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1 Introducción General. 

El presente trabajo de tesis doctoral se inserta dentro de los esfuerzos por entender los 

mecanismos subyacentes que determinan la respuesta. electrónica de metales cristalinos 

cerca de una interfaz, o un arreglo periódico de interfaces, como contraparte a la. respuesta 

en el interior de metales crista.Hnos semi·infinitos. Dentro de un contexto más general, el 

trabajo representa una contribución al estudio de los efectos de la correlación electrónica 

introducida por el rompimiento de simetría traslacional en una de las direcciones del cristal. 

En la primera parte del trabajo se desarrolla un modelo que nos permite evaluar el 

efecto de la presencia de la superficie sobre las propiedades ópticas de metales cristalinos, 

debido al cambio en el campo electromagnético que polariza las moléculas de los primeros 

planos cristaJinos. El formalismo utilizado permite conectar las propiedades ópticas dentro 

del metal con el cambio en la respuesta cerca de la superficie, lo que hace posible utilizar 

el modelo para hacer predicciones experimentales. 

En la segunda parte del trabajo se estudia la dependencia con la temperatura del estado 

base y respuesta magnética estática de una superred modelo. Nuestro interés primordial 

es investigar el efecto de la periodicidad de la. superred sobre los estados electrónicos, 

como ello se refleja en la respuesta del sistema a campos magnéticos externos, y las posible 

configuraciones de espín que se pueden obtener al intcrcaJar diversos materiales magnéticos. 

En ello partimos de un modelo microscópico lo suficientemente sencillo como para calcular 

explícitamente funciones de onda electrónicas y sus energías. El costo de hacerlo es que el 

modelo no resulta muy adecuado para hacer predicciones experimentales, aunque esto se 

compensa con la riqueza cualitativa a que da lugar. 



En los dos sistemas estudiados juega un papel importante el rompimiento de la simetría 

traslacional en una de las direcciones, y el efecto que esto tiene sobre las propiedades 

electrónicas de sistemas cristalinos cuyas propiedadc,s en el interior se conocen. En el caso 

de nuestro modelo de metal semi~infinito, el campo local que polariza los átomos del cristal 

cerca de la superficie puede tener variaciones significativas respecto al campo local muy 

dentro en el cristal. Ello se traduce en una contribución a la respuesta dieléctrica que entra 

como una correción a la respuesta en el interior d~l mater\al. En el caso de la superred 

magnética, la simetría del problema implica que los estados propios del sistema no sean 

simples ondas planas, sino una superposición apropiada de ondas planas con vectores de 

onda que difieren entre sí por vectores de la red recíproca de la superred. 

Así mismo, en ambos casos juega un papel importante las singularidades en las funciones 

respuesta como forma de caraterizar el comportamiento colectivo de los electrones. En la 

superred magnética, la susceptibilidad de espín estática como función de la temperatura 

presenta comportamiento singular a las temperaturas críticas a las que se dan los can1bios 

de fase magnética. En el caso del metal cristalino, los polos en el coeficiente de reflexión 

determinan la relación de dispersión de los plasmones de superficie, que a su vez es afectada 

significativamente por la existencia de resonancias en las conductividades superficiales. 

Los dos modelos tratan de dar una alternativa original y físicamente intuitiva a proble­

mas cuya solución a primeros principios no existe, o implica cálculos muy engorrosos debido 

a la complejidad introducida por la interacción electrónica. En las superredes magnéticas, 

la complejidad reside en la fuerte correlación electrónica que introduce la interacción de 

intercambio. En el cálculo de propiedades ópticas de metales, los problemas están asociados 

al largo alcance de la interacción coulombiana, que hace muy costoso evaluar los campos 



autoconsistcntes a primeros principios. 

Por razones de claridad y consistencia, se decidió presentar cada parte con su intro­

ducción, desarrol!o y figuras. En Ja primera parte se presenta nuestro metal modelo in­

cluyendo efectos de la estructura cristalina, y en la segunda, la superrcd magnética modelo. 

Finalizamos esta tesis con un resumen del trabajo realizado y conclusiones. 
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11 Introducción. Parte 1 

a Contexto General. 

Los esfuerzos por entender las propiedades físicas de superficies de materiales cristalinos han 

motivado una enorme cantidad de trabajo de investigación teórico y experimental {l]. En 

una buena parte de los experimentos realizados para estudiar superficies se tienen particulas 

de prueba (electrones o fotones, por ejemplo} que se hacen incidir sobre la superficie del 

material a estudiar con cierta energía y momento definido. La partícula puede entonces 

ser absorbida por el cristal, o ser reflejada perdiendo parte o nada de su momento y/o 

energía. En el proceso de dispersión ee pueden, por ejemplo, excitar modos colectivos en el 

volumen del cristal, o en su superficie, o inducirse transiciones electrón-hoyo. Se pueden dar 

también procesos de dispersión multiple e interferencia cuántica entre los rayos incidentes y 

reflejados. Para cada valor de la energía y momento de la partícula incidentet las amplitudes 

de probabilidad de que se den las diferentes posibilidades arriba mencionadas dependen del 

detalle de las interacciones que se establecen entre la partícula y el cristal. 

Poder obtener información acerca de la estructura electrónica y las excitaciones ciernen~ 

tales de los materiales a partir de sus espectros de dispersión de partículas es uno de los 

objetivos centrales de los esfuerzos teóricos y experimentales en la Física del Estado Sólido. 

En el contexto de la Física de Superficies, es muy importante poder distinguir los efectos 

que provienen del interior del material de aquellos que dependen de lo que sucede en las 

región superficial propiamente dicha. En el caso de monocristales con una superficie bien 

definida, la región superficial resulta ser para todos fin práctico de unas cuantos planos 

cristalinos a partir del primero, en el sentido de que la configuracion atómica y estructura 



electrónica alrededor de los sitios de la red tienden rápidamente a las correpondientes al 

interior conforme nos alejamos de la superficie hacia dentro del cristal. Ello no excluye, 

desde luego, que existan excitaciones colectivas localizadas en la superficie que se extien­

den cientos o miles de planos cristalinos en el interior del cristal, como es el caso de los 

plasmones de superficie discutidos mas adelante. 

El presente trabajo se inserta dentro de los esfuerzos por entender los mecanismos sub­

yacentes que determinan la respuesta de superficies metálicas a perturbaciones externas 

que se acoplan electromagnéticamentc con los electrones del metal. En particular, estamos 

interesados en contribuciones de la región superficial a la respuesta dieléctrica relevantes 

a experimentos que, por medio de diversas técnicas espectroscópicas, son sensibles a la 

estructura detallada de Ja superficie de metales cristalinos. Como ejemplos de dichas es­

pectroscopias sobresalen las que se conocen bajo el nombre genérico de Espectroscopia de 

Pérdida de Energía Electrónica (EELS) [2], y la vasta gama de espcctroscopás ópticas de 

superficie, que incluye las técnicas de reflectancia diferencial [3), elipsometría diferencial 

[4], y la detección de plasmones de superfice por Reflexión Total Atenuada (ATR) [5]. 

b Respuesta Dieléctrica en Superficies Metálicas. 

Buena parte de los tratamientos teóricos de la respuesta óptica superficial de metales se 

han basado en el llamado modelo de jalea {6), que básicamente consiste en considerar el 

metal como un gas de electronr.s libres moviendose en un fondo positivo rígido. Aunque 

los cálculos con el modelo de jalea han alcanzado niveles de sofisticación notables, tienen 

el incovcnientc de no incluir los efectos de la red de iones. Durante los últimos años se 
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ha dado un interés creciente por incluir efectos cristalinos en los cálculos de ]a respuesta 

óptica de metales. Aunque el formalismo para el cálculo ab initio se ha estal?lecido (8), las 

dificultades numéricas para llevarlo a cabo en metales reales son formidables. Para tener 

una idea de la magnitud del problema, baste pensar que aun en el caso relativamente simple 

del modelo de jalea, el largo alcance de la interacción coulombiana introduce considerables 

dificultades numéricas al resolver autoconsistentemcnte el perfil de densidad electrónica. 

Actualmente sigue siendo necesario hacer aproximaciones significativas si se quiere contar 

con un modelo tratable (9J. 

Entre los metales cuyo estudio han despertado mayor interés en términos del efecto de la 

estructura cristalina sobre sus propiedades ópticas sobresalen los metales nobles Cu, Ag y 

Au. En contraste con Jos metales alcalinos, los cuales son razonablemente bien descritos por 

e] modelo de jalea, las funciones dieléctricas ele los metales nobles reflejan una combinación 

compleja de contribuciones de transiciones interbanda e intrabanda. 

En el modelo de jalea Ja respuesta óptica en el interior del metal esta caracterizada por 

wp, la frecuencia del plasmón de volumen, modo normal de caracter colectivo cuyo origen 

es el largo alcance de la interacción coulombiana. Al ser un modo propio del sistema, el 

plasmón de volumen correponde a una solución no trivial de las ecuaciones de Maxwell en 

ausencia de campo externo, y en wp la función dieléctrica del interior del metal se anula. En 

los metales alcalinos wP se encuentra por abajo del inicio de las transiciones interbanclas 1 

dada por la núnima energía de transición permitida por el principio de Pauli que conecta 

dos bandas diferentes. De ahí que en dichos metales la constante dieléctrica como función de 

la frecuencia muestra un comportamiento de 1ja1ea\ al menos hasta w = wp. En particular, 
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el plasmón de superficie se da en w ~ wp/V'i,, y t(wp) ~O. 

La situación es muy diferente para el caso de los metales nobles. Considerese, por 

ejemplo, Ja plata. Para la plata, de la densidad promedio de sus electrones de conducción se 

obtienewp ~ 9eV, pero las transiciones interbandaempiezan alrededor dew ~ 3.SeV. En la 

plata, el plasmón de volumen se da alrededor de 3.9e V, y el de superficie a Wp ~ 3.65eV. En 

estos modos colectivos participan tanto los electrones de conducción como los de valencia, 

y no se pueden entender en término de una simple oscilación de plasma de una gas de 

electrones libres. 

e Anisotropías en la Respuesta Superficial de cristales de plata. 

En el presente trabajo se adapta y generaliza un modelo sencillo desarrollado con ante­

rioridad (11] para tratar de entender experimentos recientes realizados sobre superficies de 

cristales de plata. 

En la primera serie de ellos, diversos autores reportan (12} [13] [14] mediciones de la 

relación de dispersión del plasmón de superficie de mono-cristales con superficies orientadas 

de acuerdo a a las caras Ag(OOl), Ag(llO), y Ag(lll). Las mediciones se realizaron con la 

técnica de HREELS, de la que hablaremos más adelante. Baste por ahora mencionar que 

con dicha técnica es posible encontrar la dependencia de la frecuencia del plasmón respecto 

al vector de onda Q que lo modula a lo largo de la dirección en la que se propaga en la 

superficc. 

A grandes rasgos, los resultados relevantes que se r_eportaron fueron: 

o Una dispersión con pendiente positiva para las caras Ag(lll) (12] y Ag(OOl) [14J. 

Cálculos para el modelo de jalea predicen una pendiente negativa en una. gráfica 
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w.P v.s. Q. El signo de la pendiente de la relación de dispersión del plamón está 

íntimamente relacionado con las distribución espacial de la carga electrónica superfi­

cial respecto al fondo positivo rígido [7). 

• Una dependencia notable de la relación de dispersión del plasmón de superficie con 

la cara cristalina y, en el caso de la cara Ag(llO) [13) 1 de la dirección relativa entre el 

vector de propagación del plasmón y las direcciones [001] y· [IIO] de dicha cara. Esta 

última anisotropía se había ya detectado con anterioridad en el límite retardado [16) 

en un intervalo de frecuencias menores. 

La segunda serie de experimentos reportan la dependencia de la reflectancia a inciden­

cia normal de cristales Ag(llO) con la orientación relativa. entre el cristal y el vector de 

polarización del haz incidente {20]. Cabe aclarar que estos experimentos se realizaron mo­

tivados por las predicciones obtenidas con el modelo presentado en este trabajo. El modelo 

predice (18] una anisotropia en la reflectancia del orden de 10 por ciento alrededor de 3.SeV, 

porcentaje enorme si se tiene en cuenta que el efecto se origina en una región del orden 

de Armstrongs alrededor de la. superficie, y que en los experimentos análogos realizados en 

semiconductores y otros metales el orden de magnitud de dicha anisotropia es de una parte 

en mil. La coincidencia. entre nuestra predicción y los resultados experimentales es sorpren­

dente dada la simplicidad del modelo usado. Los resultados sugieren que, en el intervalo 

de frecuencias en los que se observa tal anisotropía1 se activan en la superficie de la plata 

modos resonantes novedosos, y cuyo origen sería. el fuerte acoplamiento electromagnético 

entre las diferentes contribuciones a la polarización total inducida. cerca de la superficie 

del metal, en la que participan de manera intrincada los electrones de conducción, los de 
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valencia, y los del carozo iónico. 

En la sección 11 hacemos una breve revisión del modelo empleado y la forma de re­

solverlo. En la sección 111 se discute y se deriva una teoría sencil1a que permite aplicar 

nuestro modelo a los experimentos de EELS. En la sección IV se presentan y discuten los 

resultados, y la última sección se dedica a las conclusiones. 
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111 Formalismo Perturbativo y Modelo. 

Considercse un medio semi-infinito sujeto a campos electromagnético externos cuya de­

pendencia temporal se supone de la forma exp(-iwt). En el regimen lineal, la relación 

constitutiva que determina la respuesta dieléctrica del medio a los campos externos es de 

la forma general 

D(r;w) = j d3 r' i(r,r';w) · E(r';w), (1) 

donde D es el vector dezplazamiento, E el campo eléctrico total, y la integración es sobre 

todo el espacio. El tensor i:(r,r'¡w) caracteriza la respuesta no local del sistema, i.e. el 

modo en que el valor del campo en un punto del material afecta la respuesta en otros 

puntos. El alcance de la no localidad es típicamente del orden de A, por lo que la respuesta 

a una onda electromagnética que se propaga en el interior del medio con longitud de onda 

en el óptico esta satisfactoriamente descrita por la relación 

D(r;w) = i(r;w) • E(r;w), (2) 

donde definimos el tensor dieléctrico local 

<(r;w) = j d3r' <(r,r';w). (3) 

La relación (2) deja ele ser válida cerca de la región superficial, donde los campos varían 

en distancias del orden de A. En primera aproximación, uno puede simplemente asumir que 

el tensor dieléctrico pasa discontinuamente de su valor en el interior a su valor en el vacio al 

cruzar la superficie. Entonces, las propiedades ópticas del material estarán caracterizadas 

por un tensor dieléctrico de la forma: 

i(r) = 10(z) + <(w)0(-z), 

13 
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con 0(z) la función escalón de lleavyside, I el tensor identidad, y se supone que el material 

ocupa la región z < O. 

Una ecuación constitutiva de la forma (4) lleva, junto con la ecuaciones de Maxwell, 

a las formulas de Fresnel usuales para la reflcctividad de un medio semi-infinito. Dichas 

formulas describen razonablemente bien experimentos ópticos que por su naturaleza sean 

poco sensibles al detalle de lo que sucede en la región superficial. Lo inadecuado de la Ec. 

(4) cerca de la superficie queda manifiesto al observar que implica una discontinuidad en la 

componente z del campo eléctrico en z = O, o equivalentemente, una densidad superficial 

de carga inducida singular. La superficie en este caso aparece sólo como una forma simple 

de 'pegar' las soluciones a las ecuaciones de Maxwell muy dentro en el material con las 

soluciones en el vado. 

Existen dos acercamientos complementarios al problema de describir de forma razonable 

el efecto de la superficie en las propiedades ópticas de un material. Por un lado, se tienen 

formalismos basados en modelos microscópicos lo suficientemente simples que permitan 

resolver autoconsistentemente los campos y densidades electrónicas cerca de la superficie. 

El modelo de 'jalea' mencionado en la introducción es por mucl10 el más recurrido. Su 

relativa simplicidad proviene de que se asume que el sistema es invariante ante traslaciones 

a lo largo de la superficie, por lo que es posible desacoplar la coordenada z pasando a una 

representación Je Fourier bidimensional en Ja.s coordenadas (x,y). 

Por otro lado, se tienen diversos formalismos perturbativos, en los que se trata a la 

superficie como una perturbación que induce cambios en la densidad de corriente y polar­

ización cerca de la superficie respecto a su valor en interior del material (19J ll7J (21}. A 

continuación haremos una breve revisión del formalismo perturbativo y modelo usado en 
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los cálculos presentados en este trabajo. Los detalles se pueden encontrar en la referencias 

(17) y (11) 1 por lo que aquí nos limitaremos a dar un esquema general poniendo énfasis en 

las cantidades físicas relevnntcs al cálculo. 

a Formalismo Perturbativo. 

Considercse un medio semi-infinito sobre el que incide una onda electromagnética desde 

el vacío, con longitud de onda 27rc/w > d., donde' d, es del orden de la región alrededor 

de la superficie en la que las propiedades físicas del medio difieren de las de su interior. 

Tomamos el eje Z positivo en la dirección normal a la superficie hacia afuera, y el plano 

de incidencia en X - z. El plano z =O se supone situado en algún punto cercano a la 

superficie. La propiedades ópticas del sistema semi-infinito se pueden caracterizar mediante 

su impedancia superficial, definida como 

para polarización p, y como 

z = E,(z =O) 
P B,(z =O) 

z __ E,(z =O) 
' - B,(z =O) 

(5) 

(6) 

para polarización s. La ventaja de trabajar con la impedancia superficial reside, entre 

otras cosas, a que está definida en términos de campos que varian lentamente en la región 

superficial, por lo que la posición precisa del plano imagen nominal z = O es irrelevante en 

la medida en que se maneje de ffianera consistente. 

Una vez conocida la impedancia superficial del material, los coeficientes de reflexión 

para ambas polarizaciones se obtienen de la relación 

z;,,., - Zp(•) 

rp<•> = z;<•> + zp<•> 

15 
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donde z; = cos(O¡) y Z~ = 1/ cos(O¡) son las impedancias superficiales del vado para 

polarización p y s respectivamente, con O¡ el angulo de incidencia. En particular, para el 

caso en que se supone un medio isotrópico descrito por un tensor dieléctrico de la forma 

(4), las impedancias está.o dadas por 

Zº p 

z: 

cos(01) 

..¡;¡;:;) 
(8) 

1 

J•,(w) cos(01)' 

(9) 

con O, el ángulo de la onda transmitida, y en este cru;o la función dieléctrica t:0 (w) es un 

escalar, pues supusimos que el sistema es isotrópico en su interior. t:0 (w) define nuestro 

problema no perturbado. 

A continuación consideramos el caso en que existe una perturbación localizada cerca de 

la superficie, que modifica la impedancia superficial de la misma respecto a las expresiones 

(8). Sin pérdida de generalidad, podemos considerar que el efecto de la perturbación 

consiste en inducir un cambio en la densidad de corriente Aj respecto a la densidad de 

corriente del sistema no perturbado. Debido a la lenta variación espacial de los campo 

externos, es razonable suponer que la modificación en la propiedades ópticas del sistema 

debido a la perturbación no depende de la forma detallada de Aj, sino sólo del cambio total 

en la corriente superficial 

i = j 00 

dz llj. 
-oo 

(10) 

Caracterizamos entonces la contribución de la s'lperficie a la respuesta. dieléctrica me-

d!.ante las conductividades superficiales Urr,uu11 , y Su, definidas en término de los eampos 

de variación lenta. evaluados en la superficie como 
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i, 

i. 

a.,E.(z=O) 

a,,E,(z =O) 

s,.D.(z =O). 

(11) 

(12) 

(13) 

Resolviendo el problema de una onda incidente sobre el sistema no perturbado en pre-

senda de una placa sobre la que fluye la corriente i, se puede obtener el cambio en la 

impedancia superficial debido a la perturbación en términos de ia impedancia superficial 

del sistema no perturbado y las conductividades superficiale1 arriba definidas. Las expre-

siones son 

z, zp+~Q2su 
(14) 

1 +~z;uz~ 

z. z: (15) 1+7z:crw ' 
donde Q es la componente del vector de onda incidente paralela a la superficie. 

Para calcular las conduclividades superficiales (11)-(13) hay que lomar un modelo es-

pecífico que permita calcular el cambio de la densidad de corriente en la regón superfi-

cial, respecto a la densidad de corriente en el interior. Las expresiones (11)-(15) son una 

forma conveniente de separar inequívocamente las diferentes contribuciones a la respuesta 

dieléctrica del sistema, y son de caracter bastante general. De hecho, las conductividades 

superficiales arriba definidas se pueden relacionar directamente con los parámetros d que 

aparecen en acercamientos perturbativos alternl"tivos [22). 

b Consideraciones Generales del Problema. 

En el interior de un cristal perfecto, el Teorema de Bloch asegura que los estados electrónicos 

se puedan describir por medio de funciones de Qloch moduladas por cierto vector de onda 
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k en la primera zona ele Brillouin de la red recíproca del cristal. En presencia de un 

campo externo con vector de onda K se inducen transiciones entre los diferentes estados 

electrónicos, transiciones compatibles con el principio de Pauli y cualesquiera reglas de 

selección que imponga la simetría de problema. En particular, la periodicidad de la red 

determina que dichas transiciones son tales que los vectores de onda de los estados final 

e inicial difieren por multiplos de vectores G de la red recíproca, y el campo eléctrico 

microscópico total es a su vez un superposición de ondas planas con vectores de onda 

K + G. Lo que entendemos por campC" macroscópico no es sino un promedio ponderado 

de todas estas contribuciones. Al promediar, las componentes del campo que fluctuan en 

distancias del orden de la celda unitaria desaparecen, quedando sólo el campo macroscópico 

de variación lenta. 

La polarización total que en el interior del cristal adquiere una celda primitiva del cristal 

depende de: 

• su polarizabilidad, que a su vez depende del detalle de la estructura electrónica del 

cristal y de la forma en que los estado electrónicos son perturbados por el campo 

eléctrico. 

•·del campo local, i.e. la. suma del campo externo, más el campo producidos por todas 

las demás celdas del cristal, más el campo producido por las cargas dentro de la propia 

celda. Debido a la simetría del cristal, el campo local de dos celdas diferentes difiere, 

a lo más 1 por un factor de fase1 y su modulación sigue la del campo macroscópico 

total. 

La situación cerca de la superficie es muy diferente. Por un lado, la estructura. 
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electrónica misma se modifica debido a la pérdida de simetría. Aparecen estados de super· 

ficie, fenómenos de reconstrucción, etc. Por otro lado, el valor del campo local que polariza 

a cada celda unitaria puede variar drásticamente respecto al de las celdas adyacentes y del 

interior. Aun en el caso ideal en que la configuración electrónica en las celdas unitarias de 

los primeros planos cristalinos fuese idéntica a la del interior, el sólo efecto de campo local 

introduce cambio significativos en la polarización neta que se in~uce en la celda [21). 

Este último efecto, llamado de campo local, ha sido aplicado exitosamente para explicar 

ciertos experimentos de reflectancia diferencial en semiconductores [23). El modelo descrito 

a continuación es una generalización del modelo usado en semiconductores aplicado al caso 

de metales. La presencia de los electrones de conducción en los metales, que apantallan y 

son fuente del campo local que siente y produce cada celda unitaria, introduce mecanismos 

novedosos mediante los cuales se modifica la respuesta dieléctrica cerca de la superficie. 

e Modelo de Metal Incluyendo Estructura Cristalina. 

En los metales nobles como la plata, se tienen 5 bandas de valencia d y un híbridos - p de 

bandas de conducción. Los electrones de las bandas d tienden a localizarse alrededor de los 

iones del metal, mientras que los electrones de conducción prevalecen en la zona intersticial. 

Para modelar esta situación procedemos como sigue. Alrededor de cada ion dibujamos una 

esfera imaginaria sufidentemente grande como para que en la región fuera de las esferas ha.ya 

principalmente electrones de conducción con una densidad aproximadamente constante. 

Dentro de la esfera quedan el ion, la mayoría de los electrones d, así como los electrones 

de conducción cercanos a los iones, todos ellos en una configuración de cargas y campoR 

bastante complicada. 
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Si las esferas no se traslapan, el campo producido por las cargas en el interior se puede 

expandir multipolarmente en la región intersticial. Luego, modelamos la plata c9mo una red 

cristalina fcc de cavidades esféricas inmersas en un gas de electrones uniforme, en cada una 

de las cuales se encierra un entidad polarizable, y cuya polarizabilidad incluirá en general 

contribuciones de las transiciones intrabanda1 de las interbanda, y de la polarizabilidad del 

ion propiamente dicho. El momento dipolar inducido por el campo local que sienten los 

dipolos en la esfera es a su vez fuente de campo, el cual es apantallado por los elcctronP.& 

fuera de las esferas (ver figs. {!.a} y {1.b}). 

Para mantener las cosas simples, modelamos los electrones de conducción suponiendo 

que responden como electrones libres e independientes, con una respuesta dieléctrica local 

tipo Drude1 dada por 

w' 
<,(w)=l-~, (16) 

con wp la frecuencia de plasma del gas de electrones, y T el tiempo de relajación. La ven-

taja de suponer local la repuesta del gas de electrones, es que resulta relativamente sencillo 

encontrar por integración directa una relación entre los momentos apantallados p' que de-

terminan el campo en la región intersticial, y la polarización total P del sistema promediada 

en un plano cristalino. El promedio de la polarización total se hace en un volumen definido 

por todas las celdas unitarias de un plano cristalino paralelo a la superficie. Conforme nos 

alejarnos de la superficie hacia dentro del metal, el vector polarización macroscópico tiende 

a su valor en el interior, y está dado en términos de los momentos dipolares apantallados y 

el campo externo Eº por las relaciones 

(17) 
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(18) 

donde denotamos por J. y l\ las proyecciones perpendicular y paralela a la superficie res· 

pectivamente1 y definimos n como el número de celdas unitarias por unidad de volumen. 

En (17) x, = (<, - l)/4ir es la susceptibilidad del gas de electrones, y el vector de 

polarización total del sistema. P está. relacionado con el campo macroscópico EM por medio 

de las relaciones 

(19) 

con fAp(w) == 1+47rXAg(w) la. función dieléctrica. de la plata en su interior, bien conocida 

en el intervalo de frecuencias de interés [10). 

Ahora bien, dado que son los momentos dipola.res apantallados p' los que determinan la 

contribución de una celda unitaria. al campo local en las demás celdas unitarias, conviene 

definir un polarizabilidad efectiva en términos del campo local en una celda dada y los 

dipolos p' 1 i.e. 

p~ = aE~oc, (20) 

con E~C)C el campo local evaluado en la celda. i'ésima. En el interior, la corrección de campo 

local es la apropiada para cristales con simetáa cúbica.: 

Las ecuaciones (17), (18), (19) y (21) se pueden resolver para a y obtener 

Q-~ fA 11 -f11 

- 47rn EAg + 2c.11 
1 
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ecuación a. que conecta nuestro modelo microscópico con la respuesta dieléctrica experi-

mental de la plata. 

Hasta este punto, hemos considerado sólo relaciones entre diferentes cantidades en el 

interior del metal. En la superficie, el campo local que polariza a las moléculas, y por 

tanto, el valor de los vectores de polarización total y apantallado, cambia respecto a su 

valor en el interior. Un plano cristalino dado siente el campo producido por los demás 

planos cristalinos, y por los momentos dipolares imagen inducido en la. superficie del ga:; 

de electrones, que en nuestro cálculo situamos media distancia. interplanar hacia Cuera del 

primer plano cristalino. Con dicha elección, las relaciones (17) son válidas introduciendo en 

todas las cantidades que aparecen un índice que etiquete los diferentes planos cristalinos. 

Así mismo, suponemos que la polarizabilidad efectiva de las celdas unitarias mantiene su 

valor en el interior, por Jo que en nuestro modelo no incluimos efectos provenientes de la 

modificación de la estructura electrónica cerca de la superficie. 

El sistema de ecuaciones acoplado a resolver para poder encontrar el cambio en la 

polarización en la superficie es 

p~ ="[E'+ LTi;pj + l:T;;•Pi·]' 
i~j i' 

(23) 

donde E'= (E;, E;, E;/e11 ) juega el papel del campo externo apantallado en la dirección z 

por la superficie del gas de electrones. Así mismo, los dipolos pj inducen en dicha. superficie 

dipolos imagen cuyas posiciones virtuales etiquetamos con índice primado j', de modo que 

p'., = fg - 1 Sp'. 
J fg+ 1 J 

(24) 

donde Ses el operador de reflexión respecto a la frontera del gas de electrones, i.e. S = 
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diag(I, 1, -1). Finalmente, 

1 
T;; = v¡¡;¡'IR;-R;I (25) 

es el tensor de interacción dipolar para dipolos situados en las posiciones R.¡1 R;. 

El sistema de ecuaciones acopladas se puede resolver numéricamente para las PÍ ha-

ciendo una suma por planos [24]. Debido a la simetría del problema, los momento dipolares 

de los iones dependen sólo del plano cristalino paral~lo a la superficie al que pertenecen. El 

campo producido por un plano de dipolos en un punto con coordenada z, se puede expresar 

como una suma de términos que decaen como exp(-g(z-zm)), con g los vectores de la red 

recíproca bidimensional del plano cristalino, y Zm la posición del mismo. Luego, la suma 

converge rápidamente, y el sistema de ecuaciones (23) se puede invertir sin mucho problema 

con la condición de frontera de que los momento dipolares tomen el valor correspondiente 

al interior conforme nos alejamos de la superficie hacia dentro del material. 

Una vez hecho ésto, se obtienen las conductividades superficiales definidas en (11) 

usando la relación 

-iwa ••• - ••E (p:,,). - (p\,). 
4lf m (p\¡), 

(26) 

... -iwa f..t 51 - fe E (p:n)z-; (p~)z' 
411'"fAgfg m (Ps)z 

(27) 

donde escogimos al eje x en la. dirección paralela. (lll a la superficie. En (26) B denota. 

el valor asintótico del momento dipolar en el interior, a es la distancia interplanar, y m 

numera los planos cristalinos. 

Habiendo calculado las conductividades superficiales, podemos entonces obtener el cam-

bio en las diferentes propiedades ópticas a través de ecuaciones como (15) ó (7). Para 

finalizar esta sección, vamos a enumerar todos los parámetros de entrada del cálculo: 
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• Los parámetros del cristal (en nuestro caso, un cristal fcc con el parámetro de red 

correspondiente a la plata). 

• Las caras cristalinas paralelas a la superficie, y en el caso de las cara Ag(ll0) 1 la 

orientación del vector de polarización del campo eléctrico respecto a las direcciones 

(001) y (1 TO}. Esta elección determina los tensores de interacción dipolar entre planos. 

• La función dieléctrica en el interior de la plata, usualmente obtenida de experimentos 

que miden espectros de absorbsción de fotones o de pérdida de energía electrónica, 

susceptibles a un análisis de Kramers-Kronig. 

• La frecuencia de plasma Wp y el tiempo de relajación T del gas de electrones tipo 

Drudc. 

Una vez fijos los anteriores parámetros, se puede estudiar la dependencia con la fre­

cuencia w y con el vector de onda paralelo a la superficie Q de las diferentes correciones a 

las propiedades ópticas del metal. 
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IV Experimentos de EELS. 

En los experimentos de EELS en los que estamos interesados, se tienen electrones que 

inciden a cierta energía y momento prefijados sobre la superficie del material que se quiere 

estudiar. Midiendo las deftccciones que sufre el el~ctrón respecto a la dirección especular, 

y aplicando leyes de conservación de la energía y momento, se puede en principio inferir el 

espectro de excitaciones Q vs. w de los modos de superficie, cor:i Q el vector de onda que 

modula la propagación del modo a lo largo de la superficie. 

Si pensamos al electrón incidente como un paquete de ondas localiza.do descrito por 

cierta. función 'll'(r, t), entonces en general dicho paquete de onda se puede expresar como 

una superposición de funciones de onda. ,P(Q1 w1 z), cada una con un valor definido de la 

energía w y momento paralelo al la superficie Q. Lejos de la región superficial propiamente 

dicha (i.e. distancias del orden de A), el electrón incidente intcractua con el material a 

través de los campos producidos por la polarización inducida en la superficie por su propio 

campo. El acoplamiento entre el electrón y la polarización inducida es resonante para 

aquellas componentes de la función de onda cuya w y Q coincide con la w y Q de alguno 

de los plasmoncs de supeficie, por lo que estos últimos constituyen una canal importante 

de dipersión inelástica. Así mismo, debido a que cada componente de Fourier con vector 

de onda Q del campo inducido debe satisfacer la ecuación de La.place en el vacio (i.e. 

una dependencia. en z de la forma exp(-Qz)), se sigue que la interacción coulombiana del 

electrón incidente con el medio es efectiva sólo a una distancia de la superfice del orden de 

27r/Q; es claro entonces que la interacción se puede tratar en el límite no retardado siempre 

y cuando w/c <C Q, condición satisfecha para. las energías y momentos involucrados en los 
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experimentos usuales de EELS. 

Al reflejarse el electrón incidente en la superficie, pueden suceder dos cosas: 

1) El electrón es dispersado casi especularmente, cediendo poco o nada de la componente 

paralela de su momento a la superficie al momento del impacto. 

2) El electrón puede sufrir defiexioncs arbitrariamente grandes, y cambiar su momento 

total en una porción apreciable de su momento inicial. Ello puede suceder, por ejemplo, 

debido a que existe una amplitud de probabilidad finita de que el electrón incidente induzc;i., 

al momento de la colisión, transiciones entre orbitales atómicos cuyas funciones de onda 

incluyen una superposición de vectores de onda mucho mayores que el vector de onda 

incidente. 

En el primer caso se dice que la. dispersión se da en el régimen di polar 1 enfatizando el 

que en tal evento, es principalmente la interacción con los campos dipolares inducidos en el 

medio la que determina el espectro de dipersión del electrón. Debido a ello, es posible hacer 

un análisis de este último en términos de cantidades puramente cinemáticas y la respuesta 

dieléctrica del interior y de la superficie del metal. 

En el segundo caso se habla de régimen de impacto. En este caso es necesaria una 

descripción microscópica del modo en que el electrón es dispersado por los primeros planos 

cristalinos, y un tratamiento teórico realista presenta gran dificultad. Típicamente, la 

dispersión de impacto aparece como un fondo difuso al máximo pronunciado que se forma 

alrededor de la dirección especular [2). 

En la siguiente sección implementamos una teoría semi-clásica. que nos permite obtener 

una. expresión que conecta las propiedades dieléctricas de un medio semi-infinito con la 

señal de EELS a la que dicho medio daría. lugar. Asumimos que el proceso de dispersión 
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es correctamente descrito en el régimen di polar. 

Un tratamiento cuántico completo requiere aplicar teoría de perturbaciones dependiente 

del tiempo. La teoría que usamos aquí es semi-clásica pues consideramos los electrones 

reftejandose especularmentc siguiendo trayectorias clásicas, ignorando cualquier efecto de 

dispersión multiple o de interferencia entre el haz incidente y el reflejado. 

a Teoría Semi-clásica de EELS. 

Considcrese un electrón que incide a cierto ángulo sobre la superfice de un medio semi­

infinito, donde se refleja. especularmente. Escogemos el eje Z en la dirección normal a la 

superficie, y el origen del tiempo de forma que a t = O, el electrón s~ encuentra a z = O. 

Suponemos que antes y después de la rcffexión, el electrón se mueve a velocidad constante, 

de modo que su movimiento esta descrito por 

v(t) 

r'(t) 

vn+·•gn(t)v.1. 

p'(t)+z'(t) 

e 11v11 t + e.1.v.1.l!J, 

(28) 

(29) 

donde los sufijos \1 y .L indican paralelo y normal a la superficie respectiva.mente, y 3gn(t) 

es la función signo. 

Queremos calcular el trabajo total realizado sobre el electrón por los campos que éste 

induce en la supcrfice del metal. En la aproximación di polar, el trabajo invertido en 

mantener al electrón moviendose a velocidad constante es igual a la energía que el electrón 

pierde debido a las corrientes de polarización que induce en el medio, que por hipótesis son 
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los únicos canales disipativos en el problema. Dicha energía está dada por 

1
+~ 

W =e -~ d! E;.d(r = r'(t), t) · v(t), (30) 

con e la carga del electrón y E¡na(r, t) el campo eléctrico producido por las cargas inducidas 

en el medio, dado por 

E,0 ,(r,t) = -V,,010,(r,t). (31) 

Para calcular el potencial inducido r/>ind procedemos como sigue. Primer notamos qu~, 

en el límite no retardado, el potencial producido por el electrón incidente está dado sim-

plemente por 

.¡., .. (r, r'(t)) = Ir - ~(t)I" (32) 

Tomando la transformada de Fourier de dicho potencial respecto al tiempo y la componente 

del vector posición paralela a la superficie obtenemos 

.¡..,,(Q,w, z) ¡_: d! j d'p Ir- :,(t)I exp[-iQ · p)exp[iwt) 

2~.1~ Q -~ d!exp(-Qlz-v.dtllJexp[i(w - Q ·v11)t) 

41feV.L 
Q'vl + w'(2cos[(w - Q · v11)z/vL)- 1). 

A continuación introducimos un coeficiente de reflexión R(Q,w) definido como 

R(Q,w) = 
.¡.,.,(Q,w,z =o+) 
rl>er1(Q,w,z =o+) 1 

(33) 

(34) 

(35) 

(36) 

que no es más que el coefi,ciente de reflexión para polarización p en el límite no retardado. 

Tomando este límite en la expresión (7) obtenemos 

R(Q w) = <(Q,w)-1 
' <(Q,w)+l' 

(37) 
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donde t:(Q,w) incluye en principio cualquier corrección pertinente a la respuesta dieléctrica 

cerca de la superficie. 

Usando (33) y (36) y tomando las tranformadas de Fourier inversas en w y Q, obtenemos 

que el potencial inducido en el semiespacio z > O como función de r y t está dado por 

,P;.,(r,t) = 

1~ dwjd'Q { 4irev.J. } · . -
2 

-, Q' 2 ( Q )' R(Q,w)exp(-Qz)exp(1(Q·p-wt)]. 
-oo 11' 41r VJ. + W- VII . 

(38) 

Una. vez que se tiene la expresión para el potencial inducido, es directo evaluar la 

integral (30). El operador gradiente introduce un factor (iQ - Qe.J.) en el integrando 

de (38). Evaluando el campo eléctrico en la posición del electrón, tomando el producto 

punto del mismo con el vector velocidad, y realizando la integral sobre el tiempo, se llega 

finalmente a la siguiente expresión para W: 

J.~ j { 2e
2
v

2
wQ } 

W = 0 dw d
2
Q ir'(Q'vl + (~ _ Qvn)')' Im{R(Q,w)). (39) 

Esta. última expresión se puede expresar como sigue 

W =J.~ dw j d2Q fiwP(w,Q), (40) 

donde definimos 

{ 
2e

2
v

2 Q } 
P(w, Q) = ir'h(Q'vl + (~ - Qv11)')' Im{R(Q,w)). (41) 

La expresión (40) sugiere interpretar a P(w,Q) como la probabilidad de que el electrón 

en su trayectoria ceda un cuanto de energía hw y momento liQ a la superficie. Para 
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confirmar esta interpretación, considercse el momento total que se tiene que suministrar al 

electrón en la dirección paralela. para mantenerlo a velocidad constante: 

íl11=e1-: dt Eu(r = r'(t),t), (42) 

con En la componente del campo eléctrico inducido paralela a la superficie. Este campo 

se obtiene simplemente introduciendo un factor iQ en el intergrando de la expresión del 

potencial inducido (38). Realizando explícitamente la integral en el tiempo obtenemos en 

analogía con ( 40) que 

íl11 =Jo~ dw j d2Q t.QP(w,Q), (43) 

con la misma expresión ( 41) para P(w, Q). Este resultado refuerza la. interpretación física 

dada arriba a P(w, Q). 

De la expresión (41) para P(w, Q) se puede apreciar que toda la información acerca de 

los modos de superficie del sistema entra a través de la parte imaginaria del coeficiente de 

reflexión en el límite no retardado R. De acuerdo a la teoría de respuesta lineal usual, la 

relación de dispersión ele las excitaciones elementales de un metal está dada implícitamente 

por los polos de las funciones respuestas apropiadas a la interacción de dichos modos con 

las diversas perturbaciones externas. En el caso de una distribución de carga externa que 

interactua con la superficie en el límite no retardado, la respuesta esta determinada por 

R, que no es sino el valor relativo de la carga imagen que se induce en las superficie del 

metal respecto a la carga. externa. Así pues, la. relación de dispersión de los plasmones de 

superficie está dada por los polos de R en el plano complejo w para las diferentes Q. Si la 

parte imaginaria de un polo en parlicular es pequeña, entonces la señal de EELS mostrará 

un máximo agudo cerca. de la. frecuencia igual a la parte real de dicho polo. Por el contrario1 
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una. parle imaginaria grande implica un fuerte amortiguamiento del modo colectivo debido 

a la excitación de pares electrón-hoyo o cualquier otro canal de disipación, y en la señal de 

EELS el modo se pierde en un fondo difuso, 

En nuestro caso, y de acuerdo al formalismo perturbativo expuesto en la sección an-

terior, el coeficien le de reflexión en el límite no retardado está dado en término de las 

conductividades superficiales (11)-(13) por la relación 

(44) 

Nótese que conforme Q crece, aumenta la contribución de los términos pcrturbativos. Esto 

es de esperarse dado que el plasmón de superficie involucra una región alrededor de la 

superficie del orden de 2tr /Q, por lo que a mayor valor de Q, mayor es la localización del 

modo en la región superficial, y por tanto mayor su sensibilidad al detalle de ésta. 
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V Resultados y Discusión. 

Antes de presentar nuestros resultados aplicados a los experimentos discutidos en la in­

troducción, conviene detenerse para discutir brevemente las propiedades dieléctricas en el 

interior de la plata. 

a Propiedades dieléctricas en el interior de la plata. 

En la figura. {2} mostramos la parte real e imaginaria de la función dieléctrica. de la plata 

fAg en el intervalo de frecuencias de interés. La tres flechas en el eje horizontal señalan la 

posición aproximada de las frecuencias a las que la parte real de la función dieléctrica. pasa 

por -1, O, y l. 

A w.,, ~ 3.63e V 1 éAg Z! -1, que corresponde a la posición del plasmón de superficie en el 

límite no retardado de acuerdo a la. teoría clásica (de aquí en adelante cantidades pri roa.das 

indican parte real, doble primadas parte imaginaria). En los experimentos de EELS de 

reflexión aparece a w,,p un máximo pronunciado en el límite Q - O. A w r::: 3.77 e V, 

t.~9 r::: O, que corresponde al plasmón de volumen de la plata. A esta frecuencia. se detecta 

un máximo pronunciado en la pérdida de energía. de electrones que atraviesan el interior de 

cristales de plata (EELS de trasmisión). Finalmente a w e: 3.85 se tiene f.~g ~ 1, de modo 

que la impedancia superficial toma un valor cercano a la impedancia superficial del vacio, lo 

que se traduce en un mínimo notable en la refleclancia óptica de la plata a esta frecuencia 

(figura {3}). Nótese también que a partir w ~ 3.9eV, f.~" crece monotónica.mente. Ello es 

debido al inicio de las transiciones interbanda, que se convierten en un canal importante 

de absorción de energía. En la figura { 4} mostramos el espectro de bandas de energía 
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para la plata a lo largo de algunas de las direcciones de simeLria de su red reciproca, de 

acuerdo a la referencia [25]. En la figura se aprecia el complejo de bandas d debajo del nivel 

de Fermi, resaltando el caracter localizado de su relación de dispersión. En contraste, la 

dispersión de las bandas s - p de conducción se asemejan más a las simples parábolas de un 

gas de electrones libres. El inicio de las transiciones interbandas está deternúnado por la 

primera transición permitida por el principio de exclusión. Como .el momento de los fotones 

incidentes (~ 27rñ/ >..) es mucho menor que el tamaño de las zonas de Brillouin (!:::! 27rh/a, 

con a el parámetro de red), las transiciones aparecen en un esquema de bandas como lineas 

verticales que conectan estados ocupados con estados desocupa.dos. En la figura señalamos 

con flechas algunas posibles transiciones. 

b Conductividad Superficial de la plata. 

En los resultados presentados a continuación, aparte de usar la función dieléctrica y 

parámetros de red correspondientes a la plata, para el gas de Drude se tomó w9 = 7.5eV y 

-r = 400/w9 • Aunque ambas variables se pueden considerar como parámetros ajustables del 

cálculo, no está de más mencionar que a w = 7.5eV los experimentos que miden la. pérdida 

de energía de electrones que atraviesan el interior de la plata muestran un máximo local 

de menor intensidad y más ancho que el correspondiente a w ~ 3. 77 e V. Dicho máximo 

se asocia [10} a oscilaciones de plasma de los electrones de conducción, cuya frecuencia se 

ve corrida al rojo respecto a su valor teórico ~ 9.2eV debido a transiciones interbanda de 

alta energía. El tiempo de re1a.jación T se tomó independiente de la frecuencia, y se fijó de 

acuerdo a la. conductividad DC de la plata. El cálculo resulta poco sensible a la elección 

de T dentro de un intervalo razonable de valores de dicho parámetro. 
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En la. figura {5} mostramos la polarizabilidad efectiva normalizada 'Y:::: no como función 

de la. frecuencia, con a dada por la ecuación (22). La interpretación física de esta polarizabi­

lidad no es tan transparente como uno quisiera, pues recuérdese que incluye contribuciones 

tanto de los iones como de los electrones intersticiales, y se define en término de los mo­

mentos dipolares apantallados p' (d. {20)). Con todo, su comportamiento indica que es 

sólo a partir del inicio de la transiciones interbanda que juega un papel importante. 

En la figuras {6.a} y {6.b} mostramos la parte real de las conductividades superR­

ciales {26) como función de la frecuencia calculadas para las diferentes caras cristalinas y 

direcciones de la plata. La conductividad normal Su a la superficie (fig. {6.b}) muestra. 

cualitativamente la misma estructura para ln.s tres caras cristalinas. En cambio, en la con­

ductividad paralela (fig. { 6.a}) resalta una fuerte dependencia. con la geometría superficial. 

En contraste con las direcciones (100) y (111)1 las caras (110) muestran resonancias bien 

definidas, y la posición de dichas resonancias depende notablemente de la dirección rela­

tiva entre el vector de polarización del campo para.lelo a la superficie y las dos dirCcciones 

principales de la cara cristalina. Para la dirección [lÍO] la resonancia se da alrededor de 

3.9 eV, mientras que para la (001) la resonancia se da alrededor de 3.73 eV. En la figura 

{7} mostramos la parte imaginaria de las conductividades paralelas a la superficie para. el 

caso Ag(llO), donde de nuevo se aprecian las estructuras resonantes para la conductividad 

paralela. 

Para entender el origen físico de las resonancias en la conductividad paralela y su de­

pendencia respecto a la dirección de los planos cristalinos, considerese el caso extremo en 

que se retiene sólo la interacción de los dipolos del primer plano cristalino con su imagen 

y consigo mismo. Con los dipolos orientados paralelamente a la superficie, eJ sistema de 
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ecuaciones (23) se reduce a 

(45) 

donde-y= no, T00 determina el campo que un dipolo siente debido a los dipolos en su propio 

plano cristalino y T~ el debido a los dipolos imagen. La condición para una interacción 

resonante corresponde a tener un momento dipolar finito en ªU:scncia de campo externo. 

Haciendo E0 = O en ( 45) obtenemos 

'• - 1 =_...!...ir~ - ~J. 
t.1 +1 T~ ; 

(46) 

Dependiendo de los valores de los tensores T 00 y T~, la frecuencia a la que ( 46) se cumple 

varía. Para la dirección [lIO] se tiene T 00 ~ 3.4 y T~0 ~ -3. 75, y la parte real de la frecuencia 

la que se cumple (46) se situa alrededor de 3.SeV, mientras que para la dirección [001] 

T00 ~ 0.64 y T~ ~ -5.08, y la ecuación (46) se cumple para w ~ 3.5eV. Estas frecuencias 

coinciden aproximadamente con las frecuencias en las que se observan las resonancias en la 

conductividad al realizar el cálculo completo. 

e Señal de EELS. 

Pasamos ahora a presentar las predicciones de nuestro modelo para el cambio de la relación 

de dispersión del plasmón de superficie debido a la corrección dll campo local. Para ello, 

procedemos como sigue. Para Q fija, calculamos la señal de EELS /m(r,,) como función de 

la frecuencia, con r,, dado por (44). La relación de dispersión de los plasmones de Silperficie 

se puede entonces construir asociando a cada Q la frecuencia a la que la señal de EELS 

presenta un máximo definido. De acuerdo a la expresión (44), en el límite Q = O no hay 
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corrección alguna, por lo que en todos los casos la señal de EELS presenta. solamente el 

máximo clásico a Wap ~ 3.63eV. Conforme Q aumenta, la contribución de los términos 

en las conductividades superficiales se hacen más importantes1 lo que es de esperarse dado 

que la distancia de penetración de los campos electromagnéticos dentro del medio va como 

el inverso de Q, de modo que a menor Q mayor es la localización del modo en la región 

superficial. 

En la figura {8) mostramos las señales de EELS predichas por nuestro modelo para l;¡,s 

diferentes caras cristalinas de la plata como función de la frecuencia, con Q = 0.15Á-
1

• 

Notamos que para las caras (111) y (100) aparece un sólo máximo ligeramente corrido al 

rojo respecto al valor clásico, que en la figura indicamos con una linea vertical. Dicho 

corrimiento se origina debido a la pequeña resonancia en s.,, cercana a 3. 75e V 1 que se 

aprecia en la figura {6.b }. En contraste, la señal de EELS presenta una estructura mucho 

más rica para la cara ( 110). Para las dos direcciones de propagación de esta cara, el plasmón 

clásico aparece amortiguado, y se aprecian nuevos máximos a su derecha y a su izquierda. 

La posición de dichos máximos cambia según el campo eléctrico tenga componente en la 

dirección [!TO] o en la dirección [001]. 

En las figuras {9} y {10} mostramos en perspectiva la evolución de la señal de EELS para 

las dos direcciones de superfice (110) conforme aumenta Q, donde se aprecia la aparición 

gradual de los nuevos modos conforme aumenta el vector de onda. En las figuras {11} y {12} 

presentamos un proyección topográfica de las curvas de nivel correspondientes a las figuras 

{9} y {10}. La posición de los máximos para los diferentes vectores de onda determina 

la relación de dispersión de los plasmones. En la figura {13} mostramos la relación de 

dispersión de los modos colectivos para las diferentes direcciones y caras cristalinas. 
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Para entender el origen de los nuevos modos en las superficies (110), recordemos que la. 

relación de dispersión de Jos mismos está da.da implícitamente por los polos de r p· Aunque 

estos polos se encuentran en general en el plano complejo1 en primera. aproximación pode-­

mos suponer que las frecuencias correponderán a aquellas para las cuales la parte real del 

denominador de (44) se anula, i.e. 

(47) 

En la figuras {14} y{l5} mostramos gráficas de ambos lados de (47) con diferentes 

valores de Q para las dos direcciones de las superficie (110). Para cada Q, la posición de los 

plasmones está. dada por las frecuencias a las que las curvas correspondientes aJ lado derecho 

de (47) se intersectan con la curva del la.do izquierdo. Conforme Q crece, la. resonancia. de 

las conductividades superficiales se 'amplifica.' y modifica. la posición de los pJasmones. El 

número de intersecciones entre ambas curvas y por tanto, el número de resonancias en la 

conductividad, depende de Q. De la figura. se puede a.preciar el origen de la dependencia. 

en la. cara y dirección cristalina. de los modos de superficie y del signo de la pendiente de 

su relación de dispersión. 

Nuestro modelo predice cambios notables en la relación de dispersión de Jos plasmones de 

superficie según la cara cristalina. de Ja plata por la que se propaguen, y en el caso de las cara 

(110), dependiendo de la dirección de propagación. Sin embargo, aunque dicha dependencia 

se ha detectado, nuestro cálculo de las relaciones de dispersión de los plasmones no coincide 

con las obtenidas experimentalmente (14] (15]. Ello indica que se necesitan modelos más 

refinados que describan de forma realista. a la superficie de la. plata. Nuestro modelo no 

toma en cuenta efectos de la dispersión espacial del gas de electrones, o la forma detallada 
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del perfil de densidad cerca de la superficie, ni posibles contribuciones debido a los estados 

de superficie. Con todo, nuestros resultados revelan la importancia de incorporar el efecto 

de campo local para poder entender la. respuesta superficial de metales cristalinos. 

d Cálculo de la Reflectancia Superficial. 

Usando exactamente los mismos parámetros que en el cálculo de la señal de EELS, se 

calculó el cambio en la reflectancia respecto a la dirección del vector de polarización Cel 

campo eléctrico como función de la frecuencia. para luz a que incide normalmente sobre .un 

cristal de plata Ag(llO). En la figura {16} mostramos los resultados obtenidos. Nuestro 

modelo predice un cambio del orden del 20% en la reflectividad cuando la dirección del 

vector de polarización de la luz incidente cambia respecto a hls direcciones (001] y (110] de 

la superficie. Según nuestros resultados, en un experimento que mida 

D.R _ R1iro1 - R10011 
R - RA, 

(48) 

se debe detectar una anisotropía notable que cambia de signo negativo a positivo alrededor 

de 3.84e V. En ( 48), Rcllo) y R[oo1J corresponden a Ja reflectancia para vector de polarización 

paralelo a las direcciones (!TO} y (001] respectiva.mente, y RAg denota la reftectancia de la 

plata calculada de acuerdo a las formulas de Fresnel (figura {2} ). 

En la figura. {17} mostramos resultados experimentales muy recientes [20] en los que 

los autores miden 

D.R R1001J - R¡1ro1 
R= R10011 

(49) 

que para todo fin práctico equivale al negativo de la expresión (48). En la gráfica se mues-

tran los resultados para un cristal Ag(llO) con su superficie limpia, y los correspondientes 
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al mismo crista) pero después de haberlo dejado a la intcrperie por tres días. 

El efecto de la. oxidación influye en la magnitud mas no en el comportamiento cualitativo 

general del espectro de reflcctancia diferencial. El parecido con nuestras predicciones es 

sorprendente dada la simplicidad del modelo usado. 

Antes de terminar esta sección quisieramos hacer algunos c~mentarios respecto a las 

posibles causas por las que nuestro modelo da tan buenos resultados para el caso de los 

experimentos de reflectancia diferencial, y sin embargo falla en describir correctamente 

el cambio en la dispersión de plasmón de superficie de la plata. Una de las debilidades 

principales del modelo es que parte de una descripción local de la respuesta del gas de 

electrones que rodea. a los iones. En una descripción más realista se debe tomar en cuenta 

de forma auto-consistente la redistribución en la densidad electrónica. que necesariamente 

se da cerca de la superficie respecto a la densidad electrónica en el interior. Esta carencia 

del modelo no es tan importante para el caso de situaciones experimentales en las que se 

tienen sólo campos incidentes para.lelos a la superficie, como es el caso de los experimentos de 

relíectancia diferencial a incidencia normal {6]. Sin embargo, en la propagación del plasmón 

no sólo intervienen campos perpendiculares a la superficie, sino que el signo mismo de la 

relación de dispersión depende críticamente de la localización del centroide de la densidad 

clcctronica superficial [7]. 
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VI Conclusiones. Parte l. 

En esta primera parte de nuestro trabajo hemos desarrollado un modelo de metal que nos 

permite calcular el cambio en las propiedades ópticas de los metales debido al efecto de 

campo local cerca de la superficie. El modelo incorporara en el cálculo contribuciones 

tanto de las red de iones como de los electrones de conducción, y establece un mecanismo 

resonante novedoso originado en la interacción dipolar de los primeros planos cristalinos 

entre sí y con la.s imagencs que producen. Consideramos que el trabajo representa un 

avance importante en el ~ntcndimiento de las propiedades ópticas de los metales 1 y permite 

incorporar efectos cuyo tratamiento ab initio resulta muy dificil. Además, se predice una 

anisotropía gigante en la rcílcctancia diferencial de la Ag que ha sido de hecho observada, 

con una coincidencia significativa entre teoría y experimento [18] (20). Cabe resaltar que los 

experimentos a los que aludimos fueron motivados por las predicciones teóricas presentadas 

en el presente trabajo. 
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PIES DE FIGURA PARTE 1 

Figs. (1.a} y (1.b): Visión esquemática de nuestro modelo de metal. La función 

dieléctrica macroscópica del metal se puede relacionar con la función dieléctrica del gas 

de electrones y la polarizabilidad de los iones promediando en una rebanada las diferentes 

contribucion•s al vector de polarización (Fig. (La)). Cerca de la superficie (Fig. (1.b)), los 

momentos dipolares de los primeros planos cristali~os inducen momentos dipolares imagen 

en la frontera del gas de electrones. La interacción entre los planos cristalinos y los planos 

imagen dan una contribución importante a la respuesta superficial. 

Fig. (2): Parte real e imaginaria de la función diléctrica de la plata en el intervalo de 

frecuencias de interés. Las tres flechas indican sucesivamente las frecuencias para las cuales 

Re(<A,) o: -1, Re(<A, <><O), y Re(<A, o: 1). El súbito incremento en el valor de la parte 

imaginaria alrededor de w ~ 3.9eV marca el inicio de las transiciones interbanda. 

Fig. (3): Rcflectancia de la plata como función de la frecuencia. Nótese el mínimo a 

la frecuencia a la que Re(< A, "' 1 ). 

Fig. ( 4): Esquema de bandas calculado para la plata a lo largo de ciertas direcciones 

de simetría, de acuerdo a Ref. [25]. Resalta el caracter localizado del complejo de bandas 

d en contraste a las bandas s - p de conducción, que se asemejan más a bandas de electrón 

libre. En la figura se señalan algunas de las transiciones permitidas por el principio de 

exculsión de Pauli. 

41 



Fig.(5): Dependencia con la frecuencia de la parte real e imaginaria de la polarizabili· 

dad efectiva a dada pcr la ecuación (22). En la figura se grafica la cantidad a.dimensional 

na, con n el inverso de la celda primitiva de la plata. 

Figs. (6.a) y (6.b): Parle real de las conductividades superficiales normalizadas para 

las diferentes caras cristalinas de la plata, como función de la frecuencia. En la figura 

(6.a) se muestra la coductividad paralela a la superficie para las direcciones (llO)[lTO} 

(linea continua), (110){001] (linea punteada} (111} (linea a rayas) y (100) (linea a rayas y 

puntos). Resalta la fuerte dependencia de la respuesta superficial con la cara cristalina, y 

en el caso de las caras Ag(ll0) 1 con la dirección cristalográfica. En la fig. (6.b) se muestra 

la respuesta a campos perpendiculares a la superficie, que es casi un orden de magnitud 

menor que la correpondiente a campos paralelos. 

Fig.(7): Parte imaginaria de las conductividades superficiales normalizadas para un 

cristal de plata Ag(llO). La frecuencia a la que se da la resonancia en la conductividad 

paralela depende marcadamente de la dirección cristalográfica. 

Fig.(8): Seüal de EELS calculada con nuestro modelo para las diferentes caras y di· 

recciones cristalográficas de cristales de plata. La linea vertical alrededor de w ~ 3.63el' 

marca la posición del plasmón de superficie de acuerdo a la teoría clásica de Frcsnel. La 

curva continua corresponde a un cristal Ag( 110) cuando la componente paralela a la super~ 

ficie del campo coincide con la dirección (lTO), mientras que la linea punteada correPonde 
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al caso en que el campo apunta en la dirección (001]. La curva a rayas y la curva a rayas y 

puntos corresponden a las superficies (111) y (100) respectivamente. 

Fig.(9): Comportamiento de la Señal de EELS de acuerdo a nuestro modelo, como 

función de la frecuencia y el vector de onda para el ca.so Ag(l!O)[ITO). Conforme Qn 

auinenta, aparece un nuevo modo con una frecuencia mayor que.el modo clásico. 

Fig.(10): Lo mismo que la figura (9), pero para el caso Ag(l!O)[l!O). La escala es 

diferente a la de la figura (9). 

Figs. (11) y (12): Proyecciones topográficas de las figuras (9) y (10) respectivamente, 

mostrando las curvas de nivel de la señal de EELS. La.s figuras permiten visualizar la relación 

de dispersión de los modos de superficie, localizando los máximos en la señal de EELS. 

Fig. (13): Relación de dispersión w vs Q para los modos superficiales de la plata. 

Resaltan los casos de propagación a lo largo de las direcciones [lIO] (linea continua) y (001] 

{linea punteada) de las superficies (110). Así mismo se muestran los modos para superficies 

(111) {linea a rayas) y {100) (linea a rayas y puntos). 

Fig. (14): Aquí mostramos la solución gráfica de la ecuación (47) para diferentes 

valores de Q, para el caso Ag(llO)[lIO]. Para cada Q, la posición de los plasmones está 

dada por las frecuencias a las que las curvas se intersectan. 
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Fig. (15): Lo mismo que en la figura (14), pero para el caso Ag(llO)[OO!j. 

Fig.(16): Predicción de nuestro modelo del cambio en la rcílectancia óptica para un 

cristal Ag(llO) debido al efecto de campo local, respecto a la rcfiectancia cakulada ele 

acuerdo a la formulas de Frcsnc1. La curva de linea continua corresponde al caso de luz 

polarizada en la dirección [lTO], mientras que la linea punteada correponcle al caso [001]. 

Fig.(17): Resultados experimentales reportados por los dos primero autores de [20}. 

En la figura de linea continua se muestra (R¡oo1) - R¡11o¡)/ R¡oo1) para un cristal Ag(llO) 

limpio, mientras que la linea a rayas y puntos correponde a dicha cantidad pero después 

de exponer el cristal a la intcrperic durante tres dias. 
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VII Introducción. Parte 11. 

En Ja primera parte del presente trabajo se abordó el problema de los cambios que el efecto 

de campo local introduce en las propiedades ópticas de un metal cerca de su superficie. 

Desde una perspectiva general, el trabajo representa una contribución a los esfuerzos por 

entender Ja manera en que se modifica la respuesta electrónica de los materiales cuando se 

pierde la simetría traslacional en una de las direcciones cristalinas, y como relacionar dicha 

modificación con la respuesta en el interior. En el caso de los cristales de plata, se estudió 

el efecto del rompimiento de simetría sobre el campo electromagnético local que polariza 

las celdas unitarias del cristal en los primero.5 planos cristalinos, y no se consideraron los 

cambios que necesariamente sufre la estructura electrónica cerca de la superficie. 

En la segunda parte de este trabajo consideramos el problema de la respuesta electrónica 

ante campos magnéticos externos de un sistema. que consiste en un arreglo periódico de 

películas de materiales distintos, llamado superred. Al igual que en caso de las super· 

ficies metálicas, el estudio de las propiedades físicas de las superredes está íntimamente 

relacionado con el problema del rompimiento de la simetría traslacional del sistema.. Sin 

embargo, en este caso nuestro interés está más enfocado al problema de cómo la geometría 

de la superred modifica las funciones de onda electrónicas respecto de las correspondientes a 

los materiales constituyentes, y cómo ello se refleja en la respuesta ante campos magnéticos 

externos y posibles ordenamientos magnéticos del sistema. Con este fin se construye un 

modelo de superred magnética que, incorporando la geometría básica de la superrcd, es lo 

suficientemente sencillo como para poder estudiar sus propiedades en detaUe. 

46 



a Superredes Magnéticas. 

Durante los últimos años, gracias al mejoramiento y sofisticación de las técnicas para. el cre­

cimiento controlado de películas delgadas de materiales cristalinos, ha sido posible obtener 

superredes de extraordinaria calidad. En las supcrredes se depositan películas bien definidas 

de diversos materiales, que forman una superestructura periódica cuyo periodo puede variar 

de entre unos cuantos planos cristalinos hasta el orden de cientos [27]. 

Particular interés han despertados las superredcs magnéticas, superrcdes construidas 

a base de metales que en estado puro presentan algun tipo de orden magnético. Las 

propiedades magnéticas de dichas superrcdes muestran gran variedad, y proveen un esce­

nario propicio para investigar aspectos fundamentales del magnetismo, así como de posibles 

aplicaciones tecnológicas. Ejemplos notables son supcrredcs construidas a base de metales 

de transición ferromagnéticos como Fe1 Co y Ni 1 en combinación con metales antifcrro­

ma.gnéticos como Cr 1 o de metales no magnéticos como Cu. También sobresalen superredes 

hechas a base de tierras raras como Dy, Gd y Tb. 

b Superredes de Metales de Transición. 

Los metales de transición ferromagnéticos como Fe, Co y Ni 1 tienen en común el carac­

ter itinerante de los estados electrónicos responsables de sus propiedades magnéticas. En 

contraste con las tierras raras, los metales de transición muestran momentos magnéticos 

fraccionarios, y el magnetismo se debe a la interacción entre electrones en estados exten­

didos cerca. del nivel de Fcrmi. La bandas 3d de los metales de transición magnéticos son 

demasiado anchas como para ser atribuibles a estados puramente atómicos, pero hay una 
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contribución importante a la energía que proviene de la fuerte repulsión coulombiana que 

experimentan los electrones que coinciden en una misma celda unitaria. Debido al principio 

de exclusión de Pauli la repulsión es más efectiva entre electrones de espín opuesto, por lo 

que puede resultar ventajoso para el sistema romper la degeneración de espín de manera 

de minimizar el traslape entre las funciones de onda de los electrones de espín diferente. 

Este es el caso de los metales de transición ferromagnéticos, en los cuales los electrones en 

las bandas 3d disminuyen la energía del sistema separándose en sub·bandas para las dos 

poblaciones de espín. La repoblación que se lleva a cabo da lugar a la. magnetización neta. 

En experimentos recientes [28J con superredes en las que metales de transición ferro· 

magnéticos se intercalan con metales no magnéticos o antiferromagnéticos1 se ha encontrado 

que las películas ferromagnéticas se acoplan ferromagnética o antiferromagnéticamenle 

entre sí dependiendo del número de planos cristalinos del material que las separa. 

Típicamente, los experimentales reportan sus resultados en forma de gráficas de la en~ 

crgía de acoplamiento por unidad de arca entre películas ferromagnéticas adyacentes como 

función de la distancia que las separa, gráficas en las que se aprecian oscilaciones que in­

dican el paso de un tipo de acoplamiento a otro. Lo notable de dicl1as oscilaciones es 

que tienen componentes periódicas con periodos grandes (del orden 7 planos cristalinos) y 

que persisten aun cuando las películas ferromagnéticas están separadas por entre 40 y 100 

planos cristalinos del material no magnético. 

El acoplamiento oscilatorio a través de electrones de conducción es un fenómeno bien 

conocido en el contexto de las llamadas oscilaciones de Ruderman-Kittel-Kasuya·Yosida 

(RKKY) [29). Por oscilaciones RKKY se denotan usualmente las fluctuaciones en la 

densidad de espín inducidas cuando electrones de conducción interactúan con momentos 
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magnéticos localizados, como en el caso de impurezas magnéticas en un metal param­

agnético, o las mismas tierras raras consideradas más adelante. Dichas oscilaciones estan 

íntimamente relacionadas con singularidades en la respuesta de los electrones de conducción 

debido a transiciones entre estados en la superficie de Fermi. 

En el caso de un gas de electrones homogéneo, el periodo de dichas oscilaciones es 

muy chico (~ 7r/ kFermi) y su alcance relativamente corto para: dar cuenta por si solas 

de las oscilaciones de largo alcance arriba mencionadas. Esto indica que para entender los 

experimentos es indispensable considerar la forma en que la geometría de la superred afecta 

a las funciones de onda electrónicas de los materiales homogéneos. 

Aunque se han realizado cálculos ab initio en a1gunos casos, éstos son posibles sólo para 

celdas de la superrcd muy pequeñas, y de tal sofisticación que oscurecen los mecanismos 

físicos subyacentes [30). Descripciones más heurísticas [31) se basan en la idea de que, debido 

a la simetría de la superred, la superfice de Fermi de los materiales constituyentes se "dobla" 

en si misma repetidas veces en la "mini-zona" de Brillouin de la superred ("Folding"), 

dando lugar a transiciones entre estados separados con vectores de onda pequeños que de 

otra manera no se darían. Los resultados indican que en el acomplamiento intervienen 

electrones itinerantes en estados coherentes de la superred, que establecen cierto tipo de 

interacción de intercambio de largo alcance, cuyo origen último es la hibridización entre los 

estados electrónicos de las bandas de los materiales constituyentes. 

e Superredes con tierras raras. 

En contraste con los metales de transición, en las tierras raras se tienen momentos 

magnéticos localizados en los iones, que corresponden a vacancias en los orbitales atómicos 
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4/ [32}. Las tierras raras son en cierta forma el análogo magnético de los metales nobles, 

con una red de iones localizados entre los que se mueven los electrones de conducción. 

El traslape de orbitales 4/ de átomos vecinos es despreciable, y los electrones en dichos 

orbitales están literalmente atrapados a sus respectivos átomos. Sin embargo, los momen­

tos magnéticos en diferentes sitios de la red se acoplan entre sí a través de los electrones 

de conducción de las bandas 5d y 6s, y se piensa que entre los momentos localizados se 

establece una interacción de intercambio indirecto del tipo RKKY. Esta interacción es d~ 

caracter oscilatorio, y está. en gran medida determinada por la susceptibilidad magnética 

x(Q) de los electrones de conducción. Las tierras raras presentan una variedad muy rica de 

estructuras magnéticas, que incluye ondas de espín heliooidales, longitudinales, y cónicas 

[32!. 

Los ordenamientos magnéticos periódicos en las tierras raras Tb,Dy,Ho,Er y Tm están 

íntimamente relacionados con la geometría de sus superficies de Fermi. En las superficies 

de Fcrmi de las tierras raras magnéticas se encuentran regiones casi planas paralelas entre 

sí, conectadas por una traslación simple en el espacio de momentos, fenómeno que se 

conoce como "anidamiento" [34}. El anidamiento entre estados en la superficie de Fermi da 

contribuciones importantes a la respuesta de los electrones de conducción, y el ordenamiento 

magnético debajo de la temperatura de Neel esta modulado por el vector de onda que 

conecta dichos et-1Lados. 

Considérese por ejemplo el caso del Dy. El Dy tiene una configuracion (Xe]4/1º5'l°6s2, 

y cristaliza en una estructura hexagonal compacta (hcp) con a = 3.593 Ápara el plano 

basal, y e = 5.655 A. Las bandas d y s se hibridi7.an y dan lugar a una superficie de Fermi 

de forma intrincada. A la temperatura de Neel (178K) se forma en el Dy una onda de 
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espín helicoidal con eje a lo largo tel eje e, en la que los momentos magnéticos residen en 

los planos basales, y rotan cierto ngulo al pasar de un plano basal a otro. El periodo de la 

hélice aumenta. de~ 25 Aa la te pcratura de Necl1 hasta~ 40 Aa T = 85K, temperatura 

a la que se dá una transición de p imer orden a un estado ferromagnético simple. Cálculos 

de la susceptibilidad x(Q) usand< la estructura de bandas calculada para el Dy muestran 

un máximo bien definido al vecto de onda de la onda helicoidal _(35]. 

Superredes magnéticas cont uidas a base de tierras raras muestran propiedades 

magnéticas muy ricas. En sup rredes formadas con Gd/Dy, por ejemplo, la magneti· 

zación total como función de la emperatura pasa por varios máximos y mínimos, que se 

piensa. indican sucesivos reorden mientos de los espines conforme se enfría al sistema {36]. 

Gran interés han despertado ta 1bién superredes de tierras raras oombinadas con Y (46]. 

Aunque el Y es un metal no ma nético, se inducen en sus electrones de conducción oscila· 

dones de RKKY de amplitud y a canee inusuales cuando entran en contacto con momentos 

magnéticos localizados. Experim ntos de difracción de neutrones revelan que en superredes 

de Dy/Y, Er/Y, Gd/Y y Ho/Y, e forman ondas de espín en el Y que acoplan las películas 

magnéticas a través de espesore de hasta 120 A. 

d Modelos Unidimen ionales. 

Dado que en este trabajo utiliz remos un modelo unidimensional para describir nuestra 

superred magnética, consideram s conveniente hacer una breve revisión del uso de modelos 

unidimensionales en el contexto de la física del estado sólido. 

Los modelos unidimensiona han sido objeto de extensos estudios [37J. Existen al 

menos dos razones de caracter 1 ráctico para ello: 
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1) Su simplicidad relativa, que permite resolver problemas que en más de un dimension 

resultaría muy dificil o imposible. 

2) Su utilidad como campo de prueba de métodos aproximados que pueden aplicarse 

posteriormente a problemas de mayor dimensionalidad. 

Sin embargo, la importancia del estudio de modelos unidimensionales va más alla de lo 

anterior. Por un lado, en los últimos años la síntesis experimental de materiales de baja 

dimensionalidad ha alcanzado una gran sofisticación, de modo que actualmente es posible 

estudiar sistemas unidimensionales o quasi-unidimesionales reales [38} [39) [40). Por otro 

lado, el estudio de ciertos problemas undimensionales ha sido el punto de partida de teorías 

que a la postre han resultado muy fructíferas. Esto se debe en parte a que los modelos 

unidimensionales tienen una simplicidad conceptual y transparencia física que permite un 

acercamiento intuitivo a conceptos que, una vez asimilados, pueden ser generalizados a 

sistemas en más dimensiones. 

Un ejemplo importante de lo anterior, y que está íntimamente relacionado con el tema 

del presente trabajo, es el de sistemas electrónicos conductores que debajo de cierta tem­

peratura crítica sufren una transición espontanea que abre una brecha de energía en el nivel 

de Fermi. 

Tal es el caso de sistemas que presentan en sus estado base una Ondas de Densidad de 

Carga (ODC), conceptualizadas por primera vez por Peierls en 1930 {42). Peierls consideró 

una cadena unidimensional de iones con electrones movienrlose a lo largo de ella.. Debnjo 

de cierta temperatura, al sistema le es cnergéticamente más favorable formar un onda de 

densidad de carga con modulación de dos veces el vector de onda de Fermi (2A"F ). Las 

transiciones de Peierls han sido detectadas experimentalmente y de hecho han sido objeto 
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de extensos estudios en la literatura [43}. 

Otro ejemplo es el clásico artículo de H. FrOlich {44), en uno de los intentos más notables 

por entender el fenómeno de la superconductividad anteriores al advenimiento de la teoría 

BCS {45j. FrOlich considera electrones libres movicndose en una cadena unidimensional de 

iones. Los electrones interaccionan con los desplazamientos de la. red de iones, y deba.jo de 

cierta temperatura el sistema sufre una transición análoga a la 4c Peierls, en la que tanto 

la densidad electrónica como la cadena de iones sufren una distorsión con modulación '1.l(F 

que abre una brecha en el nivel de Fermi. 

En condiciones normales, una transición de Peierls es una transición conductor-aislante, 

Sin embargo, FrOlich considera el caso en que la longitud de la ODC que se forma es in· 

conmensurable respecto al parámetro de la red de iones unidimensional. La inconmensu­

rabilidad ele la ODC hace que ésta no se fije en un punto determinado respecto a la red 

de iones, lo que a su vez permite que los electrones se muevan libremente a lo largo de la 

cadena. Debido a la brecha que la ODC produce en el espectro de energía de los electrones, 

éstos son inmunes a los procesos normales de dispersión elástica por impurezas, y FrOlich 

concluye que un sistema tal tendría propiedades supercoductoras. Naturalmente, el mismo 

FrOlich reconoce que una. descripción correcta del fenómeno de la. superconductividad debe 

ser necesariamente tridimensional si va a incluir el efecto Meissner, pero la idea de clec· 

trones moviendose libremente con una brecha en su espectro de energías representó una 

contribución conceptual importante que de hecho es retomada posteriormenle por la teoría 

BCS. En Ja teoría BCS la brecha no es producida por un ordenamiento en espacio real, 

sino más bien en el espacio de momentos. 

Un tercer ejemplo lo constituye el caso de las Ondas de Densidad de Espín (ODE). 
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Aunque íuc Slater [41) el primero en considerar la posibilidad de su existencia, Cue sin lugar 

a dudas Overhauser quien las po¡>Ularizó [54)[55]. Sobre las ODE nos extenderemos más 

adelante debido a su importancia en el contexto del presente trabajo. Aquí nos limitaremos 

a resaltar que en el primer artículo en el que Overhauser abordó el problema de las ODE, 

se presenta la versión unidimensional del problema [5·1}. Aunque dos af1os después publica 

la versión tridimensional [55], es significativo el hecho de que haya preforido preparar a sus 

lectores presentando, primero, el caso unidimensional. 

e Superred Magnética Modelo. 

Como mencionamos anteriormente, la. aplicación a superredes de las técnicas ab initio 

usadas tradicionalmente para el caso de cristales homogéneos presenta gran dificultad [30J. 

Esto ha motivado el desarrollo de modelos simplificados como una alternativa que permite 

avanzar en el entendimiento de los eíeclos novedosos encontrados en experimentos que 

involucran supcrredes, sin una relación obvia con las propiedades físicas de los materiales 

constituyentes. 

Como ejemplo de esto, en el contexto de las superredes magnéticas, resalta el trabajo 

de Camley et al {36]. Camley considera el caso de una cadena. undimensional de mo­

mentos magnéticos localizados, descrita por una hamiltoniano del tipo de Heisenberg con 

acoplamiento a primeros y segundos vecinos. Cada material constituyente está caracteri­

zado por los valores de sus constantes de acoplamiento, tas que determinan el que se esta­

bilice en configuraciones ferromagnéticas, antifcrromagnéticas, o helicoidales. Al alternar 

materiales con diferentes constantes de acoplamiento y jugar con los grosores, Camley et 

al encuentran una variedad muy rica de posibles ordenamientos magnéticos. 
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Una desventaja del modelo de Camley es que de entrada parte de un sistema de mo­

mentos totalmente localizados, por lo que no hay forma de incluir efectos provenientes del 

caracter itinerante de los electrones de conducción en los metales magnéticos. Debido a 

ello, el modelo no permite considerar la posibilidad de acoplamiento RKYY 1 ni simular ma­

teriales cuyo estado base presenta una ODE. En la aproximación de Hartree-Fock, un gas 

de electrones unidimensional es inestable respecto a la formación .de una Onda de Densidad 

de Espín (ODE) con vector de onda 21<,., con I<r el vector de onda de Fermi [54) [47). Aso­

ciada a dicha inestabilidad, se tiene una singularidad en la susceptibilidad de espín x(Q), 

que diverge logarítmicamentc a Q ~ 2/(p conforme el sistema pasa por la temperatura de 

transición. 

Una forma conveniente de introducir los efectos de la itincrancia electrónica en las 

propiedades magnéticas de metales magnéticos se debe a Hubbard (49]. Hubbard considera 

una red discreta con electrones saltando entre sitios con cierta amplitud de probabilidad 

de salto T. La interacción electrónica entra en el modelo de Hubbard mediante un término 

que involucra un parámetro U, que es una medida de la. repulsión que dos electrones de 

espín opuesto sienten cuando coinciden en el mismo sitio. La competencia entre el término 

de energía cinética y el término de interacción determina la temperatura de transición y la 

naturaleza del estado base del sistema. 

La idea de estudiar las propiedades magnéticas de una superred formada por cadenas 

unidimensionales de Hubbard fue usada por Falicov et al para estudiar el efecto ele in­

tercalar materiales ferromagnéticos con materiales antiferromagnéLicos o paramagnéticos 

en un modelo itinerante [26]. Sin embargo, el cálculo que presentan los autores se limita 

al caso en que la supcrrcd se encuentra a temperatura cero, y no abordan el problema 
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del comportamiento del sistema conforme es cníriado y pasa por la temperatura de tran­

sición. Además, los autores se limitan al caso en que los materiales constituyentes presenta 

ordenamientos simples, y no consideran la muy interesante posibilidad de que los mate­

riales por separado tiendan a formar ondas de densidad de espín moduladas por periodos 

inconmensurables con el periodo de la superred. 

El modelo que presentamos en este trabajo resuelve dichas carencias, y permite hacer 

un estudio detallado de la dependencia con la temperatura <le las propiedades magnéticas 

de la superred. 

Nuestro modelo consiste en una superred construida con dos "metales" unidimension­

ales de Hubbard A y B 1 cada uno de los cuales presenta en su estado puro una ODE con 

vectores de onda 2I<}A) y 2J\i8 > respectivamente. En la aproximación de campo medio, y 

mediante una descripción del tipo RPA para la susceptibilidad estática de espín, investi­

gamos la naturaleza del ordenamiento de espín y respuesta magnética como función de la 

temperatura. Los parámetros del modelo son NA, Ns, el número de átomos de material A 

y B respectivamente, y PAi pa 1 sus respectivas densidades electrónicas promedio por sitio, 

y que determinan los valores 2J(iA), 21(~8). 

Si nuestro interés fuese literalmente el estudio de estructuras unidimensionales, el uso 

de la aproximación de Campo Medio y RPA resulta cuestionable. En una dimensión las 

fluctuaciones rompen el orden de largo alcance predicho por las teorías de Campo Medio. 

Sin embargo, estamos interesados en describir, al menos cualitativamente, materiales tridi­

mensionales cuya superficie de Fermi es tal que en el estado base presenta una ODE. Como 

ya mencionamos arriba, en tales materiales la formación de la onda de espín está asociada a 

transiciones entre estados que pertenecen a planos casi paralelos de la superficie de Fermi. 
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y que dan lugar a una divergencia logarítmi-ca. en la susceptibilidad, análoga a la del caso 

unidimensional {50}. Aunque procedemos con dicha analogía en mente, creemos que el 

modelo es interesante por sí mismo, pues permite un acercamiento sencillo e intuitivo a los 

mecanismos involucrados en las transiciones de fase en superredes magnéticas. 

En la Sección VIII consideramos el caso homogéneo. En la Sección IX derivamos las 

expresiones pertinentes para nuestra Superrcd modelo, y en la _Sección X presentamos y 

discutimos los resultados obtenidos. En la Sección XI generalizamos la teoría para incluir la 

posibilidad de ondas helicoidales. Finalmente, dedicamos la sección XII a las conclusiones. 
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VIII Teoria del Campo Medio de Ondas de Den-
sidad de Espín. Caso homogéneo. 

En esta sección consideramos un modelo sencillo de un sistema que presenta un ODE 

debajo de cierta temperatura crítica T,. El tratamiento que se presenta es una adaptación 

del formalismo utilizado por Milis, Levin, y Cunningham para investigar la competencia 

entre el apareamiento DCS y la distorsión de Peierls para una sistema undimensional (53]. 

Los autores consideran una red undimensiona) de iones con electrones moviendose enttc 

sitios. El hamiltoniano contiene dos términos de interacción, uno atractivo que favorece la 

transición a un estado superconductor, y un término repulsivo que favorece una transición 

de Peierls. Los autores utilizan una teoría de campo medio análoga a la presentada en el 

presente trabajo. 

Nuestro modelo considera electrones moviendosc en un red unidimensional de sitios 

discretos, en cada uno de los cuales reside un estado atómico. El sistema está descrito por 

el Hamiltoníano de Hubbard unidimensional [49], que en segunda cuantización es 

N 

H = L••cl.c,. + UL;q1¡qu, (50) 
k 1=1 

con N sitios que enumeramos con el indice l sobre los cuales se imponen condiciones de 

contorno periódicas. El operador CkO'(clo.) aniquila (crea) un electrón en el estado de onda 

plana con vector de onda k, energía Ek, y espín u. En el último término 1JIO' = ct,c/O' es el 

operador de número, donde c117 (cJ17 ) aniquila (crea) un electrón de espín u en el sitio /'esimo, 

y tiene la expansión 

- 1 " ,., e¡,, - ,/N ";;' CkO'e • (51) 

donde por simplicidad y sin pérdida de generalidad lomamos la separación entre sitios como 
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unidad. Las relaciones de anticonmutación apropiadas para fermioncs son 

cf,,c1•cr• + CJ•a•cl.,. = Ó1,1•;11,a' (52) 

o. (53) 

Dos electrones del mismo espín no pueden coincidir en el mismo átomo. Cuando elec-

trones de espín opuesto coexisten en un sitio, se repelen debido a su interacción coulo,.....-

biana. El último término en {50) toma en cuenta dicho efecto, con U un parámetro que en 

principio se obtendría a partir de expresiones para el miar esperado del potencial coulom-

hiano en los orbitales atómicos. La interacción se loma como de corto alcance, de modo 

que electrones en diferentes sitios no interactúan entre sí. 

El problema se divide de manera natural en dos partes, dependiendo de si estamos por 

arriba o por debajo de la temperatura a la que se dá el ordenameinto magnético (Te)· A 

continuación pasamos discutir los dos casos dentro de la aproximación de campo medio. 

Arriba de la temperatura crítica la magnetización promedio es cero en ausencia de campo 

externo, de modo que la densidad electrónica es uniforme e idéntica para cada csp{n. Nues· 

tro interés reside en obtener un criterio de estabilidad para la fase paramagnética, para lo 

cual considerarnos la respuesta del sistema a un campo magnético externo h1 sinusoidal y 

estático que se acopla con el espín. En presencia del campo, 

(54) 

donde escogemos las unidades de manera que el magnetón de Bohr µ 8 = l. Conviene 

expresar el Hamiltoniano (54) en término de los operadores de densidad de espín y densidad 
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total por sitio, 

en término de los cuales 

., 
n1 

1 
2lmr-m1l 
1 
2[q1¡+q11]. 

11 = E••cl.,c,. + UL;[nl -slJ-2L;s1h1. 
• 1 1 

En la aproximación de campo medio reescribimos el operador de espín s1 como 

s1 =< s1 >+(si-< s1 >), 

(55) 

(56) 

(57) 

(58) 

e ignoramos en H términos cuadráticos en el término entre paréntesis. Luego, en dicha 

aproximación 

HMF = E••cl,cka +U L;lnl+ < S¡ > 2] - 2 L;[h1 +U < s1 >]•1 (59) 
• 1 1 

El segundo término se puede ignorar a menos que estemos interesados en la energía total 

del sistema. 

En el Hamiltoniano (59) suponemos que el campo externo h1 actua como una pequeña 

perturbación, de modo que la respuesta de) sistema al mismo se puede asumir lineal. 

Además, dado que el sistema es homogéneo, la respuesta en un punto l al valor del campo 

en otro punto I' depende sólo de la distancia entre dichos puntos, de forma que en general 

< s1 > y h1 cstan ~nectados por un ecuación constitutiva de la forma 

< ., >= Exci- l')h,., (60) ,. 
que define la susceptibilidad total de espín en espacio real x(I - /'). Considérese ahora 

un campo de la forma h1 = h(Q)éQI + e.e., con -11" < Q < 1r y e.e. indica el complejo 
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conjugado del término precedente. Es facil mostrar que la transformada de Fourier de la 

susceptibilidad de espíri 

es tal que 

x(Q) = ~ 2:x(l-l')e-'Qll-1'1 
1 

s(Q) = x(Q)h(Q), 

(61) 

(62) 

con < s1 >= s(Q)eiQI + e.e. Para calcular x(Q) en la aproximación de campo medio, 

notamos que en el Hamiltoniano (59), el tercer término describe electrones no interactuantes 

sujetos a un campo efectivo h'/ = h1 +U < s1 >. Definimos entonces la susceptibilidad de 

electrón libre xº( Q), definida en término de la respuesta al campo hi1 como 

De (62) y (63) sigue que 

• s(Q) 
X (Q) = h•l(Q)" 

xº(Q) 
x(Q) = 1- Ux•(Q)" 

(63) 

(64) 

De aquí es inmediato que la fase paramagnética será estable si y sólo si, para toda Q, 

Uxº(Q) < 1, y la transición a la fase magnética ocurre cuando para alguna Q, 

1 
xº(Q) = ¡¡· (65) 

Aunque en este trabajo no consideramos aspectos dinámicos de la respuesta magnética, no 

está de más mencionar que la relación anterior, generalizada para frecuencias arbitrarias, 

lleva a la relación de dispersión para las ondas de espín o magnones. Es claro que en 

general, diferentes Q's tendran asociadas diferentes temperaturas a las que (65) se cumple. 

La temperatura crítica. es la máxima de dichas temperaturas, y la Q asociada determina 

la longitud de onda de la ODE que se forma al enfriar el sistema debajo del punto de 
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transición. Usando teoría de perturbaciones (51) se puede obtener <le manera directa la 

siguiente expresión para xº(Q): 

donde f1t = f(e1t) es la función de distribución de Fermi. Entonces la condición 

1 E ('>+Q - ¡.) 1 
N k E1i: - E:J:+Q = u 

determina la temperatura crítica.. 

(66) 

(67) 

La suma del lado izquierdo de la ec.(67) tiene una importante contribución de los 

términos para los cuales e1i: ~ Ek+Q· Conforme la temperatura se reduce, el principio 

de exclusión restringe dichos términos a un intervalo de orden ~ kaT alrededor del nivel 

de Fermi, y las transiciones -KF <=> J(F dominan con términos que divergen, a T = 0° /(, 

como las derivadas de la función <le Fermi. Para. el caso de clcctroues independientes en una 

banda de la forma e(k) = 2T(l - cos(k)), obtenemos, en el límite en que N -+ oo, T-+ O, 

xº(Q) lim 2_ 1• dk fk+Q - ¡. 
T-o 4n -• cos(k) - cos(k + Q) 

1 1 (l•in(Q/2) + sin(KF)I) 
4nsin(Q/2) og isin(Q/2)-sin(I(F)i ' 

(68) 

donde claramente se aprecia una divergencia logarítmica en la respuesta. para Q = 2l(F. 

Divergencias en la. respuesta de un sistema debido a transiciones entre grupos de estados 

en la superficie de Fermi, dan lugar a reordcnamientos que abren brechas que remueven 

dichos estados de la misma, y se habla de un fenómeno de "anidamiento" (nesting) (34J. 

Tales efectos son más dramáticos en, pero no exclusivos de, sistemas unidimensionales. 

Por ejemplo, Overhauser [55) demostró que en tres dimensiones, un gas de electrones con 

interacción coulombiana no apantallada es inest~ble, en la aproximación de Hartree-Fock, 
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a Ja formacion de una ODE. Estudios posteriores sugieren que la inclusión de efectos de 

correlación y apantallamiento suprimen dicha inestabilidad (56]. Sin embargo, tal como 

discutimos en Ja introducción, efectos de anidamiento se pueden dar en materiales en los 

que porciones de la superficie de Fermi se pueden superponer mediante una simple traslación 

en el espacio de momentos. Naturalmente, en tales casos la superficie de Fermi se asemeja 

poco a la superficie de Fermi de un gas de electrones homogéneo. 

El la figura { 1} mostramos gráficas del inverso de la xº paramagnética para diferentes 

llenados y temperaturas. En cada gráfica, la ordenada del mínimo de !xº(Q)J-1 determina 

la mínima U que hace la fase no magnética inestable a la temperatura dada. Conforme la 

temperatura disminuye, el vector de onda al que se dá. dicho mínimo se define claramente 

a Q = 2/(p. Debajo de la temperatura crítica, se forma en el sistema algun tipo de orden 

magnético. 

Para tratar este caso volvemos al hamiltoniano (50) en ausencia de campo externo, y 

hacemos la aproximación de campo medio directamente sobre los operadores de densidad 

para cada espín. Escribiendo 

< •111 > +(qu- < q11 >), (69) 

e ignorando en 11111111 términos cuadráticos en las fluctuaciones alrededor de los promedios, 

obtenemos 

HMF = L:•·cl.c,. +u¿;< q¡¡ > •111+ < q¡l > q,,- < q,, >< q,, >. (70) 
• 1 
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Estamos interesados en soluciones autoconsistentes en las que el sistema presenta un onda 

sinusoidal de densidad de espín. Luego, suponemos que las densidades promedio se pueden 

escribir como 

<q1¡> 

<1111> 

ñ +.<l.¡ cos(QI + </>¡) 

ñ +.<l.¡ cos(QI + </>¡), 

(71) 

(72) 

donde A¡, A 11 1/1¡, y q,1 son cantidades a dctermiil.ar, y Q ~ 2I<F. Sustituyendo estas 

expresiones en (70) llegamos a 

HMF U Nñ2 
- ~U.ó.¡A¡ cos(</>¡ - </>¡) + L"•cla«• .. 

+ UA¡ L;cos(QI + </>1)q11 + U.ó.¡L;cos(QI + ,P¡)q¡¡. (73) 
1 1 

Es conveniente pasar a la. representación de momento, que se obtiene sustituyendo en el 

término 1Jta = 4,cia la expansión (51) 1 de donde 

H.,F UNñ2 
- ~UA1A1 cos(</>1- </>¡) + :~:e.ct.,c,., .. 

+ -
2
1

UA1é"1 Ec!+Qtckt + !uA1e-ifii L:c!1cir+Qt 
• 2 • 

+ ~UA1i"'1 Ecl+q1c.1:1 + ~UA¡e-i4't EcL1c.1:+Ql· 
• • 

(74) 

El Hamiltoniano se separa de manera natural en dos partes, y el problema se reduce a 

diagonalizar, para cada espín, un Ilamiltoniano de la forma 

(75) 

Si U es muy pequeña o estamos suficientemente cerca de la temperatura. de transición 

(.O.a< 1), podemos tratar los dos últimos términos de (75) pcrturbativamente. De teoría 
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de perturbaciones sabemos que, para un potencial de tipo sinusoidal con ampiltud ") y 

vector de onda Q, sólo estados alrededor de ±~Q se ven significativd.menle afectados a 

primer orden en "Y· Con Q ~ 21\p, tenemos que los estados con k !:::! ±l(p juegan un papel 

preponderante en la formacion de la densidad de espín debajo de la temperatura crítica. 

Recordando que son precisamente transiciones entre dichos estados los que hacen la fase 

paramagnética inestable, podemos tener un idea cualitativa del mecanismo implícito en la 

formación de la ODE: Debajo de la temperatura crítica se abre un brecha ('gap') en <'l 

nivel de Fermi que "empuja" hacia abajo la energía de los estados ocupados, a la. vez que 

elimina la singularidad a k = 2/(p. 

Con lo anterior en mente, hacemos la siguiente aproximación de "dos bandas". En el 

hamiltoniano (75) ignoramos el acoplamiento entre estados con lkl > IQ!, de forma que 

sólo retenemos términos clc1i:+q 1 cL+oc1i: con k, k + Q en (-Q, Q). En dicha aproximación, 

hacemos la descomposición h = hred + h(o), con 

o 
hred = E {e1i:clc1i: + ek+qcl+oci.+Q + 7é~cl+Qck + 7e-i.;c!c1i:+o] (76) 

>=-Q 

y procedemos a diagonalizar h~, ignorando J¡l0 l. Para ello, utilizamos una tranformación 

del tipo de Bogoliubov [48), introduciendo nuevos operadores de Fermi 011: 1 P1i: tales que, con 

-Q$k$0, 

(77) 

Se puede mostrar que los nuevos operadores cumplen las condiciones de anti-conmutación 

apropiadas para fcrmiones si imponemos las constricciones 

iu•I' + l••I' = lwd' + lz•I' = 1 
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que se satisfacen si escogemos dichas constantes de la forma general 

u. c-i6 cos 4'1r 

Vk sin4>1r 

Wk ei6 cos 4>k 

•• - sin ct>k. 

(78) 

(79) 

(80) 

(81) 

La idea es determinar 41 y ó que diagonalicen hred. El procedimiento es algo largo pero 

directo. Se rescribe el Hamiltoniano {76) en término de los nuevos operadores de acuerdo a 

su definición (77), y se igualan a cero los coeficientes de términos cruzados como a1r/3l, o!J11r 1 

etc. Se encuentra que con 4'1; tal que 

J«•+Q - ••l' + 472 

«•+Q - ••l cos2~1r = J«•+Q - ••l2 + 47
2

' 

se puede rescribir el hamiltoniano (76) de la forma 

con 

<•(a) 

••(/3) 

h,., = E ••(a Jala•+ ••(/3lfJL/3• 
k=-Q 

.!.(Ek+Q + ••l - .!.. l(<k+Q - ••l2 + 4171 2 
2 2V 
1 1 r------
2C<>+Q + ••) + 2v«•+Q - .. i· + 4hl" 

(82) 

(83) 

(84) 

(85) 

(86) 

Las energías ••(a) y <•(/3l definen dos bandas de energías en el intervalo (-Q,O), con 

estados que mezclan ondas planas en (-Q, Q). En el siguiente orden de aproximación se 
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obtienen correciones a estas energías (y las del último término en (84)), con términos de la 

Volvemos al hamiltoniano original (74) 1 que ahora podemos escribir como 

con 

o 
HMF Í: <•1(n)nl1<>•1 + <>1(/J)/Jl1f3>1 

k=-Q 

••1.1(/3) 

o 
+ 'E <•1(n}nl1<>•1 + <•1(/3}/3l1P•1 

k=-Q 

1 
2UA1A1 cos(.P1 -.¡!¡} 

~(ek+Q +e.} - ~V(e>+Q - e.}2 + U2At1 
1 1 ,,----,-,-=.,-,,-
2(ek+Q +e.}+ 2Y(e>+Q - <•)' + U'At1· 

(88) 

(89) 

Ahora bien, en la aproximación de campo medio, la energía libre del sistema esta dada 

por 

F =< HMF - µN. > -TS, (90) 

donde <> denota ahora promedio de ensamblei µ el potencial químico, Na el número total 

de partículas, y S la entropía del sistema.. Como Na es constante, podemos sin pérdida 

de generalidad medir todas las energías respecto al potencial químico µ, de forma que el 

término ¡tNa queda implicito en HMF• Definiendo /1(J(a) =< al(Johr > y /ktT({:J) =< 

f:Jlc,fJ1c(J >, tenemos 

F t <•1(n}/•1(n) + <•1(/3)/•1(/3} + <•1(n)/>¡(a) + <•1(/J)fü(/3) 
k=-Q 

+ keT'Ef,0 (a} log[/,,(a)) + (1 - / .. (a)} log[l - /b(a)) •.. 
+ keT'Ef,.({J)log(J .. (/3}] + (1 - J,0 ((3)) log[l - />.(fJ)] •.. 
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1 
- ÍU A1A1 cos(</>¡ - </>¡). (91) 

Si tomarnos las funciones j,.11 (0), fk 0 (f3} como parámetros variacionalcs y hacemos 81~~a)' 

ai:~IJ) = O, obtenemos 

1 1 
¡,.(a)= (u.1"1J + 1 ; ¡,.((3) = (u.!11l] + ¡' 

exp kaT cxp koT 
(92) 

como es de esperarse. 

Con las funciones de distribución fijas, lomamos ahora A1 como parámetro variacional. 

Haciendo lt¡ = 01 obtcne-mos 

{93) 

de donde, usando las expresiones (88), obtenemos la siguiente expresion 

_l._ L; J.¡(a) - J.¡((3) = -~cos(</>1 - </>¡). 
N •<o J«>+Q - e:.)'+ U'Al U A1 

(94) 

El lado izquierdo de esta ecuación es positivo definido, pues para toda k, f1c1( o) > f1t1 ((3). 

Tenemos además una ecuación idéntica pero con los spines intercambiados. Con U > O, 

se puede mostrar que la. opción óptima es A1 = ti.¡ = A y (</>1 - </>¡) = ir. Con dichas 

valores, la ocupacion de los estados alrededor del nivel de Fermi es tal que las amplitudes 

de probabilidad electrones con espín i es máxima en los nodos de las funciones de onda de 

los electrones con espín l, lo que resulta en una ganancia neta en energía de intercambio. 

La ecuación que determina el parámetro A es 

-~" f•¡(a)- J.¡((3) 1 

N f:o Jk•+q - ••>' + u•t>' =u· (95) 
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Esta última ecuación se puede derimr de otra manera que adara su significado. l"no 

puede pasar al esquema de SchrOcdinger y encontrar expresiones explicitas para las fun-

ciones de onda correspondientes a las energías fkJ(a),fkt (a), ••• 1ctc. Por ejemplo, 

cr !UA1e-i~1eikl + (fkt(a) - fk}ei{k+Q)I 
~oo- , 

v«•1(a) - ··l' + tu•.ci.i 
(96) 

es tal que ¡.¡,¡;1(1)12 da la probabilidad de que un electrón en el estado (a, k, TJ se encuentre 

en el sitio /'esimo. La densidad total para los electrones con espín f está entonces dada por 

(97) 

de modo que la condición de autoconsistencia es 

L:l.Pó'i(l}l2J.1(a} + l.Pó'i(/)1 2/•1(/l} = ñ + Ll.1cos(Q/+161)· (98} 
k 

Escribiendo el lado izquierdo de esta ecuación en términos de las funciones de onda del tipo 

(96) se obtiene de nuevo la condición (95). 

Ahora bien, a la temperatura crítica, A -+ O. Al tomar este limite, recuperamos el 

caso en que las funciones de onda son simples ondas planas, y la estructura electrónica es 

idéntica para las dos direcciones de espín. De {95) obtenemos 

(99) 

que difiere de (67) en los limites de la suma sobre k. Dicha discrepancia proviene de la 

aproximación hecha al "truncar" el hamiltoniano original. Si queremos recuperar dicha ex-

presión, hay que hacer el tratamiento perturbativo completo a segundo orden. Sin embargo, 

las correciones son pequeñas comparadas con los términos para los cuales e"~ ek+Q· 
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En el caso general en que la amplitud de la ODE no es pequeña, el problema no admite 

un tratamiento sencillo, excepto en el caso especial de llenado medio, en el cual la aproxi· 

mación de dos bandas es válida a todo orden de aproximación (2/(F = 7r). Cabe mencionar 

que se ha mostrado que el Hamiltoniano (50) tiene solución exacta (52). Sin embargo, la 

solución se dá implícitamente en un el sistema de ecuaciones integrales que sólo se puede 

resolver para llenado medio, en cuyo caso se muestra que para. toda U finita, el estado 

base del sistema corresponde al de un aislante. Para 2 y 3 dimensiones el hamiltoniano de 

Hubbard sólo es tratable analíticamente en los límites U /r <e:: 1 y U /r ~ l. 
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IX Superred Modelo. 

En esta sección presentamos y discutimos el modelo cuyo estudio constituye el objeth·o 

principal de este trabajo. Nuestro hamiltoniano básico es 

11<0
> = L:[c1c1acl0' - r1,1-1cL1uc1a - T1,1+1cl+1aCiO'] + LV11Jlt11llt (100) 

l,a 1 

donde c¡"(cj") aniquila {crea) un electrón de espín u en el sitio l'ésimo, y 'llt.7 ::::: c10 cl
17

• r1,1• 

representa. la amplitud de probabilidad de salto entre los silios l y l'; e¡ es la energía dt.I 

estado localizado en el átomo l'esimo, y U1 es la repulsión coulombiana que dos electrones 

de espín opuesto sienten al coincidir en dicho átomo. 

Asumimos que existe una celda unitaria que se repite periódicamente, cada una con ne 

átomos. Luego, las diferentes cantidades que entran en {100) cumplen con 

TJ-1,/ Tt-t+n.,,l+nc 

E¡ 

u, 

(101) 

(102) 

(103) 

Procedemos ahora a hacer la aproximación de campo medio, en la que reemplazamos en 

el término de interacción coulombiana 1Jl11 con< 'Jt<F > + 61}111 , donde Ór¡t11 =(1Jt11-<1]t11 >) 

se trata como una pequeña fluctuación en el número de ocupación electrónica. Reteniendo 

sólo términos lin~a.les en Ó1Jt11 en el hamiltoniano, obtenemos 

n!~) = Ele111cl11c111 -T1,1-1cl-111Cl11 -T1,1+1ct+l<FC/t:F1- ¿u, <'lit>< 'ltt > 1 (104) 
~ 1 

donde definimos e111 = e1 +U1 < r¡ra >. El primer término de la ec. (104) define el problema 

de un electrón moviendose en un potencial efectivo que incluye la densidad promedio de 

los electrones de espín opuesto. 

71 



a Ecuaciones Autoconsistentes. 

Si el sistema es periódico con periodo de ne átomos, entonces los estados propios de los 

electrones se pueden representar por medio de funciones de Bloch, diferentCs para las dos 

posibles direcciones de espín si estamos por debajo de la temperatura critica. Como vamos 

a mostrar más adelante, a cada función de Bloch se le puede asociar un vector de onda 

k e (-i;, ;!!; ) en la "mini-zona" de Brillouin de la superred, así Como un índice de banda 

n = 1, ... , ne. Denotamos entonces las funciones de Bloch como tfrn1a(l) 1 y el conjunto 

{ t/ln1w(l)} es un conjunto completo en el espacio de posibles funciones de onda de un electrón. 

Luego, del formalismo de segunda cuantizacion sigue que los operadores de aniquilación y 

creación q0' 1 cli, que aparecen en (100) se pueden expresar como 

e,. E.P ••• (llc.•· (105) . .. 
cfO' E..P~1c,,(l)c~k<r, ... 

donde e!._ (c...) aniquila. (crea.) un electrón en el esta.do de Bloch (n,k,u). 

Pasamos ahora a derivar el problema de valores propios que determina el conjunto 

{tJ!Mcr(l)}. Aunque esto se puede hacer usando directamente el hamiltoniano de campo 

medio H!j>, resulta instructivo volver al hamiltoniano original (100) y hacer la aproximación 

de campo medio en las ecuaciones de movimiento. Primero, escribimos la ecuación de 

movimiento para los operadores de campo en el esquema de Heisenberg 

(106) 

Para evaluar el conmutador en el lado izquierdo de esta ecuación, usamos las propiedades 
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de anticonmutación (52), de donde obtenemos 

[H<0
>,ci,) = Tl,l-1Cf-1f - e1c1¡ + Tt,l+iCl+t1 - U1c11c11c11 

[H<º>, ci1) = Tf,1-1Cf-11 - e1c11 + T/,l+1C1+11 - U1c1tc1tc11. (107) 

Usando la expansión (106), podemos escribir estas ecuaciones en términos de las funciones 

de onda de Bloeh: 

[Hl01,ci1] = L{Tl)-1.¡,n>¡(/- l)- <11/>n•1(I) + r1,1+1.Pn•1(/ + llJCn•t .. 
-U, LL L .¡,; ... 1(1).Pn"k"l(l).¡,.,¡(l)c~ ... l .. ">''lCn•t 

ni: n'k'n"k'' 

[H10l,ci1] = L{Tl)-1.¡,n>1(l - l)- <11/>n•1(I) + T1,1+1.Pn>1(I + llJe.•1 .. 
-u, E E E .¡,; • .,1¡1).¡, ...... 1<1).¡,.,1!1) c~ ... , ....... 1e.•1 ¡1os¡ 

ün'l'n"k'' 

La aproximación de campo medio equivale a hacer la identificación 

L L .¡,:,.,.(1).¡,,,., •• (/)c~ ........ , ... = L .¡,~,.,.(l).Pn'k'o(I) <e~'"•°"'"•>, (109) 
n'i"1t."I!' n'k' 

con 

< c!..,CnJ:o >= Ín« = eOl<n .. ·~Ji) + l (110) 

la función de distribución de Fermi, µel potencial químico y (3 = (ksTr1 • 

Por otro lado, si denotamos como fnJ:cr la energía correspondiente a la función de onda 

..Pnw en el esquema de Schroedinger, entonces 

-iliii,. = :L-w.¡,.,.¡1)e.•. = - E•·•·"'·•·(lle.•·· (111) 
da nJ:cr 
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Finalmente, combinando (106), (108), (109) 1 y {111) obtenemos las ecuaciones autoconsis-

Lentes a resolver: 

<nkt>/Jnk!(I) = [<1 + U1 < ~/! >]>/Jn•T(I) - T/,l-1>/Jnkl(I - 1) -T1,l+1>/Jnkl(I + 1) 

con la condición de autoconsistencia 

'E J •• ,.¡,:,1(1).P.•1( 1) ..• 
<~1¡ > 'EJ..1.P:,1(l).Pn•1(I). (113) ... 

En la deducción anterior no hemos hecho uso de la perodicidad de la superred, aunque 

dicha simetría. esta implícita en la forma en que hemos etiquetado los estados. Sea N el 

número de celdas unitarias de la superred, de modo que M = ne x N es el número total de 

sitios. Tal como estan escritas, las ecuaciones {112) definen un problema de valores propios 

que implica. invertir una matriz M x hf para cada dirección de espín. El siguiente paso 

consiste en usar la simetría de la superred (103) de forma de reducir el problema a invertir, 

para cada espín, N veces una matrix de ne X ne. 

Primero, escribimos las funciones de onda de Bloch como 

.p.,.(1) = e'",p.,0 (1), (114) 

con 

,P.,.(I) = o;'>.,.(I + n,). (115) 

la parte periódica de la función de Bloch1 o función de Wannier. Sustituyendo (115) en 

(112) lleva al siguiente sistema de ne ecuaciones homogéneas en las funciones de Wannicr: 
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con ( = 1 .. , »e· Para cada k obtenemos »e soluciones con sus correspondientes energías 

!nJ.:c,, que etiquetamos con número de banda. n == 11 ••• 1 »e· Si el sistema consiste de N celdas 

unitarias, e imponemos condiciones de contorno periódicas, obtenemos N valores permitidos 

de k en (-1'/»e1 7r/ne) 1 la primera "mini-zona" de Brillouin de la superrcd. Podemos en-

tonces contruir un esquema reducido de "mini-bandas'" asignando las »e diferentes energías 

a. cada k, o podemos extender la estructura de forma que la. primera mini-banda se grafica 

en el intervalo (-7f/nci1'/»e), lascgunda. mini-banda en (-2ir/ne,-1'/»c) y (1'/nc,21'/n,), 

y así sucesivamente. Cada función de Bloch lfank" esta normalizada. como 

L l/1~,.(l)tftnka(/) = !, 
toda 1 

o equivalentemente para las t/Jnk" 's 

f;,¡.~ .. (l)~n>a(I) = l/N. 
l=l 

Ahora bien, cualquier función discreta periódica. con periodo ne se puede expandir en 

términos de ne vectores recíprocos también discretos. Denotamos estos últimos como g, de 

manera que 

-{ 0,±~ 1 ... ,±21'~ 1 ... ,1f si »e par(m = »c/2, ... ,0) 
O- 0,±~ 1 ••• ,±~1f sincimpar. 

Luego, podemos hacer la. siguiente expansión 

tPn>(I) = Ee.,(g)é•', 
• 

donde los coeficientes de la expansión cslan dados por 
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Aplicando eslas Lransformacioncs a las ecuaciones (116) obtenemos el sistema de ecuaciones 

E {<.(g - g') - 2T(g - g') CDS (k + g)}{nko(g') = <nko{nk(g), (120) 

•' 
con 

T(g) (121) 

<,(g) (122) 

En el límite homogéneo, e11 _ 11 = e611.SI' y ; 11 _ 11 = r611.Sl'i de modo que recuperamos la relación 

de dispersión: 

<(g + k) = < - 2Tcos(g + k), (123) 

siendo las funciones de Bloch simples ondas planas. Naturalmente, en este caso la sepa-

ración de los vectores de onda en veclores de la red recíproca de la supcrred y vectores en 

la primera "mini-zona" de Brillouin es artificial. 

Para hacer la deducción anterior, supusimos que las densidades auto consisten tes < 'llt > 

y < 111! > tienen también la periodicidad de la superred. Dicha suposición es menos ob-

via de lo que pudiera parecer en un principio, pues uno puede imaginar ordenamientos 

magnéticos con periodos inconmesurablcs con el periodo de la superred. Para aclarar este 

punto, considérese el caso del sistema uniforme, discutido en la sección anterior. Debajo 

de la temperatura crítica, la simetría ante traslaciones se rompe. Si la amplitud de la den-

sidad de espín es grande, el tratamiento pcrturbativo falla, y en general hay que encontrar 

numéricamente la densidad ele espín resolviendo iterativamente un sistema de ecuaciones 

autoconsistente tal como el descrito para la superred, escogiendo como celda unitaria el 

periodo que uno espera para la densidad de espín, i.e. 2/(F. Si 2KF = 2prr/q, con p S q 
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enteros, entonces en principio habría que tomar ne = p X q. En la práctica uno puede 

obtener una idea de que tan grave es la aproximación repitiendo el cálculo doblando o 

triplicando la celda unitaria, manteniendo todos los demás parámetros fijos. En los ejem-

plos considerados en el presente trabajo se investigó el efecto de doblar la celda unitaria, 

encontrándose pocos cambios. 

b Susceptibilidad Magnética. 

Una vez calculada. la estruclura electrónica del modelo, podemos proceder a estudiar la 

susceptibilidad lineal de espín del mismo. En la red unidimensional uniforme, dicha sus-

ceptihilidad presenta una singularidad logarítmica conforme la temperatura tiende a. la 

temperatura critica a la que la ODE se forma. Arriba de Ja tcmpertatura crítica, la simetría 

ante traslaciones del sistema uniforme implica que la susceptibilidad depende sólo del vcc-

tor de onda del campo externo, y el vector de onda al que se da la singularidad determina 

la variación espacial de la densidad de espín. Nuestro interCs principal reside en estudiar el 

comportamiento de la susceptibilidad de espín para el caso de una superred. Considérese 

el sistema descrito por el hamiltoniano original Ec.(100)1 pero en presencia de un campo 

magnético externo. En unidades apropiadas, tenemos ahora 

JI= ¡¡lD) - E h1(q1¡ - ~1¡). 
1 

Aquí, h1 es el campo magnético externo, que en general varía de sitio a sitio. 

(124) 

Podemos generar un descripción tipo RPA de la respuesta del sistema, generalizando la 

teoría de campo medio descrita anteriormente al obtener las ecuaciones autoconsistentes. 

En presencia de un campo externo debíl, los valores de expectación de las densidades 

electrónicas < T/lv > cambian linealmente con el campo. Definimos las densidades inducidas 

77 



Ar~ como 

(125) 

donde a= +l para los espines f, y a= -1 para los spines ¡. Las Ar~ se toman a primer 

orden en el campo, y < 111!, >= lim1i.-o < 'Ir,, >. Si el sistema se encuentra en su fase 

paramagnética Ar1 = .ór¡, pero si existe algun tipo de magnetización espontanea pueden 

ser diferentes (59]. 

Procedemos tal como en la sección anterior, rf!scribiendo los operadores de densidad 

como la suma de su valor medio mas fluctuaciones, e ignorando términos cuadráticos en la 

fluctuaciones. Así mismo ignoramos términos cuadráticos en el campo externo. Haciendo 

esto, obtenemos el hamiltoniano efectivo en presencia del campo 

H H!~l - :ECh1 + U1A1¡)q11 + :E(h1 + U1A11)q1¡ 
l l 

:EU1[< q,, >< q1¡ > - < qf1 >< qf¡ >]. 
l 

(126) 

H!~l esta dado por la ec. (104) y describe electrones independientes con espín T (!) 

moviendosc en el potencial autoconsistente e1 + Ur < 11?1 > (e1 + U1 < 'l?r > ). En el se-

gundo término, los electrones con espín t en el sitio l'esimo sienten un campo efectivo 

-(h1 + U1A1¡), mientraa que lo electrones con espío! sienten (h1 + U1Ai1 ). 

Definimos las susceptibilidades x~º)(t, l') como sigue. Supóngase que los electrones de 

espín a sienten un campo efectivo Sr,11 aplicado al sitio l'; entonces, la densidad inducida de 

electrones a en el sitio 1 esta dada por A,,,= x~ªl(t,l'). Con esta definicioo, las ecuaciones 

autoconsistentes para An y .6.1i son: 

(127) 
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A11 = Ex\0 >(1, l')[h,. + U1·A1•1I. ,. 
EstB.S: ecuaciones a su vez se pueden invertir en principio y obtener 

E X¡(/, l')h¡· ,. 
Ex10.1'¡h,., ,. 

(128) 

(129) 

(130) 

que definen las susceptibilidades para cada una de las poblaciones de spin. Combinando las 

ecuaciones (128) y (130) obtenemos el siguiente sistema de ecuaciones acopladas a resolver 

~ ~[ 61.m6m,n - x\•>¡1, m) Umx\•>¡m,n)Un] X¡(n, I') = 
x\0 >(/, 1') + ~x\•>¡1, m)Umx\•>¡m, I'), 

~ ~[ 61,m6m,n - x\•>¡1, m) Umx\'l(m,n)Un] X1(n, I') = 

x\•>¡1, 1') +E x\º1(1, m)Umx\•>¡m, 1'), 

con l,l',m,n = 1, ... ,Nnc. 

(131) 

Con la convención de signo usada en (125) al definir~,, y Ll1tt la densidad de espín 

inducida esta dada por s¡ = HA11 + A1¡). Si definimos la susceptibilidad de espín como 

x(l, I'), tal que 

entonces 

., = Exo. i'¡h,,, 
I' 

x(I, I') = ~(X¡(I, 1') + X¡(l, I')). 

(132) 

(133) 

El siguiente paso consiste en obtener xi0 >(/1 l'). Para ello, notamos que los campos 

efectivos que entran en (126) se pueden tomar como una perturbación al hamiltoniano 

H~~), de modo que podemos aplicar teoría de perturbaciones a primer orden usando la 
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estructura electrónica obtenida al diagonaHzar autoconsistentemente dicho hamiltoniano. 

El procedimiento es directo y lleva a la siguiente expresión: 

x~'l(/, I') = E E (!····· -Ín••) .P: .. (1).¡.: •••• (l'),P • .,(l').P"'"'•(I). (134) 
n,lr n',lr' En.Ir" - En'k'" 

donde las funciones de Bloch tPnrr"(l) y sus correspondientes energías Enrr" se obtienen re­

solviendo el sistema de ecuaciones (112), con fnk<r la función de distribución de Fermi. 

Notamos que 

(135) 

como debe de ser, dada la simetría del problema. 

e Representaciones de la Susceptibilidad. 

Pasamos ahora a considerar diferentes representaciones de x~º>(l, l') y x"'(l, l'). La repre-

sentación en espacio real no es la mejor opción para nuestros propositos. Las transforma-

dones dadas abajo resultan útiles tanto desde el punto de vista de la interpretación física 

de los resultados, como del cálculo numérico involucrado. 

Considérese una función F(l) definida para todos los sitios de nuestro sistema. Tenemos 

condiciones de contorno periódicas, de modo que si la red consta de N celdas unitarias con 

n, sitios cada una, entonces F(I) = F(I + Nn,). Definimos Ja transformada [17) 

1 N-1 . 
F(Q; 1) = - 1: F(I + rnn,)e-•Q(l+mn,) 

N m=O 
(136) 

donde -7r/nc :S Q 5 tr/nc1 i.e. Q es un vector en la "mini-zona" de la. superred. De la 

definición es claro QUP. F(Q;I) = F(Q;I + n,). La trasformación inversa esta dada por 

F(I) = EFCQ;l)e'Q'· 
Q 
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Si aplicamos esta transformación en ambos lados de las Eqs. (130) obtenemos 

~Q~a = f:x.(Q;l,l')hQ;I•, (138) 
1'=1 

donde ,,_, 
x.(Q;1,r¡ =E x.c1.ne-•Qc•-•'+m··>, (139) 

m=O 

con la transformada inversa dada por 

x.(I + mn"I' + m'n.) = ~ Ex.(Q; 1,l')e'Qll-l'+(m-m')n.). (140) 
Q 

Nótese que 

es 

x.(Q;l,f) = x.(Q;I +n.,I') = x.(Q;l,1' +n,). (141) 

En esta representación, la susceptibilidad de electrón independiente (134) toma la forma 

En este caso, el sistema de ecuaciones acopladas.que nos lleva de xi.º>(Q; 1, l') a Xcr(Q; 1, l') 

~~(61.móm.n -xl'l(Q,1,m)Umx\•>¡Q,m,n)U.) x1(Q,n,I') = 
x\•>¡Q,1,f) + Exlºl(Q,l,m)Umx!'l(Q,m, 1'), 

m 

~~[ó1,m6m,n -x!'l(Q,1,m)Umx\ºl(Q,m,n)U.) )(¡(Q,n,1') = 

x!•>¡Q,1,1') + Ex\•>¡Q,l,m)Umx\º>¡Q,m,1'), (143) 
m 

formalmente idénticas a (131) sólo que ahora l, l',m,n = 1, ••• ,ne• 

Una. ventaja de usar esta. representación resulta aparente al considerar las ecuaciones 

acopladas a resolver (131). Dichas ecuaciones implican resolver ne sistemas de ecuaciones 
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lineales en Nnc incógnitas. En contraste, las ecuaciones en x~ºl(Q; l, l'} y x(J(Q; 11 I') (143) 

implican resolver Nnc sistemas de ecuaciones lineales en ne incognita.s, donde por lo general 

N >ne. Además, puede que sea suficiente, según el caso, calcular x(J(Q¡ l, I') para ciertas 

Q escogidas, de las cuales el comportamiento para Q arbitraria se puede inferir. 

Cualquier función F(Q; l) con la periodicidad de la superred se puede expandir en 

término de las g's definidas en (117), i.e. 

F(Q;l) = EF(Q;.g)e'•'. (144) 
• 

de donde 

(145) 

Esta última transformación nos permite expresar ce. (138) en el espacio de vectores de 

onda como 

con 

De aquí, encontramos 

Aq" = Ex.(Q;g,g')hq,,• 
• 

donde hemos definido los elementos de matriz 

siendo ~nh(g) el g 1esimo coeficiente de la expansión de las funciones 4'n1i:(J(l), i.e . 

.p.,.(I) = L;{.,.(g)e'''· 
• 
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Si sobre la superred se aplica un campo externo con variación espacial de la forma 

exp{i(Q + g)l], entonces la susceptibilidad de espín en la representación de veclor de onda 

x(Q;g,g') = ~[X¡(Q;g,g') + X¡(Q;g,g')J (151) 

da la componente de Fourier la densidad de espín inducida con variación espacial 

exp{i(Q+g')l]. En el límite en que la superred tiende al caso uniforme, x(Q¡g,g') es 

diagonal en g y g'. Si denolamos por x(J() la susceptibilidad de espín de un material 

homogéneo, con -7f $ J( ::S. 7f, entonces en este límite 

x(Q + g) = x(Q;g,g). (152) 

Si el sistema no es uniforme, entonces en general tendremos elementos fuera de la diagonal 

no nulos. Sin embargo, podemos graficar la parte diagonal de la susceptibilidad contra Q+g, 

y obtener un buen cuadro de como la estructura de la auperred modifica la respuesta del 

sistema. respecto al caso del material uniforme. En lo que resta de este trabajo trabajaremos 

en este esquema extendido, para mostrar ya sea la susceptibilidad o las energías como 

funciones del vector de onda. 
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X Resultados y Discusión. 

a Parámetros y Cálculo Numérico. 

Antes de pasar a presentar los resultados de este modelo, haremos una breve descripción 

de como se han realizado los cálculos. 

Nuestra superred consta de un arreglo periódico de celdas unitarias, cada una compuesta 

de "" átomos de "material" homogéneo A y ns átomos de "maierial" homogéneo B. En 

el caso de un sistema formado de un sólo tipo de átomos, los parámetros del modelo son la 

razón U /T (se toma a T como unidad de energía), y la densidad promedio total de electrones 

por sitio, o "llenado". Llenado medio implica una densidad p promedio por sitio igual a 1, 

y 2KF = 'K. Para p arbitraria, 2KF = p'1r, de modo que si pes un número irracional, la 

longitud de onda de la ODE es inconmensurable respecto al periodo de la red de átomos. 

Como parámetros para la superred tenemos: 

1) Los parámetros UA,TA,Us,y Ta (de los cuales sólo tres son estrictamente indepen­

dientes, pues el cuarto se puede tomar como unidad de energía). Para el parámetro T AB 

tomamos simplemente la media aritmética de TA y Ta. 

2) PA y ps, las densidades promedio totales por sitio y por espín para los materiales A 

y B. Esto implica que, con todo los demás parámetros fijos, la diferencia de potencial entre 

los dos materiales se ajusta para cada temperatura. La razón por la que escogemos estos 

parámetros es que con dicha elección, para toda temperatura y tamaño de la celda unitaria, 

en cada material habrá una competencia entre la tendencia a formar u~a ODE con el vector 

de onda 2Kp correpondiente al límite homogéneo y las restricciones de simetría impuestas 

por la geometría de la superred. En este trabajo estamos interesados en investigar esta 
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competencia. 

El problema de valores propios (112) se tiene que resolver junto con la condición de 

autoconsistencia (113), y la constricción de que el número total de electrones en cada 

material tenga el número prefijado. Luego1 el cálculo implica el uso de dos parámetros de 

tolerancia: 

Un parámetro controla la condición de autoconsistcncia propiamente dicha, i.e. que 

tanto las densidades que entran en el potencial efectivo difieren de las densidades calculadas 

con la estructura electrónica asociada a dicho potencial efectivo. En cada iteración el 

potencial químico se ajusta de manera que el número total de electrones en la celda unitaria 

de la superred tenga el valor 

E< '71! > + < '711 >= 2(nAPA + nsps). 
l=I 

(153) 

El segundo parámetro de tolerancia controla que tanto el número de electrones en cada 

material difiere de los valores prefijados 

f < 1111 > + < 1111 > 
l=I 

f: < 1111>+<1111 > 
f=nA+l 

que se obtienen ajustando la diferencia de potencial entre ambos materiales. 

(154) 

La forma eficiente de hacer el cálculo es empezar con tolerancias grandes y disminuir 

gradualmente ambas. En gran medida, el problema es análogo a encontrar numéricamente 

el mínimo de una superficie (la energía libre) definida en el espacio de parámetros del 

modelo. Así como una superficie puede tener varios mínimos locales y /o extremos que 

corresponden a máximos o puntos silla, en nuestro modelo se pueden obtener diferentes 
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soluciones autoconsistentes dependiendo de las densidades iniciales. Hay al menos dos 

criterios para discriminar entre dichas soluciones. Uno es la estabilidad de la solución ante 

pequeñas perturbaciones, que implica calcular la susceptibilidad magnética de la superred 

(una solución estable debe necesariamente tener asocia.da una susceptibilidad positiva). El 

otro criterio utiliza. el valor de la energía libre total asociada. a ca.da solución, que calculamos 

directamente de la expresión 

F = EC<n•o-µ)/n•o+keT(fn••log[/n••)+(l-/n••)log[l-/n••ll• (155) 
nkO' 

donde el término en la temperatura no es más que la expresión usual para la entropía de 

un sistema cuántico. En el caso en que para. una temperatura se encuentren dos o más 

soluciones autoconsistentes, se escoge aquella con menor energía libre. 

Una vez obtenida la estructura electrónica, se procede a calcular las susceptibilidades 

x\'l(Q;/,I') y x\'l(Q;l,1') usando la expresión (142). Idealmente, uno quisiera obtener el 

limite en que el número total de celdas unitarias N tiende a infinito. Si renormalizamos 

las funciones de Wannier como ~nb(I) = .,/ii4'nu(I), entonces, en el limite en que N-+ oo 

las amplitudes {~n••} son finitas, y la ecuación (142) toma la forma 

(•)(Q / 1') ne '°' 1•/no dk (!"'" - Ín"+Q•) -. ( )-º (1')¡ (I')- (/) XO' i ' = -2 L- 4'n1ut l <Pn'lc+QO' 'f'nko' </Jn'k+QO' • 
1r n,n' -'lf/nc t'n.lrO' - t'n•A:+Qa 

(156) 

Ahora bien, en la práctica uno calcula la estructura. para. cierto número razonable N 

de puntos k. Se puede entonces descomponer la integral sobre k como una suma. de N 

integrales cuyos límites de integración corresponden a. los valores de k para los cuales la 

estructura se calcula, y extrapolar para los puntos intermedios las energías y elementos 

de matriz que aparecen en el integrando. Ello permite aumentar el numero de puntos 

86 



reticulares k al integrar numéricamente cerca de la regiones donde el intergrando presenta 

un comportamiento singular sin necesidad de calcular explícitamente los autovalores y 

funciones de onda autoconsistentes para cada k adicional que se quiera incluir. Hacer esto 

conlleva un ahorro de espacio y de tiempo. 

Para temperaturas bajas (kaT <energía de Fcrmi) se requiere especial cuidado para 

los términos que involucran transiciones entre estados cerca del nivel de Fermi. Para dichos 

puntos el comportamiento del integrando es singular conforme T _. O. 

Una vez calculadas xlºl(Q;l,1') y x\ºl(Q;l,I'), se procede a obtener X¡(Q;l,1') y 

x1(Q; l, l') resolviendo el sistema de ecuaciones acopladas (143). El problema equivale 

a. invertir una matriz de ne x ne para cada Q. A la temperatura crítica, la matriz se 

hace singular para alguna Q. Alrededor de dicha temperatura se tienen susceptibilidades 

grandes { U1x( Q¡ 1, l) > 1 ), lo que puede causar problemas de convergencia en la solucion 

autoconsistente, pues pequeñas fluctuaciones en la densidad pueden traducirse en cambios 

considerables en el potencial efectivo. 

b Resultados. 

En las figuras {l.a}-{l.d} mostramos gráficas de [xl•l(K)J-1 en el límite homogéneo, en 

el que tenemos un sólo tipo de material en el estado paramagnético. En todos los casos, 

T = 2eV, que se puede tomar como la unidad de energía si se quiere. Una densidad 

total < n >= 1 corresponde a llenado medio, en cuyo caso el estado base presenta un 

ordenamiento ferromagnético simplCi aun en el tratamiento exacto [52]. Como la condición 

para la formación de la ODE es simplemente [xl•l(K)J-1 = U, de las gráficas se puede 

extraer información concerniente a la relación entre el parámetro U, la temperatura de 
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transición Tea y el vector de onda de la ODE KovE· Considérese por ejemplo el caso 

< n >= 0.73. De las gráficas se puede inferir que para U = Se V la fase paramagnética es 

estable a la temperatura k,T = 2.0eV, inestable para k,T = l.OeV, y que la inestabilidad 

ocurre para Kovs = "'· Con U= 6eV, la transición ocurre entre k,,T = 0.25eV y k.,T = 
O.Se V, con Kovs ~ 2/(p. Por otro la.do, a bajas densidades, valores grandes de U tienden 

a favorecer fases puramente ferromagnéticas. En todos los casos,, conforme U disminuye la 

temperatura crítica disminuye y Kovs -+ 2Kp. 

En las figuras {2.a} y {2.b) mostramos [xl•l( Q; g,g )J-1 para dos superredes de electrones 

no intera.ctuantes, i.e. UA = Us ::::: O. En ambos casos TA = Ta = 2eV. La barrera de 

potencial entre ambos materiales y el potencial químico se ajustan de modo que la densidad 

promedio en cada. material toma los valores prefijados < nA >= 0.73 y < ns >= 0.55, que 

en el limite homogéneo corresponden a las figuras { l.c} y { l.b} respectivamente. Las "mini· 

bandas" de energías para cada caso se muestran debajo de las gráficas de la susceptibilidad, 

y la linea horizontal indica el nivel de Fermi. En las gráficas de la energía mostramos e(2I<) 

contra K, con K = Q +gen el esquema extendido discutido anteriormente. 

En la figura {2.a} la celda. unidad contiene 9 átomos del tipo A y 8 átomos del tipo 

B. El máximo absoluto de xC0 l(Q¡g,g) occurre a vector de onda Q + g = 2KF, con Kp 

el vector de onda. de Fcrmi de la estructura de la superred en el esquema extendido. Las 

lineas verticales punteadas indican 2/(~A) y 2KV1), con K~A) ,Kj;.Bl los vectores de onda de 

Fermi de los materiales A y B respectivamente. De la figura es claro que en este caso la 

superred se comporta como un nuevo material, sin una relación obvia con las propiedades de 

los materiales constituyentes considerados por separado. Así mismo, resaltan los máximos 

88 



locales a múltiplos de g = 2rr/nc de la singularidad dominante en xM(Q;g,g). Dicha 

estructura. proviene a. las transiciones de Umklapp1 que conectan vectores de onda que 

difieren por vectores de la. red reciproca de la superred. 

En la figura {2.b} mostramos [xM(Q;g,g)J-1 para el caso en que tenemos 25 átomos 

de tipo A y 25 átomos del tipo B. En este caso observamos que la estructura dominante se 

da muy cerca de los vectores de onda 2Kj;4l y 2/(j;.8>, y la respuesta. de la superred sugiere 

una simple superposición de la respuesta. de sus constituyentes. Los máximos satélites de 

Umklapp se agrupan ahora alrededor de los dos picos dominantes, y la estructura alrededor 

del vector de onda de Fermi de la superred ha. prácticamente desaparecido. El que éste 

es un caso en el que cada material guarda su 'identidad\ se corrobora en la figura {3} 1 

donde mostramos las densidades electrónicas 1 y ¡ en el estado base de dicha superred1 

para. diferentes valores de U :/: O. Por claridad, en la figura se interpolan los valores en 

los sitios de la. red. En la figura {4} mostramos la transformada de Fourier de la densidad 

de espín para el caso U == 81 donde se aprecian los máximo muy cerca de 2I<J,A1 y 2Klfl 1 

indica.dos por las lineas verticales. 

A continuación pasamos a discutir dos ejemplos a detalle, que ilustran el compor­

tamiento de nuestra superred modelo como función de la tempera.tura. una vez que se 

introduce la interacción electrónica. En la figura {5} mostramos la variación con la tem­

peratura de la densidad de electrones 1 y ! 1 para una superred con los mismos parámetros 

que la correspondiente a la figura {2.a}, excepto que ahora tenemos electrones interactu­

antes con UA. = UB = 6. Con dicha. elección, el único parámetro que diferencia ambos 

"materiales,, es su densidad promedio. En las figuras, los 9 primeros sitios corresponden al 

material A, y los últimos 8 al material B. 
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En este caso encotramos una única transición cerca de {:J = [k8 T)-1 = 2.43eV-1
• Con­

forme enfriamos el sistema debajo de la temperatura correspondiente a dicho valor de p, 

se forma una onda de espín en Ja superred. En la figura {6} mostramos la correspondiente 

evolución de las energías para ambas poblaciones de espín. Nótese que conforme baja la 

temperatura, la estructura de "mini-bandas" y el potencial químico se reajustan de manera 

que conforme T -+ O, el nivel de Fermi queda en una de las br~as de las energías. Dicho 

comportamiento se da. recurrentemente en este modelo, y se puede ver como una forma que 

tiene el sistema de eliminar singularidades debido a transiciones entre estados en el nivel 

de Fermi. Nótese también que a la temperatura más baja (f:J = lOOOeV-1
), los electrones 

l ocupan una banda más que los electrones !, lo que implica un momento magnético neto 

en la celda unitaria. 

Asociada a la transición a la fase magnética, se da una divergencia notable en la sus­

ceptibilidad de espín x(Q;g,g). En la figura {7) graficamos x(Q;g,g) conlra Q + g para 

temperaturas alrededor del punto de transición. Durante la transición los máximos asoci­

ados a las transiciones de Umklapp acompañan a la divergencia para K = 2KF. 

En nuestro segundo ejemplo usamos los mismos parámetros que en el caso anterior, 

pero ahora fijarnos UA = Us = BeV. En las figuras {8} y {9} moslramos la variación con la 

temperatura de las densidades para ambas direcciones de spin. En contraste con el ejemplo 

anterior, en este caso distinguimos tres reordenamientos magnéticos. Para fJ ~ O.Sev-1
, 

observamos un ordenamiento antiferromagnético en el material A. Como vamos a mostrar 

más adelante, en esta transición la susceptibilidad de espín de la superred presenta una 

fuerte singularidad en J( = 7r, A dicho \'ector de onda el material A por si sólo es inestable 
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en su estado paramagnético, como se puede apreciar en la figura {1.c}. Debajo de la tem­

peratura crítica, el momento magnético en el material A por sitio crece considerablemte en 

un intervalo de temperaturas pequeño, mientras que en el material B aparecen oscilaciones 

del tipo RKKY. 

Conforme la temperatura de la superred disminuye aun más, la magnetización por 

sitio en el material A se satura, y la amplitud de las oscilaciones en el material B crece 

gradualmente. En este intervalo de temperaturas la variación de la susceptibilidad de espín 

es gradual y no presenta singularidades. El ordenamiento magnético en el material B parece 

más bien inducido por los espines del material A. 

Alrededor de ¡J = 2.0 hay un reordenamiento magnético que afecta a toda la superred. 

En dicha región, la susceptibilidad presenta un comportamiento dramático y las densidades 

autoconsistentes obtenidas resultan muy sensibles a pequeños cambios en los parámetros 

del sistema¡ es como si el sistema no supuiera. bien a bien que configuración tomar. Para 

J3 > 2.2, se tiene de nuevo un comportamiento estable, y finalmente, en ¡J ~ 3.5, hay un 

tercer reordenamiento que discutiremos más adelante. 

En la. figura {10} mostramos el comportamiento de x(Q;g,g) como función de la. tem­

peratura. en la vecindad de {3 = 0.8, donde la primera inesta.bilida.d se forma a. Q = ". Al 

enfriar el sistema deba.jo de esta transición, el máximo de la susceptibilidad se desplaza 

de Q = 7r hacia (Q + g) ~ 2KF, donde de nuevo se obtiene un comportamiento singular 

alrededor de {3 = 2.0, tal como se aprecia en la figura {11}. Dicho comportamiento de 

la susceptibilidad sugiere que en la. formación de la onda. de espín a bajas temperaturas 

intervienen dos inestabilidades a vectores de onda Q = 'tr y Q = 2/( F', lo que se refleja" en 

la complejidad del ordenamiento magnético en espacio real. 

91 



Al bajar la temperatura aun más, se produce oLro reordenamiento magnético enLre {J :::::: 

3.40 y fJ = 3.60, como se aprecia en las figuras {12.ab}. En dichas figuras mostramos por 

claridad una película de material B junto con sus dos películas de material A adyacentes. 

Si se analiza con cuidado la configuración de ~pin antes y después de Ja transición, se podrá 

observar que el reordenamiento afecta principalmente a los 3 últimos sitios de la película 

B, y que en dichos sitios se da la contribución principal al mo~ento magnético total en 

la celda unitaria de la superred. Luego, a fJ :::::: 3.40, se tiene un momento magnético total 

en la dirección t, mientras que a /3 :::::: 3.60 el momento magnético apunta en la dirección 

opuesta. En las figuras {12.cd} mostramos el cambio correspondiente en las energías al 

pasar por la transición, donde se aprecia claramente la invcrsion en la ocupación de los 

espines. E.,ta transición no esta acompañada de singularidades en x(Q¡g,g'). 

El lector puede en este momento preguntarse con razón cómo es que hablamos del 

cambio en el signo del momento total siendo que el cálculo es esencialmente degenerado 

ante el intercambio¡ .... ¡, i.e. para ésta y todas las transiciones hemos hecho un elección 

aparentemente arbitraria al escoger como etiquetar a cada población de espín. La respuesta 

es que con nuestra elección, hemos querido enfatizar la posibilidad interesante de que en 

un modelo itinerante se dé el evento de un momento magnético loca.liza.do que a cierta 

temperatura se "frustra" y reorienta subitarnente como respuesta a pequeños rearreglos de 

sus alrededores. 

Con todo lo anterior en mente, mostramos en la figura { 13} el momento magnético total 

promedio por sitio como funci6n de la temperatura, definido como 

1 n, 

< M >= -l:(q1¡ -q1¡), 
ne 1=1 

(157) 
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para los dos ejemplos discutidos arriba. Para U = 6eV hay un crecimiento gradual y 

monótono del momento magnético a partir de la temperatura de transición. Para U= Be V 

el comportamiento es más complejo. Al pasar por la primera transición en {J = 0.8, 

el momento magnético neto permanece casi nulo. Sin embargo, depucs de la segunda 

transición crece rapidamente conforme la temperatura disminuye. Poco antes de saturarse, 

el momento magnético total sufre un cambio de signo abrupto a p = 3.51 que corresponde 

al rearreglo de los espines discutido arriba. En el presente modelo, la formación de un 

momento magnético neto en la celda unitaria es una característica exclusiva de la superred. 

Para concluir esta sección quisiéramos comentar un poco acerca de la notable sensi­

bilidad que mue:Jtra nuestro modelo al valor del parámetro de interacción U 1 así como de 

ciertos aspectos cualitativos importantes. 

Antes que nada, recordemos que U es la energía de repulsión que dos electrones de 

espín opuesto sienten cuando coinciden en un mismo sitio. Esta repulsión determina que 

haya una competencia entre el término de energía. cinética y el término de interacción. 

Debajo de la temperatura critica, el sistema minimiza su energia libre formando una ODE 

que rompe la simetría traslacional, y se abren brechas en el espectro de energía de los 

electrones a k ~ ±KF. Evidentemente, a T = 0° K el tamaño de la brecha es mayor a 

mayor valor de U, pero el vector de onda al que se abre la brecha y el tipo de ordenamiento 

espacial que se da (una onda de densidad de espín modulada por dos veces el vector de 

onda 2KF} depende poco del valor de U. Conforme la temperatura aumenta, Jl_layor es Ja 

ocupación de los estados por arriba del nivel de Fermi, los que reducen la amplitud de Ja 

ODE, y por tanto, el tamaño de la brecha en el espectro de energías. La transición al estado 
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paramagnético es de segundo orden, pues la amplitud de la ODE y de la brecha tienden 

gradualmente a cero conforme el sistema se acerca a Te: por abajo. Como parámetro de 

orden de la transición se puede tomar simplemente la amplitud de la ODE. 

La situación en el caso de la superred es muy diferente al caso homogéneo. De entrada, 

el espectro de energías de los electrones muestra brechas aún por arriba de la temperatura 

crítica, debido a la geometría de la superred. En el estado m~ético la correspondencia 

entre la configuración de lo momentos magnéticos en espacio real y el espectro de bandas 

de energía que se forma deja de ser obvia. Algunas de la brechas originales se pueden abrir 

más o menos después de la transición, según sea energéticamente más favorables ocupar o 

desocupar algunas de las mini-bandas de las dos poblaciones de espín. Los rearreglos que se 

dan conforme se enfría el sistema dependen críticamente de U, y la simplicidad cualitativa 

del caso uniforme se pierde. Naturalmente, conforme el grosor de las peüculas de la superred 

se hace mayor, tiende a formarse en cada material una ODE correspondiente a la densidad 

electrónica local, y se recupera el límite uniforme. Nuestros resultados parecen indicar que 

los tamaños de las películas tienen que ser más bien grandes (varias longitudes de onda de 

Fermi) para que el sistema responda más como dos sistemas semi-infinitos que como una 

superred propiamente dicha. 
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XI Ondas de espín Helicoidales. 

En esta última sección discutimos la posibilidad de generalizar el modelo presentado arrLba 

para. el caso en que el valor esperado del momento magnético por sitio apunte en cualquier 

dirección, por ejemplo ondas de densidad de espín de forma helicoidal, cónica, etc., pero 

con los electrones movicndose en una dimensión. 

En el modelo desarrollado en las secciones anteriores, el acoplamiento entre electrones 

de espín opuesto se da de manera indirecta. a través de los potenciales efectivos que entran 

en las ecuaciones autoconsistentes (112), pero por lo demás, en las funciones de onda 

obtenidas el espín es un buen numero cuántico. En el tratamiento campo medio de nuestro 

hamiltoniano básico 

n<0 > = Elerc]"c'cr - TJ,1-1cl-1crCla - Ti,1+1cl+t11Ctcr] + L: u, 7J1t'lll1 (158) 
~ 1 

se asumió que a cada estado electrónico correpondía una dirección definida de espín, i.e. t o 

l, respecto a cierta dirección de cuantización fija, por lo demás arbitraria. Dicha suposición 

se hizo implícitamente al hacer la aproximación de campo medio como 

que desacopla los operadores de campo para la coordenada de espín. 

Sin embargo, considérese alternativamente hacer la aproximación de campo medio como 

sigue 
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1 1 1( 1 1 1 1 1 1 ) c11c,1cuc,1 2 c11c11 + c11cr1 - c11cuc11cry - c11c1tc1,c11 

~ ~(cf1 c,1 +c]1c11)- < c[1c11 > c11c11- < cf1c11 > cf,cu+ < c]1cr¡ >< cf1c1r >, 

(160) 

donde en el último paso reescribimos los productos de operadores cl1c11 y c]¡c1r como la 

suma de sus valores esperados más fluctuaciones, y ·se desecharon los términos cuadráticos 

en éstas. 

En el caso en que los valores esperados que aparecen en (160) son diferentes de cero, el 

eje de cuantización del espín de los electrones, determinado en la teoría de campo medio 

por la dirección local de la magnetización promedio, puede cambiar de sitio a sitio. 

Para obtener el bamiltoniano de campo medio no basta simplemente expresar los pro-

duetos de operadores de campo como la suma de su valor medio más fluctuaciones y des-

preciar ténninos cuadráticos en las fluctuaciones, pues la posibilidad de que los productos 

cruzados tengan valor esperado diferente de cero introduce cierta ambigüedad en la forma 

de hacerlo. La manera. correcta de hacerlo es escribir la expresión para el valor esperado 

de la energía to.tal, y aplicar el principio variacional de que éste sea un mínimo, sujeto a. 

la constricción de que el número total de partículas se conserve. El procedimiento equivale 

a la aproximación usual de Hartree-Fock aplicada al caso de partículas que se mueven en 

una red discreta interactuando con un potencial de interacción del tipo delta de Dirac [56) 

(26]. El hanúltooiano de campo medio que se obtiene es 

HMF = E(e,cf0 c1a -TI,1-1cL1 0 C111 - T1,1+ic1+1crc1a} ... 
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+ 2:U1 < c11clf > cf,c1i+ < cficlJ > cf1c11- < cf1c11 >< cfic1¡ > 
1 

LU1 < cf,c11 > cfic11+ < cf,c11 > cfrclJ- < clrcll >< cf1clf >. (161) 
1 

El procedimiento para diagonalizar este Hamiltoniano es el mismo que el descrito en las 

sección II, excepto que ahora las ecuaciones autoconsistentes mezclan amplitudes de Bloch 

de diferente espín. Para cada k en la primera zona de BriUouin de Ja superred, el problema 

de valores propios a resol ver es de Ja forma 

E L TCkl(/,l';cr,c1')4> • .(l',cr') = '••"'·•(/,cr) (162) 
11=1v1=J,f 

donde n = 1, •.• , 2nc1 pues la matriz a diagonalizar es ahora de (2nc) X (2nc), e incluye la 

coordenada de espín. La funciones de onda 4'n1r(/,u) se pueden tratar como un vector de 

dimensión 2nc, donde los índices nones corresponden a los estados f, y los índices pares a 

l. Los elementos no nulos de la matriz T(kl(/,l'¡u,u') son 

TC»(l, 1; 1, T) 

Tfkl(l, 1;!, l) 

TC•l(/,I+ l;u,cr) 

T<•Jc1+ 1,l;cr,cr) 

. Tfkl(/,1;1,l) 

Tfkl(I, /; l, T) 

con < c]1c1J >=< cf,c11 >•. 

Los operadores de campo estan dados por 

e1 + U1 < cf1c11 > 

e, + U, < cf,c,1 > 

-U1 < cf1c11 > 

-U1 < cf1cit > 

Ct+mncO' =E eilr(l+mnc)4'n1r(l, a)Cnk 
~.n 
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y la condición de autoconsistencia es 

< c/0 c,,• >=E\!;.{!, u)\\n•(l, u')fn•• (170) •.. 
con /n1c =< c~A:Cnk > la función de distribución de Fermi evaluada en la energía €n•· Nótese 

que el espín ya no es una etiqueta de las energías propias, sino más bien una coordenada 

más de las funciones de onda. En lugar del espectro de ne bandas para cada espín del caso 

anterior, ahora tenemos 2ne bandas con estados que mezclan los espines, o espinores. 

El significado físico de los valores esperados < c]0 c1-a > sigue directamente de la ex-

presión para el valor esperado del momento magnético total Mr en segunda cuantización 

M1 =E< luJ:iu~ + Yu11 + Zuzllu' >< c]0 ea1 > .... (171) 

con CT~ 1 CT111 Clz las matrices de Pauli y tomamos la dirección +z(-z) como j (l). De esta 

expresión obtenemos 

Mj 2&(< c/1q¡ >) 

M," 2lm(<c/1c1¡ >) 

M,' (172) 

Para ilustrar el tipo de ordenamientos magnéticos que se pueden dar en un sistema. 

descrito por el Hamiltoniano (161), en las figuras {14}, {15}, y {16}, mostramos configu-

raciones del espín para diferentes valores del parámetro U, para un sistema homogéneo con 

(< '111 > + < '111 >= .5), que implica 2KF = tr/2, i.e. un periodo de cuatro sitios de la 

red unidimensional. En cada figura se muestran cuatro posibles configuraciones de espín 

en unidades arbitrarias, que corresponden a cuatro soluciones autoconsislentes obtenidas 
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usando diferentes configuraciones iniciales. Las dos primeras corresponden a ondas de espín 

con polarización lineal, i.e. con el eje de cuantización fijo, y fueron obtenidas tomando la 

configuración inicial con < cf1cu >= O. En la tercera, la configuración inicial se tomó de 

forma. helicoidal, en la que el momento neto cambia de dirección de sitio a sitio, pero con 

la magnitud fija. La cuarta se genera asignando una dirección y magnitud generadas al 

azar, con el número total de electrones correcto. Al pie de cada configuración se muestra. 

la energía total correspondiente en e V (aquí, como en todo el trabajo, T = 2eV). 

Para. U = 2eV (fig.{14}), las dos soluciones con polarización lineal son de energía. 

ligeramente menor que la solución helicoidal, lo que es consistente con el hecho de que la 

configuración inicial arbitraria evoluciona a una configuración con polarización lineal. En 

contraste, para U= 8, 16 (figs. {15},{16}) la solución helicoidal resulta de menor energía. 

En la figura { 17} mostramos la magnetización promedio para. soluciones autoconsis­

tentes con ordenamiento magnético helicodial 1 para el caso de un sistema uniforme con 

2KF = 7r/4(< mt > + < q1¡ >= .25), y diferentes valores de U. Nótese que conforme U 

aumenta., el ángulo de precesión del helicoide alrededor del eje vertical se hace más y más 

chico. En el límite U -+ oc, el estado base del sistema es ferromagnético simple. 

En el caso de una superred, el tipo de configuraciones se complica bastante. Ello 

es en parte debido a que el modelo permite diferentes soluciones autoconsistentes muy 

cercanas eh energías, lo que da lugar a cierta ambigüedad en la naturaleza del estado 

base. Como ejemplo, considérese la superred con UA = Us = 8eV1 nA = 9, ns = 8, PA = 
.731 PB = .55, discutida en la sección anterior. En la figura {18} mostramos en perspectiva 

el momento magnético para dicha superred en el estado base. La figura corresponde a la 

misma configuración que mostramos en las figura { 12.b} 1 tomando como la dirección de 
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cuantización el eje z. Con exactamente los mismos parámetros, calculamos el estado base 

de la superred, pero ahora permitiendo que el eje de cuantización cambie de sitio a sitio. 

En al figura {19} mostramos una de las soluciones autoconsistentes obtenidas, vista desde 

la misma perspectiva que la figura {18}. Aunque a. primera vista se distingue poca relación 

entre ambas figuras, resulta que tanto la densidad total en cada sitio como la magnitud 

del momento magnético por sitio son bastante similares, coro~ se puede apreciar en la 

tabla {l}. En la misma tabla damos la energía, que para todo fin práctico es la misma 

para ambas configuraciones. Los resultados sugieren que en éste caso la energía total, y por 

tanto, la configuración del estado base, dependen más que nada del momento total por sitio. 

Dependiendo de la solución con la que se inicie la iteración del cálculo autoconsistente1 el 

sistema puede estabilizarse con diferentes disposiciones de las direcciones relativas de los 

momentos magnéticos entre si. 
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XII Conclusiones. Parte 11. 

En esta parte de nuestro trabajo hemos desarrollado un modelo sencillo de superred 

magnética formada de "materiales" que en su estado base presentan un orden de tipo 

antiferromagnético modulado por dos veces su vector de onda de Fermi. Aun en el caso en 

que se consideran partículas no intcractuantcs, la geometría de la superred introduce una 

estructura muy rica en su susceptibilidad magnética. Mediante un ejemplo sencillo hemos 

ilustrado la forma en que las propiedades de la superred evolucionan conforme disminuye 

el ancho de su celda primitiva, y pasa del caso en que muestra una superposición simple 

de las propiedades de sus materiales constituyentes, al caso en que sus propiedades son 

distintas y sin una relación obvia con las propiedades de los materiales por separado. 

Por medio de una teoría de campo medio y una descripción tipo RPA de su respuesta 

magnética, hemos presentado un estudio detallado de la dependencia con la temperatura 

de la estructura electrónica y estado base de dos ejemplos de nuestra superred modelo. 

En el primer ejemplo, observamos una sola transición a un tipo de ordenamiento 

magnético que afecta a toda la celda primitiva de la superrcd. En el segundo ejemplo, en 

el que todos los parámetros se mantienen iguales que en el primer ejemplo con excepción 

del parámetro de repulsión coulombiana por sitio U 1 obtenemos un comportamiento muy 

diferente. Se observa primero una primera transición que afecta sólo a una de las películas, 

seguida de otras transiciones en las que se observan reordenamientos de los moment.os 

magnéticos por sitio. Así mismo, encontramos que dichas transiciones van acompañadas 

de cambios en el momento magnético total de la celda primitiva de la superred. Ello sugiere 

la posibilidad de detectar reordenamientos en las configuraciones de espines de superredes 
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magnéticas midiendo el cambio en la magnetización total de las mismas como función de 

la temperatura. Tales reordcnamicntos han sido de hecho detectados en superredes con­

struidas a base ele tierras raras ¡36}. 

Finalmente, hemos considerado brevemente la posibilidad de que los momentos 

magnético apunten en direcciones arbitrarias, encontrado que el estado base de nuestro 

segundo ejemplo resulta más bien 'blando' ante reordenamientos en las direcciones de los 

espines, en el sentido de que los resultados sugieren que es la magnitud del momento 

magnético por sitio la que parece determinar la energía total de la configuración. 
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XIII Conclusiones Generales. 

En la primera parte de este trabajo se desarrollo y aplicó un formalismo que permitió 

incluir de manera no trivial efectos de la cristalinidad y rompimiento de simetría en la 

contribución superficial a la respuesta óptica de metales cristalinos. La teoría predice 

efectos muy interesantes conectados al cambio en el campo local cerca de la superficie, y 

provéc de mecanismos resonantes no\·cdosos involucrados en lo~ .modos electromagnéticos 

superficiales. A través de la dependencia del acoplamiento dipolar de los primeros planos 

cristalinos respecto a la simetría de las diferentes caras cristalinas paralelas a la superficie, 

el modelo predice una dependencia significativa de la relación de dispersión de los modos 

respecto a la cara cristalina y, en el caso de caras de baja simetría como las Ag(llO), 

respecto a la dirección relativa entre la superficie y la dirección de propagación de los 

plasmones de superficie. Aunque las relaciones de dispersión para el plasmón de superficie 

de la plata predid1a por nuestro modelo no se ajusta a los experimentos realizados, los 

resultados obtenidos son importantes pues indican la importancia de incluir el efecto de 

campo local en modelos más refinados que se puedan implementar en el futuro. 

En una segunda aplicación del modelo, encontramos un acuerdo notable entre nuestras 

predicciones y experimentos muy recientes de rcflcctancia diferencial en cristales de plata, 

en los cuales se mide el efecto de variar la dirección relativa entre el vector de polarización ·· 

de campo eléctrico respecto a los planos (110) paralelos a la superficie. Consideramos 

que los resultados obtenidos representan un avance notable hacia el entendimiento de los 

procesos físicos que subyacen en los experimentos que involucran el cambio de propiedades 

dieléctricru; cerca de las superficies. El formalismo es uno de los primeros esfuerzos aplicados 
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con éxito, y que incluye en un mismo modelo tanto la contribución de los electrones de 

conduccion como de la red de iones a la respuesta óptica de los metales. 

En la segunda parte del presente trabajo se implementó un modelo de superred 

magnética. En este caso el énfasis fue en estudiar el efecto de la modulación de la superred 

sobre la susceptibilidad de espín y estado base como función de la temperatura. La superred 

se construye a base de cadenas de llubbard unidi~ensionalcs, que en la aproximación de 

campo medio, presentan como estado base una onda de densidad de espín modulada por 

dos veces el vector de onda de Fermi, modulación originada en el llamado fenómeno de 

anidamiento. La transición del estado no magnético al estado de onda densidad de espín 

esta caracterizada por una fuerte singularidad en la susceptibilidad estática de espín. 

En el modelo de superred magnética estudiado, se tiene la interesante situación de un 

problema en el que intervienen al menos tres mOOulaciones espaciales que caraterizan al 

problema: Los vectores de onda de Femü correspondientes a cada uno de los materiales, y 

la periodicidad de la supcrred. Dependiendo de la magnitud relativa de las diferentes pe­

riodicidades y de los parámetros que deteminan la interacción electrónica en cada material, 

se pueden dar muy variadas situaciones. En el presente trabajo se tomaron dos ejemplos 

que consideramos ilustrativos de la riqueza en el tipo de ordenamientos magnéticos que 

se pueden obtener en las superredes magnéticas. As{ mismo, se estudió en detalle la de­

pendencia con la temperatura de la susceptibilidad de espín, que caracteriza las diferentes 

transiciones de fase. 

En un contexto más general, creemos que el presente trabajo representa una importante 
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contribución al estudio del efecto del rompimiento de simetría sobre las propiedades físicas 

de los sistemas cristalinos. 

105 



PIES DE FIGURA PARTE 11 

Fig. (1): Gráficas del inverso de la susceptibilidad de espín no interactuante x<0 >(K) 

para cadenas de Hubbard uniformes a diferentes llenados y tempe aturas. Conforme la 

temperatura disminuye, se forma un mínimo agudo en xCo>(J<) al veüor de onda 2Kp. Los 

vectores de onda se escalan de modo que conforme .T -+ O, la ab~cis del mínimo toma un 

valor numérico igual a la densidad total por sitio. Además, la ord •nada de dicho punto 

determina la mínima U que hace la fase paramagnética inestable. 

Fig.(2): Inverso de la susceptibilidad magnética [xCol(Q;g,g)) 1 para una superred 

modelo de electrones no interactuantes. En las Fig.(2.a) tenemos 9 s tios con una densidad 

promedio por sitio < n >= 0.73 (material A), y 8 sitios con < >= 0.55 (material 

(B)). La linea a rayas vertical indica las posiciones de 2Kj..Al y 2Kj..). Así mismo, debajo 

de la curva mostramos las energías de los estados de BJoch como f nción de los vectores 

de onda extendidos Q + g, con el potencial químico a T = O i icado por una linea 

horizontal. Un factor de escala de dos se introduce para enfatizar l posición del máximo 

en la suscpetibilidad a dos veces el vector de Fermi de la superrcd /( F· En la Fig. (2.b) 

los parámetros son idénticos a. los de la Fig. (2.a) pero ahora se tiene veinte sitios de cada 

material. Mientras que el vector de onda de Fcrmi de la superrcd es e mismo que en el caso 

anterior, en este caso las transiciones de Umklapp muy cercanas a 2 ~}Al y 2f(j..8 > dOminan 

la respuesta del sistema. 
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Fig.(3): Aquí presentamos la densidad autoconsistente para las dos poblaciones de 

espín del estado base del ejemplo de superred modelo correspondiente a la Fig.(2.b), con 

20 sitios de cada material. El valor de la densidad para cada espín se interpola entre los 

sitios para enfatizar el tipo sinusoidal de la onda de densidad de espín, tal como se espera 

en el caso de un sistema uniforme. 

Fig. (4): Transformada de Fourier de la densidad de espín para el caso U = 8 de la 

Fig. (3), donde se aprecian los máximos muy cerca de 2/(~A) y 2f(~B), indicados por las 

lineas verticales. 

Fig.(5): Aquí presentamos un secuencia ilustrando un ejemplo de transición magnética 

conforme la temperatura de nuestra superred modelo disminuye, con /3 = (k801t:1T]-1 en 

ev-1• En las figuras mostramos la densidad electrónica promedio para los electrones con f 

(linea continua) y espín L (linea de punto y raya). El sistema tiene los mismos parámetros 

que los correspondeintes a la Fig. (2.a) excepto que ahora se tienen electrones interactuantes 

con UA = Us = 6eV. Los primeros nueve sitios corresponden al material A y los últimos 8 

al material B. 

Fig. (6): Contraparte en el espacio de momentos de la secuencia presentada en las Fig. 

(5), donde usamos el esquema extendido para las energías descrito en el texto. Conforme la 

temperatura disminuye, las 'mini.bandas' r y ! se diferencian entre sí, con la consiguiente 

repoblación de los estados electrónicos. Nótese que la posición del nivel de Fermi a T ~ O 

implica la existencia de un momento magnético total neto en la celda primitiva de la 
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superred. 

Fig.(7): Parte diagonal de la susceptibilidad de espín total x(Q;g,g') cerca de la 

temperatura de transición correspondiente a la transición ilustrada en las Figs. (5) y (6). 

La inestabilidad ocurre al vector de onda 2[(F' de la superred (linea vertical a rayas). Los 

máximos de Umklapp parecen seguir la singularidad del má.ximo,principal. 

Fig.(8): Secuencia mostrando una transición magnética de un sistema. con los mismos 

parámetros que los del ejemplo de las Fig. (5) y (6), excepto que ahora UA = Ua =Se V. El 

sistema sufre una primera transición alrededor de T = 1.25cV (/3 ~ O.SeV-1), temperatura 

debajo de la cual se forma un orden antiferromagnético en la película A. Conforme la 

temperatura desminuye aun más, se desarrolla también orden magnético en la película B. 

Fig. (9): Conforme la temperatura del sistema mostrado en las Fig. (8) disminuye, 

se dan otros reordenamientos sutiles en las densidades electrónicas a las temperaturas 

correspondientes a fJ ~2.0 eV-1 y f3 ~3.5 ev-1• En el primer caso, el reordenamiento 

afecta a toda la celda primitiva de la superred, mientras que en la segunda transición se 

ven principalmente afectados los últimos tres sitios de la película B. 

Fig.(10): Parte diagonal del la susceptibilidad de espín x(Q;g,g') cerca de la temper­

atura crítica para el caso mostrado en la Fig.(6). La inestabilidad de da al vector de onda 

K = 7r. Ello es consistente con el comportamiento de la susceptibilidad inversa [xlolJ-1 

correpondiente al material uniforme A mostrada en al Fig.(1.c), donde se puede apreciar 
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que para altas temperaturas et mínimo se corre de 2/(iA> a rr. 

Fig.(11): Parte diagonal de la susceptibilidad x(Q;g,g') alrededor de la temperatura 

crítica correspondiente a la primera de las transiciones mostrada en la Fig.(9). El máximo 

en x(Q¡g,g) se corre hacia 2KF, donde se observa una fuerte singularidad cerca del punto 

donde los espines se rearreglan alrededor de f1 :::: 2e v-1• Conforme el sistema se eníria por 

debajo de la temperatura del segundo rearrcglo de los espines (/1 ~ 3.5ev- 1 ), la posici¿!l 

de) pico se corre un poco a la derecha, pero no se observa ningun comportamiento singular. 

Fig.(12): Detalle de segundo rearreglo de los espines correspondiente a la Fig. (9). 

Por claridad, en la figura mostramos una película de material B junto con las dos película 

de material A adyacentes. Nótese el caracter localizado del rearrcglo de espines, que sólo 

afecta significativamente a los últimos tres sitios de material B. Mostramos también el 

cambio en las 'mini-bandas' de energía, donde se aprecia la rcocupación en las poblaciones 

de espín al pasar por la transición. 

Fig.(13): En la figura mostramos el momento magnético total por sitio en la celda 

primitiva de la sueperrcd (1/nc) E1(n11 - n1i) como función de {J, para los ejemplos de 

superred modelo dicutido en este trabajo. Mientras que en el caso U= 6eV se aprecia un 

crecinüento gradual en el momento magnético de Ja celda, para U = Be V se dan cambios 

. abruptos en la magnitud y dirección del momento total. 

Fig. (14): Diagrama de Ja onda de densidad de espín para cuatro posibles soluciones 
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autoconsistentcs a T =O para una cadena de Hubbard con U= T = 2eV, y densidad total 

por sitio de 0.5 (2J(F == 7r/4). La última solución se obtuvo iniciando la iteración con una 

configuracón generada al azar, y resulta idéntica a la de menor energía, que en este caso 

correponde al primer diagrama. En el modelo las soluciones con polarización lineal el eje 

de cuantización del espín es arbitrario. 

Figs. (15) y (16): Lo mismo que en el caso de la figura (14) pero para U = 8 y 

U = 16eV's respectivamente. En ambos casos el ordenamiento cónico resulta de menor 

energía que las soluciones con polarización lineal. El angulo del cono que describe la 

precesión del momento magnético tiende a cerrarse conforme U aumenta. 

Fig. (17): Diagramas para soluciones cónicas de la onda de densidad de espín para 

tres sistemas con densidad total por sitio de 0.25 (2KF = 7r/8) y diferentes U's. Conforme 

U -+ oo, la solución tiende a un ordenamiento ferromagnético simple. 

Fig. (18): Diagrama mostrando en perpectiva el momento magnético total por sitio 

correspondiente al estado base de la superred modelo descrita en las Figs. (8)-(12). 

Fig. (19): Diagrama mostrando en perspectiva el momento magnético total por sitio 

correspondiente a la superred con excactarncnte los mismos parámetros que la superred 

modelo descrita en la Fig. (8)·(12), pero ahora permitiendo que el momento magnético 

cambie de dirección de sitio a sitio. 
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TABLAS. 

Tabla (1). Comparacón entre el valor de las diferentes componentes (Mx,My1Mz) y 

magnitud del momento magnético total (Mtot), así como de la densidad total por sitio 

(Ntot), para las dos soluciones autoconsistentes ilustradas en las Figs. (18) y (19). Al pie 

de la tabla damos los valores de los parámetros del cáculo. 

!JI 



14.0 

12.0 

10.0 

e.o 

6.0 

4.0 

2.0 

o.o 

12.0 

~10.0 

:::" 8.0 
1 

~ 6.0 

.~ 4.0 

2.0 

o.o 

Fig. 1 

(X°)-1 v.s. K (Homogeneous system) 

(a) 
., 

1 ,·:'! 
-·--·1~·' ... :· 

1 / .... 
··-··..¡..··: 

1 . 
........ ¡· .. 

1 

(n)=0.30 

(e) 
1 ----_¡_ __ _ 

'"':··, 1 
'-:·.·- L 

(n)=0.73 · ··'<;.,- · -
1 

• - .. ;::;.-o 

---- koT=2.0~-. :¡ . . · 
--·-- kbT=t.O 
- · · - · kbT=0.5 
··········· kbT=0.25 
--- kbT=0.004 

(n)=0.55 

(d) 
1 

-·-.:·,·--- 1 ·- .... ·.~ .. ------l-
'·'-' 

(n)=0.90 '._·~. 1 
···-.:- -.l_ 

'·. 1 
·C· 

o.o 0.2 0.4 o.e o.e o.o 0.2 o.4 o.e o.e 1.0 
K/rr 



N 

bb Q+g 
~ o rr/4 rr/2 37T/4 o 7T/4 rr/2 37T/4 1T 

12.0 1 1 
DA=9, ns=B ' 

{a) DA=25, ns=25 {b) 

11.0 
1 1 

-:- 1 1-
10.0 ·<~~~><' )~, 1 

~ 9.0 

1 1 1 ¡-· 
' 

"'-::.. • ......... _ 1 1 

i 
:::: B.O .. 

oD 
a 1.0 

15 
6.0 

5.0 ~---- kbT=l.OeV 
----· k•T=0.5 
........... k•T=0.25 

4.0 1-- k•T=0.004 

'N4.0 

' o¡¡ 3.0 
.ti; 2.0 

~ 1.0 
o.o 

o ff/4 "lf/2 3fT/4 o ff/4 ff/2 arr/4 fT 

Q+g 



F
ig

. 
3 

o 
o 

o 
c. 

.. 
-

~
 

e 
o 

-11 o 
~
 

~
 

.. 
c:.

:i 

N
 o 

el
 

~f
il

 
11 

. 
_

_
 ,¡

;..
 

.. 
~
 

o .. .. 
.....

... ~ -
t 

11 ~
 

c.n
 

c.n
 



Fig. 4 

1 
1 
1 
1 

1 1 
1 
1 

.c:i 1 .! 1 
~ 1 ¡¡.; 

1 
1 
1 
1 
1 
1 
1 
1 
1 
1 

o 'TT/2 'TT 
K 



o.e 

o.e 

º·" 
0.2 

o.o 

0.6. 

º·' 
0.2 

o.o 

o.e 
b 
º§o.• 
~ 

0.2 

o.o 

/l=2.20 

/l=2.90 

/l=8.00 

3 5 7 g 11 13 15 

si te 

Fig. 5 

/l=2.43 

/l=2.93 

/l=l000.00 

5 7 g 11 13 15 17 
si te 



Fig. 6 

1- e•(k) -·-·- e•(k) 1 
e.o 

/1=2.20 /1=2.43 

i>.8.0 
::' ., 
= ., 4.0 

2.0 

bª·º .. ., 
= ., 4.0 

2.0 

i>.6.0 
1111 .. ., 
= ., 4.0 

2.0 
o 1'/4 1'/2 ff/4 tt/2 

extended wavevector extended wavevector 



x(
Q

;g
,g

) 
.,v

-1
 

p o 

o 

.... 11
 

N
 ... o .... 11 ~
 ... o .... 11 11
) i::;
 .....
 

11 11
) iD
 

o .....
 

11 11
) iD
 

c.:>
 F

ig
. 

7 



o.a 

o.a 

º·" 
0.2 

0.6 

º·" 
0.2 

o.o 

0.8 

.!:' 
-~º·' ., 
~ 

0.2 

o.o 

Fig. 8 

1-- (n•) -·-·- (n') 1 
/l=0.75 

3 5 7 9 u 13 15 
si te 

/l=O.B5 

3 5 7 9 u 13 15 17 
si te 



o.e 

o.e 

0.4. 

0.2 

o.o 

0.6 

0.4 

0.2 

o.o 

o.e 
~ 
·~0.4. ., 
~ 

0.2 

o.o 

Fig. 9 

l-- (n•} -·-·- (n•} 1 
P=Leo 

3 5 7 9 11 13 15 1 
si te 

P=L9o 

7 9 11 13 15 17 
si te 



x(
Q

:g
,g

) 
ev

-1
 

Q
 

~ 
Fi

g.
 1

0 

Q
 

=:_
_ _

_
_

_
_

_
_

_
_

 ..:._
 _

_
_

 ~"ti
>; 

1 

11 Q
 

Q
 

~ "ti>
 

11 Q
 a. C
!I "ti>

 
11 .... o 



o 

e o 

x(
 Q

;g
,g

) 
ev

-1 

"!>
o 11 .... ~
 

o 

(o
) 
Fi

g.
 1

1 
e Q

 

"!>
o 11 .... '° o "!>

o 11 .... '° en
 

"!>
o 11 11
) Q
 

e "!>
o 11 11
) ;..
 

o 



0.8 

¡,.,0.6 
:; = 0.4 
~ 

0.2 

o.o 

¡,.,0.6 
:; 
~ Q.4 

0.2 

o.o 

~6.0 

~ 
... 4.0 

2.0 

Fig. 12 

si te 
2 4 6 8 10 12 14 16 18. 20 22 24 28 

o 1T/4 Tr/2 31T/4 o 
wave vector 

1T/4 1T/2 31T/4 1T 
wave vector 



Fig. 13 

0.06 

-·-·- U=6 eV 

--- U=B ev/ 
0.03 

/ 

/ 

/ 

= o / 

:;: 
cd 
N -·--·-· :;: 0.00 ., 
= .. .. 

!:11 

-0.03 

-0.06 
o.o 2.0 4.0 6.0 B.O 10.0 

{J ev-1 



rr
i 

11 rr
i 11 

F
ig

. 
14

 

~ 
@-
-@
--
~-

-@
--

®-
--

(_
,.¡

 

-..
.J 

rr
i 11 ~ 
~-
-~
--
t-

4-
-@

.-
--

(J
J 

(J
) 

rr
i 

:
:
 

-
-

_ 
(
;
g

_
.
 

·
:
-

-
-
-

-
-i-f

:/J.
 -

-
.. 

-
-

-
O

'J 
!{Y

 
,}J

\! 
~
 

_}
 

v 
O

'J 



rr
i 11 -
'
 

CX
J 

1 
..¡:

,. e.o
 

-
'
 

o 

F
ig

. 
15

 

e 11 CX
l 

CD
 <
 

,,,..
.._ 

::J
 

.....
.....

 
11 o N
 

. ~
 @

--©
-©

-@
--©

:-

~ ~
f-

0-
~-

l-
-

c.o
 . ~®
-~
-~
~-
%-
-



fT
l 

11 -
"
 

CX
l 

CX
l 

-""
 

N
 

(,
J
 

fT
1 11 -
"
 

®
 ' 

®
 F

ig
. 

16
 

e 11 -
"
 

C
J)

 
(]

) 
. _

< ,....
.... :J
 

.....
.... 11 o
.
 

~ 
6
-
~
-
~
-
-
b
.
-
-
6
-
-

N
 

-
"
 

(.
.J

 

fT
1 11 §1
--
-1
-~
-~
-~
--
-

-
"
 

N
 



Fig. 17 

U=2.0 U=4.0 U=B.O 



Fig. 18 



Fig. 19 



TABLAS. 

Tabla (1). Comparacón entre el valor de las diferentes componentes (Mx,My,Mz) y 

magnitud del momento magnético total (Mtot), asi como de la densidad total por sitio 

(Ntot), para las dos soluciones autoconsi.stentes ilustradas en las Figs. (18) y (19). Al pie 

de la tabla damos IOs valores de los parámetros del cáculo_. · 
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COMPARAcroN ENTRE LAS SOLUCIONES AUTOCONSISTENTES 
CORRESPONDrENTES A LAS FrGURAS 18 y 19 

Sitio Mx My Mz Mtot Ntot 
1 .oooo .oooo -.5897 .5897 .7894 
1 .5757 -.0799 .1000 .5897 .7871 

2 .oooo .oooo .5572 .5572 .7764 
2 -.5240 .1782 -.0323 .5544 .7728 

3 .oooo .oooo -.1322 .1322 .6173 
3 .0821 -.1302 -.0424 .1597 .6167 

4 .oooo .oooo -.4100 .4100 .7001 
4 .3752 -.1800 .0019 .4162 .7005 

5 .oooo .oooo .6204 .6204 .8113 
5 -.4694 .3896 .0876 .6162 .8074 

6 .oooo .oooo -.3888 .3888 .6911 
6 .2092 -.3097 -.1041 .3879 .6883 

7 .oooo .oooo -.1600 .1600 .6223 
7 .1648 -.0955 -.0048 .1905 .6236 

8 .oooo .oooo .5683 .5683 .7837 
8 -.2542 .4746 .1839 .5689 .7824 

9 .oooo .oooo -.5841 .5841 .7872 
9 .1427 -.5160 -.2270 .5815 .7837 

10 .oooo .oooo .0614 .0614 .4931 
10 .0930 .0447 .0493 .1143 .4818 

11 .oooo .oooo .4754 .4754 .6391 
11 .0369 .4406 .2413 .5037 .6285 

12 .oooo .oooo -.3063 .3063 .5557 
12 -.1758 -.1476 -.1124 .2555 .5183 

13 .oooo .oooo -.4562 .4562 .5089 
13 -.1571 -.3194 -.1978 .4072 .5763 

14. .oooo .oooo -.4530 .4530 .5048 
14 .3212 .1599 .1631 .3941 .5699 

15 .oooo .oooo -.3181 .3181 .5588 
15 .1592 .1755 .1339 .n22 .5236 

16 .oooo .oooo .4702 .4702 .6363 
16 -.4702 -.0756 -.1452 .4979 .6254 

17 .oooo .oooo .0755 .0755 .4945 
17 -.0614 -.0888 -.0564 .1218 .4839 

u NtotA Ntote Ntot va-vb Enargia 
8 6.5787 4.3913 10.9700 1.0840 1.9679 
8 6.fi624 4.4076 10.9700. 1.1590 1.9698 
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