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Resumo

Nesta tese apresentamos o estudo de algumas excitações presentes em sistemas de atual

interesse na f́ısica da matéria condensada, dentro das áreas de magnetismo e supercondu-

tividade. Estes sistemas são os supercondutores MgB2 e YBa2Cu3O7, o antiferromagneto

frustrado ZnCr2O4 e a manganita bicamada que apresenta magnetoressistência colossal

La2−2xSr1+2xMn2O7.

No sistema MgB2 estudamos o fônon E2g ativo em Raman e seu papel na supercondu-

tividade. Ao contrário de inúmeras previsões teóricas, nossos resultados mostraram que

a dependência com a temperatura do modo E2g não apresenta qualquer anomalia em Tc,

indicando que o envolvimento do fônon E2g, ao redor do ponto Γ, no mecanismo super-

condutor do MgB2 deve ser revisto. Ainda, a análise da dependência com a temperatura

da freqüência deste modo permitiu-nos estimar o parâmetro de Grüneisen como valendo

|γE2g | ≤ 1.0, em discrepância com resultados prévios obtidos a partir de medidas de Es-

palhamento Raman com pressão a temperatura constante. Sugerimos que este desacordo

pode ser explicado considerando mudanças na topologia da superf́ıcie de Fermi induzidas

por pressão.

As excitações eletrônicas ativas em Raman que aparecem na fase supercondutora foram

estudadas no sistema YBa2Cu3O7. Nossos resultados mostraram que os picos presentes

no Espalhamento Raman Eletrônico nos canais A1g + B2g e B1g não são ambos devidos
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à processo de quebra de pares, como considerado em grande parte da literatura até o

momento. Estes resultados são adequadamente interpretados em termos do modelo de

Zeyher e Greco que relaciona o Espalhamento Raman Eletrônico nos canais A1g+ B2g e B1g

à flutuações dos parâmetros de ordem do antiferromagnetismo orbital e supercondutor,

respectivamente.

Já para o sistema ZnCr2O4 estudamos as excitações eletrônicas dos elétrons de Cr3+,

os fônons e as excitações de spin, com o intuito de entender a frustração magnética

neste sistema. Nossos resultados mostraram a existência de uma transição de um regime

de correlações antiferromagnéticas de curto alcance para um de longo alcance quando a

temperatura decresce desde 100 à 12 K. Mostramos também que uma descrição correta

da ressonância paramagnética eletrônica, susceptibilidade magnética, calor espećıfico e

Raman é obtida considerando-se o acoplamento de vários momenta de spin do Cr.

Finalmente, estudamos os magnons nas manganitas magnéticas bicamadas La2−2xSr1+2xMn2O7

para 0 < x < 0.50, onde mostramos que o calor espećıfico e a magnetização neste sis-

tema podem ser adequadamente descritos levando em conta a contribuição de magnons

ferromagnéticos bidimensionais.
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Abstract

In this thesis we present the study of some excitations present in systems of actual

interest in the condensed matter physics, namely in the fields of magnetism and super-

conductivity. These systems are the superconductors MgB2 and YBa2Cu3O7, the frus-

trated antiferromagnet ZnCr2O4 and the colossal magnetoresistance bilayered manganite

La2−2xSr1+2xMn2O7.

In the MgB2 system we studied the Raman-active E2g fônon mode and their rule in the

superconductivity. Contrary to several theoretical predictions, our results shown that the

temperature dependency of the E2g mode did not present anomalies around Tc. This indi-

cates that the rule of the E2g phonon mode at Γ point in the superconducting mechanism

can be revised. Moreover, the E2g phonon frequency temperature dependence analysis

enabled us estimate the Grüneisen parameter as being |γE2g | ≤ 1.0 in disagreement with

results from pressure dependent Raman scattering. We suggested that this fact can be

explained considering pressure-induced topological changes in the Fermi surface.

The superconducting Raman-active electronic excitations were studied in the YBa2Cu3O7

system. Our results shown that the electronic Raman peaks in the A1g e B1g channels are

not both due to breaking pairs process, as considered in some extension by the literature.

A correct interpretation for the results could be found in the Zeyher and Greco´s model

that relates the electronic Raman in the A1g e B1g channels to fluctuations in the orbital
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entiferromagnetism and superconducting order parameters, respectively.

In the ZnCr2O4 we studied the electronic excitations from the Cr electrons, the

phonons and the spin excitations in order to understand the magnetic frustration. Our

results shown that the system experiences a transition from a short-ranged to long-ranged

antiferromagnetic correlations regime when the temperature decreases from 100 to 12 K.

We also shown that the correct description of the electron paramagnetic resonance, mag-

netic susceptibility, specific heat and Raman scattering of the system is obtained when

considering the coupling of two or more Cr spins.

Finally, we studied the magnons in the bilayered magnetic manganite La2−2xSr1+2xMn2O7

for 0 < x < 0.50. We shown that the specific heat and magnetization of the system can

be well described considering the two-dimensional ferromagnetic magnons contributions.

ix



Conteúdo
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5 Magnons nas Manganitas Magnéticas Bicamadas La2−2xSr1+2xMn2O7 47

5.1 Introdução . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47

5.2 Propriedades F́ısicas . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47

xi



5.3 Resultados Experimentais . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51

5.3.1 Magnetização . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51
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Os quadrados correspondem aos valores obtidos da análise de MvsT . Os
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xix



Lista de Tabelas
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Caṕıtulo 1

Introdução

O tema desta tese é o estudo de diversas excitações em alguns sistemas de atual inter-
esse na f́ısica da matéria condensada, isto dentro das áreas de magnetismo e supercondu-
tividade. Estes sistemas são os supercondutores MgB2 e YBa2Cu3O7, o antiferromagneto
frustrado ZnCr2O4 e a manganita bicamada La2−2xSr1+2xMn2O7 que apresenta magne-
toressistência colossal. Antes de prosseguirmos fornecendo mais detalhes sobre o tema
propriamente dito, gostaŕıamos de inicialmente apresentar uma definição mais precisa ao
termo excitação por nós aqui empregado.

Rigorosamente, uma descrição correta das propriedades de um sólido pode ser obtida
simplesmente pelo conhecimento das propriedades de cada átomo constituinte do material
e das interações entre estes átomos. Se separarmos o sólido em três partes principais, a
saber, os elétrons de valência, os elétrons de condução e os ions, e considerarmos que os
elétrons de valência podem ser descritos, de modo independente dos ions, por suas Hamil-
tonianas atômicas de átomos livres, teremos simplesmente que resolver a Hamiltoniana

H = Hel + Hion + Hel−ion, (1.1)

para encontrarmos a solução que fornece as propriedades do sólido em questão. De-
veŕıamos ainda, por maior rigor, considerar os spins dos elétrons e ions porém, para
nossos propósitos, isto não será necessário de imediato. O primeiro elemento da Hamil-
toniana (1.1), corresponde a Hamiltoniana eletrônica, que descreve a interação entre os
elétrons de condução

Hel =
∑

i

p2
i

2m
+

1

8πε0

∑
i,j

e2

| ri − rj |
(1.2)

onde a soma se estende sobre todos os elétrons da rede localizados em ri, com momenta
pi. O primeiro termo corresponde à energia cinética dos elétrons e o segundo à interação
Coulombiana entre eles.

De modo semelhante, podemos escrever a Hamiltoniana dos ions, que corresponde ao

1
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segundo elemento de (1.1), como

Hion =
∑

i

P2
i

2Mi

+
1

2

∑
i,j

Vion(Ri −Rj) (1.3)

onde as coordenadas de momento e posição para os ions estão em letras maiúsculas e Vion

corresponde à interação entre pares de ions que também é essencialmente Coulombiana,
dependendo somente das cargas de cada ı́on e da distância relativa entre eles.

A interação entre os ions e os elétrons é também de origem Coulombiana, de modo
que o terceiro elemento de (1.1) pode ser escrito como

Hel−ion =
∑
i,j

Vel−ion(ri −Rj) (1.4)

com Vel−ion sendo o potencial que descreve a interação entre os ions e os elétrons de
condução.

A solução para o problema então se baseia em resolver as equações (1.1)-(1.4) para
todos os ∼ 1023 constituintes do sólido, que interagem basicamente por meio da Lei de
Coulomb. Pelo exposto, vemos que o problema, apesar de ser facilmente enunciável é, na
realidade, insolúvel exatamente, ainda mais se considerarmos o efeito de uma influência
externa, como aplicação de um campo elétrico ou magnético, que na prática é o procedi-
mento necessário para se obter informações reais à respeito do sistema.

O que se faz então é recorrer a métodos especiais dentro da teoria quântica de muitos
corpos que possam fornecer modelos mais simples deduzidos para áreas particulares de
interesse, visto que não há modelos existentes que tratem da complexidade global deste
sistema. A noção de totalidade do problema é usualmente recuperada utilizando-se dentro
destas teorias particulares certos conceitos unificadores. Um dos conceitos que tem sido
extensivamente utilizado é justamente o de excitações elementares.

O conceito de excitações elementares fundamenta-se justamente nas propriedades cole-
tivas do sistema de muitos corpos que, paradoxalmente, é a origem de sua complexidade.
O exemplo mais conhecido de excitações elementares são os fônons, que são os modos
normais de vibração da rede. Se considerarmos o sistema de ions de um sólido como
um conjunto de massas pontuais acopladas por potenciais do tipo oscilador harmônico,
isto para o sistema num estado de energia próximo do estado fundamental, podemos
descrever o problema em termos das coordenadas generalizadas que diagonalizam a sua
Hamiltoniana, o que nos permite substituir então, o complexo movimento dos ions por um
conjunto independente de modos normais de vibração da rede. Estes modos normais são
quantizados e aos correspondentes quanta, ou quase-part́ıculas, damos o nome de fônons,
que são as excitações elementares do sistema. Se porém, não estivermos tão próximos do
estado fundamental, o potencial de interação passa a não ser mais harmônico e, se ainda
quisermos manter a descrição do sistema em termos de excitações elementares, temos
que começar a introduzir interações entre as quase-part́ıculas que, no limite, pode acabar
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re-introduzindo a dificuldade inicial em se resolver a Hamiltoniana (1.1).
O caso dos fônons ilustra bem o procedimento genericamente utilizado para se obter

uma descrição do sistema em termos de excitações. Inicialmente se busca uma aprox-
imação adequada para energias ligeiramente acima do estado fundamental. Por adequada
queremos significar uma aproximação que, em algum momento, passe a se assemelhar a
algum resultado conhecido, como o de um oscilador harmônico, por exemplo. No caso de
encontrarmos alguma semelhança com o oscilador harmônico, teremos os correspondentes
modos normais quantizados fornecendo as excitações elementares, cujos principais exem-
plos são as excitações coletivas de elétrons quase-livres (plasmons), excitações coletivas
de spins (magnons) e excitações coletivas de ions (fônons).

Nem sempre é posśıvel encontrar uma boa semelhança com o oscilador harmônico.
Em muitos casos temos que considerar alguma aproximação para a interação entre as
part́ıculas em que se possa fazer a substituição das part́ıculas interagentes por um con-
junto de outras part́ıculas adequadas, chamadas quase-part́ıculas, não interagentes dentro
desta aproximação. Neste caso espećıfico, o próprio elétron pode ser visto sob a veste de
diferentes quase-part́ıculas, dependendo da aproximação utilizada para a descrição das
propriedades eletrônicas. Assim, é posśıvel se falar em elétron-livre, elétron de Hartree-
Fock, elétron de Bloch, elétron blindado, etc.

Como já comentamos, é importante que as interações entre excitações de mesmo tipo
sejam despreźıveis. Porém, interações entre excitações de tipos diferentes são aceitáveis
e até bem-vindas e esta é a maneira usual de se levar em conta as fortes interações
elétron-elétron, ion-ion e elétron-ion sempre presentes. O acoplamento entre excitações
de diferentes tipos leva ao surgimento de novas excitações e, correspondentemente, de
novas quase-part́ıculas, como por exemplo, os polarons e os pares de Cooper que nascem
do forte acoplamento elétron-fônon.

Como para toda regra existe uma exceção, lembramos que existem ions que dificilmente
se comportam coletivamente, tendo seus elétrons fortemente isolados do meio externo.
Estamos falando dos ions de terra-rara e alguns metais de transição, que num sólido
assumem configuração eletrônica idêntica a de ions livres, excetuando-se o caso de quando
estão sob a ação de efeitos de campo cristalino.

Como última observação, cabe lembrar o papel primordial da simetria da rede
cristalina do sistema em estudo. Os métodos de Teoria de Grupos facilitam muito a
resolução dos problemas, reduzindo a complexidade matemática envolvida na resolução
das Hamiltonianas.

Como comentado no ińıcio, abordaremos nesta tese justamente o estudo de diversas
excitações em alguns sistemas de interesse atual. A motivação para este estudo não foi
única e apresentaremos cada caso separadamente.

No caṕıtulo 2 trataremos do estudo do fônon E2g no supercondutor MgB2. O trabalho
neste sistema foi motivado pelo fato de que inúmeros artigos teóricos e, também alguns
experimentais, forneceram fortes evidências de que este supercondutor deveria ser con-
siderado um supercondutor BCS convencional, e que o fônon E2g, único ativo em Raman
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neste material, sofreria fortes efeitos de renormalização abaixo da temperatura cŕıtica.
Já no caṕıtulo 3 trataremos do estudo das excitações eletrônicas no supercondutor

YBa2Cu3O7. Ha muito tempo, o espalhamento Raman eletrônico em supercondutores
tem sido considerado uma ferramenta fundamental para a compreensão das excitações
eletrônicas nestes sistemas, principalmente no estudo do gap supercondutor. No caso dos
supercondutores de alta Tc, o espalhamento Raman Eletrônico ainda permanece sem uma
explicação clara e foi justamente essa a nossa motivação em estudar o sistema YBa2Cu3O7.
Maiores detalhes serão descritos no caṕıtulo 3.

Como comentamos acima, existem casos de ions que não possuem seu comportamento
bem descrito em termos de excitações coletivas. Estudaremos este caso espećıfico no
caṕıtulo 4, onde trataremos das transições eletrônicas entre os multipletos dos ions de Cr3+

em ZnCr2O4. Também neste composto estudaremos o Espalhamento Raman Eletrônico
e Fonônico.

Finalmente, no caṕıtulo 5, trataremos dos magnons na manganita magnética bicamada
La2−2xSr1+2xMn2O7, com o intuito de compreender os resultados experimentais de calor
espećıfico em baixas temperaturas.

No final da tese apresentamos alguns apêndices onde estão resumidas algumas teorias
relevantes utilizadas no decorrer dos caṕıtulos, alguns cálculos mais elaborados que não
puderam ser diretamente apresentados no texto por questão de clareza e para tornar a
leitura do texto mais leve, uma lista com todas as abreviações utilizadas no texto, uma
descrição sucinta dos equipamentos e técnicas experimentais utilizadas no trabalho, um
resumo com todas as amostras utilizadas e os devidos créditos aos seus crescedores, uma
lista com todas as publicações relacionadas a este trabalho e finalmente, a bibliografia
utilizada.



Caṕıtulo 2

Fônons e Supercondutividade no
Sistema MgB2

2.1 Introdução

Neste caṕıtulo trataremos do estudo do fônon E2g ativo em Raman no sistema MgB2.
A motivação para este trabalho reside no fato de que vários artigos teóricos [1–5] e alguns
experimentais [6–9] apresentaram este modo como sendo aquele com maior acoplamento
elétron-fônon sendo, portanto, fortemente anarmônico e devendo sofrer forte renormal-
ização abaixo da temperatura cŕıtica supercondutora, Tc. Dentro do escopo destes trabal-
hos, o sistema MgB2 foi considerado como um supercondutor convencional com acopla-
mento forte. Maiores detalhes sobre acoplamento elétron-fônon, fônons e supercondutivi-
dade estão dados nos Apêndices A e B.

2.1.1 Propriedades F́ısicas

O composto MgB2 atraiu enorme interesse da comunidade cient́ıfica internacional de-
vido a algumas caracteŕısticas f́ısicas peculiares, tais como: (i) Tc relativamente alta
para um composto binário de estrutura simples, quando comparando-se com o valor pre-
visto pela teoria BCS; (ii) altos e fortemente anisotrópicos valores de comprimentos de
coerência; (iii) correntes cŕıticas não limitadas por efeitos de granularidade, ao contrário
dos supercondutores de alta Tc (SATC), fazendo deste material um excelente candidato
para aplicações tecnológicas. [10]

O MgB2 possui estrutura hexagonal, pertencendo ao grupo espacial P6/mmm (D1
6h).

Os átomos de B estão localizados numa cela primitiva do tipo favo de mel, semelhante à
estrutura laminar do grafite. As camadas de B2 estão intercaladas por camadas de Mg
que também formam uma estrutura tipo favo de mel, com o átomo de Mg no centro. Na
fig. 2.1 apresentamos um esquema desta estrutura.

Através da análise do fator de grupo, [11] se obtém que no ponto Γ da Zona de

5
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Figura 2.1: Estrutura cristalina do composto MgB2. As esferas cinzas representam os
átomos de B e a negra o de Mg.

Brillouim estão presentes 4 modos: Eu + A2u + E2g + B1g. Destes, somente o modo E2g

é ativo em Raman.
Cálculos de dinâmica de rede [1, 2] indicaram que o modo E2g corresponde ao esti-

ramento em contra-fase das ligações B-B no plano com freqüência de ∼ 572 cm−1. Os
elementos de matriz não nulos do tensor Raman são αxx = −αyy e αxy.

2.1.2 Supercondutividade

Como já comentado, para o modo E2g é predito um forte acoplamento elétron-fônon,
basicamente com as bandas σ (orbitais pxy) do B na direção Γ−A. [1–9] Em analogia com
os SATC, medidas de efeito Hall [12] indicam que os portadores de carga são buracos com
uma concentração de 1.7−2.8×1023 buracos/cm3 a 300 K. Isto vai de encontro com o que
foi proposto por An e Pickett [13] para explicar a supercondutividade neste material. Eles
atribúıram a relativa alta Tc a um forte acoplamento entre os buracos e os modos E2g. De
acordo com este modelo, os buracos originados nas bandas σ são devidos a tranferência
de carga da banda σ para a banda π (orbitais pz). Baseado neste modelo, muitos artigos
tem discutido a possibilidade do modo E2g ser um modo congelado, fortemente acoplado
às bandas eletrônicas σ na vizinhança do ńıvel de Fermi. [1–3,6]

Na fig. 2.2 mostramos a superf́ıcie de Fermi do MgB2 obtida por Mazin e Antropov [14].
Os tubos em verde ao longo de Γ−A−Γ se originam nos buracos nas bandas σ enquanto
que as outras estruturas provém das bandas π

Na fig. 2.3, extráıda da ref. [6], vemos quão forte é o efeito do modo E2g sobre a
estrutura de bandas. As linhas cinzas representam as bandas σ. No gráfico à esquerda
está a estrutura de bandas sem se considerar o acoplamento com o fônon E2g. Neste caso,
as bandas se unem na direção Γ − A, perto do ńıvel de Fermi, estando separadas nas
outras direções. No gráfico à direita, observamos o efeito do acoplamento com o modo
E2g, que faz com que as duas bandas se separem originando um gap de cerca de 2 eV no
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tial LAPW method. Computational details may

be found in respective original publications. For

MgB2, there is usually little difference between

different methods, in any event, none important

for the qualitative discussions in this chapter.

The energy bands, DOS and the Fermi surface
of MgB2 are shown in Figs. 1–3. As expected, the

bands are quite similar to those of graphite with

three bonding r bands corresponding to in-plane

spxpy (sp2) hybridization in the boron layer and

two p bands (bonding and antibonding) formed by

aromatically hybridized boron pz orbitals. Both r
and p bands have strong in-plane dispersion due to
the large overlap between all p orbitals (both in-

plane and out-of-plane) for neighboring boron

atoms. The interlayer overlaps are much smaller,

especially for pxy orbitals, so that the kz dispersion
of r bands does not exceed 1 eV. On the other

hand, in contrast to intercalated graphites, two of

the r bands are filled incompletely. Together with

weak kz dispersion this results in the appearance of
two nearly cylindrical sheets of the Fermi surface

(see Fig. 3) around the C–A line. As we will see

below from the analysis of the charge density (CD)

distribution, these unfilled r bands with boron

pxy character fully retain their covalent structure.

Conducting covalent bonds represent a peculiar

feature of MgB2 making it an exotic compound

probably existing on the brink of structural in-
stability.

It is seen in Fig. 3 that the p bands form two

planar honeycomb tubular networks: an antib-

onding electron-type sheet centered at kz ¼ 0 (red)

and a similar, but more compact, bonding hole-

type sheet centered at kz ¼ p=c (blue). These two

sheets touch at some point on the K–H line. The

hole-type sheet is close to an electronic topological
transition at the M point corresponding to the

breakdown of the tubular network into separate

starfish-like pockets (at 0.25 eV above EF).

In order to examine the relation between the

band structure of MgB2 and that of graphite in

more detail one can compare the following hypo-

thetical sequence of intermediate materials: carbon
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Fig. 1. Band structure of MgB2 with the B p-character. The

radii of the hollow (filled) circles are proportional to the p (r)
character.
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Fig. 3. Fermi surface of MgB2.

I.I. Mazin, V.P. Antropov / Physica C 385 (2003) 49–65 51

Figura 2.2: Superf́ıcie de Fermi do MgB2 obtida por Mazin e Antropov.[14]

ponto Γ.
É consenso que MgB2 é um supercondutor que apresenta dois gaps quase isotrópicos,

sendo muito semelhante ao supercondutor 2H-NbSe2. [15, 16] Dentre os muitos experi-
mentos que evidenciaram este fato [17–20] salientamos o experimento de espalhamento
Raman eletrônico (ERE) realizado por Chen et al [20], visto que o ERE permite observar
diretamente a abertura do gap supercondutor abaixo de Tc (vide Apêndice C). Na fig.
2.4 mostramos o resultado de Chen et al onde se observa claramente dois picos a 60(7.5)
e 105(13) cm−1(meV). O gap de mais alta energia está relacionado às bandas σ enquanto
que, o outro às bandas π. [21] Considerando-se MgB2 no limite de acoplamento forte, Liu
et al [1] sugeriram que na direção Γ−A da zona de Brillouim, o modo E2g deve sofrer um
endurecimento de cerca de 12% abaixo de Tc, facilmente observável por Espectroscopia
Raman.

2.1.3 Anarmonicidade

Como efeito do forte acoplamento elétron-fônon entre o modo E2g e as bandas σ, é
de se esperar que este fônon seja muito anarmônico, o que deve se traduzir num modo
extremamente largo, principalmente na direção Γ− A. De acordo com cálculos de teoria
de bandas, a constante de acoplamento elétron-fônon, λ, (vide A) deve ser estar entre
1− 2 para o modo E2g. [1, 4, 5]

Resultados de espalhamento Raman dependente da pressão à temperatura ambiente
e medidas de parâmetros de rede obtidos por Goncharov et al [22] tem dado alguma
evidência a este respeito. Eles observaram um modo Raman muito largo, com largura
∼ 300 cm−1, centrado em 620 cm−1, em amostras policristalinas de MgB2, associado ao
modo E2g. Sinal semelhante foi obtido por outros trabalhos independentes. [2, 23, 24] O
comportamento da freqüência do modo com a pressão indicou um parâmetro de Grüneisen
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Figura 2.3: Estrutura de bandas extráıda da ref. [6]. As linhas em cinza correspondem às
bandas σ do B. O gráfico à esquerda corresponde à estrutura de bandas sem considerar
o acoplamento com as bandas σ. À direita temos as bandas modificas pelo efeito do
acoplamento com o modo E2g. A unidade da escala vertical é eV.

extremamente alto, γE2g = 2.9± 0.4.
Recentemente, Shukla et al [9], medindo a relação de dispersão para todos os fônons do

MgB2 por espalhamento inelástico de Raios-X à temperatura ambiente, observaram que
realmente ao longo da linha Γ−A o modo E2g é bem mais largo em relação aos demais. Na
fig. 2.5 apresentamos um gráfico extráıdo deste trabalho, mostrando no topo, a largura
de linha para o modo E2g para diferentes direções de simetria e abaixo, as relações de
dispersão para todos os fônons do sistema. As linhas sólidas correspondem ao ajuste dos
resultados experimentais com λ ∼ 2.5− 3.5.

2.2 Resultados Experimentais

Com o objetivo de verificar as previsões teóricas acerca do comportamento do modo
E2g em função da temperatura, incluindo a análise da anarmonicidade do modo e posśıveis
efeitos de renormalização, realizamos um estudo do comportamento do fônon E2g com a
temperatura em uma amostra policristalina de MgB2. Detalhes sobre a preparação da
amostra estão descritos no Apêndice H.

A temperatura de transição foi determinada medindo-se as componentes real, χ′, e
imaginária, χ′′, da susceptibilidade magnética ac no magnetômetro do sistema PPMS
(vide Apêndice H). Na fig.2.6 mostramos os dados correspondentes, indicando Tc ' 39
K.
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Figura 2.4: Espectros Raman extráıdos da ref. [20] mostrando os dois gaps supercondu-
tores a 60(7.5) e 105(13) cm−1(meV). O śımbolo VV indica que a medida foi realizada
com polarização vertical tanto para a luz incidente como para a espalhada. Já o śımbolo
HV indica que a luz incidente foi polarizada na horizontal e a espalhada na vertical.
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Figura 2.6: χ′ (esquerda) e χ′′ (direita) mostrando a transição supercondutora em Tc = 39
K.

Na fig.2.7 apresentamos alguns espectros Raman entre 18 e 300 K, onde observamos um
modo largo centrado em 631 cm−1 a 18 K, que relacionamos ao modo E2g. A montagem
experimental utilizada para medidas Raman está descrito no Apêndice H. Observa-se
claramente, na dependência com a temperatura, que não há qualquer anomalia em torno
de Tc. Porém, para uma análise mais quantitativa é necessário um ajuste do espectro,
para extrair os parâmetros de interesse.

2.3 Discussão e Análise

A forma de linha mais geral para um fônon é dada por [25]

∂2σ

∂ω∂Ω
∝ [n (ω, T ) + 1]

ω2
0Γ

[ω2
0 − ω2]

2
+ 4ω2

0Γ
2

(2.1)

onde n(ω, T ) = 1
e~ω/kBT−1

é o fator de população de Bose-Einstein, ω0 é a freqüência do
fônon e Γ a largura de linha. Esta expressão se reduz à forma de linha Lorentziana usual,
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Figura 2.7: Dependência com a temperatura do espectro Raman do modo E2g.

dada por

[n + 1]
Γ

4 (ω − ω0)
2 + Γ2

se o modo é suficientemente estreito, ou seja, ω0 � Γ. Evidentemente não é o caso aqui e
devemos então utilizar a forma de linha dada por (2.1) para ajustar os espectros de MgB2.

2.3.1 Supercondutividade

Na fig.2.8 (a) mostramos a dependência com a temperatura da freqüência do modo
E2g, obtida através do ajuste dos espectros à (2.1). Mesmo dentro da dispersão dos
dados, que está em torno de ±2 cm−1, não se observa nenhum efeito de renormalização
em Tc. De acordo com as previsões teóricas, [1] deveria haver um endurecimento de 12%,
correspondendo à ∆ω ∼ 80 cm−1, abaixo de Tc.

Na fig.2.8 (b), mostramos o comportamento da largura de linha. Também neste caso,
nenhuma anomalia foi observada em Tc, o que costuma ocorrer em muitos supercondutores
(vide Apêndice B).

Em contraste com muitos SATC, [26–28] a intensidade integrada também não depende
da temperatura dentro da precisão de nosso experimento.
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Figura 2.8: (a) Dependência com a temperatura da freqüência do modo E2g. A região
entre as duas linhas sólidas corresponde ao comportamento esperado para o fônon de
acordo com (2.2) para γG = 1.0. A região entre as linhas pontilhadas corresponde ao
comportamento para γG = −1.0 e entre as linhas tracejadas, γG = 3.0. Em todos os casos
as linhas superiores e inferiores foram obtidas para os valores de ω0 dentro da barra de
erro, enquanto que α(T ) foi obtido da literatura.[26] (b) Dependência com a temperatura
da largura de linha do modo E2g. A linha sólida corresponde ao ajuste de acordo com
(2.3).

Tendo em vista que comprovadamente o acoplamento elétron-fônon entre o modo E2g

e as bandas σ não é despreźıvel, a ausência de efeitos de renormalização em torno de Tc

contradiz as teorias correntes para supercondutividade neste sistema.
Como já comentamos, a supercondutividade no MgB2 é multibanda, abrindo-se dois

gaps abaixo de Tc. [17–20] Sobre o gap de mais baixa energia, relacionado às bandas
π, há algum consenso sobre o valor de λπ como sendo ∼ 0.20. [17–20] Para o outro gap,
existem estimativas desde λσ = 0.8 [13] até 3.5 [9]. Através de nossos resultados, podemos
encontrar uma estimativa para λσ, considerando-se a possibilidade de ocorrência de efeitos
de renormalização dentro do erro de nosso experimento que é da ordem de ∆ω/ω ∼ 10%.
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Utilizando-se a eq. (B.3) e supondo-se que os efeitos de renormalização de cada gap se
somam, uma estimativa de λσ é obtida resolvendo-se para λσ a seguinte equação

∆ω

ω
=

1

xπ

√
x2

π − 1
ln
(
2x2

π − 1 + 2xπ

√
x2

π − 1
)
+

1

xσ

√
x2

σ − 1
ln
(
2x2

σ − 1 + 2xσ

√
x2

σ − 1
)

= 0.10

com xπ = ω0

2∆π
, xσ = ω0

2∆σ
, λπ = 0.20, 2∆π = 60 cm−1 e 2∆σ = 105 cm−1.

Desta última equação, obtemos λσ = 0.40 como limite superior para qualquer efeito
de renormalização detectável por Raman neste fônon.

Assim, a análise de nossos resultados, permite concluir que o MgB2 é um supercondutor
com dois gaps tipo BCS, bem descritos no limite de acoplamento fraco em ambos, ao
contrário das previsões teóricas vigentes.

2.3.2 Anarmonicidade

Sabemos que num cristal perfeitamente harmônico o seu tamanho no equiĺıbrio não
deve depender da temperatura, de modo que a freqüência dos fônons deve ser indepen-
dente da temperatura e sua largura de linha deve ser zero. [29] Assim, é de se esperar que
se o modo E2g é tão anarmônico, ele deve ser um modo muito largo e sua freqüência variar
consideravelmente com a temperatura. Esperamos então que a dependência com a tem-
peratura da freqüência e largura de linha do fônon forneça pistas sobre a anarmonicidade
do modo.

Em geral, devido a contribuições de expansão térmica da rede, [30] a freqüência do
fônon depende da temperatura, e em ordem mais baixa é dada por:

ω (T ) =
ω0

2

1 + e
−3γG

T∫
0

α(T ′)dT ′

 (2.2)

onde γG é o parâmetro de Grüneisen, definido como a razão entre a variação da freqüência
do fônon em relação à variação do volume, γG = −∂(lnω)/∂(lnV ), α é o coeficiente de
expansão térmica e ω0 ≡ ω (T → 0).

A largura de linha também possui uma dependência com a temperatura que em ordem
mais baixa é dada por: [30]

Γ (ω0, T ) = Γ (ω0, 0)
[
1 + 2n

(ω0

2
, T
)]

(2.3)

onde Γ (ω, 0) é a largura residual para T → 0 e n (ω0, T ) é o fator de Bose-Einstein. A
equação (2.3) representa o decaimento de um fônon com freqüência ω0 em dois outros
fônons com metade da freqüência e vetores de onda opostos. [30]

À partir da equação (2.2) podemos calcular a dependência com a temperatura esperada
para a freqüência deste modo, considerando: (i) o valor de γE2g obtido por Goncharov et
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al ; (ii)a freqüência harmônica ω0 = 631 cm−1, dentro de uma variação de 5 cm−1 e (iii) o
coeficiente de expansão térmica na direção a, αa = 5.4× 10−6 K−1, medido por Jorgensen
et al. [31]

Este comportamento está ilustrado pela área entre as duas linhas tracejadas na fig.
2.8 (a), obtidas usando as duas freqüências harmônicas limitadas pela barra de erro em
633 cm−1 e 629 cm−1. Claramente o comportamento indicado não corresponde ao medido
experimentalmente.

Para estimar o valor de γE2g que melhor descreve o comportamento observado deste
fônon, realizamos duas simulações, com o aux́ılio da equação (2.2), para γE2g = −1.0 e 1.0.
A área limitada pelas duas linhas pontilhadas corresponde ao comportamento esperado
para γE2g = −1.0. Valores negativos do parâmetro de Grüneisen são relativamente raros.
Alguns modos do material ZrW2O8, [32] que possui expansão térmica negativa, e RbI
em baixas temperaturas, [33] são exemplos de compostos onde isto se verifica. A região
correspondente a γE2g = 1.0 é representada pela área entre as duas linhas sólidas. De
nossos dados experimentais, estimamos então que |γE2g | ≤ 1.0, que está em desacordo
com o alto valor obtido por Goncharov et al. Assim, a forte anarmonicidade do modo E2g

não pode ser atribúıda a um valor alto para o parâmetro de Grüneisen.
Semelhante contradição foi encontrada entre a dependência com a temperatura dos

parâmetros de rede e a dependência com a pressão da freqüência do modo E2g. [24] Os
parâmetros a e c se comportam de maneira bem suave enquanto que o fônon apresenta
comportamento bastante anômalo. Meletov et al [24] propuseram como explicação para
este fato a ocorrência de mudanças na topologia da superf́ıcie de Fermi induzidas por
pressão.

Este tipo de efeito foi discutido inicialmente por Lifshitz [34] analisando a topologia
de várias superf́ıcies de Fermi que apresentam uma variação cont́ınua em sua forma, como
a ocorrência de um gargalo, por exemplo. É bem conhecido que a densidade de estados
dos elétrons de condução é fortemente conectada com a topologia da superf́ıcie de Fermi.
Lifshitz mostrou que quando há algum parâmetro externo, como pressão, por exemplo,
cuja variação seja capaz de induzir variações na topologia de certas simetrias especiais,
como um cilindro com um gargalo ou uma elipse, isto induz anomalias nas propriedades
termodinâmicas do sistema.

De fato, se observarmos a superf́ıcie de Fermi do MgB2 apresentada na fig. 2.2,
vemos que as bandas σ fornecem uma estrutura tubular que certamente sofrerá os efeitos
topológicos previstos por Lifshitz. [34] Meletov et al [24] invocaram este tipo de efeito para
explicar a aparente contradição em seus resultados. Acreditamos que o conflito existente
entre os nossos resultados e os de Goncharov et al também podem ser explicados por essas
mudanças de topologia da superf́ıcie de Fermi.
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2.4 Conclusões

Nossos resultados indicam que a dependência com a temperatura do modo E2g não ap-
resenta qualquer anomalia em Tc, indicando que o envolvimento do fônon E2g ao redor do
ponto Γ no mecanismo supercondutor do MgB2 deve ser revisto. Qualitativamente, pode-
mos explicar nossos resultados considerando o acoplamento fraco, tipo BCS convencional,
dos elétrons π (λπ ∼ 0.20) e σ (λσ ∼ 0.4) ao modo E2g. Isto induz um endurecimento
muito fraco, < 10% no modo, não detectável no presente caso, devido ao alto valor da
largura de linha do modo.

O valor de λπ não está de acordo com aquele obtido por Shukla et al [9]. Deste
modo, para descrever este sistema como BCS, ainda é necessário uma maior compreensão
à respeito desta discrepância.

Finalmente, a análise da dependência com a temperatura da freqüência do modo E2g

nos permitiu estimar o parâmetro de Grüneisen como valendo |γE2g | ≤ 1.0 em discrepância
com resultados prévios obtidos a partir de medidas de espalhamento Raman com pressão
a temperatura constante. Sugerimos que este desacordo pode ser explicado considerando
mudanças na topologia de Fermi induzidas por pressão.



Caṕıtulo 3

Excitações Eletrônicas e
Supercondutividade no Sistema
YBa2(Cu1−xMx)3O7−δ (M=Zn, Ni)

3.1 Introdução

Neste caṕıtulo trataremos do estudo das excitações eletrônicas nos cupratos SATC da
famı́lia YBa2(Cu1−xMx)3O7−δ na fase próxima da dopagem ótima de oxigênio, onde M cor-
responde a impurezas magnéticas de Ni2+ ou não-magnéticas de Zn2+. A motivação para
este trabalho consiste em, procurar esclarecer a origem dos picos de ERE que aparecem
nos canais A1g+B2g e B1g na fase supercondutora deste sistema.

É de amplo conhecimento que o ERE em supercondutores pode fornecer importantes
informações sobre a energia e simetria do gap supercondutor. Como discutido no Apêndice
C, em sistemas BCS, o ERE na fase supercondutora apresenta um pico isotrópico em
~ω = 2∆, com a intensidade indo a zero abaixo desta freqüência, o que possui amplo
respaldo experimental.

Nos SATC, o modelo considerado como padrão para descrição do ERE é o modelo
de Devereaux et al [35–37], elaborado considerando-se este sistema como bem descrito
por um gap anisotrópico tipo onda-d. No modelo de Devereaux, o pico de ERE deve
apresentar uma dependência caracteŕıstica com a freqüência nos canais A1g e B1g (vide
Apêndice C). Porém, experimentalmente, as previsões deste modelo não se verificam por
completo, estando os picos de ERE nos SATC ainda sem uma explicação clara.

Por este motivo, outros modelos tem sido propostos, considerando-se a ocorrência de
outros mecanismos supercondutores como, por exemplo, mediação através de flutuações
magnéticas. Como se verá no que segue, nossos resultados indicam que o ERE nos SATC
pode ser corretamente interpretado considerando-se o modelo de Zeyher e Greco [38] que
considera os sinais nos canais A1g e B1g como provenientes de flutuações nos parâmetros de
ordem supercondutor e de antiferromagnetismo orbital, respectivamente. Este modelo foi

17
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elaborado dentro da descrição da supercondutividade dada por Cappelutti e Zeyher [39]
à partir do modelo t − J e considera a supercondutividade nos SATC como oriunda da
competição entre os parâmetros de ordem supercondutor e de antiferromagnetismo orbital.
Maiores detalhes são dados no Apêndice D.

3.2 Supercondutividade nos SATC

Desde muito tempo, o fenômeno de supercondutividade em alta Tc nos cupratos tem
sido considerado como relacionado a algum estado de pareamento não convencional. [40]
Além disso, a procura por novos materiais revelou outros sistemas que também apresen-
tam supercondutividade não convencional, como por exemplo, o supercondutor orgânico
κ−(ET)2X [ET = BEDT-TTF, X = CuN(CN)2Y, Y = Cl,Br] [41] e o férmion pesado
supercondutor baseado no Cerio CeMIn5[M=Co, Rh, Ir]. [42, 43]

É amplamente aceito que o mecanismo de supercondutividade não convencional nestes
materiais está relacionado às suas propriedades no estado normal, como por exemplo, ao
comportamento de não-ĺıquido de Fermi, [44, 45] apesar da ausência de consenso sobre a
descrição correta do estado normal. A presença de várias flutuações como as de spin, fases
de fluxo, ondas de densidade de carga (ODC) são uma complicação adicional [46–50] e
inúmeros modelos propostos tem considerado uma ou mais destas flutuações. Porém, há
uma quantia grande de fatos experimentais que estes modelos não podem explicar (veja,
por exemplo, seções 5.4 e 6.4 das refs. [40] e [44], respectivamente). Entre estes fatos,
mencionamos a ausência de uma explicação clara para o ERE dos SATC.

3.3 ERE nos SATC

A redistribuição do cont́ınuo eletrônico vista por ERE no estado supercondutor tem
sido usada com sucesso para estudar o gap supercondutor de muitos supercondutores,
tanto convencionais ou não-convencionais, como Nb3Sn, [51] cupratos, [52] borocarbetos
[53] e recentemente, MgB2 [54] (vide Apêndice C).

Em geral, o ERE dos cupratos apresenta na fase supercondutora dois picos carac-
teŕısticos nos canais B1g e A1g que desaparecem acima de Tc. No sistema YBa2Cu3O7−δ

(Y123), o ERE em cristais com dopagem ótima de oxigênio mostram o pico A1g mais
intenso do que o B1g. Também a freqüência do pico A1g está em uma energia menor que a
do B1g. [55–59] No estado de excesso de dopagem com oxigênio, o pico B1g diminui a sua
energia convergindo aproximadamente à mesma posição do pico A1g. [55–59] No regime
de deficiência de dopagem nem um dos dois picos são observados.

O aparecimento destes picos só abaixo de Tc, leva a crer que eles são relacionados à
supercondutividade. Devereaux et al [35–37] apresentaram um modelo considerando o
ERE nos SATC como originado na quebra de pares de Cooper de um supercondutor com
gap com nodos e parâmetro de ordem com simetria dx2−y2 . De acordo com este modelo, a
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seção de choque de ERE deve obedecer, a baixas energias, as leis de potência ∼ ω3 e ∼ ω
nos canais B1g e A1g+B2g, respectivamente (vide Apêndice C). Além disso, o sinal A1g deve
ser mais fraco que o B1g com seus máximos aparecendo na energia de 2∆. Embora haja um
bom acordo entre a teoria e as leis de potência observadas experimentalmente, a posição
relativa e a intensidade dos picos de ERE estão em discordância com as previsões teóricas
para a resposta de ERE. Deste modo, a origem dos picos A1g e B1g ainda permanece
obscura.

Assim, tentando elucidar a questão sobre a origem dos picos A1g e B1g realizamos
medidas de ERE em cristais de Y123 dopados com 5% de impurezas magnéticas, Ni2+,
(Y123:Ni) ou não-magneticas, Zn2+,(Y123:Zn). É conhecido que Zn e Ni em Y123 preser-
vam a dopagem de oxigênio, só modificando ligeiramente a estrutura cristalina, substi-
tuindo os ı́ons de Cu nos planos. Também é conhecido que ao invés do Ni2+, magnético,
são as impurezas não-magnéticas de Zn2+ que restabelecem as flutuações AFM de spin no
estado normal. [60,61] Uma vez que impurezas de Zn2+ induzem quebra de pares, a inves-
tigação das mudança nas propriedades eletrônicas induzidas por impurezas magnéticas e
não-magnéticas podem ajudar a responder muitas questões abertas relacionadas à f́ısica
dos SATC.

3.4 Resultados Experimentais

Os cristais de Y123, Y123:Zn e Y123:Ni foram crescidos de acordo com procedimento
descrito no Apêndice H. As temperaturas de transição foram 91, 76 e 72 K para Y123,
Y123:Ni e Y123:Zn, respectivamente, todas obtidas medindo-se a magnetização-dc. As
curvas não são mostradas. Como já comentado, em termos da dopagem com oxigênio,
todas as amostras estão próximas da dopagem ótima, com pequena deficiência de oxigênio.
O controle do ńıvel de oxigênio foi feito através de um tratamento térmico em atmosfera
de oxigênio.

Na fig. 3.1 apresentamos os espectros Raman na geometria A1g+B2g a diferentes
temperaturas para Y123, Y123:Ni e Y123:Zn corrigidos pelo fator de Bose-Einstein. Na
fig. 3.1(a) o espectro para Y123 a 100 K exibe uma linha de base plana e só abaixo de
Tc ∼ 91 K inicia-se o rearranjo do ERE, resultando em um pico largo na região espectral
entre 200 e 400 cm−1. O mesmo comportamento também se observa na fig. 3.1(b) para
Y123:Ni. Porém, neste caso o rearranjo do ERE começa só abaixo de 50 K, originando
um pico largo localizado na mesma região espectral que da amostra pura. Para Y123:Zn,
fig. 3.1(c), o ganho de peso espectral no estado supercondutor também é apresentado
no canal A1g+B2g, embora aconteça mais abruptamente que nos casos anteriores. Para
Y123:Zn, o pico começa a aparecer a 40K, bem abaixo de Tc ∼ 72K, mas localizado na
mesma região espectral.

No canal B1g, fig. 3.2, vemos que o rearranjo do ERE também ocorre para Y123 e
Y123:Ni. Para Y123, fig. 3.2 (a), este rearranjo não ocorre logo abaixo de 90 K como



20 3.4 Resultados Experimentais

200 400 600 800

 

 8K
 40K
 100K

Deslocamento Raman (cm-1)

 

 8K
 40K
 100K

A
1g

+ B
2g

(c)

(b)

(a)

 

 8K
 90K
 100K

Figura 3.1: Dependência com a temperatura dos espectros Raman na simetria A1g+B2g

que mostra a redistribuição do ERE abaixo de Tc para (a) Y123 com Tc = 91K, (b)
Y123:Ni com Tc = 76K e, (c) Y123:Zn com Tc = 72K.

no canal A1g+B2g, porém, só abaixo de 70 K e na região espectral de 450 a 650 cm−1.
Para Y123:Ni, fig. 3.2(b), o pico largo só aparece abaixo de 60 K e também fica situado
na região espectral de 450 a 650 cm−1. Surpreendentemente, para Y123:Zn, fig. 3.2(c),
o rearranjo do ERE está ausente abaixo de Tc. O único efeito observado ao se diminuir
a temperatura é o alargamento do fônon B1g a 330 cm−1 e um ligeiro amolecimento ∼ 5
cm−1 abaixo de Tc, como pode ser observado na fig. 3.3.

Para determinar a energia dos picos nos canais A1g+B2g e B1g, a função resposta pura
para ERE foi obtida subtraindo-se a contribuição dos fônons. O espectro de fônons foi
deconvolúıdo ajustando-se os picos às formas de linha Lorentziana ou Fano e somando-se
uma linha de base linear, de acordo com procedimento apresentado por Bok et al [62,63]
e amplamente utilizado na literatura. Mostramos um exemplo do espectro deconvolúıdo
para Y123 a 100 K no canal A1g+B2g na fig. 3.4.

Na fig. 3.5 apresentamos a resposta de ERE pura para a simetria A1g+B2g. Obser-
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Figura 3.2: Dependência com a temperatura dos espectros Raman polarizados na geome-
tria B1g para (a) Y123, (b) Y123:Ni e (c) Y123:Zn.

vamos que a resposta Raman exibe picos largos ao redor de 320, 250 e 300 cm−1 para
Y123 (a), Y123:Ni (b) e Y123:Zn (c), respectivamente. Notamos ainda que a razão entre
a freqüência do modo e Tc, ~ωA1g/kBTc, é ∼ 5.0 para Y123, ∼ 4.7 para Y123:Ni e ∼ 5.8
para Y123:Zn.

A fig. 3.6 mostra o ERE puro na geometria B1g. Está clara a diferença entre a
resposta de Y123:Zn em comparação com as outras amostras. O pico largo está ausente
em Y123:Zn, mas aparece centrado ao redor de 480 cm−1 em Y123 e Y123:Ni. A relação
~ωB1g/kBTc é ∼ 7.7 para Y123 e ∼ 9.2 para Y123:Ni.

A observação das fig. 3.5(c) e fig. 3.6(c) indica que a substituição de Zn2+ afeta os
canais A1g+B2g e B1g de um modo diferente. Enquanto no canal A1g+B2g a intensidade
dos picos quase não é afetada pelas impurezas de Zn, nas amostras com Zn o pico no canal
B1g desaparece completamente . Este efeito é surpreendente e não foi predito por qualquer
modelo teórico nem observado por outro trabalho experimental sistemático comparativo.
Outro fato interessante é que a razão entre a energia do pico A1g e Tc é quase constante ∼
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Figura 3.3: Espectros Raman a 8 e 100 K para Y123:Zn mostrando a dependência com a
temperatura do fônon a 340 cm−1.

5−6 para todas as amostras. Este valor está de acordo com valores obtidos anteriormente
para a energia do pico A1g observado em Y123 [64] e (Y,Ca)Ba2Cu3O7−δ [59] fortemente
dopado com oxigênio e também com a energia do gap supercondutor em YBa2Cu3O7

observado por Espectroscopia de Tunelamento Eletrônico. [65–67]

3.5 Análise e Discussão

Recentemente, Venturini et al [68] e Zeyher e Greco [38] discutiram teoricamente o
ERE na fase supercondutora dos SATC.

O trabalho de Venturini et al [68] apresenta um modelo sugerindo que o pico ob-
servado no canal A1g está relacionado as flutuações coletivas de spin, sendo um pico de
espalhamento Raman por dois magnons. Por outro lado, o pico B1g foi relacionado à que-
bra de pares. Eles puderam ajustar o espectro Raman experimental de Bi2Sr2CaCu2O8+δ

para o modelo e obtiveram a posição relativa correta para os picos A1g e B1g. [68] Gallais et
al [64] medindo ERE para amostras de YBa2Cu3O6.95 com impurezas de Ni2+, mostraram
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Figura 3.4: Espectro Raman deconvolúıdo para Y123 a 100 K no canal A1g+B2g.

que a freqüência do pico A1g segue o pico magnético ressonante observado a 40 meV por
espalhamento inelástico de nêutrons, [60] sendo que estes autores interpretaram este fato
como uma evidência para a origem magnética do pico A1g.

Porém, nossos resultados não podem ser satisfatoriamente interpretados nestes termos.
Se considerarmos o pico B1g como relacionado ao gap supercondutor, então 2∆ → 0 para
Y123:Zn, visto que este pico desaparece nesta amostra. Porém, sabemos que Tc não é
nula neste caso, logo 2∆ 6= 0 e o sinal no canal B1g não pode ser devido à quebra de pares,
como sugere Venturini.

Na realidade, a razão 2∆/kBTc para o pico A1g apresenta um acordo muito melhor
com outras medidas independentes do que o pico B1g, indicando que o pico A1g esteja
provavelmente relacionado à quebra de pares.

Outra comparação teórica posśıvel é com o modelo de Zeyher e Greco [38]. Estes
autores usaram o modelo para a supercondutividade nos SATC de Cappelluti e Zeyher [39]
para entender o ERE nos SATC. O modelo de Cappelluti e Zeyher está resumidamente
descrito no Apêndice D e em poucas palavras propõe que o estado supercondutor nos
SATC é originado pela competição entre os parâmetros de ordem supercondutor e da d -
ODC (também chamado de antiferromagnetismo orbital). Por sua vez, Zeyher e Greco [38]
calcularam o ERE à partir do trabalho de Cappeluti e Zeyher [39] e propuseram que
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Figura 3.5: ERE a 8K para (a)Y123, (b) Y123:Nie, (c)Y123:Zn na geometria A1g+B2g.

os picos A1g e B1g são causados por flutuações de amplitude dos parâmetros de ordem
supercondutor e da d -ODC, respectivamente. A fase d -ODC corresponde a uma fase de
fluxo onde correntes orbitais fluem ao redor de cada quadrado de CuO2 alternadamente nos
sentidos horário e anti-horário [69–71] (ver fig. D.1) dando origem ao antiferromagnetismo
orbital. O parâmetro de ordem desta excitação é dado por (D.2) sendo que a única
interação presente no parâmetro de ordem é a interação de troca de Heisenberg entre os
ı́ons de Cu2+. [38] Neste modelo tanto a intensidade relativa, como as posições dos picos
estão em bom acordo com os experimentos, com o pico A1g tendo máximo em 2∆.

Este cenário é qualitativamente mais razoável como explicação de nossos dados. Con-
siderar o pico A1g como diretamente relacionado ao gap supercondutor está de acordo
com nossos resultados. Porém, o efeito das impurezas sobre o pico B1g ainda não foi
considerado dentro do modelo de Zeyher e Greco. Cappelluti e Zeyher [72] mostraram
que as impurezas de Zn não possuem influência apreciável no diagrama de fase dos SATC,
o que não exclui a ocorrência de efeitos relevantes no ERE.

Podemos apresentar um argumento qualitativo a este respeito segundo a seguinte
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Figura 3.6: ERE a 8 K para o canal B1g para (a) Y123, (b) Y123:Ni e (c) Y123:Zn.

linha de racioćınio. Como mencionado anteriormente, a interação principal que origina o
d -ODC é a interação de Heisenberg. Assim, é esperado que a substituição de Cu2+ que
possui spin S = 1/2 por uma impureza de spin nulo como Zn2+ quebre a coerência de
longo alcance do antiferromagnetismo orbital, explicando o desaparecimento da excitação
de d -ODC no canal B1g. Como as impurezas de Ni2+ têm S = 1 elas poderiam ser
menos efetivas em destruir o antiferromagnetism orbital. Além disso, como mostrado por
Gupta e Gupta [73] a redistribuição da densidade de carga devido aos ı́ons de Ni2+ é bem
localizada enquanto que os ı́ons de Zn2+ induzem uma perturbação estendida. Assim, é
de se esperar que os ı́ons de Zn2+ tenham um efeito forte em relação àas excitações de
longo alcance como d -ODC.

3.6 Conclusões

Em conclusão, nossos resultados mostram que os picos de ERE nos canais A1g e
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B1g não são devidos a processos de quebra de pares dentro do modelo de Devereaux et
al. [35–37] Ainda, o pico A1g não pode ser considerado como originado por espalhamento
por 2-magnons, como sugerido por Venturini et al. [68]

Na realidade o pico A1g apresenta uma razão constante entre sua freqüência e Tc

independente da presença de impurezas magnéticas ou não-magnéticas, indicando que este
pico deve estar relacionado ao gap supercondutor. Além disso, o pico de ERE no canal B1g

desaparece completamente em Y123 dopado com pequenas quantidades de impurezas não-
magnéticas de Zn enquanto o sinal no canal A1g+B2g é insenśıvel ao tipo de impureza.
Estes resultados são adequadamente interpretados em termos do modelo de Zeyher e
Greco [38] que relaciona o ERE nos canais A1g e B1g as flutuações dos parâmetros de ordem
de d -ODC e supercondutor, respectivamente. Implicitamente, isto favorece o modelo de
Cappelluti e Zeyher [39] para a supercondutividade nos SATC.



Caṕıtulo 4

Excitações Eletrônicas e Fônons no
Sistema Geometricamente Frustrado
ZnCr2O4

4.1 Introdução

Neste caṕıtulo trataremos do estudo das excitações eletrônicas dos elétrons de Cr3+,
dos fônons e das excitações de spin para ZnCr2O4, com o intuito de entender a frustração
magnética neste sistema. Nossos resultados mostraram a existência de uma transição
de um regime de correlações antiferromagnéticas de curto alcance para um de longo al-
cance quando a temperatura decresce desde 100 até 12 K. Mostramos também que uma
descrição correta da ressonância paramagnética eletrônica, susceptibilidade magnética,
calor espećıfico e Raman é obtida considerando-se o acoplamento de vários momenta de
spin do Cr.

4.1.1 Propriedades F́ısicas

A cromita de zinco ZnCr2O4 apresenta estrutura cristalina tipo spinel e estrutura
magnética tipo pirocloro, com os spins do Cr ocupando os vértices de tetraedros, sendo
estes unidos pelos vértices. [74] Na fig. 4.1 mostramos a estrutura cristalina cúbica de
spinel normal de ZnCr2O4 (grupo espacial Oh). As esferas brancas representam os átomos
de O, as vermelhas os átomos de Cr e as azuis os átomos de Zn. Os átomos de Cr ocupam
śıtios de simetria octaédrica enquanto que os de Zn, simetria tetraédrica. O parâmetro
de rede para este material foi medido como sendo 8.327Å [75] à temperatura ambiente.

ZnCr2O4 apresenta uma temperatura de Curie-Weiss muito alta, da ordem de 400 K, e
uma transição AFM de primeira ordem em TN = 12 K, [76] o que fornece f = Θ/TN ∼ 40,
indicando forte frustração (vide Apêndice E). A transição AFM é acompanhada de uma
ligeira distorção cristalina tetragonal ∆a/a ∼ 10−3. [77]

27
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Figura 4.1: Estrutura de spinel normal de ZnCr2O4. As esferas brancas representam os
átomos de O, as vermelhas os átomos de Cr e as azuis os átomos de Zn. Os átomos de Cr
ocupam śıtios de simetria octaédrica enquanto que os de Zn, simetria tetraédrica.

Experimentos de difração de neutrôns realizados por Lee et al [78, 79] mostraram a
existência de duas excitações magnéticas neste sistema. Na fig. 4.2, extráıda da ref. [78],
mostramos estas duas excitações. Vê-se que acima de TN , fig. 4.2 (a) e (b), está presente
uma ressonância centrada em ∼ 1 meV, que desaparece em TN , dando lugar à uma outra
em 4.5 meV, fig. 4.2(c).

Lee et al reconheceram, na ref. [78], que a excitação na fase ordenada ainda necessita
de uma explicação clara. Porém, na ref. [79] eles demonstraram que acima de TN , os
tetraedros de Cr se arranjam em aglomerados de ”loops”hexagonais, com os spins do
Cr unidos pelos vértices das bases, conforme ilustrado na fig. 4.3. Estes loops estão
distribúıdos como ”clusters”aleatórios na amostra. O acoplamento entre os spins destes
vértices é fracamente antiferromagnético e a ressonância que se observa em ∼ 1 meV na
fase paramagnética é justamente uma excitação deste arranjo de spins. [79]

Dividiremos o assunto relativo a ZnCr2O4 em duas seções. A primeira está relacionada
aos resultados obtidos através das técnicas de susceptibilidade magnética-dc, χ, calor es-
pećıfico, C e medidas complementares de Ressonância Paramagnética Eletrônica, RPE,
conduzidas pelo Dr. Nelson O. M. Salazar durante sua tese de doutoramento em nosso
Laboratório. A segunda está relacionada à experimentos de espectroscopia Raman con-
duzidos com o intuito de se estudar o papel dos fônons na frustração magnética e de se
encontrar excitações de spin ativas em Raman.
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Here F�Q� is the magnetic form factor for Cr31 [13] and
Sab�Q, v� is the scattering function [12].

Figure 1 provides an overview of our data in the form
of color images of Ĩ�Q, v� at three temperatures. In
the paramagnetic phase, Figs. 1(a) and 1(b) provide
evidence for quantum critical fluctuations of small AFM
clusters most likely antiferromagnetically correlated
tetrahedra. The data closely resemble those obtained in
similar experiments on other frustrated AFM’s [7,14].
For T , Tc, however, the low energy spectral weight
concentrates into a sharp constant-energy mode centered
at h̄v � 4.5 meV � jJj ¿ kBTc. Above the resonance
there is an additional band of intensity centered at
h̄v � 9 meV [Fig. 2(a)]. Careful inspection of data
below the resonance also reveals weak dispersing streaks
emanating from AFM Bragg points.

Focusing first on the ordered phase, Fig. 2(a) shows
the Q-integrated magnetic scattering cross section at
T � 1.7 K. With a resolution corrected FWHM of
only 0.8 meV the h̄v � 4.5 meV peak is evidence

FIG. 1 (color). Color contour maps of the magnetic neutron
scattering intensity versus wave vector and energy trans-
fer at three temperatures spanning the phase transition at
Tc � 12.5�5� K.

for a near dispersionless excitation. The spectral
weight is h̄

R6-meV
3.5-meV

P
aa Saa�v� dv � 0.59�1��Cr

which is 22% of the total fluctuating moment
��S�S 1 1� 2 j�S	j2� � 2.65�5��Cr
 and corresponds
to 16% of the total magnetic scattering cross section.
Figure 2(b) shows the Q dependence of the energy
integrated intensity of this mode. The data exhibit a
broad peak centered at Q0 � 1.5 Å21 with a half width at
half maximum k � 0.48�5� Å21 � 0.64�6�a� indicating
that the excited state involves AFM correlated nearest
neighbor spins. For comparison the dashed line shows the
powder-averaged magnetic neutron scattering intensity for
an isolated spin dimer at the nearest neighbor separation
r0 � 2.939 Å [15]. The spin pair model produces a
broader peak than the experiment indicating that the
resonating spin cluster in ZnCr2O4 is more complex.
Figure 2(b) also shows the wave vector dependence of
inelastic scattering below the resonance integrated over
energy from 1 to 3 meV (open symbols). Weak, non-
resolution-limited peaks are visible and their locations
coincide with AFM Bragg peaks (shaded). Excitations
below the resonance are also apparent in the wave vector
integrated data of Fig. 2(a) where the intensity increases
in proportion to energy for h̄v , 3.5 meV (the low
energy upturn is incompletely resolved elastic scattering).
Both features are consistent with neutron scattering from
spin waves in a three dimensional AFM powder with a
spin gap D , 1.5 meV. In particular, the ratio of elastic
to inelastic scattering is consistent with estimates based
on spin wave theory in the long wavelength limit. From
the width of the peaks we estimate a spin wave velocity
y � 18�2� meV Å. This number is much less than the

FIG. 2. Integrated magnetic scattering intensities at T �
1.7 K derived from Fig. 1(c). (a) v dependence of the
Q-integrated intensity: Ĩ�v� �

R
Q2 dQ Ĩ�Q, v��

R
Q2 dQ.

The horizontal bar shows the instrumental energy resolution.
(b) Closed symbols show the Q dependence of the v-integrated
resonance intensity: Ĩ�Q� � h̄

R 6.0-meV
3.5-meV Ĩ�Q, v� dv. Open

circles show data integrated from 1 to 3 meV. The solid line
shows the elastic scattering cross section scaled by a factor of
10. Shaded peaks are magnetic Bragg peaks.

3719

Figura 4.2: Mapas de contorno coloridos da intensidade de espalhamento magnético por
neutrôns em função do vetor de onda e energia transferidos para ZnCr2O4 em três tem-
peraturas. Extráıdo da ref. [78].

4.2 Excitações Eletrônicas entre os Nı́veis de Energia

dos ions de Cr3+

Como já comentado, nesta seção estudaremos a dependência com a temperatura, entre
2 e 400 K, de RPE, χ e C, em um monocristal de spinel normal ZnCr2O4. Além deste
material, utilizaremos amostras policristalinas dopadas com Cd, Zn1−xCdxCr2O4 para
x = 0.05 e 0.10 e um composto policristalino isomorfo à cromita de zinco, ZnGa2O4. O
método de crescimento de todas estas amostras está descrito no Apêndice H.

4.2.1 Resultados Experimentais

Na fig. 4.4 apresentamos a χ(T ) para ZnCr2O4, já descontado o diamagnetismo do
suporte da amostra, entre 2 − 400 K. Notamos que as medidas de χ(T ) resfriando-se
com campo, RC, e resfriando-se com campo zero, RCZ, para campos de H = 2 e 10
kOe são idênticas. Para baixos campos, χ(T ) mostra t́ıpico ordenamento AFM 3D com



30 4.2 Excitações Eletrônicas entre os Nı́veis de Energia dos ions de Cr3+

Figura 4.3: Arranjo hexagonal de spins que originam a excitação observada por neutrôns
na fase paramagnética de acordo com ref. [79]. A figura ilustra apenas os spins no plano.

χ (T → 0) ≈ (2/3) χmax, onde χmax ocorre para T ∼ 45 K. O detalhe mostra a queda
abrupta de χ(T ) perto de TN . Mostra ainda que para T . TN , χ é dependente do campo, o
que tem sido atribúıdo ao movimento das paredes de domı́nios no estado ordenado. [80,81]
As linhas pontilhadas e as sólidas são ajustes que serão discutidos posteriormente.

Na fig. 4.5 apresentamos uma comparação entre a χ(T ) do monocristal de ZnCr2O4

e das amostra policristalinas de Zn1−xCdxCr2O4 para x = 0.05 e 0.10. Para T & 100
K, os dados para os 3 compostos podem ser ajustados à lei de Curie-Weiss. O ajuste
linear fornece um número efetivo de magnetons de Bohr de pef = 3.95(10) µB, como
esperado para ions de Cr3+ e, uma temperatura de Curie-Weiss de Θ = −390(20) K para
ZnCr2O4. Na aproximação de campo molecular Θ = −S (S + 1) Jz/3kB, e para este caso,
considerando os 6 primeiros vizinhos (z = 6) obtemos J/kB ∼ 50 K. Os parâmetros de
Curie-Weiss para as amostras Zn1−xCdxCr2O4 (x = 0, 0.05 e 0.10) estão dados na tabela
4.1.

Tabela 4.1: Parâmetros de Curie-Weiss para Zn1−xCdxCr2O4.
x C(emu/mol Cr K) θ(K) µef (µB)
0 1.95(2) -390(20) 3.95(10)

0.05 2.94(5) -500(20) 4.85(20)
0.10 2.57(5) -483(20) 4.53(20)

Por outro lado, para T < 100 K, a fig. 4.5 mostra que há uma significativa diferença
entre o composto puro e os dopados com Cd pois, há uma clara irreversibilidade nas
medidas RCZ e RC de baixo campo nas amostras dopadas, abaixo de 12 K. Este resultado
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Figura 4.4: χ(T ) de ZnCr2O4 para H = 3 kOe (RCZ e RC). O detalhe mostra os dados
para temperaturas entre 2 e 20 K e campos entre 0.2 e 5 T. A linha pontilhada corresponde
ao ajuste pela lei de Curie-Weiss e a linha sólida o ajuste a eq. (4.3), com J1 = 39.4 K e
J2 = 1.17 K.

é t́ıpico de vidros de spin. [82] Deste modo, as amostras dopadas com Cd, considerando o
alto valor de Θ, como visto na tabela 4.1, desenvolvem um comportamento de vidros de
spin altamente frustrado já que as curvas da fig, 4.5 indicam TV S ≈ 12 K.

Na fig. 4.6 apresentamos a dependência com a temperatura da intensidade de RPE,
I(T ), para o monocristal de ZnCr2O4 e para as amostras policristalinas dopadas com
Cd. Utilizando um padrão de RPE, encontramos que I(300K) corresponde à quantidade
total de spins de ions de Cr3+ presentes nas amostras. Similar ao mostrado na fig. 4.5,
aqui também encontramos dois regimes de comportamento, acima e abaixo de 100 K.
Para T . 100 K, I(T ) mostra diferença significativa entre os compostos dopados e o
puro. Para as amostras dopadas, observamos que I(T ) (fig. 4.6) e χ(T ) (fig. 4.5) se
correlacionam bem acima de TV S ≈ 12 K. Todavia, para a amostra pura esta correlação
é somente observada para T & 100 K, como pode ser visto no detalhe da fig. 4.6.

A fig. 4.7 apresenta a dependência com a temperatura do calor espećıfico, C(T ), para
a amostra pura, os policristais dopados e o composto de referência ZnGa2O4. O detalhe
da figura ilustra a forte dependência da transição AFM do composto de ZnCr2O4 com as
impurezas de Cd, confirmando o caráter de vidro de spin das transições observadas a 12
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Figura 4.5: χ(T ) RCZ para H = 3 kOe em Zn1−xCdxCr2O4 para x = 0, 0.05 e 0.10. O
detalhe mostra dados de χ(T ) RC e RCZ entre 2 e 50 K, para campos de 100 Oe e 3 kOe.

K nas amostras dopadas.

4.2.2 Análise e Discussão

Os resultados de RPE e χ(T ) apresentados acima mostram que ZnCr2O4 e os compos-
tos dopados Zn1−xCdxCr2O4 apresentam um comportamento magnético peculiar entre 2 e
400 K. Podemos notar uma fase paramagnética em alta temperatura (FPAT) em T & 100
K para ZnCr2O4 e em T & 12 K para Zn1−xCdxCr2O4. Ainda, existe uma fase ordenada
em baixa temperatura (FOBT) em T . 12 K para ambas amostras. Esta fase é AFM
para o composto puro e VS para as amostras dopadas. Para ZnCr2O4 a transição entre
FPAT e FOBT dá-se no intervalo de temperatura entre 12 − 100 K. Os dados de RPE
em altas temperaturas concordam razoavelmente bem com os já reportados em amostras
policristalinas. [83,84] Todavia, nossos dados de baixa temperatura não estão consistentes
aqueles da ref. [83]. Quando a temperatura diminui na FPAT, os momentos magnéticos
dos ions de Cr3+ experimentam correlações AFM de curto alcance. A evidência para isso
é que para T & 2TN as ressonâncias de RPE não mostram deslocamento em g. Os dados
de RPE estão mais detalhadamente analisados na ref. [85]

Na FPAT do ZnCr2O4, χ(T ) e I(T ) seguem a mesma dependência com T (veja detalhe
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Figura 4.6: I(T) para Zn1−xCdxCr2O4. O detalhe compara I(T ) e χ(T ) para ZnCr2O4.
As linhas sólidas são o melhor ajuste de I(T ) à eq. (4.1).

da fig. 4.6) indicando que todos os ions de Cr3+ que contribuem para χ(T ) também
participam na RPE. Todavia, para T . 100 K, χ(T ) se desvia de I(T ), mostrando
máximos em 40 e 100 K, respectivamente. O máximo em χ(T ) é causado por correlações
AFM e indica o aparecimento do ordenamento AFM de longo alcance. Porém, o máximo
em I(T ) deve ser atribúıdo a transições dentro dos estados excitados termicamente. A
observação de ressonâncias RPE em ńıveis de estados excitados de segundos vizinhos de
pares de ions Cr3+ acoplados dilúıdos em ZnGa2O4 foi reportado por Henning et al. [86].
Estes autores foram capazes de determinar à partir de I(T ), a separação em energia entre
o primeiro estado tripleto excitado (S = 1) e o estado singlete fundamental (S = 0) como
sendo J/kB ≈ 32 K. Também, à partir do espectro óptico dos pares de Cr3+ em ZnGa2O4

um valor de J/kB ≈ 32 K foi obtido. [75]
Como já comentamos no ińıcio, Lee et al [78] mostraram a existência de uma excitação

sem dispersão no espectro de excitações magnéticas observado por espalhamento inelástico
de nêutrons que desaparece acima de TN . Eles propuseram que a transição que ocorre
em TN é um análogo 3D de uma transição spin-Peierls (SP). [78] Em poucas palavras,
uma transição SP ocorre, em alguns sistemas magnéticos uni e bidimensionais, tais como
uma rede linear de spins ou uma rede de spin em zig-zag, quando se abre um gap na
densidade de estados de spin entre o estado singlete e os estados excitados, estando isto
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Figura 4.7: Dependência com a temperatura do calor espećıfico para Zn1−xCdxCr2O4.
(x = 0.00, 0.05, e 0.10) e para o composto de referência ZnGa2O4.

acompanhado por uma dimerização da rede, devido ao forte acoplamento spin-rede. [87]
Dentro do mesmo cenário, explicaremos nossos resultados tendo por base uma posśıvel

dimerização da rede de ions de Cr3+ em ZnCr2O4. Os ńıveis de energia do sistema
serão então dados pela soma dos dois spins 3/2 dos Cr, que fornecem como spin total os
multipletos S = 3, 0 com Sz = 3, 2, 1, 0 e estão representados esquematicamente na fig.
4.10 .

Tendo em conta a população térmica de todos os estados excitados dos pares de Cr3+,
a dependência esperada de I(T ) é

I(T ) ∼
[
Ae(−J/kBT ) + Be(−3J/kBT ) + Ce(−6J/kBT )

]
/Z (4.1)

onde Z = 1 + 3e(−J/kBT ) + 5e(−3J/kBT ) + 7e(−6J/kBT ) é a função de partição e A, B, C são
parâmetros ajustáveis proporcionais à probabilidade de transição dentro de cada multi-
pleto. A linha sólida no detalhe da fig. 4.6 mostra o ajuste de I(T ) à eq. (4.1) com os
parâmetros A = 10(2), B = 1.0(0.5), C = 4500(200) e J/kB = 45(2) K. O valor obtido
para J está de bom acordo com aquele obtido à partir do ajuste de Curie-Weiss aos dados
de χ(T ).

Devemos esperar também que os multipletos originados pelo acoplamento dos pares
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Figura 4.8: Na escala à esquerda mostramos a dependência com a temperatura de C/T
para Zn1−xCdxCr2O4 e ZnGa2O4. À direita mostramos S(T ).

de Cr3+ contribuam para o C(T ). Para ter em conta somente as contribuições magnéticas
mostramos então na fig. 4.8 os gráficos de C/T obtidos da fig. 4.7 para cada amostra
estudada, juntamente com a diferença, (C −CZnGa2O4)/T , entre os calores espećıficos das
amostras magnéticas e o composto de referência.

Podemos obter facilmente a entropia relacionada à população dos multipletos integrando-
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se a curva da diferença, visto que S =
∫ 300

0

C−CZnGa2O4

T
dT

Como a entropia está relacionada ao número de estados acesśıveis aos sistema, Ω, por
S = RlnΩ, a degenerescência total do sistema é facilmente obtida. Obtemos, com boa
aproximação, o valor correto para a degenerescência dos ńıveis como sendo ∼ 24 = 16,
como mostrado na escala à direita da fig. 4.8. Considerando então, o mesmo esquema
de ńıveis que foi usado para RPE, a contribuição ao calor espećıfico vinda da população
destes ńıveis, que origina a assim chamada anomalia de Schottky, é dada por :

C

T
=

R

T

∂

∂T

[
T 2∂ ln Z

∂T

]
(4.2)

A fig. 4.9 mostra o ajuste usando eq.(4.2), com o valor obtido de J/kB = 35(2) K o que
sugere o esquema de ńıveis indicado na fig. 4.10. O valor obtido para J/kB é consistente
com os dados de RPE e χ(T ), obtidos independentemente.

Apesar deste modelo dar conta de muitas das caracteŕısticas magnéticas do sistema, ele
não inclui a interação dos pares com seus vizinhos, não explorando o caráter tetraédrico
único da subrede de Cr neste sistema. Se, por exemplo, usarmos a Aproximação de
Acoplamento Constante, para o cálculo de χ(T ) em ZnCr2O4, encontramos resultado
idêntico ao de uma rede cúbica simples AFM não frustrada. Esta contradição levou ao
desenvolvimento, por parte de dois de nossos colaboradores (Prof. Dr. David Huber e Dr.
Angel Garćıa-Adeva, da University of Wisconsin-Madison, Madison, Wisconsin, E.U.A.),
de um modelo mais completo para a descrição deste sistema, denominado de modelo de
campo médio tetraédrico quântico (QTMF em inglês ). [88] Um resumo deste modelo esta
apresentado no Apêndice F.

O modelo QTMF nada mais é do que um modelo de campo médio constrúıdo con-
siderando um conjunto de tetraedros acoplados, ao invés de spins. O spins interagem via
Heisenbern, sendo J1 a constante de troca entre os spins dentro do tetraedro (primeiros
vizinhos) e J2 a interação entre spins de tetraedros vizinhos (segundos vizinhos). Repro-
duzimos a eq. F.7 que fornece a χ(T ) por ions

χ(T ) =
χtet(T )

3J1+3J2

(gµB)2
χtet(T )− 1

(4.3)

onde χ(T )tet é a susceptibilidade considerando-se somente as interações dentro do tetrae-
dro e é dada por (F.3).

Na fig. 4.4 são mostrados os dados de χ(T ) juntamente com o ajuste à (4.3), rep-
resentado pela linha sólida. Os parâmetros obtidos deste ajuste foram J1/kB = 39.4 K
e J2/kB = 1.17 K. Há um bom acordo entre o ajuste e os dados experimentais, com o
modelo reproduzindo o pico em ∼ 45 K, em contraste com a susceptibilidade calculada na
aproximação de Curie-Weiss, indicada na fig. 4.4 pela linha tracejada, que não apresenta
nenhum pico, crescendo monotonicamente com o decréscimo da temperatura.

Analogamente, a contribuição magnética ao calor espećıfico pode ser calculada facil-
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Figura 4.9: Dependência com a temperatura das contribuições magnéticas à C/T . A
linha pontilhada é a anomalia de Schottky calculada usando eq.(4.2) para o modelo de
pares. A linha sólida é o calor espećıfico calculado à partir de (F.8) com J1/kB = 39.4 K,
o mesmo valor obtido do ajuste de χ(T ).

mente com este modelo, considerando que as interações entre segundos vizinhos são pe-
quenas. A expressão para o calor espećıfico é dada pela eq. (F.8) do Apêndice F.

Apresentamos na fig. 4.9 o ajuste de C/T à eq. (F.8), representado pela linha sólida
com J1/kB = 39.4K. Comparando-se os dados experimentais e o ajuste obtido, vemos que
O acordo é excelente.

4.2.3 Conclusões

Em resumo, nossos resultados de RPE e χ(T ) no spinel normal ZnCr2O4, mostram
que entre 12 e 100 K, há uma transição de um regime de correlações AFM de curto
alcance para um regime de correlações de longo alcance. Isto está de acordo com os
resultados de difração de neutrôns obtidos por Lee et al [79], onde eles mostraram que a
fase paramagnética é dominada pela presença de aglomerados de spins fracamente AFM
numa geometria hexagonal.

Os resultados independentes de RPE, χ(T ) e C(T ) fornecem valores concordantes
para a constante de troca J/kB ≈ 45 K entre os ions de Cr3+, considerando apenas o
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acoplamento entre pares de spins. Um modelo mais sofisticado, dando conta das interações
entre segundos vizinhos, foi elaborado por alguns de nossos colaboradores (modelo QTMF
) que descreve com razoavelmente as propriedades deste sistema.

Como já notado, uma das propriedades não usuais dos antiferromagnetos frustrados é
sua sensibilidade a pequenas quantidades de desordem. Tal é o caso aqui, onde a transição
AFM é substitúıda por uma transição de VS com a dopagem do sistema ZnCr2O4 com
Cd. Diferentemente dos sistemas dilúıdos ZnCr2−2xGa2xO44 [80,81], onde uma fração dos
ions de Cr são substitúıdos por ions de Ga não magnéticos, o efeito da substituição por
Cd é modificar a interação Cr-Cr de um modo aleatório, levando à uma desordem nas
ligações de modo oposto à desordem no śıtio que caracteriza as amostras dopadas com
Ga. De qualquer modo, não existe ainda nenhuma teoria para lidar com a desordem nas
ligações em magnetos frustrados que possa ser utilizada para interpretar estes resultados.

4.3 Espalhamento Raman Fonônico e Eletrônico

4.3.1 Introdução

Como já comentamos, resultados de espalhamento inelástico de neutrôns obtidos por
Lee at al [78], indicam que a transição a 12 K de ZnCr2O4 pode ser considerada como um
análogo 3D de uma transição SP.

Em sistemas 1D e 2D convencionais que apresentam este tipo de transição, são ob-
servados efeitos comensuráveis no espectro Raman. Como já comentado, a fase SP se
caracteriza pela abertura de um gap na densidade de estados de spin, entre o estado
singlete e os estados excitados, e pela dimerização da rede. Usualmente este gap está
numa faixa de energia acesśıvel em espectroscopia Raman e pode ser diretamente obser-

Figura 4.10: Esquema de ńıveis utilizado para ajuste dos dados de calor espećıfico de
acordo com eq. (4.2).
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vado, [89] bem como outras excitações de spin. [90, 91] A dimerização, em muitos casos,
implica numa mudança de simetria da rede cristalina, exigindo o aparecimento e/ou a
extinção de alguns fônons no sistema, bem como anomalias no comportamento da ener-
gia de algums deles em função da temperatura. Todos estes efeitos são do mesmo modo
facilmente observáveis no espectro Raman [90,92,93]

À partir disso, resolvemos investigar o espectro Raman na cromita ZnCr2O4. As
medidas foram realizadas no intervalo de temperatura de 3.4 à 300 K e serão descritas na
seção seguinte.

4.3.2 Resultados Experimentais

Dividiremos a apresentação dos resultados de espalhamento Raman em duas partes.
Na primeira descreveremos o comportamento dos fônons ativos em Raman e na segunda
parte o espalhamento Raman eletrônico (ERE).

Fônons

No ponto Γ da Zona de Brillouim, existem 5 modos ativos em Raman: A1g + Eg +
3F2g. [94] Os tensores Raman para estas simetrias são os seguintes:

A1g =

 a
a

a

 ; Eg =

 b
b
−2b

 ,

 −
√

3b √
3b

 ;

F2g =

 c
c

 ,

 d
d

 ,

 e

e


onde os modos Eg são duplamente degenerados.

Vamos considerar as seguintes direções cristalinas do material: x = (100), y = (010),
z = (001), x′ = (110), x′′ = (110), z′ = (101), z′′ = (111). Para estas direções, teremos
as seguintes regras de polarização: (z′′, z′′) = A1g + 3F2g; (z′, z′) = A1g + Eg + 3F2g,
(z, y) = F2g(2), (z, z) = A1g + Eg, (z′, y′) = Eg + 3F2g, (x, x) = A1g e (x, y) = F2g(1).

Os autovalores e autovetores para estes modos foram obtidos por dinâmica de rede [94]
e estão resumidos na fig. 4.11. Todos os modos envolvem apenas vibrações do oxigênio,
sendo que nos modos A1g e Eg tomam parte apenas aqueles presentes no tetraedro de ZnO4

enquanto que os 3 modos F2g envolvem oxigênios tanto de ZnO4 como dos octaedros de
CrO6. Salientamos que todos os modos F2g modulam a ligação Cr-O-Cr.

Na fig. 4.12 apresentamos os espectros Raman polarizados para todos os canais de
polarização descritos acima. As freqüências diferem ligeiramente daquelas obtidas por
dinâmica de rede, estando os modos A1g, F2g(1), F2g(2) e F2g(3) em 680, 160, 500 e
600 cm−1. Comentamos que não foi posśıvel observar claramente o modo Eg devido ao
seu fraco sinal, estando porém os outros modos presentes nas polarizações esperadas. A
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A1g (692 cm-1)

Eg (457 cm-1)

F2g (3) (610 cm-1)

F2g (2) (515 cm-1)F2g (1) (186 cm-1)

Figura 4.11: Autovalores e autovetores obtidos para os fônons no centro da zona de
Brillouim de ZnCr2O4.[94] As esferas brancas representam os átomos de O, as vermelhas
os átomos de Cr, e as azuis os átomos de Zn.

dependência com a temperatura dos modos acima de 400 cm−1 revelou um comportamento
normal com a temperatura, com as freqüências e larguras de linha seguindo a lei de
Grüneisen e decaimento em dois fônons acústicos, respectivamente (vide eqs. (2.2) e (2.3)
do caṕıtulo 2). O único modo que apresentou um comportamento anômalo foi o modo
F2g(1). Consideraremos o seu caso juntamente com a análise do ERE.

4.3.3 Espalhamento Raman Eletrônico

Além do estudo dos fônons ativos no sistema, nos preocupamos em tentar observar
alguma excitação eletrônica ou magnética que fosse caracteŕıstica da fase SP 3D. Na fig.
4.13 apresentamos o ERE para baixas freqüências, ω < 220 cm−1, em várias polarizações,
à T = 3.4 K. Além do fônon a 160 cm−1, observamos um modo largo, centrado em
∼ 20 cm−1 e isotrópico, presente em todas as polarizações. Na fig. 4.14 apresentamos a
dependência com a temperatura do ERE no canal F2g. Nota-se que a posição do modo
de baixa freqüência praticamente não muda até ∼ 25 K, deslocando-se rapidamente, à
partir dáı, para altas freqüências, com sua intensidade diminuindo. Na próxima seção
discutiremos uma interpretação para este modo, bem como a análise do comportamento
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Figura 4.12: Espectro Raman para várias simetrias à T = 3.4 K para ZnCr2O4

do fônon F2g(1).

4.3.4 Análise e Discussão

Como já comentamos no ińıcio deste caṕıtulo, Lee et al demonstraram a existência de
duas excitações de spin em ZnCr2O4. Seria então o caso de indagarmos sobre a possibili-
dade de o modo observado a 20 cm−1 ser proveniente de algumas destas excitações.

A excitação observada por neutrôns em 4.5 meV só ocorre na fase ordenada, abaixo de
TN = 12 K. Logo, esta não pode ser responsável pelo sinal Raman que estamos observando,
visto que mesmo na fase paramagnética o modo Raman ainda é observado.

A outra possibilidade seria considerar a excitação de 1 meV, originada dos aglomerados
hexagonais de spins do Cr. Temos que se o sinal Raman fosse diretamente relacionado è
este caso, o pico deveria estar numa energia menor, ∼ 8 cm−1, o que não é o caso.

Ainda, estando o pico de baixa freqüência presente na fase paramagnética, fica igual-
mente descartada a hipótese de espalhamento por magnons.

Porém, a existência dos aglomerados hexagonais de Cr pode fornecer alguma pista
indireta sobre a origem do modo Raman. Uma hipótese a considerar seria supor que o es-
palhamento Raman por estes aglomerados tenha o mesmo mecanismo que o espalhamento
por impurezas. Em outras palavras, seria supor que os aglomerados são vistos do ponto
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Figura 4.13: Espectro Raman em baixas freqüências para várias simetrias à T = 3.4 K
para ZnCr2O4

de vista de espalhamento de luz, como impurezas, porém com uma distribuição uniforme
sobre toda a amostra.

Zawadowski e Cardona [95] estudaram o ERE por impurezas em metais e semicondu-
tores. Na ref. [95] eles demonstraram que o ERE neste caso gera um modo largo de baixa
freqüência dado por

∂2σ

∂ω∂Ω
= [n + 1]χ0

ωΓ0

ω2 + (ωΓ0)2
(4.4)

com Γ0 sendo a taxa de relaxação, correspondendo à posição do máximo de intensidade.
Considerando este processo, a seção de choque Raman total deve ser então a soma de

(4.4) com uma linha Lorentziana, para também ajustar o fônon F2g:

1

[n + 1]

d2σ

dωdΩ
= χ0

ωΓ0

ω2 + (ωΓ0)2
+

2A

π

Γ

4(ω − ω0)2 + Γ2
, (4.5)

onde A é a area da Lorentziana, ω0 é a freqüência do modo e Γ a sua largura de linha.
Na fig. 4.15 apresentamos o ajuste dos espectros Raman à eq. (4.5) para algumas
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temperaturas. Salientamos que o ajuste é muito bom.
Na fig. 4.16 apresentamos a dependência com a temperatura dos parâmetros de ajuste.

Os ćırculos cheios e os vazios representam duas séries de medidas. As linhas tracejadas
são apenas um guia para os olhos.

Na fig. 4.16 (a) observamos um ligeiro amolecimento do fônon F2g(1), de cerca de 1
cm−1 abaixo de T . 100 K. Acima desta temperatura a freqüência do modo apresenta o
amolecimento esperado como efeito de dilatação térmica da rede.

Na fig. 4.16 (b) apresentamos a dependência com a temperatura da largura de linha
do fônon. A linha sólida representa o comportamento esperado devido ao decaimento em
dois fônons acústicos. Observamos novamente que algo ocorre perto de T . 100 K. Entre
3.4 < T < 100 K a linha não sofre praticamente nenhum alargamento, enquanto que
acima de T ∼ 100 K ela sofre um alargamento da ordem de ∼ 33%.

Na seção anterior, conclúımos que entre 100−12 K há uma transição entre um regime
de correlações de curto para longo alcance, que relacionamos à ocorrência dos aglomerados
hexagonais vistos por neutrôns. Na fig. 4.11 vemos que todos os modos F2g são capazes
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Figura 4.14: Dependência com a temperatura do espectro Raman à baixas freqüências no
canal F2g(2) para ZnCr2O4
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de modular a interação de troca entre os Cr, devendo então ocorrer um forte acoplamento
spin-fônon entre os spins do Cr3+ e o modo F2g, o que implica num acoplamento entre
os fônons e as excitações de spin dos aglomerados. Porém, como estas excitações são de
baixa energia, somente o fônon F2g(1) possui energia próxima o suficiente para sentir um
acoplamento efetivo com estas excitações. Deste modo, uma interpretação posśıvel para o
comportamento da freqüência e largura de linha deste fônon reside na forte interação com
as excitações de spin citadas acima, que, estando diretamente relacionadas as interações
AFM de curto alcance, devem sofrer forte renormalização em torno de 100 K.

Na fig. 4.16 (c) apresentamos a dependência com a temperatura de χ0 que, ajustada
à uma expressão tipo Curie-Weiss (linha sólida), fornece Θ = −10(20) K, que na pratica
pode ser considerada como zero.

Finalmente, na fig. 4.16 (d), apresentamos a dependência com a temperatura de
Γ0. Observamos um aumento da energia do pico até T . 100 K, e acima disto o pico
permanece com energia praticamente constante ∼ 18 meV.

Lembrando que Γ0 está relacionado à taxa de relaxação do modo, este comportamento
está coerente com a interpretação deste modo como sendo originado nos aglomerados
hexagonais. Sendo isto correto, os mecanismos de relaxação spin-rede devem ser os re-
sponsáveis imediatos pela taxa de relaxação, e a transição para o regime de correlações
de longo alcance deve afetar drasticamente este modo.

4.3.5 Conclusões

Nossos resultados de espalhamento Raman por fônons indicam que, a exceção do modo
F2g(1), os outros fônons do sistema possuem o comportamento o esperado para como efeito
da dilatação térmica da rede.

O fônon F2g(1) porém, apresenta forte interação com as excitações de spin dos aglom-
erados hexagonais na fase paramagnética, sofrendo efeitos de renormalização em torno de
100 K, que é limiar da FPAT.

O ERE indica o aparecimento de um modo de baixa freqüência no ZnCr2O4. Este modo
pode ser corretamente interpretado como ERE originado pelos aglomerados hexagonais de
spins, cujo comportamento é muito semelhante ao espalhamento Raman por impurezas.
O comportamento da energia deste modo qualitativamente corrobora esta interpretação.

Diferentemente do que ocorre com os SP 1D e 2D, em ZnCr2O4 não há o aparecimento
ou extinção de modos abaixo de TN , como resultado na mudança de simetria, nem são
observadas anomalias em seu comportamento em torno da temperatura de transição. As
mudanças ocorrem bem mais acima, em torno de 100 K, onde as correlações de longo
alcance começam a tomar importância.
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Caṕıtulo 5

Magnons nas Manganitas
Magnéticas Bicamadas
La2−2xSr1+2xMn2O7

5.1 Introdução

Neste caṕıtulo trataremos do estudo dos magnons nas manganitas magnéticas bica-
madas La2−2xSr1+2xMn2O7 para 0 < x < 0.50. A motivação para este trabalho foi buscar
compreender o comportamento inusitado do calor espećıfico em baixas temperaturas neste
sistema. Como se mostrará a seguir, o calor espećıfico, para as curvas de C/TvsT 2, apre-
senta um comportamento linear a campo zero em toda a faixa de valores de x com valor
relativamente alto para o termo eletrônico, ∼ 20 mJ/mole K2, quando comparado a out-
ras manganitas. Na presença de campo magnético este comportamento desaparece, dando
lugar a uma dependência não linear com a temperatura e diminuição do valor do termo
eletrônico. Mostraremos que este comportamento pode ser bem compreendido se con-
siderarmos as contribuições magnéticas ao calor espećıfico como originadas em magnons
bidimensionais (2D). Como forma de testar a coerência de nossa análise, aplicaremos o
mesmo modelo de magnons 2D para o comportamento da magnetização em função da
temperatura e, também compararemos nossos resultados com resultados de difração de
neutrôns, encontrando um bom acordo.

5.2 Propriedades F́ısicas

Os óxidos de metais de transição tem atráıdo enorme interesse tecnológico com o
advento da eletrônica de spin. [96] Nas manganitas, em especial, o fenômeno de magne-
toresistência colossal (MRC) pôs em evidência a forte correlação entre magnetismo e trans-
porte. Por exemplo, na fig. 5.1 mostramos as curvas de resistividade com e sem campo
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magnético aplicado, obtidas por Hundley et al [97] para a manganita La0.7Ca0.3MnO3 que
é FM abaixo de TC = 250 K. Há uma variação de cerca de 100% entre a resistividade a
H = 50 kOe e zero em torno de TC .

T (K)

Figura 5.1: Curvas de resistividade com e sem campo magnético aplicado, obtidas por
Hundley et al [97] para a manganita La0.7Ca0.3MnO3.

As manganitas e, também as bicamadas, são casos especiais da série de Ruddlesden-
Popper. [98] Esta série é constrúıda através do empacotamento, ao longo do eixo c, de
camadas constitúıdas de octaedros de MnO6 separados por estruturas tipo sal de rocha
de (R,A)2O2 (R = terra rara e A = alcalino terroso). Na fig. 5.2 mostramos a série para
n = 1, 2, 3 e ∞ camadas. Para n = 1 temos a estrutura tipo La2CuO4, que é o composto
parente dos SATC da famı́lia 214. Para n = 2 temos a estrutura das bicamadas, que
serão estudadas aqui, e para n = ∞ temos a estrutura das manganitas 3D, cujo composto
La0.7Ca0.3MnO3 citado acima, é um exemplo particular.

A descoberta da MRC nas bicamadas [99] com valores algumas ordens de grandeza
maiores do que nas manganitas convencionais dopadas com Sr, citando como exemplo
ρ(0)/ρ(H) ∼ 20.000% para H = 9 T e TC ∼ 130 K em x = 0.40 (vide fig. 5.3) em
comparação com ρ(0)/ρ(H) ∼ 110% para H = 15 T e TC ∼ 200 K em La0.85Sr1.8MnO3,
originou novas indagações a respeito da importância da dimensionalidade nestes sistemas.

As bicamadas possuem como principal caracteŕıstica o comportamento altamente
anisotrópico de suas propriedades magnéticas e de transporte e forte dependência com a
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concentração de buracos, x. Além disso, este sistema apresenta propriedades magnéticas
e de transporte únicas, inerentes à sua estrutura eletrônica 2D. [100] Sua estrutura
cristalina, como já comentado, corresponde à série de Ruddlesdes-Popper com n = 2.
Esta estrutura está ilustrada na figura 5.5, onde as linhas tracejadas representam a cela
unitária. Estão também indicadas as constantes de troca intraplano de MnO2, J‖, inter-
planos, J⊥ e entre as camadas duplas de MnO2, J ′.

Figura 5.2: Série de Ruddlesden-Popper.[98]

A estrutura magnética deste sistema está relacionada ao ordenamento dos spins de
Mn3+/Mn4+ presentes nos planos de MnO2. Para x = 0 a valência do ı́on de Mn é 3+,
fornecendo spin efetivo de S = 2. Os 4 elétrons do Mn3+ estão no ńıvel 3d, que sob o
efeito do campo cristalino se abrem em dois ńıveis que são o eg, duplamente degenerado, e
o t2g, triplamente degenerado. O ı́on de Mn3+ é um ı́on que sofre forte efeito Jahn-Teller
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Figura 5.3: Curvas de resistividade a vários campos para a bicamada x = 0.40.[100]

e sob este efeito o ńıvel eg se desdobra nos orbitais dx2−y2 e dz2 . Os 4 elétrons vão então
se arranjar de acordo com o esquema ilustrado na fig. 5.4(a). No outro extremo da série,
x = 1, o Mn possui valência 4+, não ocorrendo neste caso efeito Janh-Teller e, o esquema
de ńıveis é o ilustrado na fig. 5.4(b).

Para 0.30 < x < 0.50, Koizumi et al [101] mostraram que a população de elétrons no
orbital dx2−y2 permanece praticamente constante, enquanto que a população no orbital
dz2 diminui com o aumento de x. Ainda, Ishikawa et al [102] mostraram que a distorção
Jahn-Teller está presente no plano para x = 0.30, tendendo a estabilizar o orbital dx2−y2

(fig. 5.4(c), acima). Com o aumento de x, a distorção passa a ocorrer ao longo do eixo c,
estabilizando o orbital dz2 (fig. 5.4 (c), abaixo).

Os spins do Mn formam uma rede quadrada e para x ≤ 0.32 estão alinhados paralelos
ao eixo c e para x ≥ 0.33 estão no plano ab. Do ponto de vista do ordenamento magnético
em baixas temperaturas, T < 10 K, e do comportamento de ρ, podemos classificar os
membros da série como sendo [103,104]:

(i) para x = 0.30: ordenamento FM ao longo do eixo c e caráter metálico.
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Figura 5.4: Esquemas de ńıveis eletrônicos nas bicamadas com x = 0(a) e 1(b). Em (c),
mostramos os orbitais dx2−y2 (acima) e dz2 (abaixo) do Mn no octaedro de MnO6

(ii) para x = 0.32: ordenamento FM ao longo do plano ab e caráter metálico.

(iii) para 0.32 ≤ x < 0.48: ordenamento FM ao longo do plano ab com pequena compo-
nente AFM ao longo de c e caráter metálico para 0.32 ≤ x ≤ 0.40 e isolante para
x > 0.40.

(iv) para 0.48 ≤ x < 0.50: AFM do tipo ”A”isolante com pequena fração (< 18%) de
uma fase metálica AFM do tipo ”CE”.

5.3 Resultados Experimentais

A seguir, passaremos a apresentar os resultados experimentais.

5.3.1 Magnetização

Na figura 5.6 apresentamos as curvas de MvsT para as amostras FM, x = 0.30, 0.32
e 0.36. Todas as medidas foram RC com H = 1 T desde 300 até 1.8 K. Todas as curvas
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Figura 5.5: Estrutura da manganita bicamada La2−2xSr1+2xMn2O7. As linhas tracejadas
representam a cela unitária e J‖, J⊥ e J ′ são as constante de troca, como descrito no
texto.

mostram as transições FM com TC ∼ 100 − 140K, como já reportado na literatura [100]
e, uma ligeira anisotropia entre H ‖ c e H ‖ ab.

Na escala à esquerda da figura 5.7 mostramos as curvas de MvsT para a amostra AFM
x = 0.50. A amostra foi resfriada desde 750 até 1.8 K com 1 T de campo aplicado. Como
já comentado anteriormente, esta amostra possui duas fases AFM e as duas TN que podem
ser visualizadas nas curvas da figura 5.7. A escala à direita mostra as curvas de χ−1vsT .
Acima de T ∼100 K as curvas são idênticas tanto para H ‖ ab como H ‖ c. A curva
sólida representa o ajuste à Lei de Curie-Weiss, χ−1 = (T − θ)/C, para T > 600 K com
os parâmetros pef =

√
8C = 4.59 µB/Mn e o valor de θ = 300 K. Os ions de manganês

neste composto têm valência 3.5 e assim o valor esperado para pef é 4.4 µB/Mn, em bom
acordo com nosso resultado.

A figura 5.8 mostra as curvas de C/TvsT 2 a campo zero e para H = 9T ‖ c. Chamam
a atenção, o comportamento linear das curvas a campo zero e seu alto valor de γ e a forte
dependência com o campo magnético dos dados.
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Figura 5.6: MvsT para as manganitas bicamadas FM x = 0.30, 0.32 e 0.36 para H =1T.
Śımbolos sólidos representam H ‖ ab e os abertos H ‖ c.

5.4 Modelo Teórico

Com o objetivo de obter um modelo consistente, iremos aplicar nossa análise tanto para
os resultados de magnetização como os de calor espećıfico. A idéia central é considerar
que as contribuições magnéticas relevantes neste caso vem dos planos de MnO2, pois
J‖ > J⊥ � J ′, conforme indicações já obtidas por difração de nêutrons [105–108].

A Hamiltoniana do sistema de spins na presença de um campo magnético externo será
então:

H = J‖
∑
i,j

Si · Sj + 2µBH
∑

i

Sz
i , (5.1)

com a somatória extendendo-se sobre os primeiros vizinhos.
Considerando magnons acústicos FM 2D, com vetores de onda k = ka+kb, medido em

unidades do rećıproco da distância entre primeiros vizinhos, 3.87Å, a relação de dispersão
à baixas temperaturas será obtida aplicando-se a transformação de Holstein-Primakoff à
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Figura 5.7: Escala à esquerda: MvsT para a amostra AFM x = 0.50 com H =1T. As
linhas pontilhadas verticais correspondem às temperaturas de Nèel para as duas fases
AFM em TCE

N = 145 K E TA
N = 210 K. Escala à direita: χ−1vsT com a linha sólida

mostrando o ajuste à Lei de Curie-Weiss com o parâmetros pef =4.59 µB/Mn e θ =300
K. Os śımbolos sólidos representam H ‖ ab e os abertos H ‖ c.

eq. (5.1), que fornece

~ω(k) = −J‖Sk2 + 2µBH ≡ Dk2 + ∆, (5.2)

onde S é o spin efetivo, D ≡ J‖S a constante de dureza dos magnons e ∆ = 2µBH o gap
que se abre na relação de dispersão devido à presença do campo magnético e k2 = k2

x +k2
y.

Detalhes do cálculo são dados no Apêndice G.
O spin efetivo pode ser calculado como se segue. Considerando-se que a valência

teórica dos ions de manganês no composto não dopado x = 0, La2SrMn2O7, é 3+ e, que
sua configuração eletrônica é 3d44s0, isto implica que S(x = 0) = 2. Este valor deve ser
reduzido de x/2 para cada x buracos de dopagem, fornecendo o spin efetivo em função de
x como S(x) = (4− x)/2.

A magnetização de saturação é M(0) = M(T → 0) = 2µBNs/V . Cada magnon
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Figura 5.8: C/T vs T 2 para x = 0.30(a), 0.32(b), 0.36(c) e 0.50(d). Os śımbolos abertos
representam medidas a campo zero e śımbolos sólidos aquelas a H = 9 T ‖ c

diminui o spin total Ns de 1 unidade, sendo 〈n〉 o número médio de magnons, M(T ), será

M(T ) = 2µB
Ns− 〈n〉

V

ou ainda,
∆M

M(0)
=

M(0)−M(T )

M(0)
=
〈n〉
Ns

Usando estat́ıstica de bósons [109] temos que

〈n〉 =
∑

k

1

e~ω/kBT − 1
=

N

2π

∞∫
0

kdk

e~ω/kBT − 1
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e assim,
∆M

M(0)
=

1

4πS

∫ ∞

0

kdk

e
~ω(k)
kBT − 1

(5.3)

Usando a relação de dispersão (5.2), obtém-se finalmente

∆M

M(0)
= − T

8πDS
ln(1− e−

∆
T ), (5.4)

usando-se ∆ em K.1

O cálculo para o caso AFM é bem mais complicado e não será considerado aqui.
A energia média do sistema pode ser calculada à partir de,2

E =
∑

k

~ω(k)n(k) =
1

(2π)2

∫
~ω(k)

e~ω(k)/kBT − 1
d2k (5.5)

De (5.5) se obtém o calor espećıfico facilmente, pois C = ∂E/∂T . Então, considerando-
se um elemento de volume d2k = 2πkdk no espaço de fase 2D do sistema, o calor espećıfico
dos magnons FM 2D será obtido resolvendo-se :

Cmag =
1

4πkBT 2

∫ ∞

0

k[~ω(k)]2e
~ω(k)
kBT

[e
~ω(k)
kBT − 1]2

dk (5.6)

Utilizando (5.2) para campo zero, ∆ = 0, o calor espećıfico fica:

Cmag(H = 0) =
πRkB

24D
T ≡ γmagT , (5.7)

onde γmag ≡ πRkB/24D para as amostras FM e deve ser multiplicado por um fator 2
para a amostra AFM visto que neste caso há dois ramos degenerados para cada valor de
k (vide Apêndice G). Para o caso de ∆ 6= 0 o resultado não é anaĺıtico.

Semelhante dependência para o calor espećıfico foi derivada anteriormente por Colpa
[112] na análise do calor espećıfico em baixas temperaturas no AFM tipo camada
(CnH2n+1NH3)2CuX4 (n = 1 − 10 e X = Cl ou Br). Este sistema é muito semelhante

1Rigorosamente falando, devemos comentar que a expressão (5.4) só pode ser obtida para campo
magnético não nulo, visto que a integral em (5.3) diverge se ∆ = 0. Isto é um resultado bastante
conhecido da f́ısica do estado sólido chamado de teorema de Mermin-Wagner. [110] Este teorema garante
que para sistemas 1D e 2D descritos pela Hamiltoniana de Heisenberg com interações isotrópicas de curto
alcance, não há ordem FM ou AFM para T > 0. Recentemente, este teorema foi generalizado para
interações de Heisenberg de longo alcance. [111] Em nosso caso, o ordenamento FM ou AFM é garantido
pela forte anisotropia do sistema. Nosso interesse é apenas mostrar que os magnons que contribuem à
magnetização e calor espećıfico podem ser tratados como 2D.

2Cabe comentar que, apesar de o teorema de Mermin-Wagner indicar a ausência de magnetização
espontânea à campo zero no caso 2D, a energia média do sistema não diverge para ∆ = 0, apesar de 〈n〉
divergir. Este fato já foi comentado por Colpa. [112]
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as bicamadas.
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Figura 5.9: ∆M/M(0) vs −T ln[1 − e1.34/T ] para as amostras FM. As linhas sólidas rep-
resentam o ajuste linear para T < 30 K de acordo com eq. (5.4).

Teremos então para campo zero a seguinte expressão para o calor espećıfico total:

C

T
(H = 0) = γe + γmag + βT 2 ≡ γef + βT 2, (5.8)

onde definimos um γ efetivo como γef = γe + γmag, de modo que o comportamento de
C/T vs T 2 pode ser visto como uma curva linear a campo zero.

Do valor de γe podemos obter a densidade de estados no ńıvel de Fermi, g(εF ), e
vice-versa, através de

g(εF ) =
3γe

π2k2
B

(5.9)
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Para H 6= 0 teremos:

C

T
(H 6= 0) = γe + βT 2 +

1

4πkBT 3

∫ ∞

0

k[~ω(k)]2e
~ω(k)
kBT

[e
~ω(k)
kBT − 1]2

dk (5.10)

com ~ω(k) dado por (5.2). Para a amostra AFM, o prefator em frente da integral deve ser
multiplicado por 2, para dar conta da degenerescência dupla para cada k já comentado
anteriormente.

5.5 Análise e Discussão
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Figura 5.10: C/T vs T 2 à campo zero ajustados a eq. (5.8).

A figura 5.9 mostra os gráficos de ∆M/M(0) em função de −T ln[1 − e−∆/T ] para as
amostras FM. O campo de H = 1 T (∆ = 1.34 K) foi aplicado paralelo ao eixo fácil de
cada amostra: ‖ c para x = 0.30 e ‖ ab para x = 0.32 e 0.36. Os dados foram ajustados
a ∆M/M(0) = −bT ln[1 − e−∆/T ], com b = 1/8πDS. Os parâmetros obtidos estão na
tabela 5.1.
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Tabela 5.1: Parâmetros b, D e J‖, obtidos como descrito no texto.

x b(10−4K−1) D(K) J‖(K)
0.30 1.9(1) 112(6) -60(2)
0.32 2.1(1) 104(6) -56(2)
0.36 1.6(1) 138(9) -76(4)

Verificamos que o ajuste para T < 30 K é excelente e os valores para J‖ obtidos estão
em concordância com aqueles reportados na literatura [106–108]. Deste modo, podemos
concluir que a principal contribuição à magnetização em baixas temperaturas nas amostras
FM provém de magnons FM 2D.

A figura 5.10 mostra o ajuste do calor espećıfico a campo zero a eq.(5.8). No intervalo
1.8 ≤ T ≤ 10 K, os dados estão em bom acordo com o modelo de magnons FM 2D. A
partir desta análise nós obtivemos os valores de γef e β para todas as amostras.

Tabela 5.2: Parâmetros experimentais obtidos a partir dos dados de calor espećıfico.
x γeff γe β D(H = 9T)

(mJ/mole K2) (mJ/mole K2) (mJ/mole K4) (K)
0.30 28(1) 7.0(2) 0.27(3) 88(4)
0.32 25(1) 7.0(3) 0.31(3) 96(2)
0.36 23(1) 7.0(2) 0.27(2) 98(6)
0.50 24(1) 4.0(8) 0.40(4) 196(16)

Tabela 5.3: Parâmetros obtidos a partir dos parâmetros experimentais e/ou diretamente
do ajuste dos dados de calor espećıfico.

x g(εF ) γmag D(H = 0) J‖(H = 0) J‖(H = 9T)
(states/ Ry f.u.) (mJ/mole K2) (K) (K) (K)

0.30 40(1) 21(1) 104(2) -56(2) -47(1)
0.32 40(2) 18(1) 122(2) -66(4) -52(2)
0.36 40(1) 16(1) 136(2) -74(4) -54(2)
0.50 23(5) 20(1) 218(4) -124(6) -112(8)

A figura 5.11 mostra os dados de C dependente do campo ajustados a eq. (5.10).
Deste ajuste nós obtemos γe e D(H =9T ) e a partir destes, os valores para g(εF ) (usando
(5.9) ) e J‖(H =9T), respectivamente. Cabe comentar que neste ajuste nós usamos os
valores de β obtidos da análise a campo zero.
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Dos referidos ajustes a zero campo e 9 T, calculamos γmag = γeff − γe e a partir deste
D(H =0), e então J‖(H =0). Os parâmetros experimentais γeff , γe, β e D(H =9 T) estão
listados na tabela 5.2. Os valores de g(εF ), γmag, D(H = 0), J‖(H = 0) e J‖(H = 9
T), derivados a partir dos parâmetros experimentais e/ou diretamente dos ajustes, estão
listado na tabela 5.3.
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Figura 5.11: C/T vs T 2 à H = 9 T ‖ c ajustados a eq. (2.8).

Os valores de γe e g(εF ) para x = 0.30, 0.32 e 0.36, estão em razoável acordo com
aqueles reportados na literatura, [113] que sugerem comportamento semi-metálico, indo
de encontro a resultados de cálculos de estrutura de bandas. [114] Em particular, para
x = 0.50, encontramos g(εF ) =23 estados/Ry f.u., em excelente acordo com a previsão
teórica de 19 estados/Ry f.u. [114]

Os valores de J‖(H = 0) e J‖(H = 9 T), estão em razoável acordo com resultados
anteriores obtidos por difração de nêutrons. [105–108] Na figura 5.12 comparamos os
valores de J‖ obtidos em ambas as análises e também com aqueles obtidos por Hirota et
al [105] por difração de neutrons. Os valores de J‖(H =0) obtidos por M vs T e C/T
vs T 2 a campo zero são muito próximos. Já os valores de J‖(H = 9 T) diferem dos de
J‖(H = 0), o que pode ser uma conseqüência da presença do mecanismo de dupla-troca,
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pois num sistema de Heisenberg puro, J deve ser independente do campo.
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Figura 5.12: Comparação entre os valores de J‖ obtidos por nós e aqueles reportados
por Hirota et al,[105] sendo estes últimos representados por triângulos. Os quadrados
correspondem aos valores obtidos da análise de MvsT . Os ćırculos abertos (sólidos),
correspondem aos valores obtidos da análise de C/T vs T 2 com H = 0(9 T)

Os valores de J‖(H = 9 T) estão em maior concordância com os resultados de difração
de nêutrons do que os J‖(H = 0). Certamente isto está relacionado ao fato de que as
escalas de energia envolvidas são diferentes. As medidas termodinâmicas a campo zero
sondam magnons de baixas energias, enquanto que a medida a 9 T envolve magnons
com energia ligeiramente maior, visto que se abre um gap ∼ 1 meV em sua relação de
dispersão. Por outro lado, os experimentos de nêutrons envolvem magnons com energias
acima de 3 meV, de modo que esperamos realmente que nossos resultados a campo não
nulo sejam mais próximos dos resultados de nêutrons.

5.6 Conclusões

Em resumo, vimos que o modelo proposto de magnons FM 2D pode explicar de modo
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muito satisfatório e consistente os resultados de C(T, H) e M(T ) para todos os valores
de x, mesmo no caso AFM, x = 0.50. Para este último, o comportamento linear é con-
seqüência do fraco acoplamento entre as bicamadas, J ′ � J‖, que possibilita a ocorrência
dos magnons FM 2D.

A consistência entre os valores de J‖ obtidos para as análises da magnetização e calor
espećıfico, bem como a concordância com os valores observados na literatura, fornece bom
suporte a nossa análise.



Caṕıtulo 6

Conclusão Geral

Esta tese teve como objetivo apresentar o estudo de diversas excitações importantes
na f́ısica da matéria condensada, que foram os fônons, magnons, excitações eletrônicas
no estado supercondutor e excitações eletrônicas entre os multipletos de ions de Cr, em
sistemas magnéticos e supercondutores.

Através deste estudo, mostramos que sendo acesśıvel certo conjunto mı́nimo de técnicas
experimentais, tais como RPE, χ(T ), C(T ) e Espectroscopia Raman, é posśıvel se analisar
um vasto leque de excitações, correlacioná-las à outras excitações não acesśıveis e obter
assim uma descrição bastante geral à respeito das propriedades de inúmeros sistemas.

Para o caso particular do supercondutor MgB2, nossos resultados mostraram que a
dependência com a temperatura do modo E2g não apresenta qualquer anomalia em Tc,
indicando que o envolvimento do fônon E2g ao redor do ponto Γ no mecanismo supercon-
dutor do MgB2 deve ser revisto, bem como o próprio mecanismo sugerido por inúmeros
trabalhos.

Para o SATC Y123, nossos resultados mostraram que os picos de ERE nos canais A1g

e B1g não são devidos a processos de quebra de pares, considerados dentro do modelo
de Devereaux et al, [35–37] aceito amplamente até o momento. Mostramos que estes
picos são adequadamente interpretados em termos do modelo de Zeyher e Greco [38] que
relaciona o ERE nos canais A1g e B1g as flutuações dos parâmetros de ordem de d -ODC
e supercondutor, respectivamente. Implicitamente, isto favorece o modelo de Cappelluti
e Zeyher [39] para a supercondutividade nos SATC, baseado no modelo t− J .

Já no caso de sistemas magnéticos, nossos resultados de RPE e χ(T ) no spinel normal
magneticamente frustrado ZnCr2O4, mostraram que entre 12 e 100 K, há uma transição
de um regime de correlações AFM de curto alcance (FPAT) para um regime de correlações
de longo alcance (FOBT). Isto está de acordo com os resultados de difração de neutrôns
obtidos por Lee et al [79], onde eles mostraram que a fase paramagnética é dominada
pela presença de aglomerados de tetraedros de spins fracamente AFM dentro de numa
geometria hexagonal (vide fig. 4.3). Mostramos a importância das interações entre os
ions de Cr através dos resultados independentes de RPE, χ(T ) e C(T ) que os quais pud-
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eram ser gradativamente melhor explicados considerando interações entre pares de Cr e
posteriormente interações entre 4 Cr tetraedricamente coordenados. Certamente uma ex-
plicação mais completa deve ser obtida considerando-se os os aglomerados hexagonais. Os
resultados de espalhamento Raman por fônons indicaram que o fônon F2g(1) apresenta
forte interação com as excitações de spin dos aglomerados hexagonais na fase param-
agnética, sofrendo efeitos de renormalização em torno de 100 K, que é limiar da FPAT. O
ERE indicou o aparecimento de um modo de baixa freqüência no ZnCr2O4. Este modo
pode ser corretamente interpretado como ERE originado pelos aglomerados hexagonais de
spins, cujo comportamento é muito semelhante ao espalhamento Raman por impurezas.
O comportamento da energia deste modo qualitativamente corrobora esta interpretação.
Diferentemente do que ocorre com os SP 1D e 2D, em ZnCr2O4 não há o aparecimento
ou extinção de modos abaixo de TN , como resultado na mudança de simetria, nem são
observadas anomalias em seu comportamento em torno da temperatura de transição. As
mudanças ocorrem bem mais acima, em torno de 100 K, onde as correlações de longo
alcance começam a tomar importância.

Finalmente para a bicamada, mostramos que os resultados de C(T ) e M(T ) para
todos os valores de x podem ser explicados de modo muito satisfatório e consistente
considerando-se as contribuições de magnons FM 2D. A consistência entre os valores de
J‖ obtidos para as análises da magnetização e calor espećıfico, bem como a concordância
com os valores observados na literatura, fornece bom suporte a nossa análise.



Apêndice A

Acoplamento elétron-fônon

Gostaŕıamos de apresentar neste apêndice algumas considerações a respeito da in-
teração elétron-fônon. Em vários trechos desta tese comentamos sobre acoplamento forte,
acoplamento fraco, sem nos preocuparmos em definir de modo mais exato o significado
destes termos. Tentaremos fazer isto no que segue.

Como exemplo clássico para tratar a interação elétron-fônon, vamos considerar o caso
do acoplamento entre um elétron e um fônon longitudinal óptico.

Em uma rede de Bravais monoatômica, o espectro de fônons consiste somente de 3
ramos acústicos, sendo que destes, 2 são modos transversais (TA) e o outro longitudinal
(LA). Já no caso de uma rede com uma base, com p átomos por célula primitiva, existem
além dos 3 modos acústicos, 3(p− 1) modos ópticos, sendo p− 1 longitudinais (LO) como
2(p− 1) transversais (TO).

Se ainda, o cristal é iônico então, associado aos modos de vibração ópticos, existe
uma polarização elétrica do meio, originada pela modulação do campo elétrico interno
gerada pelo movimento dos ions. Um elétron caminhando pela rede irá sentir então forte
interação com os fônons ópticos e esta interação será maior para o modo LO. [109] O par
elétron-fônon LO forma uma nova quase-part́ıcula chamada de polaron.

Se considerarmos o caso de comprimentos de onda longos, k ≈ 0, podemos descrever a
polarização, P, originada no meio pelo fônon LO como uma função cont́ınua da posição,
P(r). Assim, a Hamiltoniana de interação do sistema poderá ser escrita como

Hel−fon = − e

4πε0

∫
d3r

P(r) · (r− rel)

| r− rel |3

que na representação de operadores de criação e destruição fica (cf. cap. 4 de [109]):

Hel−fon = i

{
e2~ω

2ε0V

[
1

ε (∞)
− 1

ε (0)

]}1/2∑
q

1

q

{
aqe

iq·rel − a†qe
−iq·rel

}
(A.1)

65



66

onde ω é a freqüência do fônon, V o volume da cela unitária, ε(∞) e ε(0) são as constantes
dielétricas nos limites de freqüências muito altas e zero, respectivamente, q é momento
do fônon, rel é a posição do elétron, aq e a†q são os operadores de criação e destruição de
fônons.

Definindo a quantidade

λ =
e2

8πε0~ω

(
2mω

~

)1/2 [
1

ε (∞)
− 1

ε (0)

]
(A.2)

a Hamiltoniana (A.1) fica

Hel−fon = 2i (~ω)3/4

(
π2~2

2m

)1/4
√

λ

V

∑
q

1

q

{
aqe

iq·rel − a†qe
−iq·rel

}
(A.3)

Em problemas complicados é sempre desejável tentar obter uma solução fácil usando
teoria de perturbação. No caso deste problema espećıfico, para utilizarmos teoria de per-

turbação em primeira ordem teremos que calcular elementos do tipo
∑
q

〈k−q,1q|Hel−fon|k,0q〉
E(0)(k)−E(0)(k−q)−~ω

,

sendo que o parâmetro que define a intensidade da interação ou, em outras palavras, a
ordem de perturbação que pode ser tomada com exatidão, é justamente o parâmetro λ
definido em (A.2).

Este parâmetro é conhecido como acoplamento elétron-fônon e usualmente se considera
como válido o tratamento perturbativo até primeira ordem para λ < 1, caso este chamado
de acoplamento fraco. Para λ > 1, que é o caso de acoplamento forte, ordems superiores
devem ser consideradas.

Uma interpretação f́ısica direta pode ser obtida para λ se calcularmos o número médio
de fônons excitados por cada polaron. Conforme deduzido no cap. 4 da ref. [109], este
valor é λ/2, indicando então que λ é diretamente proporcional ao número médio de fônons
acoplados a cada polaron, sendo então uma medida da amplitude de probabilidade de
acoplamento de um elétron com um fônon.



Apêndice B

Fônons e Supercondutores
Convencionais

Por supercondutores convencionais queremos significar aqueles cujas propriedades
seguem as previstas pela teoria BCS [115] ou a teoria de acoplamento forte elaborada
por Eliashberg [116, 117] na qual a BCS é um caso particular. Nestas teorias, uma in-
teração atrativa entre os elétron possui papel fundamental. Nos casos mais comuns se
considera esta interação como originada pelos fônons. Este fato já havia sido reconhecido
experimentalmente, antes destas teorias serem propostas, pelo efeito de diminuição em Tc

com o aumento da massa isotópica, [118–120] conhecido como efeito isotópico.
Como comentamos no Apêndice A, uma interação atrativa pode ocorrer entre os

elétrons e os fônons, originando os polarons. Bardeen, Cooper e Schrieffer [115] demon-
straram que esta interação pode induzir um acoplamente entre dois elétrons.

No caso mais geral, a Hamiltoniana de interação pode ser escrita como

Hint =
1

2

∑
k1σ1,k2σ2,k3σ3,k4σ4

Vk1σ1,k2σ2,k3σ3,k4σ4c†k1σ1
c†k2σ2

ck3σ3
ck4σ4

(B.1)

onde k e σ correspondem ao momento e spin do elétron e c (c†) aos operadores de de-
struição (criação) de elétrons. Deste modo, V descreve um potencial que intermedia a
destruição de dois elétrons com vetores de onda k1 e k2 e spins σ1 e σ2 e a criação de dois
elétrons com vetores de onda k3 e k4 e spins σ3 e σ4 através da troca de um fônon.

No caso de acoplamento elétron-fônon fraco (λ < 1), Bardeen, Cooper e Schrieffer
propuseram para o potencial a seguinte forma

〈k1k2 |V |k3k4〉 = −V0 (B.2)

se (i) k1+k2 = k3+k4, (ii) os spins são opostos e (iii) a energia do sistema é menor do que
a energia caracteŕısticas dos fônons, dada pela energia de Debye, εD. Fora destas condições
o potencial se anula. As condições (i) e (iii) são necessárias visto que a velocidade dos
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elétrons é muito maior do que a velocidade dos fônons. A condição (ii) vem do fato que
o estado singlete favorece a aproximação dos elétrons. Este conjunto de dois elétrons
acoplados por um fônon é conhecido por par de Cooper.

Com estas hipóteses, eles encontraram que abaixo de uma temperatura caracteŕıstica,
Tc, abre-se em gap, 2∆, na densidade de estados perto do ńıvel de Fermi, diminuindo
ligeiramente a energia do sistema. Nesta fase, os elétrons podem caminhar livremente
pela rede, na forma de pares de Cooper. Ainda, uma relação bastante simples foi encon-
trada para Tc, e é dada pela seguinte equação: kBTc = 1.13εDe−1/N0V0 . N0 e V0 são a
densidade de estados no ńıvel de Fermi no estado normal e o volume da cela unitária,
respectivamente. Esta equação indica que a Tc é diretamente proporcional a energia dos
fônons, εD. Esta energia por sua vez deve variar com a raiz da massa do ı́on envolvido
na vibração, se considerarmos como primeira aproximação um sistema massa-mola. Logo
Tc ∝

√
M , o que está em perfeito acordo com os resultados experimentais obtidos para

alguns metais simples, como Zn, Cd, Hg, Al, In, Tl, Sn e Pb.(vide cap. 10 de [121])
Porém, quando a energia envolvida na formação da fase supercondutora começa a

ficar alta, ou em outras palavras, quando Tc fica próxima da temperatura de Debye, ΘD,
a teoria BCS deixa de funcionar. Neste caso a aproximação (B.2) não pode mais ser
usada, pois as propriedades dinâmicas das excitações envolvidas passam a ser relevantes,
e também a aproximação de acoplamento fraco não é mais válida.

Eliashberg desenvolveu uma teoria para supercondutividade [116, 117] no caso de
acoplamento forte, extendendo as idéias de Bardeen, Cooper e Schrieffer baseando-se
na teoria de Midgal para o estado normal. [122] A complicação existente em se resolver
(B.1) em toda sua complexidade foi parcialmente removida por Eliashberg construindo
sua teoria em função de dois parâmetros fenomenológicos, que são o potencial de repulsão
Coulombiana efetivo, µ∗ e a função espectral elétron-fônon, α2F (ω).

O parâmetro µ∗ pode ser escrito como função da repulsão Coulombiana µ como
1
µ∗

= 1
µ

+ ln( ωel

ωfon
) onde ωel corresponde à freqüência de plasma e ωfon à uma freqüência

caracteŕıstica dos fônons do sistema.

A constante de acoplamento elétron-fônon pode ser obtida a partir de λ = 2
∞∫
0

dωα2F (ω) /ω.

Tanto µ∗ como α2F (ω) são facilmente obtidos por técnicas experimentais, em especial,
medidas de tunelamento, e a partir deles, Tc e outras quantidades relevantes para descrição
do estado supercondutor. Em particular a temperatura de transição pode ser escrita como

Tc = 〈ω〉
1.20

e−[ 1.04(1+λ)
λ−µ∗(1+0.62λ) ].

A teoria de Eliashberg é mais geral do que a BCS. Tendo os fônons como principal
ingrediente, é de se esperar um comportamento bastante caracteŕıstico para estes, acima
e abaixo de Tc, como resultado da renormalização da energia-própria dos fônons na fase
supercondutora.

Em geral, o que ocorre é que abaixando-se a temperatura, um fônon com energia menor
do que a energia do gap, ~ω < 2∆, sofre um amolecimento, isto é, sua freqüência diminui
abaixo de Tc. Para fônons com freqüências maiores do que a do gap, ~ω > 2∆, ocorre um
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endurecimento abaixo de Tc, ou seja, a freqüência do fônon aumenta com a temperatura.
Este comportamento está apresentado no gráfico superior da fig.B.1, extráıdo do trabalho
teórico de Zeyher e Zwicknagl [123] para o caso de acoplamento forte. Vale lembrar que
este comportamento é também válido para o caso de acoplamento fraco.

T/Tc

∆
ω

/ω
∆

Γ/
Γ

Figura B.1: Efeitos de renormalização da energia-própria dos fônons com a variação da
temperatura. No gráfico superior temos a variação da freqüência do fônon e no inferior a
variação na largura de linha. Estes gráficos são resultados teóricos extráıdos da ref. [123]
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Já para a largura de linha ocorre sempre um alargamento abaixo de Tc, com a extensão
em temperatura deste alargamento dependendo da posição relativa do fônon, como pode
ser visto no gráfico inferior da fig.B.1. Para o caso de acoplamento fraco, não deve-se
observar nenhuma anomalia na largura de linha em torno de Tc para fônons de energia
menor do que a do gap.

Ainda, para o caso de acoplamento fraco, as expressões que fornecem o comportamento
dos fônons com a temperatura possuem formas anaĺıticas simples. Definindo x = ~ω/2∆,
para x < 1 teremos por exemplo, para a renormalização da freqüência do fônon abaixo
de Tc, [124]

∆ω

ω
= − 2

(1 + λ) x
√

1− x2
tan−1

(
x√

1− x2

)
(B.3)

enquanto que para x > 1 [124]

∆ω

ω
=

1

(1 + λ) x
√

x2 − 1
ln
(
2x2 − 1 + 2x

√
x2 − 1

)
(B.4)

Para supercondutores com acoplamento fraco estes efeitos são muito pequenos, com
∆ω/ω ∼ 1%. Veja, por exemplo, o caso de Espalhamento Raman em V3Si. [125]
Para supercondutores com acoplamento forte, no entanto, estes efeitos são muito fortes,
∆ω/ω ∼ 15%. Veja por exemplo o trabalho de Hadjiev et al. [126]



Apêndice C

Espalhamento Raman Eletrônico em
Supercondutores

A seção de choque Raman, de forma geral, pode ser escrita como [127]

∂2σ

∂ω∂Ω
∝ [1 + n (ω, T )] Imχab (q, ω, T ) (C.1)

onde n(ω, T ) é o fator térmico de Bose-Einstein, e χab é a função resposta na polarização
ab, para um dado processo f́ısico.

Para o caso de ERE, o processo f́ısico envolvido corresponde a flutuações na densidade
de carga. Estas flutuações podem ser escritas em termos do seguinte operador, [127]

ρ (q) =
∑
kσ

γkc
†
k+q,σck,σ

onde c e c† são os operadores de destruição e criação usuais e γk a função vértice Raman,
que pode ser escrita em função da massa efetiva como,

γk =
m

~2

∑
a,b

es
a

∂2εn (k)

∂ka∂kb

ee
b (C.2)

onde εn corresponde a energia da banda n. A função resposta Raman pode ser escrita em
função de ρ, [127]

χab =
1

V
〈[ρa (q) , ρb (−q)]〉 (C.3)

e deste modo, sabendo-se a relação de dispersão εn(k), o ERE pode ser facilmente calcu-
lado.

É comum se expandir a função γk em termos de funções ortogonais adequadas a
simetria da rede de modo que o experimento Raman permita observar diferentes projeções
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da função vértice.
Para o caso de supercondutores convencionais, cujo parâmetro de ordem é isotrópico,

tipo onda-s, Klein e Dierker [128] mostraram que o ERE independe da polarização da luz
e ainda, a função resposta deve ser nula abaixo de ~ω = 2∆. Experimentalmente isto foi
verificado em vários supercondutores BCS. [51,53,129]

Para o caso de supercondutores não isotrópicos, como é o caso dos SATC, que têm
simetria tipo onda-d, o ERE é mais complicado.

No caso espećıfico de onda-d numa rede tetragonal temos que estudar as seguintes
polarizações: A1g, B2g e B1g. A simetria A1g + B2g pode ser obtida incidindo-se luz com
vetor campo elétrico polarizado na direção do eixo x rodado de 450 e medindo-se a radiação
espalhada com polarização girada de 900. Esta situação está ilustrada na fig.C.1a). Para
este caso particular, Devereaux [37] mostrou que o comportamento da seção de choque
Raman para baixas freqüências deve ser

lim
ω→0

Imχ ∝ ω (C.4)

A simetria B2g é obtida com as polarizações da luz incidente e espalhada ao longo dos
eixos x e y, respectivamente, como mostrado na fig.C.1b). Para este caso, Devereaux
mostrou que

lim
ω→0

Imχ ∝ ω (C.5)

Finalmente, para simetria B1g, obtida com a luz incidente e polarizada ao longo do
eixo x rodado de 450, como mostrado na fig.C.1c), Devereaux mostrou

lim
ω→0

Imχ ∝ ω3 (C.6)

Em todos os casos, se prevê [37] que deve haver um máximo na intensidade para
~ω = 2∆ em todos os canais de polarização. Ainda, a intensidade no canal A1g deve
ser menor do que no canal B1g. Experimentalmente se observa que o comportamento a
baixas freqüências segue, com excelente acordo, as leis de potência de Devereaux. Porém,
a posição dos picos nos canais A1g e B1g e as intensidades relativas não correspondem
aquelas esperadas, de modo que a origem destes picos no ERE ainda não é clara.
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polarização harmônico da 
superfície de Fermi
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Figura C.1: Harmônicos da superf́ıcie de Fermi que são observados por algumas polar-
izações para onda-d no plano ab de uma rede tetragonal. A linha preta mais espessa
representa o gap supercondutor tipo onda-d.



Apêndice D

Supercondutividade e o Modelo t− J

Apesar do sucesso das teorias BCS e de Eliashberg, resumidamente descritas no
Apêndice B, estas teorias não são capazes de explicar a supercondutividade em um grande
número de sistemas, tais como cupratos, supercondutores orgânicos, férmions-pesados su-
percondutores, Nb3Sn, etc. Por esta razão existem inúmeros modelos que propõem outros
mecanismos para supercondutividade. [44,130,131] Dentre estes abordaremos aqui o mod-
elo de Cappelluti e Zeyher [39] que trata da supercondituvidade no escopo do modelo t−J .

A forma original do modelo t − J foi primeiramente proposta por Anderson [132] e
também por Zhang e Rice. [133] A idéia central consiste no seguinte. Nos cupratos, cada
ı́on de Cu está cercado por 4 ions de O perpendiculares entre śı no plano ab e a condução
se dá essencialmente por buracos. Assim, um buraco no śıtio do oxigênio irá sentir uma
barreira de potencial dupla em relação ao cobre central, o que implica que este buraco
poderá estar num estado simétrico ou anti-simétrico.(veja por ex. cap. 4 de [134])

Estes estados podem ser combinados com o buraco no śıtio do Cu, formando estados
singleto ou tripleto. Zhang e Rice [133] mostraram que até segunda ordem em teoria
de perturbação, o estado singleto é o que possui menor energia e portanto, é posśıvel
trabalhar somente no subespaço deste estado. Após alguns cálculos, eles conclúıram que
o sistema poderia ser descrito pela seguinte Hamiltoniana efetiva,

H =
J

2

∑
〈ij〉

[
Si · Sj −

1

4
ninj

]
− t
∑
〈ij〉σ

[
c†iσ (1− ni−σ) (1− nj−σ) cjσ + H.c.

]
(D.1)

onde Si são os operadores de spin−1/2 nos śıtios i da rede quadrada 2D, J é a constante
de troca antiferromagnética entre os śıtios vizinhos 〈ij〉 e t corresponde a energia ganha
pelo elétron (buraco) ao saltar entre śıtios vizinhos. O termo de salto, t, permite o
movimento dos elétrons sem causar mudança nos spins. Dentro deste modelo há somente
três posśıveis estados para cada śıtio, que são, um elétron com spin ↑, um elétron com
spin ↓, e um buraco.
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Figura D.1: Quadrados de CuO2 com as setas mostrando as direções das correntes orbitais
que geram o antiferromganetismo orbital ou d-ODC.

Cappelluti e Zeyher [39] mostraram que o modelo t− J apresenta duas instabilidades
para o limite do número de ions, N , sendo muito grande. A primeira, está associada
com a supercondutividade do tipo onda-d e é obtida em primeira ordem da expansão em
1/N . A outra instabilidade é obtida já para o termo de ordem zero da expansão, e está
relacionado ao antiferromagnetismo orbital, ou d-ODC.

O d-ODC corresponde a uma excitação onde correntes orbitais nos quadrados de CuO2

são excitadas no sentido horário e anti-horário alternadamente, como indicado na fig.D.1.
O acoplamento entre os momenta orbitais destas correntes geram o antiferromagnetismo
orbital, [69–71] cujo parâmetro de ordem é dado por

Φ (k) = − i

2Nc

∑
qσ

J (k− q)
〈
c†qσcq+Qσ

〉
(D.2)

onde Q é o vetor de onda da excitação que no caso dos cupratos vale Q = (π, π) . Já o

parâmetro de ordem supercondutor é dado por ∆ (k) = 1
2Nc

∑
q

[J (k − q)− VC (k − q)]
〈
c†q↑c−q↓

〉
.

Segundo a teoria de Cappelluti e Zeyher, há uma competição entre estes dois
parâmetros de ordem, e justamente a partir desta competição, eles puderam explicar
o diagrama de fase dos cupratos em função da dopagem com oxigênio, que é um grande
mérito desta teoria.

Outra importante conclusão desta teoria diz respeito ao ERE na fase supercondutora
dos cupratos. O trabalho de Zeyher e Greco [38] sugeriu que os picos de ERE nos canais
A1g e B1g são devidos a flutuações de amplitude dos parâmetros de ordem supercondutor
e da d-ODC, respectivamente.



Apêndice E

Frustração Geométrica

Frustração é um fenômeno que ocorre em sistemas que possuem estado fundamental
com grande degenerescência. Por grande queremos significar graus de degenerescência que
crescem com o número de átomos do sistema. O estado fundamental altamente degenerado
impede o sistema de evoluir para outro estado, dáı originando o termo frustração.

Podemos considerar como exemplo de frustração um sistema formado por spins acopla-
dos via interação AFM de Heisenberg numa rede triangular, conforme ilustrado na
fig.E.1a). Vemos que o spin localizado a direita da base do triângulo, para se acoplar
antiferromagneticamente ao spin do topo, necessariamente deverá se acoplar ferromagneti-
camente ao outro spin que resta e vice-versa. Isto ocorre para cada vértice do triângulo,
havendo então 3 possibilidades para o arranjo dos spins nesta configuração. Sendo o caso
de 3 spins 1/2 com interação de troca AFM JAFM = J e interação FM JFM = −J , com
a Hamiltoniana de Heisenberg dada por H = JS12, a energia deste sistema será −3

4
J .

Considerando uma rede com um número N de celas unitárias como estes triângulos, o
estado fundamental terá uma energia −3

2
JN com uma degenerescência da ordem de 3N ,

tendo como resultado o não ordenamento do sistema, a menos que algum elemento externo
o ajude. Uma configuração hipotética estável esta ilustrada na fig.E.1b) Neste caso, os
spins não estão no estado fundamental antiparalelos, mas sim num estado não degenerado
de spins girados de 1200 tendo como energia total 3

8
JN . Neste caso, o ordenamento de

longo alcance torna-se posśıvel, destruindo a frutração. [135]
Este exemplo citado corresponde a um caso de frustração geométrica em 2D. Além da

rede triangular, a rede tipo kagome, onde os triângulos estão unidos pelos vértices pode
apresentar frustração 2D.

No caso 3D, a frustração geométrica pode ocorrer no ordenamento de redes magnéticas
tipo fcc, que são tetraedros unidos pelas arestas, e tipo kagome, que são tetraedros unidos
pelos vértices. A frustração geométrica foi reconhecida há muito tempo nestes sistemas
por Anderson em sua análise do estado fundamental magnético altamente degenerado
destas estruturas. [136–138] Demonstrou-se também, tanto teoricamente [139] como ex-
perimentalmente, [80,81] que a degenerescência do estado fundamental pode ser removida
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Figura E.1: a) Frustração geométrica numa rede triangular. b) Spins girados de 1200

numa rede triangular, inibindo a frustração geométrica.

por desordem atômica, levando a um ordenamento tipo vidro de spin.
Em sistemas reais, a principal caracteŕıstica que permite identificar frustração

magnética é a observação da ocorrência do ordenamento a temperaturas muito menores
do que a temperatura de Curie-Weiss, Θ. Assim, é comum definir-se como parâmetro de
frustração a razão entre a Θ e a TC (ou TN) do material, f = Θ

TC
. A teoria de campo

médio para duas subredes AFM fornece justamente f = 1. Aumentando-se o número de
subredes podemos aumentar o valor de f . Por exemplo, para 32 subredes encontra-se
f = 15 [135]. Porém, experimentalmente não são observados sistemas com tantas subre-
des assim, de modo que para sistemas AFM, é comum considerar o valor de f = 10 como
limiar razoável para começar a considerar o sistema como frustrado.



Apêndice F

Modelo de Campo Médio para
ZnCr2O4

Este apêndice descreve resumidamente o modelo QTMF de Garcia e Huber [88].
Para descrever o sistema de spins na cromita ZnCr2O4 na presença de um campo

magnético externo H0, vamos considerar a seguinte Hamiltoniana, contendo os termos de
Heisenberg e Zeeman,

H =
∑
i,j

Jijsi · sj − gµBH0 ·
∑

i

si (F.1)

onde a somatória se estendo sobre todos ions vizinhos.
A Hamiltoniana anterior pode ser facilmente diagonalizada no subspaço de spin total

para o tetraedro, considerando apenas a interação de troca entre os primeiros vizinhos,
J1. O spin total, S, para o tetraedro, corresponde a adição de 4 momenta de spin 3/2
dos Cr3+ e portanto vale S = 0, 1, 2, 3, 4, 5, 6 com as degenerescências de cada multipleto
dadas por gS = 4, 9, 11, 10, 6, 3, 1, respectivamente (veja maiores detalhes na ref. [140]).

A contribuição do ńıvel de energia ES a magnetização é dada por MS = −∂ES(H)/∂H,
de modo que a magnetização total no tetraedro será

M =

∑
S

MSe−ES/kBT∑
S

e−ES/kBT

que vale (vide eq. (2) de [88])

M =

∑
S

gSSej1S(S+1)FS (x) BS (x)∑
S

gSSej1S(S+1)FS (x)
(F.2)

onde FS (x) = sinh
(

2S+1
2S

x
)
/ sinh

(
x
2S

)
, BS (x) = 2S+1

2S
coth

(
2S+1
2S

x
)
− 1

2S
coth

(
x
2S

)
é a
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função de Brillouim, x = H0S
T

e j1 = J1

T
.

A susceptibilidade por ı́on no tetraedro é definida como χtet = m/H0, onde m é a
magnetização por ı́on m = M/4. No limite de x � 1, χtet vale

χtet =
1

12T

∑
S

gSS(S + 1)(2S + 1)ej1S(S+1)∑
S

gS(2S + 1)ej1S(S+1)
(F.3)

A eq. (F.3) não leva em conta a interação entre os tetraedros, que deve ser muito
relevante devido a frustração do sistema, e também como revelado por experimentos de
difração de neutrons. [79]. Podemos levar em conta a esta interação dentro da aproximação
de campo médio da seguinte maneira.

Podemos reescrever (F.1) como

H =
∑

i

gµBsi ·

{∑
j

Jij

gµB

sj −H0

}
(F.4)

e separando o termo

Bef =
∑

j

Jij

gµB

sj −H0 (F.5)

(F.4) fica com a forma da Hamiltoniana de Zeeman

H =
∑

i

gµBsi ·Bef

com o campo magnético dado pelo campo efetivo (F.5).
Uma aproximação posśıvel é substituir o spin si de (F.5) por um spin médio, que pode

ser obtido a partir da magnetização como 〈si〉 = m/gµB. Assim, o campo efetivo pode
ser escrito como

Hef =
∑

j

Jij

(gµB)2
m−H0 (F.6)

Considerando agora somente as interações entre os z = 3 primeiros vizinhos e os z′ = 9
segundos vizinhos, teremos

m = χtet

{
3J1m + 9J2m

(gµB)2 −H0

}
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e dividindo ambos os lados por H0,

χ = χtet

{
3J1 + 9J2

(gµB)2 χ− 1

}
onde χ = m/H0 é a susceptibilidade efetiva que buscamos. Isolando χ da equação anterior,
teremos finalmente

χ =
χtet

3J1+3J2

(gµB)2
χtet − 1

(F.7)

que é a expressão para a susceptibilidade magnética levando em conta as interações entre
os tetraedros vizinhos.

A contribuição magnética ao calor especifico pode ser calculada facilmente dentro deste
modelo, considerando que as interações entre segundos vizinhos são pequenas. O calor
espećıfico pode ser diretamente expresso como a derivada da energia interna em relação

a T . A energia interna vale U = 3J1 <
−→
Si ·

−→
Sj > onde i, j são os primeiros vizinhos.

O valor médio é calculado como <
−→
Si ·

−→
Sj >= Tχtet − S(S + 1)/3 e o calor espećıfico

fica então

C = 3J1{χtet + T
∂χtet

∂T
} (F.8)



Apêndice G

Cálculo da Relação de Dispersão
para Magnons 2D

Neste apêndice mostraremos os detalhes do cálculo para a obtenção da relação de
dispersão dos magnons 2D. Iremos considerar os casos FM e AFM separadamente.

G.1 Caso FM

A estrutura magnética para as bicamadas com x < 0.48 pode ser esquematicamente
representada como na fig. G.1 para x = 0.40. [103, 104] Para x < 0.32 a única diferença
é que os spins estão FM na direção c. Temos então uma cela unitária magnética com
dois spins, rotulados de A e B, com as interações de troca indicadas na figura, de modo
semelhante as já comentadas no texto.

Resultados de difração de nêutrons indicam que J‖ > J⊥ � J ′, [105–108] e neste caso,
desprezando a interação entre planos, J ′ ∼ 0 a Hamiltoniana 5.1 do sistema pode ser
escrita como

H =
∑
i,l,δ

JilδS
l
i · Sl

δ (G.1)

onde o ı́ndice i corresponde a cela unitária cristalográfica, l = A, B e δ aos primeiros
vizinhos. A interação de troca J é positiva para AFM e negativa para FM.

Considerando o sistema muito próximo do estado fundamental, todos os spins estão
alinhados e, o spin total na direção z será o spin máximo sz = s.

Abrindo a somatória em l na eq. (G.1), temos

H =
∑
i,δ

[
J‖S

A
i · SA

δ + J‖S
B
i · SB

δ + J⊥SA
i · SB

δ + J⊥SB
i · SA

δ

]
(G.2)

que pode ser escrita como
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82 G.1 Caso FM

H = HAA + HBB + HAB + HBA (G.3)

J¦

J-

J´

A

B

Figura G.1: Estrutura magnética da bicamada com x = 0.40.[103,105]

Usando a relação útil da Mecânica Quântica, Si · Sδ = SizSδz + 1
2
(Si+Sδ− + Si−Sδ+),

poderemos escrever H = H(Sz,S+,S−). Ainda, definindo operadores de criação e de-
struição adequados, tais que a† (a) cria (destrói) uma unidade de spin A e b† (b) cria
(destrói) uma unidade de spin B, a transformação de Holstein-Primakoff fornece

Sj+ =
√

2s− a†jajaj

Sj− = a†j

√
2s− a†jaj

Sjz = S − a†jaj

Lembrando que estamos próximos do estado fundamental, de modo que o número de
spins que se desviaram do spin máximo é muito pequeno, n = a†a ≈ 0, então
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Sj+ ≈
√

2s

(
1− 1

2

a†jaj

2s

)
aj

Sj− ≈ a†j
√

2s

(
1− 1

2

a†jaj

2s

)

Deste modo,

Si·Sj = s2−sa†δaδ−a†iais+a†iaia
†
δaδ+

1

8s

{
(4s)2 aia

†
δ − 4s

(
aia

†
δa

†
δai + a†iaiaia

†
δ

)
+ a†iaiaia

†
δa

†
δaδ

}
e portanto teremos,

HAA =
J‖
2

{∑
i,δ

s2 − sa†δaδ − a†iais + 2saia
†
δ + a†iaia

†
δaδ −

1

2
aia

†
δa

†
δaδ −

1

2
a†iaiaia

†
δ

}

Passando agora para a descrição em termos das coordenadas normais, através da
transformada de Fourier a†i = 1√

N

∑
k eik·Ria†k, teremos

HAA =
J‖
2

{
Nνs2 − 2νs

∑
k

a†kak + 2νs
∑

i,δ,k,k′

e−ik·Riake
ik′·Rδa†k′ +

∑
δ,k,k′

a†kaka
†
k′ak′ + ...

}
(G.4)

O último termo de (G.4) corresponde a interações magnon-magnon e são da ordem de
n2, podendo ser desprezados em nosso tratamento, bem como termos de ordem superiores.

Usando as relações ∑
i

ei(k−k′)·Ri = δkk′

Rδ = Ri + ∆Rδ

e definindo γ
‖
k = 1

ν

∑
δ eik·∆Rδ , onde ν é o número de primeiros vizinhos, podemos escrever

(G.4) como

HAA = J‖

{
Nνs2 − 2νs

∑
k

(
1− γ

‖
k

)
a†kak

}
(G.5)

onde N corresponde ao número de celas unitárias.



84 G.1 Caso FM

Analogamente,

HBB = J‖

{
Nνs2 − 2νs

∑
k

(
1− γ

‖
k

)
b†kbk

}
(G.6)

Calculando agora HAB,

HAB = J⊥
∑
i,δ

SA
i ·SB

δ =
J⊥
2

∑
i,δ

s2−sb†δbδ−aia
†
is+2saib

†
δ +a†iaib

†
δbδ−

1

2
aib

†
δb
†
δbδ−

1

2
a†iaiaib

†
δ

e seguindo o procedimento análogo ao caso anterior, obtemos

HAB = J⊥

{
Nνs2 − νs

∑
k

[
a†kak + b†kbk + akb

†
k

]
+ 2νs

∑
k

γ⊥k akb
†
k

}
(G.7)

Analogamente,

HBA = J⊥

{
Nνs2 − νs

∑
k

[
a†kak + b†kbk + bka

†
k

]
+ 2νs

∑
k

γ∗⊥k bka
†
k

}
(G.8)

A Hamiltoniana total (G.3) será então,

H = E0 +
∑
k

[
−4J‖s

(
1− γ

‖
k

)
− J⊥s

] (
a†kak + b†kbk

)
+ J⊥s

(
γ⊥k a†kbk + γ∗⊥k b†kak

)
(G.9)

onde E0 corresponde à energia do estado fundamental, dado pela soma de todos os termos
independentes de k das equações anteriores.

Definindo x = −4J‖s
(
1− γ

‖
k

)
− J⊥s e y = J⊥sγ⊥k e usando o vetor Ψk =

(
ak

bk

)
(G.9) fica

H = E0 +
∑
k

Ψ†
kεkΨk (G.10)

com εk dado por εk =

(
x y
y∗ x

)
A matriz εk é facilmente diagonalizável, fornecendo os autovalores

~ω (k) = −4J‖s
(
1− γ

‖
k

)
− J⊥s± J⊥s (G.11)
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o sinal ”+”corresponde ao ramo óptico e o ”−”ao acústico dos magnons 2D.
Calculando o termo geométrico γ

‖
k que vale γ

‖
k = 1

2
{cos (kxa) + cos (kya)}, teremos

finalmente

~ω (k) = −4J‖s

{
1− 1

2
[cos (kxa) + cos (kya)]

}
− J⊥s± J⊥s (G.12)

Vê-se que o ramo óptico está separado do ramo acústico por uma energia de −2sJ⊥s.
Utilizando o valor de J⊥ obtido por Hirota et al [105], teremos −2sJ⊥s ∼ 60 K. Como
a análise que iremos fazer trata de experimentos realizados abaixo de 10 K, podemos
desconsiderar os magnons ópticos, levando em conta somente magnons acústicos de baixa
energia próximos do centro da zona de Brillouim. Deste modo,

~ω (k) ≈ −J‖sk
2 (G.13)

com k2 = k2
x + k2

y.

G.2 Caso AFM

Na fig. G.2 mostramos a estrutura magnética do caso AFM, x = 0.50, que corresponde
ao AFM do tipo A. Neste caso a cela unitária possui 4 spins, rotulados de A, B, C e D e a
Hamiltoniana (G.10) será uma matriz 4x4. Do resultado anterior sabemos que os modos
ópticos serão função de J⊥, podendo ser desprezados e ainda, como J ′ é pequeno [105],
teremos apenas a contribuição de dois modos acústicos degenerados. Assim, a relação de
dispersão para o caso AFM será simplesmente,

~ω (k) ≈ −2J‖sk
2 (G.14)

Tanto no caso FM como no AFM, o efeito do campo magnético externo H será somar
o termo 2µBH

∑
i Siz a (G.2), o que implica em adicionar um termo constante ∆ = 2µBH

às relações de dispersão (G.13) e (G.14).
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A

B

C

D

Figura G.2: Estrutura magnética da bicamada com x = 0.50.[103,105]



Apêndice H

Equipamentos e Amostras

H.1 Equipamentos

H.1.1 Espectroscopia Raman

As medidas de espalhamento Raman foram realizadas num espectrômetro T 64000 da
Jobin-Yvon. Utilizamos sempre a linha 514.5 nm de um laser de ı́on Ar3+ da Spectra
Physics como fonte de excitação. Um esquema da montagem utilizada está mostrado
na fig. H.1. O feixe vindo do laser é focalizado com o aux́ılio de uma lente e dirigido
sobre a amostra dentro do criostato numa geometria de quasi-retroespalhamento. O feixe
chega a superf́ıcie da amostra inclinado de aproximadamente 150 em relação a normal da
superf́ıcie. A luz espalhada é coletada por uma outra lente que focaliza o sinal na entrada
no espectrômetro. A luz do laser é polarizada antes de atingir a amostra e com o aux́ılio
de um analisador antes da entrada do espectrômetro, podemos selecionar os vetores de
polarização e obter a simetria adequada para cada modo. Em todos os experimentos, o
espectrômetro foi utilizado na configuração de triplo subtrativo, ou em outras palavras, as
duas primeiras grades são utilizadas como filtro para o espalhamento elástico e a última
age como monocromador. O sinal oriundo desta última grade é direcionada um detector
tipo CCD e um sistema de aquisição coleta os dados enviando-os a um microcomputador.

Para variação de temperatura, a amostra é montada num dedo frio montado dentro
de um sistema de circuito fechado de He, DISPLEX. Este sistema permite variar a tem-
peratura entre 10−900 K. Para experimentos abaixo de 10 K, utilizamos um criostato de
fluxo de He SuperVaritran da Janis, que permite variar a temperatura desde 3.5 K até a
temperatura ambiente.

H.1.2 Susceptibilidade magnética

Todas as medidas magnéticas dc foram realizadas num magnetômetro SQUID modelo
MPMS-5 da Quantum Design, que permite medições entre 2 e 800 K para campos entre
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laser

DISPLEX(He)

dedo frio

lente 1

lente 2

CCD

grade de difração

espelhos 
esféricos

espelho plano

fenda

Figura H.1: Aparato experimental utilizado para espectroscopia Raman.

0 e 5 T. O sensor SQUID (”Superconducting Quantum Interferometer Device”) permite
medições de momento com extrema exatidão e sensibilidade (> 10−6 emu). O sensor con-
sta basicamente de uma espira supercondutora fechada que inclui uma ou duas junções
Josephson. A amostra é centralizada num conjunto de três espiras supercondutoras, mon-
tadas como um gradiômetro de segunda ordem. Um motor realiza então um movimento
vertical na amostra que por sua vez causa uma variação de fluxo magnético nas espiras,
gerando uma supercorrente, que é proporcional ao momento magnético da amostra. Ela é
então conduzida por fios supercondutores ao sensor SQUID. Este age basicamente como
um conversor de corrente-tensão extremamente senśıvel e pela comparação com um sinal
de uma amostra com momento conhecido, geralmente Paládio, o equipamento é capaz de
fornecer o valor para a magnetização do material. Um esquema do coração do SQUID
é mostrado na fig. H.2. O campo magnético é aplicado por um magneto supercondu-
tor constitúıdo por vários fios supercondutores de modo a produzir um campo bastante
estável na posição da amostra.
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As medidas ac foram feitas no equipamento PPMS (Physical Properties Measurement
System) também da Quantum Design. O magnetômetro do PPMS funciona pelo método
de extração, onde a amostra se movimenta verticalmente no centro de um sistema de
espiras. A corrente originada pela oscilação do dipolo é convertida em momento magnético
por comparação com um padrão, de modo semelhante ao SQUID, porém com menor
sensibilidade (10−4 emu).

Figura H.2: Esquema interno do MPMS, mostrando a localização dos diversos compo-
nentes.

H.1.3 Calor espećıfico

Todas as medidas foram feitas utilizando-se o método de pulsos de calor num
caloŕımetro comercial, dispońıvel como uma opção do sistema PPMS (Physical Proper-
ties Measurement System) também da Quantum Design. Neste sistema é posśıvel realizar
medidas entre 1.8− 350 K, com aplicação de campos entre 0 e 9T.

O calor espećıfico a pressão constante é definido como sendo Cp = ∂Q/∂T , com Q
sendo o calor fornecido ao sistema e T a temperatura. O método de medida utilizado foi
o de pulsos. [141,142] Um esquema da montagem experimental é dado na fig. H.3.
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A amostra é montada sob um ”PUCK”que consta de uma plataforma e 4 contatos
térmicos : dois para o banho térmico, um para o termômetro e outro para o aquecimento.
O sistema aplica uma quantidade de calor conhecido a uma taxa constante durante um
tempo fixo, seguido por um peŕıodo de resfriamento de mesma duração. Durante este
processo a variação de temperatura é monitorada. A equação que descreve o processo é
dada a seguir :

Ctotal
dQ

dt
= −Kw(T − Tb) + P (t)

onde Kw é a condutividade térmica do ”PUCK”, Tb é a temperatura do banho térmico e
P (t) a potência aplicada no instante t. A solução desta equação é do tipo exponencial,
et/τ , e da constante de tempo se obtém o calor espećıfico total, τ = Ctotal/Kw. Uma
medida prévia é realizada com o ”PUCK”sem a amostra e posteriormente subtráıda da
medida com a amostra para se obter o calor espećıfico do material.

Figura H.3: Montagem da amostra no ”puck”de calor espećıfico.

H.2 Amostras

H.2.1 MgB2

As amostras policristalinas deste material foram crescidas pelo Dr. Pascoal Pagliuso,
no Los Alamos National Laboratory, Los Alamos, New Mexico, EUA, pelo método de
reação em estado sólido, de acordo com procedimento descrito na literatura. [143] Por ele
também foi feita caracterização inicial básica, como difratograma de pó e magnetização.
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H.2.2 YBa2Cu3O7−δ dopado com Zn e Ni

As amostras cristalinas foram crescidas pelo Dr. C. T. Lin do Max-Planck-Institut für
Festkörperforschung, Stuttgart, Alemanha, pelo método de reação em estado sólido em
um forno de zona flutuante. [144]

H.2.3 La2−2xSr1+2xMn2O7

As amostras cristalinas foram crescidas e orientadas pelo Dr. J. F. Mitchell, da Ma-
terials Science Division do Argonne National Laboratory, Illinois, EUA, pelo método de
reação em estado sólido em um forno de zona flutuante. [85] Por ele também foi feita
caracterização inicial básica, como difratograma de pó e magnetização.

H.2.4 Zn1−xCdxCr2O4

Todas as amostras foram crescidas pelo Dr. S-W Cheong da Lucent, Murray-hill,
New Jersey, EUA. Os monocristais de ZnCr2O4 foram obtidos pelo método de reação em
estado sólido de acordo com ref. [145]. As amostras policristalinas dopadas com Cd e a
amostra de ZnGa2O4 foram preparadas de forma semelhante.
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Abaixo está uma lista de todas as publicações que foram diretamente originadas por
este trabalho

1. H. Martinho, A.A. Martin, C. Rettori, C. Bernhard, e C. T. Lin, ”On the origin
of the A1g and B1g electronic Raman scattering peaks in YBa2Cu3O7−δ ” submetido
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Apêndice J

Abreviações utilizadas no texto

SATC : supercondutores de alta temperatura cŕıtica
λ: constante de acoplamento elétron-fônon
ERE : Espalhamento Raman Eletrônico
ODC : ondas de densidade de carga
d-ODC : nome dado ao antiferromagnetismo orbital
Y123 : supercondutor YBa2Cu3O7−δ

Y123:Zn : supercondutor Y123 com 5% de impurezas não magnéticas Zn2+ substi-
tuindo os ions de Cu2+, YBa2(Cu0.95Zn0.05)3O7−δ

Y123:Ni : supercondutor Y123 com 5% de impurezas magnéticas Ni2+ substituindo
os ions de Cu2+, YBa2(Cu0.95Ni0.05)3O7−δ

bicamadas : manganitas magnéticas em bicamadas La2−2xSr1+xMn2O7

2D : bidimensional(ais)
3D : tridimensional(ais)
MRC : magnetoressistência colossal
FM : ferromagnético ou ferromagnetismo
AFM : antiferromagnético ou antiferromagnetismo
χ : susceptibilidade magnética definida como χ = M/nH, com n sendo o número de

moles do ı́on magnético presente na amostra.
C : calor espećıfico a pressão constante
M : magnetização, usualmente expressa em unidades gaussianas, emu/g
Tc : temperatura de transição supercondutora
TC : temperatura de Curie
TN : temperatura de Nèel
H : intensidade de campo magnético
RPE : Ressonância Paramagnética Eletrônica
RC : resfriando-se com campo
RCZ : resfriando-se com campo zero
FPAT : fase paramagnética de alta temperatura
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FOBT : fase ordenada de baixa temperatura
QTMF : modelo de campo médio quântico para tetraedros (quantum tetraedral mean

field em inglês)
SP : spin-Peierls
γ : termo constante presente nas curvas de Cp/TvsT 2 para T → 0
R : constante dos gases ideais, cujo valor no SI é 8.314 J/mol K2

kB : constante de Boltzman cujo valor no SI é 1.3807 x 10 −23 J/K
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