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Resumo

Neste trabalho investigamos as instabilidades de carga e “spin” inerentes a um modelo bidimen-
sional (d = 2) de elétrons fortemente interagentes na presenga de uma superficie de Fermi (SF)
“chata”, utilizando a técnica do grupo de renormalizagao (GR). Tendo em mente as fortes re-
pulsoes eletronicas presentes nos cupratos supercondutores, procuramos relacionar, sempre que
possivel, nosso modelo ao modelo de Hubbard repulsivo em d = 2. Para efetuarmos os calculos
das funcoes de Green do sistema fisico fazemos uso da teoria de perturbacao. Em seguida,
aplicamos a sistematica do GR para regularizarmos todas as divergéncias logaritmicas que sao
geradas perturbativamente pelo nosso modelo microscépico. Para verificarmos a adequacao de
nossa abordagem, aplicamos nossa técnica para o caso unidimensional explorando as simetrias
de “spin” para definirmos as suscetibilidades de onda de densidade de carga (ODC), de onda
de densidade de “spin” (ODS), de supercondutividade do tipo singleto (SCS) e, finalmente,
de supercondutividade do tipo tripleto (SCT) que sao ingredientes fundamentais na confecgao
do diagrama de fase no espago dos acoplamentos. Na aproximacao de dois “loops”, podemos
constatar a validade do teorema de Mermin e Wagner para ambos os casos d = 1,2. Em nosso
caso bidimensional, vemos que, seguindo o caso unidimensional, nao ha quasiparticulas estaveis
no sistema fisico para um regime repulsivo de forte acoplamento. Isso, como sabemos, invalida
a teoria do liquido de Fermi de Landau. Mostramos também que, no caso bidimensional, ha
uma simetria intrinseca adicional a ser explorada, levando-se em conta a variacao das fungoes
resposta em relacao a mudanca de sinal do momento ao longo da SF. Assim, definimos outras
suscetiblidades que sao importantes para o problema dos cupratos supercondutores como as on-
das de densidade de carga dos tipos s e d (ODC+), as ondas de densidade de “spin” dos tipos
sed (ODS+), as supercondutividades do tipo singleto dos tipos s e d (SCS+) e, finalmente,

as supercondutividades do tipo tripleto dos tipos s e d (SCT+). Finalmente, construimos o



diagrama de fase, na aproximacao de dois “loops”, no espaco dos acoplamentos que exibe as
suscetibilidades predominantes em todos os regimes de interagao. No regime repulsivo, que é
nosso caso de interesse, a suscetibilidade ODS+ se sobressai. Vemos, entretanto, que a di-
vergéncia da suscetibilidade ODS+ é um artefato da aproximacao e apenas sinaliza que ha
um reforco das flutuagoes antiferromagnéticas no sistema. Em contraste, nesse mesmo regime,
todas as outras suscetibilidades fluem para valores fixos nao sendo, portanto, reforcadas no
sistema fisico. Concluimos nosso trabalho chamando a atengao para os problemas que ainda
estao em aberto e para a importancia de estabelecermos a topologia da SF para elucidarmos a

origem do “pseudogap” anisotrépico nos cupratos supercondutores.



Abstract

In this work we investigate the charge and spin instabilities of a two-dimensional model (d=2)
of strongly interacting electrons in the presence of a flat Fermi surface (FS) by using the
renormalization group theory (RG). Bearing in mind the strong electronic repulsions in the
cuprates superconductors, we try to relate our model to the repulsive Hubbard model in d = 2
as much as possible. By means of perturbation theory we calculate the Green functions of the
physical system. After that, we apply the RG concept to regularize all the logarithm divergences
generated by the microscopic model in the perturbation theory. To test the accuracy of our
approach, we employ our techniche for the one-dimensional case exploring the spin symmetries
to define the susceptibilities of the charge density wave (CDW) type, of the spin density
wave (SDW) type, of the singlet superconductivity (SSC') type and, finally, of the triplet
superconductivity (T'C'S) type that play an important role for the construction of the phase
diagram in coupling space. In our two-loop approach, it becomes clearer the validity of the
Mermin and Wagner theorem for both cases d = 1,2. In our two-dimensional case, we see
that, following what happens in d = 1, there are no stable quasiparticles in the physical
system for strong coupling repulsive regime. This, as we know, invalidates Landau Fermi liquid
representation. We show also that, for the two-dimensional case, there exists an additional
intrinsic symmetry of our model to be explored if we take into account the variation of the
response functions with respect the change of sign of the momentum along the F'S. In this way,
we define others susceptibilities that play an important role in the problem of the cuprates
superconductors like the charge density waves of types s and d (CDW ), the spin density
waves of types s and d (SDW =), the singlet superconductivities of types s and d (SSC+) and,
finally, the triplet superconductivities of types s and d (T'SC+). Finally, we construct the phase

diagram in coupling space in our two-loop approach displaying all the dominant susceptibilities



for all regimes of interaction. In the repulsive regime, which is our case of interest, the SDW +
susceptibility appear in a pronounced manner. Despite that the divergence of the SDW +
susceptibility is an artifact of the approximation and only signals that the reinforcement of
the antiferromagnetic fluctuations in the system. In contrast, at the same regime, all others
susceptibilities flow to fixed values and as a result are not being reinforced in the physical
system. We conclude this work calling attention to the open problems int his field and to the
importance in establishing the F'S topology to elucidate the origin of the anisotropic pseudogap

in the cuprates superconductors.
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Capitulo 1

Introducao

Desde sua descoberta no inicio do século XX a supercondutividade tem sido um fenomeno
desafiador para os cientistas. Somente quase meio século depois de sua descoberta, uma teoria
foi bem sucedida em explicar o mecanismo microscopico da supercondutividade convencional.
Fortes evidéncias experimentais revelaram entao que os fonons exercem um papel fundamen-
tal. Dentre elas, a que mais chama a atencao é o fato da temperatura critica de transigao
supercondutora ser inversamente proporcional ao inverso da raiz quadrada da massa nuclear
também conhecido como efeito isotopico. Essa dependéncia é exatamente a mesma dependéncia
da freqiiéncia dos fonons com relacao a massa nuclear dos atomos da rede cristalina.

Em 1957, J. Bardeen, L. N. Cooper e J. R. Schrieffer (BCS)[1] propuseram um modelo
no qual os fonons, a uma certa temperatura, intermediam a atracao entre pares de elétrons
de conducgao ao se moverem através da rede cristalina. Esses pares de elétrons se condensam
podendo se mover livremente através da rede sem sofrer espalhamento. Entretanto, todos
os compostos que apresentam a supercondutividade convencional possuem uma temperatura
critica de transicao muito baixa. Dentre todos esses compostos, o de temperatura de transigao

supercondutora mais alta nao ultrapassa 20K.
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Figura 1.1: (a) Estrutura cristalina para o composto Las_,Sr,CuO, encontrada na referéncia
[2]. (b) Diagrama de fase que representa a maioria dos cupratos supercondutores do tipo p.

Em 1986, Bednorz e Miiller[3] supreenderam o mundo cientifico ao publicarem a desco-
berta de um novo composto supercondutor cuja temperatura critica de transicao é proxima dos
35K. A partir desta data, iniciava-se o estudo de supercondutores de alta temperatura com a
descoberta de novos compostos cujas temperaturas criticas de transicao chegam hoje a 160K
sob pressao. Dentre eles, os mais comuns sao os cupratos supercondutores com seus planos de
cobre e oxigénio dopados de forma a apresentarem um excesso ou falta de elétrons (buracos).
Dessa forma, os cupratos supercondutores podem ser divididos em duas subclasses: supercondu-
tores do tipo p (buracos)! e supercondutores do tipo n (elétrons). Como um exemplo podemos
citar dois cupratos supercondutores muito estudados na literatura: Las_,Sr,CuQ, do tipo p
e Ndy_,Ce,CuOy do tipo n. A figura 1.1 (a) mostra como é feita a dopagem dos planos de
Cu — O para o Lay_,Sr,CuQ,. Substituindo-se dtomos de La™ por dtomos de Sr*? estamos
retirando elétrons para fora dos planos de Cu — O e, portanto, dopando o composto de forma
que os portadores de carga sejam buracos.

O que hd em comum entre os cupratos é que, apesar de serem originalmente isolantes

'Devemos entender por buracos como portadores de carga devido & retirada de elétrons dos planos de CuO
reduzindo, dessa forma, a drea da zona de Brillouin acessivel para os elétrons de conducao.



antiferromagnéticos, quando submetidos a um certo percentual de dopagem podem se tornar
condutores e, em seguida, abaixo de uma certa temperatura de transi¢ao, supercondutores, como
mostra a figura 1.1 (b). Como se pode ver, hd uma temperatura de transigdo maxima para a
fase supercondutora, em uma certa dopagem caracteristica. Nesse ponto, dizemos que estamos
em uma dopagem Otima. A linha que comega a partir deste ponto e vai até a regiao subdopada
e temperaturas acima de 400K separa a regiao em que se manifesta o “pseudogap”. Na regiao
superdopada, medidas experimentais apontam para uma dependéncia da resistividade com 7T
na fase de estado normal. Os experimentais identificam esse comportamento como sendo tipico
de um liquido de Fermi de Landau (LFL)[4] que pode ser descrito como um modelo de um gas de
quasiparticulas fracamente interagentes. Entretanto, a aplicacao de um modelo como esse para
a fase “normal” dos cupratos é muito questionavel, uma vez que varias das suas propriedades
fisicas nao seguem o comportamento canonico tipico de um LFL. Por essa razao, separamos a
regiao subdopada da regiao superdopada passando por uma regiao que denominamos de metal
estranho em cima da dopagem o6tima.

Devido ao surgimento da supercondutividade em fun¢ao da dopagem nos cupratos su-
percondutores suspeitou-se, desde cedo, que a instabilidade supercondutora podia surgir de
interacoes eletronicas puramente repulsivas. Assim, aumentando-se o nimero de portadores de
carga destréi-se o ordenamento de longo alcance, mas permanecem fortes flutuacoes antiferro-
magnéticas. Conseqiientemente, a medida que estados desocupados se tornam disponiveis, a
forte interacao coulombiana entre os elétrons de conducao acaba promovendo, de uma maneira
inesperada, a supercondutividade em alta temperatura.

Obviamente nem tudo sao correlagoes eletronicas. Ha também efeitos provocados pelas
oscilagoes da rede ou os fonons. Mesmo em sistemas de fermions fortemente correlacionados os

fonons podem exercer seu papel. Em alguns compostos, a transicao para um isolante a baixas



temperaturas pode induzir a formacao de ondas de densidade de carga e a aparicao da distorcao
de Peierls[5] nas posi¢oes ionicas. Alguns trabalhos descrevendo sistemas em uma dimensao
foram bem sucedidos em explicar alguns desses fenomenos considerando acoplamentos do tipo
elétron-fonon[6]-[14]. Entretanto, como nao acreditamos ser esse 0 mecanismo dominante nos
cupratos supercondutores nao serd o objetivo desta tese estudar interacoes do tipo elétron-
fonon. Assim, em nosso modelo de Lagrangiano, tanto em uma quanto em duas dimensoes, a
interacao elétron-fonon nao se faz presente, pois estamos interessados somente nos efeitos de

correlagoes eletronicas pura e simplesmente.
1.1 Evidéncias experimentais sobre os cupratos

Devido as suas peculiaridades, varios experimentos tém sido realizados para suprir os
tedricos com dados cada vez mais acurados sobre tais sistemas. Dentre eles, um procedimento
que tem gerado muitos resultados de forma acurada é o método ARPES (“Angle Resolved
Photoemission Spectroscopy”)[15]-[19] que é utilizado, dentre outras coisas, para a detecgao
da superficie de Fermi (SF) desses materiais. A figura 1.2, por exemplo, mostra o espectro
ARPES para o composto 1 — T — TiTe; que é o composto T'iTes disposto em camadas e pode
ser encontrado na referéncia[15]. Note que temos picos de intensidade (em unidades arbitrarias)
bem definidos, proporcionais a funcao de distribuicao de Fermi, para vérias direcoes. O pico
que estd mais préximo da linha de energia 0, determinada por calculos acurados de teoria de
bandas, aparece em 14.75°. Note que a largura desse pico diminui ao nos aproximarmos da SF.
Se nao houvesse interacao entre os elétrons haveria apenas uma energia acessivel para um dado
estado de momento |k). A largura na energia para um dado momento é esperada devido ao
fato das quasiparticulas possuirem um tempo médio de vida finito. Claramente, esse composto

apresenta uma SF bem definida. Isso é uma forte evidéncia de que temos um composto que
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Figura 1.2: Espectro ARPES para o composto 1 — T — T'iTe5 encontrado na referéncia[l5]

pode ser explicado em termos do modelo de quasiparticulas ou LFL. A evidéncia mais forte
de que esse composto apresenta um comportamento tipico de um LFL vem do fato do ajuste
dessas curvas ser feito utilizando-se a dependéncia da parte imagindria da auto-energia tipica
de um LFL, ou seja, ImY ~ w?. Obviamente, tal composto nao é semelhante a um cuprato,
mas, assim mesmo, é importante o citarmos como exemplo para indicarmos quando a teoria do
LFL nao é mais valida.

Devido ao fato de ser muito dificil de se obter o espectro ARPES do composto Las_,S1,CuQOy
vamos considerar o composto BiySraCaCusOgys que, do ponto de vista experimental, é um
material freqiientemente usado para a obtengao de tal espectro. As figuras 1.3 (a)-(c) se refe-
rem a esse composto e podem ser encontradas na referéncia[16]. A figura 1.3 (a) mostra a SF

(linha cheia) esperada por calculos de estrutura de bandas para o caso levemente superdopado.
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Figura 1.3: (a) Superficie de Fermi obtida a partir de medidas ARPES para o
BiySraCaCus0g45.  (b) e (¢) Espectro ARPES do BiySreCaCusOsis encontrado na re-
feréncia[16].

Note que a linha de Fermi “toca” as fronteiras da zona de Brillouin na diregéo (m,0) — (7, 7)
e (0,7) — (m, 7). Conseqiientemente, ao subdoparmos o sistema esperariamos apenas que, pelo
menos do ponto de vista experimental, a drea contornada pela linha de Fermi diminuisse man-
tendo sua forma original como se pode ver pela linha hachurada. No entanto, nao € isso o que
acontece e hd uma reducao da regiao delimitada pela linha de Fermi, além do fato de haver um
completo desaparecimento da linha de Fermi abaixo da linha pontilhada. Claramente, vemos a
abertura de um “gap” ao longo de certas direcoes do espaco de momenta, conseqiientemente, a
densidade de estados é nula somente para certas dire¢oes na primeira zona de Brillouin. Esse
cenario é totalmente diferente de uma transicao metal-isolante em que hé o completo desa-
parecimento da densidade de estados em todas as direcoes do espaco dos momentos. Dessa
forma, devemos nos referir a essa anomalia como uma manifestacao do surgimento do estado

“pseudogap”.



Nas figuras 1.3 (b) e (c) podemos ver claramente a abertura desse “pseudogap”. Em
ambas as figuras é mostrada a intensidade do feixe (em unidades arbitrérias) em fungao da
energia de ligagao para varios percentuais da distancia numa certa diregao. A linha mostrada
para a energia 0 ¢ a linha que separa os niveis ocupados dos nao-ocupados segundo calculos
mais acurados de teoria de um elétron como LDA (“Local Density Approximation”). A energia
de ligacao, na verdade, mede a diferenca relativa ao nivel de Fermi. Além disso, a intensidade
do feixe ¢ diretamente proporcional & funcao de distribui¢ao de Fermi f(w) = (exp(w/T)+1)7!
e, por essa razao, temos picos de intensidade devido ao fato de estarmos selecionando camadas
de energia mais provaveis para os elétrons de conducao, como indicado nas figuras. Na figura
1.3 (b) vemos que, ao passarmos pela linha de energia de ligacao nula, passamos de uma regiao
onde existem estados acessiveis para os elétrons de condugao na zona de Brillouin (onde se
constata picos de intensidade) para uma regiao na qual nao hé estados acessiveis (onde nao hé
mais nenhum pico de intensidade), em torno de 45% da diregao (0,7) — (w, 7). Isso significa
que, neste caso, estamos em cima da linha de Fermi e a intensidade do feixe é proporcional a
localizag¢@o do pico como podemos ver na figura 1.3 (a). No entanto, na figura 1.3 (c) vemos
linhas de intensidade tanto na diregao (m,0) — (m,7) quanto na diregao (m,0) — (0,0). Nesta
ultima direcao, vemos que ha um distanciamento dos picos de intensidade em relacao a linha
de energia zero significando um aumento na diferenca de energia com relacao ao nivel de Fermi.
Isso ja era de se esperar, uma vez que estamos caminhando no sentido do centro da zona de
Brillouin. Entretanto, um fato, no minimo estranho, acontece quando caminhamos ao longo da
direc¢ao (m,0) — (m, 7).

O tipo de comportamento que deveriamos esperar seria um comportamento como o da
figura 1.3 (b), pois estariamos caminhando em dire¢ao a linha de Fermi. No entanto, acontece

exatamente o contrario havendo uma tendéncia de afastamento do nivel de Fermi. Os expe-



rimentais interpretam isso como o aparecimento de um “gap” de energia, como ja haviamos
mencionado anteriormente, uma vez que estamos indo na direcao da linha que separa os estados
ocupados dos nao-ocupados. E como se a linha de Fermi tivesse desaparecido completamente
ao longo dessa direcao. Além disso, quando os experimentais medem outras propriedades fisicas
associadas a essa regiao, como calor especifico por exemplo, ha um comportamento totalmente
diferente daquele que se esperaria se estivéssemos em uma regiao em que vale a teoria do LFL.
Isso é uma ma noticia para o modelo de quasiparticulas. Assim, fica evidente que a maioria das

anomalias do estado normal dos cupratos estd associada a formagao do estado de “pseudogap”.
1.2 Estado supercondutor e Estado normal

Na secao anterior, vimos algumas evidéncias experimentais peculiares dos cupratos su-
percondutores. Vimos que, ao contrario do modelo BCS que requer como estado normal um
bom LFL, surge um regime no qual a aplicagao da teoria do LFL é, no minimo, questionével.
Entretanto, muito ja se sabe a respeito do estado normal e supercondutor nos cupratos?.

Devemos salientar, primeiramente, que é amplamente aceito o fato de que, apesar da
natureza desconhecida da supercondutividade, ha pares de Cooper. Sabe-se que os buracos
devem se emparelhar e esses pares, por sua vez, devem se condensar para que surja a super-
condutividade, embora o mecanismo microscopico da supercondutividade de alta temperatura
nao seja induzido pelo emparelhamento elétron-fonon. A supercondutividade convencional esta
associada a um metal simples e a uma simetria do tipo s para o parametro de ordem super-
condutor. Em contraste, devido ao carater fortemente interagente dos elétrons nos planos de
Cu— O, o parametro de ordem que leva a supercondutividade tem uma simetria do tipo d2_,»2
e, por isso, é de se esperar a existéncia de um novo mecanismo microscépico que torna os fonons

meros coadjuvantes[21].

2Obviamente nem tudo é consensual.



No estado normal, como vimos anteriormente, existe uma SF truncada a uma certa dopa-
gem e temperatura. Nesse sentido esses sistemas exibem um comportamento metalico anomalo.
Entretanto, em dopagens ainda mais baixas pode-se induzir a aproximacao de uma transi¢ao
metal-isolante de Mott[20], que leve de volta a fase antiferromagnética. Em dopagem zero,
como vimos na figura 1.1 (b), hd um ordenamento de “spins” localizados nos atomos de C'u de
longo alcance num arranjo antiferromagnético que é bem descrito pelo modelo de Heisenberg.
Assim, fica claro que esses sistemas sao fortemente correlacionados e as flutuagoes quanticas
sao de fundamental importancia para o mecanismo da supercondutividade. Este cenario tem
motivado a construcao de modelos que levam especialmente em consideragao as flutuagoes de
“spins” [21]-[26].

Um outro fato, para o qual devemos chamar a atencao, é uma forte anisotropia de todas
as propriedades fisicas no estado supercondutor. Os portadores de carga (na maioria dos casos
“buracos”) podem se mover mais ou menos livremente ao longo dos planos de Cu — O. En-
tretanto, o movimento na direcao ortogonal a esses planos é fortemente suprimido. Isso da a
supercondutividade nos cupratos um carater claramente bidimensional.

Diante de todas as evidéncias experimentais e discussoes tedricas, Anderson[27] sugeriu
que o modelo de Hubbard[28], que considera somente interagoes de curto alcance, descreve
qualitativamente bem as propriedades eletronicas dos cupratos supercondutores. Em uma di-
mensao este modelo reproduz o liquido de Luttinger[29] para U > 0, os efeitos de separagao
de carga e “spin”, bem como um regime de isolante de Mott. Alguns métodos exatos para a
resolucao de tal modelo em uma dimensao, como a Bosonizacao[30] e o Bethe ansatz[31], tém
sido empregados com sucesso. Entretanto, em dimensoes mas elevadas esses métodos sao de
dificil aplicacao. Um método que tem sido bem sucedido tanto em uma dimensao quanto em

dimensoes mais elevadas é provida pela técnica do grupo de renormalizacao no limite do infra-



vermelho. O grande mérito desta técnica é fornecer um significado de escala para o problema
original. Assim, podemos tomar como ponto de partida um modelo microscépico descrito por
um Lagrangiano com propriedades fisicas especificas reguladas por uma escala caracteristica.
Dessa forma, a medida que as equacoes do grupo de renormalizacao evoluem os parametros sao
renormalizados em funcao da variagao da escala de renormalizacao.

Em duas dimensoes, o problema se torna ainda mais complicado quando temos que consi-
derar os graus de liberdade proximos a SF, pois, diferentemente do caso unidimensional, os pro-
cessos fisicos nao acontecerao mais apenas entre dois pontos e, sim, entre duas secoes continuas.
Diferentes técnicas tém sido empregadas|32]-[43] para descrever fermions interagindo fortemente
na presenca de uma SF. Além disso, a SF adiciona um novo desafio: a dependéncia dos acopla-
mentos com os momentos. Antes de considerarmos tal fato, usamos uma aproximacao quase-
unidimensional, que considera os acoplamentos independentes dos momentos ao longo da SF,
para chamarmos a atencao para o fato de que, dentre outras coisas, o calculo do peso da qua-
siparticula até dois “loops” é essencial para o estudo de tais sistemas, pois seu anulamento
tem sérias implicagoes fisicas[44, 45]. Em seguida, para nos aproximarmos ainda mais de uma
situacao realistica, usamos um modelo cuja SF ¢é perfeitamente chata levando em consideragao
a dependéncia dos acoplamentos com os momentos ao longo da SF[46]. Nesse trabalho, mostra-
mos que o peso Z da quasiparticula tende a zero quando os acoplamentos fluem para um regime
de acoplamento repulsivo intermediario. Isso esta de pleno acordo com nossas observagoes ante-
riores relativas aos supercondutores de onda d que, pelo menos em baixas dopagens, demonstra
nada ter a ver com o LFL.

O principal objetivo desta tese é calcular as instabilidades inerentes ao nosso modelo bi-
dimensional e discutir suas implicacoes fisicas. Para tanto, no capitulo 2 descrevemos nosso

modelo microscopico bem como a geracao dos diagramas de Feynman através da teoria de per-
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turbagao que geram contribuicoes logaritmicamente divergentes em nosso caso. Para mantermos
contato com os conhecidos trabalhos de aplicagao do grupo de renormaliza¢ao em uma dimensao,
nos aplicamos nosso método tanto para uma quanto para duas dimensoes. No capitulo 3, discu-
timos sobre a sisteméatica do grupo de renormalizagao regularizando a teoria através da adicao
de contratermos apropriados. Inicialmente, fazemos uma breve analise sobre a renormalizabi-
lidade do modelo. Em seguida, aplicamos o método para os casos em uma e duas dimensoes
derivando as equacoes do grupo de renormalizacao para os acoplamentos e para o peso Z da
quasiparticula.

No capitulo 4, definimos os parametros de ordem e suas respectivas suscetibilidades, que
sao importantes para a analise de diversas instabilidades do sistema fisico. Para isso, intro-
duzimos dois campos ficticios infinitesimais ao nosso modelo de Lagrangiano que se acoplam
a fontes geradoras de pares particula-particula e particula-buraco apropriadas. Tanto em uma
quanto em duas dimensoes, usamos as projecoes de “spin” para definir novas simetrias e derivar
as respectivas fungoes resposta como a de onda de densidade de carga (ODC'), a de onda de
densidade de “spin” (ODS), a de supercondutividade do tipo singleto (SCS) e, finalmente, a
supercondutividade do tipo tripleto (SCT'). Entretanto, em duas dimensoes temos uma simetria
intrinseca de nosso modelo de Lagrangiano devido a sua derivagao de uma rede quadrada com
uma SF perfeitamente chata. Ao explorarmos tal simetria, definimos novas funcoes resposta
como as de onda de densidade de carga dos tipos s e d (ODC+), as de onda de densidade de
“spin” dos tipos s e d (ODS%), as de supercondutividade singleto dos tipos s e d (SCS+) e,
finalmente, as de supercondutividade tripleto dos tipos s e d (SCT+). Em seguida, derivamos
as equagoes do grupo de renormalizacao para as fungdes resposta (ou parametros de ordem)
tanto em uma quanto em duas dimensoes e para suas respectivas suscetibilidades, explorando

o significado fisico dos resultados obtidos.
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No capitulo 5, usamos métodos numéricos para resolver as equagoes do grupo de renor-
malizacao. Noés mostramos que, em uma dimensao, reproduzimos corretamente os resultados
analiticos de Solyom[47]. Para facilitar o entendimento desses resultados, construimos o dia-
grama de fase que mostra as suscetibilidades mais pronunciadas. Em duas dimensodes, deri-
vamos equagoes integro-diferenciais acopladas impossiveis de serem resolvidas analiticamente.
Conseqiientemente, o fluxo de uma sé equacao interfere diretamente no fluxo do grupo de re-
normalizacao das demais. Como resultado, quando os acoplamentos, no regime repulsivo, fluem
para o regime de forte acoplamento, o peso Z da quasiparticula tende a se anular. Isso leva
a sérias implicagoes nas equagoes para as suscetibilidades que, por sua vez, fluem todas para
valores fixos. Somente uma tnica suscetibilidade continua divergindo. No caso do regime de
Hubbard repulsivo, a do tipo ODS+ ¢ a suscetibilidade divergente. Isso ocorre devido ao fato
do perfeito “nesting” (se¢bes chatas antipodas da SF) reforgar todos os processos envolvendo
pares de particulas do tipo particula-buraco. Entretanto, mostramos que ao passarmos de um
“loop” para dois “loops” essa divergéncia ocorre para valores cada vez menores da escala de
energia w significando que essa divergéncia é sensivel a ordem de perturbacao. Em funcao disso,
podemos afirmar que esse nao ¢ o comportamento tipico de um arranjo de longo alcance. Isso
foi confirmado pelo nosso célculo das suscetibilidades uniformes[48]. Esse comportamento se
confirmou em praticamente todas as regides. Para demonstrarmos isso, atribuimos diversos
outros valores iniciais para os acoplamentos e construimos um diagrama de fase com as sus-
cetibilidades mais pronunciadas em funcao dos acoplamentos renormalizados e discutimos as

principais implicagoes fisicas de nossos resultados.
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Capitulo 2

Modelo Microscopico e Teoria de
Perturbacao

Neste capitulo, estudaremos o modelo microscopico de Hubbard, que descreve qualitati-
vamente bem os elétrons fortemente correlacionados. Como esse modelo leva em conta as in-
teragoes de curto alcance, a energia cinética dos elétrons da banda de conducao ou de valéncia,
efeitos tais como a transicao de Mott podem ser estudados. Apresentamos, entao, a superficie
de Fermi (SF) adotada em nosso modelo comparando-a com a SF no modelo de Hubbard re-
pulsivo apontando as principais diferencas entre elas. Em seguida, aplicaremos a teoria de
perturbacao para calcularmos algumas grandezas fisicas importantes, tais como a auto-energia
e as funcoes vértices. Para tornar as principais peculiaridades de tal modelo mais evidentes,
de uma forma mais simples e direta, fazeremos todos os célculos em uma dimensao (1D) e,
em seguida, generalizaremos nossos resultados para duas dimensoes (2D), que é justamente o

objetivo principal de todo o nosso trabalho.
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2.1 Modelo de Hubbard

Como Anderson sugeriu, o modelo mais apropriado para descrever, pelo menos qualitati-
vamente, as fortes correlagoes eletronicas no caso dos supercondutores de alta temperatura é o

modelo de Hubbard[28]. Considere, entao, inicialmente o Hamiltoniano:

H=- Z azatijajg + UznzTnzl (21)

S i
onde < i, j > representam vizinhos mais préximos e n;, = a;rgaw com o =T, |. O termo ¢;; = t},
é chamado de termo de “hopping” (salto), e esta diretamente associado a probabilidade de um
elétron saltar de um sitio i para um outro sitio j. U ¢ a interagao repulsiva elétron-elétron em um
mesmo sitio. Vale salientar que tal Hamiltoniano é obtido fazendo-se algumas aproximagoes,
das quais podemos destacar o efeito de blindagem. Dessa forma, ao tomarmos o Hamiltoniano
de Hubbard como ponto de partida para explicitarmos nosso modelo, estamos considerando
apenas efeitos de interacoes de curto alcance. O Hamiltoniano de Hubbard é obtido fazendo-se

com que o termo de “hopping” seja uniforme, ou seja, t;; =t(r —r') =t

H=-t Z CL;[UCL]'U + UZTLZ‘TTL“ (22)

<i,5> 7
o=T,l

Se definirmos o seguinte operador projecao de “spin” total em cada sitio 4:
h b
Si = 5 Z AT oo! Aig! (23)

onde T = (1, 79, T3) é um vetor cujas componentes sao as matrizes de Pauli:

e com o auxilio das relacoes de anticomutacao

{aw, a}(,,} = 0p010ij,

{aio; ajor} =0 (2.5)
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é possivel reescrever o Hamiltoniano de Hubbard (2.2) como se segue:

2 N
H=—tY alaj,— U0 (S)*+ UNe (2.6)
i S ?

onde o ultimo termo gera apenas um “shift” na energia e, portanto, esse Hamiltoniano se reduz

a forma:

H=t Y alay— U (S)° (2.7

<%,7>
o=T,l

Fica evidente, portanto, que tal Hamiltoniano é invariante ao grupo de simetria SU(2),
pois nenhuma rotacao no eixo de quantizacao de “spin” causara qualquer mudanca no Hamil-
toniano de Hubbard. Isso acontece porque o operador S; é definido no espaco dos “spins” cujos
vetores constituintes sao essencialmente as matrizes de Pauli. Uma outra simetria explicita do
modelo é a do tipo U(1), em que o Hamiltoniano é invariante sob transformagoes de fase locais.
Isso implica que ha conservagao de carga. Devemos notar também que, se U > 0, a energia
total somente podera ser minimizada se o “spin” total em cada sitio for o maior possivel. Em
outras palavras, para este caso esperariamos algum tipo de estado fundamental magnético, pelo
menos se cada sitio fosse ocupado, em média, por um elétron (caso de banda semicheia). Tal
sistema requereria um eixo de quantizagao global, o que acarretaria numa quebra espontanea
de simetria global SU(2), como veremos a seguir.

No caso de banda semicheia, em que temos em média um elétron por sitio, esperamos que
isso aconteca quando U — oo. Nesse caso limite podemos ter apenas estados do tipo |T) ou
||} e a proibicao de estados duplamente ocupados no mesmo sitio, pois o custo energético seria
infinitamente grande. Neste caso limite, quando relaxarmos um pouco esta condi¢ao, podemos

considerar, entao, o Hamiltoniano nao-interagente como uma perturbacao, para chegarmos a

seguinte expressao:

HHeisenberg =7 Z Sz . Sj (28)

<i,7>

que ¢ o Hamiltoniano de Heisenberg onde J = 2t2/|U|. Note que esse Hamiltoniano vale
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para qualquer dimensao!. Este limite, descreve elétrons da rede perfeitamente localizados em
um arranjo antiferromagnético caracteristico de um isolante de Mott. Conseqiientemente, a
rede principal torna-se uma rede bipartida: uma com “spins” para cima e outra com “spins”
para baixo. Dessa forma, podemos afirmar que houve uma quebra espontanea de simetria
global SU(2), como haviamos dito antes. Quando esse cendrio acontece dizemos que o estado
fundamental serd um isolante de Mott antiferromagnético.

Um outro limite que devemos considerar no caso de banda semicheia é o limite em que
U >>t. Nele, sitios vazios também sao permitidos e, portanto, teremos trés estados possiveis
em cada sitio: |T), ||) ou |0). Os sitios duplamente ocupados custam muita energia devido ao
alto valor de U, sendo, assim, excluidos dos conjuntos de estados permitidos do sistema fisico.
Agora, o termo de energia cinética contribui para a energia e os buracos desprovidos de “spin”
poderao mover-se na rede ocasionando “flips” de “spins” em sitios ocupados. Essas flutuacoes
de “spin” sdo aumentadas a medida que o nimero de buracos aumenta (o que pode ser feito
dopando-se o material com buracos) e podemos esperar que uma densidade finita de buracos

destrua o ordenamento de longo alcance (ou ordenamento antiferromagnético)[49, 50].

2.1.1 Caso nao interagente

No caso em que a interagao U << t, os elétrons sao livres para se movimentar através da

rede com uma energia de “hopping” (ou salto) igual a ¢. Conseqiientemente, o Hamiltoniano

de Hubbard (2.2) se reduz a:

Hy=—t Z a;raaja (29)
o

Para definirmos a superficie de Fermi, podemos adotar uma sistematica d-dimensional
(com d = 1,2). Além disso, estamos fazendo o parametro de rede e a constante de Planck

iguais a um apenas para simplificarmos os cédlculos. Assim, no limite termodindmico em que o

'Quando mencionarmos a palavra “dimensdo” estaremos nos referindo exclusivamente as dimensoes espaciais.
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nimero de sitios N tende a infinito (N — 00) podemos escrever as seguintes relagdes no espago

dos momentos:

Tk,
aw:/ e s (2.10)

Por outro lado, se fizermos t;; = t(r —r’) = #; e tomarmos a respectiva transformada de

Fourier teremos:
t(k) = te ™! (2.11)
Se considerarmos o caso especial em que:

t se préximos vizinhos
tiy =t = (2.12)

0 de outra forma.

poderemos escrever:
d

d
tk)=> te ™ =3¢ (e*“@ + e““f) =2t) cosk; (2.13)

1 j=1 j=1

Dessa forma, levando (2.13) no Hamiltoniano livre (2.9) e usando as relagoes (2.10) po-

deremos escrever:

Hy= Y / @k ol (2.14)
0 — 7o 7 ki Ako .
og ) (2m)e k
com
d
ex = —t(k) = =2t ) _cosk; (2.15)
j=1

Dessa forma, o estado fundamental é encontrado preenchendo o “mar” de Fermi. Assim,
se tivermos N elétrons, o nimero total de estados de momento com energia menor que € é

determinado pelas curvas de energia constante €, = e.
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Figura 2.1: (a)Grafico da energia versus momento k e (b) Pontos de Fermi no caso em que d=1.

2.1.2 Caso 1D

Para ilustramos essa relagao, confeccionamos o grafico da energia em funcao do momento
k em uma dimensao com a relagdo de dispersao da energia dada segundo a equagao (2.15):

€x = —2tcosk (2.16)

como mostra a figura 2.1 (a). Note que a largura da banda é de 4t e o nivel de Fermi que
separa os estados ocupados dos nao-ocupados também ¢é mostrado na figura. Assim, em caso
de banda semicheia, kr = 7/2 e e = 0. Entretanto, estamos interessados nas principais
excitacoes elementares proximas ao nivel de Fermi, pois assim poderemos aplicar a teoria de
perturbacao na qual o estado nao perturbado seria o “mar” de Fermi. O uso de uma relagao de
dispersao como a da equagao (2.16) nos traria dificuldades para calcularmos analiticamente os
efeitos da teoria de perturbagao. Mas como os efeitos que mais nos interessam estao associados
a vizinhanga dos niveis de Fermi, podemos linearizar a relacao de dispersao expandindo €, em

torno da SF. No caso em que d = 1, a SF se reduz aos pontos +kg. Logo,

Egj) = UF(k - kF) + €
El(g_) = —’UF(k—f— kZF) + €

onde + significa ponto de Fermi a direita e ponto de Fermi a esquerda, respectivamente. Ao
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Figura 2.2: Curvas de energia constante geradas a partir de calculos usando a técnica de Monte
Carlo para vérios valores do potencial quimico u(7 = 0) = ep para d=2.

linearizarmos a relacao de dispersao da energia dessa maneira, obtemos o gréafico da figura 2.1
(b). Para evitarmos singularidades sem significado fisico, introduzimos uma regiao de corte na

energia e no momento ou um “cutoff” A, como mostra a figura mencionada acima.

2.1.3 Caso 2D

No caso em que d=2, teremos a seguinte relacao de dispersao da energia:

ex = —2t(cos k, + cos ky) (2.18)

que define uma superficie. Se fizermos um corte nessa superficie, tal que, para um dado €, = €p,
separemos os estados ocupados dos nao-ocupados, definiremos o nivel de Fermi. Ao variarmos
o nivel de Fermi (ou o potencial quimico (7 = 0)) de acordo com a dopagem, estaremos
selecionando diferentes curvas de nivel, como mostra a figura 2.2. Para montar tal grafico
a partir da equagao (2.18) de uma forma prética, devemos construir uma rotina em Fortran
empregando a técnica de Monte Carlo. A curva de nivel que é perfeitamente quadrada é
selecionada quando fazemos ex = 0 que, semelhantemente ao caso unidimensional, define o
limite de banda semicheia.

Nesse caso, em particular, ao nos aproximarmos de qualquer um dos vértices desse qua-
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Figura 2.3: Superficie de Fermi perfeitamente chata com cantos arredondados adotada em nosso
modelo.

drado, surgem singularidades na densidade de estados conhecidas como singularidades de van
Hove. Além disso, uma simetria adicional surge, fazendo com que a energia numa dada segao
possa ser mapeada a partir da se¢do antipoda (simetria particula-buraco), ou seja:

e(k) = —e(k + Q) (2.19)

onde Q = (m,m) é o vetor de “nesting” da superficie de Fermi. O perfeito “nesting” da SF
tem importantes conseqiiéncias no calculo das suscetibilidades. Estas serao estudadas em um
capitulo a parte, pois a partir delas podemos tomar como referéncia o caso de banda semicheia
com quebra espontanea de simetria global SU(2), implicando um ordenamento de longo alcance.

Em nosso trabalho, usaremos uma SF perfeitamente chata com cantos arredondados para
evitarmos as singularidades de van Hove, como a SF mostrada na figura 2.3, pois estamos
interessados em investigar se o fato de haver perfeito “nesting” da SF implica diretamente um
ordenamento de longo alcance.

Ao considerarmos uma superficie de Fermi como a da figura 2.3, estamos fazendo com
que alguns processos fisicos sejam mais relevantes do que outros, do ponto de vista do grupo

de renormalizagao. Dessa forma, na préoxima secao, explicitaremos quais os processos fisicos
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de maior relevancia para o nosso caso bidimensional justificando qualquer aproximacao que

venhamos a fazer. Além disso, vamos linearizar a energia como fizemos em uma dimensao:

61(:—) = ’UF(]CL — kZF) + €
Gk:UF(“@_‘ —kF)—FEF: (220)
61(:) = —UF(kJ_ + kF> + €

Agora, o vetor de “nesting” Q sera Q = (0,2kp) e o vetor k = (kj, k1), onde k| representa
a componente ao longo da SF e k,, a componente perpendicular a SF. Novamente temos
a notacao £, de mesmo significado que no caso unidimensional, mas com elétrons a direita
(acima) e elétrons a esquerda (abaixo). Introduzimos uma regido de corte na energia e no
momento A e A, respectivamente, para evitarmos singularidades sem significado fisico. Desta
maneira, estamos restringindo o espaco dos momentos em regioes préoximas aos niveis de Fermi,

como desejado.

2.2 Teoria de Perturbacao

2.2.1 Modelo de Lagrangiano

Em nossos calculos perturbativos vamos adotar o modelo de Lagrangiano, a fim de que a
regularizacao por contratermos seja realizada de forma mais natural. Assim, vamos primeira-
mente definir nosso modelo de Lagrangiano a partir do modelo Hamiltoniano, motivado pelos
argumentos que se seguem, bem como todas as funcoes de Green em d-dimensodes e, entao,
particularizaremos nossa analise para os casos em que d =1 e d = 2.

Na secao 2.1.1, vimos o que acontece com a parte do Hamiltoniano de Hubbard nao
interagente ao passarmos para o espaco dos momentos considerando o limite termodinamico
(N — o0). Em nosso modelo, a parte cinética serd idéntica a parte cinética do modelo de
Hubbard. Entretanto, para motivarmos os processos de espalhamento importantes em nosso

modelo, necessitamos que a parte de interacao seja mais geral do que a considerada no modelo

21



de Hubbard para uma rede quadrada de dimensoes L x L. Para isso, considere o seguinte

Hamiltoniano interagente:

1
Hint — 5 Z Z U<r17 o, I's, r4)ai4gal30/ar20’ar10 (221)

i

No Apéndice A, mostramos que esse Hamiltoniano de interagao também é SU(2) inva-
riante. Além disso, no Apéndice B, mostramos como nosso Hamiltoniano de interacao pode
ser reescrito no espago dos momentos e no limite termodinamico. Ao fazermos isso, surgem

os acoplamentos dependentes dos momentos, e o Hamiltoniano de interacao pode, entao, ser

reescrito como:

H(t) = p,t)as(p, 1)

D—‘—>

ddp dd 4%
Z/ )d (27T>dg<p7 q, k)(l:; (p + q— k, t) Clj;_/ (k, t) Qg1 (q, t) Qs (p, t)

(2.22)

Note que o acoplamento no espaco dos momentos g(p, q, k) define varios tipos de proces-
sos em sua forma mais geral. Além disso, estamos interessados em um modelo que descreva
particulas em se¢oes antipodas dos niveis de Fermi e, para tanto, devemos redefinir os opera-

dores de criacao e destruicao de particulas de forma que:

af = Ui, + ¥
e = Y(4)o + V()0 (2.23)

onde =+ significa particula a direita (ou acima) e particula a esquerda (ou abaixo), respectiva-
mente, indicando sec¢oes antipodas dos niveis de Fermi, seja d = 1, seja d = 2. Além disso,

podemos chegar ao modelo de Lagrangiano fazendo a seguinde transformada de Legendre:

L0 =0+ X [ S . 0000n .0 (2.24)

o,a=%
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Podemos ver que o acoplamento g no espago dos momentos estd na sua forma mais geral.
Vamos, entao, usar a “g-ologia” para definirmos quais os processos importantes do ponto de
vista do GR. Sao eles: g; do tipo “backscattering”, em que a transferéncia de momento é
da ordem de 2kp, go e g4 do tipo “forward” cuja transferéncia de momento é pequena e g3
do tipo “Umklapp” que é importante apenas no caso de banda semi-cheia, onde a diferenca
entre os momentos finais e iniciais das particulas é igual a 4kr que, por sua vez, ¢ idéntico ao
vetor da rede reciproca. Esses processos sao caracterizados pela devida escolha dos momentos e
conservacao de “spin”, como veremos a seguir. Dada a nossa forma particular da SF? em d = 2
e até mesmo em d = 1, utilizando a redefini¢ao dos campos (2.23) e a tranformada de Legendre

(2.24), podemos chegar ao modelo de Lagrangiano utilizado em todos os nossos calculos:

d’ p . ddp dd dk
L= o :t/ (p7t> [Zat - EP] ¢(a) Z / (2 ) [925(15557

8,6
gléavéﬁé]@b (+)8 (p+a-—kt) @Z)( )y (k. 1) ¥y (a, 1) Yi4)a ( ) W(ap V(a); 915 92

(2.25)

Apesar de termos escrito os g’s dentro das integrais sugerindo, assim, uma dependéncia
com os momentos, devemos analisar caso a caso. Isso porque, em uma dimensao, nao teremos
dependéncia dos g’s com os momentos e, dessa forma, quando formos analisar cada caso mais
adiante levaremos tal fato em consideragao. Os processos de interagao particula-particula que
vamos considerar, como ja mencionamos anteriormente, sao do tipo “backward” representado

por g; e “forward” representado por g, conforme a figura 2.4. As linhas pontilhadas significam

20s acoplamentos mais importantes considerados aqui sdo g1 e g», pois, mesmo no caso unidimensional,
queremos evitar o caso de banda semi-cheia e, dessa forma, podemos desprezar o processo de “Umklapp”. O
processo do tipo g4 é importante para o caso de separagao de “spin-carga”, mas a finalidade de nosso trabalho é
comparar os métodos do GR e confirmar as instabilidades fisicas importantes. Portanto, vamos desprezar este
altimo processo por motivos de simplificacao.
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Figura 2.4: Acoplamentos que representam processos de interagao particula-particula: (a) in-
teragao do tipo “backward” g; e (b) interagao do tipo “forward” gs.

regices antipodas as regides representadas pelas linhas cheias. Além disso, a conexao com o
modelo de Hubbard serd feita apenas quando tomarmos como valores iniciais para as equagoes
do GR g, =9, =U, onde g, = g1/mvF e gy = g2/ Tvp.

Ao escrevermos o Lagrangiano como na equacao (2.25), devemos ressaltar algumas sime-
trias que os ¢’s devem obedecer no caso em que d > 1 para que o Lagrangiano permaneca

invariante sob certas transformacoes, ou seja:

gi(ki, ko, k3) = gi(—ki, —ko, —k3)
gi(k17k2ak3) = gi(k27k17k4)

gi(kl, ks, k3) = gi(k47 ks, k2) (2-26>

com ¢ = 1,2. A primeira simetria refere-se a inversao temporal que inverte o sinal dos momentos
e, juntamente com a simetria de invariancia de reflexao espacial, garante que os g’s em questao
sejam reais. A segunda simetria é a simetria de permutacao. Por tltimo, temos a simetria
com relacao a hermiticidade do modelo de Lagrangiano. Discorreremos mais sobre o modelo de

Lagrangiano nas segoes seguintes, em que estudaremos os casos em que d = 1, 2.

24



2.2.2 Funcoes de Green

Propagador de uma particula livre

Antes de efetuarmos qualquer célculo em teoria de perturbacao, introduziremos, primei-
ramente, os propagadores de uma particula (ou fungoes de Green de uma particula), pois, ao
realizarmos a teoria de perturbacao, estaremos considerando o estado nao perturbado como o
gas de Fermi.

A funcao de Green de uma particula livre deve satisfazer a seguinte equacao de Schrodin-

ger:
[0y — e] GO (k, t —t') = §(t — ) (2.27)

onde €, = k%/2m é a energia de uma particula livre. E conveniente definirmos a fungao de Green
de uma particula em relagao aos operadores de criacao e destruicao de particulas dependentes
do tempo e em relagao aos niveis de Fermi. Assim, o propagador livre de uma particula é

definido como:
G0y (Po ) = —i (0 \T%)a(p, 1) (P, 0)] 0) (2.28)

onde T é o operador de ordenamento temporal e a = + significa secoes antipodas dos niveis
de Fermi como definimos anteriormente. Lembrando que H = Hj (no caso nao interagente), é

facil ver que:

GO (pt) = —i |00 — ep)e™ St — O(—)0(ep — )e i "

(a)oo’! p

(2.29)

onde 6 é a conhecida funcao degrau. Conseqiientemente, se tomarmos a transformada de Fourier

com relagao a t, chegamos a:
0(ey”) 0(—<y”)
po—es) +i6  po— ey —id

Gggig(p,po) = (2:30)

onde Egl) = egz) — € e suprimimos um dos indices de “spin”, ja que, se nao ha nada que quebre

simetria, deve sempre haver conservar¢gao do “spin”.
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Figura 2.5: a) Propagadores livres de uma particula. b) “bolhas” do tipo particula-buraco e
particula-particula.

A figura 2.5 (a) mostra a representacao esquemadtica do propagador de uma particula
livre. Agora, podemos resumir as principais regras de Feynman[51] geradas pelo nosso modelo

de Lagrangiano no espago dos momentos:

1. Cada linha cheia ou pontilhada contribui com iG(iO) (p, po) para as integrais;
2. Cada linha de interagao como as da figura 2.4 contribui com —ig; (i = 1, 2);
3. Para cada diagrama, a distribuicao de momentos deve sempre ser conservada;

4. Cada “loop” interno cujo “spin” deve ser somado contribui com um sinal negativo;

5. Cada variavel interna contribui com uma integracao independente do tipo [ (gjf)’d dQ%O.

Uma vez definidas as regras de Feynman, podemos definir duas quantidades(ou “bolhas”
como mostra a figura 2.5 (b)) que, devido a forma especial de nossa SF' (ou até mesmo no caso
unidimensional em que temos pontos de Fermi), sdo logaritmicamente divergentes e importantes

do ponto de vista do GR:

A dk .,
ZXUU P P(] 2’7Td271' (k ko) G 0/<k—P;]€0—P0)
d'k dk
)(P, ) = / - 2; ) ko)iG” L (—k + P —ko + P) (2.31)
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0., ox -
onde os Gi)’s sao dados de acordo com a equagao (2.29). Para calcularmos essas duas quan-
tidades, devemos particularizar cada caso. Como exemplo, considere-se o caso em que d = 2
com a SF chata adotada em nosso modelo (figura 2.3), como descrita na se¢ao anterior. Essas

integrais serao reescritas como:

A 0o
dk dk dk,
ixO,(P, Py) = / ARy / S TG0 (K, ko)iGE(i))g/(k —P;ky— Ry)

oo’ EA (2m) (27r)_oo o (He
Sk o dky T
. 1 . .
M9,(P, By = / (%”) / @) / iG\9), (k; ko)iGY), (—k + Py —ko + P)  (2.32)
—A —00

onde os intervalos na parte perpendicular serao definidos de acordo com as funcoes degrau
definidas na equagao (2.29). Assim, podemos calcular essas duas quantidades a partir de nossa

SF chata em duas dimensoes mostrada na figura 2.3, resultando?:

O (P PL=2kp; Py —ep =) = Mln (Q)

42vp w
24— |7 0
TN O i L PN 29

Devido as regras de Feynman para os propagadores, podemos imaginar essas duas quan-
tidades como duas “bolhas”: uma do tipo particula-buraco (x(?)), associada diretamente com
uma fase antiferromagnética do tipo ODS (onda de densidade de “spin”), e a outra do tipo
particula-particula (I1(?)), relacionada diretamente com a tdo conhecida instabilidade super-
condutora. Além disso, se considerassemos o caso particular em que d = 1, teriamos apenas
uma mudanga no fator que multiplica In de (QA — ‘P” D /4Am?vp para 1/27vp. Agora, podemos
partir para a definicao dos propagadores no sistema fisico interagente, os quais serao calculados
perturbativamente tendo como ponto de partida o gas de elétrons livres cujo estado fundamental

é o “mar” de Fermi.

3Para chegarmos a esse resultado consideramos apenas a parte real dos logaritmos, pois neste caso a parte
imaginéria nao contribui com singularidades ao nos aproximarmos da SF. Por essa razao, de agora em diante
vamos omitir a parte imaginaria dos logaritmos no calculo dos diagramas escrevendo apenas a parte real a nao
ser que seja estritamente necessario.
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Propagadores no Sistema Fisico Interagente

Na secao anterior, definimos o propagador de uma particula para o caso de um sistema
nao interagente cujo estado fundamental é o “mar” de Fermi. Entretanto, para efetuarmos os
calculos das fungoes de Green para o sistema interagente relevantes em nosso modelo, devemos,

primeiramente, definir o funcional gerador Z dado por:

Z[naﬁm]?}] - /Hpa(a)aplﬁ(a)o’ eXpZ{ W 1/} y 91, 92 Z |:/¢(+)5(k7 t)TIE(k? t)
a o kit

+/ﬁ5(k,t¢ kt+/¢ kt]akt+/]5 ¢()5(kt)n
K.t

(2.34)

onde 1,7, 7, sao as fontes que obedecem A algebra de Grassmann e

S[W 0y, Yay; 91, 92 /dtL (@) V(a); 91, G2 (2.35)

[~fuf =

No entanto, qualquer célculo direto envolvendo Z para gerar as fungoes de Green pro-
duzird tanto diagramas conectados quanto desconectados. Assim, para evitarmos lidar com

diagramas desconectados, definimos:

iWn,m,j,5] = In 2,7, 3, ] (2.37)

Conseqiientemente, as funcoes de Green de uma particula escrevem-se?:

= i (TP (P, 0], (9, 0) = —G{,(p,1)

4Repare que os 1 se tornaram ', pois estamos usando a notacdo convencional na qual os conjugados
complexos dos campos fermidnicos cléssicos sao designados com barra e os quanticos, com daga.
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(2.38)

onde ¢ designa apenas diagramas conectados. Uma outra quantidade importante é a funcao de

Green de duas particulas que se apresenta em dois distintos canais de espalhamento:

U UR Y
5770’(1)47 t4)5j0" (p37 t3)5ﬁo" <p27 t2)5jo'<p17 tl) 77=ﬁ=j=3=0

~i (TP )0 (P1, 1) ()0 (P2, 22)¥] )00 (P t3)0] ), (P, 754)>c =G, ({Pi}; {t:})

64W|:777 ?7 j? 3]
0No (P4, t4)0jo (P3,13)07 (P2, t2)07, (P1, 1) == j=f=0

=i (T 10 (P11 00 (P2 120 (P 1)U, (Pas 1)) = IGG) o ({1} 1)

(2.39)

Os propagadores no sistema fisico interagente serao calculados perturbativamente. Entre-
tanto, é possivel escrever os propagadores em termos de suas respectivas fungoes irredutiveis,
as quais descrevem os processos virtuais que, neste caso, sao de uma ou duas particulas. No
Apéndice D, ndés demonstramos tais relacoes, que serao muito uteis ao empregarmos a sis-

temdtica de renormalizacao. Como resultado, temos a seguinte expressao para G 4:

ddq " 1o ’ " ’ /
/(zﬂ)d/dt T (a—p,t"=1)] Galp —a,t' —t") = 6(p — p)3(t' — 1)

A o [P v onla ¢y =6 NSt — ¢
[ mga [ [P ota =t =] Grolp — .t~ ) = dp — p)alt' ~1)

(2.40)
as quais nos permitem identificar:
G_1< ol ¢ _F(Q) ot
o (d =P, ) =T, (a—p, )
G (a—p.t"—t) =T (a—p/,t' 1) (2.41)
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Figura 2.6: Diagramas até dois “loops” para a funcao irredutivel Fgg)a

Encontra-se também no Apéndice D a demonstracao das relagoes das fungoes de Green

de duas particulas e suas respectivas funcoes irredutiveis, resultando nas seguintes equagoes:

ZGgo')o (p’ p,7 ka q,t, t/a tﬂa t///) = / / / / iG(+)g(p1 —p,t — t)

P1,t1 P2,t2 P3,t3 Pa,ta

XiG (yor (P2 — koo — ) (T, ({Pi}, {1:})) iGiyor (@ — s " = 1)iG (o (Ps — D' ts — 1)

iGg?a/(pa pla ka q, tv t/, tlla t///) = / / / / iG(+)g(p1 — b, tl - t)

P1,t1 P2,t2 P3,t3 Pa,ta

xiG (o (P2 — Kk, ta — t') ( TSen ({Pi}, {ti})) iG (o (d = Pa, 1" — 13)iG(4)o(Pa — P, ta — )

(2.42)

com ¢ = 1,2, 3,4.

Agora, podemos calcular perturbativamente os objetos Fg G)U, e Féi)g, até dois “loops”, que
é 0 caso que nos interessa. Assim, se considerarmos a transformada de Fourier em relacao aos
t’s, podemos chegar aos diagramas das figuras 2.6 e 2.7. Os tnicos diagramas de dois “loops”

que contribuem com divergéncias logaritmicas sao os chamados de nao-parquet, como mostram

as figuras citadas. Outras contribuicées do tipo In", com n > 1, nao s@o mostradas, pois
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Figura 2.7: Diagramas até dois “loops” para a funcao irredutivel I'

(4)

200’

serao canceladas exatamente ordem a ordem pelo nosso esquema de renormalizacao, conforme
veremos no proximo capitulo.
Uma vez definidos o modelo de Lagrangiano e o funcional gerador, podemos demonstrar

as equacoes de Schwinger-Dyson que levam a definicao da auto-energia como veremos a seguir.

2.2.3 Equacoes de Schwinger-Dyson e a Auto-Energia

O conjunto de equagoes de Schwinger-Dyson fornece uma relacao de carater nao pertur-
bativo. Usaremos tal conjunto de equagoes para derivar a auto-energia, que desempenha um
papel muito importante no contexto da renormalizacao.

No Apéndice E, derivamos as equacoes de Schwinger-Dyson para o nosso modelo de La-
grangiano e definimos a auto-energia a partir de tais equacoes. Devido ao fato de termos niveis
de Fermi simétricos, seja em uma dimensao, seja em duas dimensoes, as fungoes de Green de
uma particula em ramos antipodas geram contribuigoes equivalentes. Portanto, vamos escolher

apenas G(4) para escrever a seguinte equagao de Dyson:

iG o (K ' — 1) =iG)) (Kt — 1)+ / dt"iG) (K " — 1) (=S (K )G (1o (K ' — 1)
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Figura 2.8: Equacao de Dyson e a Auto-Energia.

(2.43)

A equacao acima é exata. Se a resolvermos iterativamente, geraremos infinitos diagramas
como mostra a figura 2.8. Entretanto, se truncarmos a auto-energia em alguma ordem, a
equagao de Dyson ird somar uma certa classe de diagramas até ordem infinita. Assim, para
conhecermos a funcao de Green de uma particula exata, precisamos conhecer a série da auto-
energia exata. Em nosso caso, vamos truncar a série da auto-energia em dois “loops” para
que, dessa forma, possamos empregar uma sistematica perturbativa no contexto do grupo de

renormalizacao.

2.2.4 Caso 1D

Em d =1, o Lagrangiano (2.25) se reduz a:

= 3 [ Pl 1) 60— vrlK] — ke) — 6] biapo (1)
o,a=*t

dp dq dk
-2 /27r2 o 9200608y — 91600035100 4y5 (0 + q — Ky ) ] (k1) o6 (0, 1) Pana (po1)
a,B,0,y

(2.44)

onde, em d = 1, temos pontos de Fermi como os mostrados na figura 2.1 (b). A figura 2.9
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Figura 2.9: Interacoes em uma dimensao.

mostra as interagoes no caso unidimensional. O processo g; ocorre quando duas particulas
em secoes antipodas trocam de posi¢ao; o processo g, ocorre quando as particulas envolvidas
permanecem em suas respectivas secoes antipodas.

Na secao anterior, mostramos como chegar aos diagramas da auto-energia. Se truncarmos
a série em dois “loops” e usarmos as devidas regras de Feynman mencionadas anteriormente,
podemos calcular os diagramas da auto-energia da figura 2.8. Ali aparecem varias “bolhas” do
tipo particula-particula e particula-buraco, logaritmicamente divergentes, como mostramos na

secao 2.2.2. Com isso, obtemos:

(292 — g1)A _ Z-[glgz — gt — g3
T 82,

Q+p0—EF—i5 Q—p0+€F—i5
— | — | 20| (2.45
X[(po EF)H< Pp—; >+(p0 EF)H< I + ( )

—i3(p = kp,po) = —i

onde ) = 2upA, e todos os momentos externos foram fixados nos pontos de Fermi. E bem
conhecido que, ao lidarmos com a teoria do liquido de Fermi, a parte imaginaria da auto-energia
tende a zero quando nos aproximamos dos niveis de Fermi. Entretanto, resultado semelhante
também aparece em nosso modelo bidimensional em um calculo até dois “loops”. Em liquidos

de Fermi marginais, a parte imaginaria da auto-energia tem um papel fundamental no calculo
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da funcao espectral. Em nossa andlise do grupoo de renormalizacao, a parte imagindria da
auto-energia pode ser desprezada neste calculo de dois “loops”. Conseqiientemente, poderemos

escrever a parte real da auto-energia da seguinte forma:

S(p = ko po) = (292 — g\ g8 + g5 — 9199] [(po —ep)ln ( Q > N Q] (2.46)

T 403, Do — €F

Esta equacao é nao-analitica quando nos aproximamos da SF, uma vez que pg — €r ¢é a
diferenca de energia entre um estado excitado e o nivel de Fermi. Obviamente, ao definirmos
uma escala de energia w que mede a diferenga de energia para regioes muito proximas dos
niveis de Fermi, devemos nos assegurar que nosso modelo de Lagrangiano represente bem o
sistema através de seus parametros definidos em tal escala. Isso somente é possivel mediante
as equagoes do grupo de renormalizacao, que serao discutidas no capitulo seguinte.

Analogamente ao calculo dos diagramas da auto-energia, usaremos as regras de Feynman
juntamente com os niveis de Fermi da figura 2.1 (b) para chegarmos as seguintes expressoes

para as funcgoes irredutiveis F§4) e Fé‘” das figuras 2.6 e 2.7:

2 Q0 1 Q0
rYptip) = 01— 1o (p ) ~ 5 (9792 — g193) In ( )

2
VR 0 — €F 2UF Po — €F

: Q 1 Q
Fg4)<{pi}§p0) = 92— I In (p ) + 7 (9192 — 9193) In ( >

2mup 0 — €F w205 Po — €F
3 _ 2 3 Q)
o 292) In (2.47)
Am2v3, Do — €F

onde fixamos novamente todos os momentos externos nos pontos de Fermi. Essas equagoes para
as funcgoes irredutiveis também sao logaritmicamente divergentes quando tomamos o limite de
po — €r ~ w — 0. Por conseguinte, devemos fazer um tratamento via grupo de renormalizacao

a fim de regularizarmos tais divergéncias.
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Figura 2.10: Interagoes em duas dimensoes.

2.2.5 Caso 2D

Conforme mencionado anteriormente, a SF que devemos adotar no caso bidimensional é

a da figura 2.2 (b). O Lagrangiano neste caso se reduz a:

= 3 [ Gl 01 10— vp(les] = k) = €r] Yy ( S [ [ [ labostn

oa=ty 607p q k
—915017555]2/1 s(PHa—k vl (k1) (a ) dapt). (2.48)

onde [ = [d?p/(27)? e 0 mesmo acontece com as outras integrais. Entretanto, a tinica restrigao

P
para a ocorréncia de processos do tipo “backward” g; e “forward” gy é que eles sejam de regioes
antipodas na dire¢ao perpendicular a SF. Para o processo do tipo g;, as particulas devem trocar
de secoes da SF, o que representa um processo de grande transferéncia de momento.

Para o processo do tipo g2, as particulas permanecem nas suas proprias se¢oes antipodas,
o que corresponde a processos com baixa transferéncia de momento. Isso introduz uma de-
pendéncia dos processos com os momentos como mostra a figura 2.10.

Para evitar dificuldades analiticas, devemos fixar os momentos externos na SF, como
fizemos com os pontos de Fermi no caso unidimensional. Entretanto, nao ha nenhuma restricao

quanto a parte paralela a SF. Conseqiientemente, ao fixarmos os momentos perpendiculares na
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SE teremos que g;(p)|p, =k = 9i(p))-

No Apéndice C, mostramos como calcular um diagrama de auto-energia e um da funcao

(4)

irredutivel I'}” e outro de Fgl)

no caso bidimensional. Uma vez que os acoplamentos, na
vizinhanca do nivel de Fermi, dependem somente dos momentos paralelos,” podemos separar a
integracao com relacao aos momentos perpendiculares e com relagao aos momentos paralelos.
Nessa aproximagao, portanto, os acoplamentos dependerao apenas dos momentos paralelos.
Conseqlientemente, se considerarmos os diagramas da figura 2.8 para o calculo dos diagramas

de auto-energia, poderemos chegar a seguinte equacao:

A
)\2
Eppip) = 5 / day [202(p1 a1 1) — 91 (py» 1))
A

1

T 3oril /D dkyday {291(—’6” + 1+ qu by au)gs (P qus k) + 202 (b auy =y + oy + )

xga (ki =k +py + qu qu) — o0 (p1 augs k) 92 (i =k + py + qup )

) + Q] . (2.49)

Q
_gz(pH’ qu, —]f|| +pH + qu).gl (kH, —/{H —l—PH + QIH>p||) :| [(Po - EF) In <pO_€F

onde fixamos todas as componentes perpendiculares dos momentos externos na SF. D pode ser
encontrado no Apéndice G. A diferenca do caso unidimensional reside em termos acoplamentos
dependentes dos momentos paralelos a SF, justamente por termos uma dimensao a mais.

O calculo das fungoes irredutiveis F§4) e Fgl) segue diretamente das figuras 2.6 e 2.7

considerando as devidas regras de Feynman:

1 0
Y = gi(p1), Py 3 In (po ) {/D dky[g1(=ky + 1 + P2y, Ky, p3y)
1

Am2vp —€p

X g2 (1)) P21, k) + g2(ky, —ky + p1y + payp, payy + P2y — pay) g1 (Prys P2y k)]

5Ao fazermos essa afirmacdo, estamos assumindo um certo tipo de aproximacdo para que o problema seja
tratdvel analiticamente, pois podemos fixar apenas os momentos externos. Entretanto, ao considerarmos os
momentos internos dos diagramas de Feynman, que, por sua vez, devem ser integrados, nao poderiamos fazer
tal afirmagao. Contudo, vale lembrar que estamos interessados apenas em regioes muito proximas a SF e, por
essa razao, introduzimos um “cutoff” A. Assim, podemos fazer esse tipo de aproximagao sem maiores problemas,
pois ao fixarmos esse “cutoff”, estamos considerando que os processos g; e g2 acontegam numa pequena regiao
em torno do nivel de Fermi.

36



+ /732 dky| {291(p1,p2|| — p3) + Ky, k) g (ks pays pay) — g1(pays p2y — 3y + Ky, Kyp)

X ga(ky, P21 P2 — Py + ky) — 91Ky, P2y, p3)) 92(p1ys P2y — p3y + Ky + P2y — pan)] }

- 327340% In (m iz EF> { /7)7 dkdg) {gl(kn + 1) = pays pays Ky g2 Ry, gy Ry + @y = psy)
xg1(p1y, By + ay — pays by + puy — psy) + 91Ky qp, pa) g1 (ky =+ pay — psy, 2y Ky)

X g2 (P Ky 4 = s i) — 291Ky + pay = psy 2y ki) g2 (o Ky + @y — psys )

xg2(ky, qs by + q — p3|)] + /Dg dkydg [92(% ki1, pag) g1 (s By + p3) — pay» p3))

xg1(ky + ay — pay, P2, @) + 91 (P, By + psyp — Py pay)gaay, Ky, Ky + ay — pay)

xg2(ky + q) — pay, p2ys by + 3 — py) — 292(kys g5 ) 91 (Pyyps Ky + pay — Py )

x g2 (k| + q — pay, P2ys Ky + p3) — p1||)] } (2.50)

4) .

200"

e, de forma andloga, chegamos a seguinte expressao para I’

U5 = ga(pay, pays p3)) — {/D dk [gz(—kn + puy + P2y, Ky 03))g2(Pyy) P2y )

2
4mvp

+g1(ky, =Ky + D1y + D2y, P1y + P2y — P3))91 (1) P2 k||)}

Po — €F

Q
- /733 dky[g2(pyys p3y — Py + ki ps))g2(ky, D2y P3| — Py + k‘|)]} In ( )

- 32734?]% In <p0 ? EF) { /DB dkydg {91 (P> Ky 4 ay = pas Ry )ga (R pay s By + P2y = psy)
x g1 (K + pay — P34 Pay) — 291 (1 Ky + @ — Py k) g1 (K + pay — psyp ) pag)

x g2 (k) P2, p3)) + 92Ky, p2ys ) g1 (B + P2y — vy, @ Pay) 92(Prys By + @ — vy qp)
+92(Ky, P21y, p3))) 92 (K + 2 — pays a1 by + @y — pu) g (P Ky + qp — pays ky)

—2ga(y, p2yps P3y) g2y + P2y — sy i ki + i — pay)g2(pgs By + ¢ — P qp)

+ /DG dkydg {91 (pups ki pa)91(qy, By + psyp — p2y, Ky + @) — pa) g (ky + q — pay 2y 9))
—2g2(pay» ks by =+ psi — pa) g (ay, Ky + psj — pays ki 4y — p21) g1 (B + g — p2ys P2y 4))

+92(puys Ky By + psyp — p2y) g1 by + sy — p2ys By + @y — p2)g2(ky + ay — P2y, P2y, Ky)

+92(p1)); ks by + b3y — p21) 91 (K + ay — p2ys P2y, i) 92(ay, Ky + psy — p2ys p3y)
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—2ga(puyp, kyp, By + pa — pa)g2(ky + @y — P2y, P2y kg (qy, ky + pay — pay, Psu)] } (2.51)

onde fixamos todas as componetes perpendiculares dos momentos externos na SF, e os inter-
valos de integracao D; serao mostrados no Apéndice G. Obviamente, essas equagoes tornam-se
singulares quando nos aproximamos da SF. Devemos, entao, introduzir a sistematica do grupo

de renormalizacao para lidar com tais divergéncias, o que veremos no proximo capitulo.
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Capitulo 3

Sistematica do Grupo de
Renormalizagao (GR)

Neste capitulo, empregaremos a sistematica do grupo de renormalizagao para lidarmos
com as divergéncias no limite do infravermelho, ou seja, quando py — € = w — 0. Para
explicitarmos a técnica de maneira bem mais simples, realizaremos os calculos em uma dimensao
e, entao, aplicaremos tal técnica de forma mais direta em duas dimensoes, que é, de fato, nosso
caso de interesse. Além disso, antes de fazermos os calculos diretos em dois “loops”, efetuaremos
os calculos em um “loop” para que fique mais evidente o papel do peso Z da quasiparticula nos
processos fisicos em questao. Encerraremos o capitulo com a derivacao das equagoes do GR
para os principais parametros fisicos presentes em nosso modelo de Lagrangiano na presenca

de uma SF bidimensional descrita no capitulo anterior.
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3.1 Renormalizabilidade do Modelo

Ao empregarmos a sistematica do grupo de renormalizagao, convém, primeiramente, ana-
lisar a renormalizabilidade do modelo.

Comentamos anteriormente, sem demonstrar explicitamente, que ao considerarmos nosso
modelo de Lagrangiano, nao precisamos definir funcoes de Green de n particulas com n > 2, de-
vido ao fato de tais funcoes nao gerarem diagramas primitivos logaritmicamente divergentes que
nao possam ser regularizados pelas grandezas “nuas” ja consideradas. Isso ja é um forte indicio
de que a teoria é renormalizavel, pois nao precisamos adicionar ao Lagrangiano contratermos
cuja estrutura nao esteja contida no Lagrangiano inicial.

Nao apresentaremos aqui uma prova completa de sua renormalizabilidade, mas mostra-
remos explicitamente, até uma ordem de dois “loops”, como todos os diagramas de ordem
In*(Q/w) cancelam-se mutuamente. Na secdo 3.2.2, mostraremos todos os diagramas nessa
ordem de teoria de perturbacao para as fungoes irredutiveis de duas particulas Fﬁ; e Fgg. Se-
guindo nossa estratégia anterior, realizaremos os calculos em uma dimensao para, em seguida,
generalizarmos esses resultados para duas dimensoes.

A principal vantagem de realizarmos esses calculos em uma dimensao é que, além de lidar
com um caso muito mais simples, poderemos detectar possiveis problemas de nao-renormalizabi-
lidade do modelo antes de realizarmos calculos mais complexos. Nao chegamos a calcular expli-
citamente todos os diagramas, para mantermos a brevidade de nossa abordagem. Entretanto,
mostramos todos os diagramas possiveis e os seus respectivos resultados. Muitos desses diagra-
mas cancelam-se mutuamente tanto em um “loop” quanto em dois “loops”, restando apenas
alguns deles. Contudo, em dois “loops” ha poucos diagramas restantes [N 1n2(Q / w)}, que
sao exatamente cancelados ao expandirmos os parametros “nus”, em relacao aos parametros

renormalizados, ordem a ordem na teoria de perturbacao, como veremos nesta secao.
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3.2 Caso 1D

3.2.1 Calculos de um “loop” para o caso d =1

No capitulo anterior, vimos que algumas grandezas fisicas de interesse apresentam di-
vergéncias logaritmicas em um céalculo até dois “loops”. Para visualizarmos melhor quais
parametros devem ser renormalizados, aplicaremos, primeiramente, o GR em uma ordem de
um “loop” e, em seguida realizaremos os calculos completos em dois “loops”. Assim, até essa
ordem de teoria de perturbacgao, nao ¢é dificil constatar que a auto-energia nao é divergente em
um célculo de um“loop”. Entretanto, nessa mesma ordem, as fungoes irredutiveis FYL) e F§4) sao
logaritmicamente divergentes. Assim, seguindo a sistematica do GR devemos adicionar contra-
termos ao Lagrangiano (2.44) a fim de eliminarmos as divergéncias logaritmicas que aparecem

nas fungoes irredutiveis mencionadas acima, ou seja:

Ln= 3 [ S0 0 0) 10— wr(Ib] = k) — ex] b (5:)

o,a=%

dp dq dk
B ; /27T27r2 9200608y — 9100081004y (0 + 4 — ks 0) V1) (B, 1) ()5 (0, 8) Yiya (1)
7 7’y

S [ SR Ay (p.1) [0, — ve (K] — ) — 6] Yo (0.)
o,a=+

dp dq dk
= Y [ or i e Boadasdi — Cardardanltbl s (p 4 0 = k) Uy, (k) V0 (0:0) Vs (9, 1)

e o1 27 21
Lr=L+ L. (3.1)
ou ainda:

Lp= Y /2 Ul (0,0) [0, — vr(|K] — kr) — er] ¥nas (9, 1)

o,a=%

dp dq dk
- > /27r 59 (928006087 — G1B0ay03s]
a,B,0,y

XUhys P+ a = kUL, (kD) ¥ps (4.8) Uiy (p:1) (3.2)
onde vg, kr e €p nao sofrem qualquer renormalizagao e as grandezas “nuas” agora incorporam
os contratermos adicionados ao Lagrangiano. Podemos, entao, identificar os parametros “nus”
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CcOo1mao:

wB(a)U = (1 + A)l/zdj(a)o' = Zl/z¢(a)o (33)
1+C

9B = ((1 j_rA))Q g =2"71+0)g (3.4)

mo = (s = 21 Bl 35)

Escrevendo as grandezas “nuas” dessa forma podemos definir naturalmente dois tipos de

funcoes irredutiveis, 1“53) e Iy () , relacionadas entre si por meio da equacao abaixo:

Fg)({Pi};ngvng,po) =7 n/QF ({p:}; 91r> 92R: Do) (3.6)
ou ainda:
I ({pi}: 91, 92m:00) = 27T ({pi}; 9185 G2, Do) (3.7)

Aplicando a teoria de perturbacao até uma ordem de um “loop”, descrita no capitulo
anterior, obteremos os diagramas da figura 3.1 para auto-energia (Xp) e os diagramas das
(4)

figuras 3.2 e 3.3 para as fungoes irredutiveis I'; 5 e Fl - Considerando os diagramas da auto-

energia e as devidas regras de Feynman, encontramos imediatamente:

Z.(2923 — g1B)A
T

—iX5(p,po) = — (3.8)

Em um “loop”, portanto, a auto-energia sé contribui para renormalizar a energia de Fermi.

Como nao levamos em conta a renormalizacao da SF podemos desprezar essa contribuicao.

Figura 3.1: Diagramas da auto-energia até um “loop”em uma dimensao.

42



N

o

. . , 4 . ~
Figura 3.2: Diagramas até um “loop” no canal Fg E); em uma dimensao.

No capitulo anterior, vimos como a auto-energia relaciona-se com a funcao irredutivel de

uma particula:

Fg()ﬂ (93 918, 92, Do) = G;}H (p; 918, 928, Do) (3.9)

Tomando a transformada de Fourier em relacao a parte temporal da equagao de Dyson

(2.43), poderemos reescrevé-la na forma:

1
GB(+) - 0 (3.10)
(Glpte) ™~ S5
Assim, a equagao (3.9) se reduz a:
F(z) . _ G(O) -1 _ % . _
B(+)(p7 ngv.QQB;pO) ( B(+)(p7p0)) B(p) ng7g237p0)
(po — €r —vr(p — kr)) — X5(P; 918, 92 Po) (3.11)

onde usamos a equagao (2.30). Agora, usando a condigao (3.7) juntamente com a equagao (3.8),

chegaremos a seguinte equagao:

Fg()+) (P: 91R, G2r, D0 — €F = w) = Z(w) [(w — vr(p — kr))] (3.12)

Uma vez que queremos que as fungoes irredutiveis renormalizados sejam finitas ao nos

aproximarmos dos niveis de Fermi, definiremos FEQB)) tal que:
Fg)(p = kp; 91R, 2R, D0 — €F = W) = W (3.13)

Substituindo a equagao (3.13) na equagao (3.12), resulta:
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w=Z(w)w (3.14)

Conseqiientemente, segue-se que, em um “loop”, temos que Z(w) = 1. Cabe ressaltar o
fato de que, em um liquido de Fermi, o peso Z da quasiparticula é tal que 0 < Z < 1. Assim,
pelo resultado acima, podemos ser levados erroneamente a pensar que, ao obtermos Z = 1,
estamos diante de um cenario tipico de um liquido de Fermi. Na verdade, em uma dimensao é
bem conhecido o resultado no caso em que temos o modelo de Hubbard repulsivo como modelo
inicial. Neste caso, deveriamos encontrar no regime metalico o liquido de Luttinger no qual
Z — 0. Esse resultado nao perturbativo nao se manifesta nessa ordem de perturbacao. Fica
claro, entao, que isso é apenas um artificio da aproximacao.

Podemos, agora, analisar as funcoes irredutiveis I’Yg e Fg‘g. As figuras 3.2 e 3.3 mostram
os diagramas para tais fungoes. Usando as devidas regras de Feynman para calcularmos esses

diagramas, veremos que ocorrerao alguns cancelamentos! resultando nas seguintes equacoes:

2
. g Q
ZF&%({I%} = *kpipo) = g1B — Wi}i In (po — €F> + ...

2 0
TB({pi} = +hrip) = gop — 512 In (po = 6F> .. (3.15)

onde fixamos os momentos externos nos pontos de Fermi. Agora, se usarmos a equagao (3.7)
relacionando as fungoes irredutiveis de uma particula “nuas” e renormalizadas, chegamos as

seguintes expressoes:

2 0
PO (s} = ks po) = 22 [gw _ im g, ( ) . ]
Po — €F

TV
(4) 9is Q
Top({pi} = Tkpipo) = 2° lng - In <p0 — €F> + ] (3.16)

A fim de determinarmos os parametros de acoplamento fisicos, ou experimentalmente

observaveis, devemos fazer as seguintes prescrigoes:

Tsso acontece apenas em uma dimensao.
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Figura 3.3: Diagramas até um “loop” no canal Fg E); em uma dimensao.

L0y = kp,p2 = —kp,p3 = kp.ps = —kpipo — €p = W) = gir(w)
ifgg(pl =kp,p2 = —kp,p3 = —kp,ps = kr;po — €r = w) = gar(w) (3.17)
Note que todos os parametros renormalizados dependem da escala de energia w que nao se
manifesta nas grandezas “nuas”. Isso acontece por havermos adicionado os contratermos para
definir as grandezas “nuas”. Essa é a hipétese do GR na qual as equagoes do GR constroem

uma teoria efetiva dependente da escala de energia.

Assim, lembrando que obtivemos Z = 1, podemos reescrever a equacao (3.15) da seguinte

forma:
2 Q
9ir = J1B + 91731n () + ...
TUp w
2 Q
9or = 92B + B, <> + ... (3.18)

2muE w

ou ainda:

Q
J1ir = J1B (1 _ 9B n () + )
TV w
2 Q
92rR = §2B (1 S —— NB__ 1 <) + ) (3.19)
TUFg2B w

Agora, devemos inverter essas equacoes para obtermos os parametros “nus” com relagao

aos parametros renormalizados. Conseqiientemente:

Q -1 Q
g1iB = J1R (1—913 H() —l—) = 1R (1+ngln () —i—)
VR w TV w
2 0 -1 2 0
9oB = GoRr 1 — 7913 In () + ... = GoR 1+ 7913 In () + ... (320)
2TUR 2R w 2TVRgeB w
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Ao substituirmos as grandezas “nuas” desta tltima equacgao pelas expressoes correspon-
dentes em termos dos parameros renormalizados, mantendo a ordem de perturbacao em que

trabalhamos, temos que:

2 Q
g91B = 1R T gliRln () + ...

TUp w
2 Q

g2B = G2R —+ 2glR In <> + ... (321)
TUR w

Usando o fato de que as grandezas “nuas” nao dependem da escala de energia, podemos

derivar esta ultima equacgao com relacao a w para obtermos:

d 2
w JirR _ 9Rr

dw TUR

dgor Q%R
—_— = ==t 3.22
v dw 2mup ( )

onde mantivemos apenas os termos de um “loop”, que é a ordem desejada. Essas equagoes
construirao a dependéncia dos parametros renormalizados com relacao a escala de energia.
Devemos notar, também, que, diferentemente do peso Z da quasiparticula, a quantidade g; —2¢s
é um invariante exato, e esse resultado deve ser mantido mesmo para calculos de ordem superior.
Nao é dificil ver que, para o modelo de Hubbard repulsivo, teremos pontos fixos nao triviais.
Neste caso, as equagoes do GR (3.22) nao variam mais, ou seja, ao atingirmos um ponto fixo
gir = gir devemos ter que dgj/dw = 0. Isso nos leva a concluir que gy = 0 e g3 = constante
¢ a solugao desejada. Caso g3 = 0, as equagoes do GR sao igualmente satisfeitas, mas isso
constitui uma solucao trivial do sistema fisico que nao nos interessa. O resultado nao-trivial
caracteriza a tao conhecida linha de Luttinger[29] no espago dos g’s. A seguir, passaremos aos

calculos em dois “loops” para podermos analisar suas principais peculiaridades e vantagens.
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3.2.2 Calculos de dois “loops” para o caso d =1

No célculo de um “loop”, vimos que o peso Z da quasiparticula é sempre igual a um.
Entretanto, nesta secao mostraremos que uma das principais vantagens de realizar célculos até
dois “loops” é que Z nao possui mais um valor fixo, mas evolui com as equacoes do GR e
eventualmente se anula quando w — 0.

Na se¢ao C.3 do Apéndice C, mostramos de forma sucinta, como exemplo, os célculos para
um dos diagramas da auto-energia (X) e um diagrama de cada uma das fungdes irredutiveis
F§4) e Fé‘” usando as ja definidas regras de Feynman. Assim, utilizando o Lagrangiano renor-
malizado 3.2 podemos fazer teoria de perturbacao até dois “loops” para chegarmos as seguintes

expressoes:

- 1935 + 955 — 918928 Q
)y =k = — In
X5(p FiPo) =1 Ar272 (po — €r) e +

(3.23)

onde mais uma vez desprezamos os efeitos produzidos pelas contribuicoes constantes na auto-

energia —iXpg, €:

2 Q 1 0
T ({pi} = +hkp; po) = — 9B - 2 035 — G159p) ]
il ({pi} F; Do) 91B p— n Do —ep om0l (915928 — 91B95p) In Do —er +
2 Q 1 9)
T Y= kg _ Y:] 1 2 o 2 Y]
ilyp({pi} F; Do) 92B 2mup n Do — €r + 2202 (918928 — 91895p) In Do — €r
3 -9 3 0
. (915 2923) In ( ) 4o (3.24)
4m2uE Po —€F

~ . s - (4) (4)
para as funcoes irredutiveis I'; 5 e I'y 5.

Analisaremos, agora, a auto-energia. Aplicaremos a sistematica do GR, como fizemos no

caso de um “loop”. Para tanto, fazeremos uso das equagoes (3.23) e (3.11) para escrever:
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F§323+)(p; 918, 928, Do) = (po — €r —vp(p — kr))

_i_[g%B + 935 — 918928 [(po —ep)In < Q ﬂ + .. (3.25)

2,2
Amvs Do — €F

Assim, se usarmos a equagao (3.7), chegaremos a:

Fg()ﬂ(p; 91R, 2R, Do) = Z(w) (po — €r —vp(p — kr))

2 2 Q)
(9% + 935 — 918925] [(po )l ( )1 N 1
Po — €F

2,2
dmiog

(3.26)

Novamente, a fim de determinar as grandezas renormalizadas finitas, devemos fazer pres-
crigdes. Usaremos a mesma prescrigdo mostrada na equagao (3.13) para escrever a ultima

equagao na seguinte forma:

915 + 935 — 918925] 0
w=Zw)lw+ prcT) [w In (w)] + ] (3.27)

Esta ultima equacao define a relacao funcional do peso de quasiparticulas com a escala

de energia w. Segue-se que:

Z(w) = (1 | 195+ 95 — gipgan] | <Q> - ) B (3.28)

420, w
Note que Z(w) = 0 no limite w — 0. No regime de aproximacao O(g%,), podemos expandir

Z, mantendo a devida ordem em teoria de perturbagao O(g2;), resultando em:

[9%r + 935 — 91RY2R)] Q
Z(w) =1 = 1R 42:21)% In <w> =+ ... (329)

que é a forma funcional do peso Z da quasiparticula com relacao a escala de energia w em

um célculo até dois “loops”. Devemos ainda derivar uma equacao do GR para Z. Colocando

wdZ/dw nessa ordem de aproximagao chega-se ao resultado desejado:
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wdZ  9ir + 95k — 91rG2R]

o~ = 3.30
Z dw A2, 7 (3:30)
ou ainda,
dZ(w)
=~Z 31
W2 — 2() (331)
onde:
2 2

dm20%
é a conhecida dimensao anomala[52, 53]. Assim, derivamos uma equacao do GR para o peso Z
da quasiparticula que constitui efetivamente a dependéncia de Z com a escala de renormalizagao
w. O fator gama geralmente é chamado de dimensao anomala devido ao fato de que em um
regime de pontos fixos o peso de quasiparticulas, Z ~ w?", introduz uma dimensdo extra
as funcoes de Green renormalizadas. Isso caracteriza o desaparecimento das quasiparticulas
quando v* # 0.

Uma vez que calculamos Z e sua respectiva equacao do GR podemos, entao, derivar uma
equagao do GR para para os acoplamentos renormalizados. Usando a equagao (3.7) podemos

escrever:

Fz(;l%) ({pi}; 91R, 92R, Po) = Z2F§4B) ({Pi}§ 91B, 92B, po) (3-33)

com i = 1,2. No capitulo anterior mostramos apenas os diagramas que contribuem com O(In),
pois sao esses diagramas que realmente importam, como veremos a seguir.

Para visualizar isso, devemos calcular todos os diagramas das figuras 2.6 e 2.7 juntamente
com os diagramas das figuras 3.4 e 3.5. Apoés varios cancelamentos mutuos, e considerando esta

tultima equacao chegamos aos seguintes resultados?:

2Devemos sempre manter em mente que devemos ter de um lado grandezas renormalizadas e do outro apenas
grandezas “nuas”.
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, 2 4 g2 v\ 2 9 O
ZFS%({PZ} = +kr; 1R, 921, Do) = (1 — 915 + 925 — 918925] In (w) giB — 918 In

47?22}12? Po — €F

1 2 2 Q Q%B 2 Q
T 52,2 - 1 1
27_‘_21}% (9i92B — 1BY5p) In <p0 — €F> + 7r2v% n p— +

2 2 2 5
; + — Q 0
ZF%({M} = xkr; g1r, g2r:po) = |1 — 915 + 9o — 91139251 In(— GoB — 9iB_
w

AT} 2mup Do — €F
1 2 2 Q (9%3 - 2933) Q Q%B 2 Q
2202, N l - In + In + ...
QWZU% (915625 = G15625) 0 (pO —€F 472“?«“ Po — €F 27?211% Po — €r

(3.34)

Se mantivermos apenas termos de O(glg) e usarmos as prescrigoes (3.17) poderemos

escrever:
2 3
91B Q 9B Q 1 2 2 Q
9iR gip g n o om0 n o 2W2v%(913923 918955) In w
2 _ 2 0 3 9}
+[913923 ngng] In () + 91B2 In2 <> T
2120 w 2% w
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Figura 3.5: Diagramas de O(In?) para o canal Fgg.

2
9iB Q) 9is (Q) 1 2 2 (Q
— _ In (2 In _ (2
928 925 2mUp " (w 420, w + 21202, (915928 = 913925) In w
" 9352 In <Q) o289t +9§Bz— 918958 In (Q) n 9132 1n2 (Q) 4
21207 w 27207 w 21207 w

(3.35)

Similarmente ao que fizemos no calculo em um “loop”, se colocarmos ¢gip € gap em

evidéncia nas respectivas equacgoes e invertermos as equagoes chegaremos aos resultados:

918 Q) 9is (Q> 1 (Q>
- 1 - T8 (20 - () - |
s glR( TR n(w 21208, "o 272 %(913923 Ga) In w
— g2 0
+[ngg2B 2923] n () n 9is o 2
2m2v%, w w2
2 3
9iB (Q) 9iB <Q> 1 2 (Q)
- 1- B g, () 9B (P — In (2
92B 92R< IMVpgon i W 47202 gap ! w * 21202, (918 — 918928) In w
Q 2+ g2 — QO 3 QO -
N 935 In < )_ l9i5 + 938 2913923] In () L 9B 2( >+
271202, w 27203 w 21202998 w

(3.36)

Agora, podemos usar a expansao de um “loop” para os parametros “nus” (3.18) que, apds

alguns cancelamentos, nos leva as seguintes equagoes:

Q Q
1B =g1r t+ —— glR In ( ) + Gin In ( )
TUR w 2120, W
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2 Q 3 Q
92B = g2r + ;:R In () + I In () (3.37)

U w dm2o% w
onde expandimos a funcao inversa dos acoplamentos mantendo a coeréncia na ordem de teoria
de perturbagdo. Ao usarmos a expansao (3.18) os termos em In* sdo cancelados exatamente
do, efeti t teoria é lizdvel®. Derivand lagao a w (lem-
provando, efetivamente, que nossa teoria é renormalizavel®. Derivando em relagao a w (lem
brando que as grandezas “nuas” nao dependem da escala de energia), chegaremos as seguintes
)

equagoes do GR para os acoplamentos renormalizados:

wdglR _ Q%R + Q%R
dw Top  2m0%
ngR _ g%R g%R (3 38)
dw  2mvp  4Ar?0% '

Note que essas equagoes satisfazem a condi¢do d(g1gr — 2¢2r)/dw = 0, como esperado.

Assim, a quantidade g;g — 2¢gor continua sendo um invariante exato.

3.3 Caso 2D

Em duas dimensoes, vimos que os acoplamentos dependem dos momentos ao longo da
SF. Nosso caso de interesse é o calculo de dois “loops” com a SF da figura 2.3, porque, como
vimos, é a partir dessa ordem de perturbacao que a amplitude de quasiparticulas passa a ser
nao-trivial. A sistemaética do GR é exatamente a mesma descrita na secao anterior, com uma
diferenca peculiar que é a integracao dos acoplamentos em relacao aos momentos paralelos.

Assim, nao é necessario repetir todas as discussoes feitas na secao anterior*. Contudo, em duas

3Como resultado iremos, de agora em diante, apenas efetuar célculos de diagramas que contribuem com
termos em In(Q/w).

40 caso 2D parece ser uma generalizacdo do caso unidimensional. Entretanto, é preciso tomar cuidado
com essa linha de raciocinio. Com efeito, poderiamos ser levados a pensar que os processos no caso 2D sao
como 0s processos no caso unidimensional correspondendo-se ponto a ponto na SF dando um carater quasi-
unidimensional. Contudo, nao é bem isso o que acontece e vérios processos envolvendo pontos de regioes
diferentes da SF podem ocorrer caracterizando um processo efetivamente bidimensional como veremos mais
adiante na andlise de resultados.
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dimensoes as prescrigoes sao feitas de forma a que fixemos as componentes perpendiculares dos

momentos externos na SF. Conseqiientemente a prescri¢ao (3.13) se torna:

zrﬁ? (p||,pL = kp; 91R, 2R, D0 — €F = W) = W (3.39)

e, portanto, a componente do momento ao longo da SF nao ¢ fixada pela condi¢ao de renorma-
lizacao.

Essa dimensao extra, em relacdo ao caso unidimensional, passa também a ser levada
em conta nas integragoes dos momentos internos de todos os diagramas de Feynman. Em
decorréncia, todos os diagramas serao funcoes de momentos paralelos. No Apéndice C mostra-
mos explicitamente como levar em consideracao a dependéncia dos acoplamentos com relacao
aos momentos paralelos tanto para a auto-energia quanto para as funcoes irredutiveis de duas
particulas.

Seguindo essa sistemdtica para a equagao da auto-energia (2.49) e considerando a pres-
crigao (3.39) podemos chegar & seguinte equagao para Z, que generaliza para o caso bidimen-

sional nosso resultado encontrado na equagao (3.31):

1
Z(pjyw) =1- 32707, /D dkydqy {2913(—@ +p+ qu by qu)gar (o) qu k)
+292r (pn, Q) —ky + oy + C]1||) 2R (kn, —k + o+ ay, Q1||) — G1r (pn, a1 /f||)
Xgar (k‘u, —k 4P+ q; Q1H) — 92r(P))> v — Ry + Py + @)

Q
X g1Rr (k?u, —kj +p) + qlu,PH) ] In <w> (3.40)

Mais uma vez, dentro do mesmo limite de aproximacao, o peso Z da quasiparticula obedece

uma equac¢ao do GR do tipo:

dZ(py;
W (pHaw)

Y Y(p)Z(p);w) (3.41)

onde a dimensao anomala vy é agora mais complexa e dada por:
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1
Py = 32000 /D dkyday {29111(—%” + 1)+ sk a)gie (P a, Ky
+292r (pu, Qs —k) +p) + Q1||) 2R (/fu, —k+p+ ay, Q1||> — G1Rr (p||, a1 /f||)
X gar (/fu, —ky +p + @ Q1H) — g2r(P), qu|, — k) + P+ Q1))g1r (kn, —kj+pp+ Q1||,p||) }

(3.42)

onde D pode ser encontrado no Apéndice G. Suprimimos a dependéncia dos g;g’s com a escala
de energia w para nao sobrecarregarmos a notacgao. Dessa forma, vamos suprimir qualquer
explicitagao da dependéncia dos parametros renormalizados com a escala de energia w, a nao
ser quando estritamente necessario, pois sabemos de antemao que qualquer parametro renor-
malizado depende da escala de energia w.

Uma vez que temos Z(pj;w), podemos derivar em seguida as equagoes do GR para os
acoplamentos renormalizados. Para tanto, devemos primeiramente reescrever a equagao (3.7),
pois a dependéncia dos acoplamentos renormalizados com os momentos ao longo da SF faz
surgir a necessidade de escrever um peso de quasiparticulas para cada momento externo, ou

seja:

PR Yo 9o p0) = ZM2(01150) 22 (g ) 2V (pags ) 27 (g )

T ({pi}; 915, 925, 10) (3.43)

Usando a equagao (3.42), podemos reescrever a equagao (3.40) da seguinte forma:

Q
Z(pj;w) =1 =~(py) In (w) (3.44)
Assim, podemos usar a seguinte expansao:

7' (pyw) =1 — 7(2p||) In <S> (3.45)
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em que usamos o fato de que temos que manter a coeréncia na ordem de teoria de perturbacao

O(g?). Dessa forma, podemos escrever:

4
Pi Q
Z2(pry; w) 22 (pay; @) 2 (psy; ) 2P (pagsw) = 1= 3 7(2 1) In <w> (3.46)
i=1
e a equagao (3.43) se reduz a:
4
gAvL Q
Fg?({Pi};glR,ng,po) = (1 - Z (2) In (w)) Fz(';la)({Pi};ng,%B,po) (3-47)
i=1

. , . . - .. (4
com ¢ = 1,2. Além disso, devemos fazer novas prescrigoes para as funcoes irredutiveis I' § ]% e

Fgg tais que na SF tenhamos:

ir(ﬁ%({piHLPIL =kp,po1 = —kp,p31 = kp,par = —kp;po — €p = w) = gir(P1)], P2y, P3)))
irg}%({pin},pu =kp,p21 = —kp,p3s1 = —kp,pa1 = kp;po — €p = w) = gar(P1), P2|» P3)|)

(3.48)

Aplicando a sistematica do GR apresentada no caso unidimensional em dois “loops”, e
com o auxilio das equagoes (2.50) e (2.51), é possivel chegarmos as seguintes equagdes do GR

para os acoplamentos:

dgir (P1||ap2||7]93u> 1
w =
dw Am2vp

{/D dky[g1(=ky =+ puy + p2ys By, p3)
X gar(P1)s P2|s k) + gar(Kys =Ky + puy =+ P2y, Pry + P2y — p3y) g1r(P1ys P2ys k)]
* /p dk) [291R(p1,p2|| = 03+ ks k) gur(ky p2ys psi) — g1r(prys P2 — paj + Ky k)

X gar (K|, P2y P2 — P3| + k) — gir(Kyp, D2y P3y) Ger (D1, P2 — Py + Ky vy + P2y — p3)} }

1

e { /1)7 dk)da) [gm(kn + p1 = Py P2y ki) gar (ks ay by + @) — pay)

xgir(puy, Ky + qy — psys ki + puy — psy) + gir(ky, qy pay)g1r(K) + prp — 3y, P2y Ky)

X gar (1), ki + q) — p3, q1) — 291r(Ky + Py — p3y, P2ys k) g2r(P1)s K + @ — p3gs @)

xgar (K, q, Ky + q) —P3||)] + /D dkydg {923((1”7 Eyjs pa) g1r (01, By + p3j — pay» p3)p)
8
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X g1r(K| + q — pays D2y @) + G1r(P1), Ky + v — 1y v3)) 91 Q) By Ry 4+ 9 — pagp)

X gar (K| + q — pajs D2y Ky + p3y — p1yp) — 292Ky, a1 Pay) 912 (1) By + P3| — 1y P3)p)

4
Y\Pi
X gar (K| + q) — pajjs P2y By + P3| — p1||)] } + gir (p1||,p2u,p3||) > (2 ) (3.49)
=1

e, de forma analoga, chegamos a seguinte equagao para gsg:

dgar (1) P2|» P 1
w ( 1l> 22| 3”> — {/D dk {92R<_k + p1j + P2y Ky p3))
1

dw  An2up
X gar(Drf 21y k) + gur(ky, =Ky + pay 4 2y py =+ P2y — psy)g1r Py, P2y ’fu)]
- /DS dky 9211y, P3| — 1 + Kys P3)92r Ky, P2y, Py — Py + kn)]}
+327r140%{ . dkida {glR(Pu ki + ap = pays ki) grr(ky, py, Ky + pay — psy)
X g1r(ky| + 21 — 3> @i ay) — 2910 (P1ys Ky + g — pays Ky gr(ky + P2y — psys 4 ay)
X gar (K|, D2y, p3)) + g2r(Kyp, D2)> P3) G1r (K + D2y — D3y, 4, Pay) 92r(P1)s By + @ — > qp)
+92r(Ky, D2y, p3)))92r (K + P2y — P> @y Ky + @ — puy) g1y by + @y — pay, Ky)
—292r(Ky, D2y, P3))92r (K + P2y — psj> @y Ky + @y — pay)g2r (P By + @y — s )
+ /736 dkydg {gm(plv ki pay)gur(ay, ky + psj — pays By + @y — p2p)grr(ky + ¢ — pays vy, 4))
—20or(p1)); Ky, Ky + pay — p21)grr(qs by + psy — p2ys By + @y — p21)gir (k) + q) — p2ys 2y )
+92r(P), Ky Ky + pay — pap)gur(ay, Ky + psj — P2y Ky + @ — p2p)g2r(ky + @ — D2y 2y Ky)
+92r(D1), Ky, Ky 4 3y — p21)91r (k) + qp — P2y, 2y @) 92r(ay, Ky + psyp — P2y p3y)
—2g2r(puy), Ky, Ky + p3y — p2)g2r (K + @) — p2y, 2y Ky) g2r(q), By + psp — p2||,p3||)} }

4

Y\Pi
+92r (p1|\7p2||,p3||) > (2 ) (3.50)
=1

onde a dimensdo anémala v é dada pela equagao (3.42). E impossivel resolver essas tultimas
equacoes analiticamente, pois sao equagoes integro-diferenciais. Mais adiante, recorremos a
técnicas numéricas. Além disso, g1r — 2¢2r nao é mais um diferencial exato, o que é importante
para chegarmos a equacao do GR para o peso Z da quasiparticula. Entretanto, uma vez
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que os diagramas da auto-energia que geram esse termo nao sao logaritmicamente divergentes,
assumiremos que essa quantidade nao contribui significativamente para a renormalizagao de Z,
e pode ser desprezada. Quando obtivermos para os resultados numéricos, veremos que essa é

uma boa aproximacao.

57



Capitulo 4

Suscetibilidades

Nesse capitulo, introduziremos as funcoes respostas que originam as respectivas suscetibi-
lidades estudadas em nosso modelo. Em uma dimensao, exploraremos algumas simetrias com
relacao as projecoes de “spin” para definirmos funcoes resposta do tipo onda de densidade de
carga, ODC', onda de densidade de “spin”, ODS, supercondutividade do tipo singleto, SC'S e,
finalmente, supercondutividade do tipo tripleto, SC'T". Em nosso caso bidimensional, surge mais
uma simetria intrinseca de nosso modelo que, por sua vez, nos permite definir func¢oes resposta
simetrizadas com relagao ao sinal dos momentos paralelos como onda de densidade de spin dos
tipos s e d (ODS+), onda de densidade de carga dos tipos s e d (ODC+), supercondutividade
do tipo singleto s e d (SCS+) e supercondutividade do tipo tripleto s e d (SCT=). Vamos,
ainda, calcular os diagramas referentes a cada simetria até um “loop”. Como veremos, nao ha
necessidade de ir além disso, pois os diagramas gerariam contribuicoes de ordem superior que
sao cancelados por contratermos apropriados. Novamente, vamos fazer toda a renormalizagao
em uma dimensao para, entao, mais uma vez, generalizarmos nossos resultados para o caso em

duas dimensoes.
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4.1 Fontes Geradoras das Simetrias

Nos tltimos dois capitulos, calculamos grandezas fisicas pertinentes ao nosso modelo mi-
croscopico que apresentam singularidades logaritmicas a medida que nos aproximamos da SF.
Para lidar com tais singularidades, adicionamos contratermos ao Lagrangiano para que, dessa
forma, a teoria se torne finita. Empregamos a sistematica do GR para derivarmos as respec-
tivas equacoes do GR para os acoplamentos tanto em uma quanto em duas dimensoes. Antes
de irmos adiante com a renormalizacao das fungoes resposta e as respectivas suscetibilidades
devemos, primeiramente, gerar todas as simetrias pertinentes ao nosso modelo, adicionando ao
Lagrangiano dois campos externos ficticios, hg. (para o termo de emparelhamento supercondu-
tor) e h,q (para onda de densidade), que atuam essencialmente como fontes para a gerac¢ao dos

pares de particula-particula e particula-buraco. Para tanto, nés definimos:

ddk‘ dd Nt Nt ,
ext Z / /dt hSC’ CI7 T (k7 q; tat ) w(+)a <k7 t ) Qﬁ(,)g (q - kat )
+h$p (OL )Tgp (ki £, ) o, (k) s (k—q,t') + ccl. (4.1)

que, por sua vez, deve ser adicionado ao nosso modelo de Lagrangiano.

No capitulo 2, vimos que pares de operadores 14 e ¥(_) geram contribuicoes logaritmicas.
No caso das funcgoes resposta, os diagramas gerados também apresentam singularidades lo-
garitmicas e, portanto, devemos adicionar contratermos para regularizar a teoria. Dessa forma,

temos:

=% o[

a’ﬂ

/dt 182 (@ ) T (a5t ) 9]0 () 9]y (a =k, )

+heh (a,t) TSD (k,q;t,1) w(Ha (k,t") oy (k —q,t') + c.c]

d d
9> [ i | o [ AN @0 T st )l ()l la =K

+FhE (q,t) TS5 (k, q; t, t)¢ St s (k—q,t) +eel. (4.2)

Usando a relacao (3.5) segue-se, outra vez, que:
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Figura 4.1: Representacao diagramatica das funcoes de Green G(2 ) G(OQ};).

77ZJB(a)0' = Zl/Qw(a)a
Identificando-se:

TBa,B 1/2Z—1/2(1 + E)Tsacﬂ _ Z_1/2Z_1/2Z§é%ag

Ton’ = 2722721+ FYTSh = 27 P27 P25 LT85

podemos, entao, escrever:

(4.4)

ddk ddq /71, ¢ Q / ! /
ext Z / / 27T d /dt [th (qv t) %BC ’ (k7 q, t7t ) wTBH—)a (k7t ) ¢TB(_)5 (q - kat )

+ho ( )TBQB (k, q;, t/> ¢L(+)a (k, t/) ¢B(_)g (k —q, t/) + c.c].

(4.5)

onde os termos TBQB (1 =SC,0D) sao os chamados fatores de forma que definem as simetrias

ja mencionadas na introducao deste capitulo. Incorporando essas simetrias, podemos definir as

funcoes de Green relativas as funcoes resposta (G( Y5 com i = SC, OD). Para tanto, vamos

escrever:

5w
G(21 7 /7 ;t,t/,t” _
BoDas(P, P a S R @0 )T o)

n=n=j=j=ha.=h =

53
She (s )8 jor (P!, ') 000 (P, 1)

iGg,’S’lg'a,B<p7 p/> q; t; t/7 t//) -
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Figura 4.2: Diagramas até um “loop” para Fg:glé e F;’OlD.

(2,1)

)comz’:

No Apéndice F, nés demonstramos a relacao entre as funcoes irredutiveis FEQ’I
SC,0OD e suas respectivas fungoes de Green. Assim, fazendo uso das relagoes (F.14) e (F.15),
nos podemos escrever:

. ~(2,1 . - 21 —
_ngb()S'y(pﬂpl7ql;tvt1at2> - / / / ZD%D(q - Q17t - tl)F(Ob()S'y(qv p/ap”;tyt,vt//)

a,? p'.t' p" "
XiG () (P' — P13t — 12)iGyo(p — Pt — 1) (4.8)

—’iGEqZéla)y(Rp1,Q1;t7t17752) = / / / iDyC(q— qu;t — tl)FgZé}g7<qa p.p"tt,t")
‘—Lz p' ' p't"’

XiG (e (P1 — Pita — )iG e (p — D"t — 1) (4.9)
onde Df;W com ¢ = SC,0D sao os propagadores de convolucao do tipo supercondutor e onda
de densidade e os G1 os propagadores de particula. Na figura 4.1, mostramos a representacgao
diagramatica dessas duas ultimas expressoes. No Apéndice F encontra-se, também, a definigao
algébrica dos propagadores de convolucao, th. Dessa forma, podemos usar a teoria de per-

turbacao para gerar os diagramas da figura 4.2 até um “loop”, pois em dois “loops” héa apenas

contribuicoes! do tipo O(In?) que se cancelam mutuamente. Para simplificarmos nossos calculos,

! Apesar de estarmos indo apenas até um “loop” nas funcodes resposta o que determinard a ordem de per-
turbagao serd as equagoes do GR para os acoplamentos.
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usamos a conservacao dos momentos para modificarmos a disposicao dos momentos externos

nesses diagramas. Além disso, ao escrevermos as equagoes (4.4) poderemos definir duas fungoes

(2’1) e FR(271)

. s . B . ~ . P ~
irredutiveis, I'; ; com ¢ = SC,0D, que estao relacionadas através das equagoes a

seguir:

B

semd (4,1 g0, p0) = Z 72 (p,w) 27 (q — psw) Zsd(a;w) Doty

Caj (q, p;w,e€)
B(2, — — — R(2,
o oan(a D3 do, o) = Z73(p,w) Z7*(p — qsw) Zg b (a; w)Tspap(, P w, €)

(4.10)

Nosso objetivo é obter as suscetibilidades. Vamos iniciar nossa discussao apresentando
o que acontece, inicialmente, em uma dimensao. Podemos, entao, partir para os calculos e a
obtencao das equacoes do GR para as suscetibilidades em uma dimensao como se segue. Os

resultados encontrados serao generalizados em seguida, para o caso bidimensional.

4.2 Calculo das funcoes resposta e das suscetibilidades
no caso 1D até dois “loops”

Vamos, agora, seguir com a sistematica do GR para o caso em que d = 1. Se calcularmos

os diagramas da figura 4.2 para o caso unidimensional obtemos?:

TBO‘O’ ngTBaﬁ Q
p@UB _ _rBaf . 5. 9iBfop op_ |,
ODaj vlop t1 ﬁU;l 2vp 2vp 1 do—€r +
TBaﬁ ngTBﬂa 0
r@LB _ _rBaf 92BLsc SC_ 4 411
SCafs oo+ 2mup 2mup . Go — €F + ( )

onde fixamos todos os momentos externos tais que, ¢ = 2kr,p = kg, para a simetria do tipo
OD, e, q=0,p = kp, para a simetria do tipo SC. Para chegarmos as equacoes do GR devemos

fazer a seguinte prescricao®:

2Novamente usamos o fato da parte imagindria dos logaritmos ndo contribuir com divergéncias e, portanto,
devemos manter somente a parte real.

3Para evitar sobrecarga da notacdo vamos, a partir de agora, omitir toda a dependéncia dos parametros
renormalizados com a escala de energia, pois devemos ter em mente sempre que as grandezas renormalizadas
dependem sempre da escala de energia w.
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R(2,1
Fo&va};(q = 2kp,p = kpiqo — ep = w,pp = &) = —iTo5"
R(2,1
Tioan(q=0.p=kpiqo— ep = w,py = £) = —iT45" (4.12)
As grandezas “nuas” estao relacionadas com as grandezas renormalizadas por meio das

relagoes (4.10). Assim, usando as prescrigoes acima bem como as relagoes (4.10) poderemos

escrever:

_ﬂ-Raﬁ Z1/2Z1/ZZ F( )

—iTe? = 222\ P 25 T3 (4.13)

mas, no capitulo 3, ja realizamos os calculos para a determinacao de Z. Assim, da equagao

(3.29) e das equacoes (4.11) poderemos escrever:

2 2 0
—iTEeP = Zop (1 _lois 9232 2913923] In () + >
4t w
oo Bag
ngTOBD 92875p (Q>
_ 7 Bas ; _ In(=)+..
X ( Iop” +1 ﬁa;l 2mVUE 2mup . w *
2 2 0
TRaﬁ — Zso (1 _ l9is + 9232 291B92B] In () + )
A w
TBOéﬁ TBBOC Q
—iTa + P2B7sc_ _ 9iB In <> + .. (4.14)
2TUER 2TUE w

No capitulo anterior, vimos que o peso Z da quasiparticula renormaliza os acoplamentos
e possui uma forma do tipo Z = 1+ O(g?). Analogamente, a constante de renormalizagao dos
fatores de forma Zop(scy devem ter, no minimo, uma forma do tipo 1+O(Zop(scy). Claramente,
se Zop e Zsc forem diferentes de 1 teremos contribuigdes do tipo O(73,) e O(T&;). Portanto,

nessa ordem de teoria de perturbacao, Zpop = Zsc =1 e:

TRaﬁ TBaﬁ [(Saﬂ 3 9187557 B 92370356 In <Q> B 915 + 958 — 913923] (Q) TBaﬁ

o= 2mup 2mUE w 420,
TRaﬂ TBaﬁ 9237330&6 _ ng%BcBa 1 Q _ [Q%B + Q%B - 913923] Q TE Baf 415
n 2,.2 sSC + ( ° )
2mup 2mup w dmvg
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ou ainda:

,TRag TBaﬁ b Z ngTOBlgaﬁ 9B In (Q) o 975 + 935 _2913923] In <Q> + .
o1 2murTo 2muE w 4205 W

I (ﬂ) _ 9ls+ 935 — g18928] | (Q) +} (4.16)

w dm2v, w

TRa,B TBaﬂ{_ { 928 giB

2mup  2mup

Novamente, como fizemos no capitulo anterior, se invertermos essa equacao, usando tanto
a equagao (4.15) como as expansoes dos acoplamentos “nus” dadas em (3.18), chegamos as

seguintes expressoes:

oo Raf
TBaB Ra,@ S Z glRTé?’D ngT o (Q> n 93 + 9%32—2911%921%] o (Q) TR Rof |
] 2mup 2muEp w dmog
Raf RBa
TBaﬁ TRa,@ ngTs*c glRT 7 In (Q> I 93k + 95k — 91RY2R] In (Q) TRaB (4.17)
2mVp 2TVUE w 420, ' '

Derivando ambos os lados destas equagoes com relagdo a w em uma ordem O(g;g) podemos

escrever:
0 - ,%%op D Z 9r138° g Top” — TP
Oap 2mUp 2mop op
o 4T ngsc 9T s (4.18)
dw 2mUE 2mup '

onde levamos em consideracao a independéncia das grandezas ‘“nuas” em relagao a escala de
energia w. A dimensdo anomala, v, é extraida diretamente da equagao (3.32). Assim, chegamos

as equacoes do GR para as fungoes resposta de simetria OD e SC"

dTRaﬂ _s Z g1RToREU . 92RTORS ,]-Raﬁ
dw op o1 2R 2mup
d%]%caﬁ _ QQR%RCW glRT;E? TRa,B
w = — (4.19)
dw 2mup 2mup

Uma vez de posse das equacoes do GR para as fungoes resposta podemos explorar as suas

simetrias referentes as projecoes de “spin”. Se definirmos:
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N AN (4.20)

TE o = TN — 758 (4.21)
TR = T8 — 1341 (4.22)
T8 = T+ 138! (4.23)

onde ODC', ODS, SCS e SCT significam onda de densidade de carga, onda de densidade de
“spin”, supercondutividade do tipo singleto e supercondutividade do tipo tripleto respectiva-
mente. A simetria do tipo ODC', como o proprio nome sugere, é uma oscilagao coletiva de
carga e tem sido medida para varios sistemas. Como exemplo, podemos citar os supercondu-
tores organicos quasi-unidimensionais tanto na fase isolante quanto na fase supercondutora. A
simetria do tipo ODS é uma oscilacao coletiva de “spins” e é encontrada, por exemplo, em sis-
temas com flutuagoes antiferromagnéticas de “spin”, como o Cr. A supercondutividade do tipo
SC'S representa um estado supercondutor cuja soma total de “spins” dos pares de particulas
é nula. Por ultimo, temos a supercondutividade do tipo SCT" que é um estado supercondutor
com um par de Cooper de “spin” total igual a um. Nesse caso, pode haver a coexisténcia entre
as fases supercondutora e ferromagnética.

Nao ¢ dificil ver que teremos quatro equagoes do GR para essas simetrias a partir das

equagoes do GR (4.19):

d14 201k — G2R

w docfc = 2mup TODC TODC (4.24)
dT —92R

dost rop Toos +1To0s (4.25)

dTg; 9iRr + 92Rr

w di)cs 2mup Tses +1Tses (4.26)
dTg 92R — J1R

w CZUCT T o . Tser +1T5er (4.27)
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R+ " < xrRT R+ o~ . 1*
et S R*

7C-)‘DCJ obDs ,Z;DC oDsS T > z

(oDs) (ODs) SCS(SCT) 5CS(SCT)

Figura 4.3: Diagramas para o cédlculo das suscetibilidades.

Entretanto, estamos interessados no calculo das suscetibilidades. Para tanto, devemos ol-
har para a figura 4.3 na qual vemos que as suscetibilidades sao calculadas diretamente a partir
das funcoes resposta. Em nosso caso, todas as fungoes respostas sao reais. Entretanto, se fosse-
mos considerar processos do tipo Umklapp teriamos que considerar, também, as contribuicoes
da parte imaginaria das fungoes resposta. Portanto, escolhemos, aqui, a definicao na forma mais
geral possivel. Note que ha uma “bolha” particula-buraco e uma “bolha” particula-particula,
respectivamente, que, por sua vez, produzem divergéncias logaritmicas como vimos na segao

2.2.2. Se calcularmos tais diagramas chegaremos as seguintes equagoes:

Xope = —Q;UF (TORDC)2 In <q0 SZEF> (4.28)
Xops = _27T1UF (TORDS)2 In <q0 ?€F> (4.29)
XScs = _27T1UF (%%5)2111 <q0 ?€F> (4.30)
XSer = _Q;UF (%%Ty In (CJO ?€F> (4.31)

Dessa forma, as suscetibilidades também apresentam singularidades logaritmicas. Note
que as suscetibilidades ja foram calculadas com todos os parametros renormalizados. Para
contornarmos a presenca dessas singularidades, derivamos uma equacao do GR para as susce-
tibilidades. Assim, se fizermos gy — € = w, é suficiente derivarmos as equagoes (4.28-4.31) em

relacao a w para obtermos:

dxpc 1 R \?
R (7550) (4.32)
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1
W xoDs _ (Tds)” (4.33)

dw — 2mup
dxges _ 1 R \?
YTdw 2mup CZ&CS) (4:34)
dx§or 1 R \?
“Tdo T 2mup (%CT) (4.35)

que sao as equagoes do GR para as suscetibilidades. A resolucao destas equagoes, seguindo o
exemplo do que fizemos com as outras equagoes do GR para os acoplamentos, é feita numerica-
mente. Seus resultados serao apresentados em detalhe no préximo capitulo. Podemos, entao,

prosseguir para os calculos em duas dimensoes que é nosso caso de maior interesse.

4.3 Calculo das funcoes resposta e das suscetibilidades
no caso 2D até dois “loops”

Temos visto, nos ultimos capitulos, que o problema analogo em duas dimensoes necessa-
riamente faz os acoplamentos dependerem dos momentos ao longo da SF. Assim, as funcoes
resposta, que estao relacionadas diretamente com os fatores de forma, também dependerao das
projecoes dos momentos ao longo da SF. Desse modo, se calcularmos os diagramas da figura

4.2 em d = 2, as equagoes (4.11) sao reescritas da seguinte maneira:

B . « i oo
Fgglg(?\lﬂln) = —iT35%(pyq)) + on /Dg dk [%ﬁ S gis(kypp — a0 2857 (ks q)
o=1

—ga5(ky, ) — qn’pn)ToBSﬁ(k#J)] In ( > + . (4.36)

/ dk; [923(/(07 ) — Ky ay — ) Tae” (ky, ap)
10

4m2vp Jp
. Q
—gi5(ky, @y — Ry, o) Ts (ku,q)} In <q0 — ) + . (4.37)

qo — €F

2,1)B .1 Ba
Fch)zB ) = —iTse" (oo qp) +

€r
onde, agora, fixamos todas as componentes perpendiculares dos momentos externos tais que
qL. = 2kp;p. = kp para a simetria do tipo OD e, semelhantemente, ¢, = 0;p, = kp para a
simetria do tipo SC'. Os intervalos de integragao Dy e Djy sao dados no Apéndice G. Analogo
ao caso unidimensional, para chegarmos as equagoes do GR faremos inicialmente as seguintes
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prescricoes?:

R(2,1 R
FO(DQ,;( g1 = 2kp,p1 = kpiqo — er = w,po =€) = —iTon" (b, q; w)
2,1 R
FSéaﬁ)( =0,p1 = kriqo — €r = w,po = &) = =T (p), g w) (4.38)
Novamente, as grandezas “nuas” estao relacionadas com as grandezas renormalizadas por

meio das relagoes (4.10). Assim, usando as prescri¢oes acima, bem como as relagdes (4.10),

podemos escrever:

. « 2,1)B
i Tas (o) = 22 (py; ) 22 (py — a130) Zon (py, a1 @)L opaa Dy )
. fo 2,1)B
i T oy, q)) = ZY2(py;w) ZY% (@) — s w) Zse (g a; @)D Seng (o ) (4.39)

No capitulo anterior, mostramos, através da equacdo (3.45), que Z'/2 para o caso d = 2

pode ser escrito como:

7' (ppiw) =1— 7(2“ In (3) + ... (4.40)

Analogamente, temos que, em uma ordem O(gZ):

22— giw) — 1 - LA <Q> te

2 w
Z1/2(qH —pH;w) = 1—w1n (S) + ... (4.41)

onde a dimensao anomala y(p) ¢ dada pela equacao (3.42). Assim, podemos reescrever as

equagoes (4.39) na seguinte forma:

—iTI55%(p,a) = Zop(py, qp;w) (1 -1y, (Q>> <1 -, (Q)>

2 w 2 w

. o . oo
X ( —iTo5" (p) q) + m/ dk‘[ o > gie(ky = a1, 21) 057 (ki ay)
o=T1]

—go(ky, oy — a1, ) Top" (K, q||)] In (S) + )

4Apesar de termos adicionado uma outra escala de energia (¢) as funcdes resposta nao dependem de tal
escala, pois esta somente entra nos calculos para conservar a energia das pernas externas e quando entra nos
célculos sempre se cancela.
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2 w 2 w

T ) = Zsep), ap;w) ( - Mln (Q)> (1 _da=m) In (Q)>

x ( — T35 (py> 1) + /Dl0 dk {923(15”, a) — k. — o) Tse” (ki qp)

2
dm2vp

—ga(ky, = Ky o) Ts” (ky qn)] In @) + ) (4.42)

Como vimos anteriormente, devemos fazer Zpop = Zgc = 1 nessa ordem de perturbacao.

Assim, a equacao acima torna-se:

55w a) = Top oy qy) —

1 oo
Am2vp /pg aki [56“5 >~ gk o — a1, p)To57 (ki q))
o=11

. 0
—gan (ko — a1, 21) Ton” (K, CJH)} In (w)

—; (Vo) + 71 — @) To” (v @) In (S) +
T o a) = Tse(op ) — prn. /Dw dk {ng(lﬂaq — ki gy — o) Tse” (K, )
—gu (ki ay = Ky ) T (ky, qn)} In @)
—; (vop) + ey = p1)) T (py ) I (i) +. (4.43)

Novamente, devemos inverter essa tultima equacao e expandir os parametros “nus” em

termos dos parametros renormalizados. Fazendo isso, encontramos:

(67 (0% 1 foxon
55 (o a) = o5 (o) + prc /D dk; {5% > gk oy — a1, 2)To5° (ki q))
g =

o Q
—gar(ky, oy — a2 Tow” (K, Q)} In <w>

+; (V1) + 7oy = a) To5" (py 9y) In (S) + ...

To (o a) = Ta&" (oo qy) + /D dk; {ng(knaQH — ky,q — o) Toe” (ky ay)
10

47T2UF

. QO
—gur(ky, a) — Ky, 2 Tse (k. Q)} In (w)

+; (v(en) +v(ay = 1)) T (o ) I <S> + (4.44)

onde mantivemos apenas termos de ordem O(In) em concordancia com essa ordem de per-
turbagao dos ¢’s. Agora, se derivarmos ambos os lados com relagao a escala de energia w

chegamos as equacoes do GR para as fungoes resposta para d = 2:
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dTEP (p. q 1
WM = /D dky| [5aﬁ > gk oy — a1, ) To57 (ki q))

wd%%aﬁ(pu, q))
dw

dw

47T2UF o=11

—gar(ky, ) — a1, 01) Tos’ (K, q)]

+; (V) + (s — @) 55" (o1 a1)

B /p dk {92R<kllv a1 — k. ap — ) Zse” Ky qp)

4m2vp

—gir(ky,qp — ko) Te (k. Q)}

1

+5 (o0 + 9 =) T (o) 1) (4.45)

Novamente, usamos novamente o fato de que as grandezas “nuas” nao dependem da escala

de energia w. Uma vez que conhecemos as equacgoes do GR para as simetrias do tipo onda de

densidade e supercondutora, podemos explorar as simetrias com relagao as projecoes de “spin”

definindo:

oo (pi-an) = Top' (v1,91) + Top' (o) 4p) (4.46)
Toos(1-a1) = 100 (o a1) — Tos' (b1 q)) (4.47)
Tds(py a) = Tsd (o @) — Ts' (), ) (4.48)
Tébr (o 1) = Tso (o1 q) + Tse (g ) (4.49)

Obtemos, entao, quatro equacoes do GR para as funcoes resposta em d = 2:

dTh
w ODC(pIIa C]||)

dw

dTh
w ODS(pIIa (]||)

dw

dTE
w ses(o),ap)

dw

201r Ky oy — a1, py) — 92r(Kp ) — a1, 21) | Tone (ks q)

1
dk
47TQUF /Dg ”

+ ; (v(on) + ey = 1)) T3 (b 1) (4.50)

1
" inZop /Dg dkygar (k) py — a1, 21) Tobs (ki a))

+; (v() + (1 — @) Tobs (P a1) (4.51)

1

2
4

/Dw dk; [gm(ku, q) = ki) + gar(ky, @ — Ky — o) | Tses (ks ap)

70



+; (v() + gy = p1) Teos oy, a)) (4.52)

dTgbr () q)) 1
w Zw = /Dm dk) [ng(k‘”,q — ki — 1) — qur(ky, @ — Ky, o) | Zser (R ap)
1
+3 (v) + (@ = p1) Toer (o a1) (4.53)

Devido ao nosso modelo de Lagrangiano juntamente com a forma especial de nossa SF
em duas dimensoes, os acoplamentos obedecem as simetrias discutidas na secao 2.2.1. Assim,
surge um novo tipo de simetria que as equagoes do GR acima devem obedecer: a simetria com
relacao a mudanga de sinal de p|. Conseqiientemente, vamos definir novas funcoes resposta que

obedecem essa nova simetria:

T (o qp) = Ty qp) = T =y q)) (4.54)

onde 1 = ODC,0DS,SCS, SCT. Na verdade, essa simetria é andloga a simetria das funcoes
de onda do tipo-s e do tipo-d do atomo de hidrogénio referentes a mudanca de sinal dessas
funcoes de onda nos quadrantes no espaco das coordenadas. Assim, vamos nos referir ao sinal
+ como uma simetria do tipo-s e em relacao ao sinal — como uma simetria do tipo-d. Dessa
forma, com o auxilio das equagoes (2.26), chegamos, afinal, as seguintes equagoes do GR para

as funcgoes resposta simetrizadas em d = 2:

dTOR/fJ)EC <p||7 CZII) 1 R+
YT dnton /Dg dky | 2915 (K, o) — a1, 1) — g2r(ky, 21 — 91, 21) | Tobe (ki q)
1
+5 (1) + 1wy — a) To5e @) (4.55)
dT555(P)s ) 1
—ePo bl = — dkygar (K|, p| — Tk
YT 1r?up /Dg 1926k, 21 — a ) Tobs (ks )
1
+5 (v) + (21 — @) Tobs (P 91) (4.56)
dT5Gs(pys a1) Rt
W = Ion /Dm dk [Qm(kna q = ki py) + g2r(ky, g — ki g — Pn)]Tscs(kna q))
1
+5 (v(y) + gy — p1) T oy, 0)) (4.57)
dTér(p), 1) 1 Rt
YT de T Dnon /,Dw dk [ng(ku, a1 = ki = py) = girlky, @y = k7p>]%CT(k||7 a)
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+;@@)+7@w—mﬂ7§%@mw) (4.58)

Uma vez que obtivemos as equacoes do GR para as funcoes resposta, podemos calcular
as suscetibilidades que sao as quantidades que nos interessam mais diretamente. Para isso,
devemos considerar os diagramas da figura 4.3 em que as suscetibilidades sao calculadas a partir
das funcoes resposta renormalizadas. Novamente, vemos que, se calcularmos diretamente as
suscetibilidades a partir desses diagramas, todas as suscetibilidades apresentarao singularidades.
Assim, analogamente ao que fizemos em uma dimensao para contornarmos essas singularidades,

derivamos as seguintes equacoes do GR para as suscetibilidades:

dxg(q) 1 . ,
a N dp (7. 4.
w dw 47T2UF /Dn p||( a (p||7QH>) ( 59)
dxy~ (a)) 1 / o ,
B apy (7 4.
YT dw 4205 Iy pll( b (p||,qH)) (4.60)

onde a = ODC,0ODS e b = SCS,SCT. Os intervalos de integracao podem ser encontrados
no Apéndice G. Aparentemente, as equagoes do GR para as fungdes resposta (4.55-4.58) nao
diferem das equagoes (4.50-4.53), assim, poderfamos nos perguntar como as simetrias do tipo-s
e tipo-d surgiriam destas equacoes. Para respondermos a essa pergunta, devemos lembrar do
inicio deste capitulo onde chamamos as fungoes 7 de fatores de forma. Na verdade, as simetrias
do tipo-s e tipo-d se tornarao evidentes apenas quando formos resolver as equacoes do GR para
as funcgoes resposta quando definiremos o valor inicial das funcoes resposta, ou fatores de forma,
de modo a reproduzir essas simetrias, como veremos no capitulo seguinte.

Devemos, contudo, dar significado fisico a essas suscetibilidades. No inicio deste capitulo
perturbamos o sistema com um termo que cria pares do tipo particula-particula e particula-
buraco para que, através da teoria de perturbacgao, calculassemos a resposta do sistema a
esse tipo de perturbacao. Exploramos as diversas simetrias contidas em nosso modelo para

definirmos as suscetibilidades acima descritas como onda de densidade de cargas e d (ODC+),
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Figura 4.4: Padrao das correntes de carga (“spin”) ao longo das ligagoes da rede quadrada.

onda de densidade de “spin” s e d (ODS=)3, supercondutividade do tipo singleto s e d (SCS+)
e, finalmente, supercondutividade do tipo tripleto s e d (SCT+).

As suscetibilidades como ODC+ e ODS+ sao as conhecidas onda de densidade de carga
e de “spin”, respectivamente, e sao amplamente medidas experimentalmente em varios sistemas
fisicos[54]. Entretanto, devemos manter em mente que estamos lidando com uma teoria que,
de alguma forma, no processo de renormalizacao passa de acoplamento moderado para forte
acoplamento e, portanto, podemos esperar que a fase ODS+ represente uma fase antiferro-
magnética como no caso dos cupratos supercondutores em baixas dopagens.

As suscetibilidades como SCS+ e SCT+ sao atribuidas as fases supercondutoras do tipo
singleto e tripleto, respectivamente, com simetria do tipo s. No final da década de 80, voltou-
se a explorar o modelo de Hubbard[55, 56] estudando as vérias simetrias que aparecem nesse
modelo para uma rede quadrada em banda semi-cheia. Dentre essas simetrias, duas novas
simetrias intrinsecas do modelo chamam a atencao, as chamadas fases de fluxo ou correntes
de carga e correntes de “spin” que sao, também, identificadas em nosso modelo pelas fungoes
ODC— e ODS—. Entretanto, a referéncia [56] chama a atengao para o fato de que tais simetrias

nao induzem qualquer deformacao na rede ou, até mesmo, momento magnético e, portanto, se

5Daqui em diante vamos nos referir a supercondutividade com sinal - como supercondutividade tipo dy2_y2.
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tornam dificeis de ser detectados experimentalmente®. Na figura 4.4, mostramos o padrao das
correntes de carga (“spin”) numa rede quadrada que pode ser encontrado na referéncia [55].
Finalmente, temos as supercondutividades do tipo singleto e tripleto do tipo d SCS—
e SCT—, respectivamente, que sao atribuidas a supercondutores com simetria do tipo dy2_,z,
como mencionamos anteriormente. O primeiro tipo de supercondutividade é de grande re-
levancia no caso dos cupratos supercondutores que apresentam um comportamento supercon-
dutor com simetria d,2_,» cuja soma total de “spins” dos pares de particulas ¢ nula. A super-

condutividade do tipo tripleto do tipo d, além de ter uma simetria do tipo d,» apresenta

—y2;
uma fase ferromagnética coexistindo com a fase supercondutora. Como exemplo, esta ultima
simetria pode desempenhar seu papel em sistemas como os cobaltatos que parecem apresentar
esse tipo de comportamento’.

Uma vez que definimos todas as suscetibilidades podemos, entao, partir para a resolucao

das equacoes do GR e discussao dos resultados.

6Até o presente momento nio é de meu conhecimento que tenham conseguido detectar tais fases do ponto
de vista experimental.

"Estamos apenas exemplificando onde tem sido mais comum encontrar essas fases do ponto de vista experi-
mental. Nao queremos fazer de nosso modelo um modelo que possa estar associado a todos esses diferentes tipos
de supercondutores. Lembramos que nosso modelo se refere a uma rede quadrada e ndo faria sentido tentar
associd-lo com os cobaltatos, por exemplo, que possuem uma rede triangular e uma SF um tanto diferente da
nossa.
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Capitulo 5

Resultados Numéricos

Neste capitulo, discutiremos os principais resultados provenientes das equagoes do grupo
de renormalizagao (GR) para os acoplamentos, para as funcoes resposta e, finalmente, para as
suscetibilidades. Discutiremos, também, como resolver as equacoes do GR para os parametros
ja mencionados, numericamente, as aproximacoes envolvidas e, em especial, até que ponto a
resolucao numérica pode ser usada para fazermos algumas inferéncias fisicas de nosso modelo.
Seguindo nossa estratégia habitual, apresentaremos, inicialmente, os resultados para o caso
unidimensional e, em seguida, os resultados para o caso em duas dimensoes. Construiremos os
diagramas de fase para ambos os casos, apontando as simetrias e as fases dominantes. Termi-

namos o capitulo com uma extensa analise sobre as implicagoes fisicas de nossos resultados.
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5.1 Discussoes sobre o método numérico

Nos capitulos anteriores, estabelecemos as equacoes do GR para os acoplamentos, para as
funcoes resposta e suas respectivas suscetibilidades. Vimos, também, que a evolugao do fluxo de
uma so equacao afeta diretamente todas as demais, tornando-as equagoes diferenciais acopla-
das no caso unidimensional, e integro-diferenciais acopladas no problema em duas dimensoes.
Vamos, agora, partir para a resolucao dessas equagoes.

Em uma dimensao, as equagoes diferenciais para os acoplamentos podem ser resolvidas
facilmente, do ponto de vista analitico, originando pontos fixos da teoria[47]. Entretanto, para
aferirmos a confiabilidade de nosso método, realizamos todos os calculos das equacoes do GR
em uma dimensao usando, também, métodos numéricos.

Como afirmamos anteriormente, em duas dimensoes, uma solucao analitica para o pro-
blema é praticamente impossivel. Assim, temos de recorrer a métodos numéricos de resolucao.

O método numérico utilizado para resolver as equagoes do GR, tanto em uma dimensao
quanto em duas dimensoes, ¢ o método de Runge-Kutta de quarta ordem. Como nao neces-
sitamos de um alto nivel de acuracia, podemos emprega-lo sem restricoes para suprir nossa
necessidade numérica na abordagem do problema. A sua implementacao é rapida e direta e,
além disso, mais estavel que outros métodos.

Ha, no entanto, uma maneira muito eficaz de aumentar sua acurdcia através do controle
de passo. Em uma dimensao, isso ja nao seria facil de fazer, uma vez que as equagoes sao
acopladas ; se o fosse, teriamos um aumento do tempo de computacao.

Em duas dimensoes, a situagao ¢ ainda mais critica, pois, ao discretizarmos nossa SF
de modo a que cada segmento seja dividido em 33 pontos, temos 33 x 33 x 33 = 35.937
equagoes do GR apenas para os acoplamentos. Além disso, seria um verdadeiro desastre se

apenas uma delas fluisse com um passo diferente das outras. Por essa e outras razoes praticas,
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nao implementamos o controle de passo em nenhum dos dois casos. No entanto, para o caso
unidimensional, conseguimos achar os pontos fixos com uma acuracia de até 7 casas, no regime
de dupla precisao do FORTRAN 77, com apenas algumas poucas iteracoes das equagoes do GR
para os acoplamentos.

O programa para o caso bidimensional demanda tempo de computagao consideravel, visto
ser necessaria grande quantidade de meméria fisica para armazenar 35.937 acoplamentos, sem
mencionarmos as fungoes resposta e suscetibilidades. Evidentemente, cada vez que o programa
chama esses vetores, o tempo computacional aumenta muito, tornando-se uma limitacao para o
aumento do nimero de pontos sobre a SF. Isso implica, necessariamente, o estabelecimento de
um limite no nosso processo de discretizacao e, conseqiientemente, no fluxo do GR, na regiao
onde o método numérico é aplicavel, como veremos adiante.

Devemos, ainda, ressaltar que a dependéncia dos acoplamentos e outros parametros com
os momentos paralelos é construida por meio das equagoes do GR e, portanto, nao sabemos
a forma funcional explicita dessa dependéncia. Temos, assim, apenas pontos gerados pelas
equacoes do GR, no espaco dos acoplamentos, para serem integrados vérias vezes em cada
iteragao. Por esse motivo, escolhemos um método de integracao numérica que demanda o
minimo de tempo computacional possivel e que oferece ao mesmo tempo acuracia razoavel para
0 nosso problema bidimensional: o método dos trapézios. Esse método funciona muito bem
para o nosso problema, pois o erro associado a integra¢ao numérica é da ordem de O(h?), onde
h é o passo da integral que, em nosso caso, é de 1/16, dando uma precisao de até trés casas
decimais.

Para o caso unidimensional, o tempo computacional é muito curto. Entretanto, para o
caso bidimensional, o cenario torna-se totalmente diferente. Para se ter uma idéia da demanda

de tempo computacional de nosso programa, basta mencionarmos que se rodarmos o programa
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em um “Pentium” IV de 2.8 GHz, o cédlculo de cada iteracao leva cerca de 3min e 20 seg.
Assim, para termos uma precisao razoavel do método de Runge-Kutta de quarta ordem para
as equacoes do GR, devemos ter no minimo 200 iteragoes, o que demanda cerca de 11h 6min e
40 seg.

No Apéndice H, mostramos o fluxograma do programa principal. Nesse apéndice, co-
mentamos, de forma sucinta, como deve funcionar o programa para o calculo das equagoes
integro-diferenciais no caso bidimensional.

! usamos, ao invés da escala de energia w, o passo do GR

Para elaborarmos o programa
(1) tal que w = Qexp(—I), por razoes praticas. Assim, quanto maior o passo do GR (1), menor a
escala de energia w (que queremos que tenda a zero, significando que estamos nos aproximando

da SF). Além disso, estamos fazendo (2/vpA) = 1, também por uma questao de praticidade.

Dessa forma, podemos ir adiante com os resultados para uma e duas dimensoes.
5.2 Resultados para o caso unidimensional

As equacoes diferenciais que devemos resolver simultaneamente no caso unidimensional
sao (3.38), (3.31), (4.24-4.27) e (4.32-4.35) para os acoplamentos, para o peso Z da quasi-
particula, para as funcoes resposta e, finalmente, para as suscetibilidades, respectivamente.
Nosso principal objetivo é construir o diagrama de fase para diversos regimes de acoplamentos
iniciais. Em nossa andlise, vamos adotar a convengao g, = ¢1r/TVF € Gop = 1R/ TVF-

Para a equacao diferencial do peso Z da quasiparticula, tomamos como valor inicial
Z(l = 0) = 1. Para as fungoes resposta, tomamos como valor inicial Z,%(I = 0) = 1, e, para
as suscetibilidades, x(I = 0) = 0 com i = ODC,0DS,SCS,SCT. Para os acoplamentos,
tomamos diversos valores iniciais convenientemente de acordo com o que queremos demonstrar,

e assim o fizemos para construirmos o diagrama de fase da figura 5.1. Primeiramente, determi-

!Comentaremos mais sobre o programa na parte dos resultados para o caso bidimensional.
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Figura 5.1: Diagrama de fase construido a partir de varios valores iniciais dos acoplamentos.

namos os pontos fixos para varios valores iniciais dos acoplamentos. Pudemos constatar que,
se g > 0, independentemente do sinal de g,, 0s acoplamentos sempre fluem para g, =0 e
Jsr (onde * significa ponto fixo, caracterizando o regime de Luttinger). Entretanto, se g;5 < 0,
independentemente do sinal de g,p, 0s acoplamentos sempre fluem para g, = —2 e G55, carac-
terizando uma outra linha de pontos fixos. Esse comportamento pode ser visualizado na figura
5.1 por meio das linhas pontilhadas.

Em 1950, Tomonaga[57] propés um modelo repulsivo no qual as interagdes com grande
transferéncia de momento sao desprezadas. Em 1963, Luttinger[29] propos um modelo similar
que foi resolvido via Bosonizagao. Comparado ao modelo de Tomonaga, o modelo de Luttinger
apresenta novos estados distantes, porém, dos pontos de Fermi, que sao preenchidos no estado
fundamental. Entretanto, como se considera que somente elétrons e buracos sao importantes
nas proximidades dos pontos de Fermi, os dois modelos sao equivalentes. Somente em 1973,
Dzyaloshinsky e Larkin[58] aplicaram um método extato para a resolugdo do modelo proposto
por Tomonaga, usando identidades de Ward, e obtendo como resultado, dentre outras coisas, o

ponto fixo de Luttinger no qual g, = 0 e g5, representados pela linha de Luttinger mostrada
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Figura 5.2: Fluxo dos acoplamentos renormalizados para um chute inicial g, = gy = 1.

na figura 5.1.

Devemos ressaltar, ainda, que calculamos os pontos fixos para chutes iniciais que condu-
zem aos pontos fixos de Luttinger usando um método perturbativo. Assim, s6 pudemos chegar
a esse resultado considerando a linha de Luttinger como um caso assintético (vide figura 5.2
na qual fizemos g, = Joz = 1 como chute inicial) e mostramos o fluxo até um passo do GR
de I = 10, ou seja, w da ordem de 107°. Podemos ir até um passo do GR dessa magnitute
devido ao fato de que, em uma dimensao, nao temos restricoes em relacao a [, ao contrario
do que ocorre no caso bidimensional em que discretizamos a SF. Entretanto, apesar de g, ser
pequeno em [ = 10, apenas podemos atingir o ponto fixo no infitito. Por outro lado, fizemos o
teste no qual fixamos desde o inicio g, = 0 como condicao inicial e, realmente, para qualquer
valor inicial de g, o valor de g, permanece inalterado, confirmando, dessa forma, a linha de
Luttinger como pontos fixos da teoria.

A figura 5.3 mostra o fluxo dos acoplamentos para g,p = gyp = 1, juntamente com o
fluxo do peso Z da quasiparticula fixado em Z = 1, como condicoes iniciais, até um valor de

[ = 100. Pode-se ver, claramente, o comportamento assintotico do peso Z da quasiparticula,
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Figura 5.3: Fluxo dos acoplamentos renormalizados para um chute inicial g, = g, = 1 € para
o peso Z da quasiparticula com chute inicial igual a 1.

que tende a zero no infinito ou quando w — 0. Sabemos que essa quantidade mede a presenca
de quasiparticulas no sistema, o que é caracteristico de um liquido de Fermi de Landau. Se
Z tender para um valor finito (0 < Z < 1), podemos dizer que temos um liquido de Fermi
de Landau, mas como temos uma tendéncia de completo anulamento de Z, devemos ter, na
verdade, um tipo de liquido de nao-Fermi.

Contudo, se as interagdes com grande transferéncia de momento, como g;, estiverem
presentes, as identidades de Ward nao sao mais facilmente implementaveis e uma solucao exata
para o modelo torna-se praticamente impossivel. Nesse caso, o melhor que pode ser feito é
empregar o método do GR, que dd um significado de escala para o problema original, ou
alternativamente, aplicar o método de Bosonizagao para este caso unidimensional.

Em 1974, Luther ¢ Emery[59] empregaram o método de Bosoniza¢do para um regime
atrativo e mostraram que, para alguns valores particulares dos acoplamentos, o problema com
grande transferéncia de momento podia ser resolvido exatamente definindo a linha de pontos

fixos de Luther-Emery localizada em ¢{p/2mvp = —3/5 e g5p/2mvp = cte. Entretanto, nao se
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Figura 5.4: Fluxo das suscetibilidades renormalizadas: a) para um chute inicial g, = o = —1
e b) para um chute inicial g, = gy = 1.

pode afirmar que essa linha é uma linha de pontos fixos da teoria, pois esse resultado foi obtido
apenas para uma certa escolha dos acoplamentos.

Em nosso trabalho, encontramos uma linha de pontos fixos para gj, = ¢ip/mvr = —2, ou
gir/2mvEp = —1, e G5, para o regime atrativo. Diferentemente do caso da linha de Luttinger, ao
fixarmos valores iniciais abaixo desta linha os acoplamentos nao fluem para esses pontos fixos
de forma assintética. Além disso, ao fazermos o teste de fixarmos g, = —2 e gy = cte, como
condigoes iniciais, o valor de g, permanece inalterado confirmando a linha abaixo da linha de
Luttinger como pontos fixos da teoria, como pode ser visto na figura 5.1.

Para ilustrarmos como construimos o diagrama de fase da figura 5.1, plotamos os graficos
das figuras 5.4 (a) e 5.4 (b) com valores iniciais para os acoplamentos g, = Jop = 1 €
G1p = §op = —1, respectivamente. Pode-se ver, claramente, que, em qualquer regime de

acoplamentos, temos sempre duas suscetibilidades divergindo. Dessa forma, é aprpopriado

construirmos o diagrama de fase considerando sempre as duas suscetibilidades que divergem.
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Figura 5.5: Fungoes reposta renormalizadas para um chute inicial g, = gyp = 1.

As outras duas suscetibilidades atingem pontos fixos. Na figura 5.4 (b) a suscetibilidade x&
tem um comportamento suave com relagao & suscetibilidade x%,¢. Entretanto, a suscetibili-
dade com simetria ODC' também diverge, mas para um valor maior de [ (I = 34) e, por essa
razao, nao aparece no grafico de forma mais pronunciada.

Apesar de termos divergéncias nas suscetibilidades, temos que tomar um certo cuidado
para evitarmos que tal comportamento corresponde a existéncia de ordenamento de longo al-
cance. Inicialmente, devemos salientar que temos pontos fixos para os acoplamentos e, portanto,
tanto as fungoes resposta quanto as suscetibilidades podem ser representadas como uma lei de
poténcias na escala de energia w cujos expoentes sao funcoes dos acoplamentos considerados.

A figura 5.5 mostra o que acontece com as fungoes resposta, as quais podemos identificar
como parametros de ordem, no caso em que temos g,z = gop = 1 como valor inicial. Podemos
ver duas fungoes resposta, 72 ¢ e 7%, divergindo e outras duas, 7dg e 78, indo para
zero de forma assintotica. Assim, devido a existéncia desses valores fixos, esse comportamento

pode ser exibido como uma lei de poténcias®. Desse modo, podemos concluir que as flutuacoes

2Veja a referéncia [47]
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quanticas induzidas pelas interacoes de pares de particula-particula e particula-buraco, relati-
vamente simetrizados, sao mais fortes quando as fungoes reposta divergem.

Em muitos estudos, tem sido observado que variar a escala de energia w é, de muitas
formas, similar a variar a temperatura. Assim, se identificarmos a escala w com a temperatura
podemos verificar se nossos resultados estao de acordo com o teorema de Mermin ¢ Wagner|[60]
que afirma que nao podemos ter quebra espontanea de simetria em temperaturas finitas, para
sistemas com interagoes de curto alcance, e baixa dimensionalidade (d < 2). Na verdade, em
uma dimensao nao ha arranjo de longo alcance mesmo para 1" = 0, pois as flutuacoes quanticas
destroem qualquer tipo de ordenamento dessa natureza.

Em conclusao, podemos afirmar com convic¢ao que nao ha arranjos de longo alcance no
sistema fisico e, sim, de quase-longo alcance com fortes oscilagoes coletivas que se refletem nas
leis de poténcias das suscetibilidades nas vizinhangas da SF, como foi sugerido na referéncia

[47]. Podemos, entao, apresentar, em seguida, nossos resultados para o caso bidimensional.
5.3 Resultados para o caso bidimensional

No caso bidimensional, obtivemos as equacoes do GR para varios parametros considerando
a SF da figura 2.3. Para os acoplamentos devemos resolver as equagoes (3.49) e (3.50), levando-
se em conta que para o peso da quasiparticula devemos resolver a equagao (3.42), e para
as fungoes resposta as equagoes (4.55-4.58). Finalmente, para obtermos as suscetibilidades
precisamos resolver as equagoes do GR (4.59) e (4.60) com a = ODC,0DS e b= SCS,SCT.

Antes de partirmos, efetivamente, para a resolucao de tais equagoes, devemos manter
sempre em mente que temos apenas pontos no espago dos acoplamentos tornando a elaboragao
do programa uma tarefa mais engenhosa. Dividimos cada segmento chato da SF em 33 pontos,

ou seja, como —A < p; < A, todas as integrais nos momentos paralelos devem correr todos
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esses valores aumentando o tempo de computacao consideravelmente a cada iteracao. Além
disso, por razoes de simplificagdo adotamos a convencao Q/vpA = 1 e w = Qexp(—1), como
mencionamos na parte de discussao numérica. Devido ao processo discretizagao, devemos impor
restrigoes ao passo do GR (1) se quisermos evitar que a escala de energia w seja menor que a
distancia entre os pontos da SF, ou seja, [. = 2.8, onde . é o passo de corte do GR. Ao fazermos
isso, podemos afirmar com certeza que o método numérico empregado gera resultados aceitaveis,
do ponto de vista fisico, ao invés de resultados que possam levar a conclusoes duvidosas devido
ao processo de discretizacao.

Sabemos, de antemao, que o sistema flui para um regime de forte acoplamento devido a
varias simulagoes com nosso programa. Assim, faremos toda nossa andlise de dados para um
chute inicial moderado dos acoplamentos no regime de Hubbard repulsivo g, = gop = U =8,
a nao ser quando quisermos fazer outro tipo de andlise na qual explicitaremos o chute inicial
dos acoplamentos. Ao fazermos tal escolha, esperamos que o sistema flua mais rapidamente,
passando de acoplamento moderado para forte acoplamento. Poder-se-ia argumentar que as
equacoes do GR estao produzindo apenas resultados diretamente ligados a esse valor de aco-
plamento moderado, pois estamos usando um método perturbativo. Entretanto, como veremos
mais adiante, mesmo com um chute inicial de maior magnitude, mostraremos que nossos resul-

tados seguem o mesmo comportamento e sao, portanto, uma tendéncia natural das equacoes

do GR.
5.3.1 Resultados para os acoplamentos e o peso Z da quasiparticula

Os acoplamentos g1z € gor aparecem em quase todas as equacoes do GR e devem ser
resolvidas antes de qualquer outra equacao. Na verdade, como todas as equacoes do GR sao
acopladas, o que devemos fazer é calcular uma pequena evolugao no fluxo das equagoes (3.49)

e (3.50) para que, em seguida, possamos calcular a evolu¢ao no fluxo de qualquer outra das
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Figura 5.6: Fluxo para os acoplamentos renormalizados para um chute inicial g, = Gop = 8:
a) Acoplamento g, para algumas escolhas dos momentos ao longo da SF versus passo do GR
(I). b)Acoplamento gor para algumas escolhas dos momentos ao longo da SF versus passo do
GR (1).

equacoes do GR.

Na figura 5.6, mostramos o fluxo das equacoes do GR para um valor inicial dos acopla-
mentos para o regime do modelo de Hubbard repulsivo g, = gop = 8. Pode-se ver, claramente,
que os acoplamentos estao indo de um regime de acoplamento moderado para um regime de
forte acoplamento. Além disso, podemos pensar que os acoplamentos estao fluindo para pontos
fixos, mesmo que assintoticamente, pois seus valores continuam mudando a taxas pequenas.
Na verdade, o que temos sao pseudopontos fixos, uma vez que fizemos o teste de variarmos o
nimero de pontos da discretizacao da SF e constatamos a sensibilidade desses quase-patamares
de valores fixos ao aumento do ntimero de pontos. Para se ter uma idéia, se dobrarmos o niimero
de pontos de discretizacao da SF esses patamares de valores fixos se formarao para valores que
serao o dobro daqueles onde se formaram anteriormente. Dessa forma, nao podemos afirmar
que temos pontos fixos para os acoplamentos para este caso bidimensional.

Uma quantidade que afeta diretamente as equacoes do GR para os acoplamentos é o peso
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Figura 5.7: Fluxo para o peso de quasiparticulas Z(py;!) com dois valores fixos de p| para um
chute inicial g, = gop = 8.

Z da quasiparticula cujo fluxo é mostrado nas figuras 5.7 e 5.8. Na figura 5.7, mostramos o
fluxo de Z em fungao do passo do GR (I), para duas escolhas de momentos paralelos, em que
podemos ver claramente sua tendéncia de anulamento em [. = 2.8. Entretanto, na figura 5.8
mostramos o fluxo de Z para determinados valores de [ para valores iniciais de acoplamento
tais que gy = Gop = 8 (a) € Jip = Gor = 1 (b).

Nas figuras 5.6, vemos que apds uma forte renormalizagao o fluxo dos acoplamentos perde
a forga indo, aparentemente, para valores fixos em [ = 2.75. Olhando para a figura 5.7 (a) vemos
que, para [ = 2.75, Z tem um valor entre 0.05 e 0.1 para qualquer valor do momento paralelo
p|- Isso ¢ um forte indicativo de que o completo anulamento do peso Z da quasiparticula
causa o enfraquecimento do fluxo dos acoplamentos podendo, até mesmo, levar aos pontos
fixos. Entretanto, nao atingimos nenhum ponto fixo nas funcoes de acoplamento, pois, como ja
mencionamos, os patamares de valores fixos sao sensiveis ao processo de discretizacgao.

Agora, nos voltamos para a figura 5.7 (b), onde o valor inicial para os acoplamentos
¢é tal que g, = Gop = 1. Vemos que, para um regime de fraco acoplamento, o peso Z da

quasiparticula nao varia muito, permanecendo na regiao proxima de seu valor unitario. Assim,
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Figura 5.8: Fluxo para o peso Z da quasiparticula: a) Peso de quasiparticulas versus pj para
um chute inicial g,z = G,z = 8. b)Peso de quasiparticulas versus p| para um chute inicial

Jir = Jor = L.

¢ mais interessante considerarmos o regime de acoplamento moderado no qual g,z = Gop = 8
onde o peso da quasiparticula, ao tender a zero, faz com que o fluxo dos acoplamentos no regime
de forte acoplamento perca sua forca.

No capitulo 3, fizemos uma aproximacao na auto-energia desprezando as contribuicoes de
um “loop” sob a alegagao de que suas respectivas derivadas com relacao a escala de energia w
nao eram importantes do ponto de vista do GR, uma vez que a SF é mantida fixa. Considerando

o primeiro termo da equagao da auto-energia (2.49) podemos escrever:

/ dq) [202r(py a1, 01) — 9160y 01, P)| = In(p)) (5.1)

Na figura 5.9, mostramos dois graficos com relagao a integral da auto-energia renormali-
zada (5.1). Evidentemente, devemos resolver as equagoes dos acoplamentos até dois “loops”,
as quais foram obtidas desconsiderando tais termos, para que, dessa forma, possamos calcular

esta integral. Na figura 5.9 (a) mostramos a integral I versus p; enquanto que na figura 5.9
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Figura 5.9: Integral da auto-energia renormalizada até um “loop” para um chute inicial g, =
Jor = 8: a) Integral da auto-energia renormalizada até um “loop” versus p| para vérios valores

do passo do GR (I). b) Integral da auto-energia renormalizada versus passo do GR (I) para
algumas escolhas de momento paralelo ao longo da SF.

(b) mostramos a evolucao da integral Ir com rela¢do ao passo do GR (1) até [ = .. O que
podemos ver, dessas duas figuras, é que essa integral nao varia muito com o passo do GR e o
mesmo acontece com sua derivada com relacao a escala de energia w. Uma pequena variagao
da derivada (proporcionando um aumento em termos absolutos) ocorre no final do grafico da
figura 5.9 (b), mas como se pode ver nao é nada significativo. Assim, ao desprezarmos essa
contribuicao com a SF fixa estamos fazendo uma boa aproximagao, uma vez que toda nossa
analise é feita de forma qualitativa e nao quantitativa.
Um fato interessante de nosso modelo ¢ que o fluxo dos acoplamentos do tipo g, z(p1||, P2|; P3|))

e Gor(p1): D2y, P3|) tais que py # po # p3 fluem para zero como mostra a figura 5.10. Assim,
poderiamos elaborar um modelo efetivo que, logo de inicio, esses acoplamentos sejam todos
nulos. Uma vez que discutimos os resultados para os acoplamentos e peso Z da quasiparticula

podemos ir para as fungoes resposta e as respectivas suscetibilidades.
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Figura 5.10: Fluxo dos acoplamentos renormalizados para um chute inicial g, = gop = 8 : a)

Fluxo para o acoplamento g, para uma escolha de momentos na qual py| # py # p3|- b)Fluxo
para o acoplamento gop para uma escolha de momentos na qual py| # pa # ps3-

5.3.2 Resultados para as fungoes resposta e as suscetibilidades

Para calcularmos as fungoes resposta e as respectivas suscetibilidades, como ja men-
cionamos, devemos resolver as equagoes (4.55-4.58), (4.59) e (4.60) com a = ODC,0ODS e
b= SCS, SCT respectivamente. Nosso objetivo é construir o diagrama de fase para este caso
bidimensional. Para isso, vamos fazer a seguinte escolha para os valores iniciais das funcoes

resposta:

Tonclopa) = Togs(er ap) = Tées(py a1) = Tser(py, qp) = 1 (5.2)

_ _ _ _ . Tp
Tooca) = Toos(p)a) = Taes(py a1) = Taor(py. qp) = V2sin (2”> (5.3)

Note que do lado esquerdo colocamos explicitamente a dependéncia com g ao qual vamos
nos referir, a partir de agora, como a componente paralela do vetor de transferéncia de momento.
Apesar do lado direito nao conter nenhuma informacao a respeito de gy, a dependéncia sera
construida naturalmente pelas equagoes do GR. O valor inicial para as funcoes resposta com

simetria 4+ é motivada pelo fato da simetria do tipo s ser esférica, em analogia com a fungao

90



0.006 0.03
J;%RDC+
002
l 0.01
1]
£ 0.004-
2
) -0.00
g |
e | L_0.01
Q)
S 0.0024 - |
g ST
3 --0.02
, --0.03
Tes |
0.000 :

1.0 -05 00 05 10 -10 -05 00 05 1.0
P, Py

Figura 5.11: Gréfico das funcoes resposta 7,7+ (py,q = 0;1 = 2.8) versus momento ao longo da
SF (p”).

de onda do tipo s no atomo de hidrogénio. Por outro lado, o valor inicial para as funcoes
resposta com simetria — ¢ motivado pela simetria do tipo d,2_,» que muda de sinal de acordo
com o quadrante da SF, também em analogia com o que acontece nos orbitais “d” no atomo de
hidrogénio. No caso das suscetibilidades tomaremos como valor inicial xf(gy;{ = 0) = 0 com
1 =0DC,0DS,SCS,SCT. Ao tomarmos tal valor inicial estamos dizendo que, inicialmente,
o sistema nao é perturbado por nenhum campo externo.

Na figura 5.11, mostramos o gréfico das fungoes resposta, exceto a funcao resposta com
simetria ODS+, para um dado valor do passo do GR (1) e um dado valor da componente
paralela do vetor de tranferéncia de momento 7;7%* (py-qq = 0;1 = 2.8). Note que as simetrias
sugeridas pelos valores iniciais (5.2) e (5.3) sao mantidas do inicio ao fim do fluxo, pois [ = 2.8
é nosso passo de corte do GR. A simetria do tipo ODS+ nao é representada graficamente aqui
devido ao fato de estar com valores muito elevados para serem plotados com esse valor do passo

do GR.
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Figura 5.12: a) Gréfico da suscetibilidade ngs(qu; [) versus componente paralela do vetor de
transferéncia de momento ¢ para vérios valores do passo do GR (1). b) Fluxo das suscetibili-
dades, exceto para o caso ODS+. Ambos os graficos foram confeccionados para valores iniciais
dos acoplamentos tais que G,z = gop = 8

Para termos uma idéia do que se passa com a suscetibilidade do tipo ODS+, plotamos
o grafico de X§35(q||; [) versus componente paralela do vetor de transferéncia de momento g
para vérios valores do passo do GR (1) na figura 5.12 (a). Podemos ver que em ¢ = 0 temos
a maior contribuicao para essa suscetibilidade. Isso acontece devido ao fato dessa simetria ser
originada a partir de diagramas do tipo particula-buraco e quando o vetor de transferéncia de
momento ¢é tal que q = Q* = (0,2kr), onde Q* é o vetor de “nesting”?, temos um refor¢o em
tal simetria.

Na figura 5.12 (b), plotamos o fluxo das suscetibilidades, exceto a do tipo ODS+, onde
podemos ver que todas vao para pontos fixos. Ao contrario do que acontece com os acopla-
mentos, esses sao pontos fixos reais, pois nao dependem do processo de discretizacao. Isso é
muito importante, pois podemos concluir que as respectivas fungoes resposta estao indo para

zero e no caso de Y55 a funcio resposta diverge. Diferente do caso unidimensional ndo temos

3Veja o capitulo 2.
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Figura 5.13: a) Fluxo da suscetibilidade Xg}“)s(q” = 0;1) tanto para um “loop” quanto para

dois “loops” para valores iniciais dos acoplamentos tais que g,z = gog = 8. b) Fluxo das
suscetibilidades x&hg(q) = 0;1) e x4ag(q) = 0;1) para vérios valores iniciais dos acoplamentos.

pontos fixos para os acoplamentos e, portanto, nao podemos fazer a mesma analise do ponto de
vista de lei de poténcias. Entretanto, sabemos que as fungoes resposta sao identificadas como
parametros de ordem. Se por um acaso uma delas divergir exponencialmente significa que pode
haver uma transicao de fase.

Na figura 5.13 (a), mostramos o fluxo para a suscetibilidade do tipo ODS+ para um
“loop” e dois “loops”. Podemos ver nesta figura que, ao passarmos de um calculo de um
“loop” para dois “loops”, a divergéncia acontece mais tardiamente com relagao ao passo do
GR (). Assim, podemos esperar que, se levarmos em conta cdlculos de ordem superior, essa
diveréncia acontecera para valores cada vez mais altos de [, ou seja, na verdade essa divergéncia

devera acontecer apenas quando w = 0. Conseqiientemente, nao podemos afirmar que ha uma
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fase considerando as suscetibilidades mais pronunciadas de acordo com a regiao do espago dos
acoplamentos.

transicao de fase neste caso bidimensional, mas, sim, correlacoes de quase-longo alcance com
grandes oscilagoes coletivas como vimos no caso unidimensional. Dessa forma, o teorema de
Mermin e Wagner[60] para um sistema de baixa dimensionalidade (d = 2) e interagoes de
curto alcance ¢ satisfeito e uma transicao de fase somente é possivel quando w = 0 ou, se
identificarmos a escala de energia w como uma temperatura efetiva, quando 7" = 0.

Na secao anterior, mencionamos o fato de que, ao estarmos num regime de acoplamento
moderado, isso poderia gerar resultados que seriam apenas peculiares dos valores iniciais dos
acoplamentos. Entretanto, plotamos o grafico da figura 5.13 (b) para véarios valores iniciais dos
acoplamentos g,z = gop = 2,4, 6,8, para mostrarmos que nao € isso o que acontece. Ao anali-

sarmos o grafico, vemos que partindo de um regime de acoplamento fraco as suscetibilidades do

94



tipo ODS+ e SC'S— para o regime de acoplamento moderado no qual g,z = g, = 8 aparecem
como uma tendéncia das suscetibilidades no regime de fraco acoplamento derrubando esse ar-
gumento de que um chute de valor inicial dessa magnitude pode nao representar corretamente
o sistema fisico em questao.

A figura 5.14 (a) mostra o fluxo das suscetibilidades para chutes iniciais diferentes g, =
—Gg,r = 18 representando diferentes regioes no espaco dos acoplamentos. Como temos visto
ao longo desta secao, a escolha dos chutes iniciais dos acoplamentos seleciona diferentes regioes
do espaco dos acoplamentos as quais uma das suscetibilidades predomina sobre as outras. Na
verdade, ha apenas uma suscetibilidade que, aparentemente, diverge e as demais sempre vao
para valores fixos.

Um fato interessante ocorre tanto em uma dimensao quanto em duas dimensoes. Ao
chutarmos valores iniciais para os acoplamentos préximos de um dos eixos de “transicao”*
notamos que ha um fortalecimento na fase seguinte, constituindo uma “transicao” continua.
Assim, construimos o diagrama de fase da figura 5.14 (b) que mostra as suscetibilidades que,
aparentemente, divergem, mas como vimos sao apenas um artificio da aproximacao da ordem
de perturbacao do GR.

Para valores iniciais positivos dos acoplamentos entre g, = 0 e Gyp > 0 € G1p = 2055 @
suscetibilidade do tipo O DS+ aparece de forma pronunciada. Isso quer dizer que, nesse regime
repulsivo, as flutuagoes antiferromagnéticas estao sendo reforcadas. Ja a regiao compreendida
entre g;p > 2055 € g1z = 0 € Gyp < 0 apresenta um reforco nas flutuagoes supercondutoras
do tipo tripleto com simetria s. Por outro lado, na regiao em que temos valores iniciais entre
Jir=0eGyr <0e7p <2gy, ha um reforco nas flutuagoes supercondutoras do tipo singleto

com simetria s. Finalmente, na regiao com valores iniciais para os acoplamentos compreendidos

4A palavra transicdo aqui é usada apenas no sentido de linha de separacio entre uma fase dominante e outra
e nao no sentido de transicao de fase como estamos acostumados a pronunciar, pois nao ha quebra espontanea
de simetria como provamos.

95



entre g, p > 2g55 € §1p = 0 € gyp > 0 a suscetibilidade reforgada é a do tipo ODC+.
Os resultados aqui obtidos foram submetidos para publicacao em periédico internacional,

mas uma versao pode ser encontrada na referéncia [61].
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Capitulo 6

Conclusao

Levando em conta o carater bidimensional dos planos de Cu — O e o regime de forte
interacao eletronica em duas dimensoes nos cupratos supercondutores, tomamos como ponto
de partida um modelo com as principais caracteristicas do modelo de Hubbard repulsivo[28]
em duas dimensoes. Em caso de uma banda semi-cheia, temos, em média, um elétron por
sitio e, em um regime de forte interacao eletronica, o sistema fisico é um isolante de Mott
antiferromagnético.

No caso de banda semi-cheia, a superficie de Fermi de elétrons livres se apresenta em
uma forma quadrada, com perfeito “nesting”, e com singularidades na densidade de estados, as
chamadas singularidades de van Hove, localizadas nos seus quatro vértices. Entretanto, estamos
interessados em um regime de dopagem na vizinhanca de um regime de banda semi-cheia em
que essas singularidades deixam de existir.

Como ja chamamos a atencao, a regiao onde se manifesta o “pseudogap” se encontra entre
os regimes de dopagem 6tima e de baixa dopagem de portadores de carga. Isso fica evidente
quando observamos a figura 1.3 (a). A SF, na regiao subdopada, apresenta uma anisotro-
pia na densidade de estados que, em determinadas diregoes, apresenta um valor finito (como
(0,0) — (m,m)) e em outras desaparece completamente (como ((0,7) — (7, 7)), caracterizando o

“pseudogap” anisotrépico.
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Nessa figura (originada de experimentos do tipo ARPES) vemos que, na dire¢ao (0,0) —
(7, 7), temos uma SF com um certo grau de “nesting”, ou uma regido cuja curvatura é muito
pequena. Podemos ver, também, ao caminharmos na dire¢cao das bordas da SF, outras regioes
com uma curvatura maior. Por essa razao, adotamos uma SF com “cantos” arredondados que,
de certa forma, leva em conta esses aspectos experimentais, como mostramos na figura 2.3.

No regime de baixa dopagem em nossa SF, podemos cortar um considerdavel ntimero de
diagramas em um calculo de dois “loops”, ja que os processos do tipo “Umklapp”(g3) podem
ser desprezados. Dessa forma, seguindo as convengoes da “g-ologia”, os Uinicos processos que
sao relevantes para nosso modelo bidimensional sao os produzidos por g;, um acoplamento do
tipo “backscattering”, e por go, um acoplamento do tipo frontal. O processo do tipo frontal g,
entre duas particulas associadas a um mesmo ramo da SF, também é desprezado, pois, além de
aumentar bastante o nimero de diagramas de dois “loops” para os acoplamentos, ele sé se torna
decisivo para o estudo dos efeitos da separagao de carga e “spin”, como tem sido demonstrado
em célculos realizados em uma dimensao[47, 30]. Em decorréncia disso, a conexao com o modelo
de Hubbard repulsivo é feita apenas quando tomamos ¢g; = go = U.

Em nosso caso bidimensional, os acoplamentos dependem apenas dos momentos ao longo
da SF. Além disso, linearizamos a rela¢ao de dispersao de energia (ex = vp(|kL| — kr) + €r)
que depende apenas da componente do momento linear perpendicular a SF. Conseqilientemente,
podemos separar as integragoes duplas em uma parte ao longo da SF e em outra parte perpen-
dicular a SF gerando intimeras divergéncias logaritmicas. Apesar disso, os cédlculos realizados
para os acoplamentos, em duas dimensoes, mesmo em uma aproximacao de até um “loop”,
sao muito intrincadas e de dificil manuseio. Assim, adotamos a estratégia de realizar todas as
demonstragoes importantes em uma dimensao espacial para s, em seguida, generalizarmos os

resultados encontrados para o caso bidimensional.
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Usando a teoria de perturbacao, calculamos duas quantidades fisicas importantes: as
funcoes irredutiveis de uma e de duas particulas, I'® e I'®. A funcdo I'® estd diretamente
relacionada & auto-energia 3 dos portadores de carga. Por outro lado, a funcio I'¥ estd direta-
mente relacionada com processos de interagao entre duas particulas. Em se tratando do ponto
de vista do grupo de renormalizacdo, apenas '@, I'® T3 ¢ 102 apresentam singularidades
logaritmicas ao nos aproximarmos dos niveis de Fermi. As demais funcoes irredutiveis de n
particulas, com n > 2 e m > 2, nao produzem nenhuma nova singularidade primitiva, como
mencionamos na primeira parte do capitulo 3. Mencionamos, também, que isso é um forte
indicio de que nossa teoria é renormalizdvel. Para confirmarmos tal fato, ndés fizemos uso da
sistematica do grupo de renormalizacao, que fornece um significado de escala para o problema
original. Assim, adicionamos os devidos contratermos ao nosso modelo de Lagrangiano defi-
nindo as grandezas ‘nuas”, que se encarregam de renormalizar todas as divergencias geradas
pela teoria de perturbacao.

Ao efetuarmos os célculos dos diagramas da auto-energia e das fungoes I‘g%) e Fgg até uma
ordem de dois “loops”, constatamos a presenca de divergéncias logaritmicas ou comportamen-
tos nao-analiticos, ao nos aproximarmos dos niveis de Fermi em ambos os casos dimensionais
(d = 1,2). Assim, surge naturalmente a necessidade de fazermos prescrigoes para as fungoes
renormalizadas irredutiveis de uma e de duas particulas de modo a que elas passam a ser rela-
cionadas corretamente, com grandezas fisicas experimentalmente observaveis. Esse é o ponto
chave para regularizarmos todas as divergéncias produzidas pelo problema original.

Seguindo nossa estratégia, primeiramente, efetuamos os cédlculos para o caso unidimen-
sional. Devido a existéncia de pontos fixos bem definidos para os acoplamentos, os resultados
encontrados sao mais, facilmente, comparaveis aos métodos de resolucao exatos, como pode ser

visto na referéncia [47]. Em cédlculos de um “loop” nos acoplamentos, o peso Z da quasiparticula
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tem um valor fixo e igual a um. Assim, nessa ordem de perturbacao o cardter de liquido de
Luttinger do sistema fisico nao é tao aparente. Entao, passamos para o calculo de dois “loops”
nos acoplamentos que, no regime repulsivo, leva ao completo anulamento de Z quando os aco-
plamentos fluem para os pontos fixos. Isso demonstra a auséncia de quasiparticulas no sistema
fisico e, portanto, a impropriedade da teoria do liquido de Fermi de Landau(LFL), uma vez
que, para a sua validade, devemos ter 0 < Z < 1.

Devemos ressaltar, ainda, que a parte real da auto-energia, num célculo de dois “loops”,
possui uma dependéncia com a escala de energia tipica de um liquido de Fermi marginal[63],
ReY. ~ wln(w). Dessa forma, fica evidente que o peso Z da quasiparticula exerce um papel
fundamental no processo de renormalizacao dos acoplamentos e, por conseqiiéncia, em outros
parametros fisicos também. Somente esse fato ja é suficiente para aguardarmos a manifestagao
de novas propriedades fisicas, ao considerarmos correcoes da ordem de dois “loops”.

Ao realizarmos os célculos de dois “loops” para d = 1, discutimos a renormalizabilidade
do modelo e mostramos, também, que ha o perfeito cancelamento dos diagramas de ordem
ln2(Q/w) nos acoplamentos, ao introduzirmos grandezas “nuas” apropriadas. Fazendo-se as
devidas prescricoes para as fungoes irredutiveis renormalizadas associadas aos acoplamentos e
a auto-energia derivamos, em seguida, as devidas equagoes do GR para os acoplamentos re-
normalizados e para o peso Z da quasiparticula (que define a dimensdo anémala ) que nao
apresentam mais nenhuma divergéncia logaritmica ao nos aproximarmos dos niveis de Fermi.
Essas equagoes, por sua vez, constroem a dependéncia explicita dos acoplamentos e do peso Z da
quasiparticula com a escala de energia w. Ao obtermos essas equagoes, mostramos que nossa
teoria é, realmente, renormalizdvel (com o completo cancelamento dos diagramas de ordem
In*(Q/w)). Assim, pode-se notar que nessas equacoes os acoplamentos independem explicita-

mente do “cutoff” w, condigdo bdsica para uma teoria renormalizavel[64]. Dessa forma, todos
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os nossos calculos perturbativos, realizados posteriormente, foram feitos levando-se apenas em
consideracao aqueles diagramas cuja contribuigdo apresentam singularidades do tipo In(2/w)
na devida ordem de perturbagao, ja que as contribuicoes do tipo 1n2(Q Jw) sdo canceladas na-
turalmente.

Para compararmos nossos resultados com os resultados ja conhecidos na literatura, cal-
culamos os diversos parametros de ordem e suas respectivas suscetibilidades que estao dire-
tamente associadas a diferentes instabilidades fisicas do sistema. Para tanto, adicionamos ao
nosso modelo de Lagrangiano inicial dois campos externos ficticios, um com simetria referente
ao emparelhamento supercondutor e outro com simetria referente a uma onda de densidade que,
basicamente, atuam na geracao de pares de particula-particula e particula-buraco, respectiva-
mente. Como ja sabiamos, esses pares de operadores geram, automaticamente, contribuicoes
logaritmicamente divergentes. Por essa razao, adicionamos novos contratermos apropriados
ao nosso modelo de Lagrangiano para que, dessa forma, pudéssemos regularizar todas as di-
vergéncias produzidas por esses pares de operadores. Em seguida, calculamos perturbativa-
mente os diagramas das fungoes resposta, Fgg(’é)D), até um “loop”, pois em dois “loops” ha
apenas contribuicoes do tipo In?(/w) que se cancelam mutuamente.

Como vinhamos fazendo, analisamos, primeiramente, o caso em que d = 1. Assim, explo-
ramos as simetrias de “spin” para definirmos as fungdes resposta simetrizadas (ou parameros de
ordem) como onda de densidade de carga (ODC), como onda de densidade de “spin” (ODS),
como supercondutividade do tipo singleto (SCS) e, finalmente, supercondutividade do tipo
tripleto (SCT). Seguindo a sistemdtica do GR, fizemos as devidas prescri¢oes para as fungoes
resposta para , em seguida, derivarmos as respectivas equagoes do GR. Usando a defini¢ao de
suscetibilidade, vimos que, mesmo partindo das fungoes resposta simetrizadas renormalizadas,

um comportamento de divergéncias logaritmicas ainda se faz presente. Para lidarmos com essa
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nova situacao nao precisamos adicionar nenhum contratermo ao nosso modelo de Lagrangiano.
A solucao para isso foi encontrada derivando-se, de uma forma direta, uma equacao do GR
para as suscetibilidades simetrizadas renormalizadas. Assim, derivamos essas suscetibilidades
logaritmicamente divergentes em relacao a escala de energia w obtendo, dessa forma, as sus-
cetibilidades simetrizadas renormalizadas que representam o sistema fisico. Isso foi feito tanto
para o caso unidimensional quanto para o caso bidimensional.

Atribuindo-se diferentes valores para os acoplamentos e, ao mesmo tempo, tomando como
valor inicial para todas as fungoes resposta o valor unitario e para todas as suscetibilidades o
valor inicial nulo, construimos o diagrama de fase no espaco dos acoplamentos ao qual temos
sempre duas instabilidades competindo entre si. Entretanto, sabemos, de antemao, que nao ha
arranjos de longo alcance para o caso unidimensional mesmo para 7" = 0, pois as flutuagoes
quanticas destroem qualquer ordenamento dessa natureza nessa dimensao. Entao, argumenta-
mos que os parametros de ordem divergem com uma lei de poténcias devido a existéncia de
pontos fixos dos acoplamentos. Assim, a divergéncia nas suscetibilidade apenas significa que a
devida simetria esta sendo reforcada através de grandes oscilagoes coletivas como se pode ver
na referéncia [47].

Encontramos, também, a conhecida linha de Luttinger para os pontos fixos para g, > 0
e gyp = cte, como valores iniciais. Para g, < 0 e gy = cte, encontramos uma outra linha
de pontos fixos. Em contraste com a linha de Luttinger, essa linha de pontos fixos, nao se
estabelece apenas assintoticamente, mas, sim, em poucas iteracoes das equacoes do GR para
os acoplamentos. Esse diagrama de fase esta de pleno acordo com os resultados obtidos por
Solyom[47].

Passamos, entao, para duas dimensoes levando em conta que os acoplamentos dependem

dos momentos ao longo da SF. Generalizando os resultados obtidos para o caso unidimensional,
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obtivemos para o caso em que d = 2 que, além de acopladas, as equacoes do GR passam a ser
integro-diferenciais, tornando impossivel sua resolugao analitica. Através da discretizagao da
SF, pudemos mostrar que os acoplamentos fluem para forte acoplamento no regime repulsivo,
para g;p = gop = 8 como valores iniciais. Além disso, o completo anulamento do peso Z da
quasiparticula faz com que os acoplamentos nao continuem aumentando seu valor até diver-
girem, ao nos aproximarmos da SF. Nossos resultados indicam a existéncia de patamares de
valores constantes indicando uma fase estacionaria para as equagoes do fluxo dos acoplamentos.
Entretanto, devido a sensibilidade desses patamares ao processo de discretizagao nao podemos
afirmar que estamos nos aproximando, mesmo que assintoticamente, dos pontos fixos da teoria.

Em seguida, passamos para o calculo dos parametros de ordem e suas respectivas susce-
tibilidades para esse caso bidimensional. Devido a uma simetria intrinseca de nosso modelo,
surgem algumas simetrias dos acoplamentos em relagao a certas escolhas dos momentos ao
longo da SF, isto é, podemos simetrizar as fungoes resposta renormalizadas em relagao ao si-
nal da componente paralela ao longo da SF. Isso nos permite definir outras fungoes resposta
simetrizadas com significado fisico. Simetrias como onda de densidade de carga dos tipos s e d
(ODC+), onda de densidade de “spin” dos tipos s e d (ODS=), supercondutividade singleto
dos tipos s e d (SCS+) e, finalmente, supercondutividade tripleto dos tipos s e d (SCT=+). As
simetrias ODC+ e ODS+ sao as tao conhecidas onda de densidade de carga e de “spin”, res-
pectivamente, e sdo amplamente medidas experimentalmente em varios sistemas fisicos[54]. As
simetrias SCS+ e SCT+ estao associadas as fases supercondutoras do tipo singleto e tripleto,
respectivamente, com simetria do tipo s. As simetrias ODC— e ODS— estao associadas com
os chamados “flux-phases” ou correntes de carga e de “spin”. Finalmente, temos as supercon-
dutividades dos tipos singleto e tripleto do tipo d SCS— e SCT—, respectivamente, que estao

associadas diretamente com a supercondutividade com uma simetria do tipo d,2 como se

—y2,
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observa nos cupratos supercondutores.

Ao resolvermos as equagoes do GR para essas quantidades, no regime repulsivo, consta-
tamos varias suscetibilidades indo para pontos fixos que nao sao sensiveis ao processo de dis-
cretizagao. Isso significa que, mesmo nao tendo pontos fixos estaveis para os acoplamentos, os
parametros de ordem sao finitos e essas instabilidades nao sao reforcadas. A tunica suscetibili-
dade que, aparentemente, diverge é a do tipo ODS+. Essa instabilidade é reforcada pelo fato do
vetor de transferéncia de momento ser igual ao vetor de “nesting” da SF (q = Q" = (0, 2kp)),
reforgando as flutuagoes antiferromagnéticas como se pode ver na figura 5.12 (a). Entretanto,
diferentemente de uma dimensao, nao podemos alegar a existéncia de pontos fixos nos aco-
plamentos para que essa divergéncia ocorra como uma lei de poténcias. Nao obstante, um
fato interessante ocorre ao compararmos a ordem de teoria de perturbacao. Como se pode ver
através da figura 5.13 (a) ao passarmos de um “loop” para dois “loops” a divergéncia acontece
mais tardiamente com relagao ao passo do GR (). Dessa forma, esperamos que, com o aumento
da ordem na teoria de perturbacao, essa divergéncia ocorra para valores de [ cada vez maiores
ou quando w — 0.

Contudo, para estudarmos as implicacoes fisicas desses resultados devemos, de alguma
forma, associar a escala de energia w com a temperatura 7. Varios estudos tém mostrado que
podemos fazer essa analogia, haja visto que a variacao na escala de energia w e a variacao na
temperatura 7' tém um efeito semelhante sobre as equacoes do GR para valores muito pequenos
de temperatura.

Como a divergéncia da suscetibilidade ODS+ ocorre para valores cada vez maiores de
[ significa que somente no limite 7" — 0, podera haver uma transicao de fase para uma fase
antiferromagnética, o que é perfeitamente aceitavel. Dessa forma, fica evidente que o papel

do “nesting” perfeito da SF ¢é reforcar as flutuacoes antiferromagnéticas. Entretanto, seria
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interessante, em nosso caso, saber se a instabilidade do tipo SCS— compete ou se associa
com a instabilidade do tipo ODS+, pois, assim, poderiamos investigar se, sob determinadas
condicoes, surge com mais forca a supercondutividade do tipo dg2_,2. Para tanto, é necessario
reforgarmos as flutuagoes do tipo particula-particula tornando a instabilidade supercondutora
do tipo SC'S— cada vez mais pronunciada. Em se tratanto de nosso modelo, devemos incluir os
acoplamentos do tipo Cooper associados aos segmentos perpendiculares da SF. Esses efeitos sao
de dificil implementagao devido a mistura dos segmentos da SF e serao tema de um trabalho
futuro.

Uma outra possibilidade, seria explorarmos os efeitos da curvatura da SF sobre as equagoes
do GR. Alguns trabalhos tém explorado esse aspecto[33, 40] demonstrando que a SF, ao adi-
quirir uma curvatura por meio da dopagem, tem seu perfeito “nesting” destruido. A medida
que a curvatura se torna mais pronuncianda, as flutuagoes antiferromagnéticas sao suprimidas
e a instabilidade supercondutora é reforcada fazendo com que as simetrias ODS+ e SCS—
se tornem cada vez mais competitivas. Entao, em uma certa SF com uma curvatura critica,
ocorre a transicao para uma fase suspercondutora. Infelizmente, esses trabalhos, que utilizam o
método do GR funcional, desprezam os efeitos da auto-energia ao calcularem apenas diagramas
até a ordem de um “loop”. Além disso, a curvatura da SF surge apenas por efeitos de dopa-
gem e nao pela renormalizacao da SF. O tratamento da renormalizagao da SF constitui-se em
um verdadeiro desafio e um outro aspecto a ser explorado para darmos continuidade ao nosso
trabalho. Uma extensa andlise sobre a topologia da SF e os ingredientes necessarios para o em-
parelhamento eléron-elétron com simetria do tipo d,2_,2 pode ser encontrada na referéncia[65].
Apesar de toda a dificuldade em se detectar a verdadeira SF dos cupratos supercondutores,
em baixas dopagens (por experimentos de alta resolu¢cdo como o ARPES), muito ji se sabe

sobre a forte ligacao existente entre as fortes correlagoes eletronicas e a supercondutividade que

105



influenciam fortemente a topologia da SF[66].

Discutimos, também, o fato de atribuirmos aos acoplamentos valores de acoplamento mo-
derado. Poder-se-ia argumentar que as equacoes do GR obtidas apresentam um comportamento
apenas caracteristico destes valores, ou seja, o comportamento fisico de tal sistema seria dife-
rente daquele que se encontraria num regime de fraco acoplamento. Na verdade, o que ocorre é
que estamos limitados pelo processo de discretizacao da SF e, por conseqiiéncia, nao podemos
ir além de [ = 2.8. Em decorréncia disso, poderiamos, também, questionar o que acontece
se acrescentarmos correcoes de ordens superiores no regime perturbativo. Para derrubarmos
esse argumento, plotamos um grafico mostrando! que, se partirmos de fraco acoplamento até
um acoplamento moderado, o comportamento das suscetibilidades surge como uma tendéncia
natural e nao como algo unicamente provocado pela escolha inicial dos valores iniciais dos aco-
plamentos, em um regime moderado. Em outras palavras, estamos apenas adiantando o regime
de forte acoplamento para que o passo do GR (1) nao exceda o valor limite de [ = 2.8. Final-
mente, construimos o diagrama de fase atribuindo diversos valores iniciais para os acoplamentos
e mantendo os mesmos valores iniciais para os parametros de ordem e para as respectivas sus-
cetibilidades. Como resultado, apenas uma suscetibilidade aparece pronunciada em diversas
regioes do espaco dos acoplamentos.

Para valores iniciais positivos dos acoplamentos entre g, =0 e Gop > 0 € G1p = 2055 a
suscetibilidade do tipo O DS+ aparece de forma pronunciada. Isso quer dizer que, nesse regime
repulsivo, as flutuagoes antiferromagnéticas estao sendo reforcadas. Ja a regiao compreendida
entre g;p > 2055 € Gz = 0 € Gyp < 0 apresenta um reforco nas flutuagoes supercondutoras
do tipo tripleto com simetria s. Por outro lado, na regiao em que temos valores iniciais entre

Jir=0e3Gyr <0e7gp <2gy, ha um reforco nas flutuacoes supercondutoras do tipo singleto

Weja figura 5.13 (b).
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com simetria s. Finalmente, na regiao com valores iniciais para os acoplamentos compreendidos
entre g, p > 2gop € Gz = 0 € gyp > 0 a suscetibilidade reforgada é a do tipo ODC+.

Além das questoes ja levantadas que podemos explorar, podemos destacar os efeitos da
adigao dos acoplamentos g3 e g4 sobre as equagoes do GR. Esses acoplamentos aumentam
enormemente o nimero de diagramas de dois “loops”, pois ambos podem aparecer misturados
aos acoplamentos g; e g e entre si. Por outro lado, também devemos ressaltar a dificuldade na
implementagao numérica, pois o acoplamento gs € tal que a diferenca entre os momentos iniciais
e finais das particulas é igual ao vetor da rede reciproca. Assim, é necessario desenvolver um

algoritmo que nao passe duas vezes pelo mesmo valor ao percorrermos a SF.
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Apéendice A

Modelo de Hamiltoniano interagente
SU(2) invariante

Para derivarmos nosso modelo, partimos de um modelo de Hamiltoniano interagente mais

geral que o modelo de Hamiltoniano interagente de Hubbard:

1

Hint = 9

Z Z U<r17 ro, I3, r4)a14gai3glar201arlg (A1>

7 %

Entretanto, é necessario demonstrarmos que esse Hamiltoniano de interacao, mais geral,
também é SU(2) invariante. Na se¢ao 2.1 definimos o operador projegao de “spin” (2.3) para
reescrever a parte interagente do Hamiltoniano de Hubbard na sua forma SU(2) invariante.
Entretanto, isso somente foi possivel devido ao fato da parte interagente lidar apenas com a
repulsao eletronica num mesmo sitio. Aqui, podemos ver que o Hamiltoniano interagente, na

forma mais geral, também é SU(2) invariante se causarmos uma rotagao no eixo de quantizagao

de “spin” tal como:

Artg = ZTJU’QI“’U’ € aia = Z aI‘U/T:/U (AQ)
o! o’

onde a matriz 7 é uma matriz de rotagao pertencente ao grupo SU(2). Dessa forma, devemos

realizar o seguinte célculo:
OUIRINES Wi
roQr'c = Ay Tyt o Too! Ay o
o oo’
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= Z aj.o./ Z 7—;/0_7—0-0-/ Ay’ o'
e o

= > alap, (A.3)

onde usamos o fato de que se a matriz T pertence ao grupo SU(2), entdo devemos ter que
(Z T;,UTM/> = [7]%,,, = 1. Para uma melhor visualizagio, podemos verificar esta relagio
o
para as matrizes de Pauli geradoras das rotagdes no espago dos “spins” (2.4). Assim, vemos
claramente que a soma dos operadores Y al_ay, é SU(2) invariante. Nao é dificil ver que,
ag
usando as relagoes de anticomutacao (2.5), podemos reescrever o Hamiltoniano (A.1) de forma

a obtermos pares de somas de “spins” como os da demonstracao acima e, dessa forma, vemos

que nosso Hamiltoniano de intera¢ao é SU(2) invariante.
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Apeéendice B

Hamiltoniano de interacao no espaco
dos momentos

Para realizarmos os cdlculos em teoria de perturbacgao, devemos escrever nosso Hamilto-
niano no espago dos momentos e no limite termodinamico. Para isso, devemos fazer a trans-
formada de Fourier, como fizemos nas relagdes (2.10). Assim, nosso Hamiltoniano de interagao

podera ser reescrito da seguinte forma:

/ddkl ddkg ddkg ddk?4
mt
2

4 (2m)d (2m) (/ drydrydradr e’ R TiTkeratka Tat kT rr () p) oy 1"4))

X ZCL k4 CL o! k3) Qg (kQ) (o (kl) (Bl)
a parte entre paréntesis pode ser reescrita resultando:
/drldr2d1‘3d1‘4€i(_kl'r1_k2'r2+k3'r3+k4'r4)U(rl, Iy, I3, Ty) =
/dr4 (/ drlerdrgei(—k1~(l‘1—I‘4)—k2~(1‘2—1‘4)4-1(3~(I‘3—I‘4))[J‘(rl7 r27 r37 r4)) 6—i(k1+k2—k3—k4).r4
(B.2)
Além disso, por razoes de simplificacdo e para nao nos distanciarmos muito do modelo
de Hubbard, devemos ter que a energia de interacao seja um invariante translacional. Assim,

se deslocarmos a origem do sistema para a posigdo de ry devemos ter que U(ry,ra, r3,ry) =

U(ry —ry,ro —ry,r3 — 14, 0). Logo, a integral entre paréntesis acima pode ser reescrita como:

/dr/ldr/zdrlgei(—kl.r/l_kg-r/2—i-k3.1f-/3)U(r/17 I‘/g, I‘/3, 0) — g(kh k27 k3) (B?))
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onde usamos o fato de que, para um dado ry, devemos integrar em todas as outras posicoes
e, dessa forma, podemos fazer a transformacao de coordenadas como foi feita acima e g é o
acoplamento no espaco dos momentos. Assim, podemos pensar que a integral entre paréntesis
independe da coordenada de ry, uma vez que estamos fixando a origem do sistema de coorde-
nadas em cima da coordenada ry e a integral desta tltima coordenada fard apenas com que

haja conservacao dos momentos, ou seja:
/ dryetTla—ketketko) e — (9nyd5( k) — k) + ks + ky) (B.4)

Dessa forma, usando a equagao (2.14) poderemos escrever o Hamiltoniano da seguinte

forma:

H = ZH/ epa P)a,(p)
+= Z / ddp dd ™) ;id];dg(p,q, k)al (p+aq—k)al, (k)ar (q)as (p) (B.5)

Agora, para efetuarmos os célculos em teoria de perturbacao, devemos escrever o Hamil-

toniano na representacao de Heisenberg como se segue:

6pa t)acr (p7 t)

H(t)= eHHe M= %" /
o=1,1
ddp ddq ddk
2 Z/ i P @K (P +a—k.t) ay (k1) ay (a,) as (p.1)
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Apéndice C

Calculo de alguns diagramas

Para ilustramos melhor como obtivemos os resultados dos calculos dos diagramas, vamos
) . 4 4
calcular um diagrama da auto-energia, um do canal Fg E)% e, por fim, um do canal Fg E)g em uma

e duas dimensoes.
C.1 Calculo em uma dimensao

Em uma dimensao, vimos que os acoplamentos nao dependem dos momentos e, portanto,
podem ser colocados para fora de qualquer integracao. Assim, vamos utilizar as “bolhas” que

definimos no capitulo 2 através das equagoes (2.31) para escrevermos:

di: dkq O(P + 2kp + \)0(—2kp — P)

O (P Py) = [ == 2iGY) (ks ko)iGY) L (k — Piko + Po) =
X0 (P Fo) o I (+)U( ko)t (—)o"( ko + Fo) drvp
,pa,%po
.k+(‘§|!‘+|:',-kn+qn+pD ’/ c'
<39,
_‘;’_ G GAk,kO
PR Kk pp
c o) 9} %
‘e, - Lh
222770
D, Dy

Figura C.1: Diagramas: D; referente a auto-energia, Dy referente ao canal F%) e D3 referente

ao canal Fgg.
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—vp(P +2kp) — Py+ep —id —vp(P + 2kp) + Py — €p — 00
lln (Q —vp(P +2kp) — Py + €p — i5> . (Q —vp(P +2kp) + Py — €p — zé)]
vr(P + 2kp) — Py +ep — 0 vp(P + 2kp) + By — ep — i0
y O(P + 2kr + \)0(—2kp — P)

y [ln <Q+UF<P+2]€F)—P0+EF—i5> ) <Q+UF(P+2kF>+PO—€F—25)]

drvp
dk dk
ML) (P, Py) = Q*TOZG - (K; ko)iGE%a/(—k + P;—ko+ Py) =
m

_w In Q—wpP —Fy+ep—id +1n Q—vpP + Py —€ep —i0
47TUF UFP—Po—FEF—’i(S UFP—FPO—EF—’i(S

9(P+)\)9(—P) Q+UFP—P0+EF—i(5 Q+UFP+P0—€F—i(5
— 1 | C.1
47TUF . —UFP—P0+EF—i5 +in —UFP+P0—€F—i5 ( )

Agora, usando as regras de Feynman definidas no capitulo 2 podemos escrever as seguintes

expressoes:
_ 2 : :
Dy = (=)(—igiB) ;/%% o o iG ), (—k +q+p;—ko + qo + po)iG 2, (k: ko)
xiG”) (¢ 1) (C.2)

: . dk dk

Dy = (=igis)(=igs) | 5-5- G (k4 Py + pay —ko + po)iG, (ks ko) (C.3)
, dk dk :

D3 = (—igp)® ?Q—;ZG =k +p1+p2;—ko+ po)zGE(i))o_,(k; ko) (C.4)

onde o sinal menos entre paréntesis em D, representa o sinal devido ao “loop”. Conseqtiente-

mente, se usarmos as defini¢oes (C.1), poderemos reescrevé-las da seguinte maneira:

dqg d
Dy = (—)(—ig1s) Z/ TE00) (g + p, g0 +p0)iG . (¢ o) (C.5)
Dy = (—igip)(—ige)illd (p1 + P2, po) (C.6)
Dy = (_i92B)2ng?/(p1 + P2, o) (C.7)

Aparentemente, as fungoes de Green estao trocadas com relagao ao ponto de Fermi em Dy,
quando reescrevemos em funcao de I1(9. Entretanto, se calcularmos essa integral veremos que
teremos como resultado o mesmo valor que na expressao para I1(?) na equacao (C.1) resultando

na equagao acima.
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Para chegarmos ao resultado desejado, devemos, a partir de agora, fixar os momentos
externos nos pontos de Fermi para todos esses diagramas, ou seja, p = p1 = kp € po = —kp.

Ao fazermos isso chegamos as seguintes expressoes:

2
D, 15 [(po —er)In (

= S
8T

) + Q] (C.8)

Do — €F
) Q
Dy = 191B92B n < ) (C.9)
2mup Do — €F
. 2 Q
Dy = 928 1n< ) (C.10)
2TUE Do — €F

onde mantivemos apenas a parte real dos logaritmos.

C.2 Calculo em duas dimensoes

O caso bidimensional apresenta uma particularidade que é a dependéncia dos acoplamen-
tos em relacao aos momentos. No capitulo 2, fizemos uma certa aproximacao que representa
muito bem essa dependéncia com os momentos. Ao introduzirmos um “cutoff” A, restringimos
uma regiao muito préxima da SF a qual os processos podem acontecer. Assim, se tomarmos A
pequeno o bastante, podemos considerar que os acoplamentos dependem somente dos momen-
tos paralelelos ao longo da SF. Além disso, devido a forma de nossa SF, linearizamos a relacao

de dispersao da energia que depende somente da componente perpendicular a SF. Conseqiiente-

Mk ,
X
— ou (a)
X ”
P q4° L4
—igy(p, 4, Pta-k) —ig(4.P.k)
ptak k7 vk prak
Ed ®
s N
N ou, (b)
x /)Y
P 9 .74 p
—i8,(P. 4.k) —igy(d, P, PHa-k)

Figura C.2: Interagoes dependentes dos momentos no caso bidimensional.
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mente, ganhamos muito com isso analiticamente, pois as integracoes serao separaveis em parte
paralela para os acoplamentos e parte perpendicular ao integrarmos as fungoes de Green de

uma particula livre. Dessa forma, vamos redefinir as equagoes (C.1) de modo a que:

. dk, dk _
ZXES,)/(PJ_,P()) = TLT;ZG (kij_;k’o)ZGgli))a/(k‘J_ — PJ_;]C() + PO) =
47TUF —UF(Pl—f—Qk'F) —P0+€F—i5
In Q+UF(PJ_+2]{?F)+P0—EF—i5 + 1 Q—UF(PJ_#—Q]{?F)—P()—FEF—Z.& i
—UF(PL+2]€F)+PO—EF—i5 ’UF(PL*FQI{?F)—P()*FEF—Z(S

In (Q—UF(PJ_+2]€F)—|—PO—EF—i5>]H(PL+2kF+A)9(—2kF—Pl)

UF(PJ_+2k3F)+P0—EF—i5 47T’UF
dk, dk .
ZH (PJ_7PO) TLTO G (kL§kO)ZGE2))g/(_kJ_ + PJ_; —k’o + PO) =

47TUF UFPJ_—P0+6F—i(5 UFPJ_+P0—€F—i5

_0(PJ_+>\)0(_PJ_) In Q+UFPJ_—P0+€F—i5 +1n Q—FUFPJ_—FPO—EF—Z'é
—UFPJ_—PO—FEF—Z'(S —UFPJ_—FPO—EF—Z'(S

_0(PJ_>0(>\—PJ_) [IH<Q—UFPL—P0+EF—i5>+ln<Q—UFPL+P0—EF—i§>]

47T’UF

(C.11)

e, segundo as regras de Feynman, os diagramas da figura C.1 serao dados por:

dk dq .
Dy = / ”/ A (—igin(—ky + py + a. By ) (—igas (o) a1y Ky)

dqp, d dk, dk .
Z/ ;]71: 2q7(;1 27: T;ZG =ki+aq+pii—ko+ g +p01)ZGE(i))a(/ﬁ; ko)

XiGE(i))a((.hJ_; qo1) (C.12)
dky .
Dy = 7(—2913(—@ + pyy + P2y kllap3||))(—2923(p1u,p2||, k”))
D, 2T
dk, dk .
277:270 i) (ki +pri +pari —ko + po)iG(”) (ks ko) (C.13)
dky . .
Ds = 7(—2923(—]6“ + Py + P2l k’”,p3||))(—1923(p1“7p2”’ k”))
D, 2T
dk, dk .
o 2 Ok o+ o ko + G (s o) (©.14)

onde os intervalos de integracao D, D; e D, podem ser encontrados no Apéndice G. Analoga-
mente ao caso unidimensional, vamos usar as defini¢oes (C.11) para reescrever essas equagoes

da seguinte maneira:
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dky [ dg
/ H/ — L (=igin(—k + py + v ki, a)) (—igus (b s k)

dgi, d
Z/ 2q71TL qu )(qu +P1,qm +190)@(; J@15qm) (C.15)

dky |
Dy = /D ?(—2913(—16” + pu + D2y By 3)p) ) (—ig2B (D)), P2y, Ky))

in)’?’(Z)lJ_ +p21.;p0) (Cl6>
dky , ‘

Dy = /D o (Ti92n(=ky + puy + D2y, Ry, p3))) (= 0928 (1, P2y, Ky )

Z.Ht(f?’(plL +p2Lap0) (Cl7>

onde usamos a convengao de dependéncia com os momentos mostrada na figura C.2. Agora,
se fixarmos a componente perpendicular dos momentos externos tal que p, = p1, = krp e
pa1 = —kp para integrarmos a auto-energia[62] e obtermos o resultado dos demais diagramas

teremos que:

Dy = 327r4 / dk)day {2913( ky+ o)+ aup ki qu) g1 (o) qlu,kuﬂ
Q
g [@0 ~er)ln ( ) - Ql (C.18)
Po — €F
‘ Q
Dy = T /Dl dkygi(—=kj + pr) + P2y, Ky, p3y) g2 (1) D2)» Fy) In p—— (C.19)
D3 = 1n2up /D1 dkygap(—Fky + | + D2y, Ki|, P31 ) 928 (P1)), P2y k) In (po — €F> (C.20)

onde, novamente, mantivemos apenas a parte real dos logaritmos.
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Apeéendice D

Relacoes entre as Funcoes de Green e
as Funcoes Irredutiveis

Neste apéndice, devemos buscar a relagao entre as funcoes de Green de uma e de duas
particulas e suas respectivas funcoes irredutiveis. Vamos realizar todos os calculos no espaco
dos momentos para nos aproximarmos tanto quanto possivel de nossos calculos. Entretanto,
ao fazermos isso, a conservacao de momentos das pernas externas dos objetos que estamos
definindo (I'®,T™ etc.) ndo fica evidente, mas sim implicita, devendo sempre conservar os
momentos das pernas externas desses objetos. Uma vez que tenhamos chamado a atencao para

tal fato, podemos, agora, definir a seguinte transformada de Legendre:

DIl O 01 0] = Win 7 .7] - ;{ [ (wl50. 1)) mstic 1
2
+/ﬁ5(k,t<+)5kt +/ ktjgkt+/j5kt<w( (kt)>}
" - - (D.1)
conseqiientemente, ¢ facil ver que:
7 w<+f<p,t>> 7, (b, ), (D2)
7 w(*jj(p,t'» (D1, (D.3)
7 w-f(p,t'» ~7.(.0). (D.4)



or

S0 —Jo(p, ). (D.5)
por outro lado, sabemos que:

(Mj(zt’) = (b0, )), (D.6)

o = = (Wln0.). (D.7)

oo = (Ve ). (D.8)

o == (o)), (D.9)

Na verdade, queremos chegar a uma equacao que relacione a funcao irredutivel com a
respectiva fungao de Green. Assim, podemos escolher qualquer uma das equagoes (D.6), (D.7),
(D.8) e (D.9) paraisso. Entretanto, para simplificar vamos escolher apenas a equagao (D.6) para

nossa demonstracao que derivamos! com relacio a <¢(+)o> para obtermos a seguinte equacao:

5 SW
=0(p—p)it' - D.10
5 (0 (00,0 (0. 8) (PP (D-10)
que se reduz a:
ddq " 5770’ (q> t”) 52W , ,
d —6(p —p)a(t' — D.11
Z/ el S (o 0 )) o o (o) P PP (DD

que devido a equagao (D.3) podemos reescrevé-la como se segue:

e &) i
;/ (27r)d/ o 0 (U (@) 6 (@ t?))  Onor(a,t")0T (P, t)
=d(p-p)t —-t) (D.12)

Definindo, agora, a fungao irredutivel de uma particula como sendo:

@) (At 1) = 52T _ 52T
(+)o ’ 8 (Vo (B 1) 8 (Wlopor(@ 7)) 8 (o (@ 7)) 0 (YiolP 1))

(D.13)

LA principio, de uma forma mais geral, poderfamos derivar qualquer uma das fontes, mas como o lado
direito nao pode ser nulo, devemos derivar somente em relagdo aquela fonte na qual o resultado final implique
a identidade que desejarmos.
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que juntamente com a equacao (2.38) nos permite reescrever a equagao (D.12) como se segue:

d " " / " / /
Z/ g /dt F(Q)w (a—p'st —t)}G(ﬂm/(p—q,t—t)=5(p—p)5(t—t)

(D.14)

e esta ultima equacao nos permite identificar:

Glo(a—p " =) =T (q—p, ¢ —1) (D.15)

Uma vez que relacionamos a funcao de Green de uma particula com a respectiva fungao
irredutivel vamos, agora, em busca da relacao entre a fungao de Green de duas particulas e a sua
respectiva fungao irredutivel. Como vimos antes, neste caso, temos duas fungoes irredutiveis
F§4) e Fgl). Entretanto, a demonstracao para uma fungao irredutivel é analoga a demonstragao
para a outra e, por essa razao, vamos fazer a demonstragdo apenas para uma delas. Assim,
vamos escolher demonstrar a relagao entre GéA‘) e FéA‘) que se inicia através da derivacao da

equagao (D.6) com relacdo a <@/J(+)> resultando em:

) ow
0 <¢(+)g(p1, t1)> 01, (P, )

=0(p — p1)o(t' — t1) (D.16)

que usando as propriedades de derivacao funcional se reduz a:

dp, 0o (Pa, t4) S2W - ) .
Z/ / 5 (Y10 (Pr.11) ) O (Pa, £4)07, (P, V) =d0(p—p1)d(' —t1)  (D.17)

que através da equacao (D.3) podemos reescrevé-la da seguinte forma:

_Z/ dopy /dt4 5T W

2o(P1 1)) 6 (B, (Dasts)) 0o (Pa, £4)07,(p, V)
=0(p—p1)d(t' —t1) (D.18)

Agora, se derivamos a equacao acima com relacao a <wz_)a(p3,t3)> e lembrando que

estamos lidando com varidveis de Grassmann, teremos:
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5T
o(P3, 3 > 0 <¢(+)0(P1, t1)> o <¢(T+)U/(p4, t4)>

_Z/ L5<

a-/

P4,ta
W 5T
Ry
" St (D 1)o7, (0. 1) 5 q!,, 5 (Ve (Pr,t1)) 8 (010 (Pas 1))

6 (0] )0(Ps,ts) ) 075(, )07 (Pas 14) 07, (P, ')
Para chegarmos a definicao de F§4) devemos derivar mais uma vez com relacao a <¢(_) 3(P2, t2)>

resultando:

54T
Z/ [ 5 (¥ y5(P2st2)) 6 (B )a(Ps,13)) 6 (Yo (Pr, 1)) 6 (8400 (P, 1))

" 52w iy / { PEIN
5770/ (p47 t4)5ﬁ0<p7 t/) Y k,t"’ 5 <wg7)a(P3, Zf3)> 5 <w(+)g(p1, t1)> (5 <wg+)o_,<p4, t4>>
37y (k,t") S3W
5<1/1 (—)8(P2, t2 >5j7(k, )01 (P4, t4)07, (P, ')

) 5T d7s(q,t")
! Z(s:qt/,, 0 <¢( 5(P2, t2)> (5 <¢(+)a(p1, t1)> 0 <Y/J(T+)g/(p4, t4)> 0 <¢37)Q(P3, 753)>)

BW +Z/ / 6T
75(0 )00 (Pas 1)0 (B, ) 55,y 6 (aso(P1,10)) 6 (0] )00 (Pa 1))
57 5(qt, ") 57, (k, ") S

_ =0
0 <1/1(Tf)a(p3, t3)> 5 <1/1(_)5(p2, t2)> 67 (k, t")075(a; t")0n0r (Pas t4) 07, (P, t’)]

(D.20)

as expressoes que possuem derivadas do tipo 63T nao contribuirao para os célculos, pois sempre
sao nulos devido ao nosso modelo de Lagrangiano e, portanto, podem ser desprezadas. Agora,
se consideramos as relagoes de I' com as fontes representadas pelas equagoes (D.2), (D.3), (D.4)

e (D.5) podemos reescrever a equagao acima da seguinte maneira:

54
> | : - :
o ol 0 <¢(_)5(p2, t2)> 0 <¢(_)Q(P3, t3)> 0 <¢(+)a(pl7 t1)> 0 <1/)(+)g/ (P4, t4)>
y 3*W v 5T
0o (Pas ta)00, (. #) 5 S5 (W01, 1)) 6 (8] (Pasts))
5°T 5T

5 (5@, ) 0 (] )03, 1)) 6 (- ya(Part2) ) 0 (1)K, #7))
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SW

_ D.21
X S 1575 )00 (D )07, (B ) (b-21)
Definindo:
T, (it () = o
oo 5 (V(p(P2rt2) ) 8 (W] (Ps,t5)) 0 (Vo (Pr 1) ) S (W], (Pas ) )
(D.22)

Agora, se usarmos as definigoes (2.38), (2.39) e (D.13), se fizermos a mudanga de varidvel
no lado direito da equacao de (p4,t4) para (p’,t), se multiplicarmos ambos os lados da equagao
(D.21) por G(1)pp(P1 —P", t1 — ), G()ps(P2a — K, ta —1) e G(_yp0(q’ — pg,%— t3), se integrarmos
em relagao a (pi,t1), (p2,t2) e (Ps,t3), se somarmos sobre os “spins” p, ¢, 0 e, finalmente, se
usarmos a equagao (D.14), podemos chegar a seguinte equagao:

Z.Gg;)dﬁa(pa p/la kl? q/7 t,a ga %7 ?) = / / / / iG(+)PP(p1 - p//7 Z51 - z)

P1,t1 P2,t2 P3,t3 P4,ta

iG(yo0(P2 — K, ta — 1) (il s, (P}, {t:})) iG(y00(d — D3, E — 13)iG 1100 (Ps — P, ta — t')

(D.23)

onde colocamos os devidos fatores de 7 para adequar as regras de Feynman e o indice que
aparece na funcao irredutivel é tal que i = 1,2,3,4. Analogamente, é possivel chegar a uma
relacao similar para F(14) por intermédio da equacao (D.8) resultando na seguinte equagao:
iGg’)d)Ho‘(Ix p//J kl? q/) t/7 ﬂ a %) = / / / / iG(+)pp<p1 - plla tl - f)
P1,t1 P2,t2 P3,t3 P4,ta
. = (4 . = .
iG(yo0(P2 — K, ta — 1) (i o (P}, {t:})) iG(1100(d — Ps, F — 13)iG( )00 (Ps — Py ta — 1)

(D.24)

onde vemos, claramente, a relacao entre as funcoes de Green de duas particulas e suas respectivas

funcgoes irredutiveis.
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Apeéendice E

Demonstracao da Equacao de
Schwinger-Dyson para Auto-energia

Para demonstrarmos as equagoes de Schwinger-Dyson de uma forma mais simples, faremos

uso do funcional gerador no caso de um campo bosonico como se segue:
2[j) = [ Doexpi{Sl] + jo} (E.1)

Agora, podemos usar a seguinte propriedade das integrais funcionais:

) 5S
[ Do exwi Sl + 30k =i [ Do (il +i)ewi (sl 4oy =0 (©2)
fazendo S[¢] = S [’6—?} chegamos a equacao de Schwinger-Dyson para bdésons:
0S [—id .
(M Uy} + j> Z[j]=0 (E-3)

Entretanto, queremos particularizar para nosso caso em que temos campos fermionicos.
Neste caso, teremos um conjunto de equagoes de Schwinger-Dyson. Considerando o funcional

gerador dado pela equagao (2.34) obteremos quatro equagdes como se segue:

5S [z'a —i6 6 —ié] o L
N VR R + o k 7t Z ) oaj0'7]cr = O E4
(&pgﬂa(k’,t’) S om, 3g0” 07,0 >) Voo o Jo) (4

5S {@'5 —i§ 0 _@'5} o ) o
7 1, | e 9T ey T — o k,t Z o3 Nos Jos Jo :O E5
<5¢(+)a(k’,t’) o, M, 8js 07, 1o (K1) ) 2110037165 G5 J ) (E.5)
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55 [z’é ~is b —2'5] o L
— |5 = s = | KL U) | 26, Jos Jsl = 0 E6
(5¢2—)0(k/7t,) 5770 5770 5.]0’ 5ja‘ ']( )) [77 NgsJ ]] ( )

S {i(s —i0 10 —7;(5} — ,> L
= 1, o~ e 9y T e s T — o k,t Z o> N> Jor ) o :O E7
<5¢<)a(k’,t’) on, om, 07y 05,1 7 (K1) | 2105 Tgs Jos Jo) (E.7)

Em nosso caso, a acao ¢ dada por:

STl Y vy 0] = [ diL = > [t [0l (0,010, = 6] e (p,)

- Z /dt / // 9200608y — 915a75ﬂ5]¢2+)6 (p+a—kt) ¢(T—)v (k. ?)
P ak

a7ﬂ767’y
X-)p (A, 1) Yipya (P, 1)

(E.8)

Para nossa demonstragao vamos fazer uso da equacao (E.5), mas, primeiramente, devemos
derivar a agado com relacao a <¢(T KL )> resultando em:

05
5wg+)p<k/7 t,)
- Z // [925ap5ﬁ“/ - gldavdﬁp]wgf)%p +q— k/a t/)w(—)ﬁ(% t,>w(+)a(p7 t/)-

B,y P qa

= [iat - Ek'] Z/1(+)p (k/7 t/)

(E.9)

Devemos, agora, reescrever essa equacao de forma que tenhamos o conjunto de opera-

dores reescritos em termos de derivadas em relacao as fontes, ou seja, [@/)(T Y Y4y, ﬂ)g—)’ Py —

o —id b —id ,
[5707 o 30 @] resultando em:

58 {25 —id @0 —id _ 10— o] —i6
oul, (K, t) Lon,’ o, 8js" 0], C (kL)
- Z //[g25ap5ﬁ7_915a756p] — = —Z'53T .
0Ma(P; )05 5(q, ¥)0j, (P +q — K, )

a,B,y P qa

(E.10)

Conseqlientemente, a equacao de Schwinger-Dyson, neste caso, se reduz a:
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) —i0Z
60 — ew] s — > / / [9200p08y — 91000,
77p< ’t ) a,B,y P qa

y i3z
oM, (p,t")0j5(a, t')0j (P + q — K, 1)

+n,(k',t")Z = 0.

(E.11)

Vamos, entao, derivar esta equagao mais uma vez em relacao a W para obtermos:
14 I

. 1 2z .
—1 [z@t - Gk'] Eé‘np(k/7 t)5ﬁp(k’, t/) -t a%y!q/ [92564)657 - gléa’y(sﬁp]
1 0z 1 0z
X = _ , Lo —t) — (K ) =2 .
Z 57, (0. 0057, (0 )55, + a — & o) 00 D T )
(E.12)

onde dividimos toda a equacao por Z. O tultimo termo desta equagao é proporcional a fonte e,
portanto, pode ser desprezado, pois, no fim, faremos as fontes irem para zero. Assim, podemos

reescrever a equagao (E.12) da seguinte forma:

1 5Pz
Z om,(K',t)om, (K, ')

1 5z
xi // S0 — 10 dy] = — _ | .
a%,:fyp J (929403 = 10 ﬁp]Z5na(p,t’)5jg(q,t’)5jv(p+q—k’,t’)5np(k’,t”)

(E.13)

— i [i0y — ew] VO — ) + / dt"i [0y — e] " O(t" — 1)

onde utilizamos a propriedade da funcao delta para reescrevermos o tiltimo termo. O termo do
lado esquerdo define a funcao de Green conectada de uma particula no sistema fisico interagente
como nas equacoes (2.38). Além disso, se utilizarmos a equagao (2.27) e redefinirmos o ultimo

termo desta equagao, poderemos reescrevé-la da seguinte forma:

iGay, (K 1 — 1) =iGS) (K ¢ —t) + / dt"iGE) (K — t)(—iS4), (K ")iG 1), (K ¢ — 1)

(E.14)
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onde definimos a auto-energia . Analogamente, podemos demonstrar uma equacao semelhante

para G'(_) tal que:

. . 0 . 0 . .
iGypK =) =G (K ¢ — 1) + / dt"iG) (K — t)(—iS (K ")iG ), (K ¢ — 1)

(E.15)

as quais sao as conhecidas equagoes de Dyson para a funcao de Green de uma particula no

sistema fisico interagente.
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Apeéendice F

Relacao entre as Funcoes Resposta
Irredutiveis e suas Respectivas Funcoes
de Green.

No capitulo 5, nés introduzimos as fontes geradoras das simetrias relevantes em nosso
modelo por meio do Lagrangiano externo (4.1) que deve ser adicionado ao nosso modelo de

Lagrangiano inicial. Assim, a equagao (2.35) se torna:

W V) 91, 92 /dt (@) V(a); 91, G2] + Leat) (F.1)

Os pares de operadores que aparecem no Lagrangiano externo sao comumente chamados
de operadores de convolucao. Em nosso modelo, esse par de operadores deve ser levado em

conta na definigao de I" na equacao (D.1), ou seja:

P[0y, Yy Uy o, @, 9] = Wi, 7,5, hsc. hop) - { )) m5(k, 1)

kit

+/ﬁa(k,t)<¢(>(kt +/ vk 1)) j5kt+/35k’t> )5kt)>}

k,

aﬁ qt

-y { [ e t) @as(a ) + [ hEh(a,t) (Basla, t>>} (F.2)

onde:
dk ;
Pos(a,t) = / / AT (ko t, ) 0l (6, ) 0F )5 (a = kot!) + e
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dik
Vas(a,t) = / / dt'1T5p (ks 6, ) Yl 0 (6 1) s (k — a, ) + c.c]

(F.3)

Esses operadores de convolucao se referem a férmions e, portanto, obededem a algebra de
Grassmann. Assim, podemos seguir com a demonstracao da relagao entre as fungoes irredutiveis
F(2 1)

1 = 0D, SC e suas respectivas funcoes de Green. Para tanto, vamos utilizar a relagao

(D.6) para escrevermos':

) ow
) <¢(_)U(p', t’)> on,(p,t)

—0 (F.4)

No Apéndice D, nés derivamos a relacao (D.6) para obtermos a identidade (D.14). Ao
derivarmos, argumentamos que a unica fonte que poderiamos derivar em relagao a <”¢(+)a>7 sem
que o valor esperado do lado esquerdo se anulasse, seria a fonte 7. Entretanto, temos aqui uma
situacao diferente na qual o lado direito se anula e, portanto, devemos considerar todo o tipo

de derivacao possivel, ou seja:

o1 (B, 1) 52 T (D", 1) W
; S L (G0 (9, 1)) 010 (P £) 0T (P, 1) i 5 (o (P, 1)) o (P, 1")071, (P, 1)
5]0( ) 2w 87, (p",t") W
5 (0ol #)) 0o D 0,0 E) 8 (0, #)) D (B )07, (0 )
Z[ 5hOD<p" ) W Shge(p" ") 52w IE
7 L0 (00D 1)) ShEH (B )3T, (P, 1) 6 (U)o (P', ) ShGe(p", )07, (p, 1) 1]

(F.5)

O que pretendemos agora é derivar esta ultima equacao com relacao a fonte de simetria

. 5 . - .o~ .
do tipo hOVD. Entretanto, ao realizarmos esta operacao veremos que surgirao muitos termos
cujo valor esperado ¢ identicamente nulo e, para evitarmos derivar termos sem necessidade,

manteremos apenas aqueles cujo valor esperado nao se anularao efetivamente, ou seja:

I Utilizando esta relacdo poderemos demonstrar as relacoes para a simetria do tipo OD. Entretanto, para
a demonstragao das relagoes para a simetria SC devemos derivar a relacao D.6 em relacao a <1/J(T_)U> ea

demonstracao segue analogamente.
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670 (p”, ") *W 9o (P", 1") oW

y 1 " ey = 0
;p’/t” ) <w(_)o(p” t/>> 5770./(13//, tll)dﬁa(p7 t) 0 <¢(—)0(P/a t/)> 6]0”(13 ) 13 )5770(1)7 t)
(F.6)
que, por meio das relagoes (D.3) e (D.5), podemos reescrevé-la como se segue:
5 / 5T W
o’ p/ 1 d <¢(—)U(p/a t/>> d </¢)—(I-+)OJ (p”7 t”>> 57757’ <p//7 t”)(sﬁa(p7 t)
5T W
(F.7)

+5<¢()U(p’,t’)>5<@/}( (P )) 5jaf(p”,t”)5m(p,t)} -

: s ~ < 5
Agora, podemos derivar esta tltima equacao em relagao a fonte hy;}, resultando em?:

U,.5(q,t) 53T 52w
) [z : - e
/ b 2; hé”D ql,m5<%5<q,t>>5<w<f>a<pct'>>5<¢2+)0,<p~,t~>>5m'<p )07, (P, 1)
5’ W

B <2/1(—) (p’, t’)> 0 MW (p”, t”)> Shgp(ar, t)dne (p",1")67, (p, 1)
Z/ U.s(q,t ] T | 52W7
5h0D di, tl 3 (Vap(q,1)) 0 <¢(_)a(p’, t’)> ) <wz7)0_/ (p”, t”)> 6o (P", )07, (P, 1)
B 62T BW ]
5 (Vo (P, t)) 8 (Bl (P, 1")) ShGp (s t1)8jor (", )07, (P, 1)

=0 (F.8)

Nesta tltima equacao, podemos ver que somente a primeira e a ultima expressoes nao
se anularao se calcularmos o seu valor esperado. Além disso, se calcularmos o valor esperado
das quantidades que contribuem aparecerao funcoes delta em relacao aos “spins” o e o’. O
mesmo acontece com os “spins” « e . Conseqiientemente, podemos manter os tinicos termos

que contribuem escolhendo convenientemente os indices de “spin” resultando em:

{ d (Vap(q,t)) 5T W
ot b OHGp () 6 (s, (0, ) 8 (oo (P, 1)) 8 (6], (0", 87)) O (B )07 (P, 1)
6T FPW

=0 F.9
0 <¢(*)U' (p/> t/)> 0 <w2—)0'/ <p”7 tll)> 5h§O’YD(q17 tl)(sjff/ (p”7 t,/)éﬁa/ (pa t):| ( )

2Novamente, poderiamos derivar em relacio a todos os valores esperados <>, mas para evitarmos muitos
calculos desnecessarios manteremos apenas os termos que nao se anulam efetivamente, podendo contribuir.
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Agora, se identificarmos:

5 \Ija 7% 52W B
<5v s l)) 5y 5= =D& (a—ai;t—t) (F.10)
ohop(an, t1) Shop(ar, t1)ohep(a, )
6°T (2,1) _
7 =Tops,(a, P, "5 1,1 t)
6 (Wsy(0,9) 6 (e (P, #)) 6 (il (P #))
§2W

one(p”, )07, (P, t)

5°r
5 (oo (0, 1)) 6 {0y (07, 1))

SW o)

' = Gops, (P, P i ", 1) (F.11)
5h60’YD<q1; t1)(5jgl (pl/’ t")(sﬁax (p7 t) ODé~ 1 1

= —Gupp—-p't—1")

_ G(—_l)o/(p// - p/; o t/)

Além disso, considerando que os termos dentro da integral em p” e t” sdo indempendentes
e com o auxilio da equagao (D.13), poderemos escrever:
~ [ DP(a - auit = )TG3, (a. 0 B Lt ) Gie(p — 5t — 1)
q,t
+ (G (0" = P'5t" = 1)) Gops, (0, P i £, ", 1) = 0 (F.12)
Vamos, entao, multiplicar ambos os lados desta tltima equacao por iG (), (p" — p1;t' —t2)
e integrar em p’ e . Assim, podemos usar a identidade (D.14) para escrever:

—//D (@—ai?—t)Toph (@ P, P Lt )Gy (P — prst — t)

q,t p/ t/

XG 1o (P— Pt — ")+ 3(p" — p1)d(t" — t2)Gops (P, P qust, ", 1) =0 (F.13)

Agora, se integrarmos ambos os lados em p” e t” chegaremos a seguinte relacao:

G(OQI%()H(p P1,d1;t, tlat2> / / / ZD(%D(q - Q17%— tl)lrgg()ify(qa plap//;ﬂ t/>t”)
q7t p/’t/ p”,t”
XiG(_)J/ (p, — P1; t — tQ)ZG(+)O—(p — p//; t— t//) (F14>

onde colocamos os devidos fatores de ¢ para adequarmos as regras de Feynman. Esta equagao

1)

. <. . 2 . ~ 2,1
mostra a relagao entre a funcao irredutivel Féb e sua respectiva fungao de Green ng). A
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mesma relacao pode ser obtida para a simetria do tipo supercondutora se procedermos analo-

gamente a demonstracao para a simetria do tipo onda de densidade resuldando em:

ch"la)'y(l% P1,d1; t? tl; t2 / / / ZD(S—Y q—4qi; t— )ZF,(S‘Qé}(S)’y(qa p/7 p”; ga tla t//)
qa, t p/ t/ /" t//

XiG(_)U/(pl — p’; to — 1 )ZG(+)U(p — p ;t - ) (F15)
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Apéndice G

Intervalos de Integracao no Caso d=2

Neste apéndice, colocamos os principais intervalos de integracao para os calculos no caso

bidimensional:

A<k <A,
—A<p <A,

—A<q <A,

A<k <A,

A <k <A,

S
I

—A <k <A,
D3:

—A < k)4 psy —py < A
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—-A < —kj+p+aq < A.

—A < py+py k<A

—A < ky+po —p3 < A

(G.1)

(G.2)

(G.4)



D, =

S
I

A<k <A,
—A <gq <A,

—A<p <A,

A< =k +p+q <A

A<k <A,
—A < g <A,

—A <k +q—py <A,

—A < K+ po — p3 < A

A<k <A,
—A < q <A,

—A<kj+q —py <A,

—A <k +p3 —po <A

—A < /{Z” <A,
-A<q <A,

—A <k +q —p3 <A,

—A < K+ py —p3 <A

“A <k <A,
-A < g <A,

—A < Kk +q—py <A,

—A <k +psg—py <A
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Dy =

DlO =

Dll =

D12 =

Além disso, devemos ter que:

-A< /{?H <A,
-A<p <A,
—2A < q) < 2A,

—ASp g A

A<k <A,
—A<p <A,
—2A < q) <24,
—A < g k<A,

—A<q —p <A

—A <p; <A,
—2A < q) <24,

—A<p—q <A,

—A <p; <A,

—2A < q) <24,

—Asgq -p A

=A< py <A,
—A < py <A,
—A < py <A,

—A < py <A
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Apéendice H

Fluxograma do programa principal

Neste apéndice, mostramos o fluxograma de nosso programa principal para o caso bidi-
mensional. Esse fluxograma pode ser visto na figura H.1. Primeiramente, entramos com os
parametros \, A, vp, N, lo,l., go1 € goo. Os primeiros trés parametros sao sempre fixados em
1, como ja mencionamos antes, por motivos de praticidade. N é o numero de iteragoes que
determinara a precisao das equacoes integro-diferenciais utilizando Runge-Kutta de 4* ordem
dada por h = (I. — ly)/N, onde [y é o passo do GR sempre fixado em 0 e [. é o passo do GR
que, segundo nosso processo de discretizacao, deve sempre ser fixado em 2.8.

Em seguida, iniciamos o processo auto-iterativo em que sempre imprimimos os valores
dos parametros renormalizados (Z, X, 7,55 G p, Gor, (i = ODC,0DS, SCS, SCT)) para que,
em seguida, por intermédio do método de Runge-Kutta de 4* odem, chamemos as fungoes que
geram o valor seguinte desses parametros.

Como ja mencionamos no capitulo de andlise dos resultados, devemos armazenar todos
os parametros gerados, pois o maior problema aqui é a integracao dos momentos internos dos
diagramas que, a principio, correm todos os valores dos momentos ao longo da SF.

Esse processo é repetido para todos os parametros renormalizados fazendo pequenos
avancos no fluxo das equagoes do GR. Por fim, ao causarmos uma pequena variacao no fluxo

dos acoplamentos g1 € gar, perguntamos se algum deles divergiu. Caso tenha divergido o pro-
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Inicio

Imprime os
Entrada de pardmetros: acoplamentos
AA Yy Nl 2o 20 renormabzados
< v
Y
Chama as fungdes que
caleulam os
Imprm:lel Z, ©as acoplamentos
suscetibilidades renormalizados
Eir-E2p
A 4 Nio y
Chama as fingdes Usa Rungs-Kutta de 4°
que calculam as orcem para caleular o
suscetibibidades valor segiunte
\ 4
Usa Rungs-Kutta de 4°
ordem para caleular o
valor segunte
Atingin N Acoplamento
v iteragdes? digvergiu?

Imprime as fungdes
resposta simetrizadas
renormalizadas

Para o programa

Y

Chama as fungies que
caleulam as fungies
resposta simetrizadas

renormalizadas
Fm

Y

Usa Rungs-Kutta de 4°
ordem para caleular o
valor segunte

Figura H.1: Fluxograma do programa principal.
grama termina automaticamente e caso nao divirja, o programa continua, recomecando todo o

processo até que corra todas as N iteragoes.
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