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Resumo

Elétrons em bandas estreitas de energia sao fortemente afetados pela interacao coulom-
biana como também por desordem na rede. Ambos os efeitos podem levar a localizacao,
mas de naturezas diferentes: estado isolante de Mott, induzido por correlacao, e local-
izacao de Anderson, induzida por desordem. A existéncia da fase de Mott é também
significativamente dependente do preenchimento da banda. Abordagens tedricas para li-
dar com esse tipo de sistema sao usualmente baseadas no hamiltoniano de Hubbard ou
modelos relacionados, incluindo desordem como uma distribuicao de energias locais. Neste
trabalho, utilizando a Teoria de Campo Médio Dinamico (DMFT), estudamos o modelo
de Anderson-Falicov-Kimball e sua versao de trés bandas, obtida como uma simplificacao
do modelo de Hubbard de trés bandas associado aos planos de CuOq dos cupratos super-
condutores de alta temperatura critica, realizando nossa andlise para os casos magnético e
nao magnético. A densidade de estados de uma particula é obtida por médias aritmética
e geométrica sobre a desordem, ja que somente a tltima pode detectar a localizacao na
auséncia de um gap de energia. Variando as intensidades de interacao coulombiana e des-
ordem, construimos diagramas de fases para esse modelo, onde identificamos transi¢oes
metal-isolante mediadas por correlacao e desordem, bem como a inter-relacao entre esses
efeitos. Isso é feito para varios preenchimentos de banda, ja que nosso principal interesse
aqui é estudar como a variacao da densidade de elétrons (dopagem) afeta os diagramas de
fases previamente obtidos na auséncia de dopagem. Para o modelo de uma banda no caso
paramagnético, as informacoes reveladas pela densidade de estados sao confirmadas pela
andlise das condutividades estatica e dinamica, incluindo efeitos de temperatura. Quando
consideramos a solucao magnética, observamos o comportamento da temperatura de Néel
e podemos apresentar um diagrama de fases mais completo. Além de uma andlise bas-
tante extensa do modelo de uma banda, fazemos um estudo inicial do modelo de trés
bandas, focalizando comportamentos que possam vir a ser comparados ao que se observa
nos oxidos supercondutores.



Abstract

Electrons in narrow-band solids are strongly affected by the Coulomb interaction as
well as lattice disorder. Both effects can lead to localization, but of different nature:
correlation-induced Mott insulating state, and disorder-induced Anderson localization.
The existence of the Mott phase is also significantly dependent on the band filling. The-
oretical approaches to deal with this kind of system are usually based on the Hubbard
Hamiltonian or related models, including disorder as a distribution of the on-site energies.
In this work, utilizing Dynamic Mean Field Theory (DMFT), we study the Anderson-
Falicov-Kimball and its three-band version, obtained as a simplification of the three-band
Hubbard model associated to the CuOy planes of high-critical-temperature cuprate su-
perconductors, performing our analysis for the magnetic and non-magnetic cases. The
one-particle density of states is obtained by both arithmetic and geometrical averages
over disorder, since only the latter can detect localization in the absence of an energy
gap. Varying the strengths of Coulomb interaction and disorder, we construct phase
diagrams for these models, where we identify metal-insulator transitions driven by cor-
relation and disorder, as well as the interplay between these effects. This is done for
various band fillings, since our main interest here is to study how the variation of the
electron density affects the phase diagrams previously obtained in the absence of doping.
For the one-band model in the paramagnetic case, the picture revealed by the density of
states is further checked by evaluating the static and dynamic conductivities, including
temperature effects. When we consider the magnetic solution, we observe the Néel tem-
perature behavior, and we are able to present a more complete phase diagram. Besides a
quite extensive analysis of the one-band model, we develop an initial study of the three-
band model, focusing on behaviors that might be linked with what is observed on the
superconducting oxides.
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Capitulo 1

Introducao

Quando enfrentamos o desafio de descrever fenomenos da natureza, a enorme quan-
tidade de variaveis envolvidas nos leva a focarmos em determinadas caracteristicas, bus-
cando a construcao de modelos que levem em conta apenas os graus de liberdade relevantes
para descrevé-las. Na Matéria Condensada, mais precisamente na Fisica do Estado Sélido,
nao poderia ser diferente, pois mesmo restringindo-nos a essa area especifica, encontramos
uma vasta riqueza de fenomenos.

Um parametro bastante importante de observagao na Fisica do Estado Sélido, como
em qualquer sistema de muitas particulas, é a energia de interacao entre as particulas
presentes no sélido. Dependendo da intensidade com que tal interacao se manifesta,
precisamos fazer abordagens diferenciadas. No estudo de sélidos metalicos, por exem-
plo, podemos considerar casos em que os elétrons se comportam essencialmente como
particulas independentes, ou seja, quando a interagao coulombiana pode ser incorporada
a um potencial efetivo e nao se observam efeitos de correlagao entre os elétrons. A
situacao oposta é quando temos um efeito extremo dessa interacao, que leva a um regime
de elétrons fortemente correlacionados, podendo ser suficiente para manter as particulas
localizadas, caracterizando um estado isolante. Aqui, trabalharemos com a intensidade da
interacao variando entre esses os dois casos extremos, o que permite observar fenomenos

bastante interessantes.

1.1 Transicoes metal-isolante: Mott e Anderson

Em um sélido metalico, os elétrons sofrem influéncia de vérios efeitos, dentre os quais
destacamos dois. O primeiro, ja mencionado, refere-se a interagao coulombiana entre os
proprios elétrons de conducao e o outro envolve o que podemos chamar genericamente de

desordem, inicialmente estudada por Anderson [1-3]. Cada um desses efeitos é essencial
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Figura 1.1: Densidade de estados esquematica para o modelo de Anderson. Os estados
localizados sao representados pela regiao hachurada, enquanto no restante temos estados
estendidos. No primeiro grafico nao ha desordem, no segundo hia moderadamente e para
o ultimo deles a desordem é acentuada. Fq e F sao as energias que separam os estados
localizados e estendidos e sao denominadas bordas de mobilidade.

para a ocorréncia de um tipo ou outro de transi¢ao metal-isolante (MIT — Metal Insulator
Transition).

A importancia das interacoes entre elétrons em um soélido foi percebida ja nos primor-
dios da Fisica do Estado Sélido moderna, depois que de Boer e Verway [4] chamaram
a atencao para surpreendentes propriedades de materiais com bandas 3d parcialmente
preenchidas, tal como o NiO. Isso levou Mott e Peierls [5] a conjeturarem que uma ex-
plicacao tedrica dessas propriedades precisaria incluir a interacao eletrostatica entre os
elétrons [6].

A MIT de Mott-Hubbard é causada por correlagoes coulombianas no sistema puro, ou
seja, sem desordem [7,8], e se caracteriza pela abertura de um gap na densidade de estados
(DOS—density of states) para excitagoes de uma particula na energia correspondente ao
nivel de Fermi.

Foi P. W. Anderson [1] que, em 1958, ao estudar os efeitos da presenca de desordem em
um solido cristalino metalico, introduziu um modelo, sem interacao, onde era considerado
um potencial aleatorio que provoca um espalhamento dos elétrons que se movem na rede,
causando localizagao. Na Fig. 1.1, podemos observar a distribuicao e evolucao dos estados
localizados resultantes do aumento da desordem em um sistema sem interagao. Nela,
notamos a existéncia das energias criticas, F; e Fs, nas fronteiras entre estados estendidos
e localizados. Essas linhas limitrofes sdo chamadas de bordas de mobilidade (mobility
edges) [9]. A localizagao se inicia pelos estados da borda da banda e se estende para o
interior a medida que a desordem aumenta. A MIT de Anderson, também referida como a
localiza¢ao de Anderson, ocorre quando os estados localizados atingem a regiao de energia
onde se encontra o nivel de Fermi.

Em um solido real, a estrutura cristalina peridédica é rompida em diversos locais,
em geral por imperfeicoes da propria estrutura ou pela presenca de impurezas. Assim,
as propriedades dos materiais podem ser fortemente influenciadas pela desordem, além

das interacoes. A inter-relacao entre correlacoes coulombianas e desordem em sistemas



eletronicos de banda estreita é de grande interesse, pois o controle experimental da con-
centracao de elétrons é feito através de dopagem, o que introduz, naturalmente, alguma
desordem. Se esta for suficientemente intensa, a transicao metal-isolante, que seria do
tipo Mott, passa a envolver efeitos de localizacao de Anderson. E, portanto, um de-
safio investigar modelos quanticos onde correlagao e desordem estao simultaneamente
presentes [?, Craco2001]

Pelos comentérios anteriores, vemos que o carater metdlico ou isolante de um sistema
de elétrons esta diretamente associado a natureza dos estados disponiveis para excitacoes
de uma particula nas proximidades do nivel de Fermi. Assim, é razoavel conceber a
utilizacao da DOS no nivel de Fermi como um parametro de monitoramento da MIT.
Isso é obviamente verdade para a transicao de Mott, devido a abertura do gap. J& na
localizacao de Anderson o efeito sobre a DOS é mais sutil pois, embora os estados no nivel
de Fermi se tornem localizados, eles mantém uma distribuicao densa, isto é, sem um gap
de energia.

Do ponto de vista tedrico, os estados eletronicos devem ser determinados para cada
realizacao da desordem, ou seja, para diferentes configuragoes de defeitos. Entretanto,
considerando que o sélido é macroscopicamente homogéneo, as quantidade fisicas devem
ser obtidas como médias configuracionais. Isso se aplica a densidade de estados, a partir
da qual sao calculadas as propriedades fisicas do sistema de elétrons. Aqui o problema
apresenta peculiaridades interessantes. A média aritmética simples reflete a presenca de
estados, nao diferenciando se localizados ou estendidos e, portanto, nao dando informagoes
sobre a transicao metal-isolante por efeito de desordem. Por outro lado, o valor mais
provavel (ou valor tipico) da DOS é corretamente refletido pela média geométrica [11] (com
possiveis extensoes para médias generalizadas [12]), anulando-se a uma intensidade critica
de desordem e, consequentemente, fornecendo um critério explicito para a localizacao de

Anderson.

1.2 Sistemas fortemente correlacionados

A Fisica de Estado Sélido moderna explica satisfatoriamente as propriedades de muitos
materiais, tais como metais simples e alguns semicondutores e isolantes. Entretanto, mate-
riais com camadas d e f nao totalmente preenchidas, como compostos contendo metais de
transicao e terras raras, apresentam propriedades que nao podem ser descritas de forma
simples. Devido ao confinamento espacial naqueles orbitais, os elétrons experimentam
uma forte repulsdo coulombiana. Esses elétrons fortemente interagentes (ou correlaciona-
dos) nao podem ser descritos como embebidos em um campo médio estatico produzido
pelos demais. Essa correlacao entre os elétrons é suficientemente intensa para que eles

nao possam ser tratados como independentes [6, 13, 14].



O efeito das correlagbes nas propriedades dos materiais é geralmente profundo. A
inter-relacao entre os graus de liberdade de spin, carga e momentum angular orbital dos
elétrons d e f pode levar a uma multiplicidade de fases a baixas temperaturas. Ela
estd ligada a propriedades de férmions pesados, supercondutividade de alta temperatura,
magnetorresisténcia colossal, transicao metal-isolante de Mott, instabilidades do estado
de liquido de Fermi que caracteriza os metais normais, etc. [6,14]. Com isso, surgem novos
métodos, tanto experimentais quanto tedricos, permeando desde pesquisa fundamental a

aplicagoes tecnologicas avancadas.

1.3 Modelo de Hubbard e generalizacoes

O modelo que hoje se conhece como modelo de Hubbard foi proposto de forma in-
dependente por Gutzwiller, Kanamori e Hubbard [7, 15, 16|, mas a denominagao atual
se estabeleceu no decorrer do tempo. Esse modelo tem fornecido as bases para a maior
parte das pesquisas tedricas em elétrons correlacionados durante as tultimas décadas e,
apesar de sua aparente simplicidade, descreve varios fenomenos relevantes e tem sido
alvo das mais diversas abordagens. Mais recentemente, o dominio de técnicas de engen-
haria de nanoestruturas vem permitindo a construcao de “sélidos artificiais”, em geral
de baixa dimensionalidade e com caracteristicas apropriadas para emprego do modelo de
Hubbard e similares. O mesmo acontece com redes épticas de atomos frios aprisionados,
nas quais se podem ter tanto as propriedades de tunelamento entre pocos de potencial
como de interagao, permitindo também a aplicacao do modelo de Hubbard para sistemas
bosonicos [17,18].

Neste trabalho, teremos em mente o sistema mais “tradicional”, isto é, um sélido
composto por ions e elétrons em uma estrutura cristalina tridimensional. Ja que os
ions sao muito mais massivos que os elétrons, considera-los como formadores de uma
rede estatica geralmente é fenomenologicamente um bom ponto de partida para explorar
as propriedades eletronicas do sélido. Considerando a situacao mais interessante para
sistemas fortemente correlacionados, em que os orbitais atomicos relevantes sao de sub-
camadas d ou f, é apropriado o modelo de um sistema eletronico do tipo tight-binding.
De uma forma geral, o hamiltoniano é escrito na representacao de Wannier e exibe dois
termos, um deles representando o salto (hopping) de um elétron entre sitios vizinhos e o
outro descrevendo a interagao entre dois elétrons em um mesmo sitio.

Considerando uma forma generalizada, em que se contempla a existéncia de mais de

um orbital por sitio [19], o hamiltoniano pode ser escrito na forma

H=- Z Z Ztgg;c;mcw + Z UaNat,iNal,i s (1.1)

o=Nla,a i Qi
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Figura 1.2: Rede bidimensional onde podemos observar representagoes esquemaéticas
dos mecanismos presentes no modelo de Hubbard. Figura da referéncia [6].

onde o é um indice de banda, identificando os diferentes orbitais locais, o representa o
.I.

o,

tivamente, sendo n4,; 0 operador associado ao nimero de ocupacao.

indice de spin, c,,,; € Cas,j 30 0s conhecidos operadores de criacao e aniquilacao, respec-
O modelo pode ser ainda mais generalizado, por exemplo, incluindo energias locais
diferentes para cada orbital. No que concerne a interagdo coulombiana, a Eq. (1.1) sé

leva em conta a repulsao U, quando dois elétrons de spins opostos ocupam o mesmo

a,o’
0,15 )

orbital, mas pode também ser generalizada. Por fim, temos a integral de hopping t
que pode envolver orbitais distintos e aqui contempla ainda a possibilidade de depender
da orientacao do spin.

Na Fig. 1.2 estao esquematizados os mecanismos presentes no modelo de Hubbard. A
representacao é de uma rede bidimensional onde os férmions itinerantes se movem com
amplitude de hopping t entre os sitios vizinhos, obedecendo o principio de exclusao de
Pauli, sendo indicada a energia adicional U em um sitio com dupla ocupacao. A sequéncia
“temporal” em destaque mostra as possiveis configuracoes em um determinado sitio: ele
pode estar vazio, ocupado por um elétron de spin up ou down, ou pode ser duplamente

ocupado por elétrons de spins opostos.

1.4 Teoria de Campo Médio Dinamico

Ao longo de muitos anos, um numero significativo de pesquisadores vem dedicando
consideravel empenho na abordagem da fisica de sistemas fortemente correlacionados,
sendo que a grande dificuldade dessa area estd no fato de que a intensidade das interacoes
impossibilita a aplicabilidade de aproximacoes perturbativas. Surgiram, assim, varias
propostas de técnicas nao perturbativas. Embora estejamos, talvez, ainda distantes de um
consenso, a Teoria de Campo Médio Dinamico, DMFT (Dynamical Mean Field Theory),

tem-se mostrado uma ferramenta poderosa [13,14].



E muito comum encontrarmos na fisica o uso da ideia de campo médio, sendo mais
conhecidas a teoria de campo médio de Weiss [20] para sistemas de spins localizados e a
teoria de Hartree-Fock [21,22] para modelos eletronicos. Essas teorias obtiveram razodvel
sucesso, mesmo as custas do abandono de importantes efeitos de flutuagdes (correlagoes),
porém com enorme ganho em simplificagao da abordagem, pois transformam um problema
de muitos corpos em um problema de uma tnica particula sob a acao do campo médio,
ao qual é reduzida a sua interacdo com as outras particulas. Esse nivel de simplificacao
se mostra justificivel apenas em certos limites em que algum parametro, como o ntimero
quantico de spin S ou o numero de primeiros vizinhos z (equivalentemente, a dimensao

espacial d), torna-se muito grande.

n
0 02 04 06 08
U T T oy
-001 F -
-0.02 - 1
Bz
-0.03F
dzeo
-0.04 4 d=3
| 1 L 1 d=1

Figura 1.3: Energia de correlagdo em segunda ordem versus densidade para dimensao
d=1,3,00. Figura reproduzida da referéncia [23].

A DMFT foi essencialmente introduzida por Metzner e Vollhardt [23] que, investi-
gando o modelo de Hubbard, perceberam que os célculos diagraméticos (em teoria de
perturbagdo na energia cinética, nao na interagao coulombianal) se tornavam bastante
simplificados no limite d — co. Embora pareca se tratar de um limite nao fisico, os resul-
tados se aproximam satisfatoriamente de célculos numéricos para d = 3 (ver Fig. 1.3), o

que dé& confiabilidade ao método. Miiller-Hartmann [24] mostrou que para d — oo em um

|0} (13} [11)

000

2(k, ») (@) "

#

Figura 1.4: Possiveis configuragoes de spins num sitio visto numa configuracao de
campo médio. Figura reproduzida da referéncia [13].



modelo tight — binding, considerando que esse limite impoe o escalonamento da integral
de hopping com 1/+/d, as funcdes de Green nao locais se anulam (nao localidade no espaco
real), de forma que a autoenergia se torna local, ¥(k,w) — ¥(w). Com isso, o problema
pode ser reduzido ao de um unico sitio acoplado a um reservatorio de elétrons através
de um campo médio dinamico, que da conta das flutuagoes de carga locais devidas ao
movimento dos elétrons na rede, como esta ilustrado na Fig. 1.4. E importante salien-
tar que, mesmo a autoenergia sendo independente de momentum, a dinamica de muitos
corpos é mantida, de forma que o campo médio dinamico incorpora efeitos de correlacao.
A conex@o com o problema original se d4 impondo-se uma relacao de autoconsisténcia,
isto é, que a funcao de Green do problema efetivo de um tnico sitio seja equivalente a
fungao de Green da rede calculada para um unico sitio (somada sobre todos os momenta)
e envolvendo a mesma autoenergia.

O problema efetivo de um tnico sitio é muitas vezes visto como um “problema de
impureza” (impurity problem), devido a evidente semelhanga com o problema de uma im-
pureza magnética em um metal nao magnético. Entao, é usualmente feito um mapeamento
a um problema de impureza de Anderson, com o reservatério de elétrons correspondendo a
banda de conducao da matriz e o campo médio dinamico sendo identificado com a funcao
de hibridizagao.

A Fig. 1.5 mostra esquematicamente a evolugao da densidade de estados de excitagoes
de uma particula com o aumento da intensidade da interacao U, refletindo o que se
obtém via DMFT para o modelo de Hubbard (de uma sé banda), no caso de banda
semipreenchida (um elétron por sitio) e sem levar em conta a possibilidade de ordem
magnética [25]. Af aparece a largura de banda no limite nao interagente, usualmente
representada por W e que é geralmente utilizada como unidade de energia. A medida que
U aumenta, observamos a transferéncia de peso espectral para uma regiao mais distante
do nivel de Fermi Er, o que vem a formar as sub-bandas (inferior e superior) de Hubbard,
e a permanéncia de um pico central caracteristico de um liquido de Fermi, até que este
ultimo desparece, indicando a transicao metal-isolante.

No que se refere a efeitos de desordem, dentro do contexto que ja comentamos anteri-
ormente, Dobrasavljevic e Kotliar [11] formularam uma variante da DMFT onde foi incor-
porada a DOS com média geométrica no ciclo autoconsistente. Dessa forma, derivaram
uma teoria de campo médio da localizacao de Anderson, que reproduz as caracteristicas
da MIT mediada por desordem para elétrons nao interagentes [26] e permite a inclusiao
dos efeitos de correlagoes fortes.

A DMFT é uma ferramenta poderosa para a investigacao de sistemas eletronicos cor-
relacionados. Ela fornece uma solucao nao perturbativa e termodinamicamente consis-
tente para sistemas de dimensao infinita, podendo ser aplicada como uma boa aproximacao
para sistemas realistas. Entretanto, cabe salientar que a solucao exata é formal, no sen-

tido de que ela depende da solucao do problema efetivo de um tnico sitio. Esta tltima,



1 H ‘. —% U=0
0L
0
1 ﬂ UW=05
8 os
W =
g
7
w0
2 < UW=12
£ 19 a Quasi-#l particles
; 0~ lower upper
= ple Hubbard band Hubbard band
0~
Ml d | UW =2
-+ u >
) _‘
0= =
EF‘—L-,I i EF*E

A ENERGY

Figura 1.5: Representacdo esquemética da evolugao da densidade de estados (DOS)
no modelo de Hubbard na fase paramagnética para o caso de um elétron por sitio e
temperatura nula. Figura da referéncia [25]

ao contrario do que acontece em uma teoria de campo médio convencional, nao tem, a
priori, uma solucao analitica. Assim, em geral, sao usadas diversas técnicas de solugao
numérica e/ou métodos de aproximacao. Dentre os métodos ja empregados em conjunto
com a formulacao da DMFT, isto é, como impurity solvers, podemos citar Monte Carlo
Quantico, Teoria da Perturbagao Iterada, Aproximacgao Non-Crossing, Diagonalizacao
Exata, Grupo de Renormalizagao Numérico, Grupo de Renormalizagao de Matriz Densi-
dade, etc. [13,14]. Uma alternativa atraente é a utilizacao de uma forma simplificada do
modelo que viabilize a solucao exata do problema efetivo de um sitio, como detalhado a

seguir.

1.4.1 Modelo de Falicov-Kimball

Um modelo de Hubbard simplificado foi proposto por van Dongen e Vollhardt [27] em
1990. Ele é equivalente ao modelo de Falicov-Kimball (FK) [28] se os dois tipos de férmions
sem spin deste ultimo sao interpretados como as duas orientacoes de spin dos elétrons.
A simplificacao se da pela eliminacao da energia cinética de um dos tipos de férmions,
embora a ocupacao de estados se dé em equilibrio termodinamico. O hamiltoniano é

usualmente escrito na forma

H= Z(ec — ) ng — Z(ef —pw)n! + Zt@jcicj + Uan ng, (1.2)
i (i.9) g
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onde t; ; é a amplitude de hopping para férmions méveis entre os sitios i e j; cj( f;) e c(fi)
sao operadores de criacdo (aniquilagdo) para férmions méveis (localizados) em um sitio i
da rede na representagao de Wannier; U ¢ a interagao coulombiana local entre os dois tipos
de férmions, e p é o potencial quimico, que é incluido explicitamente no hamiltoniano.
Para esse modelo, o problema de um tnico sitio resultante em d = oo apresenta solucao
analitica exata, obtida por Brandt e Mielsch [29], que serd revista no Capitulo 2.

O modelo de Falicov-Kimball foi originalmente aplicado ao estudo de sistemas carac-
terizados pela presenca de momentos magnéticos localizados e elétrons de conducgao, como
SmBg, Tiy03, FesO4, VO, VO, e V5,03 [28]. E, provavelmente, o modelo mais simples
para estudar MITs em compostos de terras raras de valéncia mista e em 6xidos de metais
de transicao. Ja foi utilizado para estudar estados ordenados em sistemas de valéncia
mista, magnetismo itinerante, cristalizacao e ferroeletricidade [30], além de diagramas de
fase de solugoes de amonia [12].

Impondo-se um estado sem ordem magnética (mesmo ntumero médio de particulas
moveis e fixas por sitio), para uma densidade global de uma particula por sitio, o modelo
FK exibe uma MIT do tipo Mott-Hubbard, embora nao descreva um liquido de Fermi [31].
Utilizando a rede de Bethe [32] com largura de banda W, a interagao critica obtida com
DMFT é U, = W/2.

A desordem local pode ser implementada da mesma forma que no modelo de Hub-
bard, isto é, substituindo a energia local € por energias dependentes de sitio, €, com
uma distribuigao aleatéria (desordem do tipo Anderson). Considerando maior facilidade
computacional, vamos concentrar nossa atencao no modelo de Falicov-Kimball, ou, mais

especificamente, na sua versao com desordem local, que pode ser chamada modelo de
Anderson-Falicov-Kimball (AFK).

1.4.2 Modelo de trés bandas

Os modelos de uma banda (Hubbard e FK) com inclusdao de desordem ja foram bas-
tante estudados [26,33,34], principalmente na situa¢ao de banda semipreenchida, quando
a fisica da transicao de Mott é dominante para interacoes fortes e pode ser estudada a
sua inter-relacao com os efeitos de desordem. Nosso interesse principal é estender esse
estudo para o modelo de Hubbard de trés bandas [35], utilizado para descrever os planos
de cobre e oxigénio nos éxidos supercondutores de alta temperatura critica (HT'SC). Esses
6xidos apresentam um diagrama de fases bastante rico, apresentado de forma esquematica
na Fig. 1.6. Embora este trabalho nao inclua um estudo de supercondutividade, pode-
mos abordar aspectos do diagrama de fases associados a presenca de ordem magnética e
caracteristicas do estado metalico na fase normal.

Em um estudo anterior de Beatrici e Gusmao [41], foi feita uma andlise teérica do dia-
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Figura 1.6: Diagrama de fases experimental dos cupratos supercondutores de alta
temperatura critica, mostrando a presenca de ordem magnética na regiao de baixa
dopagem e as regioes “mais metalicas”, nas quais se estabelece a supercondutividade,
além de regides intermedidrias identificadas como “spin glass” (SG), refletindo efeitos
de desordem. Figura da referéncia [42].

grama de fases magnético de uma versao simplificada desse modelo em fun¢ao da ocupacao
de banda (dopagem), utilizando a Teoria do Campo Médio Dinamico. Foi estudada a e-
xisténcia de solucoes magnéticas e sua estabilidade com respeito a variacao da dopagem,
parametros de interacao e temperatura. Isso foi feito através da simplificacdo do modelo
de trés bandas, no espirito do modelo de Falicov-Kimball. Resultados anteriores [43] para
o modelo de uma banda mostraram que processos de spin-flip sao menos importantes
para repulsao coulombiana mais intensa, sendo esse o caso dos HTSCs, o que torna a
simplificacao FK bastante justificavel.

O Hamiltoniano é construido baseado na rede bidimensional dos cupratos CuQOs, de
forma que o restante do sistema funciona como uma fonte de elétrons e buracos. Geral-
mente, considera-se que a fisica do sistema é dominada pela correlagao coulombiana nos
sitios de cobre e pela hibridizagao cobre-oxigénio. Ocorrem hibridizagoes entre orbitais
d do cobre e os orbitais p do oxigénio. Uma das combinagoes ortogonais dos orbitais p
nao participa dessa hibridizagao, levando a uma largura de banda nula. Assim, restam
duas bandas, e o modelo, em sua versao simplificada (isto é, tratando somente sitios

correlacionados d na “aproximacao” FK), é descrito pelo hamiltoniano

(2

(4,9) i
onde E; é o gap de transferéncia de carga entre os niveis d e p, sendo que o zero de energia
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foi escolhido na posicao do nivel local p. Esse hamiltoniano esta escrito na representacao
de buracos, o que significa que o sistema nao dopado tem ocupacao de uma particula por
célula unitaria (um buraco no nivel d na auséncia de hopping). Como a dinamica dos
buracos com spins opostos é desacoplada, nao é necessario considerar o indice de spin nos
orbitais p. Os operadores de férmions associados aos buracos iméveis nos sitios de cobre

sao representados por f; e f;r.
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Capitulo 2

O método DMFT para o modelo de

Anderson-Falicov-Kimball

Conforme comentamos no Capitulo 1, a partir do problema de elétrons interagentes em
uma rede de dimensao espacial d, o método DMFT, tomando o limite d — oo leva a solucao
de um problema de um tnico sitio na presenca de um campo médio dinamico, com uma
condi¢ao de autoconsisténcia que traz informagao sobre a topologia da rede original. Isto
se justifica pelo fato de que a auto-energia torna-se exclusivamente local naquele limite. Na
presenca de desordem local, é necessario tomar a média configuracional das quantidades
relevantes, o que pode ser feito considerando uma distribui¢ao de probabilidade para os
valores da energia de referéncia do sitio efetivo [14,23].

No modelo de Falicov-Kimball, a soluc¢ao do problema de um sitio sitio com um campo
médio dinamico é exata. Inicialmente, faremos uma revisao dessa solugao [29], para
posteriormente discutirmos a inclusao de desordem, calculo de condutividade elétrica e

solugao com ordem magnética.

2.1 Solucao do modelo FK em dimensao infinita

Pela natureza do problema a ser resolvido, podemos escrever a funcao de particao na

forma
7 = Trle PHugS] (2.1)

onde f = 1/T, T é a temperatura (consideramos um sistema de unidades com a constante
de Boltzman kg = 1),

Hy = (&= p)cle+ (e —p)nf +UfIfcle (2.2)
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é o hamiltoniano no limite atomico e S = e~ d4 conta do efeito do campo dinamico

“externo” n(7) através da integral de agao

B 8
S = TT/O dT/O dr'n(t — 1)t (T)e(), (2.3)

onde 7, » € o operador de ordenamento temporal (no caso, o “tempo imaginario” 7).
Considerando que os férmions f no modelo FK nao tém dinamica, o nimero de

ocupagao f no sitio pode ser zero ou um, com probabilidades determinadas em equilibrio

termodinamico. Entao, podemos separar a funcao de particao como Z = Zy + Z;. Pas-

sando para uma formulacao funcional, escrevemos

Zo = / D) Dpe % Y) (2.4)

com

s . 5 )
Sa = /0 dr[p(7)0-b(T) + Hé?) ((7),9(7)) —i—/o dr'n(t — 7)o (r) ()], (2.5)

onde o = 0, 1 indica o subespaco da respectiva ocupacao de férmions f.

Introduzindo a notagao € = (¢ — ) e ¢/ = (¢/ — ), e lembrando que f1f =n/ =,
temos as projecoes do hamiltoniano atomico Hég) = ¢“clce H(g) = + (e +U)cle
Entao,

7. = ¢—be / D Prpe I8 47 J§ A 9@) @ +ea)dlr—r'yanlr—r () (2.6)

onde €, = € + aU.
Usando representacoes de Fourier, em termos de frequéncias de Matsubara, para os

campos fermionicos,
6O = E ) U = S ) ()

e, da mesma forma,

nir—1) = Z e~y (2.8)
I

|

obtemos, apds um desenvolvimento simples,

So = — Z(an —&a — nn)@(wm)w<wn) . (2-9)

n

Consequentemente, a funcao de particdo pode ser escrita na forma

Zo = e P / [T dibndupy, e 2 onlion=commmin. (2.10)
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De forma geral, dada uma matriz A, temos que
/ H dipidipse™ 20 Vifi¥i = det A . (2.11)

Assim, comparando (2.10) e (2.11), obtemos

Zo = e [ (iwn — €a — ) - (2.12)

n

Como Z = Zy + Z;, temos que

Z =[] (wn — € =) + e T (iwn — ¢ = U = 1) . (2.13)

n

ou ainda
7 — 62” In (iwn —€S—nn) + efﬁef > In (iwn—e€=U—np) ) (214)

As fungoes de Green de uma particula, na formulacao de Matsubara, podem ser obtidas

pela diferenciacao funcional

1 0z 107

G(T —7') = —Em = G(zwn) = _28—7’/” .

(2.15)

Utilizando a Eq. (2.14), obtemos

: : . 1 : .
Giw,) = (iw, — € —n,) 12 H(zwm—e — M)

m

1
+ (iw, — €=U — nn)*le’ﬁefz H(zwm —e—U-=n,). (2.16)

Definindo . o
pEe‘BEfE H(z’wm—ec—U—nm) = 71, (2.17)
a Eq. (2.13) implica em que
1 , . 7,
EH(zwm—e—nm)zfozl—p, (2.18)
e podemos escrever a funcao de Green na forma
I—p p
G = + (2.19)

Wy — S+ 1 —np iwn—€c+M—U—77n’

onde voltamos a notacao que explicita o potencial quimico.
As Egs. (2.17) e (2.18) indicam claramente que p ¢é a probabilidade de encontrar o sitio

ocupado por uma particula localizada f, sendo, portanto, igual ao nimero médio dessas
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particulas no sftio, (nf). Usando as formas explicitas de Z; e Z, a partir da Eq. (2.12),

temos que
! (2.20)
p - f— (iwn_ ‘+pu— n) ’ ’
eBel—p) Hn (z‘wn—sfﬂ;ﬁUﬁnn) +1
que pode ser escrita como
1
— (nf\ —
p=M)=Zm 71 (2.21)

definindo uma energia efetiva das particulas f,

Ef =l —p)+ TZ[ln (lwp, — e+ pu—mn,) —In(iw, —e+pu—-U—n,)]. (2.22)
2.2 DMFT no caso paramagnético

Os resultados da secao anterior podem ser diretamente utilizados para a solugao do
problema efetivo de um sitio no tratamento do modelo AFK via DMFT. Para isso, basta
substituir € por €7, relativa a um sitio genérico da rede, e implementar a condicao de
autoconsisténcia para determinar o campo médio dinamico, em conjunto com a média
configuracional.

Nesta etapa, como estamos considerando a solucao nao magnética, devemos ter o
mesmo numero médio de elétrons com spin up e down, o que corresponde a iguais niimeros
médios de férmions ¢ e f. Ent@o, para uma densidade eletronica n, teremos p = n/2,
dispensando o calculo de p. Por outro lado, o valor da densidade eletronica fixa o potencial
quimico através da relagao [(nf)]., = n/2, sendo (n¢) obtido a partir de G;;(w). Devemos
notar, aqui, a média configuracional [...],,, necessdria por se tratar de uma quantidade
global. Este ponto serda melhor detalhado adiante.

Como o objetivo principal é calcular densidades de estado, é conveniente trabalharmos
com a funcao de Green retardada, que é obtida a partir da frequéncia de Matsubara pela
continuagao analitica iw, — w + 9, com § — 07. Daqui em diante, nao indicaremos
explicitamente o deslocamento das energias em relacao ao eixo real, ficando implicito que
estaremos sempre tratando com a funcao de Green retardada. Para um sitio i da rede,

temos

L—p p
Gii(w) = + . 2.23
) w—e+p—nw) w—e-U+p—nw) (2:23)

Podemos, entao, obter a DOS local (dependente de £¢) pela relagao
1
plw,ef) = ——ImGy(w) . (2.24)
T

A solugao do problema através da equacao (2.23) ainda depende da determinagao de p e

n(w). Para isso, devemos determinar a condigdo de autoconsisténcia apropriada.
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Podemos ainda escrever a equagao (2.23) na forma

1
w—¢ei+p—nw)—Bw,e)’

Giilw) = (2.25)
em funcao da autoenergia ¥ (w,¢;), que dé conta da interacdo entre as particulas, sendo

dada por
p(l—p) U
w—ei+p—(1-p)U-nw)

A determinacao do campo médio dinamico é feita através da condicao de autocon-

Y(w, &) =pU+ (2.26)

sisténcia, seguindo a prescricao da DMFT, isto é, que a funcao de Green local seja a
mesma, tanto obtida a partir da solugao do problema original na rede quanto do prob-
lema efetivo de um tnico sitio com a mesma autoenergia (que é local). Considerando a

forma genérica da funcao de Green na rede para um sistema sem desordem,

1
w—ek)—S(w)+p’

G(k,w) = (2.27)

onde (k) é a transformada de Fourier das integrais de hopping t;;, a relacao de autocon-

R
sisténcia é

1 1

N zk: [Gii(w)] ™ —e(k) +n(w)

1 1
N zk: w—e(k) - S(w) =Culw),  (229)

onde usamos a Equacao (2.25) no caso sem desordem (g; = 0). A segunda igualdade
desta tltima equagao determina uma relagao entre G;(w) e n(w) que, juntamente com a
equacao (2.23), permite obter essas duas quantidades.

No caso desordenado, a autoconsisténcia somente faz sentido quando ¢é feita a média
configuracional das fungoes de Green, pois o campo médio dinamico, o potencial quimico
e os numeros médios de particulas sao quantidades globais. Considerando a média config-

uracional na equagao (2.28) e convertendo a soma sobre vetores de onda em uma integral

sobre as energias da banda, a relacao de autoconsisténcia pode ser escrita na forma

i pule) de
)= [ ol e

(2.29)

onde p,(e) é a densidade de estados da banda tight-binding (ndo correlacionada) com
energias €(k). Devemos notar que é através de p,(€) que é feita a conexdao com a rede
original.

A média configuracional é feita a partir da escolha de uma funcao de distribuicao de
probabilidades P(g;) para as energias locais. Por simplicidade, utilizaremos a escolha
mais usual, isto ¢, uma distribuicdo uniforme P(g;) = O (A/2 — |g;|) /A, onde O(x) é a

funcao de Heaviside.
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O procedimento de calculo numérico utiliza a sequéncia de passos descrita a seguir.

1.

Escolhe-se um valor inicial do potencial quimico.

. Escolhe-se aleatoriamente uma funcao n(w) inicial, no intervalo de frequéncias apro-

priado (discretizado com uma separacao tao pequena quanto possivel entre frequén-

cias sucessivas).

Calcula-se a func¢ao de Green (2.23).
Obtém-se a DOS local p(w,¢;) pela Eq. (2.24).

Calcula-se a média configuracional p,,(w), com média aritmética ou geométrica:
pun() = [ dPEpl:2) s o) = exp [ [ d=P) st

Determina-se a funcao de Green média, através da representacao espectral

Girfw) = [ el

w—€
Esta fungao, juntamente com 7(w), define uma fungao

Ew) =[G W) +n(w)
que, levada a Eq. (2.29), gera uma nova func¢ao de Green através da integral

G (w) = pol€) de .

(w) —¢

O resultado da integral atualiza a fungao n(w) através da relagao

nw) =€) = [GF W),

quando se pode testar a autoconsisténcia e recomecar o ciclo ou finalizar.

. Fechado o ciclo de autoconsisténcia do campo médio dinamico, calcula-se o ntimero

médio de elétrons c,

(n®) = /dwparit(w)f(w) ;

onde f(w) = [66” + 1} ' Esse nimero é comparado a n/2,; ajustando-se o potencial

quimico e recomecando o ciclo se necessario.

Devemos notar que o calculo de (n€) é feito com a média aritmética da DOS, que reflete

o numero total de estados, enquanto a média geométrica da a distribuicao somente dos
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estados estendidos. O ciclo de ajuste do potencial quimico nao é necessario na situacao
de simetria particula-buraco, quando p esta posicionado exatamente no centro da banda,
que tem metade de seus estados ocupados.

Vamos considerar uma densidade de estados nao correlacionada com a forma semieliptica
que corresponde a rede de Bethe no limite de nimero de coordenagao infinito, pg(e) =
ﬁ\/w. Para essa rede, a equagao (2.29) pode ser integrada analiticamente
para obtermos uma funcional do tipo n(w)[G% (w)]. Além disso, a atualizacao do campo
médio dinamico pode ser feita alternativamente pela relagao n(w) = 2t2G% (w) = Vf—;G?f (w).
Ela reflete o fato de que o caminho de um elétron pela rede de Bethe nao envolve loops
(lagos), de forma que o retorno ao sitio de origem sé pode ser feito pelo mesmo sitio

vizinho de saida.

2.2.1 Condutividade

A condutividade 6ptica o(v) é uma medida eficiente das excitages eletronicas. Ela
mede a taxa de criacao de pares elétron-buraco por absorcao de fétons de frequéncia
v [47]. No limite de frequéncia nula, ela define a condutividade estatica, que mede a
resposta do sistema a um campo elétrico estatico, relacionando a intensidade da corrente
elétrica induzida com a intensidade do campo aplicado. Em um metal nao magnético, a
condutividade estatica cresce até um determinado limite quando a temperatura é levada a
zero, enquanto em isolantes ela cai como uma exponencial do tipo exp(—FEy/T'). O limite
nao nulo da condutividade em um metal quando v — 0 reflete o fato de que as fungoes
de onda dos elétrons sao estendidas no sistema, enquanto os isolantes tém portadores de
carga que devem vencer uma certa barreira de enegia F, para se moverem no sistema.
Isso significa que a distingdo mais marcante entre metais e isolantes ocorre no limite
de temperatura nula, e, por essa razao, a transicao metal-isolante é referida como uma
transicao de fase quantica [48].

O tensor condutividade, na Teoria da Resposta Linear, é dado pela férmula de Kubo
em termos da fungao de correlagdao corrente-corrente. Devido a auséncia de hopping dos
elétrons f no modelo FK, o operador de corrente refere-se somente aos elétrons c. Na
DMEFET, o célculo dessa funcao é simplificado, visto que em dimensao infinita as dificul-
dades relacionadas a conservagao de momentum desaparecem (corregoes de vértice indo
a zero) e a condutividade éptica assume a forma simples [47,49]

o(v) = o9 / de po(€) /dw ple,w) ple,w + 1) Jw) = Jw+v) , (2.30)

v

onde f(€) é a funcao de Fermi, p(e,w) é a densidade espectral de uma particula (que neste

caso coincide com a DOS local) e oy contém constantes caracteristicas do sistema (em

18



particular, hopping t).
O limite ¥ — 0 da equacgao (2.30), que dé a condutividade estatica, pode ser escrito

como

a(0) Iﬁ/dwo(d/dw [p(e; W) f(w)[1 = fw)] (2.31)

onde f = 1/T é o inverso da temperatura. Podemos obter, a partir dai, a resistividade

0=1/0(0).

2.3 Ordem magnética no modelo AFK

A “ordem magnética” no modelo FK corresponde a uma distribuicao ordenada dos
férmions iméveis em um padrao de tabuleiro de xadrez, o que favorece a ocupacao das
“casas de cor oposta” pelos férmions moveis. A solugcao DMFT, que lida com um tnico
sitio efetivo, é implementada pela divisao do sistema em duas subredes, A e B, com a
condicdo ny +ny = n/2 (A = ¢, f), pois trata-se de um ordenamento antiferromagnético
e, portanto, com spin total nulo, o que corresponde ao mesmo numero total de férmions
ce f.

A solucao do problema de tnico sitio, obviamente, ndo muda. Mas temos dois tipos

de sitios, de forma que a expressao correspondente a equagao (2.23) é

1 () (nd)
G () = i)y i/7 . 2.32
) = e @) T em e s Ut @) (2:32)

onde o indice v = A, B indica a subrede. Também podemos definir

& = [GH (W] +15(w) (2.33)

A relagao de autoconsisténcia, porém, é mais complexa. Reescrevendo a Eq. (2.29) na

forma

Gy (w) = % : (2.34)

vemos que &(w) pode ser visto como o inverso de uma funcao de Green irredutivel local,
G(w) = £ (w), que gera a funcio de Green da rede como uma série de poténcias do
hopping ou, passando para o espaco de vetores de onda, uma série de poténcias de (k).

Isso significa que na Eq. (2.34) temos

1
R R A LA A (2.35)

No caso de ordenamento AF, cada passo leva de uma subrede a outra, de modo que a
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sequeéncia é, por exemplo,

1

gA+gA€gB€gA+---:m.

(2.36)

Definindo & = /€4E€B, o lado direito da ultima equagao pode ser transformado como segue

1 & _g_B[ L 1}
Ea—€Gp - 2 [E—e E4e]

(2.37)

As duas parcelas do tltimo termo dao a mesma contribuicao dentro da integral em e,
tendo em vista que p,(e) é uma funcdo par. Entdo, podemos escrever a relagdo de auto-

consisténcia para o caso AF como

d
Girw) - & [ B

(2.38)

De forma correspondente ao procedimento ja realizado para o caso paramagnético,
obtemos a DOS local (dependente de £§) por uma relacdo semelhante a equacao (2.24),
ou seja,

1
pr(0,25) = = Tm Gy (). (2.39)

Uma dificuldade adicional surge nesse novo estudo, pois, embora a relacao n® = n/
continue globalmente valida, ela nao é localmente vélida, pois é a quebra dessa igualdade
local que gera uma magnetizagao de subrede nao nula. Portanto, a Eq. (2.21) precisa ser
usada, e duplicada, isto é, uma para cada subrede.

Um outro aspecto importante, diretamente associado ao procedimento numérico para
a obtencao de uma solucao autoconsistente, diz respeito aos nimeros de ocupacao. Por

um lado, temos a condicao
(n) + (nf) + (nh) + {nf)| = n, (2.40)

que precisa ser usada para ajustar o potencial quimico. Por outro lado, temos a condicao

de spin total nulo
(n%) + (nf) = (nh) + (nf) | (2.41)

pois estamos descrevendo um ordenamento AF.
Do ponto de vista numérico, devemos proceder com mais cuidado quando lidamos com
logaritmos. Diante disso, podemos tomar um caminho que nos leve a uma convergencia

mais confiavel e rdapida. Inicialmente escrevemos as Eqgs. (2.21) e (2.22) como

<n{>71 =14+ e{Blei—n) 432, [In (iwn —eitu—mn)—In (iwnf€i+H*U777n)ei“’n0+}}. (2.42)
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A condigao dada pela Eq. (2.41) nao é automaticamente satisfeita quando existe solugao
magnética, exceto no caso de banda semipreenchida. No caso geral, ela precisa ser imposta
através do ajuste da energia de base das particulas f. Em principio, esperariamos ter
a mesma energia local, pois os dois tipos de particulas estao representando diferentes
orientacoes de spin dos mesmos elétrons. Porém, a perda da energia cinética nas particulas
f precisa ser compensada por uma espécie de diferenca de potencial quimico py = p+0dy.

Podemos substituir a soma em frequéncias de Matsubara da funcao logaritmica por
uma integral sobre frequéncias reais. A funcao de Green tem um corte de ramificacao
no eixo real com uma mudanca de sinal na parte imagindria, acima e abaixo do corte.
Entao, as fungoes logaritmicas em (n{ ) sao analiticas acima e abaixo do eixo real ( o
tnico corte de ramificacdo estd no eixo real) e hd um comportamento do tipo 1/Z quando

|Z] — oo [30]. De uma forma geral, temos

> Fliw,)e " = —-— ¢ dzf(2)F(2), (2.43)

2mi ),

onde f(z) ¢ a distribui¢do de Fermi-Dirac. Com isso definimos (o = 0, 1)

= Yo I, 0 =)o = == dsfO e = —n(2). (24

O contorno C é deformado para C’, percorrendo paralelamente ao eixo z. Ja que existe
um corte de ramificacdo no eixo z, a integral em C” se torna a parte imaginéria da integral

de —oc0 a 0o. E assim temos

I, = 6Im /OO dwf(w)In(w —eq —n(w)). (2.45)

s
Com essas informagoes, agora podemos reescrever (2.42) como

(nf>_1 — 1 4 BE—mlo=0), (2.46)

)

O préximo passo é simplificarmos a forma como (2.45) é apresentada, onde iremos
considerar o limite atomico. Para isso, inicialmente lembremos que a forma usual da

funcao de Fermi-Dirac f(w) = (1 4+ ¢ #¥)~! pode ser reescrrita como

1d s
flw) = 3d [In (1 4+ 7). (2.47)

w

Consequentemente, (2.45) fica

I, = %Im /00 In (W — e — N(w))d[n (1 + e 7). (2.48)
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Integrando por partes, temos

[~dn/dw]

1 o
I, = ——Im/ In(1+e") (2.49)
T ) (W—ea —nw))
Mas, no limite atomico, sabemos que 7, = 0, o que nos leva a escrevermos
=1 /oo In (14 e #)Im ! (2.50)
a_ﬂ_ - (w—5a+i0+) . .
E finalmente temos
I =1n (1 + e Pe), (2.51)

De modo conveniente para abordagens numéricas, podemos reescrever (2.46) como

Iy = ! . (2.52)

 eBeoeUs =11 p(lo—18")— (I =1{") | 1

(n;

Mas In )

650 ([at,[at) o 550 n ]_ + 67 €o
ePeoello 1) = P0 exp {—ln(l gy (2.53)

E assim podemos definir a energia efetiva para o limite atomico
—Beo
fay _ 1te
E = T (2.54)
E reescrevermos (2.22) como

Ef = E/“Y L T[AL — AL (2.55)

onde AIO = ([0 — [gt) € AII = ([1 — [ilt).
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Capitulo 3

Modelo de uma banda no caso

paramagnético

A partir do hamiltoniano do modelo FK introduzido no Capitulo 1, Eq. (1.2), podemos

descrever o modelo de Anderson-Falicov-Kimball através do hamiltoniano
H:Z(ai—u) (nf+nlf)+Zti7jcgcj+Uanfnf. (3.1)
i (i,5) i

As energias locais €; s@o consideradas idénticas para os dois tipos de férmions devido a
sua correspondéncia com elétrons de spin up down ocupando os mesmos niveis locais.
Elas se comportam como variaveis aleatérias independentes, com a mesma distribuicao
de probabilidade em todos os sitios. Neste trabalho vamos considerar uma distribuicao
uniforme com largura A (e altura 1/A), de forma que este novo parametro serve como
uma medida de intensidade da desordem.

Neste trabalho, todos os resultados para o modelo de uma banda utilizarao a densi-
dade de estados nao correlacionada correspondente a rede de Bethe no limite de correlacao
infinita, mencionada no Capitulo 1, sendo que a largura de banda W sera usada como
unidade de energia. Dessa forma, todas as quantidades fisicas com dimensao de ener-
gia serao indicadas por valores puramente numeéricos, ficando implicito que esses valores
devem ser interpretados como dados em unidades da largura de banda.

Nesta etapa inicial, concentramos nossa analise somente na fase paramagnética, mas
posteriormente iremos estudar a existéncia e estabilidade de uma fase com ordem magné-

tica, mais especificamente, um ordenamento do tipo tabuleiro de xadrez.

3.1 Densidades de estados e diagramas espectrais

Para realizar uma analise detalhada do problema, resolvemos numericamente as equa-

¢oes da DMFT, obtendo densidades de estados para diversos conjuntos de valores dos
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parametros do modelo. Vamos escolher a largura de banda como unidade de energia,
fixando W = 1 no que segue. Conforme comentamos anteriormente, vamos nos res-
tringir, nesta etapa, ao caso sem ordem magnética, isto é, com invariancia translacional
(macroscépica,isto é, apds a média configuracional).

O valor mais provavel da densidade local de estados é usado para monitorar a transicao
metal-isolante mediada por correlacdo e/ou desordem. Ambos peeom (W) € Parit(w) sdo
usados para distinguir entre as partes com gap, estados localizados sem gap e estados
estendidos sem gap nos espectros. Entao, classificamos os estados em uma dada energia w
como localizados por desordem, se purit(w) > 0 € Pgeom (w) = 0; quando ambos pai(w) = 0
€ pPgeom(w) = 0, essa energia estd em um gap devido a correlagoes.

Inicialmente, apresentamos resultados ja conhecidos para a banda semipreenchida,
n = 1. Temos cinco situagoes diferentes na solugdo homogénea (Fig. 3.1), caracterizadas
pelos diferentes valores das densidades de estado parit € pPgeom NO nivel de Fermi, que
corresponde a w = 0, pois as energias de excitagao sao medidas em relacao ao potencial
quimico. Podemos identificar as fases metéalica, isolante de Mott, localizacao de Anderson
sem um gap de Mott, estados localizados no gap de Mott e localizacao de Anderson com

um gap de Mott. Essas diferentes situagoes sao caracterizadas a seguir [34]:

—_

. parit(o) 7& 07 pgeom(o) 7& 0: metal;

- Parit(0) = 0, pgeom(0) = 0, [ pgeom(w) dw # 0: isolante de Mott;

[\S)

w

- Parit(0) # 0, [ pgeom(w) dw = 0: localizagao de Anderson sem um gap de Mott;

e~

. Parit(0) # 0, pgeom(0) = 0, [ pgeom(w) dw # 0: estados localizados no gap de Mott;

t

- Parit(0) = 0, [ pgeom(w) dw = 0: localizagdo de Anderson com um gap de Mott.

Esses regimes aparecem para valores apropriados de U e A e definem as varias regioes
do diagrama de fases. De forma simplificada, um estado metalico existe para U e A
pequenos, o isolante de Mott é um estado estavel para U grande e A pequeno, enquanto
A suficientemente grande origina localizacao de Anderson. Observando ainda a Fig. 3.1,
percebemos que existem tres valores criticos para U. Baseados nestes valores, distinguimos
trés regimes diferentes, separados pelas linhas verticais tracejadas: (7) regime de interagao
fraca para 0 < U < 1/2; (ii) regime de interagao intermedidria para 1/2 < U < 1.36; e
(7i7) regime de interagao forte para U 2 1.36.

Na analise para diferentes preenchimentos de banda, descrevemos a natureza dos es-
tados de excitacao de uma particula através de diagramas de estados no planos energia-
desordem (w—A). Esses diagramas espectrais sao obtidos nos trés regimes identificados
acima, escolhendo trés intensidades especificas de interacao, U = 0.3, U =09 e U = 1.5.
Para cada um desses valores de U, construimos os diagramas espectrais a partir da analise

do comportamento das densidades de estados para diversas intensidades de desordem e
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Figura 3.1: Diagrama de fases do modelo de Anderson-Falicov-Kimball para um
elétron por sitio. L1 e L2 representam as duas tltimas situagoes (4 e 5) caracterizadas
no texto. As linhas tracejadas indicam limites entre trés regimes claramente distintos.
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Figura 3.2: Densidade de estados (DOS) para o regime de interacao fraca U = 0.3 com
n = 1.0 & esquerda (banda semipreenchida) e n = 0.6 a direita. A linha em vermelho,
continua, representa a DOS sem desordem. A linha verde é obtida com média aritmética,
enquanto a linha azul com média geométrica; ambas com desordem A = 1.0. A linha
vertical tracejada indica o nivel de Fermi

concentragoes eletronicas diferentes, que vao de p = 0.1 a p = 0.5 (correspondendo a
valores da concentragao n entre 0.2 e 1.0).

Para o primeiro regime, onde a intera¢ao é pouco intensa (U = 0.3), apresentamos as
densidades de estado no caso sem desordem e com A = 1.0 (Fig. 3.2), ambos com médias
aritmética e geométrica; naturalmente, quando o sistema nao esta sujeito a desordem,
nao hé diferenca entre os resultados apresentados por ambas as médias. Nessa figura
podemos observar que a interacao ainda nao é o suficiente para provocar a abertura de
um gap de correlagdo (Mott); notamos apenas uma pequena depressao no nivel de Fermi
(indicado pela linha vertical tracejada em w = 0) para o sistema sem desordem com
a banda semipreenchida (gréfico a esquerda). Para a densidade de estados com média
aritmética podemos notar o aumento da largura de banda, o que nao acontece para a média

geométrica; esta mostrando que ha um estreitamento do espectro de estados estendidos,
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Figura 3.3: Diagrama espectral para U = 0.3, com n = 1.0 (esquerda) e n = 0.2
(direita). As linhas cheias delimitam a banda, enquanto as linhas tracejadas separam
as regides onde os estados estendidos ou localizados (posigoes das bordas de mobilidade

em funcao da desordem).

com os estados das bordas de mobilidade tornando-se localizados. Uma analise da area
de cada densidade de estados mostra que a area se conserva para a média aritmética,
consistente com a conservagao do numero total de estados, mas se reduz para a média
geométrica, refletindo a reducao do nimero de estados estendidos. Observamos que as
areas para a média geométrica sao diferentes para a mesma intensidade de desordem
em diferentes concentracoes, indicando que a localizacao de Anderson ocorrera a valores
distintos de A para diferentes valores de n. Observamos, ainda, a quebra de simetria
particula-buraco e consequente deslocamento do potencial quimico (nivel de Fermi em
w = 0) em diregao a borda da banda com a redugado da concentragao eletronica.

A partir dos valores de w para p(w) = 0, podemos construir o diagrama espectral,
como visto na figura (3.3); esse tipo de diagrama mostra as regioes espectrais onde existem
estados localizados ou estendidos na banda. Nos dois graficos dessa figura, observamos os
deslocamentos das bordas de banda, determinadas na DMFT com média aritmética (curva
continua em preto), e os deslocamentos das bordas de mobilidade, determinadas na DMFT
com média geométrica (curva pontilhada em azul). Seguindo a linha tracejada que marca
o nivel de Fermi vemos que, com a intensificacao da desordem, alcancamos a localizagao de
Anderson quando cruzamos o limite entre estados estendidos e localizados. Além disso,
esse aumento da desordem mostra uma caracteristica imediatamente observada nesses
diagramas que é o aumento da largura da banda.

Como mencionado anteriormente, nao ha nenhum gap de Mott nesse regime. E clara a
deformacao do diagrama espectral causada pela diferenca de concentragao, como podemos
constatar ao compararmos os dois exemplos, pois apenas o caso n = 1.0 apresenta simetria
particula-buraco. O diagrama espectral para banda semipreenchida é qualitativamente
similar ao modelo sem interagao [46], o que indica que a correlagdo neste regime tem um

papel pouco significativo.
No regime de interacao intermediaria, exemplificado por U = 0.9, onde , a exemplo
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Figura 3.5: Diagramas espectrais para U = 0.9, com n = 0.60 e n = 0.20.

da Fig. 3.2, analisamos a evolucao da densidade de estados com média aritmética e
geométrica para as concentragoes n = 1.0 e n = 0.6, e agora comparamos a DOS sem
desordem com a DOS do sistema sujeito a uma desordem A = 0.8. J4 podemos observar
a abertura de um gap na densidade de estados, como mostrado na Fig. 3.4. Esse gap
vai se reduzindo com o aumento de desordem e é fechado rapidamente a um valor de
A ~ 0.8. Neste exemplo, também observamos a perda da simetria particula-buraco para
n # 1.0. Além disso, é importante ressaltar que, embora exista um gap de correlagao, o
nivel de Fermi estd fora dele. Comparando as curvas para as duas médias, notamos que o
gap se fecha primeiro com média aritmética, implicando que o gap observado com média
geométrica é preenchido com estados localizados.

Na Fig. 3.5 podemos observar dois diagramas espectrais para o regime intermediério de
interagao, referentes a n = 0.6 e n = 0.2. O diagrama de maior densidade eletronica tem
topologia semelhante ao caso da banda meio-cheia, tendo como diferenca essencialmente a
inexisténcia da simetria particula-buraco unicamente presente quando n = 1.0. Além das
caracteristicas ja apontadas nos diagramas anteriores, a baixas intensidades de desordem

podemos observar no diagrama para n = 0.6 a existéncia de um gap de Mott, separado
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Figura 3.6: Densidade de estados para U = 1.5 com n = 1.00. A média geométrica
mostra as duas sub-bandas de Hubbard, cujo peso espectral se reduz com o aumento
da desordem, enquanto a média aritmética mostra o prenchimento do gap de Mott com
estados localizados com o acréscimo de desordem .

dos estados estendidos por uma pequena regiao de estados localizados.

Para o caso de simetria particula-buraco, o aumento progressivo da desordem provoca
eventualmente o fechamento do gap de Mott, com o nivel de Fermi passando por uma
pequena regiao de estados localizados (isolante de Anderson) e na sequencia ficando em
uma regiao de estados estendidos (fase metdlica), até que, para desordem ainda mais
intensa, ocorra a localizagao de Anderson. Com n # 1.0, aqui fica evidente a auséncia
da transicao metal-isolante tipo Mott, embora exista um gap de correlagao no espectro.
Além disso, verificamos alteracoes interessantes das bordas de mobilidade a medida que a
concentracao se reduz. Porém, observando o que acontece no nivel de Fermi, verificamos
que a Unica transicao que ocorre € a localizacao de Anderson, a um valor suficientemente
grande de A. Para n = 0.2, vemos ainda que o nivel de Fermi se encontra bastante
proximo da borda inferior da banda, refletindo o baixo nimero de portadores de carga.

Para o regime de interagao forte , U = 1.5, com n = 1.0, a Fig. 3.6 mostra a existéncia
de duas sub-bandas de Hubbard. A média aritmética indica o preenchimento do gap
de Mott com estados localizados para desordem mais intensa, ja com respeito a DOS
geométrica, € interessante observarmos que o efeito de desordem nessas sub-bandas é o
de uma reducgao progressiva do seu peso espectral, até que, para valores suficientemente
altos de A, deixem de existir estados estendidos.

No diagrama de fases para n = 1.0 (Fig. 3.1), vimos que no regime de interagao forte
temos somente um tipo de transicao, correspondente a passagem de um isolante de Mott a
um isolante de Anderson, ou seja, nesse regime nao temos uma fase metalica. Observando
o diagrama espectral para U = 1.5 e n = 1.0, mostrado na Fig. 3.7, temos a confirmacao
desse comportamento. Nele observamos que o nivel de Fermi se localiza no centro de
um gap bastante pronunciado, se estendendo até desordens mais intensas (por volta de

A = 1.4) e desaparecendo em uma regiao espectral que s6 contém estados localizados. J&
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Figura 3.7: Diagramas espectrais no regime de interagao forte, U = 1.5, paran = 1.00
(esquerda) e n = 0.20 (direita).

para o caso n = 0.2 (também apresentado na Fig. 3.7), embora a topologia do gap seja
semelhante, o nivel de Fermi estd bem abaixo dele, ocorrendo a passagem direta de um

estado metalico para um isolante de Anderson quando a desordem cresce.

3.2 Diagramas de fases

Coletando os diversos resultados obtidos pela anélise das densidades de estados, pode-
mos construir diagramas de fases semelhantes ao da Fig. 3.1, onde variamos U e A para
diferentes preenchimentos de banda, como sao mostrados na Fig. 3.8.

Como ja mencionamos no momento de discussao da Fig. 3.1, as linhas para cada n
correspondem a um valor de A em que, no nivel de Fermi, se cruza a borda de mobilidade
(limite entre estados estendidos e localizados) no diagrama espectral para cada U. A
Unica exce¢ao é o ponto em U = 0.5 e A =0 com n = 1, no qual a transicao é uma MIT
de Mott. Para todos os outros preenchimentos de banda, como pode ser visto na Fig. 3.8
a fase isolante de Mott nao existe. Contudo, a MIT de Anderson é claramente afetada
pela correlagao. Obviamente, esse efeito é mais intenso perto do semipreenchimento e
tende a desaparecer quando a densidade de elétrons se torna muito baixa.

Em densidades eletronicas nao muito distantes de n = 1, podemos ver que o estado
metalico onde a desordem é baixa sofre uma rapida supressao com o aumento de A. Nesse
regime correlacionado de localizagdo de Anderson, o nivel de Fermi se encontra em uma
regiao de estados localizados proximos a um gap de correlagao. Com uma maior desordem,
vemos uma reentrancia em um estado metélico, agora muito menos correlacionado (como
veremos no estudo de condutividade), o qual é finalmente suprimido em uma regiao de
intensa desordem, onde o estado normal de Anderson esta presente. Num regime de baixa
densidade eletronica, a curva que delimita a MIT vai se modificando a ponto de aproximar-
se de uma reta paralela ao eixo de interacao, ou seja, um valor critico de desordem onde

terfamos a localizagao de Anderson em um sistema nao interagente.
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Figura 3.8: Diagramas de fases do modelo de Anderson-Falicov-Kimball para
varias concentragoes. A fase isolante de Mott existe somente para o caso de banda
semipreenchida.

A presenca de desordem em um sistema metélico, como vimos, pode levar a localizagao
espacial dos estados eletronicos proximos ao nivel de Fermi (transigdo de Anderson) e,
entao, obtemos um estado isolante. Apds essa transigao, a condutividade DC (em tem-

peratura nula) vai a zero, apesar de ainda existir uma DOS finita no nivel de Fermi.

3.3 Condutividade dinamica

As caracteristicas que observamos nos diagramas espectrais devem reaparecer em
analises de condutivicade optica, assim é interessante estudarmos essa quantidade em
detalhes.

Na Fig. 3.9, temos alguns resultados de condutividade éptica para o regime de in-
teracao fraca. Apresentamos dois graficos, onde temos curvas para diversas intensidades
de desordem. O comportamento é essencialmente o esperado para um condutor, mas o
pico de baixa frequéncia é progressivamente reduzido com o aumento da desordem e even-
tualmente desaparece quando ocorre a localizacao de Anderson, onde todos os estados
se tornam localizados e a condutividade vai a zero. Embora o caso sem desordem seja o
mais proximo de um metal normal, rigorosamente nao temos um liquido de Fermi, como
podemos ver pelo inset do primeiro grafico, onde existe uma aproximagao a um limite
finito para T" — 0. Isto é consistente com o fato de termos uma interacao nao nula e

estarmos tratando com o modelo FK, ou seja, sem a presenca de processos de spin-flip.
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Figura 3.9: Condutividade em funcao da frequéncia para U = 0.3 e diversos valores
de A. No gréfico superior n = 1.0, enquanto no gréfico inferior n = 0.2. O inset mostra
em detalhes o limite de baixa frequéncia e o processo de ativagdo térmica.
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Figura 3.10: Condutividade éptica para U = 0.9, n = 0.2 e T = 0.0. Além do
comportamento tipo Drude, uma condutividade finita surge na regiao de alta frequéncia
que vai a zero com uma desordem baixa.

Ainda analisando o inset da Fig. 3.9, onde utilizamos trés temperaturas (7' = 0, 0.05
e 0.1), constatamos que hd um processo de ativagdo térmica, causando um ganho de
condutividade com v — 0; Essa ativacao é devida a existéncia de uma depressao na DOS
no nivel de Fermi, visivel na Fig. 3.2.

No regime intermediério de interacao, as caracteristicas de baixa densidade permanecem
as mesmas, em diferentes escalas, mostrando um comportamento “quase Drude”, exceto
pelo surgimento de um lobulo na regiao de altas frequéncias em correspondéncia a sub-
banda superior de Hubbard, em concordancia com os diagramas vistos nas Fig. 3.5 e 3.7;
assim, temos a presenca de um gap de correlagao e essa pequena regiao de condutivi-
dade finita em alta frequéncia, devido a existéncia de estados estendidos acima desse gap,
que rapidamente vai a zero com o aumento da desordem, como podemos constatar ao
observarmos a Fig. 3.10. Em decorréncia da localizacao de Anderson, o pico de baixa
frequéncia vai a zero quando a desordem ¢é intensa o suficiente.

Remetemo-nos agora as informacoes fornecidas pelo diagrama de fases referente ao
caso onde a banda se encontra meio-cheia (Fig. 3.1). Como constatamos, hd uma fase
isolante de Mott que se estende a partir de interagoes intermediarias (U = 0.5). E
ainda, de acordo com com aquele diagrama, existe um gap ~ 0.3 para U = 0.9. Assim,
esperamos que a condutividade mostre uma caracteristica de isolante, ou seja, o(v) = 0.0
em algum intervalo de frequéncia, o que podemos confirmar no grafico da Fig. 3.11.
Nesta figura notamos a presenca de um gap para desordem fraca e o estabelecimento
de um regime metélico para desordem intermedidria. Esse regime permanece, mas com
uma condutividade que se reduz significativamente quando a intensidade da desordem se
aproxima do limite para localizacao de Anderson e, naturalmente, indo a zero. Para esse
caso, a sequéncia de estados, do isolante de Mott para metal e entao isolante de Anderson,

pode ser seguido ao longo de uma linha vertical em U = 0.9 no diagrama da Fig. 3.1.
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Figura 3.11: Condutividade 6ptica para o regime intermediario de interagao (U = 0.9)
com banda meio-cheia. O gap de Mott é visivel para desordem fraca, mas um comporta-
mento metélico é recuperado para um certo intervalo de valores de A (comportamento
representado por A = 1.0).

Para o regime de interacao forte (U = 1.5), sdo observados comportamentos similares
ao segundo regime de interagao, exceto pelo fato de que os valores de condutividade
sao menores, principlamente a baixas frequéncias. No caso de banda meio-cheia, devido a
maior extensao do gap, devemos nos atentar aos efeitos de temperatuda na condutividade.
E pertinente ressaltarmos que este efeito provém essencialmente das funcoes de Fermi
que aparecem nas equagoes (2.30) e (2.31). As fungoes espectrais nao sao afetadas pela
temperatura, exceto por um deslocamento pouco significativo do potencial quimico, o
que nao ocorre quando a banda estda meio-cheia devido a simetria particula-buraco. O
efeito que mais nos chama a atencgao esta relacionado ao efeito térmico na condutividade
éptica, ocorrendo para um tipico isolante de Mott, como mostramos na figura (3.12) para
U=15en =1.0. O efeito de temperatura é o de “ligar” a condutividade no gap de
Mott. Obviamente, esse efeito depende da temperatura e do tamanho do gap. Para esse
caso onde a interagao é forte, a temperatura necessaria para ocorrer tal processo é alta a

ponto de se tornar nao fisica.

3.4 Condutividade estatica

Apresentamos, aqui, uma anélise sucinta do comportamento da condutividade estatica
em funcao da temperatura para o modelo que estamos estudando, considerando ainda

os efeitos do grau de desordem. Como vimos na equagao (2.31), a dependéncia com a
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Figura 3.12: Efeito de temperatura na condutividade éptica para U =1.5en=1. A
uma temperatura suficientemente alta ha uma condutividade nao nula no gap de Mott.

temperatura estd relacionada ao fator § = 1/T e a funcao de Fermi.

Podemos visualizar alguns resultados para a condutividade estatica em funcao da
temperatura para U = 0.3 e n = 1.0 na Fig 3.13, onde usamos varias intensidades de de-
sordem. Para os trés tultimos valores de A, observamos um comportamento praticamente
constante no intervalo de temperatura considerado (no maximo uma ordem de grandeza
menor do que a largura de banda). Observamos um comportamento levemente diferenci-
ado para os resultados com A = 0.0 e A = 0.2. Isso se deve ao fato de que nesse regime
de interagao, com pouca ou nenhuma desordem, a ja mencionada depressao na DOS no
centro da banda (observemos a Fig. 3.2), causando esse pequeno ganho de condutividade
por ativacao térmica.

De fato, fazemos uma melhor visualizagao dos efeitos de temperatura em um intervalo
razoavel obtidos da condutividade estatica. Um caso que ilustra bem isso é mostrado na
Fig. 3.14, onde U = 0.9 e n = 1.0, para véarias intensidades de desordem. Nesse regime
intermediario de interagao temos resultados bem diferenciados do caso anterior. Isso é
natural, pois agora temos a presenca de um gap que se reflete no comportamento da con-
dutividade estética para desordens mais baixas (entre A = 0.0 e A = 0.8). Nesse estado
de Mott, o valor de o(7T') cresce com o aumento da temperatura. Mas esse comportamento
muda para um estado metalico com o aumento da desordem. Como um tultimo regime,
temos com que a progressao desse aumento causa uma reducao da condutividade, levando
a uma intensidade nula na localizacao de Anderson. Mesmo restrita a um valor especifico
de interacao e preenchimento de banda, a Fig. 3.14 contém os dois tipos de comporta-
mento observados nos outros casos estudados. Para U = 0.3 observamos somente um
comportamento metdlico, enquanto para U = 1.5 o comportamento é sempre isolante, do

tipo ativado termicamente.
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Figura 3.13: Condutividade estatica em funcao da temperatura para o primeiro regime
de interagao e n = 1.0, com diversos valores de A. O comportamento é o de um condutor.
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Figura 3.14: Condutividade estatica em funcao da temperatura para U = 0.9, n = 1.0
e desordens de A = 0.0 a A = 1.7. A condutividade termicamente ativada na regiao
isolante evolui para um estado metalico com o aumento de desordem.
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Figura 3.15: Resistividade em funcdo de T2 na regido de baixa temperatura para o
caso do estado metélico induzido por desordem. A linha tracejada é apenas um guia
para visualizar o comportamento inicial tipo liquido de Fermi.

Chamamos agora a atencao para o fato de que plotar a resistividade o(7') = 1/0(T)
nos permite notar uma dependéncia com 72 a temperaturas muito baixas, como pode-
mos observar na Fig. 3.15, indicando que o regime metélico induzido por desordem ¢ de
natureza do tipo liquido de Fermi. Porém, nao é isso o que acontece num sistema sem
desordem, quando um estado metélico existe a baixa interagao, como ja observamos na
condutividade 6ptica para U = 0.3. E importante ressaltarmos que os regimes metdlicos
e isolantes observados através da condutividade (estdtica ou dinamica) sdo consistentes

com os regimes que podem ser visualizados nos respectivos diagramas de fases da Fig. 3.8.
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Capitulo 4

Modelo de uma banda com ordem

magnética

Passamos agora a estudar a fase “magnética” do modelo Falicov-Kimball, procurando
abordar nao somente os efeitos de desordem, ja estudados para banda semipreenchida
[34], mas principalmente a combinacao desses efeitos com os advindos de variagoes na
concentracao eletronica. E conhecido o fato de que o estado paramagnético no modelo
de Hubbard para uma banda semipreenchida e sem desordem é instavel frente a um
ordenamento antiferromagnético para qualquer valor nao nulo de U. Essa instabilidade é
observada no modelo FK e permanece na presenca de desordem, mas somente abaixo de
um A critico que é func¢ao de U [34]. Portanto, torna-se interessante estudarmos como se

altera esse comportamento fora da condicao n = 1.

4.1 Densidade de estados na fase magnética

Como agora temos uma fungao de Green para cada subrede, naturalmente devemos
obter a DOS correspondente a cada uma delas. Considerando que ha a possibilidade de
obtermos ordem magnética, esperamos que a forma como a DOS se apresenta seja distinta
das que obtivemos até entao.

Na Fig. 4.1 temos um exemplo de DOS para um sistema que apresenta ordem magnéti-
ca em duas situacoes proximas: em ambos os casos temos n = 1 e auséncia de desordem,
mas existe uma pequena diferenca nos valores da interacao coulombiana U. Fazemos
ainda uma comparagao entre os casos PM e AF, sendo que a solucao PM (que nao é
a solugao estdvel para os parametros escolhidos) é obtida pelo procedimento empregado
no Capftulo 3, isto é, impondo-se a condi¢ao (nf) = (n°) = n/2. A diferenca entre os
dois casos é mais visivel na solucao PM, pois temos um isolante de Mott para U = 0.6
e um metal para U = 0.4. Essa MIT observada entre os dois casos (U = 0.4 e U = 0.6)

é facilmente identificada no diagrama de fases para a banda semipreenchida (Fig. 3.1),
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Figura 4.1: Densidade de estados para n = 1.0 e sem desordem (A = 0.0), com
U = 04 (esquerda) e U = 0.6 (direita). A linha vertical tracejada indica o nivel
de Fermi, mostrando que temos um isolante para o caso AF, enquanto a solucao PM
mostra a passagem por uma transicao metal-isolante de Mott.

onde ha uma transicao de fases em U = 0.5 para A = 0.0. A DOS na solucao AF mostra
essencialmente o mesmo comportamento, com a abertura de um gap no nivel de Fermi
devido ao ordenamento magnético. As designacoes up e down na figura sao arbitrarias,
correspondendo as densidades de estado para as subredes A e B. Como estamos tratando
do caso de banda semi-preenchida, observamos a simetria em relagao ao nivel de Fermi,
identificado na figura pela linha vertical tracejada.

Para exemplificar os efeitos de dopagem e desordem, na Fig. 4.2 vemos a densidade
de estados para um sistema com interacao U = 1.8, densidade n = 0.95 e trés valores de
amplitude de desordem, A = 0.5, 1.0 e 1.5. O efeito de densidade é similar ao que foi
visto no caso paramagnético, especialmente no que diz respeito ao reposicionamento do
nivel de Fermi. Assim, o sistema passa a apresentar um carater metalico, ou seja, temos
um metal antiferromagnético ao sairmos do semipreenchimento. Porém, o aumento da
desordem reduz rapidamente a média geométrica da DOS, que reflete a distribuicao de
estados estendidos, fazendo com que o sitema se torne um isolante de Anderson com
ordem magnética. Também podemos notar que a intensidade da polarizacao magnética
(diferenca entre as densidades de estados das duas sub-redes) também é reduzida com o
aumento da desordem. Esse efeito é amplificado pelo aumento da dopagem, que também
tende a desestabilizar a ordem magnética.

Esse tipo de comportamento se repete para outras escolhas de parametros, em maior
ou menor intensidade, podendo levar a estados com ou sem ordem magnética, com carater
isolante ou metélico. Realizamos uma analise sistemética do comportamento da DOS var-
iando U, A e n, o que levou a determinagao de diagramas de fases que serao apresentados
adiante. Outras informagoes sobre a fase ordenada, incluindo o efeito da temperatura,
podem ser obtidas através da magnetizagao de subrede, que analisaremos na préxima

secao.
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Figura 4.2: Densidade de estados para n = 0.95, U = 1.8 e trés valores de A, em
sequéncia crescente de cima para baixo. Observamos a passagem de um estado metélico
para um isolante de Anderson, mantendo o cardter magnético.
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4.2 Magnetizacao em funcao da temperatura

A fase com ordem magnética é caracterizada por uma diferenca nos ntimeros médios
de ocupacao de cada tipo de particula entre uma subrede e a outra. A magnetizacao
de subrede propriamente dita deveria ser o mdédulo da diferenca entre os nimeros de

1

ocupagdo f e ¢ nos sitios de uma dada subrede, ou seja, 3[(n°)4 — (nf)4l, onde o fator

% vem do spin dos elétrons. Por outro lado, o parametro de ordem caracteristico do
ordenamento chessboard no modelo FK envolve a diferenca de ocupacao f entre as duas
subredes, que é igual a 1 no caso n = 1 (sitios vizinhos alternadamente ocupados e nao
ocupados por particulas f). Considerando a mobilidade das particulas ¢, optamos por
definir a “magnetizagao”

M = 2 |0)a— nf)s] (4.1)

que satura no valor “classico” n/2 da magnetizacao de subrede.

Veremos aqui quais os efeitos na magnetizagao provenientes da desordem e densidade
de particulas, mas também incluindo a variacao da temperatura, com o intuito de encon-
tramos a temperatura na qual a magnetizacao vai a zero, ocorrendo a transicao AF —
PM, ou seja, a temperatura de Néel Thy.

A Fig. 4.3 apresenta curvas de magnetizacao em funcao da temperatura para n = 1,
intensidade de interagao U = 1.0 e valores do parametro de medida da desordem que
variam de A = 0.0 a A = 0.7. Uma primeira caracteristica que observamos ¢é a redugao
de Ty com o aumento da desordem. Assim, espera-se que para um certo valor de A haja
uma transicao AF — PM com Ty = 0.0. Um outro efeito observado é que a magnetizagao
deixa de saturar no valor maximo M = n/2 quando a desordem é suficientemente alta, o

que ocorre para A = (0.7 na figura.

0 0.01 0.02 \ 0.03
T Ty

Figura 4.3: Efeito da desordem na magnetizacao versus temperatura para a banda
semipreenchida e U = 1.0
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Figura 4.4: Reducgao progressiva de Ty por causas distintas. A esquerda variamos a
desordem com U = 0.7 e n = 0.9, enquanto a direita variamos n, mantendo A = 0.0 e

U =1.0.

Os efeitos de variagao da dopagem e da desordem sobre as curvas de magnetizacao em
funcao da temperatura sao exemplificados na Fig. 4.4. Para um U fixo em cada caso, a
figura mostra o comportamento das curvas M vs. T' em funcao do aumento progressivo da
desordem com n fixo (esquerda) ou redugao progressiva da densidade com desordem fixa
(direita). Em ambos os casos verfica-se a reducao de Ty, assim como da magnetizagao de

saturacao. O papel da interacao coulombiana sera analisado em maior detalhe a seguir.

4.3 Diagramas de fases

Das curvas de magnetizagao, podemos extrair os valores de Ty a fim de construirmos
diagramas de fases, analisando o comportamento da temperatura de Néel em funcao da
interacao, desordem e concentracao de portadores de carga.

Como podemos ver na Fig. 4.5, na auséncia de desordem, T (U) cresce rapidamente
na regiao de baixa interacao, partindo de U = 0.0, até alcancar um valor maximo. A
partir desse maximo, inicia-se uma curva decrescente menos acentuada, assemelhando-se
ao comportamento tipo Heisenberg (T ~ J = ¢?/U) para interagoes mais intensas. Para
A > 0, o comportamento é similar, porém com valores e posi¢oes distintas do maximo de
Ty, além de apresentar valores criticos U. > 0 em Ty = 0, crescentes com A. Também
observamos que a temperatura de Néel passa a nao depender da desordem no regime de
interacao forte, tendo em vista que a natureza da desordem considerada aqui nao afeta o
hopping e, portanto, nao afeta a interacao de troca entre spins localizados nesse regime.

E possivel analisarmos o efeito da variacdo de concentracio eletronica sobre Ty (U)
como visto na Fig. 4.6, na auséncia de desordem. E marcante a influéncia da densidade
de particulas, fazendo com que a fase AF torne-se cada vez menos presente no diagrama.
Notamos ainda que nao somente a desordem faz surgirem os valores de U, j& mencionados

(pelo lado esquerdo) mas também passa a existir um segundo valor critico de interagao,
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Figura 4.5: Temperatura de Néel em funcao da interagdo coulombiana para o caso
n = 1, variando a intensidade da desordem. Abaixo das linhas temos uma fase antifer-
romagnética. Quando A > 0, temos que U, > 0. Para um regime de grande correlacao,
a desordem passa a nao fazer efeito.

como podemos constatar para as concentracoes n = 0.80 e n = 0.78. Com isso, o com-
portamente observado para dopagem nula ou muito baixa nao é preservado, ja que nao
ha mais a tendéncia ao clean-limit de spins localizados.

Os resultados mostrados nas figuras anteriores podem ser reorganizados de uma forma
que evidencie a variacao de Ty em fungao da dopagem. Na Fig. 4.7, mantemos fixo o
valor de interagao coulombiana em U = 0.5 e incluimos o papel da desordem, destacando
trés valores de A. As linhas representam a transicao entre as fases AF e PM, sendo que
a regiao abaixo de cada curva corresponde a uma fase AF. Fica claro que a desordem faz
diminuir os valores de T e consequentemente a fase AF torna-se cada vez menos presente.
Podemos criar o mesmo tipo de grafico, porém com A = 0 e onde variamos U; trata-se da
figura (4.8), para a qual chamamos a atengao para a linha n = 1.0 a fim de analisarmos
a comportamento de Tyy. Os dados referentes a essa analise em especifico estao dispostos
na linha vermelha da figura (4.5).

Para reunir todas as informacoes coletadas até entao, a respeito do comportamento
magnético, podemos gerar diagramas de fases A vs. U para diferentes densidades. Como
ja mencionamos anteriormente, quando existe a solucao antiferromagnética, ela é estavel
frente a paramagnética. Assim, sobre os diagramas de fases paramagnéticos, discutidos
no Capitulo 3, superpomos a curva referente aos valores de A e U em que Ty — 0,
obtendo assim um diagrama de fases magnético. Utilizamos ainda quatro valores tipicos
da densidade de particulas, n = 1.00, 0.95, 0.90 e 0.80, gerando os diagramas de fases

mostrados na Fig. 4.9.
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Figura 4.6: Ty em funcdo de U para A = 0 e n < 1.0. Surge um segundo valor
critico de interacao pela direita, com a fase AF tornando-se cada vez menos presente no
diagrama com a reducao de n.

0.03 . .

0.02

0.01

Figura 4.7: Temperatura de Néel vs. concentracao para U = 0.5 e desordens A = 0,
A =0.1 e A =0.3. As linhas representam a transicdo entre as fases AF e PM, sendo
que a regiao abaixo de cada curva corresponde a uma fase AF.
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Figura 4.8: T(n) vs. n na auséncia de desordem, onde incuimos o efeito da interagao,
destacando varios valores de U no intervalo 0.2 < U < 0.9.

Como podemos observar no grafico superior esquerdo da Fig. 4.9, para n = 1 h& uma
riqueza de informacoes que devemos apresentar mais detalhadamente. A fase magnética
é separada da nao magnética pela linha azul continua, na qual A aumenta com U. Vemos
que a curva de Mott (azul pontilhada) ainda estd presente, porém inteiramente dentro da
regiao AF. Assim, teremos uma transicao de uma fase magnética tipo isolante de Mott
para uma fase magnética tipo isolante de Anderson. A regiao referente ao isolante de
Anderson permanece a mesma que no caso paramagnético, porém temos agora uma parte
onde tal isolante é magnético, como mostrado na figura. Notamos ainda a regiao destacada
em cinza, onde ha uma intersecgao entre a curva referente ao caso paramagnético metalico
e a curva da fase magnética. Vemos que em tal regiao ha uma linha tracejada em preto,
representando uma MIT. Acima dessa curva, temos um metal magnético, enquanto abaixo
dela temos um isolante magnético em uma regiao onde nao hd um gap de Mott. O gap
é aberto no nivel de Fermi pelo estabelecimento da ordem magnética, que provoca uma
reconstrucao da superficie de Fermi. Em muitos sistemas isso é associado a um efeito de
nesting da superficie de Fermi, o que explica o ordenamento para qualquer valor nao nulo
de U.

Quando diminuimos a concentracao, temos uma menor complexidade do diagrama de
fases em relacao ao da banda semipreenchida. Para n = 0.95, notamos que ainda hd uma
interseccao de areas, destacada em cinza. Porém, como no caso paramagnético, temos a
auséncia de gap de Mott, de forma que a curva que limitava a fase metalica, como vista
na Fig. 3.8, permanece a mesma. Assim, a unica diferenca é que agora temos dois tipos
de metal, um com ordem e outro sem ordem magnética. De forma semelhante, temos um

isolante de Anderson magnético e outro paramagnético.
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Figura 4.9: Diagramas de fases magnéticos para quatro concentragoes: n = 1.00, 0.95,
0.90 e 0.80. Dependendo do conjunto de parametros, podemos ter isolantes por efeito de
correlacao (Mott), por localizagdo (Anderson) e por efeito do ordenamento magnético
(“nesting”), além das fases metdlicas paramagnética e antiferromagnética.

Ja para n = 0.90, notamos que os limites das regioes magnética e metalica nao tém
mais intersecgdo, o mesmo ocorrendo para n = 0.80. Assim, a fase magnética vai se
tornando cada vez menos presente no diagrama, chegando a se tornar inexistente para
valores pouco menores que n = 0.80. A partir dai voltamos aos diagramas de fases obtidos
para o caso paramagnético (Fig. 3.8).

Concluindo esta parte do nosso estudo, gostariamos de comentar que o comportamento
de Ty, tanto com a dopagem quanto com a desordem, é observado em sistemas reais. Por
exemplo, o diagrama de fases dos cupratos supercondutores de alta temperatura critica,
reproduzido na Fig. 1.6, mostra o decréscimo de T na regiao de baixa dopagem, antes
do aparecimento de um “domo supercondutor” em dopagens intermediarias. A nossa
abordagem nao contempla uma solucao supercondutora. Entretanto, podemos apresentar
a variagao com a dopagem e a desordem de uma medida da “metalicidade” do sistema,
representada pelo valor da densidade de estados estendidos no nivel de Fermi. Reunindo as
duas informacoes, podemos apresentar um “diagrama de fases” qualitativo como mostrado
na Fig. 4.10, que apresenta a mesma estrutura dos diagramas experimentais. Nessa figura,
o eixo horizontal nao indica a densidade eletronica n, mas sim on = 1 — n, que mede a

“dopagem” (no caso, com buracos) a partir da banda semipreenchida. Embora nao te-
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Figura 4.10: Diagrama de fases qualitativo com “domo supercondutor”, enfatizando
a regiao de presenca de estados estendidos no nivel de Fermi

nhamos uma solucao supercondutora, é razoavel supor que existe uma correlacao entre
o valor da DOS no nivel de Fermi e a temperatura critica supercondutora, ja que existe

uma relacao explicita entre essas duas quantidades se a supercondutividade é do tipo

BCS [36,37).
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Capitulo 5

Modelo de trées bandas

Apoés o término das duas etapas anteriores, estamos aptos a desenvolver toda a metodolo-
gia para o modelo de trés bandas. Para os materiais ceramicos supercondutores, sob a
via experimental, muito se tem conseguido obter, mas do ponto de vista tedrico é enorme
o desafio para descrever tais materiais [?,38]. Mesmo no estado normal, tem sido bas-
tante complicado descrever sua estrutura eletronica. Uma caracteristica marcante dos
HTSC (High-Temperature Superconductors) é a presenga de planos formados por 6xido
de cobre (CuOs), sendo estes os responsaveis pelo comportamento supercondutor no ma-
terial [35,39,40,42,44]. Esses planos podem ser modelados por uma rede quadrada, sendo
que a presenca de trés atomos por célula primitiva leva a um modelo de Hubbard de trés
bandas [35], ja referido rapidamente no Capitulo 1.

Cabe observarmos que a unidade de energia, neste capitulo, serd o valor do hopping
t entre vizinhos na rede. No modelo de trés bandas nao existe um scaling desse hopping
com a dimensao espacial, como no caso de uma banda, o que significa que a solugao
DMEFT é uma aproximagao em qualquer dimensao.

Com o modelo sem desordem [41], foi obtido o diagrama de fases mostrado na Fig. 5.1,
onde podemos ver a variacao da temperatura de Néel T em funcao de n, sendo quen > 1
corresponde a dopagem com buracos e n < 1 com elétrons. Nesse diagrama, podemos
notar que a temperatura de Néel maxima ocorre com dopagem nula (n = 1.0). Em
um diagrama experimental (Fig. 1.6), a regiao delimitada pela fase antiferromagnética
nao apresenta a continuidade em n = 1.0 observada na Fig. 5.1. Isso acontece porque
as dopagens com buracos ou elétrons sao feitas a partir de compostos diferentes, que
apresentam, obviamente, temperaturas de Néel distintas. A expectativa mais natural
¢ que a desordem altere a extensao do diagrama em dopagem, além do valor maximo
de Tyx. Também serd interessante observarmos as alteragoes da densidade de estados,
exemplificada para o caso sem desordem e com dopagem nula na Fig. 5.2, retirada da
referéncia [41].

Conforme comentamos no Capitulo 1, podemos escrever a versao Falicov-Kimbal do
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Figura 5.1: Diagrama de fases mostrando T em fungao da concentragao n de buracos
(n > 1.0) ou elétrons (n < 1.0) para U = 7.2¢ (linha continua), que é realista, e U = 2.8t
(linha tracejada), que maximiza Ty . Figura da referéncia [41].

modelo de Hubbard de trés bandas (na representagao de buracos) como

H=c¢q Z(n‘j +nl)+ E; anf + Uannzf - tZ(djpj +p;rdi). (5.1)
i i i (ij)

Os orbitais d (d,2_,2) do cobre estdo centrados nos sitios de uma rede quadrada 2D,
enquanto os orbitais p do oxigénio ( p, ou p,) estdo centrados entre os sitios de cobre.
Na verdade, o modelo é efetivamente de duas bandas, tendo em vista que podem ser
consideradas duas combinacoes lineares ortogonais dos orbitais p, e p,, sendo que uma
delas nao tem hibridizacao com os orbitais d do cobre, permanecendo como uma “banda”
de largura zero. A energia de referéncia é €, = 0, e com isso nés temos ¢4 = —Ecr, 0 gap
de transferéncia de carga entre os niveis d e p. E; deve ser ajustado para ter o ntimero

correto de elétrons localizados f.

5.1 Solucao Paramagnética

Dado o hamiltoniado (5.1), devemos proceder de forma a desenvolvermos um método
analitico baseado nas funcoes de Green via DMFT, como fizemos para o modelo de uma
banda no Capitulo 2. Inicialmente, escrevemos as funcoes de Green para os dois orbitais

da forma

Grliwn) = g,(iwn) + g, (1wn) VieGy(iwn) Vi Gy (iwn) (5.2)
Gﬁ(iwn) = G,(iw,) + gd(mn)ngp(mn)vaﬁ(zwn) , (5.3)
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Figura 5.2: DOS no caso antiferromagnético para U = 2.8t, B, = U/2, n = 1.0 e
T — 0. No grafico superior temos todas as bandas, inclusive a banda p nao hibridizada
em w = 0. No grafico inferior temos o setor de baixa energia, mostrando explicitamente
todas as contribuigoes: spin-up d (linha continua), spin-down d (linha pontilhada) e p
(linha tracejada). Figura da referéncia [41].
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onde G,(iw,) ¢ a funcdo de Green irredutivel de um sitio para os elétrons d, que inclui a
interacao local, enquanto escrevemos a funcao de Green referente aos elétrons p de uma

forma mais simplificada dada por
gp(iwy) = (iw, + )" (5.4)

ja que os elétrons p nao sao correlacionados.

Alternativamente, podemos substituir a Eq. (5.2) por
GY (iwy,) = 9, (iwy) + gp(iwn)VkGﬁ(iwn)ngp(iwn), (5.5)

onde
Vi = =2t (5.6)

comporta-se como uma hibridizacao d-p. Aqui, 7 vem da transformada de Fourier do

termo de hopping em (5.1). Podemos facilmente mostrar que
9 1
MN=1- é(cos ky 4+ cosky) =1+ e, (5.7)

onde ¢, é a relacao de dispersao para a rede quadrada simples com meia largura da banda

unitaria, ou seja, —1 < ¢, < 1. Entao,
V2 =41 (1+ &) (5.8)

Partindo de (5.2), podemos escrever

1 1
GY (iwy,) = , — N = —— R TR (5.9)
[gp(lwn)] — Vi2G,(iwn) [gp(w}n)] — 412G, (iwy,) — 482G, (1w, ) ex
e de (5.3)
1 1
Gi(iw,) = —— — = —— : , . (5.10
<) = G )T T — Vg, ) G| T — 4, (i) — 4Pg (e
A funcao de Green local para os elétrons d é
1 1
Gd (twy,) = . . = — )
- N Z [Gy(iwy)| 7t — 4t2 g, (iwy,) — 4t2g, (iw, ) ex (G, (iwn)] L — (i)
(5.11)
Isso resulta na relacao usual
(Galiwn)) ™" = (G ieon] ™ + ma(icon), (5.12)

onde 7y é o campo médio dinamico (ou funcao de hibridiza¢ao). Com isso, definimos a
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funcao de Green local irredutivel para os elétrons d como
(Galiwn)] ™ = [Ggliwn)] ™ — 4t°g, (i) (5.13)

Neste momento vale a pena observarmos dois pontos:

e A “funcao de conexao” szgp tem uma parte local, 4t29p, e uma parte nao-local,

4t2gp€k.

e A parte local renormaliza G, para G\d. Entao, podemos escrever a Eq. (5.3) como

~

Gi(iwn) = Gyliw,) + Gy(iw,) 4t2g, (iwn)ex G (i) (5.14)
que pode ser obtida da Eq. (5.10) usando a Eq. (5.13).

Das Egs. (5.11), (5.12) e (5.13), obtemos uma condicao de autoconsisténcia dada por

1
G (iwy,) : 5.15
(it N Z (G (iwn) = + naliwy,) — 4129, (iwy,) ex (5.15)

que podemos escrever co1mo

, & 1 1

G (iwn) = N ; o (5.16)
onde definimos
Epliwn) = [g,(iwn)] ™" (5.17)
Ealiwn) = [Gyliwn)] ™ = [Gi(iwa] ™" + naliwn) (5.18)
(= %. (5.19)
A Eq. (5.19) permite-nos reescrever (5.16) como

gy 61 1

G4 (iwy,) = : Nzkzc_ek. (5.20)

Entao, podemos colocar a autoconsisténcia na forma integral

: § [ pole)de
G4 (iw, , 5.21
(i) = = [ B (5.21)
onde py(€) é a DOS da rede quadrada, que pode ser dada por
4 1 1 — |
= —0(1 — K 5.22
(O = 500 D (15 ) (5.22)
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em termos da integral eliptica completa de primeiro tipo,

! dz
O e e

(5.23)

Devido a forma das Egs. (5.11) e (5.13), a solugao de um sitio para Falicov-Kimbal é
a usual, ou seja
1 (nf) (nd)

G (i) = _ , i . 5.24
ia(iwn) iwy, — €4+ 1 — Ng(iwy,) + iwy — (eq + U) + p— Naliwy,) ( )

mas o campo médio dinamico total atuando em um sitio d é
Naliwn) = naliw,) + 4% g, (iw,). (5.25)

Para p fixo e levando-se em conta as defini¢oes (5.17-5.19), as Egs. (5.21) a (5.25)
fornecem uma solucao autoconsistente para os elétrons d e f, com o nimero médio dos

elétrons d sendo obtidos através de
(ng) =T Gi(iw,)en"". (5.26)

Ja que estamos focando na solucdo paramagnética, temos a condigdo (ns) = (ng).
Porém, o potencial quimico deve ser ajustado para dar o numero total de particulas
escolhido. Entao precisamos avaliar (n,).

Da Eq. (5.9), nés temos que

1

Cilien) = o T T = 486 (L + ) (5.27)

Se multiplicarmos o numerador e o denominador por gd—l /4%, e levarmos em conta as
Egs. (5.13), (5.18) e (5.19), facilmente notamos que

€+ 420, (i) /48

GY (iwy,) = C—e (5.28)
Entao, somamos sobre k e usamos a Eq. (5.16) para obtermos
Gl (iwn) = g, (iwn) [ + 4129, (iw,)] GF (i) (5.29)
Das Egs. (5.19) e (5.21) resulta
G iwn) = g, (¢ +1) po(i)ie- (5.30)
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E importante ressaltarmos que esta nao é uma condicao de autoconsisténcia, ja que ¢ é
determinada da autoconsisténcia relacionada a G¢.

O numero médio dos elétrons p pode ser obtido de
(ny) =T Gli(iw,)e™ . (5.31)

Notemos que esta é somente a contribuicao dos orbitais p que hibridizam com os orbitais

d. Existe uma contribui¢ao adicional proveniente da banda nao-ligante (p’), dada por

1

m. (5.32)

() =
Em principio, todas as quantidades dependentes de frequéncia podem ser analitica-
mente continuadas no plano complexo (iw, — z). Entao, a representacao espectral geral

de uma funcao de Green nos permite escrever

oy _ [ Palw)dw _
Gale) = [P a—dy (53
onde )
Pal(w) = —;Im G (w +1i0T) (5.34)

¢ a DOS local para excitagoes de uma particula do tipo a.
Se usarmos (5.33) em (5.26) ou (5.31), e levarmos em conta a identidade

i OF
1 0 1

I6] - iwn—ezeﬁsjtl

= f(e), (5.35)
podemos obter os nimeros médios de ocupagao que sao dados por

(na) = / pale)f(€)de. (5.36)

Notemos que p aparece em p,(¢) e nao em f(e), devido a sua presenga explicita no

Hamiltoniano.

Algoritmo para o caso paramagnético — Iniciando com uma dada temperatura T’
e uma tentativa de potencial quimico p, o conjunto autoconsistente (5.17-5.19, 5.21-5.24,
5.29) é resolvido para as fungoes de Green, entdo as densidades de estados sao obtidas
de (5.34) e os nimeros de ocupagao (5.32,5.36); o numero total é conferido com o valor

desejado, u é corrigido (se necessario), e o processo é iterado.
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5.2 Solucao Antiferromagnética

Primeiramente, observamos que a Eq. (5.14) tem exatamente a mesma estrutura
conhecida para o caso de uma banda, exceto que ¢, carrega o fator extra 4t2gp(iwn).
Assumindo que a banda p nao tenha polarizacao de spin, podemos proceder da mesma
forma como no problema de uma banda para trabalharmos com ordenamento AF.

Dividindo a rede em duas subredes, A e B, podemos escrever uma equacao equivalente

a Eq. (5.14) para qualquer um deles. Por exemplo,
Gi(iwn) = G o(iwn) + Galiwn) 4829, (iwn)ex G (iw,) 42g, (iw, e G (iw,).  (5.37)
Entao,

G\A (iwn)

G?(iwn) = = . =~ . . 9"
1= Gy ()G i) 4725, (i) P

(5.38)

Adaptando as definigdes (5.18-5.19) para o caso magnético, nés temos

[y

£, (i) = G, (iw)] ™ = G, (iwn)] " — 4g,(iw,) ;. v=AB  (539)

E=\eds: (=22 (5.40)

Com isso, a condicao de autoconsisténcia fica

21 1
G iw,) = & ~ > —. (5.41)
k

Escrevendo o denominador na soma de vetores de onda como (¢ — €,.)(C + ¢, ), separando

as fragoes parciais e fazendo ¢, — —¢, na segunda soma, chegamos a

, ¢ 1 1
Ghlivn) = - = ) =, (5.42)
a4 N ; C—6
correspondendo a forma integral
G (iwy) = gﬁ / 2~< €)de . y=AB. (5.43)

Notemos que isso reproduz a condigado PM (5.21) se usarmos £, = {5 = ,, neste caso
¢ —C.
As outras equacOes necessarias para a solucao autoconsistente com ordenamento AF

sao diretamente obtidas daquelas previamente derivadas do caso PM. Com isso, podemos
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escrever a funcao de Green local e a funcao de hibridizacao, respectivamente, como

. 1— (nf)y (nf)"
Y (iw,) = i ! — 5.44
G (iwn) Wy, — €+ 10— 15 (iwy,) + iwn — (g4 +U) + p — 15 (iwn) (544

(1wn) =y (iwn) + 487, (iw,) (5.45)

De forma semelhante ao caso de uma banda, as equacoes que determinam os niimeros

de ocupacao f em cada subrede sao

1
vy —
E] =ca+ Ep+ T [Ld(iw,) — L (iwy )™ (5.47)
Li(iwy,) = Infiw, —eq + p — 15 (iwy)] (5.48)
L} (iw,) = Infiw, — (g4 + U) 4+ p — 1 (iwy,)] (5.49)

Também podemos escrever a Eq. (5.47) em termos de frequéncia real,
1 o
£} =cut -~ Tm / dw f(w) [L2(@) — LT ()] (5.50)

com a usual continuac¢ao analitica iw, — w+10" aplicada a todas as fungoes de frequéncia.
O nimero médio dos elétrons nao hibridizados p continua a ser dado pela Eq. (5.32),
enquanto os nimeros médios para todos os elétrons itinerantes ainda podem ser obtidos
da Eq. (5.36), usada para os elétrons d (y = A, B) como também para os elétrons
hibridizados p. Com o intuito de obtermos a DOS para este ultimo, precisamos encontrar
a funcao de Green para os elétrons p no caso AF.
Ja que metade dos vizinhos de qualquer atomo de oxigénio estdo na subrede A e a
outra metade na subrede B, devemos escrever a Eq. (5.27) como
1

i) = o T = 4G (i) (L + ) (55

onde
Gulin) = 5 [Ga(iw) + Gnlic)] (552

Com um desenvolvimento similar ao caso PM, nés chegamos de forma equivalente a
Eq. (5.28),

[Ea + 4t°g, (iwn)] /482

Ca— €

GP (i) = , (5.53)

onde definimos

§i= [Gd}_l — 4t g, ; Ca= gjép,

(5.54)
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de maneira que, apds uma soma sobre k, a funcao de Green local para os elétrons p assume

uma forma similar a obtida para o caso PM, de modo que podemos escrever a Eq. (5.29)

como
Gl (iwn) = g, (iwn) [ €4 + 479, (iwn)] G (i), (5.55)
Aqui, B
— . g 1 1
Gl (iw,) = 2% — — , 5.56
T = ¢y 3o (5.56)

tendo a mesma forma que a Eq. (5.20) no caso PM. Finalmente, levando a soma em k a
uma integral de energia, nds temos
po(€)de

Gl (iwn) = g, (Cy + 1)/Zj (5.57)

Como relatamos para a solucdo PM, esta tltima equacdo depende do calculo de (,

da solucdo autoconsistente para a funcio de Green G% e GZ para os elétrons d. Estes

7
irao diretamente fornecer £, e {5, 0s quais determinam = /¢ 4 &g, € consequentemente
f = 5 &,/ 4t2. Dado que G, é determinado por (, (dependente de &), deveriamos escrever
esta ultima quantidade em termos de £, e 5. Observando que é é uma média geométrica

de &, and £z, também podemos definir uma média aritmética

£E= % €4+ 5] (5.58)
Entao, definindo B
- &§,
ST (5.59)

(= . (5.60)

Podemos constatar que o limite PM ¢ recuperado quando {4, = {5 = {,;, when 5 (e dy

tornam-se todos iguais a (.

Algoritimo para o caso antiferromagnético — Levando-se em conta as defini¢oes
(5.40), resolvemos as Eqs. (5.43-5.50) autoconsistentemente para G%; (v = A, B) e (nf)7.
Isso também fornece (,;. Usamos a Eq. (5.57) para calcular G%. Determinamos (n,) e
(nj) através da Eq. (5.36), obtendo ntmero total de particulas. Comparamos com o

valor desejado, corrigimos j (se necessério), e iteramos o processo.
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5.3 Resultados Preliminares

Apresentaremos aqui os primeiros resultados obtidos para o modelo de Hubbard de
trés bandas, utilizando a aproximacao Falicov-Kimbal com DMFT. Como pudemos notar
pelas duas tultimas secoes desenvolvidas, temos um maior niimero de funcoes participantes
dos ciclos autoconsistentes, de forma que todo o processo se torna muito mais “pesado”
do ponto de vista numérico.

Inicialmente, sem ordenamento magnético, mostramos o caso mais simples possivel,
o que corresponde ao limite nao interagente (U = 0.0) com um gap de transferéncia de
carga nulo (¢4 = —FEcr = 0.0) e sem desordem (A = 0). Esse caso especifico pode ser
observado nos dois graficos da Fig. 5.3. Como era de se esperar, vemos uma estrutura
diretamente decorrente da densidade de estados da rede quadrada.

As 3 bandas podem ser observadas ainda na Fig. 5.3, sendo elas a banda d do cobre,
a banda p do oxigénio e a banda p’ nao hibridizada, representada pela seta vertical e
localizada em |u|. Quando o gap de transferéncia de carga é nulo, temos que as bandas
d e p sao coincidentes (p' fica entre elas, no meio), como podemos observar pelos dois
graficos. Para um valor finito de Eor, vemos a separacao em sub-bandas. O nivel de
Fermi é representado pela linha vertical tracejada, indicando que, para os parametros
adotados na figura, trata-se de um metal . No grafico a direita, onde destacamos somente
a banda d, analisamos o efeito do aumento na interacao coulombiana, ficando nitida a
abertura de um gap de correlagao a partir de U = 1.5. Para esses dois gréaficos, utilizamos
densidade n = 1.0 e cabe relembrar aqui que esse valor nao mais corresponde ao caso de
banda semipreenchida, como estdvamos acostumados nas etapas anteriores, pois estamos
lidando com trés bandas.

Nos dois primeiros graficos da Fig. 5.3, utilizamos parametros puramente tedricos,

09 Z: ég Ed= 8'8 d— q 09+ A=0.0 Banda d U= 8‘% N
=0. I 298 e
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Figura 5.3: DOS para o modelo de Hubbard de 3 bandas onde U = 0, ¢4 = —FEcr = 0,
e A = 0. No gréfico a esquerda observamos as bandas d, p e p’ (banda néo hibridizada,
representada pela seta vertical). A linha vertical tracejada indica o nivel de Fermi. No
grafico a direita podemos observar o efeito da interagdao coulombiana.
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Figura 5.4: DOS para A = 0.0 e n = 1.0, onde temos um isolante paramagnético. Em
vermelho temos a banda d e em verde a banda p. A banda p’ é representada pela seta
vertical. A linha vertical tracejada indica o nivel de Fermi.

objetivando somente analisar certos comportamentos, de forma que, a partir de entao,
iremos utilizar valores que correspondem ao caso realistico do ponto de vista experimental.
Assim, os parametros serdao U = 7.2 e g4 = —U/2 = —3.6, onde iremos fazer andlises com
respeito a variacao na intensidade de desordem e na concentracao de particulas.

Na Fig. 5.4, mostramos o caso onde temos n = 1.0 sem desordem. Ao observarmos
o nivel de Fermi (linha vertical tracejada), concluimos que estamos lidando com um
isolante, ficando o buraco, entao, presente na sub-banda hibridizada (p + d) mais baixa.
A interacao é bastante consideravel, o que produz um gap que leva a outra sub-banda
para uma faixa de energia bem mais alta. Observamos ainda uma simetria em relagao a
localizacao da banda p'.

Podemos analisar o comportamento da densidade de estados frente a variacao da
concentracao de portadores de carga, o que mostramos na Fig. 5.5, onde utilizamos n =
1.0, n = 0.6 e n = 0.2 no grafico a esquerda e n = 1.0, n = 1.4 e n = 1.8 no grafico
a direita; ainda sem influéncia da desordem e onde destacamos somente a banda d. A
primeira observacao que fazemos é sobre o fato de que, para as concentracoes diferentes
de n = 1.0 consideradas, passamos a ter um sistema metalico, ja que o nivel de Fermi
se encontra na sub-banda de mais baixa energia no caso de dopagem com elétrons ou na
sub-banda intermedidria no caso de dopagem com buracos. Além desse reposicionamento
do nivel de Fermi, observamos o comportamento da redistribuigdo do peso espectral (ja
destacado em outras oportunidades, quando estavamos discutindo o problema de uma
banda), ficando a sub-banda inferior com um maior peso na dopagem com elétrons. Esse
efeito é pouco pronunciado para dopagem com buracos, pois nesse caso o nivel de Fermi
se encontra préximo da banda p’, no centro das bandas, provocando uma quase simetria.

Até entao, o que apresentamos nesta secao foi para um sistema sem influéncia de de-
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Figura 5.5: DOS no limite nao interegante e sem desordem, onde, na banda d, variamos
a concentracao de elétrons a esquerda e de buracos a direita.

sordem. Agora passamos a utilizar os dois tipos de médias. A Fig. 5.6 nos mostra algumas
informagoes. Para os dois graficos, onde a densidade é n = 1.4, comparamos o sistema
sem desordem com os casos onde A = U/4 = 1.8 e A = 3U/8 = 2.7, ambos com médias
aritmética e geométrica. No grafico a esquerda, destacamos qual o comportamento da
banda d, enquanto a direita temos o referente a banda p. O efeito de desordem é muito
mais efetivo nas sub-bandas extremas, de modo que as sub-bandas do centro sofrem pouca
influéncia. Nessa regiao intermediaria, as bandas p e p’ sdo predominantes, porém nossa
proposta de solucao ao problema nao induz desordem nessas bandas, levando a esse efeito
minimo sofrido com A > 0. Ainda focados nessa regiao de energia, notamos que para
a média geométrica ha um certo ganho nos picos; teoricamente, teriamos pelo menos os
mesmos valores fornecidos pela média aritmética (que representa todos os estados), porém
esse efeito se d4 pela hibridizagao entre as bandas. J& que a banda d sofre uma atenuacao
mais intensa, isso provoca uma redistribuicao dos estados para a banda p.

Considerando o efeito da desordem sob a ética da média geométrica, podemos construir

0.8 T T T 0.8 T T
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06 | R 06
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Figura 5.6: Efeito de desordem na DOS. Temos a esquerda a banda d, enquanto a
direita a banda p. A influéncia do A é muito maior nas sub-bandas extremas, onde a
banda d é predominante.
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Figura 5.8: “Diagrama de fases” indicativo, onde ha a fase AF como delimitada com
A =0, e o “domo” obtido pelos valores da DOS de estados estendidos no nivel de Fermi.

o grafico mostrado na Fig. 5.7, destacando a faixa central de energia, onde a banda p é
predominante. Nesta figura, utilizamos trés valores de concentragao (1.1, 1.3 e 1.6) com
o objetivo de mostrar quando nao ha mais estados estendidos no nivel de Fermi, o que
nesse exemplo ocorre para um valor de concentracao pouco abaixo de n = 1.1.

Da mesma forma como procedemos na anélise do diagrama Ty vs. n para uma banda,
onde incluimos um “domo supercondutor” (Fig. 4.10), podemos fazer o mesmo neste mo-
mento, obtendo os valores da DOS com média geométrica no nivel de Fermi para as
bandas d e p. Utilizando os valores Ty (n) (sem desordem) da Fig. 5.1 para dopagem com
buracos, obtemos o grafico da Fig. 5.8.

Esse exemplo mostra uma superposicao entre as regioes isolante AF e condutora,
porém destacamos o fato de que as curvas correspondem a valores distintos de A: na
regiao antiferromagnética temos um sistema sem desordem, enquanto no domo temos a
influéncia de uma desordem A = 1.4. Pelo que vimos no caso de uma banda, a adi¢ao
de desordem deve reduzir a regiao de estabilidade da fase AF. Por outro lado, o nivel de
Fermi encontra-se em uma regiao onde a banda p é predominante, e os efeitos de desordem

nao sao significativos para essa banda, pois somente as energias dos niveis d sao aleatorias.
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Capitulo 6
Conclusoes e Perspectivas

Este trabalho teve por objetivo desenvolver um estudo dos efeitos de desordem e
dopagem nas propriedades eletronicas e magnéticas de modelos para sistemas eletronicos
correlacionados, utilizando a Teoria de Campo Médio Dinamico — DMFT. Utilizamos
simplificacoes dos modelos de Hubbard de uma e trés bandas, correspondentes ao modelo
de Falicov-Kimball no caso de uma banda. Essa simplificacao facilita a implementacao
do processo de autoconsisténcia que ¢é parte integrante do método.

Na primeira etapa deste trabalho, concentramos nossa atencao no modelo de uma
unica banda, sem ordem magnética, mas fora da condicao de banda semi-preenchida.
Isso permitiu o dominio de um aspecto pratico importante que é o controle do poten-
cial quimico para uma concentracao eletronica definida. Esse controle é desnecessario na
situacao de simetria particula-buraco, isto é, para banda semi-preenchida, objeto de estu-
dos anteriores dos efeitos de desordem nesse tipo de modelo de sistemas correlacionados.

A partir do calculo de funcoes de Green, obtivemos densidades de estados, utilizando
médias configuracionais aritmética e geométrica para monitorar as transicoes envolvendo
a fase metdlica (estados estendidos) e isolantes do tipo Mott (gap) ou Anderson (estados
localizados). A visualizagao dos efeitos combinados de desordem e correlagoes eletronicas
foi feita através de diagramas espectrais, mostrando as regioes do espectro com estados
estendidos e localizados. A partir dai, foi possivel construir diagramas de fases para
intensidades variaveis de interacao e desordem, com énfase ainda nos efeitos de alteracao
do preenchimento de banda. Isso permitiu verificar a auséncia de transicao de Mott fora
da condicao de banda semi-preenchida e a reducao dos efeitos de correlagao para baixas
concentracgoes eletronicas.

Os diversos comportamentos observados nos diagramas espectrais e diagramas de fases
foram confirmados pela analise da condutividade elétrica, tanto dependente de frequéncia
quanto no limite estatico.

Quando passamos a considerar ordem magnética no sistema, pudemos observar efeitos
de desordem e concentragao de portadores de carga na magnetizacao e, naturalmente, na

temperatura de Néel. Com isso, pudemos refazer o diagrama de fases, mostrando uma
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maior riqueza de detalhes, com fases metélicas, isolante de Anderson e isolante de Mott
AF, todas elas com ou sem ordem magnética, bem como uma fase isolante AF fora da
regiao Mott.

Finalmente, iniciamos um estudo com o modelo de Hubbard de trés bandas, ainda
usando a aproximacao FK com DMFT. Pudemos observar efeitos de desordem e concen-
tragao de particulas na densidade de estados. Constatamos que, no caso de dopagem
com buracos, onde o nivel de Fermi esta préximo da regiao em que a banda p é pre-
dominante, temos um efeito bastante atenuado da desordem, ja que consideramos que
somente a banda d tem energias locais com distribuicao aleatoria, e o efeito sobre a banda
p ¢é indireto, via hibridizacao. Apesar de que os resultados sao ainda incompletos, sem
uma analise detalhada da fase com ordem magnética, esbocamos um diagrama de fases
similar ao que é observado nos supercondutores de alta temperatura critica, com uma
fase antiferromagnética para baixa dopagem e uma regiao de dopagem intermediaria com
dominancia do carater metdalico, onde a supercondutividade se estabelece.

Como perspectiva de continuidade do trabalho, a mais imediata é, sem duvida, o
estudo da fase AF do modelo de trés bandas quanto aos efeitos de desordem associados
aos de dopagem.

Por outro lado, ficou claro que a regiao de dopagem relevante para comparagao com as
propriedades dos cupratos supercondutores envolve uma predominancia da banda p, sobre
a qual os efeitos de desordem implementados via uma distribuicao de energias dos niveis d
sao pouco expressivos. Fisicamente, seria de esperar que os efeitos de desordem também
se manifestassem sobre as energias locais dos orbitais p do oxigénio. Na abordagem que
empregamos, os niveis p aparecem como mediadores do movimento dos elétrons d. Neste
contexto, uma desordem p deveria se manifestar em um hopping efetivo aleatério, mas isso
nos afasta do padrao do método DMFT, no qual o hopping é absorvido no campo médio
dinamico, que ¢é determinado de forma autoconsistente, sendo, portanto, uma quantidade
global do sistema. O maior desafio é, portanto, como incorporar efeitos de desordem nos

orbitais p do modelo de trés bandas dentro de um esquema do tipo DMFT.
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Effects of band filling in the Anderson-Falicov-Kimball model
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In this work, we study the Anderson-Falicov-Kimball model within the dynamical mean field theory for the
Bethe lattice, restricting our analysis to the nonmagnetic case. The one-particle density of states is obtained by
both arithmetic and geometric averages over disorder, since only the latter can detect localization in the absence
of an energy gap. Varying the strengths of Coulomb interaction and disorder at zero temperature, we construct
phase diagrams for this model, where we distinguish spectral regions with localized states, with extended states,
or with a correlation-induced gap. With this, we identify metal-insulator transitions driven by correlation and
disorder, as well as the competition between these effects. This is done for various band fillings, since our main
interest here is to study how the variation of the electron density affects the phase diagrams previously obtained
for half-filling. The picture revealed by the density of states is further checked by evaluating the static and

dynamic conductivities, including temperature effects.

DOI: 10.1103/PhysRevB.87.085122

I. INTRODUCTION

Electrons in narrowband solids are strongly affected by
the Coulomb interaction as well as lattice disorder. Both
effects can lead to a metal-insulator transition (MIT), but of
different nature: a correlation-induced Mott insulating state'>
and disorder-induced Anderson localization.> The existence
of the Mott phase is also significantly dependent on band
filling, and one can expect the interplay between correlations
and disorder to be substantially affected by variations of the
number of electrons.

Theoretical approaches to deal with this kind of system are
usually based on the Hubbard Hamiltonian or related models,
including disorder as a distribution of on-site energies. The
Mott-Hubbard MIT is characterized by a gap opening at the
Fermi level in the one-particle density of states (DOS).> Hence,
it seems appropriate to utilize the DOS at the Fermi level as a
monitoring parameter of an MIT. However, in the disordered
case one has to average the DOS over disorder. As it happens,
the simple (arithmetic) averaged DOS does not show any
gap at the Anderson localization transition. It is the typical
value of the DOS, obtained by means of a geometric average
over disorder® (with possible extensions involving generalized
averages’), that does go to zero when the states at the Fermi
level become localized, and thus can be used as indicative of the
Anderson transition. Nevertheless, the information provided
by the arithmetic average is also important in that it keeps
track of all the states. Thus, the combined information from
both averages of the DOS in the whole energy range allows
one to locate the regions of localized and extended states.

Apart from the effect of disorder, one of the most employed
approaches to the problem of determining electronic structure
in strongly correlated systems is the dynamical mean field
theory (DMFT), introduced by Metzner and Vollhardt® in
1989 (for a review, see Refs. 7 and 8). The theory is formally
exact in the limit of infinite dimensions, in the sense that in
this limit the self-energy becomes purely local, allowing for
an exact self-consistent connection between the site-diagonal
one-particle Green’s function of the lattice and that of an
effective single-site (or impurity) problem. Nevertheless, the
latter has no closed analytical solution in general, and one must
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resort to approximate impurity solvers, mostly numerical.’
Alternatively, one can use “simplified” models that allow
for closed analytic relations which can be solved by a
simple numerical iteration procedure. This is the case of the
simplified Hubbard model, as introduced by van Dongen and
Vollhardt.!” Tt is a reinterpretation of the Falicov-Kimball
(FK) model'! in which the two spinless fermions of the latter
represent the two spin states of the electrons, thus eliminating
spin-flip processes. The FK model has an exact solution in
infinite dimensions,'>'* and it has been used with relative
success' 7 to obtain phase diagrams in the presence of local
disorder, characterizing the Anderson-Falicov-Kimball (AFK)
model.

Essentially all the previous studies of correlation and
disorder in the the Hubbard or FK models"~!7 were restricted
to the half-filled case. The obtained phase diagrams for
varying disorder strength and Coulomb interaction show a
metallic state, a Mott-insulator phase (which might be hidden
by antiferromagnetic order), and an Anderson-localization
regime. Here we focus on the AFK model away from half-
filling, in the nonmagnetic case. We follow the evolution of
the phase diagram from the strongly correlated regime near
half-filling, where the Mott-insulator phase is suppressed by
doping, toward the uncorrelated Anderson-localization limit
at very low filling. We will also discuss the characteristics
of the metallic regimes as probed by the optical and static
conductivities.

The paper is organized as follows. In Sec. II we present
the model and the DMFT approach to solve it, including the
disorder averages of the DOS and calculation of conductivity.
Section III describes our results for the DOS at various
band fillings, typical values of the Coulomb interaction U,
and a broad range of values of disorder strength A. It also
includes spectral diagrams showing the frequency regions
with extended or localized states as U and A are varied,
and A versus U phase diagrams for different filling fractions.
Complementary results for the conductivity (both static and
frequency-dependent) are shown in Sec. IV, including its
behavior with temperature. Final comments and conclusions
are presented in Sec. V.

©2013 American Physical Society
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II. MODEL AND METHOD

The Anderson-Falicov-Kimball model can be represented
by the Hamiltonian

H:Ze-,—(n?—l—n{)—IZC:C}.—I—UZME'M{, (1)

i (i} i
where we employ the usual notation of creation, annihilation,
and number operators (in the Wannier representation) for two
kinds of spinless fermions. The ¢ fermions can move with a
nearest-neighbor hopping integral ¢, and experience Coulomb
repulsion U by the nonmoving f fermions. The local energies
g; are random, with a uniform probability distribution of
width A.

The exact solution of the FK model in infinite
dimensions'>™* is an example of DMFT with an analytic
solution of the impurity problem. It yields a closed form for
the ¢ -particle Green’s function at a finite temperature 7',

l1—-p p
EI“ -U - A‘("-f'l-"'n),
(2)
wherew, = (2n + 1)x T, forinteger n, are Matsubara frequen-
cies, & = &; — p is the local energy measured with respect to
the chemical potential, p measures the probability of finding
an f particle at site i, and A(w,,) are the Fourier components of
the dynamical mean field connecting this site to the ¢ -particle
reservoir that replaces the lattice.

Clearly, p can be viewed as the average number of f
particles per site, and must be determined self-consistently.
Keeping in mind the analogy of c and f fermions with spin-up
and spin-down electrons in the Hubbard model, the total
number of particles per site corresponds to the band-filling
fraction n. At half-filling (n = 1) and low temperatures, an
antiferromagnetic phase is known to be stable,'* correspond-
ing to a chess-board-like distribution of ¢ and f particles on
a bipartite lattice. This ordered state is stable in the presence
of Anderson-like disorder'” up to a critical disorder strength
A, which depends on the value of U. On the other hand,
a paramagnetic state must have equal average numbers for
both particles, i.e., (n.) = (n ), independent of the site index.
Since we are interested in the effect of band filling, and
since the magnetic state tends to be suppressed away from
half-filling, we will focus on the nonmagnetic case, for which
the self-consistent solution implies that p = n/2. Then the
only unknown in Eq. (2) is the dynamical mean field A(w,),
which can be determined from the self-consistent condition
that the site-diagonal lattice Green’s function must be equal
to the effective single-site solution with the same self-energy
%i(wy), which is purely local in the limit d — oo. This can be
expressed by the equality

f pole)de _ 1
iwy,

EI“ - A‘("-f'l-"'n) - E-,'(L’U") ,
3
pole) being the density of states (DOS) for the uncorrelated
band. The right-hand side of this last equation reproduces the
local Green’s function (2) if we write the self-energy as

G.. =
”(w") iwn - EI“ - A‘("-f'l-"'n) iwn -

- E‘|" — € — E-,'(&J") B f&)" -

p(l — pU?

r(wn) P +w_gi+ﬂ_(l—p)U_l(wn)

C))
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With disorder, the Green’s functions must be averaged over
the distribution of local energies ¢;. Then, Eq. (3) implies that

av (e)d
Gr’i (wn) = f - p(]_IE < ,
[G?,“ (L’U")] + A‘(wﬂ) — €

(&)

complemented by the disorder average of Eq. (2). Actually,
we have to determine the single-site spectral density p; (w),
for each disorder realization, by performing the analytic
continuation iw, — w + 07 to obtain the retarded Green’s
function G;(w), which yields p;j(w) = —Im G;;(w)/m. The
latter is then averaged to obtain the final spectral density, or
local DOS.

At this point, it is worth recalling that we must use two
kinds of averages, arithmetic and geometric. With [---],
denoting the arithmetic average, we have p,(w) = [p;(w)], and
pg(w) = exp [In p;(w)],. The self-consistent determination of
the corresponding G,(@) or G,(w) implies that we have
different hybridization functions A,(w) and A, (w).

We will consider an uncorrelated DOS corresponding to a
Bethe lattice!® in the limit of infinite coordination (z — 00),
pole) = ﬁdl — 4(e/W)?2, where W = 4¢* is the bandwidth,
t* = ,/zt being the scaled hopping integral."” Since no hop-
ping loops are possible in the Bethe lattice, the only way for an
electron to visit therest of the lattice is by going out and coming
back through the same nearest-neighbor site (any one of them).
This implies a simple relation for the hybridization function,
re(®) = 2t*Go(w) = W>Go(w)/16, where @ = a,g. In the
following, we will choose the bandwidth as the unit of energy,
so that W = 1. In addition, we will adopt the usual convention
of dropping the Planck and Boltzmann constants, so that
energy, temperature, and frequency are all measured in the
same units, and will be given here by pure numbers.

III. DOS AND PHASE DIAGRAMS

To perform a detailed analysis of the problem, we solved
numerically the DMFT equations, obtaining densities of states
for a variety of values of the relevant parameters. All the calcu-
lations reported in this section are for 7 = 0. The most prob-
able value of the DOS is used to monitor the metal-insulator
transition mediated by correlation and/or disorder. Both p,(w)
and p,(w) are used to distinguish between spectral regions
with a gap, with extended states, or with localized states.

The phase diagrams previously obtained'®!” for the half-
filling case without magnetic order allow us to distinguish
three different regimes: (i) the weak-interaction regime for
U < 1/2, where one sees Anderson localization as A becomes
sufficiently large, but there are no significant cormrelation
effects; (ii) the intermediate-interaction regime for 1/2 < U <
1.4, where Mott-insulator, metallic, and Anderson-localization
regions exist for varying A; and (iii) the strong-interaction
regime for U 2 1.4, where no metallic state exists, but the
insulating state shows a competition between correlation and
disorder effects. For our analysis, we will choose a typical
value of U in each of these regimes, namely U = 0.3, 0.9, and
1.5. We will then determine the averaged densities of states
for five band fillings, ranging fromn = 0.2 to 1.0.

In the first regime (U = 0.3), Fig. 1 shows densities of
states with arithmetic and geometric average for a moderate
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FIG. 1. (Color online) Local DOS at half-filling (top) and at n =
0.6 (bottom) for U/ = 0.3, showing the effect of a moderate disorder
(A = 1.0) with both kinds of averages. Notice the reduction of the
number of extended states (given by the geometric average) and the
overall band broadening (shown by the arithmetic average).

disorder (A = 1.0) in comparison with the clean limit. For
this low interaction value there is no Mott gap, only a shallow
depletion of the DOS at the Fermi level for the half-filled band
in the clean limit. The main difference when moving away from
half-filling is the loss of particle-hole symmetry, with the Fermi
level being displaced towards the band bottom. The general
behavior of the two kinds of averages is clearly noticeable
in Fig. 1, that is, the arithmetic-averaged DOS is broadened
but preserves the area, while the geometric-averaged one loses
spectral weight due to a reduction in the number of extended
states. It is then clear that the states at the band edges are the
first to become localized.

This situation does not change qualitatively when further
reducing the band filling, as can be seen from the spectral
diagrams shown in Fig. 2. These diagrams show the spectral
regions where there are extended or localized states in the
band. Also clearly visible are the overall band broadening as
well as the suppression of extended states above a critical
disorder strength that characterizes the localization transition.
Observing the dashed vertical line that marks the Fermi level,
one can see that Anderson localization occurs at different
values of A for different band fillings.

In the intermediate-interaction regime we observe the
opening of a Mott gap, as shown in the top panel of Fig. 3. This
gap shrinks with increasing disorder and eventually closes. It
happens first for the arithmetic-averaged DOS, implying that
the gap observed in the geometric average is actually filled
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FIG. 2. (Color online) Spectral diagrams for U = 0.3 at half-
filling (top) and very low filling (bottom). No qualitative changes
are noticed, except for the loss of particle-hole symmetry and the
displacement of the Fermi level toward the band’s lower edge when
the band filling is reduced.

with localized states. Away from half-filling (bottom panel of
Fig. 3), the Fermi level drops into the lower Hubbard subband
and the system becomes metallic. This is confirmed by the
spectral diagrams of Fig. 4. There we can see that the topology
of the spectral diagrams changes as the band filling is reduced.
The half-filled case (not shown) is similar to the top panel of
Fig. 4, but it shows particle-hole symmetry, so that the gap at
weak disorder contains the Fermi level. Then, with increasing
disorder the system evolves from a Mott insulator, through a
regime in which the Mott gap is filled with localized states
(corresponding to the DOS in the top panel of Fig. 3), into a
metallic state (when the gap in the geometric-averaged DOS
also closes), finally becoming an Anderson insulator when all
the states localize.

For the strong-interaction regime, shown for U = 1.5 in
Fig. 5, we see a more robust correlation gap, as expected. At
half-filling (top panel of Fig. 5), the low-disorder behavior
is the same as in the intermediate regime, but it changes
significantly for strong disorder. For instance, the Mott gap
never closes in the region where extended states still exist, so
that we have a direct transition between Mott and Anderson
insulators. In contrast, for low band filling (bottom panel of
Fig. 5), the low-energy physics is essentially the same for all
correlation regimes, showing only the Anderson-localization
transition from the metallic state, although the diagrams are
very different on the higher-energy part of the spectrum.
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FIG. 3. (Color online) DOS for n = 1.0 (top) and 0.6 (bottom),
U = 0.9, and A = 0.8, a disorder strength for which a gap still exists
in the geomeltric average but no longer in the arithmetic one.

The above results can be summed up in phase diagrams of
the Anderson-Falicov-Kimball model for varying U and A at
different band fillings, which are shown in Fig. 6. The lines
for eachn correspond to the A values at which the Fermi level
crosses the borderline between extended and localized states
in the spectral diagrams for each U. The only exception is the
pointat U = 0.5 and A = O atn = 1, for which the transition
is the Mott MIT. For all the other band fillings, as can be
seen in Fig. 6, the Mott phase does not exist. Nevertheless, the
Anderson MIT is clearly affected by correlation. Obviously,
this effect is stronger near half-filling, and tends to disappear
as the electron density becomes very low. At electron densities
not far fromn = 1, we can see that the weak-disorder metallic
state is quickly suppressed as the disorder increases. In this
correlated Anderson-localization regime, the Fermi level falls
in a region of localized states close to a correlation gap. As
the disorder is further increased, we see a reentrance of the
metallic state, now much less correlated (as will be better seen
in Sec. IV), which is finally suppressed in the strong-disorder
region, where the normal Anderson-insulator state sets in.

IV. CONDUCTIVITY

The features that we observed in the spectral diagrams must
show up in the optical conductivity, and it is interesting to study
this quantity in detail. In general, the frequency-dependent
conductivity o (v), in the context of linear-response theory,
is described by the Kubo formula, which involves a current-
current correlation function. In DMFT, the calculation of this
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FIG. 4. (Color online) Spectral phase diagram for U = 0.9, with
n = 0.6 (top) and 0.2 (bottom). The half-filling diagram is similar to
the top panel, except that particle-hole symmetry is restored, so that
the system is a Mott insulator for weak disorder.

function is simplified due to the absence of vertex corrections,
which vanish in the limit d — 0o. We then have®”

o(v) = J‘deE po(e)fdw ple,w) ple,w + v)
« fl@) = flo+v)

v

©6)

where f(e) is the Fermi-Dirac function, pp(€) is the uncorre-
lated DOS, and p(e,w) is the spectral density of the correlated
energy-dependent Green’s function. From Eq. (5), after the
analytic continuation iw, — @ + 0%, we have

1 ) _ _
plew) = ——Im{[GH @] +r@) —€}". )

and we must choose the geometric average, since only
extended states contribute to the conductivity.

The limit v — 0 in Eq. (6) gives us the static conductivity
as a function of temperature,

o(T) = %fdf PO(E)fd&J [o(e, ) f(@)1 = f@)]. @)

Results for the weak-interaction regime are shown in
Fig. 7. The behavior is essentially what one should expect
for a conductor, but the low-frequency peak is progressively
reduced as disorder increases, and eventually disappears at the
Anderson-localization transition, where all the states become
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FIG. 5. (Color online) Spectral phase diagram in the strong-
coupling regime (U = 1.5) for n = 1.0 (top) and 0.2 (bottom).

localized and the conductivity vanishes. In the inset of the
top panel of Fig. 7 we highlight the existence of thermal
activation in the clean limit at half-filling, as we can see that
the conductivity for v — 0 grows with temperature. This can
be understood by inspecting the corresponding DOS, shown
in the top panel of Fig. 1, where it is clear that there are
regions of higher DOS slightly away from the Fermi level. Both
this feature of the DOS and the conductivity behavior at low
frequencies are non-Fermi-liquid characteristics, as expected
for the FK model due to the absence of spin-flip processes.
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FIG. 6. (Color online) Phase diagram of the Anderson-Falicov-
Kimball model for various concentrations. A Mott insulator phase
exists only at half-filling.
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FIG. 7. (Color online) Optical conductivity in the weak-
interaction regime (U/ = 0.3) at half-filling (top) and in the low-
density limit (n = 0.2). In both cases, we see a typical conductor
behavior, with a more pronounced Drude-like peak at low density
and in the clean limit. The inset in the top panel shows an activation

behavior at low frequencies for n =1 and no disorder, due to the
lower DOS at the Fermi level observed in Fig. 1.

The low-density scenario does not change in the other
interaction regimes, except for the overall scale and for
the visibility of high-frequency “bumps” coming from the
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FIG. 8. (Color online) Optical conductivity in the intermediate-
interactionregime (U = 0.9) in the low-density limit (n = 0.2). Apart
from the Drude-like behavior, a nonzero conductivity appears in the
clean limit at high frequencies due to extended states existing above
the correlation gap. This is suppressed by a moderately low disorder.
For much higher disorder (not shown), the low-frequency peak also
vanishes and the system becomes an Anderson insulator.
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FIG. 9. (Color online) Optical conductivity in the intermediate-
interaction regime (U = 0.9) at half-filling. The Mott gap is visible
for weak disorder, but a metallic behavior is recovered for a certain
range of values of A (exemplified by A = 1.0).

upper Hubbard subband, which quickly vanish with increasing
disorder. This is exemplified for U = 0.9 in Fig. 8, but it also
occurs for U = 1.5. One can easily correlate these conductivity
features with the low-density spectral diagrams of Figs. 4 or 5.

The situation is very different at half-filling, as we begin
with a Mott insulator in the clean limit for intermediate or
strong Coulomb interaction. Again we illustrate this with
results for U = 0.9, shown in Fig. 9. There we can see a
progressive suppression of the high-frequency peak in the
optical conductivity as disorder grows, and the appearance of
a low-frequency one when the system becomes metallic. This
metallic peak first grows, then diminishes, and finally vanishes
at the critical disorder strength for Anderson localization. For
this case, the sequence of states, from Mott-insulator to metal
to Anderson insulator, can be followed along a vertical line
at U = 0.9 in the phase diagram for n = 1.0 in Fig. 6. Notice
that a low-frequency peak always exists away from half-filling,
although only for very weak disorder as n — 1.

‘We now turn to the effect of temperature on the conductivity.
It is worth mentioning that this effect comes essentially from
the Fermi functions appearing in Egs. (6) and (8). The spectral
functions are not affected by temperature, except for a very

0.6 . . . .
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0.0
0.0 0.5 1.0 i 2.0 25

FIG. 10. (Color online) Effect of temperature on the optical
conductivity for U/ = 1.5 and n = 1. A finite temperature yields a
nonzero conductivity for frequencies inside the Mott gap.

PHYSICAL REVIEW B 87, 085122 (2013)

A =00 —

B p—

; =05 e 7 =09

s r 4
= [L}; ...... n=1.0

0.0 s T : :
0.00 0.02 0.04 0.06 0.08 0.10

T

FIG. 11. (Color online) Static conductivity as a function of
temperature for U/ = 0.9 at half-filling. The activated conductivity
in the insulating region at low disorder evolves to a metallic behavior
as the disorder increases.

small displacement of the chemical potential, which does not
occur at half-filling due to particle-hole symmetry.

The most striking thermal effect in the optical conductivity
occurs for a Mott-insulator ground state, as illustrated in
Fig. 10 for U = 1.5 at half-filling. The temperature effect
is to “turn on” the optical conductivity inside the Mott gap.
Of course, the obtained intensity depends on the temperature
and on the gap size. For the strong-coupling case shown in
Fig. 10, the temperature necessary for such a visible effect is
unphysically high.

Indeed, a better visualization of temperature effects in a
reasonable range is obtained from the static conductivity. An
illustrative case is that of U = 0.9 at half-filling, shown in
Fig. 11 for various disorder strengths. In the Mott state at
low disorder, the conductivity is thermally activated, but this
behavior changes to that of a metal as the disorder increases.
In this last regime, further growth of disorder intensity causes
a reduction of the conductivity and leads to its vanishing in the
Anderson-localization regime. Even though it is restricted to
a specific interaction value and band filling, Fig. 11 contains
the two kinds of behavior observed for the other cases studied.

2.0 L L L L

0.000 0.002 0.004 0.006 (L0088 (.010

T2

FIG. 12. (Color online) Resistivity in the low-temperature region
for a case of a disorder-induced metallic state. Notice that the
horizontal axis is the temperature squared. The dotted straight line is
just an aid to visualize the initial Fermi-liquid behavior.
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For U = 0.3, one observes only the metallic behavior, while
for U = 1.5 the behavior is always of the activated type.

It is interesting to point out that plotting the resistivity
o(T) = 1/o(T) allows us to sec a T2 dependence (on top of
a finite residual resistivity) at very low temperatures. This is
shown in Fig. 12, and it indicates that the metallic regime
induced by disorder is of a Fermi-liquid nature. However,
this is not the case in the clean limit when a metallic state
exists at weak coupling, as we already observed in the optical
conductivity for U = 0.3.

V. CONCLUSIONS

We have analyzed the combined effects of Coulomb
correlation, local disorder, and band filling using an Anderson-
Falicov-Kimball model, which means including Coulomb cor-
relations in a simplified version of the Hubbard model without
spin-flip, and adding disorder through a uniform distribution
of on-site energies. This analysis involved calculation of
one-particle Green’s functions in the DMFT scheme, with
arithmetic and geometric averages over disorder. With this,
we obtained the single-particle DOS and built up diagrams
showing the spectral distribution of extended and localized
states, as well as the presence of correlation gaps for typical
interaction or disorder regimes, with special focus on the
effects of varying the electron density.

One of our main results is a set of phase diagrams for
various band fillings as a function of the controlling parameters
of correlation (U) and disorder (A). It shows clearly that a

PHYSICAL REVIEW B 87, 085122 (2013)

Mott-insulator state exists only at half-filling. Nevertheless,
for densities not far from n = 1 the presence of a correlation
gap, even though it does not contain the Fermi level, is
relevant, affecting the nature of the Anderson-localization
regime induced at moderate disorder. In this region, the phase
diagram shows reentrance of the metallic phase before the final
establishment of Anderson localization at strong disorder.

Our study was complemented by calculation of the optical
and static conductivities for the various cases, which could
be consistently compared with the scenario inferred from the
spectral diagrams. Here we obtain that, although the Falicov-
Kimball model with finite Coulomb interaction and no disorder
is not a Fermi liquid, the metallic state induced by disorder does
show Fermi-liquid behavior in the low-temperature variation
of the resistivity.

As a final comment, we would like to stress that, despite the
simplification introduced by the Falicov-Kimball model in the
description of atrue electronic conduction band, the possibility
of an exact solution within the DMFT scheme allows for a
detailed investigation of the interplay between correlation and
disorder. In addition, it is worth mentioning that actual FK
systems can be experimentally realized in cold-atom optical
lattices,”! for which the kind of calculations performed in the
present work can be of significant value.
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