
UNIVERSIDAD NACIONAL DE
ROSARIO

FACULTAD DE CIENCIAS EXACTAS, INGENIERÍA Y
AGRIMENSURA

Tesis para optar al título de
Doctor en Física

Plasmones, correlaciones
electrónicas y superconductividad

en cupratos y niquelatos

Autor:
Lic. Luciano S. Zinni

Director:
Dr. Matías H. Bejas

Codirector:
Dr. Andrés F. Greco

Realizada en la Facultad de Ciencias Exactas, Ingeniería y Agrimensura - UNR

Rosario, Argentina - 2025





“Cuando digo que la magia ya existe;

es un concepto tan viejo como el hombre.

Y lo mágico tiene la función del horizonte,

que se corre para ir más lejos.

El relámpago fue algo mágico, hasta que el hombre lo entendió.

Y siempre va a haber cosas que no podamos entender.

De lo contrario, el mundo sería horrible.”

— Liliana Bodoc
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Resumen

Desde su descubrimiento en 1986, los cupratos superconductores de alta tempe-

ratura crítica han sido objeto de intensos estudios. Su elevado valor de temperatura

crítica y la coexistencia de múltiples fases interactuantes han revelado un diagrama

de fase complejo y universal en todos estos materiales. Sin embargo, los mecanismos

que los gobiernan siguen siendo enigmáticos, especialmente debido a sus altas correla-

ciones electrónicas que desafían las teorías convencionales. En este contexto, entender

las excitaciones colectivas de carga, como los plasmones, y las correlaciones electróni-

cas resulta esencial para el desarrollo de modelos que capturen con precisión su física

compleja.

Entre las diversas propuestas para estudiar los cupratos, el modelo t-J es uno de

los más destacados. Aunque presenta una relativa simplicidad, sus restricciones hacen

que no cuente con una solución analítica, lo cual exige técnicas avanzadas para su aná-

lisis. En esta tesis se emplea este modelo, ampliado con la interacción coulombiana de

largo alcance (el modelo t-J-V ), y se aplica una técnica de teoría cuántica de campos

mediante integrales de camino de los operadores de Hubbard y una expansión large-N

para analizar excitaciones colectivas de carga y el mecanismo de superconductividad en

cupratos y niquelatos, estos últimos con características similares a los cupratos, como

superconductividad no convencional. Inicialmente, se estudian las propiedades de los

plasmones de tipo acústico en cupratos mediante la comparación de resultados teóricos

con datos experimentales de dispersión inelástica y resonante de rayos X (RIXS). Este

análisis muestra que los modelos que incluyen las altas correlaciones electrónicas, como
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el modelo t-J-V , son fundamentales. En cambio, la comparación con un enfoque de

correlaciones débiles (la aproximación de fase aleatoria, RPA) arroja que es necesa-

ria la inclusión manual de una masa efectiva m∗ para representar estas correlaciones,

cuando el modelo t-J-V las contiene de forma natural. Estos resultados indican que

los plasmones de tipo acústico contienen información sobre las correlaciones electróni-

cas y reflejan directamente la naturaleza de los portadores de carga en estos sistemas

altamente correlacionados.

Por otra parte, el estudio de los niquelatos superconductores plantea un enfoque

comparativo con los cupratos. Se evalúan las propiedades de los plasmones en función

de dos regímenes de correlación electrónica contrapuestos: uno análogo a los cupratos,

caracterizado por altas correlaciones electrónicas, y otro correspondiente a interaccio-

nes débiles, mejor representado por el enfoque de RPA. Se obtienen predicciones que

sugieren que los resultados experimentales futuros podrían esclarecer el grado de simi-

litud entre ambos sistemas y aportar nueva información sobre el régimen electrónico

en que se encuentran los niquelatos.

Finalmente, se explora el rol de los plasmones en el mecanismo de apareamiento que

da lugar a la superconductividad en cupratos, evaluando si estas excitaciones colectivas

pueden contribuir a la formación de pares de Cooper. Los resultados dentro del modelo

t-J-V y la expansión large-N sugieren que, aunque los plasmones son excitaciones

colectivas relevantes en estos materiales, su contribución al mecanismo superconductor

es apantallada por las altas correlaciones y es la interacción de intercambio de espín

la que da origen al acoplamiento efectivo, incluso pese a la presencia de repulsión

coulombiana de largo alcance.
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Publicaciones científicas

Título: Impact of electron correlations on two-particle charge response in electron-

and hole-doped cuprates

Autores: Abhishek Nag, Luciano Zinni, Jaewon Choi, J. Li, Sijia Tu, A. C.

Walters, S. Agrestini, S. M. Hayden, Matías Bejas, Zefeng Lin, H. Yamase, Kui

Jin, M. García-Fernández, J. Fink, Andrés Greco y Ke-Jin Zhou

Resumen: Estimating many-body effects that deviate from an independent par-

ticle approach has long been a key research interest in condensed matter physics.

Layered cuprates are prototypical systems, where electron-electron interactions

are found to strongly affect the dynamics of single-particle excitations. It is, ho-

wever, still unclear how the electron correlations influence charge excitations,

such as plasmons, which have been variously treated with either weak or strong

correlation models. In this work, we demonstrate the hybridized nature of collec-

tive valence charge fluctuations leading to dispersing acoustic-like plasmons in

hole-doped La1.84Sr0.16CuO4 and electron-doped La1.84Sr0.16CuO4 using the two-

particle probe, resonant inelastic x-ray scattering. We then describe the plasmon
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dispersions in both systems, within both the weak-coupling mean-field random

phase approximation (RPA) and strong-coupling t-J-V model in a large-N sche-

me. The t-J-V model, which includes the correlation effects implicitly, accura-

tely describes the plasmon dispersions as resonant excitations outside the single-

particle intraband continuum. In comparison, a quantitative description of the

plasmon dispersion in the RPA approach is obtained only upon explicit considera-

tion of renormalized electronic band parameters. Our comparative analysis shows

that electron correlations significantly impact the low-energy plasmon excitations

across the cuprate doping phase diagram, even at long wavelengths. Thus, com-

plementary information on the evolution of electron correlations, influenced by

the rich electronic phases in condensed matter systems, can be extracted through

the study of two-particle charge response.

Revista científica: Physical Review Research 6, 043184 (2024)

DOI: https://doi.org/10.1103/PhysRevResearch.6.043184

Título: Evolution of plasmon excitations across the phase diagram of the cuprate

superconductor La2−xSrxCuO4

Autores: M. Hepting, T. D. Boyko, V. Zimmermann, M. Bejas, Y. E. Suyolcu,

P. Puphal, R. J. Green, L. Zinni, J. Kim, D. Casa, M. H. Upton, D. Wong, C.

Schulz, M. Bartkowiak, K. Habicht, E. Pomjakushina, G. Cristiani, G. Logvenov,

M. Minola, H. Yamase, A. Greco y B. Keimer

Resumen: We use resonant inelastic x-ray scattering (RIXS) at the O K- and

Cu K-edges to investigate the doping dependence and temperature dependence

of low-energy plasmon excitations in La2−xSrxCuO4. We observe a monotonic

increase of the energy scale of the plasmons with increasing doping x in the un-

derdoped regime, hereas a saturation occurs above optimal doping x ≳ 0.16 and

persists at least up to x = 0.4. Furthermore, we find that the plasmon excitations

show only a marginal temperature dependence, and possible effects due to the

superconducting transition and the onset of strange metal behavior are either

https://doi.org/10.1103/PhysRevResearch.6.043184
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absent or below the detection limit of our experiment. Taking into account the

strongly correlated character of the cuprates, we show that layered t-J-V model

calculations accurately capture the increase of the plasmon energy in the un-

derdoped regime. However, the computed plasmon energy continues to increase

even for doping levels above x ≳ 0.16, which is distinct from the experimentally

observed saturation and reaches a broad maximum around x = 0.55. We dis-

cuss whether possible lattice disorder in overdoped samples, a renormalization of

the electronic correlation strength at high dopings, or an increasing relevance of

nonplanar Cu and O orbitals could be responsible for the discrepancy between

experiment and theory for doping levels above x = 0.16.

Revista científica: Physical Review B 107, 214516 (2023)

DOI: https://doi.org/10.1103/PhysRevB.107.214516

Título: Low-energy plasmon excitations in infinite-layer nickelates

Autores: Luciano Zinni, Matías Bejas, Hiroyuki Yamase y Andrés Greco

Resumen: The discovery of superconductivity in infinite-layer nickelates is pre-

sently an important topic in condensed-matter physics, and potential similarities

to and differences from cuprates are under intense debate. We determine general

features of the charge excitation spectrum in nickelates from two opposite view-

points: (i) Nickelates are regarded as strongly correlated electron systems like

cuprate superconductors and thus can be described by the t-J model, and (ii)

electron correlation effects are not as strong as in cuprates, and thus, random-

phase approximation (RPA) calculations may capture the essential physics. We

find that in both cases, plasmon excitations are realized around the momen-

tum transfer q = (0, 0, qz), although they tend to be damped more strongly in

the RPA. In particular, this damping is enhanced by the relatively large inter-

layer hopping expected in nickelates. Besides reproducing the optical plasmon

at q = (0, 0, 0) observed in Nd0.8Sr0.2NiO2, we obtain low-energy plasmons with

gaps of ∼ 360 and ∼ 560 meV at q = (0, 0, qz) for finite qz in cases (i) and (ii),

https://doi.org/10.1103/PhysRevB.107.214516
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respectively. The present work offers a possible theoretical hint to answer whether

nickelates are cupratelike or not and contributes to the general understanding of

the charge dynamics in nickelates.

Revista científica: Physical Review B 107, 014503 (2023)

DOI: https://doi.org/10.1103/PhysRevB.107.014503

Título: Superconductivity with and without glue and the role of the double-

occupancy forbidding constraint in the t-J-V model

Autores: Luciano Zinni, Matías Bejas y Andrés Greco

Resumen: The occurrence of retarded (with glue) and unretarded (without glue)

pairing is thoroughly discussed in cuprates. We analyze some aspects of this pro-

blem in the context of the t-J-V model in a large-N approximation. When 1/N

renormalizations are neglected the mean-field result is recovered, where the un-

retarded d-wave superconducting pairing triggered by the spin-exchange interac-

tion J is obtained. However, the presence of a nonnegligible nearest-neighbors

Coulomb interaction V (q) kills superconductivity. If the non-double-occupancy

constraint and its fluctuations are considered, the situation changes drastically.

In this case, V (q) is screened making d-wave superconductivity very robust. In

addition, we show that the early proposal for the presence of an unretarded pai-

ring contribution triggered by the spin-exchange interaction J can be discussed

in this context.

Revista científica: Physical Review B 103, 134504 (2021)

DOI: https://doi.org/10.1103/PhysRevB.103.134504

Ponencias en congresos

Título: Los plasmones presentan trazas de correlaciones electrónicas en cupratos

superconductores de alta temperatura crítica

https://doi.org/10.1103/PhysRevB.107.014503
https://doi.org/10.1103/PhysRevB.103.134504
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Resumen de la charla: Los plasmones son excitaciones colectivas fundamen-

tales en sólidos. Los primeros estudios se centraron principalmente en materiales

2D y 3D convencionales, pero, luego, los plasmones fueron analizados en sistemas

de capas en el contexto de la aproximación de fase aleatoria (RPA), la cual es

utilizada para abordar sistemas débilmente correlacionados. A pesar de que el

rol de las correlaciones electrónicas ya fue discutido, la existencia de los plasmo-

nes en sistemas altamente correlacionados, en particular en cupratos supercon-

ductores de alta temperatura crítica, no fue estudiada tanto como en sistemas

más convencionales, e incluso estuvo en discusión en los últimos años. Original-

mente, excitaciones colectivas de carga han sido observadas en cupratos pero no

fueron interpretadas como plasmones. Pero nuevos estudios en cupratos que se

realizaron usando dispersión de rayos x inelástica y resonante (RIXS) determi-

naron inequívocamente la existencia de plasmones. Recientemente, experimentos

de RIXS más precisos en Sr0.9La0.1CuO2 han observado la existencia de un gap

en el espectro de energía de los plasmones en el centro de la zona de Brillouin

(ZB) bidimensional. Este gap de plasmones fue predicho en el contexto de una

expansión large-N del modelo t-J-V de capas. Además, este modelo teórico cap-

turó correctamente los plasmones observados en RIXS e incluso la tendencia de

la frecuencia de plasma en el diagrama de fase en la zona de bajo dopaje del

cuprato La2−δSrδCuO4. Aunque hay evidencia a favor del modelo t-J-V para ex-

plicar plasmones, aún se debate si RPA es capaz de reproducir las mediciones en

RIXS. En esta exposición, compararemos los plasmones que se obtienen en estos

dos modelos opuestos y contrastaremos sus resultados con datos experimentales

de varios cupratos. Mostraremos que los plasmones contienen información sobre

las correlaciones electrónicas y que el tratamiento usual con RPA no describe

correctamente los plasmones en cupratos. Sin embargo, para un dopaje fijo, los

plasmones medidos pueden ser capturados por RPA con la introducción de pa-

rámetros de banda efectivos, pero RPA no tiene un argumento intrínseco sobre

cómo generar esta renormalización. Demostraremos que, al utilizar argumentos



xii Publicacionesxii Publicacionesxii Publicaciones

del modelo t-J-V que tienen en cuenta las altas correlaciones para renormalizar

los parámetros de banda en RPA, obtenemos plasmones que coinciden con los

experimentos y con los del modelo t-J-V en la zona de bajo momento q.

Lugar y fecha: IX Reunión Nacional de Sólidos - Rosario, Argentina, 15 al 17

de noviembre de 2023.

Título: Plasmones de baja energía en niquelatos superconductores: posibles ana-

logías y diferencias con cupratos superconductores.

Resumen de la charla: El estudio de los niquelatos ha cobrado importancia

en los últimos años debido al reciente descubrimiento de superconductividad en

dichos materiales a tal punto que se dice que hemos entrado en “la era del níquel

de la superconductividad". Su estructura cristalina es similar a la de los cupra-

tos, los cuales presentan propiedades superconductoras y del estado normal de

gran interés que se vienen estudiando hace más de 35 años y aún se encuentran

vigentes. Por esto, sumado a que el níquel es vecino del cobre en la tabla pe-

riódica y ambos elementos tienen estructuras electrónicas semejantes, es natural

argumentar que los niquelatos podrían presentar propiedades análogas a la de los

cupratos. Recientemente se han detectado plasmones de baja energía en cupratos

a través de la técnica experimental “resonant inelastic X-ray scattering"(RIXS),

los cuales han sido bien descritos en el contexto del modelo t-J de capas con in-

teracción coulombiana de largo alcance V . Asumiendo que los niquelatos también

son sistemas altamente correlacionados, presentaremos resultados de plasmones

con el modelo t-J-V para estos sistemas. Además expondremos cálculos en el

contexto de la aproximación de fase aleatoria (RPA), la cual es adecuada para

explicar sistemas débilmente correlacionados. De esta manera, mostraremos di-

ferencias entre ambos modelos y aportaremos a la discusión sobre las similitudes

entre los niquelatos y los cupratos.

Lugar y fecha: 107° Reunión de la Asociación Física Argentina - Bariloche,

Argentina, 27-30 de septiembre de 2022.



Índice general

Agradecimientos III

Resumen V

Publicaciones VII

INTRODUCCIÓN 1

Superconductividad no convencional . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 1

Plasmones y superconductividad . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 3

Diagramación de la tesis . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7

1. EL MODELO t-J-V Y EL FORMALISMO LARGE-N 9

1.1. Introducción . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 9

1.2. Los operadores de Hubbard y el modelo t-J-V . . . . . . . . . . . . . . 10

1.3. Representación en integral de camino de los operadores de Hubbard y

expansión large-N . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12

1.3.1. Fermiones . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 16

1.3.2. Bosones . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

xiii



xiv Índice generalxiv Índice generalxiv Índice general

1.3.3. Vértices de interacción . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

1.4. Correlaciones de carga . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 22

1.5. La fase de flujo o dCDW . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23

2. PLASMONES EN CUPRATOS SUPERCONDUCTORES DE ALTA

TEMPERATURA CRÍTICA 27

2.1. Introducción . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 27

2.2. Análisis para dopaje fijo . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 30

2.2.1. Determinación experimental de los plasmones . . . . . . . . . . 30

2.2.2. Masas efectivas y velocidades de Fermi . . . . . . . . . . . . . . 32

2.2.3. La aproximación de fase aleatoria (RPA) . . . . . . . . . . . . . 37

2.2.4. El modelo t-J-V . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 42

2.2.5. Discusiones . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 43

2.3. Análisis en función del dopaje . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 50

3. LOS NIQUELATOS SUPERCONDUCTORES 55

3.1. Introducción . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 55

3.2. Similitudes y diferencias con cupratos superconductores de alta tempe-

ratura crítica . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 57

3.3. Los niquelatos como sistemas análogos a los cupratos . . . . . . . . . . 59

3.4. Los niquelatos como sistemas débilmente correlacionados . . . . . . . . 61

3.5. Comentarios finales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 65



Índice general xvÍndice general xvÍndice general xv

4. ROL DE LOS PLASMONES EN LA SUPERCONDUCTIVIDAD 67

4.1. Introducción . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67

4.2. La interacción superconductora efectiva . . . . . . . . . . . . . . . . . . 68

4.3. Repulsión coulombiana de corto alcance . . . . . . . . . . . . . . . . . 72

4.3.1. Contribuciones de los sectores de Πab . . . . . . . . . . . . . . . 75

4.4. Repulsión coulombiana de largo alcance . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79

CONCLUSIONES 83

Plasmones en cupratos superconductores de alta temperatura crítica . . . . . 84

Los niquelatos superconductores . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 85

El rol de los plasmones en la superconductividad . . . . . . . . . . . . . . . 86

Conclusión general . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 88

Perspectivas a futuro . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 88

APÉNDICE 91

Deducción de la interacción coulombiana de largo alcance en sistemas de

capas infinitas 93

Detalles experimentales de las mediciones en LSCO y LCCO 95

Crecimiento y caracterización de las muestras . . . . . . . . . . . . . . . . . 95

Estructura electrónica . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 97

Mediciones en RIXS y extracción de plasmones . . . . . . . . . . . . . . . . 98



xvi Índice generalxvi Índice generalxvi Índice general

Deducción de la fórmula de Fetter 101

¿Qué dice RPA sobre el término ⟨vF ⟩ en el modelo de Fetter? 103

REFERENCIAS 107



INTRODUCCIÓN

Superconductividad no convencional

El fenómeno físico de la superconductividad, descubierto en 1911 por el equipo de

Heike Kamerlingh-Onnes [1], marcó un hito en la física de la materia condensada al ob-

servarse que, al enfriar el mercurio por debajo de la temperatura de 4K, su resistencia

eléctrica caía abruptamente a cero. A esta sorprendente propiedad se le sumó años más

tarde el descubrimiento del efecto Meissner [2], que mostró cómo los superconductores

expulsaban completamente los campos magnéticos en su interior, desafiando las leyes

electromagnéticas de la época y requiriendo nuevas teorías para su explicación. Estos

avances en la física de los superconductores desembocaron en la teoría BCS en 1957 [3],

que durante tres décadas fue el marco teórico dominante para entender la supercon-

ductividad. Sin embargo, el descubrimiento en 1986 de los cupratos superconductores

de alta temperatura crítica (CSAT) [4], con temperaturas críticas por encima de todos

los materiales conocidos hasta esa fecha (ver Fig. 1), desató una revolución en el campo

y trajo consigo una serie de preguntas fundamentales que aún, a casi cuarenta años

desde su hallazgo, continúan sin respuesta.

Inmediatamente al descubrimiento de los cupratos, quedó claro que los principios de

la teoría cuántica tradicional sobre las propiedades electrónicas de los sólidos, que había

explicado con éxito los metales y superconductores convencionales, eran incapaces de

describir muchos de los fenómenos presentes en estos nuevos materiales [6]. Su estudio

1
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Figura 1: Temperatura crítica de distintos superconductores versus año de su descu-
brimiento. Los círculos verdes corresponden a superconductores convencionales (BCS),
las estrellas verde claro a los basados en fermiones pesados, los diamantes azules a los
cupratos, los triángulos invertidos púrpura a fulerenos, los triángulos rojos a alótropos
de carbono, los cuadrados naranjas a los basados en hierro, el pentágono gris al rutana-
to de estroncio y la estrella rosa a un niquelato. En el eje vertical derecho se identifica
con flechas la temperatura correspondiente a distintos puntos de fusión de materiales
utilizados para enfriamiento, junto a la temperatura ambiente. Figura extraída de [5].

exhaustivo produjo un diagrama de fase muy interesante que se observa en la Fig. 2.

A medio llenado (sin dopar), los cupratos son aislantes de Mott de transferencia de

carga antiferromagnéticos. Al dopar, el orden magnético se debilita hasta que aparece

el estado superconductor caracterizado por un domo en el diagrama de fase. Además,

también se han descubierto otras fases igualmente interesantes que compiten con ellas,

como la fase de pseudogap [7], de metal extraño [8] y de orden de carga y espín [9].

Desde el punto de vista teórico, fue necesario la búsqueda de modelos distintos a los que

se aplicaban a los superconductores convencionales, y que intentaran explicar todas las

fases que coexisten en los CSAT. En 1987, P. W. Anderson fue el primero en proponer

un modelo de Hubbard bidimensional de una banda para caracterizar la física de los

planos Cu-O [10]. Luego, F. C. Zhang y T. M. Rice plantearon que la hibridación de los
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orbitales del Cu y O produce lo que se conoce como singlete de Zhang y Rice (ZRS, por

sus siglas en inglés) que se mueve bajo un modelo efectivo t-J de una banda (derivado

de un modelo de Hubbard más general) [11]. Si bien hubieron otras propuestas a lo largo

de los años, las propiedades físicas descritas por el ZRS se asemejan considerablemente

a las de los CSAT, por lo que el modelo t-J de una banda sigue siendo uno de los

principales modelos prototípicos para el estudio de cupratos.

Los cupratos abrieron las puertas a una nueva era científica, en la cual la bús-

queda de materiales superconductores de alta temperatura crítica experimentó una

notable aceleración. En la Fig. 1 se ilustra la gran cantidad de nuevos superconducto-

res descubiertos tras 1986, entre los que se destacan materiales como el rutanato de

estroncio y los superconductores basados en hierro, cada uno con características sin-

gulares que amplían la comprensión de la superconductividad. Un hito significativo en

esta búsqueda se alcanzó en 2019, cuando se reportó superconductividad en un material

basado en óxido de níquel con una estructura cristalina análoga a la de los cupratos

de capas infinitas. Este descubrimiento no solo amplió la familia de superconductores

no convencionales, sino que también proporcionó una plataforma única para explorar

las similitudes y diferencias en las propiedades físicas entre los cupratos y niquelatos,

pesquisa que en esta tesis se realiza a través de las excitaciones de carga.

Plasmones y superconductividad

Los plasmones son excitaciones colectivas de la densidad de los portadores de carga,

inducidas por la interacción coulombiana de largo alcance. En un metal tridimensional

isotrópico, sólo existe una rama de plasmones, conocida como la rama óptica. Por

otro lado, en los sistemas formados por planos apilados entre sí (llamados de capas

infinitas) aparecen, además del plasmón óptico, varias ramas de plasmones acústicos,

las cuales presentan una dispersión prácticamente lineal hacia el centro de la zona

de Brillouin bidimensional [12-16]. Muchos cupratos tienen una estructura de capas
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Figura 2: Temperatura versus dopaje de agujeros para los cupratos superconductores
de alta temperatura crítica. Las regiones azules y verdes, delimitadas por TN y Tc,
muestran donde los órdenes antiferromagnético (AF) y superconductor d-wave (d-SC),
respectivamente, se encuentran conformados completamente. El área de rayas rojas
bajo TCDW indica la formación completa de un orden de carga. TSDW muestra lo
mismo pero para un orden de onda de densidad de espín inconmensurado bajo el área
de rayas verdes. Ts,onset (línea de trazos verde), Tc,onset y Tsc,onset (línea de trazos roja
para ambos) representan las temperaturas a las cuales aparecen fluctuaciones de espín,
de carga y superconductoras, respectivamente. T ∗ representa la temperatura a la cual
se produce el cruce al régimen de pseudogap. Las flechas en el eje horizontal muestran
distintos puntos críticos cuánticos para el orden de carga y la superconductividad.
Figura extraída de [6].

infinitas, pero las distintas fases presentes en estos sistemas, como la de pseudogap y

la de metal extraño, desafiaron el entendimiento contemporáneo a su descubrimiento

y generaron una pregunta muy importante: ¿existen los plasmones en estos materiales
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tan complejos?

Una de las primeras propuestas para explicar la superconductividad de alta tem-

peratura crítica observada en los cupratos fue la presentada por V. Z. Kresin y H. Mo-

rawitz [17], quienes sugirieron que el mecanismo superconductor podría estar mediado

por plasmones, además de los fonones tradicionales. Dado que su modelo se enfocaba

en sistemas de capas infinitas, anticipaban que tanto los plasmones ópticos como los

acústicos contribuirían al apareamiento electrónico. No obstante, el enfoque de su mo-

delo era similar al BCS, es decir, era de acoplamiento débil, y rápidamente se conoció

que los cupratos entraban en la catergoría de sistemas altamente correlacionados. Ade-

más, los experimentos de espectroscopía de pérdida de energía de electrones (EELS,

por sus siglas en inglés), específicamente en su variante de transmisión (T-EELS), y de

espectroscopía óptica, detectaron únicamente la presencia de plasmones ópticos. Estos

plasmones se manifestaban como una caída característica en el espectro de reflectancia

y un pico en la función de pérdida de energía alrededor de 1 eV [18, 19]. Por el contra-

rio, los plasmones acústicos permanecieron elusivos durante décadas, dejando abierto

el interrogante sobre su existencia y su posible rol en la superconductividad.

En años recientes, el desarrollo de técnicas avanzadas como la dispersión inelásti-

ca y resonante de rayos X (RIXS, por sus siglas en inglés) ha permitido resolver este

misterio. Gracias a la capacidad de esta técnica para explorar el momento transferido

dentro y fuera de los planos, fue posible analizar la dispersión de los plasmones en

diferentes direcciones de la zona de Brillouin, confirmando la existencia de las ramas

acústicas, tanto en cupratos dopados con electrones [20, 21] como en los dopados con

agujeros [22, 23]. Sin embargo, esto pudo realizarse gracias al refinamiento de la técnica

junto con los estudios teóricos, ya que en los primeros experimentos en RIXS, si bien

se habían detectado la presencia de excitaciones de carga, no se habían interpretado

originalmente sus resultados como plasmones [24]. Incluso algunas teorías iban más

allá, sugiriendo que en la fase de metal extraño la descripción convencional de las cua-

sipartículas de Landau colapsa, proponiendo modelos basados en teorías holográficas
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y en la correspondencia AdS/CFT (conjetura de Maldacena) para abordar dicha pro-

puesta [25-27]. Según estas teorías, la ausencia de cuasipartículas bien definidas podría

inhibir la formación de excitaciones colectivas de carga, como los plasmones. Esta falta

de excitaciones colectivas podría dificultar la propagación de plasmones en los metales

extraños ya que decaerían en el continuo [28]. De hecho, la ausencia de un pico de

plasmón bien definido en experimentos de R-EELS (EELS de reflexión) ha sido inter-

pretada como evidencia de este decaimiento anómalo en cupratos sobredopados [29,

30]. Sin embargo, esta interpretación sigue siendo objeto de controversia y discusión en

la comunidad científica [31, 32] ya que no es capaz de reconciliar las observaciones de

RIXS, en donde se logró detectar inequívocamente los plasmones acústicos. De hecho,

la continua mejora de la técnica de RIXS permitió observar una predicción realizada

en 2016 [33]: cuando el sistema permite un hopping entre planos, denotado por tz,

estos plasmones acústicos dejan de ser estrictamente acústicos y exhiben un gap de

energía en el centro de la zona de Brillouin, el cual es proporcional a tz. Este gap fue

observado por primera vez en el cuprato Sr0.9La0.1CuO2 [34]. Debido a este fenómeno,

estas excitaciones se denominan plasmones de tipo acústico, en contraposición a sólo

acústicos.

Estos avances han revitalizado el interés por el papel de los plasmones en la física

de los cupratos y han abierto nuevas perspectivas para comprender sus posibles con-

tribuciones al mecanismo superconductor. En esta tesis, se realiza un estudio teórico

exhaustivo de la dispersión de los plasmones de tipo acústico en cupratos y niquelatos

superconductores, explorando su influencia en la superconductividad de alta tempe-

ratura crítica. Para ello, se emplea el modelo t-J-V , que integra altas correlaciones

electrónicas y la interacción coulombiana de largo alcance, y se comparan sus resul-

tados con enfoques de acoplamiento débil. Los resultados teóricos se contrastan con

mediciones experimentales obtenidas mediante técnicas avanzadas (RIXS), permitien-

do no solo interpretar las observaciones actuales, sino también proponer predicciones

que contribuirán a esclarecer el debate sobre si los plasmones desempeñan un rol fun-



Introducción 7Introducción 7Introducción 7

damental en el mecanismo superconductor.

Diagramación de la tesis

La presente tesis está diagramada de la siguiente manera:

En el Capítulo 1 se presenta el formalismo completo utilizado en esta tesis. El

mismo consiste en un modelo t-J-V tratado con la representación en integral de

camino de los operadores de Hubbard y una expansión large-N, y se muestran los

resultados analíticos de las propiedades físicas de interés.

En el Capítulo 2 se analizan los plasmones en cupratos de capas infinitas. Se

comparan mediciones realizadas por grupos experimentales con los que se trabajó

en conjunto frente a resultados teóricos del modelo t-J-V , contrastando también

con un enfoque de acoplamiento débil, el cual es ampliamente utilizado en la

comunidad científica. Primero se realiza un análisis a dopaje fijo y luego a dopaje

variable. Se cotejan ambos modelos teóricos y se predicen diferencias que pueden

ser estudiadas en futuros experimentos de RIXS.

En el Capítulo 3 se presentan los niquelatos de capas infinitas junto a sus si-

militudes y diferencias respecto a los cupratos. Se calculan los plasmones para

dos regímenes contrapuestos: uno con un modelo altamente correlacionado (el

modelo t-J-V ) y otro con un enfoque de acoplamiento débil (la aproximación de

fase aleatoria). Se muestran los resultados para ambos y se predicen diferencias

observables en RIXS para determinar a qué régimen pertenecen los niquelatos de

capas infinitas.

En el Capítulo 4 se analiza el apareamiento superconductor dado por el modelo

t-J-V para distintos tipos de interacciones coulombianas (a primeros vecinos y de

largo alcance). Se calcula la influencia de los plasmones y las correlaciones en la
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superconductividad estudiando cuidadosamente las diferencias que existen a nivel

de campo medio y más allá de él. Finalmente, se cierra el capítulo conectando

los anteriores con las conclusiones sobre la influencia de los plasmones en la

superconductividad dentro del modelo t-J-V .



Capítulo 1

EL MODELO t-J-V Y EL

FORMALISMO LARGE-N

1.1. Introducción

Desde el descubrimiento de los cupratos superconductores de alta temperatura

crítica se ha discutido ampliamente cuál es el modelo microscópico más apto para

describir sus propiedades físicas. Una de las primeras propuestas, realizada por P.

W. Anderson [10], fue el uso del modelo de Hubbard consistente con una repulsión

coulombiana entre electrones en un mismo sitio U considerablemente alta, planteando la

importancia de las altas correlaciones electrónicas en estos materiales. Luego, Zhang y

Rice [11] desarrollaron un modelo que consiste en tomar primeramente un hamiltoniano

de Hubbard de dos bandas que describe la física de los planos Cu-O de los cupratos e

ir al límite de alto U , para el cual este hamiltoniano se mapea a un modelo t-J de una

sola banda en donde los orbitales de ambos elementos se hibridizan y forman el ZRS,

y aparece una prohibición de doble ocupación en cada sitio. A partir de estos trabajos,

el modelo t-J se volvió el modelo prototípico para analizar los CSAT. Sin embargo,

no existe una solución analítica conocida para el modelo y, por lo tanto, a lo largo de

los años se desarrollaron distintos enfoques con el objetivo de extraer resultados físicos

9
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relevantes. En este capítulo se presenta el formalismo en el cual se basan todas las

investigaciones realizadas durante esta tesis, cuyo desarrollo puede referirse para más

detalle a las Refs. [35-38].

1.2. Los operadores de Hubbard y el modelo t-J-V

El hamiltoniano del modelo t-J-V corresponde al modelo t-J prototípico al que se

le agrega un término proveniente de la interacción coulombiana V . Esto resulta en

H = −
∑
i,j,σ

tij c̃
†
iσ c̃jσ +

∑
⟨i,j⟩

Jij

(
S⃗i · S⃗j − 1

4ninj

)
+ 1

2
∑
i,j
i ̸=j

Vijninj, (1.1)

donde i y j corren sobre los sitios de la red tridimensional compuesta por planos de

redes cuadradas apilados en capas, tij es la integral de hopping que toma los valores t, t′,

t′′, etc, entre los primeros, segundos, terceros vecinos, etc., respectivamente. Además,

el hopping entre planos es tz (ver Fig. 1.1). ⟨i, j⟩ denota un par de sitios vecinos.

La interacción de intercambio Jij = J es considerada sólo dentro de cada plano (el

intercambio entre planos, J⊥, es mucho menor que J [39]). c̃†
iσ y c̃iσ son los operadores

de creación y destrucción de electrones con espín σ =↑, ↓, respectivamente, en el espacio

de Fock sin doble ocupación. ni = ∑
σ c̃†

iσ c̃iσ es el operador densidad electrónica y S⃗i

es el operador de espín. Vij es la interacción coulombiana entre los electrones sobre la

red.

En el modelo t-J-V existen sólo tres estados posibles que puede adoptar un sitio de

la red, los cuales son |α⟩ = |0⟩, | ↑⟩, | ↓⟩. Estos estados corresponden a un sitio vacío,

un sitio ocupado por un electrón con espín arriba y un sitio ocupado por un electrón

con espín abajo, respectivamente. La doble ocupación está prohibida en el modelo t-

J-V . Es particularmente útil introducir los operadores de Hubbard X̂, los cuales, en
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Figura 1.1: Izquierda: esquema de cada plano con la red cuadrada bidimensional sobre
la que se trabaja. Se muestran los hoppings a primeros (t), segundos (t′) y terceros
vecinos (t′′). Derecha: esquema tridimensional de la celda unidad, donde se muestran
los planos conductores en color rojizo, el hopping entre planos (tz) y las constantes de
red. Los planos de líneas negras representan los límites de la celda unidad.

términos de estos estados, se escriben operando sobre el sitio i como

X̂αβ
i = |iα⟩⟨iβ|. (1.2)

Cuando uno de los índices superiores de los operadores de Hubbard es 0 y el otro es

diferente de 0, a ese operador se le dice de tipo fermiónico (X̂↑0
i , X̂↓0

i , X̂0↑
i y X̂0↓

i ) ya

que la diferencia entre los espines de los estados anterior y posterior a la operación es

semi-entera; y en los otros casos se les dice de tipo bosónico (X̂00
i , X̂↑↓

i , X̂↓↑
i , X̂↑↑

i y

X̂↓↓
i ) ya que la diferencia de espines es entera. Estos operadores siguen las reglas de

conmutación [
X̂αβ

i , X̂γδ
j

]
±

= δij

(
δβγX̂αδ

i ± δαδX̂γβ
i

)
, (1.3)

en donde el signo + debe usarse cuando ambos operadores son de tipo fermiónico, y

en cualquier otro caso debe usarse el signo −.

Los operadores electrónicos y de espín pueden escribirse en función de los opera-

dores de Hubbard como c̃†
iσ = Xσ0

i , c̃iσ = X0σ
i , S+

i = X↑↓
i , S−

i = X↓↑
i y ni = X↑↑

i + X↓↓
i .
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Esto permite escribir el hamiltoniano de la Ec. (1.1) como

H = −
∑
i,j,σ

tijX
σ0
i X0σ

j + 1
2

∑
⟨i,j⟩,σ,σ̄

Jij

(
Xσσ̄

i X σ̄σ
j − Xσσ

i X σ̄σ̄
j

)
+ 1

2
∑

i,j,i̸=j,
σ,σ̄

VijX
σσ
i X σ̄σ̄

j

− µ
∑
i,σ

Xσσ
i , (1.4)

donde el término del potencial químico µ fue agregado.

Si bien el hamiltoniano t-J-V es cuadrático al escribirse en operadores de Hubbard

[Ec. (1.4)], se presentan dos grandes dificultades a la hora de calcular cantidades físi-

cas: (a) las reglas de conmutación son complicadas [Ec. (1.3)] y (b) cualquiera de los

parámetros del modelo pueden ser considerados pequeños a la hora de hacer un cálculo

perturbativo de los observables. Para lidiar con (a) se han propuesto los métodos de

partículas esclavas (bosón y fermión esclavo) para separar un operador de Hubbard

original en operadores bosónicos y fermiónicos usuales [40], sin embargo, esto intro-

dujo dificultades adicionales (por ejemplo, tratamientos de gauge). Para (b), una de

las técnicas no perturbativas es la expansión large-N, en la cual N es el número de

grados de libertad electrónicos por sitio y 1/N puede considerarse como un parámetro

pequeño. Esta expansión va a ser relevante en el desarrollo del formalismo utilizado en

esta tesis.

1.3. Representación en integral de camino de los

operadores de Hubbard y expansión large-N

El formalismo para abordar el tratamiento del modelo t-J-V tiene como punto

de partida la construcción de un lagrangiano clásico de primer orden utilizando los

métodos de Faddeev-Jackiw (FJ) y Dirac [41-43] (para mayor detalle, puede consultarse

el capítulo 8 de la Ref. [44]).
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En la representación de integral de camino se asocian variables de Grassmann y

variables bosónicas usuales a los operadores de Hubbard tipo fermiónicos y bosónicos,

respectivamente. Primero se construye el mencionado lagrangiano en términos de los

operadores de Hubbard como

L =
∑

i

aiαβ(X)Ẋαβ
i − H(X), (1.5)

donde H(X) es el hamiltoniano t-J-V de la Ec. (1.4) y Ẋαβ
i = ∂tX

αβ
i . Los coeficientes

aiαβ(X) son desconocidos y deben obtenerse de tal manera que se cumplan las relaciones

de conmutación de la Ec. (1.3) según el método de FJ. Luego se introduce un conjunto

de vínculos Ωαβ a través de multiplicadores de Lagrange λαβ, los cuales también deben

ser determinados. Esto permite construir la supermatriz simpléctica MAB para imponer

las reglas de conmutación de los operadores de Hubbard. Con esto, se obtiene un

conjunto de ecuaciones diferenciales para los coeficientes aiαβ(X) y los vínculos Ωαβ.

Una solución particular para los coeficientes es

ai0σ = i
2X00

i

Xσ0
i , (1.6)

aiσ0 = i
2X00

i

X0σ
i , (1.7)

y para los vínculos

Ω00
i = X00

i +
∑

σ

Xσσ
i − 1 = 0, (1.8)

Ωσσ′

i = Xσσ′

i − Xσ0
i X0σ′

i

X00
i

= 0. (1.9)

Los coeficientes de tipo bosónico del lagrangiano resultan todos nulos. El primer vínculo

corresponde a la condición de completitud que indica que la doble ocupación en cada

sitio está prohibida. El segundo vínculo aparece por la imposición de que se cumplan

las reglas de conmutación de los operadores de Hubbard dentro del formalismo. La

dinámica del sistema entonces está dada por los vínculos (1.8) y (1.9) y el lagrangiano
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euclidiano

LE

(
X, Ẋ

)
= 1

2
∑
i,σ

(
Ẋ0σ

i Xσ0
i + Ẋσ0

i X0σ
i

)
X00

i

+ H(X), (1.10)

donde ahora la derivada temporal es respecto al tiempo euclideano τ = it.

Para escribir la representación en integral de camino se utiliza el método de Faddeev

y Senjanovich [45, 46], el cual es ampliamente usado en teoría cuántica de campos para

obtener la integral de camino de sistemas con vínculos.

La función de partición euclidiana se escribe como

Z =
∫

DXαβ
i δ

(
Ω00

i

)
δ
(
Ωσσ′

i

)
(sdetMAB)

1
2
i e−

∫
dτLE(X,Ẋ), (1.11)

donde sdetMAB es el superdeterminante de la matriz simpléctica, y resulta

(sdetMAB)
1
2
i = 1/

1(
−X00

i

) . (1.12)

De las ecuaciones anteriores se desprende que esta teoría corresponde a una con-

figuración en la cual los bosones están restringidos y la dinámica está dada por los

fermiones. En la Ref. [35] se demuestra que esta teoría se puede mapear a una repre-

sentación de bosón esclavo.

Se toman ahora las siguientes acciones en la integral de camino de la Ec. (1.11):

(a) Se integra sobre las variables bosónicas Xσσ′
i utilizando la segunda función δ.

(b) El índice de espín σ =↑, ↓ se lo extiende a un nuevo índice p que va de 1 a N .

Para obtener una teoría finita en el límite de N infinito, se reescalan los hoppings

tij, la interacción de intercambio Jij y la interacción coulombiana Vij a tij/N ,

Jij/N y Vij/N , respectivamente.

(c) La condición de completitud, que toma ahora la forma X00
i +∑

p Xpp
i = N/2, se

exponencia utilizando los multiplicadores de Lagrange λi.
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(d) Los términos de carga del hamiltoniano [tercer y cuarto término en la Ec. (1.4)],

después de extenderse a alto N , se los escribe en términos de la variable X00
i a

través de la condición de completitud.

(e) Se escribe a X00
i y a λi en términos de valores de campo medio estáticos y fluc-

tuaciones dinámicas como X00
i = Nr0(1 + δRi) y λi = λ0 + δλi, respectivamente.

(f) Se realiza el cambio de variables f †
ip = 1√

Nr0
Xp0

i y fip = 1√
Nr0

X0p
i .

Siguiendo los pasos de (a) a (f), se reescribe el lagrangiano efectivo como

Leff = − 1
2
∑
i,p

(
˙fipf †

ip + ˙
f †

ipfip

) 1
1 + δRi

+
∑
i,j,p

tijr0f
†
ipfjp − (µ − λ0)

∑
i,p

f †
ipfip

1
1 + δRi

+ Nr0
∑

i

δλiδRi + 1
2

∑
⟨i,j⟩,p,p′

Jij

N

f †
ipfip′

1 + δRi

f †
jpfjp′

1 + δRj

+ Nr2
0
∑
⟨i,j⟩

(
Vij − 1

2Jij

)
δRiδRj

+ Nr2
0

2
∑
rdt

VijδRiδRj +
∑
i,p

f †
ipfip

1
1 + δRi

δλi + Lfant., (1.13)

donde rdt en el séptimo término significa “resto de términos” refiriéndose a los tér-

minos restantes correspondientes a la suma de la interacción coulombiana, y Lfant. =

−∑
i,p Z†

ip

(
1

1+δRi

)
Zip es un término que sale de exponenciar el factor (sdetMAB) 1

2 a

través de campos bosónicos fantasmas [36]. La interacción de intercambio es descrita

por cuatro campos fermiónicos, los cuales se desacoplan a través de una transformación

de Hubbard-Stratonovich introduciendo un campo asociado a una variable de enlace

de la forma

∆ij =
∑

p

Jij

f †
jpfip√

(1 + δRi)
(
1 + δRj

) . (1.14)

El campo ∆ij se lo parametriza como

∆η
i = ∆

(
1 + rη

i + iAη
i

)
, (1.15)

donde rη
i y Aη

i corresponden a la parte real e imaginaria de las fluctuaciones de la

variable de enlace, respectivamente, y ∆ es su valor de campo medio estático. El índice
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η toma los valores x, y.

Para implementar la expansión en 1/N , el lagrangiano efectivo debe expandirse en

potencias de δR. Hasta el orden 1/N basta con quedarse con los términos hasta δR2.

De esta manera, el lagrangiano efectivo resulta

Leff = − 1
2
∑
i,p

(
˙fipf †

ip + ˙
f †

ipfip

) (
1 − δRi + δR2

i

)
+
∑
i,j,p

tijr0f
†
ipfjp

− µ
∑
i,p

f †
ipfip

(
1 − δRi + δR2

i

)
+ Nr0

∑
i

δλiδRi +
∑
i,p

f †
ipfip (1 − δRi) δλi

+ 2N

J
∆2∑

i,η

[(
rη

i

)2
+
(
Aη

i

)2
]

− ∆
∑

⟨i,j⟩,p,p′

(
f †

ipfjp′ + f †
jp′fip

) [
1 − 1

2
(
δRi + δRj

)
+ 1

4δRiδRj + 3
8
(
δR2

i + δR2
j

)]

− ∆
∑

⟨i,j⟩,p,p′

(
f †

ipfjp′ + f †
jp′fip

) (
rη

i + iAη
i

) [
1 − 1

2
(
δRi + δRj

)]

+ Nr2
0
∑
⟨i,j⟩

(
Vij − 1

2Jij

)
δRiδRj + Nr2

0
2

∑
rdt

VijδRiδRj

−
∑
i,p

Z†
ip

(
1 − δRi + δR2

i

)
Zip, (1.16)

donde se cambió µ − λ0 → µ y se descartaron los términos lineales en los campos. De

la condición de completitud se deriva que r0 = δ/2, donde δ es el dopaje. Así, en el

formalismo de integral de camino y expansión large-N, el modelo t-J-V es mapeado a

una teoría efectiva descrita en términos de fermiones, bosones y sus interacciones.

1.3.1. Fermiones

A partir del lagrangiano de la Ec. (1.16), las reglas de Feynman se obtienen di-

rectamente: las partes bilineales generan los propagadores y el resto de los términos

se representan por vértices. Luego de hacer una transformada de Fourier, se asocia en

orden principal de 1/N con el campo fermiónico de N componentes fp, que conecta
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dos componentes genéricas p y p′, al propagador fermiónico

G
(0)
pp′ (k, iνn) = −δpp′

iνn − εk
, (1.17)

donde k y iνn son el momento y la frecuencia de Matsubara fermiónica, respectiva-

mente. El propagador fermiónico resulta de O(1) y su representación como diagrama

de Feynman corresponde a la línea sólida en la Fig. 1.2(a). En la Ec. (1.17), εk es la

dispersión electrónica, la cual depende de la red. Los cupratos son sistemas de capas

con planos apilados entre sí, donde en cada plano hay una red cuadrada, resultando

εk = ε
∥
k + ε⊥

k , (1.18)

donde ε
∥
k es la dispersión en el plano y ε⊥

k es la dispersión fuera del plano, dadas,

respectivamente, como

ε
∥
k = − 2

(
t δ

2 + ∆
)

(cos kx + cos ky) − 4t′ δ
2 cos kx cos ky

− 2t′′ δ
2(cos 2kx + cos 2ky) − µ , (1.19)

ε⊥
k = − 2tz

δ
2(cos kx − cos ky)2 cos kz. (1.20)

La forma (cos kx − cos ky)2 en ε⊥
k se utiliza frecuentemente en cupratos [47]. La uni-

dad de los momentos la tomamos en unidades de la inversa de las constantes de red.

Para un dado dopaje δ, el potencial químico µ y el valor de ∆ deben determinarse

autoconsistentemente resolviendo en conjunto

1 − δ = 2
Ns

∑
k

nF (εk) , (1.21)

y

∆ = J

4Ns

∑
k

(
cos kx + cos ky

)
nF (εk) , (1.22)
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donde nF es la función de Fermi y Ns es el número total de sitios de la red. Como se

observa en las Ecs. (1.19) y (1.20), si bien parece que la dispersión electrónica es similar

a la de un tight binding de un sistema de electrones libres, las integrales de hopping

están renormalizadas por el dopaje δ debido a correlaciones electrónicas. Además, para

el hopping t hay una contribución proveniente del término de espín J a través del

campo ∆.

p p'
Dab=

a b

Λa =

p

p'

a
Λab=

a

bp

p'

Reglas de Feynman

Propagadores:

Vértices:

(a)

Autoenergía bosónica irreducible(c)

Ecuación de Dyson(b)

= +

+Πab Π(1) Π(2)=

(0)Gpp'=
(0)

= +

= +[Dab]
-1 Πab

a ba b( (
-1

( (
-1

[Dab]
-1 (0)

pp' pp'

k, iνn

k', iνn' k', iνn'

q, iωn

q, iωn

q', iω'nk, iνn

Figura 1.2: (a) Resumen de las reglas de Feynman. Las líneas sólidas representan al
propagador fermiónico G

(0)
pp′ y las líneas de trazo representan al propagador bosónico

de 6 × 6 D
(0)
ab . Λpp′

a y Λpp′

ab representan la interacción entre dos fermiones y uno y dos
bosones, respectivamente. (b) Representación diagramática de la ecuación de Dyson.
(c) Las dos contribuciones a la autoenergía bosónica irreducible.
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1.3.2. Bosones

Del lagrangiano efectivo de la Ec. (1.16) se obtiene un campo bosónico de 6 com-

ponentes

δXa = (δR, δλ, rx, ry, Ax, Ay) , (1.23)

al cual se le asocia la inversa de un propagador bosónico de 6 × 6 (línea de trazo en la

Fig. 1.2(a)) que conecta dos componentes genéricos a y b como

[
D

(0)
ab (q, iωn)

]−1
= N



δ2

2
[
V (q) − J(q)

]
δ/2 0 0 0 0

δ/2 0 0 0 0 0

0 0 4
J
∆2 0 0 0

0 0 0 4
J
∆2 0 0

0 0 0 0 4
J
∆2 0

0 0 0 0 0 4
J
∆2



, (1.24)

donde q y iωn son el momento y la frecuencia de Matsubara bosónica, respectivamente,

y V (q) y J(q) son la transformada de Fourier de la interacción coulombiana y de la

interacción de intercambio, respectivamente. Esta última resulta J(q) = J
2 (cos qx +

cos qy), y la forma de V (q) dependerá de si se considera la interacción coulombiana

de largo o corto alcance. El factor N muestra que el propagador D
(0)
ab (q, iωn) es de

O(1/N), y es independiente de la frecuencia.

1.3.3. Vértices de interacción

Para calcular las cantidades hasta O(1/N), el presente formalismo de large-N lleva

a vértices de tres y cuatro patas [Fig. 1.2(a)]. Cabe destacar que la naturaleza de los

vértices son producto del álgebra de los operadores de Hubbard y no de las interacciones

del hamiltoniano como sucede en formalismos más convencionales. El vértice de tres
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patas es

Λpp′

a = (−1)
 i

2 (νn + νn′) + µ + 2∆
∑

η

cos
(

kη − qη

2

)
cos qη

2 ; 1; −2∆ cos
(

kx − qx

2

)
;

−2∆ cos
(

ky − qy

2

)
; 2∆ sin

(
kx − qx

2

)
; 2∆ sin

(
ky − qy

2

)]
δpp′

, (1.25)

el cual representa la interacción entre dos fermiones y un bosón.

El vértice de cuatro patas Λpp′

ab representa la interacción entre dos fermiones y dos

bosones, y cumple la simetría Λpp′

ab = Λpp′

ba . Los únicos elementos que no son nulos

resultan

Λpp′

δRδR =
[

i
2 (νn + νn′) + µ

+∆
∑

η

cos
(

kη −
qη + q′

η

2

)(
cos qη

2 cos
q′

η

2 + cos
qη + q′

η

2

) δpp′
, (1.26)

Λpp′

δRδλ = 1
2δpp′

, (1.27)

Λpp′

δRrη = −∆ cos
(

kη −
qη + q′

η

2

)
cos

q′
η

2 δpp′
, (1.28)

Λpp′

δRAη = ∆ sin
(

kη −
qη + q′

η

2

)
cos

q′
η

2 δpp′
. (1.29)

Cada vértice conserva momento y energía, y es de O(1). La dependencia en fre-

cuencia y momento no fue escrita de manera explícita, pero puede observarse en la Fig.

1.2(a).

De la ecuación de Dyson [Fig. 1.2(b)], el propagador bosónico D
(0)
ab (q, iωn) es re-

normalizado en orden 1/N como

[
Dab (q, iωn)

]−1 =
[
D

(0)
ab (q, iωn)

]−1
− Πab (q, iωn) , (1.30)
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donde la matriz de autoenergía bosónica de 6 × 6 Πab [Fig. 1.2(c)] es

Πab (q, iωn) = − N

Ns

∑
k

ha(k, q, ε̃k − ε̃k−q) × nF (εk−q) − nF (εk)
iωn − εk + εk−q

hb(k, q, ε̃k − ε̃k−q)

− δa 1δb 1
N

Ns

∑
k

ε̃k − ε̃k−q

2 nF (εk), (1.31)

donde ε̃k es igual a εk con ∆ = 0 y ha está dado por

ha(k, q, ν) =
{

2ε̃k−q + ν + 2µ

2 ; 1; −2∆ cos
(

kx − qx

2

)
; −2∆ cos

(
ky − qy

2

)
;

2∆ sin
(

kx − qx

2

)
; 2∆ sin

(
ky − qy

2

)}
. (1.32)

Los vértices no sólo contienen las interacciones del hamiltoniano t-J-V de la Ec.

(1.1), sino que, dado que provienen de la integral de camino, también contienen contri-

buciones del álgebra de los operadores de Hubbard y de la prohibición de doble ocupa-

ción, lo que introduce una dependencia en frecuencia. Producto de esta dependencia,

al calcular el primer y segundo término de la autoenergía [Fig. 1.2(c)] se obtienen con-

tribuciones finitas e infinitas. Sin embargo, los campos fantasmas generan términos que

cancelan exactamente estos infinitos.

El propagador bosónico revestido Dab (q, iωn) contiene todas las posibles fluctua-

ciones de carga del modelo t-J-V , las cuales son tratadas en igualdad de condiciones

[38]. La expansión large-N debilita la interacción efectiva de espín comparada con la

correspondiente a los grados de libertad de carga. Esto puede verse directamente en la

condición de completitud, en donde el operador de carga X00
i es O(N) mientras que

los operadores Xpp
i son O(1).

Si a, b = 1, 2 en el propagador Dab (q, iωn) se tiene el sector llamado 2 × 2, que

describe fluctuaciones de carga locales asociadas a δR y δλ. La presencia de δλ indica

que la prohibición de doble ocupación y sus fluctuaciones son tenidas en cuenta a la

hora de calcular cantidades físicas a través de este sector. Por otro lado, si a, b = 3-6,
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el propagador describe fluctuaciones de carga de enlace asociadas a rx, ry, Ax y Ay. A

este sector se lo llama el sector 4 × 4. A pesar de que Dab (q, iωn) también contiene la

mezcla de ambos sectores, ha sido demostrado que esta mezcla es despreciable [48].

1.4. Correlaciones de carga

Usualmente, la función de correlación de carga-carga está definida como χc(ri −

rj, τ) = ⟨Tτ ni(τ)nj(0)⟩, donde Tτ es el ordenador cronológico en tiempo euclidiano.

En el contexto de la expansión large-N y de los operadores de Hubbard, la misma se

escribe como

χc

(
ri − rj, τ

)
= 1

N

∑
pp′

⟨Tτ Xpp
i Xp′p′

j ⟩. (1.33)

Utilizando la condición de completitud se sabe que ∑p Xpp
i = N/2 − X00

i , y pasando al

espacio de Fourier se puede demostrar que

χc (q, iωn) = N

(
δ

2

)2

D11 (q, iωn) . (1.34)

Así, la función de correlación de carga-carga en el formalismo large-N es esencialmente

el elemento (1, 1) del propagador. En la Ec. (1.34) se observa que las correlaciones

de carga son de O(1), pero necesitan todas las contribuciones de O(1/N). Además,

para obtener χc es necesario realizar la continuación analítica iωn → ω + iΓ, donde Γ

representa el ensanchamiento (o ancho) de línea. A pesar de que en general Γ (> 0)

es infinitésimamente pequeño, un valor finito de Γ acarrea contribuciones extrínsecas

(por ejemplo, efectos de la resolución experimental) y contribuciones intrínsecas a las

correlaciones electrónicas [49].

En la componente D11 (q, iωn), la forma de la interacción coulombiana da lugar a

distintos fenómenos físicos. Por ejemplo, en el caso de V (q) = 0, la parte imaginaria

de la función de correlación de carga-carga [Imχc (q, ω)] da lugar a picos colectivos

producto de la interacción que se llama “de sonido cero”, y es independiente del valor de
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J [37]. Lo mismo ocurre para el caso de una interacción coulombiana de corto alcance

a primeros vecinos, V (q) = 2V (cos qx + cos qy), donde los picos colectivos también

corresponden a la interacción de sonido cero. Esto es una distinción importante respecto

a otros enfoques de electrones débilmente interactuantes, como la aproximación de

fase aleatoria (RPA, por sus siglas en inglés), para las cuales, si no hay interacción

coulombiana, no existen interacciones colectivas y la función de carga-carga resulta el

continuo de partícula-agujero [50]. El tercer caso es si la interacción coulombiana es de

largo alcance, en el cual las interacciones colectivas corresponden a plasmones [33]. La

forma de V (q) se obtiene al resolver la ecuación de Poisson en la red del sistema que

se esté analizando. En el caso de cupratos de capas infinitas, la red corresponde a una

red cuadrada bidimensional con planos apilados entre sí, lo que da lugar a

V (q) = Vc

A
(
qx, qy

)
− cos qz

, (1.35)

donde Vc = e2d(2ϵ⊥a2)−1 y

A
(
qx, qy

)
= α

(
2 − cos qx − cos qy

)
+ 1. (1.36)

Aquí resulta α = ϵ̃/(a/d)2, donde ϵ̃ = ϵ∥/ϵ⊥, con ϵ∥ y ϵ⊥ las constantes dieléctricas

paralela y perpendicular a los planos, respectivamente, e la carga eléctrica del electrón,

a la constante de red dentro del plano y d la distancia entre planos. El momento dentro

del plano q∥ = (qx, qy) está en unidades de la inversa de a y el momento qz fuera del

plano está en unidades de la inversa de d. La deducción de esta ecuación puede verse

en el Apéndice 4.4.

1.5. La fase de flujo o dCDW

Dentro del formalismo large-N del modelo t-J-V que se trata en esta tesis aparecen

distintas inestabilidades de la fase paramagnética. Todas ellas están ampliamente estu-
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diadas en [38, 51]. Aquí se centrará solo en la llamada fase de flujo que será relevante

en el Capítulo 4.4.

Una inestabilidad de la fase paramagnética se manifiesta cuando aparece una di-

vergencia en las susceptibilidades estáticas definidas dentro del propagador Dab(q, ω),

es decir, cuando un autovalor cruza el valor cero a un dado dopaje δ, temperatura T

y momento q con ω = 0 ocurre una inestabilidad hacia una fase caracterizada por su

correspondiente autovector V a. La fase de flujo aparece cuando V a ∝ (0, 0, 0, 0, 1, −1),

para el cual se paralizan las partes imaginarias de la variable de enlace [Ec. (1.15)],

es decir, sólo el sector 5-6 es relevante en este caso. Cuando la inestabilidad se da con

un vector de modulación q = (π, π) es conmensurada y cuando q ̸= (π, π) es incon-

mensurada. En la Fig. 1.3 se observa la temperatura crítica de esta inestabilidad en

función del dopaje para el caso de J/t = 0.3 y t′/t = t′′/t = 0 (extraída de [38]). La

fase de flujo conmensurada describe corrientes escalonadas, tal como se bosqueja en la

miniatura de la Fig. 1.3.

T
/t

δ

Conmensurada
Inconmensurada

0

0.01

0.02

0.03

0.04

0 0.05 0.10 0.15 0.20

Figura 1.3: Temperatura crítica de la fase de flujo versus dopaje para el caso J/t = 0.3
y t′/t = 0. Insertado: esquema de las corrientes escalonadas generadas en esta fase
conmensurada. Figura compuesta a partir de la Ref. [38].

En la fase de flujo se abre un gap d-wave, similar al pseudogap en cupratos, y apa-

recen Fermi pockets de baja intensidad [52] en vez de una superficie de Fermi amplia.
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Las características de esta fase hace que sea equivalente a la dCDW que fue propuesta

fenomenológicamente para describir el pseudogap [53]. Sin embargo, su existencia en

los modelos de Hubbard y t-J-V es controversial aún, tanto teórica como experimental-

mente. Desde el lado teórico, algunos reportes muestran la presencia de la inestabilidad

de flujo o sus fluctuaciones [54, 55], pero otros no [56]. Desde un punto de vista expe-

rimental, algunos autores muestran que varios experimentos en la fase de pseudogap

pueden describirse en el contexto de la fase de flujo [53, 57, 58], aunque experimentos

de espectroscopia de fotoemisión resuelta en ángulo (ARPES, por sus siglas en inglés)

no muestran Fermi pockets, sino que muestran arcos de Fermi [59, 60], los cuales se

consideran como una indicación de que la simetría de traslación no se rompió en la

fase de pseudogap (en la fase de flujo, la simetría de traslación se rompe). En las Refs.

[61-63], la interacción entre las fluctuaciones de la fase de flujo y los portadores en la

proximidad de la inestabilidad de la fase de flujo lleva a una descripción razonable de

los arcos de Fermi y de la dispersión de Raman sin la necesidad de la rotura de simetría

de traslación. Recientemente se propuso que la fase de flujo es una buena candidata

para describir el pseudogap [64] .
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Capítulo 2

PLASMONES EN CUPRATOS

SUPERCONDUCTORES DE

ALTA TEMPERATURA CRÍTICA

2.1. Introducción

A lo largo de más de tres décadas de investigaciones intensivas, tanto teóricas como

experimentales, los cupratos superconductores de alta temperatura crítica han logrado

conservar su naturaleza enigmática y fascinante. Se sabe que la superconductividad en

estos materiales emerge cuando los planos Cu-O se dopan con portadores de carga,

lo que suprime el orden antiferromagnético que caracteriza a los aislantes de Mott,

es decir, a los compuestos padres de los cupratos [6, 58, 65, 66]. Por ejemplo, en el

cuprato prototípico La2−δSrδCuO4, un dopaje de δ = 0.07 agujeros por unidad de

CuO2 es suficiente para inducir la superconductividad [67], alcanzando su temperatura

crítica máxima para un valor de dopaje cercano a δ = 0.16.

A pesar de este entendimiento parcial, el mecanismo microscópico que da lugar a

la superconductividad en los cupratos sigue siendo objeto de intenso debate. A diferen-

cia de los superconductores convencionales, donde los pares de Cooper emergen de un

27
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estado metálico bien entendido, los cupratos son sistemas altamente correlacionados,

lo que añade una capa de complejidad a su descripción. El domo superconductor que

presentan en función del dopaje está acompañado por una serie de fases electrónicas

igualmente intrigantes, que no sólo interactúan con la superconductividad, sino que

también la promueven o compiten con ella de manera no trivial, todas ellas caracteri-

zadas por interacciones electrónicas fuertes y altamente correlacionadas.

Diversas técnicas de espectroscopía han permitido profundizar en la comprensión

de la estructura electrónica y la dinámica de los portadores de carga en las distintas

fases de los cupratos. Por ejemplo, la espectroscopía de absorción de rayos X (XAS, por

sus siglas en inglés) y la espectroscopía de pérdida de energía de electrones (EELS) han

proporcionado información crucial sobre la distribución de los portadores dopados en los

planos Cu-O. Estos estudios han demostrado que los portadores residen principalmente

en los orbitales hibridizados entre el Cu 3dx2−y2 y el O 2px,y, con una mayor contribución

de los orbitales de oxígeno en el caso de los dopados con agujeros, y con una mayor

contribución de los orbitales del cobre en el caso de los dopados con electrones [68].

Este hallazgo ha sido fundamental para entender el rol que juegan los enlaces Cu-O en

la superconductividad y otras propiedades electrónicas de estos materiales.

Por otro lado, la espectroscopía óptica, que incluye técnicas en el rango infrarrojo,

ha sido ampliamente utilizada para estudiar la dinámica de los portadores de carga

tanto en el estado normal como en el estado superconductor de los cupratos [69-71].

Sin embargo, a diferencia de EELS, que permite acceder a toda la zona de Brillouin,

la espectroscopía óptica se limita a explorar el centro de la misma debido al momento

reducido de los fotones ópticos. A pesar de esta limitación, la espectroscopía óptica

sigue siendo una herramienta valiosa para investigar las propiedades electrónicas y las

transiciones energéticas en estos materiales altamente correlacionados.

La dispersión inelástica y resonante de rayos X (RIXS) [72] se ha consolidado como

una herramienta clave para investigar excitaciones magnéticas y de carga en cupratos,



Plasmones en cupratos superconductores 29Plasmones en cupratos superconductores 29Plasmones en cupratos superconductores 29

con la capacidad de resolver tanto el momento como la energía de estas excitaciones.

Mientras que RIXS de rayos X blandos se ha utilizado para estudiar excitaciones de

espín [73-76], RIXS de rayos X duros ha permitido explorar transiciones electrónicas

entre y dentro de diferentes bandas [77-82]. En estos experimentos se han detectado

excitaciones colectivas de carga bien definidas, identificadas como plasmones acústicos,

tanto en cupratos dopados con electrones [20, 21] como con agujeros [22, 23]. Estudios

recientes de alta resolución han revelado que estas ramas no son estrictamente acústicas,

sino que presentan un gap de energía en el centro de la zona de Brillouin bidimensional

[34], indicando una dinámica de carga más compleja y planteando nuevas preguntas

sobre el comportamiento colectivo de los portadores en estos sistemas fuertemente

correlacionados, lo cual acarreó el desarrollo de nuevas perspectivas teóricas para su

análisis.

En este capítulo se investigan los plasmones de tipo acústico en cupratos bajo dos

escenarios diferentes: a dopaje fijo y a dopaje variable. Se comparan los resultados

teóricos obtenidos en ambos casos directamente con mediciones experimentales, pro-

porcionando una perspectiva unificada que abarca tanto los distintos tipos de cupratos

como los diversos modelos teóricos utilizados para analizar los plasmones. Este estudio

permite evaluar cómo varían sus propiedades y cómo se pueden reconciliar los enfo-

ques teóricos con las observaciones experimentales, brindando una visión más completa

sobre el comportamiento colectivo de los portadores de carga en estos sistemas.

Los resultados de este capítulo se encuentran publicados en:

Abhishek Nag, Luciano Zinni, Jaewon Choi, J. Li, Sijia Tu, A. C. Walters, S.

Agrestini, S. M. Hayden, Matías Bejas, Zefeng Lin, H. Yamase, Kui Jin, M.

García-Fernández, J. Fink, Andrés Greco y Ke-Jin Zhou, “Impact of electron co-

rrelations on two-particle charge response in electron- and hole-doped cuprates”,

Phys. Rev. Research 6, 043184 (2024).

M. Hepting, T. D. Boyko, V. Zimmermann, M. Bejas, Y. E. Suyolcu, P. Puphal,

https://doi.org/10.1103/PhysRevResearch.6.043184
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R. J. Green, L. Zinni, J. Kim, D. Casa, M. H. Upton, D. Wong, C. Schulz, M.

Bartkowiak, K. Habicht, E. Pomjakushina, G. Cristiani, G. Logvenov, M. Minola,

H. Yamase, A. Greco y B. Keimer, “Evolution of plasmon excitations across the

phase diagram of the cuprate superconductor La2−xSrxCuO4”, Phys. Rev. B 107,

214516 (2023).

2.2. Análisis para dopaje fijo

2.2.1. Determinación experimental de los plasmones

Se midieron los plasmones utilizando la técnica experimental de RIXS en dos

muestras pertenecientes al grupo de cupratos superconductores de capas infinitas:

una dopada con agujeros La1.84Sr0.16CuO4 (LSCO) y la otra dopada con electrones

La1.84Ce0.16CuO4 (LCCO). Todos los detalles experimentales, tanto de las muestras

como de las mediciones en RIXS se encuentran en el Apéndice 4.4.

Es importante aclarar previo a la presentación de las mediciones en RIXS que los

valores de momento q se escriben de la manera usual utilizada en estos experimentos,

es decir, q = (Ha∗, Kb∗, Lc∗), donde H, K y L representan las direcciones a lo largo

de qx, qy y qz, respectivamente, en unidades de la red recíproca (a∗ = 2π/a, b∗ = 2π/b

y c∗ = 2π/c, y a = b y c son los parámetros de la red dentro y fuera del plano,

respectivamente, ver Tabla 1 en el Apéndice 4.4). El uso de la notación H, K y L se

extiende en todo el capítulo, tanto para la parte experimental como para los cálculos

teóricos. Además, todos los análisis se realizan para K = 0 y L = 1.

En la Fig. 2.1 se muestran los mapas de intensidad de momento-energía de RIXS

tomados en los Cu L3-edge y O K-edge en LSCO y LCCO. Se observan los plasmones

como picos bien definidos para las dos transiciones a la banda de Hubbard superior

(UHB, por sus siglas en inglés) en los Cu L3-edge y O K-edge para LCCO. En el

https://doi.org/10.1103/PhysRevB.107.214516
https://doi.org/10.1103/PhysRevB.107.214516
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caso de LSCO, los plasmones son prominentes en el O K-edge cuando se excitan tanto

a la energía del ZRS como a la energía de la UHB, siendo esto consistente con un

reporte anterior [23]. Sorprendentemente, en una investigación anterior en LSCO y

en B2Sr1.6La0.4CuO6+δ [22], junto a algunos estudios en otros cupratos dopados con

agujeros [83-85], no se encontró ninguna presencia de plasmones en el Cu L3-edge. Sin

embargo, las mediciones descritas aquí se realizaron para valores de L = 1 en LSCO,

donde se espera que el peso espectral de los plasmones sea el más intenso [86]. Es posible

identificar un leve peso espectral en el Cu L3-edge, el cual se expone en la Fig. 2.1(c),

similar a la dispersión de plasmones en el O K-edge. El hecho de observar plasmones

tanto en el estado de agujeros como en la UHB del O K-edge no es suficiente para

determinar que las cargas se encuentren hibridizadas, como se menciona en un estudio

anterior [23]. Es por esto que haber medido plasmones en el Cu L3-edge en LSCO, más

allá de ser débiles, es una novedad experimental importante ya que no se había logrado

antes y, además, valida su naturaleza híbrida en un cuprato dopado con agujeros.

De los mapas de RIXS de la Fig. 2.1 se extrajeron las energías y el amortiguamiento

de los plasmones a través del ajuste explicado en el Apéndice 4.4. En la Fig. 2.2(a) se

muestran estos resultados, a partir de los cuales se deduce que, debido a la similitud

entre las energías de los plasmones, se midieron las mismas excitaciones de carga en

los Cu L3-edge y O K-edge para LCCO, y en los picos de los estados de agujeros y

la UHB en el O K-edge para LSCO. Los plasmones exhiben una dispersión casi lineal

para valores pequeños de H. Sin embargo, dado que experimentalmente no fue posible

extraer información de plasmones por debajo de H = 0.02, y que podría existir un gap

en H = K = 0 debido al hopping entre planos [33, 34], estas excitaciones son descritas

como de tipo acústico. Se debe tener en cuenta que fue estimado un límite máximo

para el valor de tz de 7meV en LSCO y LCCO [22, 34], el cual es lo suficientemente

pequeño para considerarse despreciable en este análisis.
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Figura 2.1: Mapas de intensidad de RIXS medidos en LSCO en los (a) O K-edge ZRS,
(b) O K-edge UHB y (c) Cu L3-edge. Mapas de intensidad de RIXS medidos en LCCO
en los (d) Cu L3-edge y (e) O K-edge UHB. Para todas las mediciones, K = 0 y L = 1.
Los colores representan la intensidad de las dispersiones en unidades arbitrarias. Los
marcadores denotan las frecuencias de los plasmones extraídas. En (c), la línea de
trazo corresponde a la dispersión de los plasmones extraída de (a). Las líneas verticales
blancas corresponden a zonas en donde no fue posible adquirir datos experimentales
por limitaciones del dispositivo (todas alrededor de H = 0).

2.2.2. Masas efectivas y velocidades de Fermi

La linealidad que presentan a bajo H las dispersiones de plasmones medidas en

RIXS, tanto en LSCO como en LCCO, permiten extraer de allí la velocidad de los

plasmones vp, la cual es equivalente a vp = ∂ωp

∂q∥
, donde ωp es la frecuencia de los plas-

mones, que se escribirá en unidades de energía (eV). Para el caso de LSCO se obtuvo

entonces vLSCO
p = 2.79±0.04 eVÅ y para LCCO vLCCO

p = 4.20±0.01 eVÅ. Esta informa-

ción, proveniente directamente de las observaciones experimentales, puede relacionarse

con las propiedades físicas de los portadores de carga. Para ello, primeramente se des-

cribirán de forma cualitativa las dispersiones observadas utilizando un modelo de capas

del gas de electrones libres homogéneo (LHEG, por sus siglas en inglés) desarrollado

originalmente por A. Fetter [13]. Aquí sólo se expondrán las características del modelo
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Figura 2.2: (a) Energía de los plasmones extraídas a través de los ajustes a los mapas
de RIXS de la Fig. 2.1 versus el momento H. (b) Factor de amortiguamiento de los
plasmones (γ/ω0) extraído de los mismos ajustes.

más relevantes para este análisis; para su desarrollo completo se refiere al lector a la

referencia citada.

El modelo de Fetter es un modelo en el que se obtiene una forma analítica de la

dispersión de los plasmones. En él existen dos hipótesis relevantes: (a) el sistema no

presenta hopping entre planos (tz); y (b) se supone que el LHEG se encuentra en el

límite hidrodinámico, es decir, que existe equilibrio termodinámico local. Con respecto

a la primer hipótesis (a), se mencionó previamente que los cupratos presentan tz, lo

que se manifiesta en un gap en la dispersión de los plasmones de tipo acústico, sin

embargo, para LSCO y LCCO se argumentó que el gap sería mínimo, por lo que los

efectos de la no linealidad, incluso a muy bajos H, serían tan débiles que no afectarían
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significativamente este análisis. Por el contrario, la hipótesis (b) hace que, a priori, el

modelo de Fetter sea difícil de aplicar a cupratos ya que, en principio, estos materiales

no operan en el límite hidrodinámico. Sin embargo, será argumentado a lo largo del

capítulo que las implicancias de esta hipótesis sí pueden observarse en la dispersión de

los plasmones en cupratos, lo que justifica su uso en estos materiales.

Los plasmones surgen debido a la presencia de la interacción coulombiana de largo

alcance. En el modelo de Fetter se utiliza una V (q) para el LHEG como

V (q) = V
(
q∥, qz

)
= q∥d

2
sinh

(
q∥d

)
cosh

(
q∥d

)
− cos (qzd)

. (2.1)

Con esta forma de la interacción coulombiana, se deduce que la relación de dispersión

de los plasmones es

ωp =

√√√√√⟨vF ⟩2

2 q2
∥ + Ω2

p

q∥d

2
sinh

(
q∥d

)
cosh

(
q∥d

)
− cos (qzd)

, (2.2)

donde ⟨vF ⟩ es el promedio de la velocidad de Fermi sobre la superficie de Fermi, Ωp es la

frecuencia de plasma óptica y d la distancia entre planos Cu-O. El primer término del

lado derecho de la Ec. (2.2) es un término que proviene exclusivamente de la hipótesis

(b). Si esta hipótesis no es tenida en cuenta, es decir, no hay equilibrio termodinámico

local (lo que suele llamarse límite de baja disipación por conducción), ese término puede

descartarse [87]. A veces es argumentado dentro de la comunidad que los cupratos

entran en este último régimen, por lo que se debería descartar el primer término (ver,

por ejemplo, la sección 5.3.3 en [88]). Sin embargo, esto no se cumple para el rango

de energía-momento en el que se midieron los plasmones aquí, por lo que la inclusión

de dicho término es pertinente. También ha sido utilizado en cupratos en distintos

trabajos anteriores [17, 89, 90], y su uso será apoyado con cálculos en las siguientes

secciones.
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De la Ec. (2.2) se deduce la velocidad de los plasmones para el caso de L = 1 como

vp =
√

⟨vF ⟩2

2 +
Ω2

pd2

4 , (2.3)

cuya derivación se encuentra en el Apéndice 4.4. Esta fórmula es, hasta donde se

conoce, la única que relaciona la velocidad de los plasmones de tipo acústico con la

masa efectiva de los portadores de carga (a través de la velocidad de Fermi vF ). Esto es

muy importante, ya que permite tener una idea cualitativa de cómo las correlaciones

electrónicas impactan en los plasmones. Vale aclarar que el 1/2 que acompaña a ⟨vF ⟩

en el primer término del lado derecho de la Ec. (2.3) es debido a que el modelo de Fetter

es calculado en el contexto de la mecánica clásica. Un cálculo más exhaustivo dentro

del contexto de la mecánica cuántica de muchos cuerpos fue dado por Apostol en [91],

cuyo resultado es el mismo que Fetter en el límite clásico salvo que el término de ⟨vF ⟩

es acompañado por el factor 3/4 en vez de 1/2. Aquí se decidió utilizar la fórmula

original de Fetter [Eq. (2.3)] dado que es la que más se utiliza en la bibliografía y, como

se verá más adelante, el uso de 1/2 o 3/4 no cambia en absoluto las conclusiones de

estos análisis.

El primer análisis que se realizó consiste en suponer que los plasmones no son

afectados por correlaciones electrónicas. De esta manera, se calculó ⟨vF ⟩ utilizando la

dispersión electrónica dada por un tight-binding común, es decir,

Ek = E
∥
k + E⊥

k , (2.4)

donde E
∥
k y E⊥

k son las dispersiones dentro y fuera del plano, respectivamente, cuyas

formas son

E
∥
k = − 2t(cos kx + cos ky) − 4t′ cos kx cos ky

− 2t′′(cos 2kx + cos 2ky) − µ , (2.5)

E⊥
k = − 2tz(cos kx − cos ky)2 cos kz. (2.6)
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Los parámetros de banda desnudos aquí utilizados fueron extraídos de cálculos ab

initio de la Ref. [92], los cuales son totalmente independientes a la presente teoría, es

decir, no son parámetros de ajuste de ningún tipo. Sus valores se encuentran en la

Tabla 2.1. Es importante aclarar que los parámetros de banda de LCCO corresponden

en realidad a los del cuprato NCCO debido a la falta de disponibilidad de ellos para

LCCO, siendo también NCCO el más cercano en estructura. Para los cálculos, en el

término correspondiente a la dispersión fuera del plano E⊥
k no se consideró a cos kz,

es decir, que dicha contribución a la energía es independiente de kz, lo que lleva a la

ausencia de un gap de plasmón en el centro de zona, incluso para un tz finito. Esto se

justifica debido a que, como se explicó anteriormente, el gap de plasmón tanto en LSCO

y LCCO, si es que existe, resulta insignificante y es inaccesible experimentalmente en

el presente. Por lo tanto, la contribución de E⊥
k es prácticamente despreciable. Por

eso, sin perder generalidad, se supuso un valor de tz/t = 0.00125 para ambos sistemas.

Para obtener el µ utilizando la dispersión del tight-binding se empleó la Ec. (1.21) para

δ = 0.16, lo que arrojó los valores de µ = −0.24eV y µ = 0.038eV para LSCO y LCCO,

respectivamente.

t [eV] t′/t t′′/t tz/t Ωp [eV]
LSCO 0.4 −0.09 0.07 0.00125 0.8 [71]
LCCO 0.4 −0.24 0.15 0.00125 1.2 [21]

Tabla 2.1: Parámetros de banda y valor experimental de la frecuencia de plasma óptica
de LSCO y LCCO.

Con estos parámetros, se obtuvieron los promedios desnudos de las velocidades de

Fermi en ⟨vF ⟩LSCO,desn = 2.86eVÅ y ⟨vF ⟩LCCO,desn = 4.58eVÅ. Luego, utilizando la Ec.

(2.3) y los valores experimentales de Ωp (ver Tabla 2.1) se calcularon los valores de

la velocidad de los plasmones en vLSCO,desn
p = 3.31eVÅ y vLCCO,desn

p = 4.94eVÅ. En

principio es esperable que la velocidad de los plasmones en los cupratos dopados con

agujeros sea menor que en los dopados con electrones con un dopaje similar debido a un

menor ⟨vF ⟩; sin embargo, como se muestra en la Fig. 2.3, el modelo de Fetter con los
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parámetros desnudos sobrestima la velocidad de los plasmones en aproximadamente

un 18 % con respeto a los valores extraídos de las mediciones de RIXS. Además, de

manera opuesta, si se utiliza la Ec. (2.3) y las vp extraídas de RIXS se pueden calcular

las velocidades de Fermi correspondientes, lo que resulta en ⟨vF ⟩LSCO,RIXS = 1.36eVÅ y

⟨vF ⟩LCCO,RIXS = 2.71eVÅ. Estos valores difieren en un promedio del 85 % con respecto a

los obtenidos con parámetros desnudos para ambos sistemas. Por lo tanto, para explicar

los valores experimentales dentro de este modelo, se necesita utilizar parámetros de

banda renormalizados que tengan en cuenta el crecimiento de las masas efectivas de

m∗/m = 2.0 y m∗/m = 1.7 para LSCO y el LCCO, respectivamente. Esto da un

primer indicio de que hay manifestaciones de las altas correlaciones electrónicas en los

plasmones de tipo acústico.

2.2.3. La aproximación de fase aleatoria (RPA)

En la sección anterior se utilizó un modelo de forma cualitativa para tener una

primera idea sobre cómo impactan las correlaciones electrónicas en las excitaciones de

carga entre dos partículas (plasmones), lo que se manifestó en masas efectivas mayores

a 1. Ahora, para hacer un análisis más riguroso, se empleará uno de los principales

métodos utilizados para describir plasmones en la materia condensada, llamado apro-

ximación de fase aleatoria (RPA), cuyo enfoque es de acoplamiento débil. Este método

ha sido estudiado a lo largo de décadas, por lo que aquí sólo se expondrán sus resul-

tados útiles para este trabajo. Para ver su desarrollo completo, se sugiere ver la Ref.

[50].

En RPA, la función de correlación de carga-carga resulta

χRPA (q, iωn) = χ(0) (q, iωn)
1 − V (q) χ(0) (q, iωn) , (2.7)
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Figura 2.3: Frecuencia de los plasmones versus momento. Los marcadores son las me-
diciones de RIXS (O K-edge ZRS en LSCO y Cu L3-edge en LCCO), las líneas sólidas
corresponden a las frecuencias de los plasmones calculadas con el modelo de Fetter
utilizando los parámetros de banda desnudos y las líneas de trazo corresponden a las
extraídas de las mediciones.

donde χ(0)(q, iωn) es la función de Lindhard

χ(0) (q, iωn) = 2
Ns

∑
k

nF

(
Ek−q

)
− nF (Ek)

iωn − Ek + Ek−q
, (2.8)

la cual representa el continuo de partícula-agujero. q es el vector momento, iωn es la

frecuencia de Matsubara bosónica y el factor 2 proviene de la suma en espines. Ns es

el número de sitios en cada plano y nF es la distribución de Fermi. El denominador en

la Ec. (2.7) es la función dieléctrica de RPA ε(q, iωn) = 1 − V (q)χ(0)(q, iωn). Luego de

realizar la continuación analítica iωn → ω+iΓ en la Ec. (2.7), los plasmones se obtienen

a través de la parte imaginaria χ′′
RPA(q, ω), la cual puede ser comparada directamente
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con las mediciones en RIXS. El valor elegido para el ensanchamiento es de Γ = 0.04eV

[49, 86, 93]. Dado que RPA es un enfoque de acoplamiento débil, aquí se utiliza la

dispersión electrónica dada por el tight-binding de la Ec. (2.4). En principio, en esta

dispersión entran los parámetros de banda desnudos, sin embargo, los mismos pueden

ser renormalizados utilizando las masas efectivas m∗/m > 1 obtenidas en la sección

anterior.

La forma de la interacción coulombiana V (q) en la Ec. (2.7) es la correspondiente a

la red cuadrada bidimensional en capas [Ec. (1.35)]. Esta interacción presenta, a priori,

dos parámetros libres: Vc y α. Sin embargo, éstos están vinculados con la frecuencia de

plasma óptica a través de la relación

Ωp = c

√
Vc

α
, (2.9)

donde c es una constante que depende de cada cuprato. Así, dada una dispersión

de plasmones, es posible obtener los mejores parámetros Vc y α que se adecúan a

ella (utilizando mínimos cuadrados) respetando a su vez el valor de Ωp observado

experimentalmente en cada cuprato.

Se utilizó RPA con dicha minimización para obtener las mejores dispersiones pa-

ra LSCO y LCCO que se ajusten a las dispersiones observadas en RIXS. Esto se lo

realizó para dos casos: utilizando los parámetros de banda desnudos (m∗/m = 1)

y renormalizando dichos parámetros con las masas efectivas obtenidas anteriormente

(m∗/m = 2.0 y m∗/m = 1.7 para LSCO y LCCO, respectivamente). El uso de masas

efectivas m∗/m > 1 equivale a incluir correlaciones electrónicas en el cálculo. RPA, por

ser de acoplamiento débil, no presenta una forma intrínseca de incluir tales correlacio-

nes, es decir, esta inclusión se debe realizar manualmente con argumentos fuera de la

misma teoría. En la Fig. 2.4 se muestran los resultados de las dispersiones calculadas

para (a) LSCO y (b) LCCO. Para ambos sistemas, en el límite de larga longitud de

onda (H → 0), los experimentos concuerdan levemente mejor con el caso de m∗/m = 1,
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mientras que por encima de H = 0.06, los resultados obtenidos para m∗/m > 1 pre-

sentan menores desviaciones con respecto a las mediciones. Sin embargo, para el caso

de m∗/m = 1, RPA arroja un continuo de partícula-agujero muy alto, y la dispersión

de los plasmones se encuentra dentro del mismo, tanto para LSCO como para LCCO.

Esto puede verse mejor en las Figs. 2.4(c) y (d), en donde se muestran χ′′
RPA(q, ω) en

función de ω para H = 0.06. Allí se observa que para el caso de m∗/m = 1, en ambos

cupratos la parte real de la función dieléctrica (ε′) no cambia de signo, indicando que

el pico que se ve en χ′′
RPA(q, ω) no es una resonancia verdadera. En cambio, para el

caso de m∗/m > 1, ε′ cambia de signo en ambos cupratos y los plasmones calculados

resultan resonancias reales. Esto puede compararse directamente con la Fig. 2.2(b), la

cual muestra el factor de amortiguamiento de los plasmones medidos en RIXS, esto

es, el cociente entre el amortiguamiento γ y la frecuencia de los plasmones ω0 extraí-

da del ajuste. El hecho de que γ/ω0 es menor a 1 para todas las mediciones indica

que experimentalmente los plasmones se observan como excitaciones que se propagan

coherentemente, es decir, como verdaderas resonancias. Además, dados los valores de

Vc y α obtenidos en la minimización, es posible calcular el ratio entre las constantes

dieléctricas dentro y fuera del plano que arroja el análisis en RPA (ver Tabla 2.2).

Para el caso de m∗/m > 1, esto arrojó los resultados de 1.22 para LSCO y 1.33 para

LCCO, mientras que para m∗/m = 1 el cálculo dio valores irreales (≪ 1): 1/6 y 1/4,

respectivamente. De esta manera, RPA en una red cuadrada en capas sugiere también

que la mejor forma de describir los plasmones de tipo acústico observados en RIXS es

a través de la renormalización de los parámetros de banda.

El efecto que genera la inclusión de masas efectivas m∗/m > 1 produce un apla-

namiento del continuo de partícula-agujero [Figs. 2.4(a) y (b)], lo que promueve a las

curvas obtenidas con χ′′
RPA(q, ω) a verdaderas resonancias [Figs. 2.4(c) y (d)], aseme-

jándose a los resultados experimentales. Los valores de m∗/m = 2.0 para LSCO y de

m∗/m = 1.7 para LCCO fueron obtenidos en la sección anterior a través de la Ec. (2.3)

exclusivamente debido al factor 1/2 del término de ⟨vF ⟩. Si en lugar de dicho factor se
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Figura 2.4: (a) y (b): Frecuencia de los plasmones versus momento para LSCO y LC-
CO, respectivamente. Los marcadores son las mediciones de RIXS (O K-edge ZRS en
LSCO y Cu L3-edge en LCCO), las líneas sólidas corresponden a las frecuencias de
los plasmones calculadas con RPA y las líneas de puntos corresponden al continuo de
partícula-agujero. (c) y (d): Parte imaginaria de la susceptibilidad de carga-carga cal-
culada en RPA versus frecuencia de los plasmones en H = 0.06 para LSCO y LCCO,
respectivamente. Las líneas sólidas corresponden a los plasmones y las líneas de trazo a
la parte real de la función dieléctrica, la cual cruza el cero sólo para el caso m∗/m > 1
en ambos cupratos, indicando que para el caso de m∗/m = 1 los picos formados en la
susceptibilidad no son resonancias verdaderas.

utilizaba el valor 3/4 obtenido en un contexto más riguroso por Apostol [91], los valores

para las masas efectivas pasarían de 2.0 a 2.6 para LSCO y de 1.7 a 2.1 para LCCO.



42 Plasmones en cupratos superconductores42 Plasmones en cupratos superconductores42 Plasmones en cupratos superconductores

Estos nuevos valores no difieren demasiado con los anteriores y, de hecho, no cambian

en absoluto las conclusiones de este análisis, ya que el continuo de partícula-agujero

también es aplanado y genera verdaderas resonancias en los plasmones calculados,

mostrando la importancia de las correlaciones electrónicas para coincidir con las ob-

servaciones experimentales. En el Apéndice 4.4 se extiende aún más el análisis sobre el

término que depende de ⟨vF ⟩ en el modelo de Fetter dentro del contexto de RPA.

2.2.4. El modelo t-J-V

Más allá de que RPA puede describir los plasmones de tipo acústico como se de-

mostró en la sección anterior, se debió introducir artificialmente una masa efectiva

m∗/m > 1 en ambos cupratos para generar plasmones como resonancias verdaderas,

tal como se observa experimentalmente en RIXS, además de constantes dieléctricas

físicamente razonables. Dicha teoría carece de una forma intrínseca para introducir las

altas correlaciones electrónicas ya que es un modelo de acoplamiento débil. Además, la

introducción de m∗/m > 1 significa que hay interacciones, pero la justificación de que

las mismas corresponden a altas correlaciones electrónicas las dará el modelo t-J-V ,

el cual se utilizará en esta sección dentro del formalismo large-N expuesto en el Cap.

1, modelo que contiene de manera intrínseca las altas correlaciones electrónicas y su

efecto sobre los plasmones aparece naturalmente dentro de la teoría.

Se calcularon las dispersiones de los plasmones utilizando la susceptibilidad de

carga-carga dada por la Ec. (1.34) con la interacción coulombiana de largo alcance

para la red cuadrada en capas [Eq. (1.35)], tanto para LSCO como para LCCO, cuyos

parámetros de entrada son únicamente los parámetros de banda desnudos de dichos

cupratos. Se aseguró que el cálculo fuera consistente con los valores experimentales de

sus frecuencias de plasma óptica Ωp a través de la relación con Vc y α de la Ec. (2.9), la

cual también se cumple dentro del modelo t-J-V . En la Fig. 2.5(a) se muestra que las

dispersiones experimentales y las obtenidas dentro del modelo t-J-V concuerdan y que
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los plasmones aparecen por encima del continuo de partícula-agujero. La Ec. (1.34)

muestra que los plasmones son proporcionales a la componente D11 del propagador

bosónico. Debido a esto, los plasmones serán resonancias verdaderas cuando la parte

real del determinante de la inversa del propagador cambie de signo, hecho que se

observa en la Fig. 2.5(b) para ambos cupratos. Además, el ratio entre las constantes

dieléctricas dentro y fuera del plano obtenidas dentro del modelo t-J-V es 1.36 para

LSCO y 1.46 para LCCO (ver Tabla 2.2). Así, el modelo de electrones altamente

correlacionados describe apropiadamente las dispersiones observadas en RIXS, sin la

necesidad de invocar parámetros renormalizados.

Modelo m∗/m Vc [eV] α ϵ∥/ϵ0 ϵ⊥/ϵ0

LSCO RPA 1.0 0.49 0.5 14.1 85.1
RPA 2.0 7.6 3.7 6.72 5.49
t-J-V - 18.8 4.1 3.01 2.22

LCCO RPA 1.0 0.9 0.6 10.1 40.8
RPA 1.7 9.2 3.2 5.05 3.81
t-J-V - 30.0 3.5 1.71 1.17

Tabla 2.2: Parámetros obtenidos del ajuste a las dispersiones de los plasmones utilizando
los distintos modelos.

2.2.5. Discusiones

A pesar de la gran diversidad que existe con respecto a las propiedades de los ma-

teriales, la presencia de las altas correlaciones electrónicas en los cupratos es altamente

conocida y aceptada. Mientras que las excitaciones electrónicas de una sola partícula

muestran claramente el efecto de las correlaciones, como por ejemplo, el crecimiento

de la masa efectiva y las propiedades incoherentes, las excitaciones de carga entre dos

partículas (como los plasmones) han sido descritas utilizando teorías que van desde

modelos de electrones libres, pasando por acoplamiento débil y también acoplamiento

fuerte. La frecuencia de plasma óptica Ωp en un campo medio en RPA del LHEG es

proporcional a
√

1/m∗ [19, 94]. La dispersión de los plasmones ópticos en este modelo
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Figura 2.5: (a) Frecuencia de los plasmones versus momento para LSCO y LCCO
obtenidos dentro del modelo t-J-V . Los marcadores son las mediciones de RIXS (O
K-edge ZRS en LSCO y Cu L3-edge en LCCO), las líneas sólidas corresponden a las
frecuencias de los plasmones calculados y las líneas de puntos corresponden al continuo
de partícula-agujero. (b) Parte imaginaria de la susceptibilidad de carga-carga calculada
dentro del modelo t-J-V versus frecuencia de los plasmones en H = 0.06 para LSCO y
LCCO. Las líneas sólidas corresponden a los plasmones y las líneas de trazo a la parte
real del determinante de la inversa del propagador bosónico. El hecho de que cruce el
cero para ambos cupratos indica que los plasmones son verdaderas resonancias.

resulta, hasta segundo orden, Ωp + Aq2, donde A es un coeficiente de dispersión de-

pendiente de m∗. Pero, incluso así, la dispersión de los plasmones ópticos observada

en Bi2Sr2CaCu2O8 usando T-EELS pudo ser descrita utilizando parámetros de banda

desnudos [19, 94]. Notablemente, en Sr2RuO4, un sistema en el que ARPES estima una

masa efectiva de m∗/m = 4, los plasmones de tipo acústico observados en EELS fueron

modelados utilizando parámetros de banda desnudos [95, 96].

Como se puede ver de los resultados en las secciones anteriores, la velocidad de los
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plasmones en LSCO es aproximadamente 1.5 veces menor que en LCCO para el mismo

dopaje δ = 0.16. Dado que los plasmones son excitaciones colectivas que involucran a

los electrones cerca de la superficie de Fermi, se podría explicar de manera cualitativa

esta diferencia considerando que la ⟨vF ⟩ en el cuprato dopado con agujeros es 1.5

veces más pequeña. Sin embargo, cuando se utilizan las ⟨vF ⟩ derivadas de las bandas

desnudas, las energías de los plasmones resultan sobrestimadas para ambos sistemas

en el modelo de electrones libres. Por lo tanto, es necesario considerar el efecto de

las correlaciones para una comparación cuantitativa con los experimentos en RIXS.

Dentro del enfoque de RPA, la concordancia de la dispersión para m∗/m = 1 empeora

a medida que H crece, mientras que mejora para m∗/m > 1. A pesar de que parecería

que los efectos de las correlaciones son insignificantes en el límite de larga longitud de

onda, al usar m∗/m = 1, es decir, parámetros de banda desnudos, los plasmones surgen

dentro del continuo de partícula-agujero y el modelo arroja constantes dieléctricas con

valores no físicos. El valor que se obtuvo de masa efectiva de m∗/m = 2 para LSCO

es numéricamente idéntico al valor experimental medido en ARPES en el punto nodal

[97]. Sin embargo, no debe ponerse demasiado énfasis en esta correspondencia ya que

el resultado para los plasmones representa un efecto promedio de toda la zona de

Brillouin, lo que incluye también la región antinodal cercana al punto de silla (π, 0)

con baja velocidad de Fermi, por ejemplo. Además, para LCCO se observa un valor

de masa efectiva menor que para LSCO, lo que podría atribuirse al hecho de que se

consideran sistemas menos correlacionados a los cupratos dopados con electrones que

a los dopados con agujeros [98-105]; pero, debe notarse que los valores de m∗/m de

LCCO fueron obtenidos usando parámetros de banda de NCCO en los cálculos debido

a que para LCCO no hay disponibles.

De las figuras de las dispersiones de los plasmones de las secciones anteriores se

observa que la correspondiente al modelo t-J-V , en el cual el efecto de las correlacio-

nes está implícito dentro de la misma teoría, presenta una desviación respecto a los

experimentos similar al caso de RPA con m∗/m > 1, es decir, es menor a alto H y
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mayor a bajo H. En el modelo t-J-V , los parámetros de banda desnudos son renorma-

lizados naturalmente por el dopaje δ y la interacción de intercambio J , además de que

la susceptibilidad de carga-carga contiene fluctuaciones de la restricción que prohíbe

la doble ocupación en un dado sitio. Para realizar una comparación más directa con

los resultados de RPA, se calcularon los valores de los parámetros de banda dentro del

modelo t-J-V y se los utilizaron como parámetros de banda en RPA. De esta manera,

comparando las energías electrónicas de las Ecs. (1.18)-(1.20) con las del tight-binding

usual [Eqs. (2.4)-(2.6)] se obtienen los parámetros efectivos

teff = tδ + ∆,

t′
eff = t′δ,

t′′
eff = t′′δ,

tzeff = tzδ,

(2.10)

donde los hoppings t, t′, t′′ y tz son los parámetros de banda desnudos. De allí se

puede tener un estimado de la renormalización de la banda dada por el modelo t-J-V

y el formalismo large-N, lo que arroja un valor alrededor de m∗/m = 4.5 para ambos

cupratos. Este valor es mayor que los obtenidos en RPA, y el origen de esta discrepancia

no está claro en su totalidad, pero se considera que proviene de que el orden calculado

en el formalismo no contiene la contribución de los grados de libertad de espín a la

banda, o por una sobreestimación de las correlaciones.

Introduciendo los parámetros efectivos en el cálculo de RPA se obtuvieron los

resultados expuestos en la Fig. 2.6. Allí se observa que en el límite de larga longitud

de onda, el modelo t-J-V y RPA con los parámetros efectivos arrojan dispersiones de

plasmones coincidentes. Sin embargo, a corta longitud de onda, la dispersión obtenida

en RPA se desvía de la obtenida con el modelo t-J-V . Esto indica que a medida que

el momento H crece, aparece un efecto de correlaciones presentes en el modelo t-J-V

y ausentes en RPA que afecta a la dispersión de plasmones.
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Figura 2.6: Frecuencia de los plasmones versus momento para LSCO y LCCO. Los
marcadores son las mediciones de RIXS (O K-edge ZRS en LSCO y Cu L3-edge en
LCCO), las líneas sólidas corresponden a las frecuencias de los plasmones calculados con
el modelo t-J-V completo, las líneas de trazo corresponden a los plasmones calculados
en RPA con los parámetros de banda provenientes del modelo t-J-V y la línea de puntos
corresponde a los plasmones obtenidos al reducir el modelo t-J-V (ver texto).

Al enfocarse en el sector 2 × 2 del propagador bosónico Dab para el cálculo de

plasmones, si al renormalizar dicho propagador a través de la ecuación de Dyson [Ec.

(1.30)] se establecen manualmente a cero las componentes de la autoenergía Π11 y Π12,

sólo resulta relevante la componente Π22. Puede deducirse de las Ecs. (1.31) y (1.32)

que

Π22 (q, iωn) = − N
∑

k

nF

(
Ek−q

)
− nF (Ek)

iωn − Ek + Ek−q

= − N
χ(0) (q, iωn)

2 . (2.11)

Este resultado muestra que la función de Lindhard [χ(0), Ec. (2.8)] y la componente Π22

tienen una forma matemática muy similar, incluso cuando su origen físico es distinto, ya
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que la primera representa al continuo de partícula-agujero dentro de RPA y la segunda

contiene la información de las fluctuaciones del multiplicador de Lagrange asociado a la

restricción que prohíbe la doble ocupación dentro del modelo t-J-V . En este contexto,

se obtiene una susceptibilidad de carga-carga con un modelo t-J-V reducido utilizando

el valor físico N = 2, lo que arroja

χredu.
c (q, iωn) = χ(0) (q, iωn)

1 − V ′ (q) χ(0) (q, iωn) , (2.12)

donde V ′(q) = 2[V (q)−J(q)]. La Ec. (2.12) muestra que la forma reducida del modelo

t-J-V presenta una forma matemática de tipo RPA al considerar únicamente la com-

ponente Π22. La contribución de J(q) puede ser despreciada respecto a la de V (q) ya

que ésta es significativamente más grande para los parámetros que se utilizan aquí, y

el factor 2 está presente debido a la transformación a eV al utilizar el valor de t renor-

malizado en el formalismo large-N. De esta manera, la omisión de las componentes Π11

y Π12 da dispersiones de los plasmones idénticas a RPA, lo que puede observarse en la

Fig. 2.6, donde las curvas de los plasmones calculados en RPA con parámetros efectivos

y con el modelo t-J-V reducido son idénticas para todo H. Todo esto hace evidente

que el uso de los parámetros de banda renormalizados en RPA tiene en cuenta las

correlaciones electrónicas a través del crecimiento de la masa efectiva a larga longitud

de onda, mientras que los efectos de las altas correlaciones locales provenientes de la

prohibición de la doble ocupación (que están ausentes en RPA), llevan a desviaciones

sólo a corta longitud de onda.

Es pertinente mencionar también que en la Ref. [106], los plasmones fueron obteni-

dos incluyendo apropiadamente efectos de la autoenergía de una partícula y correccio-

nes de vértices debido a correlaciones. La inclusión de efectos de la autoenergía lleva a

un ensanchamiento de los plasmones además de un crecimiento de las masas efectivas,

cuya dependencia en energía no puede descartarse en principio [107-109]. Dichos efectos

son esperados en la interacción entre los portadores y la gran variedad de excitaciones

de carga de baja energía en la escala de J [48, 110, 111], lo que lleva a diferencias en el
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amortiguamiento de los plasmones en LSCO y en LCCO y podría explicar las razones

de por qué se observa un factor de amortiguamiento mayor en LSCO que en LCCO en

las mediciones de RIXS [Fig. 2.2(b)].

Resumiendo, en esta sección se investigaron los plasmones en LSCO y LCCO a

igual valor de dopaje de δ = 0.16. Experimentalmente se observó que los plasmones de

tipo acústico presentan diferentes velocidades. Además, los parámetros de los plasmo-

nes (su energía y su amortiguamiento) son idénticos para un dado sistema sin importar

qué sitio haya sido explorado (O o Cu), mostrando que las excitaciones de carga que se

midieron son no locales e independientes del sitio, tal como sucede con las excitaciones

magnéticas, debido a la naturaleza híbrida de las fluctuaciones de carga. Además, se

demostró que para describir apropiadamente la dispersión de los plasmones de tipo

acústico en cupratos utilizando un enfoque de RPA es necesario considerar parámetros

de banda renormalizados. Una renormalización similar de los parámetros de banda

desnudos ocurre implícitamente dentro del modelo t-J-V que es de altas correlaciones.

Esto ocurre para ambos tipos de dopaje dentro del diagrama de fase: se obtuvieron

masas efectivas m∗/m > 1 tanto para LSCO como para LCCO. La comparación con

el modelo t-J-V justifica el uso de parámetros de banda renormalizados en RPA para

representar de manera fehaciente el crecimiento de la masa efectiva originado por las

correlaciones electrónicas a larga longitud de onda. Por lo tanto, la naturaleza de aco-

plamiento débil que tiene RPA no debe utilizarse para descartar su uso en cupratos

sin una debida consideración. El rol de las correlaciones en la susceptibilidad de carga-

carga, es decir, en la respuesta de excitaciones de dos partículas, se extiende más allá

de un simple ajuste de parámetros. Una masa efectiva mayor reduce la velocidad de

Fermi promedio y empuja el continuo de partícula-agujero debajo de las energías de

los plasmones, permitiendo la observación de plasmones como excitaciones colectivas

verdaderas.
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2.3. Análisis en función del dopaje

Se ha demostrado en las secciones anteriores que si se tratan correctamente las

correlaciones electrónicas en RPA es posible capturar el comportamiento de las dis-

persiones de plasmones de tipo acústico medido en RIXS. Además, el modelo t-J-V ,

que contiene naturalmente a las correlaciones, también describe de manera fehaciente

las dispersiones observadas. Incluso se mostró que en el régimen de larga longitud de

onda, ambas teorías dan las mismas dispersiones para los mismos parámetros de ban-

da. Sin embargo, dicho análisis fue realizado para un dopaje fijo de δ = 0.16. En esta

sección se exploran las diferencias entre ambas teorías al variar el dopaje a lo largo del

diagrama de fase del cuprato dopado con agujeros LSCO (en dopados con electrones

ya fue abordado previamente [20, 21]).

El enfoque de RPA predice una frecuencia de los plasmones ópticos proporcional a
√

n, donde n es la densidad de electrones [50]. Al dopar un sistema con agujeros, esto

genera que la energía de los plasmones tenga un comportamiento decreciente a medida

que aumenta el dopaje para H, K y L fijos, debido a que n disminuye. Esto ocurre

ya que en RPA se utiliza una banda proveniente de un tight-binding, es decir, es una

banda rígida (sus parámetros de banda no cambian cuando el dopaje se modifica). Por el

contrario, en el modelo t-J-V , los parámetros de banda en la dispersión electrónica [Ecs.

(1.18)-(1.20)] son renormalizados por el dopaje δ y el valor de J a través de ∆, lo que

hace que, si bien los parámetros desnudos son los mismos, los valores renormalizados

cambian y el modelo no presenta una banda rígida. Esta diferencia es crucial para

analizar el comportamiento de los plasmones en función del dopaje.

Se utilizaron los mismos parámetros de banda para LSCO que en la sección anterior

tanto en RPA como en el modelo t-J-V (ver Tabla 2.1). Además, dado que en RPA el

uso de una masa efectiva m∗/m = 1 resulta en constantes dieléctricas con valores no

físicos, se eligió el valor de m∗/m = 2 y sus correspondientes Vc y α (ver Tabla 2.2)
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para el estudio de esta sección.

En la Fig. 2.7 se muestran los resultados de la energía de los plasmones en función

del dopaje calculados con el modelo t-J-V (línea sólida) y con RPA utilizando m∗/m =

2 (línea de trazo) para distintos valores de H y para la rama óptica. Para todos los

casos, RPA presenta un comportamiento decreciente con el aumento del dopaje de

agujeros, es decir, sigue el efecto de llenado de banda. Si bien esto es esperado para la

rama óptica ya que depende de
√

n como se explicó anteriormente, aquí se comprueba

el mismo comportamiento para los plasmones de tipo acústico para H = 0.04, H = 0.08

y H = 0.12, con K = 0 y L = 0.74. Estos valores de momento, tanto de H como de

L, fueron elegidos para coincidir con las mediciones realizadas en LSCO en la Ref.

[112] (figura insertada en la Fig. 2.7). Allí se midieron los plasmones en función del

dopaje, dando una tendencia creciente en el sector de bajo dopaje. Esta tendencia es

capturada correctamente por los plasmones obtenidos con el modelo t-J-V . Si bien

los parámetros utilizados en esta tesis y los de ese trabajo son distintos, la tendencia

calculada aquí es también creciente en el modelo t-J-V , lo que demuestra que no

depende de los parámetros de banda desnudos. Esta tendencia se observa en la Fig.

2.7, donde se muestra con claridad los resultados opuestos para ambos modelos. Sin

embargo, el modelo t-J-V presenta un máximo en la zona de sobre dopaje en el cual

cambia su tendencia a decreciente. Esto sucede ya que a medida que la cantidad de

agujeros aumenta en el sistema, las altas correlaciones electrónicas disminuyen y, por

lo tanto, el efecto de la autoenergía dentro del modelo t-J-V es menor y éste resulta

cada vez más similar a RPA. También es posible generar una tendencia similar a la

del modelo t-J-V en RPA si se utilizan parámetros efectivos como en la Ec. (2.10),

pero esto implica que debe modificarse la banda manualmente y con argumentos de

un formalismo con un origen físico distinto. Por el contrario, el modelo t-J-V toma los

parámetros desnudos obtenidos con cálculos ab initio para un sólo dopaje y reproduce

la tendencia experimental de manera correcta para los demás dopajes, resaltando la

potencia del modelo t-J-V y el formalismo large-N.
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Figura 2.7: Energía de los plasmones versus dopaje calculada con el modelo t-J-V (línea
sólida) y con RPA con m∗/m = 2 (línea de trazo). Los parámetros de banda de ambos
modelos son los mismos. Insertado: Figura extraída directamente de la Ref. [112], donde
se muestran las mediciones de los plasmones en función del dopaje en LSCO junto a
las curvas teóricas dadas con el modelo t-J-V (estos resultados fueron obtenidos con
parámetros distintos a los que se utilizaron en esta tesis).

El modelo t-J-V tiene en cuenta altas correlaciones que son las responsables del

estado aislante a medio llenado (δ = 0) [58]. De acuerdo a la Fig. 2.7, la energía de

los plasmones que se calculó con el modelo t-J-V debería tender a cero a medida que

se acerca a dopaje nulo, lo que es consistente con la noción de que los aislantes no

pueden exhibir excitaciones plasmónicas. Sin embargo, se debe notar que en el cálculo

realizado aquí se espera que a δ = 0 la energía de los plasmones sea no nula debido a

una interacción de intercambio J no nula, que induce un ancho de banda finito incluso

a medio llenado si el orden antiferromagnético no es considerado [33]. Sin embargo, la

presente teoría es aplicable al menos hasta δ = 0.05, que es el valor más bajo de dopaje

para el cual se midieron los plasmones en la Ref. [112].

Estos resultados, junto con los análisis presentados en secciones anteriores, permiten
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concluir que, aunque RPA puede ser útil para describir los plasmones de tipo acústico

en cupratos a un dopaje específico, su aplicación debe hacerse con cautela y teniendo en

cuenta las altas correlaciones electrónicas. Sin embargo, esta teoría no logra capturar

las tendencias en función del dopaje para ningún valor de momento. En contraste, las

dispersiones de plasmones obtenidas a partir del modelo t-J-V demuestran ser más

robustas y precisas, reflejando de manera más fiel las interacciones electrónicas y las

características de los plasmones de tipo acústico. Éstas coinciden de manera correcta

tanto para un dopaje fijo como para las tendencias observadas en el diagrama de fase,

lo que refuerza la conclusión de que los plasmones de tipo acústico presentan trazas

de las altas correlaciones electrónicas en el sistema, lo que subraya la necesidad de

emplear un modelo que integre estas interacciones de forma natural y adecuada para

una descripción precisa: el modelo t-J-V .
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Capítulo 3

LOS NIQUELATOS

SUPERCONDUCTORES

3.1. Introducción

El descubrimiento de los cupratos superconductores ha marcado una amplia e in-

teresante línea de investigación sobre materiales superconductores de alta temperatura

crítica y de sistemas de electrones altamente correlacionados. Un enfoque particular-

mente relevante para comprender las propiedades de los cupratos es que sean contrasta-

dos con materiales que, aunque no contienen cobre, exhiben características relacionadas

de manera estrecha. Entre estos, se fueron descubriendo y analizando materiales como

los cobaltatos [113], superconductores orgánicos [114], los pnictógenos de hierro y de

fermiones pesados [65], y los materiales de kagome más recientes [115].

En 1999 fueron argumentadas las posibilidades de construir materiales basados en

níquel con una estructura de capas infinitas que resultarían análogos a los cupratos

[116], los cuales fueron llamados niquelatos. Luego de varias décadas, más específica-

mente en 2019, fue descubierta por primera vez superconductividad con una Tc = 9-15K

en el niquelato dopado con agujeros Nd0.8Sr0.2NiO2 [117], hito que continuó con la ob-

servación de superconductividad en PrNiO2 [118] y LaNiO2 [119], con características

55
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similares en todos los niquelatos, marcando una tendencia universal de sus propieda-

des superconductoras análoga a los cupratos. Estos sucesos fueron tan importantes que

se considera que se ha entrado en “la era de la superconductividad del níquel” [120,

121], expresión que se ha validado aún más con la detección de superconductividad con

una temperatura crítica cercana a 80K en los niquelatos de dos capas bajo presiones

moderadas de 14GPa [122]. Más allá de las similitudes entre niquelatos y cupratos,

existen también diferencias importantes que hacen a los primeros una plataforma muy

interesante de estudio tanto desde enfoques experimentales como teóricos.

En este capítulo primero se comparan a los niquelatos con los cupratos, remarcando

sus diferencias y parecidos en las propiedades físicas de interés, luego se adopta un mar-

co teórico con modelos de una banda para analizar propiedades de carga (en particular,

plasmones) en dos escenarios distintos que se discuten actualmente en la comunidad:

(i) los niquelatos son considerados sistemas de electrones altamente correlacionados,

tal como los cupratos, por lo que pueden ser descritos en el marco del modelo t-J-V ,

y (ii) las correlaciones electrónicas no son tan altas como en cupratos, por lo que RPA

es suficiente para capturar las propiedades físicas de carga. De estos casos contrapues-

tos se realizan predicciones que podrán ser probadas directamente en experimentos de

RIXS, con el objetivo de contribuir a la determinación de si los niquelatos se encuen-

tran dentro del régimen (i) o del (ii), siendo esto tan importante para el estudio de

ellos como de los cupratos y de otros superconductores no convencionales [123]. Vale

aclarar que cuando se utilice la palabra niquelato siempre se referirá específicamente a

los niquelatos de capas infinitas.

Los resultados de este capítulo se encuentran publicados en:

Luciano Zinni, Matías Bejas, Hiroyuki Yamase y Andrés Greco, “Low-energy

plasmon excitations in infinite-layer nickelates”, Phys. Rev. B 107, 014503 (2023).

https://doi.org/10.1103/PhysRevB.107.014503
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3.2. Similitudes y diferencias con cupratos super-

conductores de alta temperatura crítica

Los primeros niquelatos en los que se observó superconductividad presentan la fór-

mula química general R1−xAxNiO2, siendo R una tierra rara (La, Pr, Nd) que determina

el compuesto base, y A el elemento que se utiliza para dopar (Sr, Ca). A estos tipos

de niquelatos se los llama de capas infinitas, ya que su estructura cristalina consiste en

planos de Ni-O apilados, con el átomo R intercalado entre ellos [ver Fig. 3.1(izquierda)],

los cuales resultan isoestructurales a los estudiados en el Cap 2 [124, 125]. Otro ejemplo

de éstos es el cuprato Sr1−δLaδCuO2 (SLCO), cuya estructura cristalina se encuentra

esquematizada en la Fig. 3.1(derecha).

La

Ni

O

Sr/La

O

Cu

Figura 3.1: Esquema de la estructura cristalina del niquelato LaNiO2 (izquierda) y del
cuprato Sr1−δLaδCuO2 (derecha). Ambos compuestos tienen el mismo tipo de estruc-
tura (son isoestructurales).

Fue sugerido recientemente que al dopar los niquelatos con agujeros, éstos van al

orbital Ni 3dx2−y2 [126, 127], mientras que se sabe que los agujeros con los que se dopan

los cupratos van principalmente al orbital O 2px,y. En este aspecto, los niquelatos dopa-

dos con agujeros resultan más cercanos a los cupratos dopados con electrones, ya que en

estos últimos los electrones residen en los orbitales del Cu [68]. Además, experimentos

en RIXS han detectado paramagnones para varios dopajes similares a los observados

en cupratos [73], con un acople a primeros vecinos significativo de J ∼ 64meV. Otras

similitudes con los cupratos es que los niquelatos muestran un domo de la Tc en función

del dopaje [128], que la superconductividad tiene un carácter bidimensional [129] y que
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la resistividad del estado normal se comporta de manera análoga en todo el diagrama

de fase [130].

Una importante diferencia entre niquelatos y cupratos es el hecho de que los nique-

latos sin dopar, es decir, a medio llenado de la banda Ni 3dx2−y2 , no presentan orden

antiferromagnético de largo alcance [131]; en su lugar, presentan comportamiento pa-

ramagnético y débilmente metálico [117]. Sin embargo, sí se ha observado fluctuaciones

antiferromagnéticas por resonancia magnética nuclear (NMR, por sus siglas en inglés)

[132, 133].

La física de baja energía de los cupratos de capas infinitas puede ser descrita por un

modelo correlacionado de una banda. Sin embargo, el caso de los niquelatos de capas

infinitas RNiO2 es más controversial [134, 135]. Mientras que algunos autores proponen

un modelo de una banda para describirlos [136-138], otros sugieren una descripción

multiorbital, en donde además de los orbitales Ni 3dx2−y2 y O 2px,y, otros Ni 3d [139,

140] y Ni 3s [141, 142] deberían incluirse. También, el orbital 5d de la tierra rara R

podría tener un rol directo [140], en los que se destaca el proceso de autodopaje, el cual

podría ser responsable de que se esté encontrando superconductividad en niquelatos sin

dopar químicamente en experimentos muy recientes [143, 144]. Un modelo efectivo de

dos bandas respaldado por espectroscopía de rayos X en el compuesto padre indica que

los planos Ni-O presentan estados Ni 3dx2−y2 altamente correlacionados, pero que los

planos intermedios de R dan lugar a un estado metálico 5d débilmente interactuante

y tridimensional [145]. El rol de las correlaciones en las bandas Ni 3d se discute en

la Ref. [139], donde se argumenta que, aunque la banda Ni 3dx2−y2 está fuertemente

correlacionada, la banda Ni 3dz2 tiene un carácter itinerante, al igual que la banda

Ni s [141]. Como consecuencia, se sugiere que los niquelatos podrían no comportarse

de manera similar a los cupratos. En contraste, un estudio de NdNiO2 y CaCuO2

utilizando la teoría de campo medio dinámico en clusters (DMFT, por sus siglas en

inglés) [125] llegó a la conclusión de que los niquelatos son sistemas análogos a los

cupratos, es decir, que pueden considerarse sistemas fuertemente correlacionados de
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una banda.

Las similitudes de las propiedades electrónicas entre los niquelatos y los cupratos

sugieren que ambos materiales podrían compartir mecanismos subyacentes en su su-

perconductividad no convencional. Sin embargo, la naturaleza de los estados normales

y el papel de las correlaciones electrónicas en los orbitales involucrados indican que los

niquelatos presentan una plataforma para el estudio de fenómenos colectivos, especial-

mente los plasmones. En los cupratos, los plasmones han sido y continúan demostrando

ser fundamentales para entender la dinámica colectiva de los portadores de carga y su

posible conexión con el mecanismo de superconductividad. Por lo tanto, investigar los

plasmones en los niquelatos no solo podría revelar principios comunes que gobiernan

ambos sistemas, sino también ayudar a discernir cómo las interacciones electrónicas y

las excitaciones colectivas contribuyen a sus propiedades físicas. Este enfoque compa-

rativo tiene el potencial de aportar nuevas perspectivas sobre la superconductividad de

alta temperatura crítica.

3.3. Los niquelatos como sistemas análogos a los

cupratos

Primeramente se supone que los niquelatos superconductores pertenecen al con-

junto de sistemas altamente correlacionados del que los cupratos también son parte.

De esta manera, en esta sección se aplica el modelo t-J-V y el formalismo large-N

desarrollado en el Cap. 1 para calcular la dispersión de los plasmones. Se utilizaron

los parámetros de banda desnudos obtenidos en la Ref. [124] por cálculos ab initio

para LaNiO2, los cuales son t′/t = −0.25 y tz/t = 0.084. Para pasar a eV se utilizó

t/2 = 0.368eV. A diferencia del Cap. 2, se eligió no utilizar t′′, es decir, para los cálculos

de los plasmones se usó t′′/t = 0 ya que este mismo criterio se había utilizado en el

estudio de los plasmones en SLCO con parámetros extraídos también de la Ref. [124]
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y se capturaron las dispersiones de manera correcta [34]. Además, en este capítulo sí

se utilizó la versión completa de la banda [Ec. (1.18)], es decir, no se descartó el cos kz

como sí se lo hizo en el Cap. 2, ya que el gap del plasmón juega un rol fundamental en

los cálculos y las predicciones para niquelatos.

El valor de J en los niquelatos no está bien definido y varía en la literatura [146];

aquí se eligió J/t = 0.3. No obstante, el valor de J tiene un rol menor en la discusión

sobre los plasmones [33, 48]. Para definir los valores de los parámetros de la interacción

coulombiana es necesario conocer el valor experimental de la frecuencia de plasma

óptica. Sin embargo, no existe un valor consensuado del mismo para los niquelatos,

por lo que se adoptó el valor informado en el único trabajo experimental disponible

hasta la fecha, el cual corresponde a ωp = 1.05eV [147]. Este valor es similar al de lo

cupratos, por lo que se lo consideró factible para su uso en este estudio. Así, se utilizaron

como parámetros los valores Vc = 17.3eV y α = 2.2 que arrojan dicha frecuencia de

plasma óptica. Las constantes dieléctricas que surgen a partir de esos parámetros son

ϵ∥/ϵ0 = 3.41 y ϵ⊥/ϵ0 = 1.12, las cuales fueron obtenidas utilizando los parámetros

de red a = 3.96Å y d = 3.37Å correspondientes al niquelato LaNiO2 [124]. Se tomó

K = 0 para todos los cálculos de plasmones, tal como en el Cap. 2. Los resultados de

las dispersiones de los plasmones se exponen en la Fig. 3.2, donde (a) corresponde a la

rama óptica, es decir, L = 0 y (b) corresponde a una de las ramas de tipo acústico, para

la cual se eligió L = 1 ya que corresponde a la de menor energía [20, 86]. Tanto para

la rama óptica como para la de tipo acústico, los plasmones están bien definidos para

todo H. En la Fig. 3.2(b) se observa un gap del plasmón de 319meV, consistente con

el valor alto de tz/t = 0.084, y mucho mayor al gap del plasmón de 120meV observado

en el cuprato isoestructural SLCO [34]. El valor de 319meV del gap lo hace factible

de observarse en experimentos de RIXS, los cuales no han sido capaces de observar

plasmones hasta la fecha, lo que convierte a dicho valor en una predicción.

En las Figs. 3.3(a)-(c) se muestran los resultados de los plasmones para L = 1

y los momentos H = 0.05, H = 0.1 y H = 0.2, respectivamente. Los plasmones se



Los niquelatos superconductores 61Los niquelatos superconductores 61Los niquelatos superconductores 61

0

0.5

1.0

1.5

2.0

0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

ω
 [

e
V

]

H [2π/a]

 0

 10

χ"
c
 [

u
. 
a
rb

.]

(a)    L=0

0

0.5

1.0

1.5

2.0

0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

ω
 [

e
V

]

H [2π/a]

 0

 10

χ"
c
 [

u
. 
a
rb

.]

(b)    L=1

Figura 3.2: Frecuencia versus momento cuyo mapa de intensidad son los plasmones,
siendo (a) la rama óptica (L = 0) y (b) una de las ramas de tipo acústico (L = 1),
calculadas con el modelo t-J-V y el formalismo large-N.

observan bien definidos para los tres momentos y sus intensidades crecen al crecer el

valor de H. Todo esto, sumado al hecho de que no hay un rastro claro del continuo

de partícula-agujero en la Fig. 3.2(b), indica que el peso espectral de carga está ma-

yormente distribuido en las excitaciones colectivas de plasmones. Esto se confirma al

observar las Figs. 3.3(d)-(i), ya que cuando el determinante de la inversa del propaga-

dor bosónico D cambia de signo, es decir, a la energía que se produce la resonancia,

el valor del continuo de partícula-agujero es prácticamente nulo, incluso para el alto

valor de tz, el cual lo extiende a energías mayores a comparación del caso de tz/t = 0.

3.4. Los niquelatos como sistemas débilmente co-

rrelacionados

Dado que en esta sección se consideran a los niquelatos como sistemas con corre-

laciones electrónicas débiles, se calculan los plasmones con RPA y una masa efectiva

m∗/m = 1. Se utilizaron los mismos parámetros de banda que en la sección anterior,

pero los parámetros de la interacción coulombiana aquí corresponden a Vc = 6.07eV

y α = 3.0 que generan el valor de ωp = 1.05eV. Para pasar a eV se utiliza el valor
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Figura 3.3: (a)-(c): Plasmones versus frecuencia en niquelatos calculados con el modelo
t-J-V para los momentos H = 0.05, H = 0.1 y H = 0.2, respectivamente. (d)-(f) El
continuo de partícula-agujero para los mismos momentos. Las líneas de trazo corres-
ponden al caso de tz/t = 0, para comparación directa con el caso de tz/t = 0.084.
(g)-(i): Parte real del determinante de la inversa del propagador bosónico Dab para los
momentos mencionados (la escala vertical se encuentra multiplicada ×10 para mejor
visualización).

t = 0.368eV, el mismo valor que en el formalismo large-N con la diferencia de que en

RPA se utiliza sin la renormalización de 1/2.

En la Fig. 3.4(a) se muestra el mapa de intensidad para χ′′
RPA(q, ω) con L = 0,

lo que corresponde a la rama óptica de los plasmones. Tal como ocurre en la Fig.

3.2(a), se reproduce de manera fehaciente la frecuencia de plasma óptica observada

experimentalmente. Los plasmones se encuentran bien definidos a bajo H, pero, a

diferencia del modelo t-J-V , los plasmones pierden intensidad más allá de H = 0.2 ya

que la dispersión se mezcla con el continuo de partícula-agujero. En la Fig. 3.4(b) se
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expone el mapa de intensidad para χ′′
RPA(q, ω) con L = 1, es decir, la rama de tipo

acústico de menor energía. Los plasmones en RPA se vuelven cada vez menos definidos

al incrementar el momento H ya que son afectados fuertemente por el continuo de

partícula-agujero, incluso para bajos valores de H. Sin embargo, es posible observar

un gap de plasmón de 567meV en RPA, el cual es significativamente mayor que el

calculado con el modelo t-J-V . Ambos valores son lo suficientemente altos y diferentes

para discernir en experimentos de RIXS en cuál régimen se encuentran los niquelatos

de capas infinitas.
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Figura 3.4: Frecuencia versus momento cuyo mapa de intensidad son los plasmones,
siendo (a) la rama óptica (L = 0) y (b) una de las ramas de tipo acústico (L = 1)
calculadas utilizando RPA.

En las Figs. 3.5(a)-(c) se muestra χ′′
RPA(q, ω) en función de la energía para L = 1

y los momentos H = 0.05, H = 0.1 y H = 0.2, respectivamente. Los plasmones no

resultan picos tan angostos como sí ocurría en el modelo t-J-V , y se vuelven más anchos

y la intensidad de sus máximos decrece al incrementar el momento [ver Figs. 3.3(a)-(c)

para comparación]. En las Figs. 3.5(d)-(f) se expone el continuo de partícula-agujero

para los mismos valores de H. Para comparación se añadió el continuo de partícula-

agujero para los mismos parámetros excepto por tz/t = 0 (línea de trazo). El alto

valor de tz extiende el continuo en energía y afecta a la formación de los plasmones a

bajo H. Por ello, existe un gran continuo cerca del centro de zona bidimensional y los

plasmones de baja energía tienden a estar más amortiguados que en el modelo t-J-V ,
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en el cual los plasmones se hallan siempre bien definidos.
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Figura 3.5: (a)-(c): Plasmones en niquelatos calculados con RPA para los momentos
H = 0.05, H = 0.1 y H = 0.2, respectivamente. (d)-(f) El continuo de partícula-agujero
para los mismos momentos. Las líneas de trazo corresponden al caso de tz/t = 0, para
comparación directa con el caso de tz/t = 0.084. (g)-(i): Parte real de la función
dieléctrica en RPA para los momentos mencionados.

Al comparar las Figs. 3.5(d) y 3.5(e) con la Fig. 3.5(f), se observa que el efecto de

tz es menos pronunciado para un momento alto como el que se muestra de H = 0.2.

Para valores finitos de L es necesario distinguir entre dos tipos de regímenes. Un valor

finito de tz extiende el continuo a energías más altas, lo que tiende a degradar los

plasmones a bajo H. Por otro lado, para valores altos de H, el continuo originado en la

estructura de bandas bidimensional es el principal responsable de la desaparición de los

plasmones. Es importante destacar que el comportamiento del continuo de partícula-

agujero en las Figs. 3.5(d)–(f) es, en general, diferente al mostrado en las Figs. 3.3(d)-(f)

para el modelo t-J-V . En este último caso, el continuo de partícula-agujero siempre
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se encuentra por debajo del pico del plasmón. En resumen, para momentos bajos,

como los que se estudian en los experimentos de RIXS, el continuo generado por un

tz grande cerca del centro de zona bidimensional puede amortiguar considerablemente

los plasmones de baja energía en el marco de RPA.

En las Figs. 3.3(g)-(i) se muestra la parte real de la función dieléctrica [ε′(q, ω)] en

RPA, que corresponde al denominador de la Ec. (2.7). Cuando esta cantidad cambia

de signo y el valor del continuo de partícula-agujero es insignificante, es decir, no

hay amortiguamiento, el plasmón surge como una verdadera resonancia a la energía

donde ε′(q, ω) cruzó el 0. Sin embargo, en la Fig. 3.5 se observa que esta energía no

corresponde al valor donde ocurre el máximo de χ′′
RPA(q, ω) (ver líneas verticales).

Esto se debe mayoritariamente a que el continuo de partícula-agujero tiene un valor

muy significativo a la energía de cruce, producto del valor alto de tz. Incluso para el

momento H = 0.2, ε′(q, ω) no cambia de signo. Esto contrasta con los resultados de la

sección anterior para el modelo t-J-V , en donde para todo valor de H, la parte real del

determinante de la inversa del propagador Dab (que es el análogo a la función dieléctrica

en RPA) cambia de signo y, además, el valor del continuo de partícula-agujero resulta

prácticamente nulo, por lo que el plasmón emerge a la energía de cruce. Por lo tanto, en

RPA se deduce que los plasmones no resultan resonancias verdaderas, como si ocurre

en el modelo t-J-V , tal como se concluyó en el Cap. 2 para los cupratos.

3.5. Comentarios finales

Se ha demostrado en este capítulo que si los niquelatos resultan análogos a los

cupratos, los experimentos de RIXS deberían observar plasmones de tipo acústico bien

definidos, similares a los que se han encontrado en cupratos y que han sido capturados

de manera correcta con el modelo t-J-V . Por el contrario, si los niquelatos de capas

infinitas resultan sistemas débilmente interactuantes de una banda, o si son sistemas

multiorbitales con una contribución significante de electrones débilmente interactuantes
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como se espera de los orbitales Ni distintos al Ni 3dx2−y2 , se obtuvo que el valor alto

de tz genera un continuo de partícula-agujero significativamente grande para valores

finitos de L. En consecuencia, los plasmones resultan amortiguados. Por ejemplo, si

el Ni 3dz2 y los orbitales de las tierras raras resultan relevantes, podrían aumentar

el hopping entre planos y hacer incluso más difícil la formación de plasmones como

resonancias verdaderas.

Ante la presencia de electrones débilmente interactuantes, como se mostró en las

Figs. 3.5(a)-(c), el espectro de excitaciones de carga resulta ancho y podría dificultar la

separación de plasmones con respecto al fondo. Notablemente, algunos estudios previos

de RIXS en niquelatos de capas infinitas no mostraron signos de plasmones en sus

mediciones [148-151]. Sin embargo, las condiciones experimentales de dichos trabajos

estaban optimizadas para la detección de excitaciones magnéticas, no para la búsqueda

de plasmones. Por esto, es muy deseable que nuevos experimentos en RIXS se realicen

en los niquelatos de capas infinitas ya que proveerían un panorama más concluyente

sobre la existencia de plasmones de baja energía en estos sistemas y, por lo tanto, sobre

la naturaleza de sus interacciones electrónicas.



Capítulo 4

ROL DE LOS PLASMONES EN

LA SUPERCONDUCTIVIDAD

4.1. Introducción

El origen y la naturaleza de la superconductividad en cupratos superconductores

de alta temperatura crítica ha sido un misterio desde su descubrimiento. Una de las

primeras y principales ideas para explicar dicho fenómeno físico consiste en que los

plasmones cumplen un rol fundamental en la superconductividad [17, 89, 152]. En di-

cha propuesta, los plasmones resultan mediadores bosónicos entre un par de Cooper y

suman su contribución a los mediadores fonónicos. Allí se sugiere que la coexistencia

de ambas contribuciones podría ser la responsable de las altas temperaturas críticas en

los cupratos. Además, como ya fue expuesto en los capítulos anteriores, la presencia de

plasmones ópticos y acústicos en los cupratos ha sido observada de manera inequívoca,

tanto en los dopados con electrones como en los dopados con agujeros. Esto indica

también que la interacción coulombiana de largo alcance opera en estos sistemas, algo

que, a priori, parece perjudicial para la superconductividad ya que la misma presenta

una proyección d-wave repulsiva. Esta aparente contradicción, sumada al hecho de que

hasta el día de hoy no existe una evidencia clara de que los plasmones contribuyan al

67
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mecanismo que origina la superconductividad, hacen imperativo el análisis exhaustivo

de estos interrogantes. Algunas teorías fenomenológicas han estudiado la posibilidad de

un apareamiento a través de fluctuaciones antiferromagnéticas para explicar el gap su-

perconductor en las proximidades de antiferromagnetismo [153, 154]. En este escenario,

las fluctuaciones antiferromagnéticas bidimensionales juegan el rol de un mecanismo

retardado, tal como los fonones en superconductores convencionales. Dentro del modelo

t-J , la discusión de si el mecanismo de apareamiento es retardado o instantáneo tam-

bién continúa [155, 156]. Mientras que en la Ref. [156] el mecanismo analizado presenta

contribuciones retardadas e instantáneas, en la Ref. [155] sólo se considera relevante

un mecanismo instantáneo.

En este capítulo se presenta un análisis sobre el rol que juega la repulsión coulom-

biana (y, por ende, los plasmones) en la superconductividad dentro del modelo t-J-V

utilizando el formalismo large-N, investigando también cuál es el origen físico del me-

canismo de apareamiento, su naturaleza instantánea o retardada, y la importancia de

las correlaciones electrónicas.

Los resultados de este capítulo se encuentran publicados en:

Luciano Zinni, Matías Bejas y Andrés Greco, “Superconductivity with and without

glue and the role of the double-occupancy forbidding constraint in the t-J-V mo-

del”, Phys. Rev. B 103, 134504 (2021).

4.2. La interacción superconductora efectiva

El mecanismo de apareamiento entre dos fermiones está generado por la interacción

superconductora efectiva Veff(k, k′; iνn, iν ′
n). A ésta se la calculó a través del formalismo

explicado en el Cap. 1, utilizando el diagrama en la Fig. 4.1, el cual muestra que en la

expansión large-N el apareamiento es mediado por las fluctuaciones de carga contenidas

en el propagador Dab. Además, de la observación del diagrama se desprende que Veff

https://doi.org/10.1103/PhysRevB.103.134504
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es O(1/N). Sería posible añadir un diagrama que contuviese dos vértices Λpp′

ab y dos

propagadores Dab pero esta contribución fue omitida ya que sería O(1/N2).

Veff=

k, iνn

k', iνn' k, iνn

a

b

k', iνn'

k-k', iνn-iνn'

Figura 4.1: Representación diagramática de la interacción efectiva entre dos fermiones.

La expresión analítica de la interacción efectiva resulta entonces

Veff
(
k, k′; iνn, iν ′

n

)
= ΛaDab

(
k − k′, iνn − iν ′

n

)
Λb, (4.1)

donde Λa y Λb son los vértices de tres patas de la Eq. (1.25) con p = p′. En el término

del lado derecho de la Ec. (4.1), en el propagador Dab las dependencias son q = k − k′

y iω = iνn − iν ′
n. Para su cálculo se realizó la continuación analítica iωn → ω + iΓ.

En la Ec. (4.1), el hecho de que Veff esté mediada a través del propagador bosónico

Dab implica que los plasmones participan en esta interacción entre pares de Cooper, ya

que, como fue demostrado en los capítulos anteriores, los mismos son proporcionales

a la componente D11. Pero, a diferencia de los análisis previos, el fenómeno de super-

conductividad en los cupratos es bidimensional y ocurre dentro de los planos; por esto,

se utilizará a continuación una versión bidimensional de la Ec. (1.35), la cual resulta

[157]

V (q) = Vc√
A (q)2 − 1

, (4.2)

donde A(q) = α(2 − cos qx − cos qy) + 1.

En este capítulo se trabajaron las escalas de energía en unidades del hopping t y se

eligió Γ = 0.01 para la continuación analítica. Además, por simplicidad, la dispersión
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electrónica se la tomó sólo a primeros vecinos, ya que no es el objetivo de este capítulo

explorar la dependencia con los demás hoppings. Sin embargo, cabe aclarar que, como

se ve en la Ref. [112], no se ven efectos de una singularidad de van Hove en los plasmones

para ningún valor de dopaje. Aquí fue chequeado también que un t′ finito no cambia

significativamente los resultados de este capítulo.

Así resulta

εk = −2
(
t δ

2 + ∆
)

(cos kx + cos ky) − µ. (4.3)

Se tomó también J = 0.3 (este valor está justificado en los capítulos anteriores) y

T = 0.

Primeramente se muestra que el modelo efectivamente contiene plasmones bidi-

mensionales. Para ello se eligió como parámetros Vc = 31 y α = 3.5 ya que son los

presentes en la Ref. [34] que, a pesar de que sí presenta t′ y tz, la dispersión electró-

nica es más cercana a la utilizada aquí. Se adoptó también K = 0 y se efectuaron los

mismos cálculos que en el Cap. 2 pero utilizando la repulsión coulombiana de la Ec.

(4.2). En la Fig. 4.2(a) se observa el espacio de ω-H (frecuencia-momento) cuyo mapa

de color corresponde a la parte imaginaria del elemento D11 del propagador bosónico,

que representa a la función de correlación de carga-carga de la Ec. (1.34). La disper-

sión más intensa corresponde a la única rama de plasmones que existe en un sistema

bidimensional. Estos plasmones se encuentran bien definidos para cada H, tal como se

espera dentro del modelo t-J-V . En dicha figura también se observa un remanente del

peso espectral del continuo de partícula-agujero para frecuencias ω < 0.45 (señalado

con una flecha blanca). La Fig. 4.2(b) muestra las frecuencias de los máximos extraídos

del mapa en (a) que corresponde a la frecuencia de los plasmones ωp para cada H. Se

observa que el modelo captura la tendencia esperable a bajo H: la frecuencia de los

plasmones es proporcional a la ley funcional
√

H, demostrado a través del ajuste (línea

verde en la figura) a la función a
√

H, con a = 2.92.

Para el estudio sobre el rol de los plasmones en superconductividad es necesario
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Figura 4.2: (a) Espacio ω-H cuyo mapa de color corresponde a la parte imaginaria de
la componente D11 del propagador bosónico (plasmones). La flecha blanca señala el
peso espectral remanente del continuo de partícula-agujero. (b) Espacio ω-H donde
los puntos violetas corresponden a la frecuencia de los plasmones ωp para cada H y
la curva de color verde corresponde a un ajuste para bajo H a la función a

√
H, con

a = 2.92.

optar por una forma de analizar qué contribuciones y qué simetrías de apareamiento

son las relevantes dentro del modelo. Para esto se adoptó una aproximación de aco-

plamiento débil [158, 159] para calcular el acople efectivo λi en los distintos canales i

[i = (dx2−y2 , dxy, s′, p)] (representaciones irreducibles de los parámetros de orden en la

red cuadrada), con

λi = 1
(2π)2

∫ (
dk/vk

) ∫ (
dk′/vk′

)
gi (k′) Veff (k′, k) gi (k)∫ (

dk/vk
)
gi (k)2 , (4.4)

donde las funciones gi(k) contienen las distintas simetrías de apareamiento, gdx2−y2 (k) =

cos(kx)−cos(ky), gdxy(k) = cos(kx) cos(ky), gs′(k) = cos(kx)+cos(ky) y gp(k) = sin(kx).

vk es la velocidad de la cuasipartícula con momento k. Las integraciones están restrin-

gidas a la superficie de Fermi, es decir, k y k′ se mueven sobre los momentos de la

superficie de Fermi y νn = ν ′
n = 0. λi mide la fuerza de interacción entre fermiones

sobre la superficie de Fermi en un dado canal de simetría i. Si λi > 0, los electrones
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son repelidos, por lo tanto, la superconductividad sólo es posible cuando λi < 0. La

temperatura crítica Tc se puede estimar de la expresión BCS Tci = 1.13ω0 exp(−1/|λi|),

donde ω0 es una frecuencia de corte adecuada que contiene efectos de retardo. Si λi es

despreciable no se espera que haya superconductividad, sin importar el valor de ω0. Más

allá de que este criterio sea una aproximación, el mismo otorga una forma de seleccio-

nar, en principio, los canales de apareamiento dominantes de todas las contribuciones,

independientemente de su naturaleza instantánea o retardada. Fue introducido para

los casos retardados tales como el de la interacción electrón-fonón [160], además de ser

utilizado para la interacción de fluctuaciones de espín en cupratos [153].

4.3. Repulsión coulombiana de corto alcance

Primeramente, para fijar ideas, se estudia el rol de la interacción coulombiana de

corto alcance con el objetivo de hacer un análisis de base y tener una comprensión

preliminar del mecanismo de superconductividad. Si bien el hecho de que sea de corto

alcance (a primeros vecinos) no genera plasmones que son efectos colectivos, su aná-

lisis permite tener un punto de partida para comparar con trabajos previos y luego

extenderlo a la interacción coulombiana de largo alcance.

El modelo de Hubbard tratado en el contexto de acoplamiento débil con la apro-

ximación de fase aleatoria muestra superconductividad d-wave [161], donde el meca-

nismo de apareamiento efectivo es mediado por la susceptibilidad dinámica de espín.

Allí, la interacción coulombiana de corto alcance, cuya forma en el espacio de Fourier es

V (q) = 2V [cos(qx)+cos(qy)] y que se espera que sea significativa en cupratos [162], afec-

ta negativamente la superconductividad porque tiene una proyección d-wave repulsiva.

El mismo efecto de V (q) se espera en las teorías fenomenológicas antiferromagnéticas

[153, 154].

Para el presente estudio se aseguró que la intensidad de la repulsión coulombiana
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se encuentre entre 0 ≤ V ≪ VCDW, donde VCDW es el valor para el que aparece una

inestabilidad de onda de densidad de carga tipo tablero de ajedrez [37, 163]. Utilizando

el propagador Dab en la Ec. (4.1) se calcula λi en función del dopaje para las distintas

simetrías. En la Fig. 4.3(a) se muestra el resultado para V = 0, en donde sólo hay

superconductividad para el canal dx2−y2 ya que λi < 0, todas las demás simetrías

presentan λi > 0. Por esto, todo lo que sigue estará centrado sólo en el canal dx2−y2 , y,

por simplicidad, se escribirá a λdx2−y2 como λ. En dicha figura también se observa que

alrededor de δ ≈ 0.13 las curvas presentan un comportamiento distinto al que tenían a

mayores dopajes. Esto es porque alrededor de ese valor de δ aparece la inestabilidad de

flujo (explicada en la Sec. 1.5), cuyo dopaje crítico para estos parámetros es δc ≈ 0.13

[38].
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Figura 4.3: (a) El acople efectivo λi versus el dopaje para distintas simetrías i y V = 0.
Sólo se observa superconductividad para la simetría dx2−y2 . (b) El acople efectivo λ y
λ(0) versus el dopaje para V = 0 y V = 0.3. Insertado: El acople efectivo λ y λ(0) versus
V para δ = 0.25 (para este δ, VCDW ≈ 1.9).

Considerando nuevamente Dab en la Ec. (4.1), se computó λ en función del dopaje

para los valores V = 0 y V = 0.3. En la Fig. 4.3(b) se muestra que, a pesar de que V (q)

tiene una proyección repulsiva d-wave, λ casi no es afectado por V . Este resultado es

contrario a otros que sugerían que la superconductividad era destruida por valores de
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V del orden de J [164-166].

Utilizando el propagador desnudo D
(0)
ab en lugar del propagador revestido Dab en

la Ec. (4.1), y descartando los términos constantes que no contribuyen al canal d, V
(0)

eff

resulta

V
(0)

eff

(
k, k′; ν, ν ′

)
=
(

J

2 − V

) [
cos

(
kx − k′

x

)
+ cos

(
ky − k′

y

)]
(4.5)

+ J

2

[
cos

(
kx + k′

x

)
+ cos

(
ky + k′

y

)]
.

De esta manera, V
(0)

eff es independiente de la frecuencia (resulta una interacción

instantánea). El primer término de V
(0)

eff que contiene a J y V proviene del sector 2 × 2

del propagador. El segundo término se origina en el sector 4 × 4. Es importante notar

que si en el hamiltoniano t-J-V de la Ec. (1.1) se consideran a los operadores c̃ como

fermiones convencionales, V
(0)

eff se puede recuperar como una aproximación de campo

medio del modelo t-J-V . En la Eq. (4.5), a pesar de que se observa que el primer y

segundo término presentan signos distintos dentro de los cosenos, la proyección sobre

el canal d de ambos es la misma a que si ambos términos tuvieran signos iguales, y la

diferencia de signos sólo afecta al canal p.

Considerando V
(0)

eff , el λ(0) correspondiente puede ser calculado. En contraste a λ, si

bien la superconductividad es robusta para V = 0, λ(0) desaparece para V = 0.3. Estos

resultados se exponen en la Fig. 4.3(b). Los mismos indican que la renormalización de

D
(0)
ab dada por la autoenergía Πab [Eq. (1.30)] apantalla el efecto de V . Además, λ(0) no

presenta el comportamiento divergente cercano a δ ≈ 0.13 como sí lo tiene λ. Esto se

debe a que las inestabilidades, y en particular la de flujo, aparecen al incluir los efecto

de la autoenergía Πab.

En la figura insertada en la Fig. 4.3(b) se muestran λ y λ(0) versus V para δ = 0.25.

Estos resultados para λ indican que la superconductividad casi no es afectada por la in-

teracción coulombiana cuando se considera al propagador bosónico Dab completamente
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revestido, incluso para V ≫ J . Por otro lado, para el caso del propagador desnudo D
(0)
ab

no se encuentra superconductividad para V > J = 0.3, como se desprende de la Ec.

(4.5).

4.3.1. Contribuciones de los sectores de Πab

Ya se ha demostrado que λ, el cual contiene la autoenergía bosónica, es robusto

frente a V , pero que dicha robustez no está presente en λ(0). A continuación se discutirá

qué componentes de Πab son las relevantes que llevan al comportamiento distinto entre

λ y λ(0).

Dado que la fase de flujo pertenece al sector 5-6 del propagador Dab, se calculó λ

incluyendo sólo las componentes del sector 2 × 2 Π11, Π12 y Π22, y las del sector de

flujo Π55, Π56 y Π66 en la ecuación de Dyson [Eq. (1.30)], estableciendo las demás nulas

manualmente. A esto se lo llama λCh−FP (las siglas Ch y FP hacen alusión, en inglés, al

sector de carga 2×2 y a la fase de flujo, respectivamente), y se muestran los resultados

en la Fig. 4.4(a) para V = 0 y V = 0.3. Por completitud también fue agregada allí la

curva para λ que se mostraba en la Fig. 4.3(b). Se desprende de estos resultados que

las componentes Π11, Π12, Π22, Π55, Π56 y Π66 son las más relevantes de la autoenergía

bosónica dado que capturan el mismo comportamiento de λ. Es importante notar que la

inclusión de Πab en la ecuación de Dyson introduce una dependencia en frecuencia en el

propagador bosónico revestido Dab, es decir, las interacciones efectivas son retardadas

en contraste con las interacciones instantáneas del propagador desnudo D
(0)
ab .

Ahora se analizarán las contribuciones de los sectores de carga 2 × 2 y de la fase

de flujo de manera separada.

Considerando sólo las componentes Π11, Π12 y Π22 en la ecuación de Dyson, la



76 Rol de los plasmones en la superconductividad76 Rol de los plasmones en la superconductividad76 Rol de los plasmones en la superconductividad

(a)

λ, V=0.0

λCh−FP
, V=0.0

λCh−FP
, V=0.3

0

−1.2

−0.8

−0.4

0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

λ

δ

(b)

λCh
, V=0.0

λCh
, V=0.3

λJ

0

−0.4

−0.2

0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

λ
δ

Figura 4.4: (a) El acople efectivo λCh−FP versus el dopaje para V = 0 y V = 0.3. Se
incluye λ de la Fig. 4.3(b). (b) El acople efectivo λCh para V = 0 y V = 0.3, y λJ

versus el dopaje.

interacción efectiva se escribe como

V Ch
eff

(
k, k′; ν, ν ′

)
=

−2Λ1 (δ − Π12) + Λ2
1Π22 −

{
δ2

2 (2V − J) Fk,k′ − Π11
}

(δ − Π12)2 + Π22
{

δ2

2 (2V − J) Fk,k′ − Π11
} (4.6)

+ J

2

[
cos

(
kx + k′

x

)
+ cos

(
ky + k′

y

)]
,

donde Fk,k′ = cos(kx − k′
x) + cos(ky − k′

y). Utilizando la Ec. (4.6) se calcula λCh. En la

Fig. 4.4(b) se muestra este resultado en función del dopaje δ para V = 0 y V = 0.3. Allí

se observa que λCh no es afectado por la inclusión de V , mostrando que la repulsión

coulombiana es, de hecho, apantallada por las componentes de Πab que pertenecen al

sector de carga 2×2. El segundo término en el lado derecho de la Ec. (4.6) es el mismo

que en la Ec. (4.5) y proviene del sector 4 × 4. A esta contribución se la llama λJ y

su comportamiento se muestra también en la Fig. 4.4(b). En la misma se observa que

las tres curvas son coincidentes, lo que indica que las componentes del sector 2 × 2 de

Πab apantallan el primer término de la Ec. (4.5) y, de esta manera, sólo la interacción

efectiva (J/2)[cos(kx + k′
x) + cos(ky + k′

y)] del sector 4 × 4 sobrevive.
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Cuando el modelo t-J es tratado a nivel de campo medio, se espera que la super-

conductividad sea disparada por el término de intercambio J(k − k′). Sin embargo,

la superconductividad es destruida por una interacción coulombiana de corto alcance.

Cuando la prohibición de doble ocupación es tratada apropiadamente, los efectos de la

interacción coulombiana son apantallados. Así, los resultados de esta sección muestran

una diferencia clara entre el tratamiento de la superconductividad a nivel de campo

medio y en el régimen de altas correlaciones. Esto apoya la idea original de P. W.

Anderson [155] sobre que la superconductividad viene de una contribución instantánea

dada por el término J(k − k′), pero a su vez estos resultados indican que para que tal

mecanismo exista es necesario tratar la prohibición de doble ocupación a un nivel más

allá de campo medio.

El apantallamiento producido por el sector 2 × 2 puede entenderse de la siguiente

manera. En el primer término de la Ec. (4.6), la segunda contribución es de tipo s-

wave principalmente, y no contribuye al canal d-wave, es decir, este término no es

relevante para el análisis de esta sección. La tercera contribución tiene la forma del

apantallamiento de la interacción coulombiana del RPA usual ya que Π22 es la burbuja

electrónica. De todos modos, es importante recordar que Π22 proviene en esta teoría de

las fluctuaciones del multiplicador de Lagrange introducido para imponer los vínculos.

Así, esta contribución apantalla el primer término de V
(0)

eff que contiene J y V y proviene

del sector 2 × 2, mientras que el término J del sector 4 × 4 (segundo término en

V
(0)

eff ) permanece sin ser afectado. Además, la primer contribución, cuyo numerador es

−2Λ1(δ −Π12), es independiente de J y V y tiene una proyección repulsiva d-wave muy

pequeña. De esta manera, si V = J = 0, es decir que sólo el sector 2 × 2 está presente,

no se espera que la superconductividad sea mediada por fluctuaciones de carga.

Es importante notar que la dependencia con el dopaje que presentan λCh y λJ no

muestra la misma caída abrupta cerca de δc que se observa en la Fig. 4.3(b). Esto se

debe a que no se incluyeron las componentes Π55, Π56 y Π66 del sector de la fase de

flujo. Para entender la influencia que tienen sólo estas componentes en λ, se tomó el
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propagador revestido Dab y se calculó Veff proyectando Dab sobre el autovector de la

fase de flujo (0, 0, 0, 0, 1/
√

2, −1/
√

2) [38], lo que resulta

V FP
eff

(
k, k′; ν, ν ′

)
= − (Λ5 − Λ6)2 ReχFP

(
k − k′, ν − ν ′

)
, (4.7)

donde Λ5 y Λ6 son la quinta y sexta componente de los vértices en la Ec. (1.25), y

χFP (q, ω) =
[(

8/J
)
∆2 − ΠFP (q, ω)

]−1
, (4.8)

la cual es la susceptibilidad de la fase de flujo [38]. ΠFP(q, ω) corresponde a la polari-

zabilidad electrónica dada por

ΠFP (q, ω) = − 1
Ns

∑
k

γ2
FP (q, k)

nF

(
εk+q

)
− nF (εk)

εk+q − εk − ω − iΓ , (4.9)

con el factor de forma γFP(q, k) = 2∆[sin(kx + qx/2) − sin(ky + qy/2)]. Para q = (π, π),

el factor de forma γFP(q, k) resulta proporcional a cos(kx) − cos(ky), es decir, la ines-

tabilidad de flujo tiene simetría d-wave. Así, χFP(q, ω) juega el rol de una interacción

retardada bosónica, como los fonones en superconductores convencionales.

Esta proyección permite aislar la contribución del sector de flujo para analizar su

efecto sobre λ. Para esto se calculó λFP en función del dopaje utilizando V FP
eff , cuyos

resultados se muestran en la Fig. 4.5. Mientras que a alto dopaje λFP va a cero, la curva

exhibe la caída abrupta al acercarse a δc. En la misma figura también se muestra λJ en

función del dopaje, de lo que se concluye que, al comparar ambas curvas, la fase de flujo

aumenta la superconductividad sólo cerca del punto crítico cuántico δc, asociado con

la inestabilidad de flujo. Esta tendencia de aumentar la superconductividad se puede

pensar como si estuviera disparada por fluctuaciones cuánticas críticas [167]. Cuando

se introduce un ensanchamiento Γ mayor, la fase de flujo es desplazada a dopajes más

bajos [168]. En la figura insertada en la Fig. 4.5 se muestran los resultados para λFP y

λJ en función del dopaje para Γ = 0.05. Para este valor de ensanchamiento, la fase de
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flujo no aparece en un dopaje finito.
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Figura 4.5: El acople efectivo λFP y λJ versus el dopaje. Insertado: λFP y λJ versus el
dopaje para Γ = 0.05.

4.4. Repulsión coulombiana de largo alcance

El estudio de la repulsión coulombiana de corto alcance brindó una serie de re-

sultados importantes respecto al mecanismo de apareamiento principal que produce

superconductividad dentro del modelo t-J-V , por qué el mismo sobrevive ante una

fuerza entre electrones repulsiva significativa y cuáles son todas las contribuciones que

aportan a este escenario. Sin embargo, dado que la presencia de plasmones fue probada

en cupratos superconductores de alta temperatura crítica de manera inequívoca, es

crucial extender este análisis incluyendo una repulsión coulombiana de largo alcance,

ya que es la que genera los plasmones.

Dado que se ha probado que el modelo contiene plasmones, se procede a calcular el

mecanismo de acoplamiento que media la superconductividad, lo que permite evaluar el

rol de los plasmones en dicho mecanismo. Para esto se introdujo la forma bidimensional

de la repulsión coulombiana de largo alcance [Ec. (4.2)] en el propagador D
(0)
ab de la
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Ec. (1.24) y, luego de renormalizarlo a través de la Ec. (1.30) (ecuación de Dyson), se

calculó la interacción efectiva que contiene a los plasmones, la cual fue llamada V pl
eff , y

luego su correspondiente acople efectivo λpl. En la Fig. 4.6(a) se observa que para los

valores realistas de Vc y α que se han usado sólo se encuentra superconductividad para

el canal d-wave. El hecho de que esta figura sea casi idéntica a la Fig. 4.3(a), donde se

había calculado el acople efectivo pero sin ninguna repulsión coulombiana indica que

para todas las simetrías, los efectos de la repulsión coulombiana de largo alcance, es

decir, los plasmones, son totalmente apantallados.
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Figura 4.6: (a) El acople efectivo λpl
i versus el dopaje para distintas simetrías i. Sólo

se observa superconductividad para la simetría dx2−y2 . (b) El acople efectivo λpl y
λpl,(0) versus el dopaje para Vc = 0 y Vc = 31. La curva de trazos y puntos de color
celeste corresponde a λ (acople efectivo calculado con la repulsión coulombiana de corto
alcance) para V = 0.3 [misma curva sólida celeste en la Fig. 4.3(b)] Insertado: Igual
que (b) pero con el rango de λpl ampliado donde aparece λpl,(0) con Vc = 31. Aquí se
observa que valores realistas de la repulsión coulombiana de largo alcance destruyen
ampliamente la superconductividad en el contexto de campo medio.

En la Fig. 4.6(b) se muestra λpl versus el dopaje para los valores de Vc = 31 y

Vc = 0. Allí, las curvas etiquetadas con λpl,(0) corresponden al acople efectivo calculado

con el propagador desnudo D
(0)
ab . Las curvas de color negro (tanto la sólida como la de

trazo) que corresponden al caso de Vc = 0 resultan las mismas que en la Fig. 4.3(b),
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como es de esperarse. El resultado para λpl con el valor realista Vc = 31 se muestra a

través de la curva sólida de color celeste, la cual tiene una tendencia muy similar al caso

de λpl con Vc = 0, indicando una vez más que la repulsión coulombiana de largo alcan-

ce es apantallada en gran medida por la renormalización a través de la autoenergía.

Allí se agregó también el resultado para el caso de la repulsión coulombiana de corto

alcance (línea de trazos y puntos celeste), que muestra que todos los resultados son

similares, indicando una vez más la poca influencia que tiene la repulsión coulombiana

en la superconductividad, sea de corto o largo alcance, al incorporar las correlaciones

electrónicas. En la figura insertada se observa también λpl,(0) para Vc = 31 en una

escala ampliada respecto a la figura principal. Para este caso donde las correlaciones

electrónicas no fueron incluidas, las repulsión coulombiana destruye la superconducti-

vidad en gran manera. Este resultado es consistente con lo observado para la repulsión

coulombiana de corto alcance.

Estos resultados indican que los plasmones son en sí perjudiciales para la supercon-

ductividad, en contra de las ideas originales expuestas en [17]. Sin embargo, dentro del

modelo t-J-V a través del formalismo large-N la repulsión coulombiana es apantallada

por las correlaciones electrónicas, permitiendo que la superconductividad sobreviva y

sea generada a través de un mecanismo de apareamiento mediado por la interacción de

intercambio de espín J(k − k′), tal como propuso originalmente P. W. Anderson.
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CONCLUSIONES

La investigación realizada en esta tesis aborda el papel de las correlaciones electró-

nicas y las excitaciones colectivas de carga en cupratos y niquelatos de capas infinitas,

además del rol de los plasmones en la superconductividad de alta temperatura crítica.

A través de un análisis detallado de modelos teóricos, apoyado por comparaciones con

resultados experimentales, se han obtenido nuevos conocimientos sobre la naturaleza

compleja de estos sistemas.

El modelo base que se ha empleado en toda esta tesis es el modelo t-J-V , el cual fue

tratado con técnicas de teoría cuántica de campos (Faddeev-Jackiw), la representación

de integral de camino de los operadores de Hubbard y un formalismo basado en una

expansión large-N, para arribar a expresiones analíticas que permitieron calcular la

susceptibilidad de carga, es decir, los plasmones, y el mecanismo de superconductividad

subyacente en el modelo. Además, se contrastaron ciertos resultados con los dados

por la aproximación de fase aleatoria (RPA), una técnica ampliamente utilizada en la

bibliografía más allá de ser desarrollada para sistemas débilmente correlacionados.

A continuación se resumen las principales conclusiones de cada capítulo, luego se

dan unas conclusiones generales y, para finalizar se presentan las perspectivas a futuro.

83



84 Conclusiones84 Conclusiones84 Conclusiones

Plasmones en cupratos superconductores de alta tem-

peratura crítica

En este capítulo, se ha llevado a cabo un análisis detallado de los plasmones en

cupratos superconductores mediante enfoques teóricos, basado en resultados experi-

mentales obtenidos por un equipo colaborador a través de la técnica de dispersión

inelástica y resonante de rayos X (RIXS) en dos cupratos de capas infinitas, uno dopa-

do con agujeros (La2−δSrδCuO4) y otro con electrones (La2−δCeδCuO4), con un dopaje

δ = 0.16 para ambos. Las observaciones experimentales mostraron la presencia de

plasmones de tipo acústico en ambos sistemas, cuyas velocidades fueron analizadas con

el modelo de Fetter, el cual permitió estimar que los parámetros de banda desnudos

de ambos cupratos no pueden capturar las observaciones experimentales de RIXS y

que para ello es necesaria la introducción de una masa efectiva por fuera de la teoría,

cuyos valores se estimaron en m∗/m = 2.0 para LSCO y m∗/m = 1.7 para LCCO.

Esto permitió concluir que los plasmones de tipo acústico tienen información sobre las

correlaciones electrónicas.

El resultado anterior fue apoyado con el cálculo de plasmones en RPA, obteniéndose

que para parámetros de banda desnudos, los resultados arrojaron constantes dieléctricas

no físicas y la dispersión de los plasmones se encontraba por adentro del continuo

de partícula-agujero, indicando que no se habían obtenido resonancias verdaderas, en

contraposición con las observaciones experimentales. Se introdujeron manualmente las

masas efectivas encontradas con el modelo de Fetter en la dispersión electrónica de

RPA generando así parámetros de banda renormalizados y se volvieron a calcular

los plasmones, dando como resultado dispersiones que capturaron los experimentos

correctamente y con verdaderas resonancias. Además, los valores de las constantes

dieléctricas resultaron físicamente aceptables.

Por otro lado, el modelo t-J-V tratado con el formalismo large-N se mostró eficaz
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para capturar de manera más natural y robusta el comportamiento de los plasmones,

ya que integra intrínsecamente las altas correlaciones electrónicas. Las dispersiones

calculadas bajo este marco teórico coincidieron correctamente con todos los resultados

experimentales en RIXS, lo que resalta la capacidad de esta teoría para describir la

dinámica colectiva de los portadores de carga en cupratos.

Además, si bien RPA con parámetros renormalizados y el modelo t-J-V son capa-

ces de reproducir fehacientemente los plasmones experimentales para un dopaje fijo,

al cambiar el dopaje ambos modelos presentaron diferencias claves. Se calcularon los

plasmones de tipo acústico en función del dopaje para el cuprato LSCO fijando ciertos

valores de momento junto a la rama óptica y se concluyó que, en la zona de bajo dopaje,

RPA presenta una tendencia descendiente de la frecuencia de plasma a medida que se

dopa con agujeros el sistema, mientras que el modelo t-J-V presenta una tendencia

creciente, siendo esta última la que coincide con los experimentos realizados en RIXS.

Los resultados presentados en este capítulo muestran que, aunque enfoques como

RPA pueden ser útiles bajo ciertas condiciones, es crucial considerar modelos que inclu-

yan las correlaciones electrónicas de forma explícita para una descripción más precisa

de las propiedades de los plasmones en cupratos superconductores. El modelo t-J-V se

presenta como una herramienta poderosa para entender la dinámica compleja de las

excitaciones colectivas de carga, destacando la necesidad de integrar los efectos de las

altas correlaciones para una comprensión más completa de estos sistemas fuertemente

correlacionados.

Los niquelatos superconductores

En este capítulo se exploraron las propiedades electrónicas y de carga de los nique-

latos superconductores de capas infinitas, evaluando sus similitudes y diferencias con

los cupratos superconductores. Se realizó un estudio teórico detallado de los plasmones
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en estos materiales bajo dos hipótesis: la primera, que los niquelatos son sistemas de

electrones altamente correlacionados análogos a los cupratos, y la segunda, que pre-

sentan interacciones electrónicas débiles, más adecuadas a una descripción mediante

RPA.

Al calcular los plasmones, se encontraron diferencias significativas entre los resul-

tados obtenidos con el modelo t-J-V y RPA. El modelo t-J-V predijo plasmones de

tipo acústico bien definidos para todo momento estudiado y con un gap de energía

de 319meV, observable en experimentos de RIXS. Por otro lado, bajo el enfoque de

RPA, los plasmones aparecieron más amortiguados y presentaron un gap de energía

de 567meV. Si bien este valor es mayor que el del modelo t-J-V y también sería de-

tectable, el alto hopping entre planos tz de los niquelatos genera la presencia de un

gran continuo de partícula-agujero en RPA y produce que los plasmones calculados no

sean resonancias verdaderas, lo que podría dificultar su detección experimental. Este

contraste teórico proporciona una herramienta para discernir el régimen electrónico en

que se encuentran los niquelatos, lo cual podría confirmarse mediante experimentos

en RIXS enfocados en la detección de plasmones de baja energía. Estos últimos son

muy deseados ya que serían capaces de clarificar el grado de correlación electrónica en

los niquelatos y, por lo tanto, aportar una mejor comprensión de los mecanismos de

acoplamiento en superconductores de alta temperatura crítica.

El rol de los plasmones en la superconductividad

En este capítulo, se analizó el rol de los plasmones en la superconductividad de

los cupratos, utilizando el modelo t-J-V y el formalismo large-N. Para su estudio, pri-

meramente se evaluó la interacción efectiva superconductora en presencia de repulsión

coulombiana de corto alcance, se encontró que esta última ejerce una influencia desfavo-

rable sobre la superconductividad debido a su naturaleza repulsiva en el canal d-wave.

No obstante, la robustez de la superconductividad se mantuvo cuando se incorporaron
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las altas correlaciones electrónicas produciendo el apantallamiento de la repulsión de

corto alcance, lo que atenuó sus efectos adversos.

Para entender la influencia de los plasmones sobre la superconductividad, se ex-

tendió el análisis a la repulsión coulombiana de largo alcance, adoptándose su forma

bidimensional dado que la superconductividad ocurre en los planos. Los resultados

mostraron que, aunque los plasmones están presentes en el sistema y, en teoría, po-

drían actuar como mediadores de interacción entre pares de Cooper, los efectos de la

repulsión coulombiana de largo alcance resultaron negativos para la superconductivi-

dad, pero, además, fueron ampliamente apantallados por las correlaciones electrónicas

en el modelo t-J-V , minimizando la contribución de los plasmones al mecanismo de

apareamiento. En este sentido, el formalismo large-N sugiere que los plasmones no

cumplen el rol de mediadores de la superconductividad.

Este hallazgo es de gran relevancia, pues sugiere que el mecanismo dominante de

la superconductividad en cupratos está mediado por la interacción de intercambio de

espín [J(q)], en concordancia con la teoría de P. W. Anderson, quien propuso un me-

canismo de apareamiento instantáneo basado en interacciones de espín en lugar de un

acoplamiento retardado (como los plasmones). En consecuencia, aunque los plasmones

forman parte de las excitaciones colectivas en los cupratos y su existencia fue demos-

trada, su contribución al mecanismo superconductor es prácticamente nula cuando se

considera el contexto de altas correlaciones electrónicas.

Finalmente, el marco teórico trabajado en este capítulo refuerza la hipótesis de

que el origen de la superconductividad en los cupratos está ligado a las interacciones

de espín, siendo las correlaciones electrónicas las que permiten el apantallamiento de

las interacciones coulombianas, dejando así que el intercambio de espín actúe como

el verdadero mediador en la formación de pares de Cooper. Este análisis aclara que,

aunque los plasmones son excitaciones importantes para entender la dinámica de carga

en estos sistemas, su influencia en la superconductividad es insignificante.
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Conclusión general

En conjunto, los resultados de esta tesis destacan que para comprender el com-

portamiento colectivo de los electrones en cupratos y niquelatos y su relación con la

superconductividad, es indispensable emplear modelos teóricos que capturen adecua-

damente las correlaciones electrónicas. Los estudios sobre plasmones revelan que estos

materiales exhiben características únicas en sus excitaciones colectivas de carga, in-

fluidas directamente por el tipo de dopaje y el régimen de correlación electrónica. El

modelo t-J-V y la expansión large-N fueron fundamentales para lograr una descripción

precisa de estas propiedades, mientras que enfoques de acoplamiento débil como RPA

son insuficientes en el contexto de materiales altamente correlacionados.

En el caso de los niquelatos, los plasmones de tipo acústico tienen el potencial de

establecer si presentan una física de altas correlaciones similar a la de los cupratos o si

su comportamiento puede entenderse desde un régimen de interacciones más débiles.

Finalmente, el hallazgo dado dentro del modelo t-J-V y la expansión large-N de que

las correlaciones electrónicas apantallan la repulsión coulombiana de largo alcance (es

decir, los plasmones) y facilitan el acoplamiento de pares de Cooper a través de la inter-

acción de intercambio de espín representa un avance significativo en el entendimiento

de la superconductividad en sistemas altamente correlacionados.

Perspectivas a futuro

Los resultados de esta tesis han abierto varias líneas de investigación con respecto

a los cupratos y los niquelatos, las cuales se listan a continuación:

Se espera que las conclusiones de esta tesis motiven rápidamente experimentos

en RIXS sobre niquelatos de capas infinitas para la detección de plasmones, de
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manera de discernir entre las distintas predicciones dadas por los modelos con-

trapuestos explorados en esta tesis. Esto permitirá extender el análisis teórico a

modelos más particulares a estos sistemas.

Los nuevos niquelatos de dos y tres capas en los que ha sido descubierta supercon-

ductividad de alta temperatura crítica bajo presión son un tema muy candente

de investigación. Es de gran interés extender el modelo t-J-V con el formalismo

large-N a sistemas multicapas, lo que implica una reformulación prácticamente

desde los cimientos de la teoría. Esto luego permitiría analizar tanto la supercon-

ductividad como la existencia de plasmones ópticos y acústicos en estos sistemas.

La extensión a varias capas del modelo utilizado aquí permitirá el análisis de

plasmones en cupratos de dos capas, como lo son los basados en itrio (YBCO),

por ejemplo, donde sólo existe un trabajo hasta la fecha que haya contrastado

mediciones de plasmones con un modelo teórico [169]. Ésto fue realizado sólo en

RPA, por lo que contrastar con un modelo que contemple las altas correlaciones

electrónicas como lo es el modelo t-J-V y el formalismo large-N resulta de am-

plio interés y podrían surgir nuevas características e incógnitas físicas sobre los

cupratos superconductores de alta temperatura crítica.
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Deducción de la interacción

coulombiana de largo alcance en

sistemas de capas infinitas

Para obtener la forma de la interacción coulombiana de largo alcance es necesario

resolver la ecuación de Poisson teniendo en cuenta la estructura de la red de los sistemas

de capas infinitas, es decir, considerando una red cuadrada dentro de planos, los cuales

se encuentran apilados entre sí.

Se parte de la forma discretizada de esta ecuación, la cual resulta [157]

ϵ∥
∑

η=x,y

ϕi−j+η + ϕi−j−η − 2ϕi−j

a2 + ϵ⊥
ϕi−j+z + ϕi−j−z − 2ϕi−j

d2 = −eδ
(
ri − rj

)
, (10)

donde i y j corren sobre los sitios de la red y ϕ es el potencial eléctrico. En esta

ecuación se ha utilizado unidades del sistema internacional, por lo que [ϕi−j] =Vm3.

La transformada de Fourier de ϕ es

ϕi =
∑

q

ϕqe
iq.ri , (11)
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y sabiendo que δ(ri − rj) = ∑
q eiq.(ri−rj) resulta

∑
q

eiq.(ri−rj)
ϵ∥

ϕq

a2

∑
η=x,y

(
eiqη + e−iqη − 2

)
+ ϵ⊥

ϕq

d2

(
eiqz + e−iqz − 2

) = −e
∑

q

eiq.(ri−rj),

(12)

lo que puede ser reescrito como

∑
q

eiq.(ri−rj)
ϵ∥

ϕq

a2

∑
η=x,y

(
2 cos qη − 2

)
+ ϵ⊥

ϕq

d2 (2 cos qz − 2)
 = −e

∑
q

eiq.(ri−rj). (13)

De aquí se obtiene que

ϵ∥
ϕq

a2

∑
η=x,y

(
2 cos qη − 2

)
+ ϵ⊥

ϕq

d2 (2 cos qz − 2) = −e, (14)

o, sacando como factor común ϵ⊥2ϕq

d2 ,

ϵ⊥2ϕq

d2

[
ϵ∥

ϵ⊥

d2

a2

(
cos qx + cos qy − 2

)
+ (cos qz − 1)

]
= −e, (15)

de donde se despeja el potencial eléctrico y resulta

ϕq = − ed2

2ϵ⊥

1
α
(
cos qx + cos qy − 2

)
− 1 + cosqz

, (16)

con α = ϵ̃/(a/d)2, donde ϵ̃ = ϵ∥/ϵ⊥.

La interacción coulombiana V (q) que aparece en el hamiltoniano de la Ec. 1.1 se

relaciona con el potencial eléctrico como V (q) = ϕqcarga/volumen, donde carga = e

y volumen = a2d. De aquí se obtiene

V (q) = Vc

α
(
2 − cos qx − cos qy

)
+ 1 − cos qz

, (17)

donde Vc = e2d(2ϵ⊥a2)−1. La Ec. 17 resulta la misma que la Ec. 1.35.



Detalles experimentales de las

mediciones en LSCO y LCCO

Crecimiento y caracterización de las muestras

Para el caso de la muestra de LSCO, se utilizó un monocristal crecido a través

del método de zona flotante, el cual había sido utilizado previamente en un estudio en

plasmones [22]. El cristal fue debidamente preparado antes de cada experimento, en el

vacío. Se verificó que su dopaje sea de δ = 0.16 utilizando mediciones de magnetización,

las cuales correspondieron a una temperatura crítica superconductora de 38K.

Para el caso de LCCO, se crecieron películas delgadas de alta calidad sobre sustratos

de SrTiO3 a través de la técnica de deposición con pulsado láser, con un grosor de

100nm. Las películas presentaron una variación lineal en la concentración de Ce desde

0.1 a 0.19 a lo largo de la superficie del sustrato, fabricado por la técnica de movimiento

continuo de esténcil [170]. La dirección de dicha variación estaba alineada de manera

perpendicular al plano de dispersión de RIXS. Las constantes de red en el eje c y las

temperaturas de transición medidas a lo largo del gradiente de concentración fueron

consistentes con los resultados en películas de LCCO con un solo dopaje [171]. Para δ =

0.16, la temperatura crítica fue medida en 7.87K utilizando mediciones de resistividad.

El cuprato dopado con agujeros LSCO y el dopado con electrones LCCO pertenecen

a la familia de cupratos de capas infinitas, los cuales se obtienen dopando el compuesto
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padre La2CuO4. Tales cupratos cristalizan en estructuras distintas: la T de tipo K2NiF4

para el caso de LSCO y la T ′ de tipo Nd2CuO4 para LCCO [98]. En la estructura T ,

los átomos de O forman una jaula octaédrica alrededor del Cu, mientras que en la

estructura T ′ los átomos en los ápices del octaedro están ausentes (ver Fig. .7), lo que

genera estados fundamentales distintos para los sistemas dopados.

LSCO LCCO

Cu

O

Figura .7: Esquema de las estructuras cristalinas de los cupratos LSCO y LCCO, el
cual muestra los planos Cu-O. Se muestran sólo los átomos de O alrededor del átomos
central de Cu.

En la Tabla 1 se muestra un resumen de los parámetros obtenidos durante la

caracterización de las muestras de LSCO y LCCO.

a [Å] d = c/2 [Å] δ Tc [K]
LSCO 3.77 6.55 0.16 38
LCCO 4.01 6.23 0.16 7.87

Tabla 1: Parámetros de las muestras de LSCO y LCCO. a: Constante de red dentro del
plano. d = c/2: Distancia entre planos Cu-O. δ: Dopaje. Tc: Temperatura de transición
superconductora.
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Estructura electrónica

Una fuerte hibridización Cu-O y las interacciones coulombianas en un mismo sitio

dan lugar a la banda de Hubbard superior (UHB, por sus siglas en inglés) y la banda

del singlete de Zhang y Rice (ZRS), como se muestra en la Fig. .8 [58, 66, 99, 172-178].

El potencial electrostático en los sitios del Cu se encuentra elevado debido a la falta

de O en los ápices del octaedro en LCCO con respecto a LSCO, lo que resulta en

una energía de transferencia de carga menor (∆TC). El dopaje de agujeros mueve el

potencial químico µ hacia el ZRS, mientras que el dopaje de electrones lo mueve hacia

la parte inferior de la UHB. De esta manera, la dinámica de los portadores de carga

puede investigarse utilizando espectroscopía de rayos X sintonizando la energía de los

fotones en las transiciones resonantes de dichas bandas.

UHB

EF

ZRS

NB

T

ΔTC

ΔTCDopado con electrones:

UHB

EF

ZRS

NB

T

ΔTC

ΔTC

Dopado con agujeros:

Figura .8: Representación esquemática de las transiciones electrónicas dentro de la
estructura de varias bandas para los cupratos dopados con agujeros y con electrones
[172]. UHB, ZRS, NB y T representan la banda de Hubbard superior, la del singlete de
Zhang y Rice, la del O non-bonding y la del triplete de Zhang y Rice, respectivamente.

En la Fig. .9 se muestra el espectro de absorción de rayos X (XAS, por sus siglas

en inglés) de LSCO y LCCO para el dopaje de δ = 0.16, obtenidos en los (a) Cu
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L3-edge y (b) O K-edge. Las energías de los fotones incidentes utilizados en RIXS se

señalan con una flecha en las figuras. El pico XAS en el Cu L3-edge corresponde a

la transición hacia la UHB en ambos sistemas. En LSCO, el primer pico XAS en O

K-edge corresponde a los estados de agujero, mientras que el segundo (alrededor de

1.5eV mayor) corresponde a la transición a la UHB [176-178]. Para LCCO, el pico XAS

en O K-edge es la transición a la UHB [177, 178].

(a) Cu L3−XAS
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Figura .9: Espectro de absorción de rayos X (XAS) de LSCO y LCCO (δ = 0.16) en los
(a) Cu L3-edge y (b) O K-edge. Las flechas indican las energía de los fotones incidentes
que se utilizaron para medir los plasmones en RIXS.

Mediciones en RIXS y extracción de plasmones

La presión dentro del recipiente se mantuvo alrededor de los 5 × 10−10mbar. Las

muestras fueron enfriadas hasta 25K. Esto significa que la muestra de LSCO estaba
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por debajo de su Tc y la de LCCO estaba por encima de su Tc; sin embargo, un estudio

previo encontró que no hay cambios significativos en la dispersión de los plasmones para

estos rangos de temperaturas al pasar por sus temperaturas críticas [112]. El espectro

de RIXS de alta resolución en energía fue recogido en los Cu L3-edge (∆ ≃ 0.045eV)

y O K-edge (∆ ≃ 0.043eV) con polarización σ, en el I21-RIXS beamline, Diamond

Light Source, Reino Unido [179]. La posición de transferencia de energía cero y la

resolución en energía fueron determinadas a través de mediciones subsecuentes de los

picos elásticos en una cinta de carbono adyacente. Los valores negativos y positivos de H

representan las distintas simetrías oblicuas de incidencia y de salida, respectivamente.

Los datos de RIXS fueron normalizados respecto al flujo de fotones incidentes, y

luego corregidos por efectos de auto-absorción antes de su ajuste. Se utilizó una forma

gaussiana con la resolución experimental en energía para ajustar la línea elástica. Tam-

bién se utilizaron formas gaussianas para ajustar las excitaciones fonónicas alrededor

de 0.045eV y sus armónicos. Las intensidades de la dispersión S(q, ω) de los plasmones,

bimagnones y paramagnones, dependientes de las partes imaginarias de sus respectivas

susceptibilidades dinámicas χ′′(q, ω) fueron modeladas como

S (q, ω) ∝ χ′′ (q, ω)
1 − e−ℏω/kBT

, (18)

donde kB, T y ℏ son las constantes de Boltzmann, la temperatura y la constante

reducida de Planck. Para representar la función respuesta fue utilizado un oscilador

armónico amortiguado genérico,

χ′′ (q, ω) ∝ γω[
ω2 − ω2

0

]2
+ 4ω2γ2

, (19)

donde ω0 y γ son la frecuencia no amortiguada y el amortiguamiento, respectivamente.

Primero se extrajo la energía, amplitud y ancho del centro de zona del modo in-

coherente en H = 0.01 y se concluyó que era un bimagnón; luego se fijó su amplitud
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y su ancho para todo el rango de momento [22]. A los valores de energía de los bi-

magnones se les permitió variar entre ±20meV. Una componente paramagnónica fue

añadida para el espectro de RIXS en el Cu L3-edge para LCCO. Debajo de H < 0.02

se encontraron correlaciones significativas entre las amplitudes y energías elásticas, fo-

nónicas y plasmónicas, por lo que la energía de los plasmones que se determinaron en

estas regiones no fueron muy conclusivas y no se tuvieron en cuenta para el análisis.

Fue incluido un fondo cuadrático de alta energía para incluir al modelo de ajuste la

contribución de las excitaciones dd que se encuentran por encima de 1.5eV.



Deducción de la fórmula de Fetter

En el modelo de Fetter [13], la relación de dispersión para los plasmones acústicos

es

ωp =

√√√√⟨vF ⟩2

2 q2
∥ + Ω2

p

q∥d

2
sinh(q∥d)

cosh(q∥d) − cos(qzd) , (20)

donde ⟨vF ⟩ es el promedio de la velocidad de Fermi, Ωp es la frecuencia de plasma

óptica y d es la distancia entre planos. La velocidad del plasmón vp puede derivarse de

la Ec. (20) de la siguiente manera.

Primeramente se nombran a a = ⟨vF ⟩2/2 y b = Ω2
p/2, lo que resulta

ωp =

√√√√aq2
∥ + bq∥d

sinh(q∥d)
cosh(q∥d) − cos(qzd) . (21)

La velocidad del plasmón para qzd ̸= 0 es

vp = ∂ωp

∂q∥
=

2aq∥ + bq∥d2

cosh(q∥d)−cos(qzd)

[
cosh(q∥d) + sinh(q∥d)

q∥d
− sinh2(q∥d)

cosh(q∥d)−cos(qzd)

]
2
√

aq2
∥ + bq∥d

sinh(q∥d)
cosh(q∥d)−cos(qzd)

. (22)

Ahora se tiene que evaluar el límite cuando q∥ → 0, así que se extrae q∥ como factor

común del numerador y denominador de la Ec. (22), y luego se ejecuta dicho límite,

dando

ĺım
q∥→0

vp =
2a + 2bd2

1−cos(qzd)

2
√

a + bd2

1−cos(qzd)

. (23)
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Se escribe 2 sin2(1
2qzd) = 1 − cos(qzd), de manera que la Ec. (23) resulta

ĺım
q∥→0

vp =
a + bd2

2 sin2
(

1
2 qzd

)
√

a + bd2

2 sin2
(

1
2 qzd

) . (24)

Finalmente, la velocidad del plasmón para qzd ̸= 0 cercano a q∥ = 0 es

vp =
√

⟨vF ⟩2

2 +
Ω2

pd2

4 sin−2
(

1
2qzd

)
, (25)

la cual resulta igual a la Ec. (26) en la Ref. [13].

En el Cap. 2 se ha calculado y comparado con mediciones hechas para qzd = π

(L = 1), por lo que la Ec. (25) se vuelve

vp =
√

⟨vF ⟩2

2 +
Ω2

pd2

4 , (26)

que es el resultado buscado.



¿Qué dice RPA sobre el término

⟨vF ⟩ en el modelo de Fetter?

Como se mencionó en el texto principal, existe el debate sobre el uso del modelo de

Fetter y si el mismo es aplicable a cupratos. En particular, la presencia del término que

depende de ⟨vF ⟩ en la Ec. (2.3) y su uso varía en la bibliografía. En este apéndice se

mostrarán resultados dentro del contexto de RPA que apoyan la presencia del mismo

en cupratos.

Primeramente, la Ec. (2.3) se reescribe como

v2
p = ⟨vF ⟩2

2 +
Ω2

pd2

4 = a + bΩ2
p. (27)

Tanto la dispersión de los plasmones de tipo acústico como la frecuencia de plasma

óptica Ωp dependen sólo de los parámetros de banda y de la interacción coulombiana.

Se fijaron los parámetros de banda para LSCO en este caso y, de manera teórica, se

varió el valor de Ωp a través de la Ec. (2.9) fijando un valor de α y cambiando Vc.

Luego, con los distintos valores de Vc se calcularon las velocidades de los plasmones

correspondientes, tanto para m∗/m = 1.0 como para m∗/m = 2.0. Estos resultados

se muestran en la Fig. .10. Allí se observa que los cuadrados de ambas magnitudes se

relacionan a través de una función lineal para ambas masas efectivas, y la ordenada al

origen tiene un valor significativo. Esta ordenada al origen corresponde al término de

⟨vF ⟩, lo que claramente muestra que es no nulo, por lo que inclusión está totalmente
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justificada dentro del contexto de RPA, incluso para parámetros de banda de cupratos.
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Figura .10: Cuadrado de la velocidad de los plasmones versus cuadrado de la frecuencia
de plasma óptica calculado con los parámetros de banda de LSCO para (a) m∗/m = 1.0
y (b) m∗/m = 2.0.

También se observa en la Fig. .10 que el ajuste lineal arroja una pendiente similar

para ambas masas efectivas, lo que se espera de la Ec. 27 ya que sólo depende del

parámetro de red d. De hecho, es posible extraer el valor de d de cada ajuste, lo que

arroja d = 6.78Å y d = 6.87Å para m∗/m = 1.0 y m∗/m = 2.0, respectivamente,

los cuales son cercanos al valor experimental de 6.55Å. Esto muestra la potencia del

modelo de Fetter ya que dichos valores de d fueron extraídos sólo con la información

de los parámetros de banda y de la interacción coulombiana, sin ningún otro tipo de

información de sistema.

Finalmente, las ordenadas al origen difieren en alrededor de un factor 4, lo que
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se espera de ese término al depender de ⟨vF ⟩2 cuando se pasa de m∗/m = 1.0 a

m∗/m = 2.0. De esta manera, RPA apoya el uso del término que depende de ⟨vF ⟩ en

el modelo de Fetter.
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