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RESUMO

A spintrônica e a magnônica são áreas de desenvolvimento recente que se tornaram
muito importantes na f́ısica da matéria condensada, em particular, no magnetismo. Um
fenômeno que estudamos nesta tese foi o comportamento da precessão da magnetização
de materiais magnéticos, quando excitada por micro-ondas na faixa de alguns GHz. Para
isso montamos a técnica de ressonância ferromagnética de banda larga com linha de fita,
de forma que pudemos fazer os mais diversos experimentos. Em particular pudemos
variar a frequência em um intervalo considerável (1-10 GHz) dependendo do material.
Estudamos também fenômenos envolvendo a conversão de corrente de spin em corrente
de carga em bicamadas ferromagnética(FM)/metal normal(MN). A geração da corrente
de spin se deu através de dois processos: a precessão da magnetização (spin pumping)
ou com gradiente térmico (spin Seebeck). Como resultados mais importantes citamos as
medidas de spin pumping e spin Seebeck feitas simultaneamente. Mostramos que os efei-
tos se “somam”, além de evidenciarem que o amortecimento do material ferromagnético
(FM) pode ser controlado pelo gradiente térmico. Outra demonstração importante desta
tese foi mostrar que é dif́ıcil, mas posśıvel separar o efeito spin Seebeck do efeito Nernst
anômalo de um material ferromagnético metálico (FMM) usando uma estrutura do tipo
FMM/AFI/MN, onde AFI se refere a um material antiferromagnético isolante que blo-
queia a corrente de carga, mas permite o fluxo de corrente de spin. Para interpretar nossos
dados constrúımos um modelo usando a equação de Boltzmann com base na função de
distribuição de Fermi-Dirac e provamos que a teoria para descrever o comportamento
em um material ferromagnético é similar a usada para descrever o comportamento dos
mágnons em isolantes ferromagnéticos. Ressaltamos ainda que demonstramos de modo
pioneiro com um experimento inovador que um material antiferromagnético produz uma
corrente de spin que é detectável. Quando se estuda a f́ısica do estado sólido compreen-
demos as diferentes propriedades que os materiais possuem. Uma dessas caracteŕısticas é
que part́ıculas bosônicas (mágnons, fônons, fótons, etc) podem interagir. Um dos questi-
onamentos que se faz sobre o comportamento dessas part́ıculas é se elas carregam consigo
momento angular de spin. Estudos com fônons geraram até o momento esse questiona-
mento. Aqui demonstramos de forma pioneira usando a conversão mágnon-fônon que o
fônon possui spin. Para isso realizamos experimentos de espalhamento de luz Brillouin
que mostraram que a polarização do fônon convertido é circular. Para interpretar nos-
sos dados constrúımos uma teoria quântica baseada na segunda quantização que explica
muito bem nossos resultados.

Palavras-chave: Spintrônica. Magnônica. Materiais magnéticos. Experimentos. Mode-
los.



ABSTRACT

Spintronics and magnonics are areas of recent development that have become very
important in the physics of condensed matter, in particular magnetism. A phenomenon
that we studied in this thesis was the behavior of the precession of magnetization of mag-
netic materials, when excited by microwaves in the range of some GHz. For this we set up
the broadband microstrip ferromagnetic resonance technique, so that we could do the most
diverse experiments. In particular we were able to vary the frequency over a considerable
range (1-10 GHz) depending on the material. We also studied phenomena involving the
conversion of spin current into charge current in ferromagnetic (FM)/normal metal (MN)
bilayers. The generation of the spin current occurred through two processes: magnetiza-
tion precession (spin pumping) or thermal gradient (spin Seebeck). The most important
results are the measures of spin pumping and spin Seebeck made simultaneously. We show
that the effects “add up”, besides showing that the damping of the ferromagnetic material
(FM) can be controlled by the thermal gradient. Another important demonstration of
this thesis was to show that it is difficult, but it is possible to separate the spin Seebeck
effect from the anomalous Nernst effect of a ferromagnetic metallic (FMM) material using
an FMM/AFI/MN type structure, where AFI refers to an antiferromagnetic insulation
material that blocks the load current, but allows the flow of spin current. To interpret
our data we construct a model using the Boltzmann equation based on the Fermi-Dirac
distribution function and prove that the theory to describe behavior in a ferromagnetic
material is similar to that used to describe the behavior of magnons in ferromagnetic
insulation. We also point out that we have pioneered with an innovative experiment that
an antiferromagnetic material produces a spin current that is detectable. When we study
solid state physics we understand the different properties that materials possess. One of
these characteristics is that bosonic particles (magnons, phonons, photons, etc.) can inte-
ract. One of the questions that is asked about the behavior of these particles is whether
they carry angular momentum of spin. Studies with phonons have generated so far this
questioning. Here we demonstrate in a pioneering way using the magneto-phonon conver-
sion that the phonon has spin. For this we perform Brillouin light scattering experiments
that showed that the polarization of the converted phonon is circular. To interpret our
data we construct a quantum theory based on the second quantization that explains our
results very well.

Keywords: Spintronics. Magnonic. Magnetic materials. Experiments. Models.
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fixo de H = 800 Oe e uma diferença de temperatura de ∆T = 10 K; (b)

Campo de exchange bias na amostra de NiO/Py como uma função do ângulo
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Figura 31 – (a) Ilustração esquemática da amostra de Py usada para medir a tensão

ANE. Todas as medidas foram feitas com a camada de Py de 30 nm de

espessura. (b) Variação com campo magnético da tensão ANE. ∆T positivo
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magnético da voltagem LSSE medida na camada de Ta criada pelo efeito

Seebeck de spin na camada de Py para quatro valores de ∆T como indicado.

(c) Variação com diferença de temperatura da tensão LSSE na camada de

Ta medida com H = 0,5 kOe em duas direções de campo. (d) Variação da
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Figura 41 – Imagem ilustrativa da direção do vetor de onda ~k em relação ao campo
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fônon puros (linhas tracejadas). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 196

Figura 46 – Relações de dispersão de ondas magnetostáticas em azul calculadas usando
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H à frequência de 3,4 GHz e comparação com valores calculados numerica-

mente para duas distâncias entre os dois pequenos ı́mãs permanentes: 26 e
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F é um fônon puro. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 219

Figura 60 – A dispersão de luz Brillouin resolvida em número de onda analisa a pola-

rização da luz dispersa por ondas magnetoelásticas em um filme de YIG sob
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εiµ Polarização do fônon
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3.3.3 Efeito de um gradiente térmico sobre o amortecimento . . . 100
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4.2.1.4 Termo de interação elástica . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 160

4.2.1.5 Hamiltoniano total . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 161
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4.3.1.8 Eficiência da conversão mágnon-fônon . . . . . . . . . . . . . . . . . 200

4.4 Resultados experimentais de conversão mágnon-fônon . . . . . 204

4.4.1 Excitação e propagação de ondas de spin usando micro-ondas

pulsada . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 205

4.4.2 Experimentos de conversão mágnon-fônon resolvidos em número
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1 INTRODUÇÃO

O objetivo da spintrônica (ou eletrônica de spin) é estudar o controle do fluxo de

corrente em um dispositivo, utilizando não somente a carga dos elétrons, mas também o

spin. Embora o spin desempenhe um papel fundamental na explicação da multiplicidade

de espectros atômicos, sem dúvida, esse não é o papel mais importante. Foi observado

em meados do século 20 que o spin desempenha um papel fundamental no magnetismo.

Todo modelo teórico constrúıdo para explicar a origem f́ısica do magnetismo envolve o

spin de uma forma ou de outra. Isso envolve o modelo de Bloch, o modelo de Heisenberg,

o modelo de Stoner e todos os outros modelos avançados. No final do século 20 percebeu-

se que o spin, sozinho ou em conjunto com a carga, pode ser aproveitado para processar

informações, particularmente informações digitais codificadas com bits binários 0 e 1.

Naturalmente, a spintrônica é muito mais do que apenas uma interpretação de in-

formações e inclui as áreas mais tradicionais da magnetoeletrônica que tratam de efeitos

magnéticos ou magneto-resistivos para detectar e armazenar informações. Os primei-

ros êxitos nesta área incluem, os desenvolvimentos das cabeças de leitura para detectar

meios de armazenamento magnético extremamente densos, memória de acesso aleatório

magnético não volátil (MRAM) [1], dispositivos de lógica spintrônica programáveis basea-

dos em elementos magnéticos de junção túnel [2], etc. Muitos desses desenvolvimentos fo-

ram alimentados pela investigação de como as correntes elétricas spin-polarizadas podem

ser injetadas em multicamadas ferromagnéticas/metal normal que, na década de 1980,

levaram a importante descoberta do fenômeno da magnetorresistência gigante (GMR)

[3, 4].

Diversos tópicos têm sido estudados em spintrônica, entres eles estão: a spin or-

bitrônica, a caloritrônica de spin, a magnônica e a fotônica de spin ultra-rápida. Estes

tópicos ilustram a complexidade encontrada devido à natureza da mesoescala inerente do

magnetismo, onde as interações em diferentes escalas de comprimento são relevantes e le-

vam ao acoplamento de muitos graus de liberdade [5]. Nos últimos anos, percebeu-se que

as interações spin-órbita podem fornecer uma via alternativa eficiente para gerar correntes

de spin e fluxo de corrente de carga mesmo através de condutores não magnéticos. Entre

os fenômenos-chave para isso, estão os efeitos Hall de spin [6, 7, 8]. Aqui, as velocidades

transversais extŕınsecas de dispersão ou as velocidades intŕınsecas dependentes do spin

determinadas pela estrutura de banda eletrônica podem converter uma corrente de carga
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inicialmente não polarizada em uma corrente de spin transversal, o que leva à acumulação

de spin nas bordas dos condutores.

Um foco moderno da spintrônica é investigar a interação entre a corrente de carga

e a dinâmica de spin. Os efeitos Hall de spin mencionados anteriormente foram funda-

mentais para inaugurar um novo campo de pesquisa, a caloritrônica de spin [9], onde

a interação dos graus de liberdade do spin e da carga com as correntes de calor é in-

vestigada. O fenômeno chave que iniciou este campo foi o efeito spin Seebeck [10, 11].

Embora as medidas originais de spin Seebeck em uma geometria transversal [10] tenham

sido controversas devido a complicações na análise dos resultados em função de outros

efeitos magnetotermoelétricos, em particular, o efeito Nernst anômalo [12]. O efeito spin

Seebeck longitudinal [13, 14] é o mais bem estabelecido da área. Neste caso um gradiente

de temperatura é aplicado perpendicularmente ao plano da amostra.

As ondas de spin podem desempenhar um papel importante na conexão entre o calor

e as correntes de difusão de spin. As ondas de spin são as excitações fundamentais de

quase-part́ıculas de sistemas magneticamente ordenados e também são conhecidas como

mágnons. Como as correntes de spin que se difundem, as ondas de spin estão associadas

à transferência de momento angular, mas em contraste com as correntes de spin que se

difundem, elas não exigem o movimento real de spins no espaço real. A interação entre

spins, está tanto no acoplamento de troca de curto alcance quanto no acoplamento dipo-

lar de longo alcance, estes estabelecem a dinâmica coerente de spin. Ao mesmo tempo, a

dissipação de ondas de spin pode ser baixa em sistemas isolantes magneticamente ordena-

dos [15, 16], o que pode resultar em ondas de spin que se propagam em distâncias muito

maiores que as correntes de spin que se difundem. Como conseqüência, as ondas de spin

são excelentes transportadoras de informação para armazenamento e processamento de

dados de baixa potência e são a base do campo da magnônica [16, 17]. Além da vantagem

da dissipação de baixa potência, as ondas de spin também oferecem a oportunidade de

aproveitar sua coerência e, assim, codificam informações tanto na amplitude quanto na

fase. Para o processamento de informações com base em ondas de spin, é importante notar

que suas freqüências (gigahertz até terahertz) e os comprimentos de onda (que podem ser

tão pequenos quanto alguns nanômetros) são bem adaptados aos requisitos tecnológicos

atuais para as tecnologias da informação. As propriedades coerentes das ondas de spin

já foram exploradas para uma primeira implementação de portas lógicas com base na

interferência de dois sinais de onda de spin com o controle de sua fase relativa [18]. Além

disso, novos esquemas de excitação de ondas de spin com base em torques de transferência

de spin podem permitir a geração controlada de ondas de spin de curto comprimento de

onda ao longo de direções de propagação bem definidas [19].
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A outra caracteŕıstica atraente das ondas de spin é que a não-linearidade inerente

da dinâmica da magnetização fornece caminhos para manipulação devido a processos de

espalhamento de vários mágnons. Com base nessa idéia, um transistor de mágnon, onde a

propagação do mágnon pode ser controlada por processos de dispersão de quatro mágnons,

foi recentemente implementado [20]. Além disso, a interação de quatro mágnons conserva

o número total de mágnons e, portanto, após o bombeamento suficientemente alto, a

dispersão pode terminar e resultar na formação de um condensado de Bose-Einstein. Ex-

perimentalmente, esta condensação de Bose-Einstein foi observada mesmo à temperatura

ambiente excitando mágnons através de bombeamento paramétrico [21]. Isso propor-

ciona oportunidades únicas para desenvolver dispositivos que aproveitam plenamente a

coerência do condensado de mágnons [22]. Com este esṕırito de desenvolvimento cient́ıfico

descrevemos os caṕıtulos da tese.

A tese está organizada da seguinte forma:

• No segundo caṕıtulo apresentamos a teoria da dinâmica da magnetização, enfati-

zando a ressonância ferromagnética e o efeito de spin pumping. Mostramos a importância

de termos montado as estruturas necessárias para a construção de um espectrômetro de

FMR de banda larga com linha de fita. Com a estrutura do espectrômetro de FMR pude-

mos caracterizar os filmes ferromagnéticos variando a frequência de ressonância na região

de banda larga. Fizemos também medidas de spin pumping neste tipo de arranjo expe-

rimental. Vale ressaltar que como a montagem do espectrômetro de FMR é facilmente

acesśıvel (ao contrário de uma cavidade fechada), outros sistemas, como um sistema de

resfriamento de amostra, pode ser acoplado facilmente.

• No terceiro caṕıtulo fazemos uma breve revisão da caloritrônica de spin, enfati-

zando o modelo que melhor descreve o efeito spin Seebeck em materiais ferromagnéticos

isolantes. Como resultados apresentamos estudos do efeito spin Seebeck longitudinal

(LSSE) em diferentes tipos de materiais. Fazemos uma discussão sobre a relação entre

corrente de spin gerada pelo LSSE e a gerada pelo efeito de spin pumping. Estudamos

o efeito Nernst anômalo (ANE), um efeito clássico semelhante ao efeito LSSE, evidenci-

ado em materiais ferromagnéticos metálicos. Apresentamos um modelo para descrever a

geração de uma corrente de spin devido a um gradiente térmico aplicado a um material

ferromagnético metálico. Ressaltamos que este modelo descreve fisicamente os resultados

que obtivemos no primeiro experimento que separa o LSSE do ANE em um material ferro-

magnético metálico. Para concluir, discutimos a primeira medida da geração de corrente

de spin por um material antiferromagnético isolante à temperatura ambiente.

• Iniciamos o quarto caṕıtulo fazendo uma revisão das teorias semi-clássicas para

ondas magnetostáticas e magnetoelásticas que servirão de base para a teoria quântica apre-
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sentada posteriormente. A teoria que propomos baseada na segunda quantização, serve

para descrever o comportamento da interação mágnon-fônon em um campo magnético não

uniforme. Esta proposta teórica foi constrúıda com o objetivo de melhor interpretar os

dados experimentais que tivemos no primeiro experimento que mostra que o fônon possui

polarização circular e consequentemente tem spin. Nossos resultados experimentais foram

obtidos usando micro-ondas pulsada e cont́ınua (CW), em dois tipos de experimentos: no

primeiro constrúımos um arranjo experimental, no qual pulsos de micro-ondas excitam

as ondas de spin através de uma antena e são detectados em outra. O campo magnético

não uniforme permite que o vetor de onda da excitação magnética varie e alcance a mag-

nitude do vetor de onda da excitação elástica; no outro experimento usamos micro-ondas

CW para fazer a excitação magnética e com a técnica de espalhamento de luz Brillouin

com resolução espacial em vetor de onda fizemos a detecção das excitações em diferentes

posições da amostra. Para interpretar nossos dados experimentais usamos a teoria que

constrúımos.

• No quinto caṕıtulo apresentamos um resumo em forma de conclusão dos principais

resultados obtidos durante a realização deste trabalho. Mostramos os artigos publicados

e as perspectivas de trabalhos futuros no campo da spintrônica.
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2 DINÂMICA DA MAGNETIZAÇÃO

2.1 Ressonância Ferromagnética

Existem três tipos de ressonância magnética muito utilizados, são eles: a ressonância

magnética nuclear (NMR), a ressonância paramagnética eletrônica (EPR) e a ressonância

ferromagnética (FMR). Nossa descrição será apenas sobre a técnica de FMR. A res-

sonância ferromagnética, do inglês Ferromagnetic Ressonance - FMR, é uma técnica

utilizada para estudar as propriedades dinâmicas da magnetização de materiais ferro-

magnéticos. Estudamos os mecanismos de relaxação através dos parâmetros obtidos pe-

las linhas de absorção do FMR. Analisamos processos não-lineares com ondas de spin

usando os prinćıpios básicos da técnica de FMR variando a potência de micro-ondas na

amostra. O fenômeno da técnica de FMR foi originalmente estudado em 1946 por E. K.

Zavoiskii [1] e J. H. E. Griffiths [2] que observaram de forma independentes linhas de ab-

sorção ressonante de materiais ferromagnéticos (Ni, Fe, e Co). Logo em seguida C. Kittel

[3, 4], em 1947 e 1948, propôs uma generalização para a teoria apresentada em 1935 por

Landau-Lifshitz [5].

O prinćıpio básico da técnica de FMR consiste na aplicação de um campo de micro-

ondas em uma amostra exposta a um campo magnético estático, de modo a se observar

as linhas de absorção ressonantes. Para a configuração de FMR o campo da radiação

de micro-ondas é aplicado perpendicularmente ao campo magnético estático, afim de

excitar a precessão da magnetização. Este campo magnético de rf funciona como uma

perturbação, desviando os spins do material da posição de equiĺıbrio. Quando a frequência

da radiação está próxima da frequência de ressonância, o campo de rf produz o movimento

de precessão dos spins como na Figura 1 e a amostra absorve energia da radiação. Dessa

forma, a ressonância se caracteriza por linhas de absorção, de modo que essas linhas

dão informações sobre o campo de ressonância e a largura dessas linhas permite obter

informações sobre os mecanismos microscópicos de relaxação dos spins do material.

Em uma visão semi-clássica, o fenômeno de FMR decorre do efeito que os momentos

magnéticos de um material ferromagnético sofrem, quando se aplica conjuntamente um

campo magnético estático ~H e um campo de rf, ~h(t), ambos perpendiculares entre si. Este

efeito é o movimento de precessão da densidade de momento magnético denominada de

magnetização ~M , em torno do campo magnético efetivo ~Hef . Este campo efetivo sentido

pela magnetização é o resultado da soma do campo magnético externo com os campos
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Figura 1 – Ilustração do modo uniforme de precessão dos spins na condição de ressonância
ferromagnética.

internos do material (desmagnetizante, anisotropias, etc). O torque exercido sobre a

magnetização pelo campo efetivo faz com que haja precessão dos momentos magnéticos

da amostra com uma frequência ω0 = γHef , denominada frequência de Larmor, onde γ é o

fator giromagnético, que para todos os materiais é da ordem de 2π×2,8 GHz/kOe. Então,

para campos magnéticos com intensidades de alguns kOe, a frequência de ressonância do

material situa-se na faixa de micro-ondas.

2.1.1 Equação de movimento: abordagem semi-clássica

A origem do spin e consequentemente do momento magnético, possui seus funda-

mentos em considerações teóricas de campo quântico e vem das representações da álgebra

de Poincaré para part́ıculas elementares. Em materiais ferromagnéticos vários fenômenos

podem ser descritos usando a aproximação de meio cont́ınuo [6], entre esses fenômenos

estão os processos dinâmicos. Utilizando esta aproximação e considerando o momento

magnético ~µ e o momento angular total ~J de um único átomo, escrevemos:

~µ = −γ ~J, (2.1)

onde γ = gµB/~. Sendo que µB é o magnéton de Bohr, ~ a constante de Planck reduzida

e g o fator de Landé que para um único átomo é dado por

g = 1 +
J(J + 1) + S(S + 1)− L(L+ 1)

2J(J + 1)
. (2.2)

Na equação 2.1 o vetor momento angular total ~J é composto pela soma do vetor

momento angular orbital ~L com o vetor momento angular de spin ~S. Derivando a equação

2.1 em relação ao tempo, temos:
d~µ

dt
= −γ d

~J

dt
. (2.3)
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Sob a ação de um campo magnético ~H, o momento magnético ~µ sofre um torque ~τt,

dado por:

~τt = ~µ× ~H =
d ~J

dt
. (2.4)

Substituindo 2.4 em 2.3 obtemos a equação de movimento para o momento magnético

~µ,
d~µ

dt
= −γ

(
~µ× ~H

)
. (2.5)

É posśıvel definir a magnetização ( ~M) como uma entidade f́ısica que associa as

posśıveis grandezas magnéticas microscópicas do material ferromagnético com uma única

grandeza magnética macroscópica local (neste caso, a magnetização ~M). Dessa forma,

escrevemos a magnetização como:

~M =

∑
∆Vi

~µi

∆V
. (2.6)

Utilizando a definição 2.6 em 2.5 obtemos

d ~M

dt
= −γ ~M × ~H. (2.7)

Como a equação 2.7 não considera as perdas magnéticas no material, ela revela que

a magnetização sofre um torque, gerado pela ação do campo magnético ~H, o que faz com

que a magnetização precessione livremente em torno de ~H. No ano de 1935 Landau e

Lifshitz [5] propuseram fenomenologicamente um termo adicional de torque à equação

2.7. Esse novo termo representa os mecanismos de dissipação de energia e faz com que a

magnetização retorne ao seu estado de equiĺıbrio, paralela ao campo magnético ~H. Com o

termo de Landau-Lifshitz a equação que descreve a dinâmica da magnetização para uma

amostra magnética é,

d ~M

dt
= −γ

(
~M × ~H

)
− λ

M2
S

[
~M ×

(
~M × ~Hef

)]
, (2.8)

sendo λ a constante de amortecimento de LL, MS a magnetização de saturação e ~Hef

o campo efetivo sentido pela magnetização ~M , resultante dos campos externos aplica-

dos e dos campos internos da amostra (anisotropia cristalina, desmagnetização, etc). A

magnetização de um material apresenta dependência espacial e temporal, de modo que,

ela pode ser escrita como ~M(~r, t). Nas condições em que a magnetização não apresenta

dependência espacial ela é denominada de macromagnetização ou comumente chamada

de macrospin.

Em 1955 um novo termo para a equação de LL foi proposto por Gilbert [7], para

descrever o amortecimento com um termo com dependência temporal da magnetização.
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Utilizando esse termo na equação 2.7 escrevemos a equação como

d ~M

dt
= −γ

(
~M × ~Hef

)
− α

MS

(
~M × ∂ ~M

∂t

)
, (2.9)

onde α é a constante de amortecimento relacionada ao parâmetro de Gilbert (G), por

α = G/γMS. A equação 2.9 passou a se chamar equação de Landau-Lifshtz-Gilbert (LLG)

e o termo de torque proposto por Gilbert −(α/MS)[ ~M × (∂ ~M/∂t)] representa a relaxação

magnética e contribui para amortecer a precessão da magnetização. É posśıvel transformar

a equação LLG na LL substituindo γ por γ′ = γ/(1 + α2) e λ por λ′ = αγMS/(1 + α2)

[8]. Se o amortecimento é muito pequeno (α << 1) obtemos γ′ = γ e λ′ = αγMS o que

nos permite escrever,

d ~M

dt
= −γ

(
~M × ~Hef

)
− α

MS

(
~M × ∂ ~M

∂t

)
= −γ ~M ×

(
~Hef − ~HG

ef

)
, (2.10)

onde,

~HG
ef =

α

γMS

(
∂ ~M

∂t

)
. (2.11)

A equação 2.10 representa um torque de precessão e de relaxação, simultaneamente.

Tomando o produto escalar da magnetização ~M com a equação 2.10, encontramos a

condição de que o módulo da magnetização é um invariante temporal,

d( ~M · ~M)

dt
=
d| ~M(t)|2

dt
= 0 =⇒ | ~M(t)| = cte. (2.12)

A equação 2.12 mostra exatamente o fato de que mesmo com relaxação da magne-

tização o seu valor absoluto é uma constante temporal, de modo que, | ~M(t)| = MS.

2.1.2 Susceptibilidade magnética de rádio-frequência

Nos materiais magnéticos sob a ação de um campo magnético a variação da magne-

tização produz uma resposta que é definida como susceptibilidade magnética (
↔
χ). Essa

resposta representa uma forma de quantificar a relação entre campo magnético e mag-

netização do material. A susceptibilidade magnética é influenciada por diversos fatores,

os mais relevantes estão relacionados ao material, que são as anisotropias, as impurezas,

entre outros. Existem ainda os fatores relacionados ao campo magnético que estão li-

gados a dependência espacial e temporal ou a fontes externas e internas. Em sistemas

magnéticos a susceptibilidade magnética ganha destaque em fenômenos espectroscópicos.

Uma aplicação em que ela é muito usada é em medidas de absorção de ressonância ferro-

magnética (FMR).
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A susceptibilidade magnética no FMR permite extrair informações sobre as várias

propriedades da amostra analisada, desde parâmetros ligados à estrutura cristalina, até

efeitos quânticos relacionados aos processos de relaxação magnética. Devido a dissipação

de energia do acoplamento campo/magnetização, uma condição para que haja ressonância

ferromagnética é que energia seja bombeada continuamente ao sistema. Em FMR quem

faz isso é um campo magnético (~h) que oscila no tempo em frequência de GHz. Esse

campo é criado por radiação de micro-ondas e se acopla a magnetização fazendo com

que ela precessione em torno de sua posição de equiĺıbrio. Afim de obter uma expressão

matemática para extrair parâmetros de medidas de FMR, vamos considerar um material

ferromagnético sobre a ação de um campo estático ~H e um campo oscilante ~h(t). Para

encontrarmos uma relação entre os parâmetros do material e a susceptibilidade usaremos

a equação LLG.

Afim de encontrar a resposta da amostra em frequência de micro-ondas, vamos tomar

o campo estático ( ~H) na direção z no plano da amostra e o campo oscilante [~h(t)] com

frequência ω e amplitude |~h| << | ~H| na direção transversal ao campo estático, também

no plano da amostra. Desprezando qualquer tipo de anisotropia envolvida, escrevemos o

campo total

~Hef = Hẑ + ~h(t). (2.13)

Neste contexto, podemos escrever a magnetização da seguinte forma

~M = Mẑ + ~m(t), (2.14)

onde, M ≈MS e ~m(t) está no plano xy. Substituindo 2.13 e 2.14 na equação 2.9 chegamos

a seguinte equação linear para a magnetização

d~m(t)

dt
+ α

[
ẑ × d~m(t)

dt

]
= −γ

[
MS ẑ × ~h(t) +H~m(t)× ẑ + ~m(t)× ~h(t)

]
. (2.15)

Este processo de linearização só é válido quando |~m(t)| << MS e |~h(t)| << | ~H|.
Agora consideremos

~h(t) = ~heiωt ∴ ~m(t) = ~meiωt. (2.16)

Assim, a equação 2.15 pode ser reescrita com as expressões 2.16 como

iω [~m(t) + αẑ × ~m(t)] = −γ
[
MS ẑ × ~h(t) +H~m(t)× ẑ + ~m(t)× ~h(t)

]
. (2.17)
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Resolvendo a equação 2.17 para as componentes de ~m, isto é,
iωmx = γMShy − (γH − iαω)my,

iωmy = −γMShx + (γH − iαω)mx,

0 = mxhy −myhx,

(2.18)

chegamos ao tensor susceptibilidade magnética (
↔
χ), definido como

~m =
↔
χ · ~h. (2.19)

Para o sistema de coordenadas adotado
↔
χ terá a forma:

↔
χ =

∣∣∣∣∣∣∣∣
χxx iχxy 0

−iχxy χxx 0

0 0 0

∣∣∣∣∣∣∣∣ . (2.20)

Como sabemos as componentes do tensor são números complexos, isto é, χxx =

χ′xx+iχ
′′
xx e χxy = χ′xy+iχ

′′
xy, onde os termos χ′ e χ′′ são reais. Desse modo, as componentes

da susceptibilidade ficam,

χ′xx =
HMS

T

[
H2 − (1− α2)

(
ω

γ

)2
]
, (2.21)

χ′′xx =
αMS

T

(
ω

γ

)[
H2 + (1 + α2)

(
ω

γ

)2
]
, (2.22)

χ′xy =

(
ω

γ

)
MS

T

[
H2 − (1 + α2)

(
ω

γ

)2
]
, (2.23)

χ′′xy =
2αHMS

T

(
ω

γ

)2

, (2.24)

onde, T = {[2αH(ω/γ)]2 + [H2 − (1 + α2)(ω/γ)2]2}. Assumindo α << 1 e considerando

o campo de ressonância como HR = ω/γ reescrevemos as expressões 2.23-2.24 como

χ′xx =
HMS

T

(
H2 −H2

R

)
, (2.25)

χ′′xx =
αHRMS

T

(
H2 +H2

R

)
, (2.26)

χ′xy =
HRMS

T

(
H2 −H2

R

)
, (2.27)

χ′′xy =
2αHMSH

2
R

T
, (2.28)

onde, T = {[2αHHR]2 + [H2 − H2
R]2}. Assumindo campos próximos do campo de res-



2. Dinâmica da magnetização . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 37

sonância as expressões 2.25-2.28 tomam formas lorentzianas, isto é,

χ′xx =
MS

T
(H −HR), (2.29)

χ′′xx =
MS

T

(
∆HL

2

)
=
MS

T
(∆H), (2.30)

χ′xy =
MS

T
(H −HR) = χ′xx, (2.31)

χ′′xy =
MS

T

(
∆HL

2

)
=
MS

T
(∆H) = χ′′xx, (2.32)

onde, T = 2[(∆HL/2)2+(H−HR)2] = 2[(∆H)2+(H−HR)2]. Na Figura 2 representamos

a dependência das componentes do tensor susceptibilidade em função do campo magnético

para diferentes valores do parâmetro de amortecimento (α).
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Figura 2 – Ilustração da dependência das partes real e imaginária das componentes do
tensor susceptibilidade magnética em termos do campo aplicado (H). Adotamos ∆F ′ =
(2/MS)(χ′xxχ

′
xy) e ∆F ′′ = (2/MS)(χ′′xxχ

′′
xy). Adotamos também um campo de ressonância t́ıpico

de 1,2 kOe e variamos o coeficiente de amortecimento de valores α = 0,01; 0,02 e 0,03.

É posśıvel escrever a largura de linha a meia altura da susceptibilidade, ou melhor,

da lorentziana como

∆HL = 2αHR = 2α

(
ω

γ

)
. (2.33)
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A expressão 2.33 está relacionada com a largura de linha da relaxação por

∆H =
∆HL

2
= αHR = α

(
ω

γ

)
, (2.34)

e esta é a expressão que relaciona a largura de linha obtida nas medidas de FMR com a

frequência de excitação. A largura de linha ∆H está relacionada com a largura de linha

pico a pico por

∆Hpp =
2∆H√

3
. (2.35)

As expressões 2.33, 2.34 e 2.35 deixam claro que é posśıvel obter informações sobre

as perdas magnéticas do material através de medidas de FMR por extração do amorte-

cimento (damping) do material. Então, considerando a largura de linha a meia altura,

∆HL = 2α(ω/γ) e o termo da largura de linha (∆H0) associado a fenômenos extŕınsecos

ao material, ou seja, defeitos (extŕınseco local) e vizinhança (extŕınseca não local), escre-

vemos a largura de linha como [9, 10, 11]

∆H = ∆H0 +
αω

γ
. (2.36)

Na Figura 3 apresentamos a variação da largura de linha em função da frequência

de microondas, usando os seguintes parâmetros: γ = 2π × 2, 8 GHz/kOe, ∆H0 = 2 Oe e

α = 0,01; 0,02 e 0,06.
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Figura 3 – Variação da largura de linha em função da frequência de microondas, usando os
seguintes parâmetros: γ = 2π × 2, 8 GHz/kOe, ∆H0 = 2 Oe e α = 0,01; 0,02 e 0,06.
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2.1.3 Efeitos de forma e equação de Kittel

A forma da amostra desempenha um papel importante para a ressonância ferro-

magnética. Consideremos uma amostra de um material ferromagnético de estrutura cris-

talina cúbica, com a forma de um elipsoide com os eixos principais paralelos as coorde-

nadas x, y e z, segundo a Figura 4 (a) . As componentes do campo magnético H in no

interior do elipsoide estão relacionadas às componentes do campo aplicado através das

equações 
H in
x = Hx −Nxmx,

H in
y = Hy −Nymy,

H in
z = Hz −NzMz.

(2.37)

onde Nx, Ny e Nz são os fatores de desmagnetização. Considerando um campo magnético

externo H aplicado na direção z e usando a equação 2.7, obtemos

dmx

dt
= −γ [H + (Ny −Nz)MS]my, (2.38)

e
dmy

dt
= γ [H + (Nx −Nz)MS]mx, (2.39)

onde consideramos em primeira ordem que dMz/dt = 0 e Mz = MS. Tomando uma

dependência harmônica do tipo exp(iω0t), obtemos∣∣∣∣∣ iω0 γ[H + (Ny −Nz)MS]

−γ[H + (Nx −Nz)MS] iω0

∣∣∣∣∣ = 0, (2.40)

de modo que a frequência de ressonância é dada por:

ω2
0 = γ2 [H + (Ny −Nz)MS] [H + (Nx −Nz)MS]. (2.41)

A frequência ω0 é definida como a frequência do modo uniforme (k = 0), onde todos

os momentos precessam em fase e com a mesma amplitude. A expressão 2.41 também é

conhecida como equação de Kittel. Para uma amostra em forma esférica, Nx = Ny = Nz

e neste caso ω0 = γH. No caso de um filme com H perpendicular ao filme (direção y

segundo a Figura 4), Nx = Ny = 0, Nz = 4π, de modo que, a frequência de ressonância

é dada por

ω0 = γ(H − 4πMS). (2.42)

Para um campo magnético H aplicado paralelo ao plano xz do filme segundo a

Figura 4 (b), temos Nx = Nz = 0, Ny = 4π, de modo que a frequência de ressonância é

ω0 = γ
√

[H(H + 4πMS)]. (2.43)



2. Dinâmica da magnetização . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 40

y

z

x

y

z

x

(a) (b)

Figura 4 – Amostras em formas diferentes para estudo em ressonância ferromagnética: (a)
elipsoide com eixos principais paralelos as coordenadas x, y e z; (b) filme ferromagnético em
um arranjo que evidencia o sistema de coordenadas x, y e z adotado para se obter a equação de
Kittel.

Além da anisotropia de forma, a maioria dos filmes ferromagnéticos possui algum

outro tipo de anisotropia magnética, nas equações 2.37 desprezamos por simplicidade

essas outras posśıveis anisotropias existentes no material.

2.1.4 Potência absorvida em experimentos de FMR

Como discutido nas seções anteriores a energia da radiação eletromagnética é ab-

sorvida pela amostra quando a frequência da micro-ondas responsável pela excitação dos

spins está próxima da frequência de precessão da magnetização. Neste contexto, o campo

magnético criado pela radiação de micro-ondas mantém o movimento de precessão dos

spins. Os campos magnéticos aplicados ( ~Hef e ~h(t)) juntamente com a magnetização do

material produzem energia magnética associada. A energia magnética total relacionada

ao campo efetivo e ao campo criado pela radiação é dada por

Et = − ~M ·
[
~Hef + ~h(t)

]
. (2.44)

Com a expressão 2.44 é posśıvel calcular a potência média de absorção na res-
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sonância, < P > = P , para isso, basta tirar a derivada temporal da energia,

P =

〈
dEt
dt

〉
= −

〈
d

dt

[
~M ·
(
~Hef + ~h(t)

)]〉
. (2.45)

Tomando ~M = MS ẑ + ~m(t), ~m(t) =
↔
χ · ~h(t) e as expressões 2.16. Além disso,

considerando que ~Hef é transversal a ~h(t) e lembrando que o valor médio de uma função

harmônica ı́mpar é nulo, escreve-se:

P = −

〈
d ~M

dt
·
(
~Hef + ~h(t)

)
+ ~M ·

d
(
~Hef + ~h(t)

)
dt

〉
, (2.46)

P = −
〈
iω~m(t) ·

(
~Hef + ~h(t)

)
+ iω ~M · ~h(t)

〉
, (2.47)

P = −1

2
Re
[
iω~m(t) · ~h(t) + iω~m(t) · ~h(t)

]
, (2.48)

P = −Re
[
iω~h(t) ·

↔
χ · ~h(t)

]
. (2.49)

Adotando uma notação covariante pode-se reescrever a equação 2.49 como

P = −ωhihjχ′′ij(H), (2.50)

onde foi usado ~h(t) ·
↔
χ · ~h(t) = hihjχ

′′
ij(H) e χij(H) = χ′ij(H)− iχ′′ij(H). Como discutido

antes os termos χ′ij(H) e χ′′ij(H) são reais. Observa-se que a equação 2.50 revela que a

potência média absorvida pela amostra na condição de ressonância é proporcional ao termo

imaginário da susceptibilidade e a frequência de excitação. Em experimentos realizados

em laboratório o campo de rf na amostra segue a polarização da micro-ondas. Admitindo

uma polarização na direção x, a expressão 2.50 fica como

P = −ωh2χ′′xx(H). (2.51)

A expressão 2.51 revela que a potência média absorvida pela amostra é proporcional

a potência da radiação incidente (Prf ), já que Prf ∝ h2. Derivando em relação a H a

expressão 2.51 e utilizando a expressão 2.30, encontra-se

dP

dH
= −ωh2dχ

′′
xx(H)

dH
, (2.52)

dP

dH
=

ωh2MS∆H(H −HR)

[(∆H)2 + (H −HR)2]2
. (2.53)
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2.1.5 Sinal detectado experimentalmente por FMR

De forma geral, os sinais de absorção de micro-ondas por amostras em forma de

filmes finos são sempre muito menores do que em amostras bulk. Esse é sem dúvidas o

principal fator que dificulta a obtenção de espectros de ressonância em filmes finos. Uma

solução eficiente para isso é a modulação do campo magnético DC [12, 13] e a detecção

direta da potência média por um amplificador senśıvel à fase (lock-in). Esta abordagem

experimental parte do prinćıpio de que o sinal de absorção quando modulado permite

ser detectado com mais sensibilidade via lock-in. Essa modulação do sinal de absorção é

gerada por um campo alternado de baixa frequência (ωbf com ωbf << ωrf ), paralelo ao

campo H e de amplitude hbf << H. Baseando-se nesta discussão é posśıvel escrever o

campo magnético total como,

~HT = [H + hbfcos(ωbf t)]ẑ. (2.54)

Como a modulação apresenta dependência temporal, o sinal detectado também de-

penderá do tempo. Isso remete que a tensão medida no detector é proporcional à potência

absorvida no material, de modo que, V (HT ) ∝ P (HT ). Afim de determinar os harmônicos

relacionados ao sinal de tensão, expande-se V (HT ) em série de Taylor

V (HT ) = V (HT )|H +
dV (HT )

dHT

∣∣∣∣
H

(HT −H) +
1

2

d2V (HT )

dH2
T

∣∣∣∣
H

(HT −H)2 + ..., (2.55)

substituindo 2.54 em 2.55 encontra-se

V (HT ) = V (HT )|H +
dV (HT )

dHT

∣∣∣∣
H

(hbfcos(ωbf t)) +
1

2

d2V (HT )

dH2
T

∣∣∣∣
H

(hbfcos(ωbf t))
2 + ....

(2.56)

É posśıvel escrever a equação 2.56 em primeira ordem como,

∆V = V (HT )− V (HT )|H = hbf
dV (HT )

dHT

∣∣∣∣
H

cos(ωbf t), (2.57)

deste modo obtém-se

∆V ∝ hbf
dP (HT )

dHT

∣∣∣∣
H

cos(ωbf t). (2.58)

Substituindo 2.53 em 2.58 encontra-se

∆V = ANhbfωh
2MS

{
∆H(H −HR)

[(∆H)2 + (H −HR)2]2

}
cos(ωbf t). (2.59)

onde AN é uma constante de proporcionalidade. O sinal descrito em um experimento de

FMR com modulação em campo como comentado acima, pode ser descrito teoricamente

pela expressão 2.59. O lock-in é um equipamento de baixo-rúıdo que permite fazer dife-
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rentes tipos de medidas com modulação. Os sinais medidos via lock-in podem ser obtidos

em termos do primeiro harmônico (ωbf ) ou do segundo harmônico (2ωbf ). Considerando

o primeiro harmônico em uma frequência de modulação (ωbf ) fixa e variando o campo

magnético externo (H), obtém-se com o uso da expressão 2.59,

∆V = A3

[
∆H(H −HR)

(∆H)2 + (H −HR)2

]
. (2.60)

onde A3 = 2ANhbfωh
2MS/T . A curva obtida pela expressão 2.60 é adimensional e des-

creve o sinal de tensão detectado quando a tensão de base gerada por desalinhamento da

posição da amostra é nula. Para análise de forma geral do sinal medido em FMR soma-se

à expressão 2.60 uma função do primeiro grau em H, ou seja, VLi = A1 + A2H, onde A1

e A2 são constantes. Esse procedimento serve apenas para garantir um bom ajuste dos

dados experimentais, contudo não modifica as principais informações obtidas na medida

de FMR que é o campo de ressonância e a largura de linha. O campo de ressonância

permite analisar os campos efetivos envolvidos (anisotropias, etc) e a largura de linha dá

informações sobre os processos de relaxação da magnetização. Dito isso, escreve-se de

forma geral a curva que caracteriza o sinal medido em FMR com modulação em campo

∆Vmed = A1 + A2H + A3

[
∆H(H −HR)

(∆H)2 + (H −HR)2

]
. (2.61)

Se a amostra medida apresenta mais de um sinal de ressonância, basta acrescentar a

expressão 2.60 à 2.61 quantas vezes for necessário, modificando apenas as contantes en-

volvidas. Com isso, os sinais de FMR podem ser analisados de forma geral.

2.2 Tensão elétrica DC em experimentos de spin pumping

A detecção de uma tensão DC em multicamadas magnéticas e filmes finos simples

sob ressonância ferromagnética tem sido fonte de vários estudos [14-24]. Nesta seção será

discutido o efeito spin pumping DC em bicamadas ferromagnéticas (FM)/metal normal

(MN) resultante da combinação do efeito spin pumping com o efeito Hall de spin inverso

(ISHE). Quando o material ferromagnético da amostra FM/MN está em ressonância fer-

romagnética, a precessão da magnetização gera uma corrente pura de spin entrando no

metal normal. Devido a interação spin-órbita no MN, a corrente de spin produz uma cor-

rente de carga DC perpendicular a ela devido ao ISHE. Esta corrente de carga dá origem a

tensão spin pumping (VSPE) que pode ser medida por um nanovolt́ımetro. Os efeitos gal-

vanomagnéticos decorrentes do acoplamento da magnetização oscilante e os elétrons livres

nos metais também produzem uma tensão DC. A seguir apresentaremos as contribuições.
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2.2.1 Efeitos galvanomagnéticos

Os sistemas em análises são compostos por uma bicamada FM/MN, colocada em

ressonância ferromagnética com um campo magnético externo DC ( ~H) e um campo

magnético externo de rf (~h), ambos perpendiculares entre si. Os campos estão aplica-

dos no plano da amostra. As respostas dos fenômenos de transporte de carga sob a

ação de um campo magnético, estão associadas a efeitos galvanomagnéticos em f́ısica

da matéria condensada. Entre os mais relevantes estão os efeitos Hall normal e extraor-

dinário e a magnetoresistência anisotrópica (ou em inglês, anisotropic magnetoresistance -

AMR). Os efeitos galvanomagnéticos geram tensão DC em filmes ferromagnéticos por res-

sonância ferromagnética. Os primeiros trabalhos que propõem uma teoria para descrever

essa geração de tensão DC foram publicados no começo da década de 60 por Juretschke

[25, 26] e Seavey [27].
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Figura 5 – Sistema de coordenadas adotado para descrever os eixos do filme de espessura tFM .
O filme está com um campo magnético dc aplicado ( ~H) na direção ẑ, que é a direção que define
o equiĺıbrio ~MS . O ângulo φ~k é definido pelo vetor de onda ~k e o eixo ẑ.

Na abordagem de Juretschke um campo magnético estático é aplicado em uma

amostra, que se encontra em uma estrutura de guias de ondas de forma que na região

onde está colocada é submetida simultaneamente a campos elétrico e magnético unifor-

mes de micro-ondas. Na condição de ressonância de um filme ferromagnético, a tensão

entre dois pontos na superf́ıcie da amostra, foi abordada fenomenologicamente através da
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dependência existente entre a direção da magnetização e a corrente de condução. Em um

condutor magnético isotrópico a relação entre a direção da magnetização e a condução

elétrica possui a forma da lei de Ohm generalizada dada por [28]

~J(t) = σ ~E(t)−
(

∆ρe
ρeM2

)[
~J(t) · ~M(t)

]
~M(t) +RHσ

[
~J(t)× ~M(t)

]
, (2.62)

onde RH é a constante do efeito Hall extraordinário, σ = 1/ρe é a condutividade elétrica

e ∆ρe = ρe// − ρe⊥, na qual ρe// e ρe⊥ são as componentes da resistividade paralela

e perpendicular à magnetização ( ~M(t)) e ~J(t) é a densidade de corrente elétrica. Na

condição de ressonância, além da absorção da energia de rf por causa da precessão da

magnetização em torno da direção de equiĺıbrio, um campo elétrico é induzido, o que gera

excitação de correntes de condução oscilantes [25-27].

As equações de Maxwell sujeitas à condição não linear dada pela Equação 2.62 e à

equação de movimento da magnetização descrevem a interação de um campo magnético

de rf com um meio condutor ferromagnético. Os termos não-lineares não geram uma

mudança brusca na solução do problema, de modo que a solução é similar a do problema

linear. Considerando a parte oscilante da magnetização ~m(t) na equação 2.62, obtém-se:

~J(t) = σ ~E(t)−
(

∆ρe
ρe

)[
~J(t) · ẑ

]
ẑ +RHσ

[
~J(t)× ~MS

]
+RHσ

[
~J(t)× ~m(t)

]
−(

∆ρe
ρeMS

){
( ~J(t) · ẑ)~m(t) + ( ~J(t) · ~m(t))ẑ

}
. (2.63)

Na equação 2.63 considerou-se apenas os termos de primeira ordem em ~M(t). As

correções lineares na solução em frequência estão representadas pelo segundo e o terceiro

termo à direita da Equação 2.63. O quarto e o quinto termo possuem os efeitos não lineares

que produzem os termos independentes do tempo e termos com o dobro da frequência.

Considerando a média temporal (descrita pelo śımbolo 〈 〉) da densidade de corrente

(Equação (2.63)), obtém-se os termos independentes do tempo desejados,

〈 ~J(t)〉 = σ〈 ~E(t)〉+ σ ~E ′(t), (2.64)

onde,

~E ′ = −
(

∆ρe
ρeMS

){
〈 ~J(t) · ~m(t)〉ẑ + 〈 ~J(t)× ~m(t)〉 × ẑ

}
+RH〈 ~J(t)× ~m(t)〉. (2.65)

Considerando um campo de micro-ondas [~h(t)] em ~E ′, é necessário para se determi-

nar explicitamente ~E ′, encontrar as médias temporais 〈 ~J(t) · ~m(t)〉 e 〈 ~J(t)× ~m(t)〉. Para

isso, é importante determinar os campos magnéticos ~H e ~h explicitamente. Usando o
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sistema de coordenadas da Figura 5, a magnetização e os campos magnéticos externos

~H e ~h podem ser expressos como:

~H = H(−senφx̂+ cosφẑ), (2.66)

~h = h(t)(cosφx̂+ senφẑ), (2.67)

~M = MS(−senφx̂+ cosφẑ), (2.68)

~m(t) = mx(t)cosφx̂+my(t)ŷ +mx(t)senφẑ. (2.69)

Adotando o sistema de coordenadas da Figura 5, e utilizando a lei de Ampère,

a densidade de corrente induzida é produzida na direção da projeção maior do filme

(senφx̂). Assim, a equação para o campo elétrico ~E ′, referente à média da interação da

magnetização com a corrente induzida, pode ser expressa por:

~E ′ = −
(

∆ρe
MS

){
〈 ~J(t) · ~m(t)〉ẑ + 〈 ~J(t)× ~m(t)〉 × ẑ

}
+RH〈 ~J(t)× ~m(t)〉, (2.70)

~E ′ =

(
∆ρe
MS

)
〈Jxmx〉sen(2φ)x̂+

(
senφ

MS

)
[∆ρe〈Jxmx〉 −MSRHσ〈Jxmx〉] ŷ +[

RHσ〈Jxmx〉 −
(

∆ρe
MS

)
〈Jxmx〉cos(2φ)

]
ẑ. (2.71)

Desse modo a tensão DC resultante da medida na direção x é dada pela integral

VGM =

∫ lFM/2

−lFM/2

(
~E ′ · x̂

)
dx. (2.72)

A equação 2.72 mostra que o campo elétrico na amostra pode ser mensurado. Assim,

substituindo a Equação 2.71 na 2.72, encontra-se:

VGM =

∫ lFM/2

−lFM/2

(
~E ′ · x̂

)
dx =

∫ lFM/2

−lFM/2

(
∆ρe
MS

)
〈Jxmx〉sen(2φ)dx, (2.73)

VGM =

(
∆ρe
MS

)
lFM

2
Re [Jxm

∗
x] sen(2φ), (2.74)

onde VGM é a tensão DC ao longo do comprimento da amostra (x), resultante dos efeitos

galvanomagnéticos, lFM é o comprimento do filme ferromagnético e admitiu-se 〈Jxmx〉 =

Re[Jxm
∗
x]/2. Percebe-se que não existe contribuição do efeito Hall anômalo para a tensão

VGM . Dito isso, escreve-se a densidade de corrente na direção x como,

Jx =

(
RFMIrf
∆ρelFM

)
senφei(ωt+ϕ), (2.75)

onde ϕ é a fase entre a corrente produzida pelo campo de rf e a magnetização no estado
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de ressonância, RFM é a resistência do filme ferromagnético e Irf é a corrente induzida

pelo campo magnético de rf. A componente da magnetização na direção x e na condição

de ressonância é dada por:

mx(t) = Txxh

[
∆H

√
(H −HR)2 + (∆H)2

(H −HR)2 + (∆H)2

]
ei(ωt+β), (2.76)

onde,

Txx =

(
γMS

αω

)[
HR + 4πMS

2HR + 4πMS

]
. (2.77)

e β é a fase da magnetização no seu estado de ressonância. Usando as equações 2.75 e

2.76 pode-se determinar o valor médio 〈Jxmx〉 = Re[Jxm
∗
x]/2, ou seja,

〈Jxmx〉 = Txxh

(
RFMIrf
2∆ρelFM

)[
∆H

√
(H −HR)2 + (∆H)2

(H −HR)2 + (∆H)2

]
sen(φ)cos(ϕ− β). (2.78)

Por outro lado, sabe-se que cos(ϕ− β) = cos(β)cos(ϕ)− sen(β)sen(ϕ), desse modo

podemos escrever [25, 26, 27]:

sin(β) =
(H −HR)√

(H −HR)2 + (∆H)2
, (2.79)

cos(β) =
∆H√

(H −HR)2 + (∆H)2
. (2.80)

Substituindo 2.79 e 2.80 em 2.78, obtém-se:

〈Jxmx〉 =

(
RFMIrf
2∆ρelFM

)
Txxhsen(φ)

[
(∆H)2

(H −HR)2 + (∆H)2
cos(ϕ)−

∆H(H −HR)

(H −HR)2 + (∆H)2
sen(ϕ)

]
. (2.81)

Agora é posśıvel substituindo a expressão 2.81 em 2.74 definir de forma explicita a

tensão gerada por efeitos galvanomagnéticos em metais:

VGM(H,φ) =

(
RFMIrfTxxh

2MS

)
[L(H)cos(ϕ)− L′(H)sen(ϕ)], (2.82)

onde

L(H) =

[
(∆H)2

(H −HR)2 + (∆H)2

]
(2.83)

e

L′(H) =

[
∆H(H −HR)

(H −HR)2 + (∆H)2

]
. (2.84)

A equação 3.82 revela que a tensão VGM possui contribuições em relação à sua

variação com o campo H. Esses tipos de contribuições são: L(H), onde a forma da linha
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é simétrica e L′(H), onde a forma da linha é anti-simétrica. Além disso, percebe-se que

estas contribuições possuem pesos que variam com ϕ, de modo que dependendo do seu

valor, a forma da tensão pode mudar de uma linha puramente simétrica (ϕ = 0◦ e 180◦),

para uma anti-simétrica (ϕ = 90◦ e 270◦) ou ainda para uma assimétrica (outros valores

de ϕ).

2.2.2 Efeito spin pumping

O spin pumping ocorre quando uma corrente pura de spin é injetada em uma camada

fina de metal normal (MN) por uma camada ferromagnética (FM) adjacente submetida

a ressonância ferromagnética (FMR). A precessão dos spins atua como uma bomba pe-

ristáltica, injetando adiabaticamente spins da camada FM para a camada MN adjacente

sem transporte de carga. A corrente de spin através da camada de MN gera uma corrente

de carga ao longo da camada por meio do efeito Hall de spin inverso (ISHE).

Este fenômeno foi proposto por Brataas et al. [20, 21] em 2002. Em seus trabalhos

seminais eles dizem que o fenômeno pode ser interpretado como uma “bateria de spin”com

analogias e diferenças com as baterias de carga. Por exemplo, a conservação de carga e

corrente determina que uma bateria de carga possui dois polos, mais (+) e menos (-). Uma

bateria de spin requer apenas um polo, uma vez que a corrente de spin não precisa ser

conservada. Além disso, a polaridade não é um vetor binário, mas um vetor tridimensional.

O conceito central para descrever o fenômeno está na precessão da magnetização do

material ferromagnético na condição de ressonância. Essa precessão atua como fonte

de momento angular de spin quando em contato com metais normais [20, 21].

A injeção de spin pode ser formulada em analogia com o bombeamento adiabático

de carga em sistemas mesoscópicos [29, 30]. A expressão para a corrente de spins bom-

beada é obtida considerando a teoria quântica de espelhamento dependente do spin e do

tempo [31]. Usando a definição de operador com base na segunda quantização, define-se

o operador que descreve a corrente da camada MN (Î), ou seja,

Î =

(
Ie
2

)
ÎI +

(
e~IS
~

)
· σ̂, (2.85)

onde Ie é a corrente de carga, ~IS é a corrente de spin dentro do MN na interface FM/MN,

ÎI é a matriz identidade na base de spin 1/2, σ̂ é o vetor que define as matrizes de Pauli,

e = −|e| é a carga do elétron e ~ é a constante de Planck. Observa-se que o traço do

operador corrente possui contribuições distintas em seus fundamentos. A corrente de

carga (Ie) é gerada por potenciais elétricos, já a corrente de spin proposta possui traço

nulo, de modo que não produz fluxo ĺıquido de elétrons para a corrente de carga total.
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É importante enfatizar que a palavra “corrente”tem sua origem interligada a palavra

“fluxo”, de modo que o termo “corrente de spin”faz referência ao fluxo de spin. Possuindo

o spin unidade de momento angular, é posśıvel afirmar que corrente de spin é um fluxo de

momento angular. Então, a precessão da magnetização é o que faz com que corrente de

spin seja injetada para dentro de uma camada MN ou FM. Usando cálculos de segunda

quantização em matrizes de espalhamento [32-35] é posśıvel determinar explicitamente o

operador corrente Î. Partindo da consideração de que não existem potenciais elétricos

aplicados, pode-se definir a corrente local de spin na interface FM/MN bombeada para

dentro da camada MN (~IpS) como sendo:

~IpS =
~
4π

(
Grm̂×

dm̂

dt
−Gi

dm̂

dt

)
, (2.86)

onde m̂ = ~M/MS é o vetor unitário na direção da magnetização e G = Gr + iGi = g↑↓−t↑↓

é a condutância de spin. A parte real (Gr) e a parte imaginária (Gi) da condutância, assim

como g↑↓ e t↑↓ são definidos como [20]:

Gr =
1

2

∑
m,n

(
|r↑mn − r↓mn|2 + |t↑mn − t↓mn|2

)
(2.87)

e

Gi = Im
∑
m,n

[
r↑mn(r↓mn)∗ + t↑mn(t↓mn)∗

]
(2.88)

ou

g↑↓ =
∑
m,n

[
δmn − r↑mn(r↓mn)∗

]
(2.89)

e

t↑↓ = t↑mn(t↓mn)∗, (2.90)

sendo que r↑mn(r↓mn) é o coeficiente de reflexão para elétrons com spin-up (spin-down) no

MN, t↑mn(t↓mn) é o coeficiente de transmissão para elétrons com spin-up (spin-down) para

dentro do MN e os ı́ndices m, n caracterizam os modos transversais do filme na condição

de energia de Fermi.

A descrição desta teoria parte do fato de que o sistema encontra-se em um processo

adiabático, onde os elétrons/spins dentro da camada MN sempre estão em equiĺıbrio com a

precessão da magnetização na interface FM/MN. Uma boa forma de entender o fenômeno

que ocorre parte da comparação entre o tempo de permanência média de um elétron em

um śıtio atômico na camada MN (para elétrons na banda d com energia, Ed ≈ 5 eV,

logo, τ = ~/Ed ≈ 2 × 10−16 s) com o peŕıodo de precessão da magnetização no FM (para

uma frequência t́ıpica em nossos experimentos de FMR, f ≈ 5 GHz, o peŕıodo é T = 2

×10−10 s), isso significa que enquanto a magnetização dá uma volta em torno da direção
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de equiĺıbrio, um elétron se movimenta 106 śıtios atômicos.

M


FM MN

)(tm


dt

tmd )(


H


pump

SI


back

SI








0 MNt
FMt

y

Figura 6 – Sistema de coordenadas adotado para descrever os eixos do filme de espessura tFM .
O filme está com um campo magnético DC aplicado ( ~H) na direção ẑ, que é a direção que define
~MS . As correntes ~IpumpS = ~IpS e ~IbackS = ~IbS são as correntes de spin bombeada (p) e de volta (b),

respectivamente.

Na interface FM/MN interface FM/MN uma corrente de spin de volta (~IbS) para a

camada FM, será produzida devido a acumulação de spin no MN (ver Figura 6). Dito

isso, escreve-se o fluxo total de spin transferido na interface,

~IS = ~IpS − ~I
b
S. (2.91)

Se a corrente de spin (~IS) apresentar um valor mensurável, comprova-se a existência

de algum mecanismo que funcione como uma fonte absorvedora de spin (spin-sink) no

metal normal. Uma fonte para este tipo de mecanismo é o acoplamento spin-órbita, onde

o momento angular de spin produzido na condição de ressonância é transferido do elétron

para a rede. Se o mecanismo de relaxação é fraco, ou seja, é um fraco absorvedor de spin,

a camada MN pode ser usada como uma bateria de spin (spin-battery) [21].

A conservação de momento angular na interface FM/MN, garante que a corrente

de spin saindo da camada FM carrega momento angular perpendicular à direção da mag-

netização, o que equivale a um torque (-~IS) sobre a camada FM [20]. Este torque é

transferido inteiramente para a magnetização do FM, se o spin-flip interfacial for despre-

zado, de modo que a equação de LLG com um termo adicional pode ser utilizada para

descrever a dinâmica da magnetização,

d~m

dt
= −γ ~m× ~Hef + αm̂× d~m

dt
+

γ

M2
SVFM

~IS, (2.92)
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onde α é a constante de amortecimento adimensional intŕınseca de Gilbert e VFM =

tFM lFMw é o volume da camada FM. Com base na discussão apresentada acima e usando

as equações 2.86 e 2.91 escreve-se:

~IS =
~
4π

(
Gef,rm̂×

dm̂

dt
−Gef,i

dm̂

dt

)
, (2.93)

onde Gef,r e Gef,i são as partes real e imaginária da condutância devido às correntes ~IpS e

~IbS. Substituindo a equação 2.93 na equação 2.92 encontra-se:

d~m

dt
= −γ ~m× ~Hef −

(
γ~Gef,i

4πMSVFM

)
d~m

dt
+ (α + α′)m̂× d~m

dt
, (2.94)

onde,

α′ =

(
γ~

4πMSVFM

)
Gef,r. (2.95)

É posśıvel ainda reescrever a equação 2.94 como:

d~m

dt
= −γef ~m× ~Hef + αefm̂×

d~m

dt
, (2.96)

onde,

γef = γ

[
1−

(
γ~

4πMSVFM

)
Gef,i

]
(2.97)

e αef = α + α′. Dois fatos podem ser conclúıdos a respeito da condutância: a parte

real (Gef,r) contribui com um termo de amortecimento adicional (α′) e a parte imaginária

(Gef,i) contribui com um termo que equivale a um campo de anisotropia. Um experimento

de spin pumping é um processo adiabático que funciona como um circuito aberto, onde o

momento angular de spin conduzido pela corrente para dentro do MN, deve se acumular

no metal não magnético.

Em outras palavras, pode-se dizer que quando a precessão da magnetização é acio-

nada, uma corrente de spin flui para dentro do metal normal gerando uma magnetização

local, isto é, um acúmulo de spin ~µS até alcançar o estado de equiĺıbrio. Pode-se citar

duas caracteŕısticas que fundamentam os regimes transiente e de equiĺıbrio, são elas: o

momento angular de spin relaxa devido aos processos de spin-flip em sistemas com forte

absorvedor de spin e os spins que não sofrem relaxação contribuem efetivamente para

a acumulação de spin (~µS), de modo que eles produzem uma corrente de spin (~IbS) que

retorna para a camada FM.

No estado de equiĺıbrio, a corrente ĺıquida total que flui da camada FM para a

camada MN é representada pela equação 2.91. Observa-se que a corrente de volta (~IbS) é

definida através da acumulação de spin na camada MN e é obtida dentro da camada MN
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na interface FM/MN por

~IbS =
1

4π
(Gr~µS −Gi~µS × m̂). (2.98)

A acumulação de spin é definida pelo potencial qúımico, que é por sua vez, definido

de forma geral usando a função de distribuição de elétrons no metal normal f(ε). Ado-

tando uma descrição no esṕırito da segunda quantização define-se o operador que descreve

a função de distribuição de elétrons, f̂(ε) = fF−D(ε)ÎI [29], onde fF−D(ε) é a função de

distribuição de Fermi-Dirac para elétrons no MN. Com isso, a expressão que descreve o

potencial qúımico de spin é

~µS =

∫
εF

dεTr[~σf̂(ε)], (2.99)

onde εF é a energia de Fermi. Observa-se que a acumulação de spin (~µS) é um vetor

com direção caracterizada pelo desbalanceamento da densidade total de spin (ρS) e sua

magnitude é definida pela separação de energia referente aos spins ao longo da direção

analisada. O vetor densidade total de spins em condições extremas (baixas temperaturas)

pode ser definido em relação a ~µS como ~ρS = ~N(εF )~µS/2, onde aqui N(εF ) é a densi-

dade de estados por spin, por unidade de volume no MN. A difusão da acumulação de

spin [~µS(y)] para dentro da camada MN obedece à equação de difusão [32, 36]. Assim,

considerando a Figura 6 e adotando o eixo z como o eixo de polarização escreve-se,

iω~µS(y)−Ddi
∂2~µS(y)

∂y2
= −~µS(y)

τsf
, (2.100)

onde Ddi é o coeficiente de difusão de spin e τsf é o tempo de espalhamento spin-flip.

A acumulação de spin obedece as condições de contorno obtidas pela continuidade da

corrente de spin do material ferromagnético para o metal normal em y = 0 e em y = -

tMN , ou seja,
∂~µS(y)

∂y

∣∣∣∣
y=0

=
2

~NAintDdi

~IS

∣∣∣
y=0

, (2.101)

∂~µS(y)

∂y

∣∣∣∣
y=−tMN

= 0, (2.102)

onde Aint é a área da interface. Essas condições de contorno mostram que a equação 2.100

é uma espécie de “equação de continuidade”, onde o termo adicional de torque no lado

direito enfatiza que não há conservação de spin. A equação 2.100 pode ser reescrita como

∂2~µS(y)

∂y2
− ~µS(y)

(λefSD)2
= 0, (2.103)

onde,
1

(λefSD)2
=

1

Ddi

(
1

τsf
+ iω

)
(2.104)
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e

λSD =
√
τsfDdi (2.105)

é o comprimento de difusão de spin no metal normal. A solução geral da equação 2.103

é do tipo:

~µS(y) = ~Ae−y/λ
ef
SD + ~Bey/λ

ef
SD . (2.106)

Adotando as condições de contorno 2.101 e 2.102 na solução geral da equação 2.106

obtém-se

~µS(y) =

(
2

~NAintDdi

){
cosh [k(tMN + y)]

ksenh [k(tMN)]

}
~IS

∣∣∣
y=0

. (2.107)

O material ferromagnético possui parâmetros caracteŕısticos envolvendo o spin. En-

tre esses parâmetros está o comprimento de coerência de spin (λspin). Quando a espessura

do filme FM é maior que seu comprimento de coerência, é posśıvel escrever a seguinte

relação

λspin =
π

(k↑F − k
↓
F )
, (2.108)

onde, k↑↓F é o módulo do vetor de onda na superf́ıcie de Fermi. Neste caso, t↑↓ anula-se

[35] e o bombeamento de spin na superf́ıcie FM/MN é definido pela condutância mista

g↑↓. Para materiais como o Py a seguinte relação é válida, tFM ≥ 2 nm � λspin [31].

Por outro lado, a parte imaginária da condutância é despreźıvel Gi � Gr (g↑↓i � g↑↓r )

para a maioria das interfaces reais de interesse, de modo que é posśıvel escrever a seguinte

relação

Gr =
1

2

∑
m,n

∣∣r↑mn − r↓mn∣∣2 = g↑↓r . (2.109)

Introduzindo a condição apresentada pela equação 2.109 na equação 2.98, escreve-se

a corrente de spin de volta ao metal ferromagnético (~IbS) na interface como [37]:

~IbS

∣∣∣
y=0

=
1

4π
Gr~µS(y)

∣∣∣∣
y=0

. (2.110)

Substituindo a equação 2.110 na equação 2.91, encontra-se a corrente total de spin

na interface FM/MN,

~IS

∣∣∣
y=0

=
(
~IpS − ~I

b
S

)∣∣∣
y=0

= ~IpS

∣∣∣
y=0
−Gr βv~IS

∣∣∣
y=0

, (2.111)

onde ~ é a constante de Planck e

βv =
1

~NAintkDditanh[k(tMN)]
, (2.112)

é um parâmetro que governa a corrente de volta. Em um experimento t́ıpico de FMR com

frequência da ordem de GHz, a frequência de precessão (ω/2π) é menor que a taxa de
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relaxação de spin-flip 1/τsp, (ω � 1/τsf ) de forma que a expressão 2.104 pode ser aproxi-

mada para λefSD ≈ λSD. Adotando as correções feitas em λSD e N devido as contribuições

de drift [31], encontra-se

λSD =

√
τelτsf

3
vF (2.113)

e

N =
k2
F

πhvF
=

4Nct

hAintvF
, (2.114)

onde vF é a velocidade de Fermi, τel é o tempo de espalhamento elástico, kF é o número

de onda de Fermi e Nct é o número de canais transversais de condução do MN. Com isso,

a expressão para βv pode ser reescrita como,

βv =
1

Nct4
√
ξ/3tanh[tMN/λSD]

, (2.115)

sendo ξ = τel/τsf uma constante que representa em cada evento de espalhamento a pro-

babilidade de inversão do spin (spin-flip). Em experimentos de FMR com campo estático

da ordem de 1 kOe a frequência de ressonância fica na maioria dos casos no intervalo de

1 GHz ≤ ω/2π ≤ 10 GHz. Por outro lado, para um livre caminho médio de λel ≈ 10

nm a taxa de espalhamento elástico correspondente é de 1/τel ≈ 1014 s−1. Como con-

sequência as derivações feitas são restritas a metais, nos quais a razão entre os tempos de

espalhamento elástico e de spin-flip é da ordem de ξ = τel/τsf ≥ 10−3, ou seja, ξ � 1.

Em situações práticas esta condição é satisfeita [38] para materiais metálicos com número

atômico (Z) grande, já que ξ = (αfinaZ)4. Sendo αfina a constante de estrutura fina [39].

Usando as equações 2.88 e 2.111 a corrente de spin na interface FM/MN pode ser expressa

da seguinte forma:

~IS

∣∣∣
y=0

=

(
1

1 + βvGr

)
~IpS =

~
4π
G̃r

(
m̂× dm̂

dt

)
, (2.116)

onde,

G̃r =

(
1

1 + βvGr

)
. (2.117)

Para interfaces em boas condições de limpeza e com difusão de spin, a soma em Gr

ou g↑↓r (equações 2.87 e 2.89) é aproximadamente igual ao número de canais no ńıvel de

Fermi (Nct) [40]. Com isso, G̃r se torna,

G̃r ≈
g↑↓r

1 + {4
√
ξ/3tanh[tMN/λSD]}−1

. (2.118)

Com base na discussão apresentada anteriormente a corrente de spin para qualquer
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posição y do metal normal pode ser escrita como,

~IS(y) =

(
~NAintDdi

2

)
∂~µS(y)

∂y
, (2.119)

e usando as equações 2.108 e 2.116 encontra-se:

~IS(y, t) =
~
4π
G̃r

(
m̂× dm̂

dt

)
senh[(tMN + y)/λSD]

sen[tMN/λSD]
. (2.120)

A constante de amortecimento devido a parte real da condutância pode ser reescrita

usando a expressão 2.118, logo

α′ =
1

1 + [4
√
ξ/3tanh(tMN/λSD)]−1

α′∞, (2.121)

onde tMN é a espessura do filme ferromagnético e α′∞ = gµBGr/(4πMSVFM) é a constante

de amortecimento de Gilbert considerando que todos os spins transportados pela corrente

de spin no metal normal são absorvidos, o que resulta em τSF −→ 0, isto é, a condição

de absorção de spin é ideal (spin-sink perfeito) [20, 21, 32-34]. Note que em α′∞, g é a

constante de Landé e µB é o magneton de Bohr.

Observa-se que quando ξ � 10−2 o metal normal se caracteriza como um bom spin-

sink α′ ≈ α′∞. Este resultado mostra que metais leves como Al e Cu ou metais pesados com

apenas elétrons s na banda de condução, como Ag, W e Au, são pouco absorvedores de

spin (bom spin-sink), já que apresentam um baixo acoplamento spin-óbita e uma constante

t́ıpica ξ ≤ 10−2 [38, 41-43]. Por outro lado, metais pesados com elétrons p ou d na banda

de condução e com um número atômico grande (Z ≥ 50) são bons absorvedores de spins,

já que ξ ≤ 10−1, esse é o caso dos metais Pt e Pd [38]. A precessão da magnetização produz

um fluxo de momento angular de spin que gera uma corrente de spin AC e uma corrente

DC de spins orientados antiparalelamente com respeito à componente de equiĺıbrio da

magnetização.

Como discutido antes, quando uma bicamada FM/MN encontra-se na condição

de ressonância ferromagnética, uma corrente pura de spin será injetada na camada não

magnética e através do efeito Hall de spin inverso, uma corrente de carga será produzida

nas extremidades da amostra gerando uma tensão DC (VSPE) devido ao spin pumping.

Para se calcular a tensão VSPE, considera-se que por causa da precessão da magnetização,

uma densidade de corrente de spin ~JS (em unidades de momento angular) é injetada da

camada FM para a camada MN, de modo que se pode escrever ~JS considerando a Figura

6 como:
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~JS(y) =
1

Aint
〈~IS(y, t)〉 =

1

Aint
〈IS(y, t)〉(−~y). (2.122)

O cálculo da média temporal da equação 2.122 se resume a encontrar 〈~IS(0, t)〉.
Usando a equação 2.120 na equação 2.122 encontra-se:

〈~IS(y, t)〉 ∝ 〈~IS(0, t)〉 =
~
4π
G̃r

〈
m̂× dm̂

dt

〉
= −~ωG̃r

4π
Im

[
m∗xmy

M2
S

]
ẑ. (2.123)

As equações 2.122 e 2.123 mostram que a corrente de spin possui direção no sentido

(−ŷ) e polarização de spin no sentido ẑ, o que é uma caracteŕıstica tensorial de uma

entidade f́ısica. Como esperado a corrente de spin possui polarização no mesmo sentido

da magnetização de equiĺıbrio. Considerando o sentido −ŷ para a corrente de spin e as

equações 2.120 e 2.123 na equação 2.122 escreve-se

~JS(y) =
~ωG̃r

4πAint
Im

[
m∗xmy

M2
S

]
senh[(tMN + y)/λSD]

sen[tMN/λSD]
(−ŷ). (2.124)

A relação entre a densidade de corrente de carga e a densidade de corrente de spin

é escrita como

~JC(y) =

(
2e

~

)
θSH

[
σ̂ × ~JS(y)

]
, (2.125)

onde θH é o ângulo Hall de spin e σ̂ é a polarização de spin, que neste caso, está na

direção ẑ (σ̂ = ẑ). A tensão DC devido ao spin pumping (VSPE) é resultado da densidade

de corrente de cargas [ ~JC(y)] acumulada nas extremidades da amostra. Essa tensão é

obtida integrando a densidade de corrente sobre a área transversal a direção de medida

(x̂), isto é,

VSPE = Rx

∫
~JC(y) · d ~Atra, (2.126)

onde

Rx =
lFM

(σwtFM)
(2.127)

é a resistência elétrica no metal normal e d ~A = −dzdyx̂ é o elemento diferencial de área

na direção x̂. Tomando então, a equação 2.126, calcula-se:

VSPE = Rx

∫
~JC(y) · d ~Atra = Rx

∫ w/2

−w/2

∫ −tMN

0

[
~JC(y) · x̂

]
dzdy. (2.128)

Substituindo a equação 2.125 na equação 2.128, obtém-se:

VSPE = −RxθSH

(
2e

~

)∫ w/2

−w/2

∫ −tMN

0

JS(y) [ẑ × ŷ] · x̂dzdy, (2.129)
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VSPE = −RxθSH

(
eωG̃r

2πAint

)
Im

[
m∗xmy

M2
S

] ∫ w/2

−w/2

∫ −tMN

0

senh[(tMN + y)/λSD]

sen[tMN/λSD]
cos(φ)dzdy,

(2.130)

VSPE = RxθSHwλSD

(
eωG̃r

2πAint

)
Im

[
m∗xmy

M2
S

]
tanh

(
tMN

2λSD

)
cos(φ), (2.131)

Da equação 2.124 sabe-se que

JS(0) =
~ωG̃r

4πAint
Im

[
m∗xmy

M2
S

]
. (2.132)

Substituindo 2.132 em 2.131 encontra-se [44]:

VSPE = RxθSHwλSD

(
2e

~

)
tanh

(
tMN

2λSD

)
JS(0)cos(φ). (2.133)

Por outro lado, a equação 2.133 pode ser reescrita usando as equações

mx =

[
MS(HR + 4πMS)

2HR + 4πMS

] [
(H −HR) + i(∆H)

(H −HR)2 + (∆H)2

]
h (2.134)

e

my = i

[
ωMS

γ(2HR + 4πMS)

] [
(H −HR) + i(∆H)

(H −HR)2 + (∆H)2

]
h, (2.135)

como,

VSPE =
γ(HR + 4πMS)

α2ω(2HR + 4πMS)2
h2RxθSHwλSD

(
eωG̃r

2πAint

)
tanh

(
tMN

2λSD

)
L(H)cos(φ),

(2.136)

onde assumimos nas equações 2.134 e 2.135 que além do campo externo H, do campo

de micro-ondas h, existe um campo dipolar hdip na amostra criado pela micro-ondas.

Definindo g↑↓ef = G̃r/Aint e considerando a relação aproximada ∆H = αω/γ, reescreve-se

a equação 2.136 como:

VSPE = RxwλSDθSHp

(
eωg↑↓ef

2π

)
tanh

(
tMN

2λSD

)(
h

∆H

)2

L(H)cos(φ), (2.137)

onde o fator de precessão eĺıptica da magnetização é dado por:

p =
ω(HR + 4πMS)

γ(2HR + 4πMS)2
. (2.138)

Normalmente a tensão DC observada nos experimentos de spin pumping pode ser

definida como a soma da tensão devido a efeitos galvanomagnéticos VGM e ao spin pumping

VSPE. Desse modo, é posśıvel escrever uma expressão geral para a tensão medida,

Vmed = [V Sim
GM L(H) + V Anti−Sim

GM L′(H)]sen(2φ)sen(φ) + VSPEL(H)cos(φ). (2.139)
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2.3 Resultados: Medidas de FMR de banda larga com micro-ondas em linha
de fita

Para as medidas de ressonância ferromagnética realizadas nesta tese, constrúımos

um espectrômetro de ressonância ferromagnética de banda larga utilizando linha de fita

para condução da radiação de micro-ondas. Esse espectrômetro na configuração usada,

utiliza micro-ondas até acima da banda larga (1 - 10 GHz).

2.3.1 Descrição da montagem

Nos mais diversos experimentos feitos nesta tese variamos a frequência desde 1

GHz até 10 GHz. Esta é uma das principais vantagens deste tipo de espectrômetro de

FMR. Na Figura 7 apresentamos um diagrama de blocos do equipamento montado.

Nesta montagem experimental, o primeiro componente a ser descrito é o de micro-ondas,

composto pelo gerador de micro-ondas e pela linha de fita. O segundo componente é

composto pelo eletróımã que gera o campo externo estático e é alimentado com uma fonte

de corrente DC que é controlada por GPIB via o computador. A modulação em campo

por sua vez, é feita por um par de bobinas de Helmholtz que é um dos componentes de um

circuito RLC com ressonância 8,7 kHz, alimentado por um gerador de funções. O terceiro

componente é formado por um diodo detector, por um amplificador seletivo (lock-in), por

um computador e por um sistema de interfaces GPIB que permite o controle digital do

sinal de FMR.

É posśıvel descrever uma medida t́ıpica com o espectrômetro montado da seguinte

forma: a radiação de micro-ondas do gerador é transmitida por um cabo coaxial à linha

de fita, que gera o campo magnético de rf; parte da radiação na linha de fita é absorvida

pela amostra na condição de ressonância e a parte transmitida chega ao diodo detector,

onde é transformada em um sinal de tensão. Esse sinal é então medido pelo amplificador

lock-in, cuja sáıda é conectada a uma placa GPIB no computador. Concomitantemente

ao fluxo de micro-ondas, o campo magnético externo é modulado por um campo de baixa

frequência produzido por um par de bobinas de Helmholtz. O gerador de funções que

alimenta o circuito RLC e consequentemente o par de bobinas também é interligado ao

lock-in na entrada de seus sinais de referência. Assim, o sinal enviado pelo diodo detector

ao lock-in é travado em fase com o sinal de modulação. O resultado é digitalizado em

forma de dados e visualizado no computador. Os dados dão a amplitude da derivada da

absorção de FMR em relação ao campo.

O gerador de micro-ondas, o lock-in, o computador, o diodo detector, o gerador de

função e o eletróımã são componentes comerciais. O programa em código Labiew usado
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Figura 7 – Diagrama de bloco simplificado da montagem de ressonância ferromagnética de
banda larga.

para controle do FMR de banda larga já existia no grupo de magnetismo do DF-UFPE.

Assim, descreveremos nas próximas seções apenas a montagem do circuito RLC e da

linha de fita, que são os principais componentes do espectrômetro de FMR de banda

larga montado.

2.3.2 Modulação de campo por bobinas

A modulação do campo magnético foi feita usando um circuito RLC. Este tipo de

circuito é formado por três componentes: um resistor (R), um indutor (L) e um capacitor

(C). Na Figura 8 mostramos um esquema do circuito RLC com fonte alternada. Pela lei

de Kirchoff, escreve-se:

VFonte = VR + VL + VC . (2.140)

Contudo, sabe-se que

VR = RI, VL = L
dI

dt
, VC =

∫
I

C
dt. (2.141)

Considerando a fonte alternada na forma, VFonte = Vpexp(iωt), onde Vp é a tensão

de pico, sabe-se que I ∝ exp(iωt), desse modo,

Vpe
iωt = RI +

(
iωL− i

ωC

)
I, (2.142)
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I =

(
Vpe

iωt

R + iωL− i/ωC

)
. (2.143)

+

+

-

I

I

R L C

+ - + - + -

Figura 8 – Esquema do circuito RLC com fonte alternada.

Por outro lado, pode-se escrever a corrente como,

I = Ipe
i(ωt−ϕ). (2.144)

onde Ip é a amplitude da corrente e ϕ é uma fase. Utilizando a expressão 2.143 na 2.144,

obtém-se

cosϕ =

[
R2

R2 + (1/ωC − ωL)2

]
, (2.145)

senϕ =

[
(1/ωC − ωL)R

R2 + (1/ωC − ωL)2

]
(2.146)

e

ϕ = arctang

(
1/ωC − ωL

R

)
. (2.147)

Agora considerando as expressões 2.143 e (I)(I∗) = |I|2 obtém-se em módulo,

Ip =
Vp√

R2 + (1/ωC − ωL)2
, (2.148)

mas no resistor, VR = RIp, logo,

VR
Vp

=
R√

R2 + (1/ωC − ωL)2
. (2.149)

Na ressonância do circuito VR é máximo, logo

1

ωRC
= ωRL −→ fR =

1

2π

1√
LC

, (2.150)



2. Dinâmica da magnetização . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 61

onde fR é a frequência de ressonância. Agora discutiremos os componentes usados no

nosso circuito.

• Resistor

Em nosso circuito usamos um resistência de 1 Ω. Essa resistência ajuda a visualizar a

corrente no circuito e com uma calibração entre corrente e campo sabe-se qual a amplitude

do campo de modulação que estamos usando.

• Indutor

Nosso indutor é um par de bobinas de Helmholtz que constrúımos no DF-UFPE.

Podemos determinar a indutância (L) do par de bobinas usando o fluxo magnético, para

isso, consideramos o campo magnético no centro da bobina, que é dado por,

hbf =
8

5
√

5

IpNesp

R
, (2.151)

onde, R é o raio interno da bobina, Nesp é o número de espiras de uma bobina e Ip é a

corrente. Considerando uma corrente AC com frequência 8,7 kHz com amplitude de Ip =

300 mA, um número de espiras de Nesp = 65 espiras e um raio interno de R = 28 mm,

encontramos um campo magnético de hbf = 5 Oe.

Na Figura 9 mostramos a curva de calibração da amplitude da corrente com

frequência de 8,7 kHz em função da amplitude do campo magnético medido com a ponta

do gausśımetro, a curva linear representa um ajuste com a curva hbf = 16,43 Ip. Cada

ponto da curva de calibração representa a média de 5 medidas com a ponta do gausśımetro

em posições centrais entre as bobinas.

• Capacitor

Escolhemos um capacitor (C = 0,33 µF) de modo que a frequência de ressonância

do circuito RLC fosse em torno de 8,7 kHz.

O circuito RLC montado é alimentado por um gerador de funções ajustado em uma

frequência de 8,7 kHz e forma de onda senoidal. A amplitude da tensão AC de alimentação

é monitorada usando um osciloscópio ligado nas extremidades da resistência de 1 Ω. Com

isso, sabemos qual a corrente no circuito e usando a calibração da Figura 9 encontramos

a amplitude do campo na amostra.

2.3.3 Caracteŕısticas da radiação de micro-ondas em linhas de fita (mi-
crostrips)

Na montagem do espectrômetro de FMR de banda larga utilizamos como linha de

transmissão de micro-ondas uma linha de fita do tipo microstrip [45]. Essa linha de fita

é um dos tipos mais populares de linhas de transmissão planar, principalmente porque

pode ser fabricada por processos fotolitográficos e facilmente miniaturizada e integrada
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Figura 9 – Calibração da amplitude do campo de modulação em função da corrente pico-a-pico
nas bobinas.

com dispositivos de micro-ondas passivos e ativos. A geometria de uma linha microstrip

é mostrada na Figura 10 (a). Um condutor de largura ωmic é impresso em um substrato

dielétrico fino aterrado de espessura d e permissividade relativa εr. Um esboço das linhas

de campo é mostrado na Figura 10 (b).

Se o substrato dielétrico não estivesse presente (εr = 1), teŕıamos uma linha de

dois fios consistindo de uma tira plana condutora sobre um plano terra, incorporado em

um meio homogêneo (ar). Isso constituiria uma linha de transmissão TEM (transverse

eletromagnetic) simples com velocidade de fase (vp) igual a velocidade da luz (vp = c). A

presença do dielétrico, particularmente o fato do dielétrico não preencher a região acima

da faixa (y > d), complica o comportamento e a análise da linha de fita.

A linha de fita não pode suportar uma onda TEM pura, uma vez que a velocidade de

fase dos campos TEM na região dielétrica seria c/
√
εr, enquanto que a velocidade de fase

dos campos TEM na região do ar seria c, de modo que uma condição de correspondência

de fase na interface dielétrica-ar seria imposśıvel de aplicar. Na verdade, os campos exatos

de uma linha de fita constituem uma onda TM (transverse magnetic) - TE (transverse
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Figura 10 – Linha de transmissão microstrip: (a) Geometria. (b) Linhas de campos magnético
e elétrico.

electric) h́ıbrida. A seguir apresentamos uma descrição dos modos envolvidos na linha

de fita baseada na referência [45]. Inicialmente consideremos as equações de Maxwell na

forma diferencial

∇× ~eE = −∂
~bB
∂t

, ∇× ~h =
∂~dD
∂t

+ ~J, (2.152)

∇ · ~dD = ρq, ∇ ·~bB = 0. (2.153)

onde ~J é a densidade de corrente elétrica e ρq é a densidade de corrente de carga. No

vácuo ~bB = µ0
~h e ~dD = ε0~eE, com µ0 = 4π × 10−7 Henry/m (permeabilidade magnética

no vácuo) e ε0 = 8, 854× 10−12 Farad/m (permissividade do vácuo). Sabe-se que em um

meio linear, ε e µ, não depende de ~eE ou ~h. Então, supondo que a linha de fita seja livre

de fontes, reescrevemos as equações de Maxwell como,

∇× ~eE = iωµ~h, ∇× ~h = −iωε~eE, (2.154)

∇ · ~dD = 0, ∇ ·~bB = 0. (2.155)

onde assumimos uma dependência temporal harmônica nos campos do tipo exp(−iωt).
Sendo que no meio com ε 6= ε0 e µ 6= µ0, tem-se ~dD = ε~eE e ~bB = µ~h. Usando as equações

acima e lembrando da identidade vetorial ∇×∇× ~A = ∇(∇· ~A)−∇2 ~A, escrevemos para

os campos ~eE e ~h, (
∇2 + µεω2

){ ~eE
~h

}
= 0. (2.156)

Como discutido anteriormente as linhas de fita do tipo microstrip estão relacionadas

a meios dielétricos não uniformes que estão associadas a modos de propagação complexos.

Como representado na Figura 10 (b) a interface abrupta substrato-ar produz compo-
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nentes longitudinais dos campos.

x

z

d

єr
micAr

Substrato

(duroid)

y

Figura 11 – Esquema da microstrip para analisar os campos.

A comprovação da existência das componentes longitudinais pode ser feita, partindo

da existência dos campos transversais e considerando as equações de Maxwell juntamente

com as condições de contorno dos campos ~eE e ~h na interface substrato-ar. Pela Figura

11 pode-se escrever as condições de contorno

ŷ × (~eSub − ~eAr) = 0, (2.157)

ŷ · (~hSub − ~hAr) = 0. (2.158)

Assim, pode-se escrever as seguintes relações,

~ex|Sub = ~ex|Ar, (2.159)

~ez|Sub = ~ez|Ar, (2.160)

~hy

∣∣∣
Sub

= ~hy

∣∣∣
Ar
, (2.161)

usando 2.154 e considerando a componente de ~eE no eixo x, escreve-se

~ex|Sub =

[
−1

iωε
(∇× ~h)

]
x

∣∣∣∣
Sub

, (2.162)



2. Dinâmica da magnetização . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 65

~ex|Ar =

[
−1

iωε0

(∇× ~h)

]
x

∣∣∣∣
Ar

. (2.163)

Com 2.159 e usando 2.162 e 2.163, encontra-se(
∇× ~h

)
x

∣∣∣
Sub

=
ε

ε0

(
∇× ~h

)
x

∣∣∣
Ar

= εr

(
∇× ~h

)
x

∣∣∣
Ar
, (2.164)

ou (
∂hz
∂y
− ∂hy

∂z

)
x

∣∣∣∣
Sub

= εr

(
∂hz
∂y
− ∂hy

∂z

)
x

∣∣∣∣
Ar

, (2.165)

utilizando 2.161 obtém-se

εr
∂hz
∂y

∣∣∣∣
Ar

− ∂hz
∂y

∣∣∣∣
Sub

= (εr − 1)
∂hy
∂z

∣∣∣∣
Ar

. (2.166)

Nota-se que a equação 2.166 mostra a existência da componente longitudinal hz,

quando εr é diferente da unidade e existe uma componente transversal do tipo hy(z).

Similarmente mostra-se a existência de ez. Na maioria das aplicações práticas o substrato

dielétrico é “eletricamente muito fino”(d << λ) e, portanto, os campos comportam ondas

TEM. Neste caso, considerando a geometria da linha de fita segundo a Figura 11 é útil

isolar a variação espacial dos campos na direção z, logo admite-se que

~eE(x, y, z, t)

~h(x, y, z, t)

}
=

{
~eE(x, y)e±ikz−iωt

~h(x, y)e±ikz−iωt
(2.167)

Com a dependência hipotética em z para os campos, a equação 2.156 se reduz à

forma bidimensional [
∇2
t + (µεω2 − k2)

]{ ~eE
~h

}
= 0, (2.168)

onde ∇2
t é a parte transversal do operador laplaciano ∇2

t = ∇2 − ∂2/∂z2. É conveniente

separar os campos nas componentes paralela e transversal ao eixo z,

~eE = ~et + ez ẑ, (2.169)

onde

~ez = ez ẑ, ~et = (ẑ × ~e)× ẑ, (2.170)

e ẑ um vetor unitário na direção z. Para o campo magnético ~h, valem definições análogas.

As equações de Maxwell podem ser escritas em termos das componentes transversais e

paralelas como

∂~et
∂z

+ iµωẑ × ~ht = ∇tez, ẑ · (∇t × ~et) = iωbz, (2.171)
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∂~ht
∂z
− iεωẑ × ~et = ∇thz, ẑ · (∇t × ~ht) = −iεωez, (2.172)

∇t · ~et = −∂ez
∂z

, ∇t · ~ht = −∂hz
∂z

. (2.173)

Nota-se que uma vez conhecendo ez e hz, as componentes transversais de ~eE e de ~h

estão determinadas, admitindo válida a dependência em relação a z do tipo acima citado.

Contudo, a onda TEM só possui componentes transversais em seus campos, (ez = 0 e hz

= 0), logo as equações 2.171, 2.172 e 2.173 dão,

∇t × ~eTEM = 0, ∇t · ~eTEM = 0. (2.174)

Isso quer dizer que ~eTEM é uma solução de um problema eletrostático em duas

dimensões. Dáı se conclúı duas consequências importantes. A primeira é a de que o

número de onda é dado pelo valor num meio infinito k = k0 = ω
√
µε, como mostra a

equação 2.156. A segunda consequência é a de que o campo magnético, obtido da primeira

equação em 2.171 é

~hTEM = ± 1

ZTEM
(ẑ × ~eTEM), (2.175)

onde ZTEM =
√
µ/ε é a impedância da onda. A relação entre ~hTEM e ~eTEM é exatamente a

mesma que existe para as ondas planas em um meio infinito. Uma importante propriedade

do modo TEM é a ausência de uma frequência de corte, isto é, ela suporta ondas com

qualquer frequência. Esta é sua grande vantagem em relação aos guias de onda vazios, que

só propagam ondas com frequência acima da frequência de corte. Além disso, o número

de onda obtido é real para todos os ω. É posśıvel determinar com boa aproximação a

relação entre o campo magnético da radiação (~h) e sua potência. Para uma microstrip

de largura wmic, impedância caracteŕıstica (Z) e com uma corrente (Irf ) gerada pela

radiação, pode-se escrever usando a lei de Ampère:∮
~h · d~l = Irf . (2.176)

Considerando, hx = h 6= 0 e hy = 0 obtém-se:

h =
Irf

2ωmic
. (2.177)

Por outro lado, a relação entre a potência da radiação e a corrente gerada é dada

por:

Prf =
1

2
ZI2

rf . (2.178)
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Substituindo 2.178 em 2.177 encontra-se:

h =

(
1√

2wmicZ

)√
Prf . (2.179)

Fabricamos uma linha de fita tipo microstrip em uma placa do isolante duroid, com

espessura T = 0,7 mm, tendo ambos os lados revestidos com uma folha de cobre de 0,12

mm. O valor da constante de permissividade relativa do duroid usado foi de ε = 12. É

desejável que a impedância da microstrip tenha o valor de Z = 50 Ω, isso por que esta

é a impedância t́ıpica dos cabos de rf. Com uma largura para a microstrip de wmic =

0,5 mm, encontramos a impedância desejada Z = 50 Ω. Substituindo esses valores na

equação 2.179, encontra-se h(Oe) ≈ 2, 5[P (W )]1/2. Antes de imprimir a microstrip com

estas caracteŕısticas simulamos usando o programa RF SIM 99 as condições ideais da

microstrip. Para isso, adotamos os parâmetros do duroid, como permissividade relativa

e variamos a largura da microstrip até encontrar a condição para a impedância desejada

(Z = 50 Ω). Para determinar a espessura do duroid (T ) usamos a espessura da placa

completa U = 0,94 mm e a espessura do cobre β = 0,12 mm, de modo que pela Figura

11, obtemos T = U−2β = 0,7 mm. Na Figura 12 apresentamos a curva de calibração da
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Figura 12 – Calibração da linha de fita usando o Vector Network Analyzer (VNA).

impedância da linha de fita usando o modo reflexão do Vector Network Analyzer (canal

S22 Reverse reflection). Percebe-se que a impedância permanece em torno de Z = 50 Ω.
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Para medir a impedância por reflexão uma carga casada de 50 Ω foi colocada em uma das

extremidades da linha de fita.

2.3.4 Medidas de FMR em filmes magnéticos

Fizemos medidas no espectrômetro de FMR de banda larga variando a frequência

de micro-ondas em diferentes materiais ferri/ferromagnéticos: YIG, Py, etc. Na Figura

13 mostramos um arranjo da amostra sobre a linha de fita. As granadas de ferro são

compostos isolantes ferrimagnéticos de estrutura cúbica com a fórmula geral Z3Fe5O12,

onde Z é um ı́on metálico trivalente e Fe é o ı́on férrico (Fe3+, S = 5/2, L = 0). A

granada de ı́trio e ferro (Y3Fe5O12) é um exemplo deste tipo de material. O ı́on Y3+ é

diamagnético, de modo que a magnetização do YIG é resultado da diferença entre as duas

redes de Fe3+ com magnetizações opostas. No zero absoluto, cada ı́on férrico contribui

com 5µB para a magnetização, mas em cada unidade de fórmula os três ı́ons Fe3+ situados

em śıtios cristalinos conhecidos como śıtios d estão magnetizados em um sentido e os ı́ons

Fe3+ situados em śıtios conhecidos como śıtios a estão magnetizados no sentido oposto, o

que resulta em uma magnetização de 5µB por unidade de fórmula [46]. A temperatura de

Curie do YIG, 559 K, está associada à interação a−d. Os únicos ı́ons magnéticos do YIG

são os ı́ons férricos. Os nossos filmes monocristalinos da granada de ı́trio e ferro Y3Fe5O12-

(111) foram crescidos por epitaxia em fase ĺıquida em substratos de Gd3Ga5O12 (GGG)

com orientação cristalográfica [111]. Eles foram produzidos a temperatura constante,

em soluções supersaturadas usando fluxo baseado em PbO-B203 pela técnica de imersão

horizontal. A temperatura de crescimento variou entre 1000 e 1050 ◦C, utilizando ∆T

de super-resfriamento entre 5 e 50 ◦C. Os substratos foram imersos no material fundido

durante um tempo t́ıpico de 3 minutos e rodados continuamente a uma taxa de 100 rpm

enquanto ocorria o crescimento do filme.

Inicialmente fizemos medidas em um filme de YIG de 50 nm de espessura que foi

colocado na parte superior da linha de fita separada por uma folha de Mylar de 60 µm

de espessura. Essa separação entre a amostra e a linha de fita é feita para garantir a

uniformidade do campo de rf criado na amostra pela micro-ondas. A amostra é excitada

pelo campo magnético de rf na direção perpendicular ao campo estático H aplicado no

plano do filme. Neste tipo de medida fixamos a frequência de micro-ondas e variamos

o campo magnético estático. Observamos que apesar do circuito de micro-ondas ser de

banda larga, a transmissão global exibe variações de até 30 % na faixa de frequência de

1-10 GHz. Isso se deve as reflexões geradas devido as conexões existentes no circuito

de micro-ondas até o diodo detector. O campo magnético aplicado é modulado com

frequência de 8,7 kHz e amplitude de 0,2 Oe, de modo a permitir a detecção do sinal de
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Duroid

Cobre

Figura 13 – Ilustração da linha de fita usada nas medidas do espectrômetro de FMR. Sobre
a linha de fita é colocada a amostra do material ferromagnético.

FMR em função do campo magnético.

Na Figura 14 mostramos os sinais de FMR modulados, para a amostra de 50 nm

de espessura de YIG. Os sinais estão em função do campo magnético H para várias

frequências, mantendo constante a potência incidente de 5 mW na linha de fita. Duas

diferenças importantes são observadas em relação ao espectro de filmes de YIG com es-

pessura na faixa de µm [47]. Primeiro, em cada frequência há apenas uma linha, enquanto

que nos filmes espessos existem várias linhas correspondentes aos modos magnetostáticos

de spin. A segunda diferença é que aqui a amplitude da absorção da potência não varia

muito com a frequência, enquanto que nos filmes grossos a amplitude cai abruptamente à

medida que a frequência diminui abaixo de 3 GHz. A razão é que no filme fino o processo

não-linear de três mágnons não tem a coincidência em frequência e ocorre em ńıveis de

potência muito superiores a 5 mW [48].

A Figura 15 (a) mostra a frequência em função do campo de ressonância e a curva

sólida obtida a partir do ajuste com a equação de Kittel 2.43, dada neste caso, pela relação

f0 = ω0/2π = γ
√

[(HR +HA)(HA +HR + 4πMef )], onde HA é o campo de anisotropia no

plano e 4πMef = 4πMS - HSA é a magnetização de saturação efetiva devido ao efeito do

campo de anisotropia de superf́ıcie HAS. O ajuste na Figura 15 (a) foi obtido com HA

= 12,7 Oe e 4πMef = 1140 G, correspondendo a um campo de anisotropia de superf́ıcie

de 0,62 kOe. O bom ajuste dos dados experimentais apresentados na Figura 15 (a) e
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Figura 14 – Caracteŕısticas da ressonância ferromagnética (FMR) de um filme YIG de 50
nm de espessura. Sinais de derivadas da absorção de FMR em função do campo magnético H
medidos nas frequências indicadas pelos números em GHz e potência constante de 5 mW.

a curva de Kittel mostram que os sinais da derivada da absorção obtidos na Figura 14

caracterizam bem a ressonância ferromagnética.

A Figura 15 (b) mostra a dependência da largura de linha em função da frequência.

Usando a equação 2.36 obtém-se ∆H0 = 3,8 Oe e uma constante de amortecimento de

α = 0,0013. O valor ∆H0 = 3,8 Oe está entre os menores observados em filmes de YIG

de 50 nm [49-53]. O bom ajuste dos dados da Figura 15 (b) com a expressão 2.36

evidência a importância da técnica de FMR para a análise dos processos de relaxação da

magnetização. Além disso, os sinais de FMR para diferentes frequências confirmam a alta

qualidade do filme de YIG e indicam que ele é homogeneamente crescido sobre o substrato

GGG [49-53]. Isso mostra que a técnica de FMR por linha de fita pode ser utilizada para

caracterização de filmes ultra finos de materiais magnéticos.

A Figura 16 mostra espectros obtidos por FMR sem modulação em campo em um

filme de YIG de 2 µm com potência de 5 mW. Essa é outra forma de se medir o espectro

de ressonância ferromagnética do material usando a detecção via um nanovolt́ımetro ao
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Figura 15 – Dados das medidas de FMR de um filme de YIG de 50 nm. (a) Dependência da
frequência de FMR em função do campo de ressonância e ajuste com a equação de Kittel; (b)
Dependência da frequência da largura de linha.

invés de um amplificador lock-in. Nota-se que os espectros obtidos possuem linhas de base

que diferem um pouco do comportamento de uma função lorentziana, que é o esperado

neste tipo de medida. Essa distorção se deve ao fato de que na medida sem modulação

em campo, os efeitos gerados pela micro-ondas na linha de fita são também observados.

Mesmo usando um sistema bem calibrado como mostra a Figura 12, a resposta da linha

de fita e da amostra em si pode gerar esse tipo de distorção. Uma comparação entre a

Figura 14 e a Figura 16 mostra o efeito da coincidência em frequência de três mágnons

obtidos para filmes com espessura da ordem de µm. Notamos que para uma frequência

menor que 3 GHz a intensidade do sinal de FMR (Vd) cai abruptamente.

Na Figura 17 apresentamos os espectros de FMR similares aos apresentados na Fi-

gura 16 com modulação em campo magnético. Observa-se que para frequências menores

que 3 GHz os espectros desaparecem como discutido antes. Nesta figura, em particular,

nos zoom (a) e (b) fica claro a quantidade de modos magnetostáticos observados em YIG

quando a amostra possui uma espessura da ordem de µm. As medidas da Figura 17

foram feitas com os mesmos parâmetros adotados para se fazer as medidas da Figura 16.

Nota-se que este tipo de FMR é uma técnica versátil e poderosa no estudo de

materiais magnéticos, em especial filmes finos [47-54]. Medidas de FMR em filmes fer-

rimagnéticos isolantes como YIG são sempre mais fáceis de se obter já que as perdas

magnéticas deste tipo de amostra são sempre baixas. Contudo, em filmes ferromagnéticos

metálicos como o Permalloy (Py), onde as perdas magnéticas são bem maiores do que

no YIG, o sinal de FMR é sempre mais dif́ıcil de ser detectado. Isso ocorre devido aos

processos de relaxação da magnetização.
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Figura 16 – Dados das medidas de FMR de um filme de YIG de 2 µm sem modulação em
campo magnético medida via nanovolt́ımetro.

É bem compreendido na literatura que os principais mecanismos intŕınsecos de re-

laxação magnética em metais são: o acoplamento mágnon-fônon [55], as correntes de

Foucault [56] e os espalhamento por elétrons itinerantes (elétrons de condução) [57, 58].

Existem também em regimes de excitação não-linear de ondas de spin, os processos de

decaimento de três e quatro mágnons. Por outro lado, os metais também apresentam

mecanismos extŕınsecos, os principais podem ser divididos em locais e não-locais. Como

locais podemos citar: espalhamento de dois mágnons [59], gerado por defeitos existentes

nas superf́ıcies e interfaces. Já como não-locais podemos citar, a transferência de momento

angular através de interfaces, também conhecido como spin pumping [20, 21]. Todos esses

mecanismos contribuem para dificultar a detecção do sinal de FMR. A solução é produzir

um FMR bem calibrado e procurar as melhores condições de medidas.

Na Figura 18 apresentamos medidas de FMR com linha de fita para uma amostra

de 10 nm de Py. A largura de linha encontrada usando a equação 2.61 foi de ∆H = 33

Oe para 8 GHz. O campo de ressonância encontrado foi de HR = 740 Oe. O Py é um

material ferromagnético metálico e é exatamente este tipo de material o responsável por

diferentes efeitos relacionados aos processos de relaxação da magnetização. Vale ressaltar
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Figura 17 – Dados das medidas de FMR de um filme de YIG de 2 µm com modulação em
campo magnético medida via lock-in.

que as medidas de ressonância ferromagnéticas em filmes metálicos não são triviais em

sistemas abertos como em um FMR de banda larga com linha de fita. Efeitos como as

correntes de Foucault são induzidas pela precessão da magnetização com dissipação de

energia devido à condutividade do material. Em amostras, tipo filmes finos, o campo

de rf penetra totalmente no filme, de modo que o efeito das correntes de Foucault são

despreźıveis. Contudo, as correntes de Foucault são relevantes para filmes ferromagnéticos

metálicos espessos (da ordem de µm).

O espalhamento direto mágnon-fônon é outra caracteŕıstica responsável pela dis-

sipação de energia magnética. Este mecanismo foi estudado por Suhl [55] em sistemas

com dimensões reduzidas, onde a magnetização e a tensão da rede são homogêneos. Em

experimentos de transmissão de micro-ondas Heinrich [60] determinou o valor desta cons-

tante de amortecimento para o Ni, αFonon ≈ 1× 10−3. O valor obtido por Heinrich para

αFonon é 6 vezes menor que o valor do Py. É ńıtido que o espalhamento direto mágnon-
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Figura 18 – Sinal de ressonância ferromagnética (FMR) de um filme de Py de 10 nm de
espessura.

fônon não é relevante para amostras com dimensões reduzidas [61]. Por outro lado, o

espalhamento por elétrons de condução representa o mecanismo dominante para o pro-

cesso de dissipação de energia magnética. Esse mecanismo de espalhamento é baseado

na interação s-d (espalhamento com spin-flip) e na interação spin-órbita (espalhamento

sem spin-flip). A interação por elétrons de condução com espalhamento spin-flip foi pro-

posta originalmente por Heinrich et at. [57, 58]. Segundo ele este tipo de interação

fundamenta-se na interação de elétrons itinerantes, ligados a banda s-p com spins locali-

zados na banda d. A interação de troca que ocorre é do tipo s-d. Esse tipo de dissipação

influência principalmente o processo de ressonância ferromagnética de materiais ferro-

magnéticos metálicos. Isso é observado na maioria das vezes pela distorção do sinal da

derivada da absorção. Outros mecanismos como o spin pumping estudado em bicamadas

FM/MN também influenciam na dissipação de energia magnética.

2.4 Resultados: Spin pumping

O efeito spin pumping em interfaces FM/MN foi proposto por Brataas et al. [20, 21].

Este efeito gera um amortecimento interfacial devido a uma densidade de corrente de

spin ~JS que flui da camada ferromagnética (FM) para uma camada de metal normal
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(MN) adjacente. A precessão dos spins da camada FM gera a corrente de spin calculada

quantitativamente com o formalismo de matriz de espalhamento dependente do tempo

[20, 21]. O efeito devido a corrente de spin pode ser entendido como um torque sofrido pela

magnetização do FM. Em metais normais com interação spin orbita fraca a acumulação

de spin nestes gera a corrente de volta que cancela a corrente de spin vinda do FM, como

enfatizado na Figura 6. Quando o metal possui um forte espalhamento spin-órbita, o

spin-flip gera uma acumulação de spin no MN e com isso um fluxo de spins do FM é

injetado na camada MN como mostram as equações 2.91 e 2.120. Em outras palavras, o

efeito spin pumping ocorre quando excitamos um material ferromagnético e esse material

gera uma corrente de spin que é injetada no material adjacente. A origem da tensão

DC é associada à conversão da corrente de spin em corrente de carga na camada de NM

por meio do efeito Hall de spin inverso (ISHE). Realizamos medidas de spin pumping

em bicamadas FM/MN, o material ferromagnético t́ıpico usado foi o YIG. O objetivo foi

mostrar a versatilidade da estrutura montada.

Como conversores de corrente de spin em corrente de carga usamos os metais nor-

mais: Pt, IrMN e Ta. As medidas de spin pumping (SPE) em bicamadas, onde o YIG foi

usado para gerar a corrente de spin, percebe-se que as medidas apresentam pouca assi-

metria, de modo que os sinais podem ser descritos pela expressão 2.137. Isso se deve ao

fato do YIG ser um material isolante com baix́ıssimas perdas magnéticas, onde os efeitos

intŕınsecos e extŕınsecos locais são despreźıveis. A configuração usada nas medidas de

spin pumping é idêntica a apresentada na Figura 7. A única observação a ser feita é que

a detecção da tensão no metal não magnético é feita via nanovolt́ımetro, já que medirmos

apenas o spin pumping DC. A potência usada nos experimentos foi de 20 mW. Na Tabela

1 apresentamos as resistências t́ıpicas medidas nas extremidades do metal normal após a

bicamada ter sido preparada e os contatos terem sido feitos em suas extremidades.

Metal normal YIG/Pt (4 nm) YIG/IrMn (4 nm) YIG/Ta (2 nm)

Resistência entre contatos 235 Ω 3, 16kΩ 2,2 kΩ

Tabela 1 – Tabela mostrando as resistências das bicamadas: YIG(6 µm)/Pt (4 nm), YIG(6
µm)/IrMn (4 nm) e YIG(6 µm)/Ta (2 nm).

As amostras em formas de bicamadas foram preparadas por deposição no filme de

YIG dos metais normais por meio da técnica de pulverização catódica DC (Sputtering).

O sinal de micro-ondas usado nas medidas de SPE foi fornecido por um gerador que

apresenta um intervalo em frequência de 1 a 32 GHz com potência de até 100 mW.

Devido ao nosso sistema de eletróımãs apresentar campo máximo de 1,7 kG, restringimos
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as medidas nas amostras de YIG a um intervalo de 1-6 GHz. Na Figura 19 mostramos

medidas de spin pumping obtidas em uma bicamada YIG(6 µm)/Pt(4 nm). Os sinais

(a) (b)

(c) (d)

Figura 19 – Medidas de spin pumping na bicamada YIG(6 µm)/Pt(4 nm), mostrando que o
spin pumping desaparece para frequências inferiores a 3 GHz.

de tensão desta figura mostram que o sinal de spin pumping também tende a desparecer

devido ao processo de três mágnons com coincidência em frequência. As figuras (I) e (II)

inseridas na Figura 19 (a) mostram um zoom dos sinais de spin pumping medidos para

a frequência de 6 GHz. A curva sólida nestes gráficos (VSPE > 0 para φ = 0◦ e VSPE < 0

para φ = 180◦) representa o ajuste feito com a equação 2.137 considerando a variação em

campo da função L(H).

Na Figura 20 mostramos medidas de spin pumping para outros dois metais normais

com o YIG sendo o injetor de corrente de spin: amostras YIG(6 µm)/IrMn (4 nm) e

YIG(6 µm)/Ta (2 nm). Como era de se esperar o spin pumping do IrMn possui o mesmo

comportamento da platina, já que para H > 0 a tensão é positiva e para H < 0 a tensão

é negativa. Esse fato caracteriza a Pt e o IrMn como materiais com um ângulo Hall de

spin positivo. Por outro lado, o Ta apresenta um comportamento inverso ao da Pt (como
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mostra a Figura 20 (b)), a explicação para isso vem do fato do Ta apresentar um ângulo

Hall de spin negativo.
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Figura 20 – Medidas de spin pumping nas bicamadas: (a) em YIG(6 µm)/IrMn(4 nm) e
(b) em YIG(6 µm)/Ta(2 nm). Essas medidas mostram que o spin pumping desaparece para
frequências inferiores a 3 GHz.
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3 CALORITRÔNICA DE SPIN

Neste caṕıtulo descreveremos as contribuições desta tese na área da caloritrônica

de spin. Iniciaremos apresentando uma breve introdução sobre esta nova área da f́ısica.

Depois mostraremos uma visão geral do efeito spin Seebeck. Falaremos dos modelos apli-

cados a materiais ferri/ferromagnéticos isolantes que usam ondas de spin para descrever

a corrente de spin gerada por um gradiente térmico. Apresentaremos estudos do efeito

spin Seebeck longitudinal (em inglês Longitudinal Spin Seebeck Effect - LSSE) em dife-

rentes tipos de materiais. Discutiremos a relação entre a corrente de spin gerada pelo

LSSE e a gerada pelo efeito de bombeamento de spin (em inglês Spin Pumping Effect

- SPE). Apresentaremos o efeito Nernst anômalo (em inglês Anomalous Nernst Effect -

ANE), um efeito clássico semelhante ao efeito LSSE, contudo evidenciado em materiais

ferromagnéticos metálicos. Apresentaremos um modelo que descreve a geração de uma

corrente de spin por um gradiente térmico em um material ferromagnético metálico. Este

modelo foi proposto para interpretar o primeiro experimento que separa o LSSE do ANE

em um material ferromagnético metálico. Em seguida discutiremos a primeira medida da

geração de corrente de spin por um material antiferromagnético isolante à temperatura

ambiente.

3.1 Breve introdução

Em matéria condensada o acoplamento entre o spin e o transporte de carga tem sido

estudado no campo promissor da spintrônica. As correntes de calor são acopladas às cor-

rentes de carga e de spin [1, 2]. A caloritrônica de spin ou “spin caloritronics”em inglês é o

campo que combina fenômenos termoelétricos com spintrônica e nanomagnetismo [3]. O

termo “caloritronics”foi introduzido para descrever o esforço para controlar o transporte

de calor em escalas de micro e nanômetro. Também foram sugeridas expressões alter-

nativas como “termodinâmica mesoscópica”ou “transporte calórico”. Especificamente,

a caloritrônica de spin está preocupada com a nova f́ısica relacionada ao transporte de

spin, carga e entropia/energia em materiais e dispositivos nanoestruturados. Exemplos de

fenômenos spin caloritrônicos são: a dependência de spin da condutância térmica, os efei-

tos de spin Seebeck e spin Peltier, os efeitos da corrente de calor no torque de transferência

de spin, efeito Hall anômalo, etc. Os efeitos de calor e de spin também são acoplados pela

dissipação e rúıdo associados à dinâmica da magnetização.
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A caloritrônica de spin é tão antiga quanto a eletrônica de spin, começando no fi-

nal da década de 1980 com as ideias teóricas de M. Johnson e R. H. Silsbee [1] sobre

a termodinâmica de equiĺıbrio de spin, carga e calor em heteroestruturas metálicas com

configurações de magnetização colinear. O campo permaneceu latente por muitos anos,

exceto por alguns estudos experimentais sobre as propriedades termoelétricas das multica-

madas magnéticas na configuração de correntes no plano da interface [4] na sequência da

descoberta da magnetorresistência gigante [5]. Várias descobertas novas e parcialmente

inéditas no campo da caloritrônica de spin estimularam a comunidade cient́ıfica, como o

efeito spin Seebeck [6], entre outros.

3.2 Efeito spin Seebeck

A geração de força eletromotriz por um gradiente de temperatura tem sido conhecida

por muitos anos como efeito Seebeck termoelétrico [7] pelo qual uma corrente de carga é

criada por um gradiente de temperatura. Nos últimos anos, um análogo do efeito Seebeck

foi observado, dando ińıcio ao fenômeno spin Seebeck [6]. O efeito spin Seebeck (em inglês

Spin Seebeck Effect - SSE) refere-se à geração de uma corrente de spin em materiais

ferri/ferromagnéticos (FM) por um gradiente de temperatura. Descoberto em 2008 por

Uchida e colegas de trabalho [6], o SSE logo foi observado em uma variedade de materiais

e estruturas [6, 8-18], dando origem a caloritrônica de spin. O SSE geralmente é detectado

pela tensão criada em uma camada metálica (metal layer - ML) anexada à camada FM

como resultado da conversão da corrente de spin em uma corrente de carga por meio do

efeito Hall de spin inverso (em inglês inverse spin Hall effect - ISHE). O material FM pode

ser um metal, um semicondutor ou um isolante, enquanto a ML é um material metálico

paramagnético com forte acoplamento spin-órbita, como Pt ou Ta [6, 8-15, 19-23], ou um

material FM, como permalloy [22, 24, 25], ou um metal antiferromagnético como IrMn

[21, 23, 26, 27]. Outras formas de observar o SSE envolvem a ação de torques criados por

correntes de spin na dinâmica de spin [28-31].

Atualmente, há um intenso esforço para entender detalhadamente as origens do SSE

e encontrar novos materiais e estruturas para posśıveis aplicações. Dependendo do arranjo

experimental, a corrente de spin gerada pelo SSE pode ser perpendicular ou paralela ao

gradiente de temperatura, caracterizando as chamadas configurações transversal ou lon-

gitudinal, respectivamente [8-11]. Enquanto o SSE transversal pode ser observado tanto

em materiais metálicos como isolantes, o efeito spin Seebeck longitudinal ou simplesmente

LSSE é observado inequivocamente apenas em isolantes porque são livres do efeito Nernst

anômalo [8-11, 14, 15, 32, 33]. A configuração longitudinal provou ser mais interessante

para a pesquisa cient́ıfica e para aplicações, e a maioria dos experimentos sobre LSSE
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foram feitos na granada de ferro e ı́trio (Y3Fe5O12 - YIG), que é um material isolante

ferrimagnético (do inglês ferrimagnetic insulator - FMI) com baixas perdas magnéticas, e

tem sido o material protótipo para o estudo de uma variedade de fenômenos magnéticos

lineares [34] e não-lineares [35].

Existe consenso de que o LSSE consiste em duas etapas: (i) uma corrente de spin

criada pela ação de um gradiente térmico na estrutura FMI/ML é bombeada para o

ML; (ii) a corrente de spin no ML é convertida em uma corrente de carga por meio do

ISHE [36-39] produzindo a tensão elétrica. No entanto, a origem da corrente de spin

é controversa. Alguns autores argumentam que a corrente de spin resulta da diferença

de temperatura entre o FMI e a camada metálica que produz um spin pumping térmico

interfacial [8, 9, 40-45]. Esta proposta é muito simplificada do ponto de vista f́ısico, já que

não apresenta uma descrição em termos de caracteŕısticas f́ısicas do material (espessura,

largura, comprimento, etc). Como o efeito spin Seebeck é um fenômeno relativ́ıstico, já

que seu principal gerador de informação é o spin, é fundamental que a teoria proposta

para tal fenômeno obedeça a descrição de Bose-Einstein para bosons ou de Fermi-Dirac

para férmions. Um modelo que possui estas caracteŕısticas foi proposto por Rezende

e colegas em 2014 [46, 47], que argumentam que o efeito spin Seebeck em um FMI se

origina no fluxo térmico de mágnons no bulk através da espessura do filme FMI criado

pelo gradiente de temperatura. Este mecanismo depende da corrente de spin de mágnons

gerada na maior parte do filme FMI, não na interface, mas requer o contato com um

ML para fornecer continuidade para o fluxo de spin. Devido aos fatos descritos acima

vamos apresentar uma descrição geral deste modelo na configuração mais usual que é a

longitudinal.

3.2.1 Modelo de corrente de spin de magnons no bulk para o LSSE

O modelo de corrente de spin de mágnons no bulk para o LSSE [46, 47] é baseado na

corrente de spin criada pelo gradiente de temperatura em toda a espessura da bicamada

FMI/ML, conforme mostrado na Figura 21 (a). A corrente de spin no FMI é transpor-

tada pelas ondas de spin, ou mágnons, com vetor de onda ~k e energia εk = ~ωk [48-54]. Na

interface FMI/ML, os mágnons térmicos em excesso de equiĺıbrio térmico bombeiam uma

corrente de spin para o ML por meio do processo de spin pumping [55, 56]. A distribuição

de mágnons em toda a espessura pode ser calculada usando as equações de movimento

sujeitas às condições de contorno, determinadas pela continuidade da corrente de spin nas

interfaces.

Escolhemos um sistema de coordenadas com o eixo z paralelo ao campo magnético

H aplicado no plano e o eixo y perpendicular ao plano, como mostrado na Figura 21
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(a) (b)

Figura 21 – Esquema para ilustrar uma bicamada isolante ferromagnética(FMI)/camada
metálica (ML) usada para investigar o efeito spin Seebeck longitudinal. (a) Ilustra a conversão
de corrente de spin em corrente de carga pelo efeito spin Hall inverso na ML. (b) Eixos das
coordenadas usados para calcular as correntes de spin geradas por um gradiente de temperatura
perpendicular ao plano da bicamada [47].

(b). Definimos por nk o número de mágnons com número de onda k em todo o volume V

da camada FMI, n0
k o número de mágnons em equiĺıbrio térmico, dado pela distribuição

de Bose-Einstein,

n0
k =

1

e(εk/KBT ) − 1
, (3.1)

e δnk(~r) = nk(~r) − n0
k o número de mágnons em excesso de equiĺıbrio. A acumulação

de mágnons δnm(~r) é definida como a integral da densidade de mágnons em excesso de

equiĺıbrio [53, 54]

δnm(~r) =
1

(2π)3

∫
d3k

[
nk(~r)− n0

k

]
, (3.2)

e a densidade de corrente de spin de mágnons no bulk com polarização z é [52-54]

~JzS =
~

(2π)3

∫
d3k~vk

[
nk(~r)− n0

k

]
, (3.3)

onde ~vk é a velocidade do mágnon k. A distribuição do número de mágnons sob a influência

de um gradiente térmico pode ser calculada com a equação de transporte de Boltzmann

[57]. Na ausência de forças externas e na aproximação da relaxação, a equação de Boltz-

mann no regime estável fica

nk(~r)− n0
k = −τk~vk · ∇nk(~r), (3.4)
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onde τk é o tempo de relaxação do magnon k. Usando a equação 3.4 na equação 3.3

pode-se mostrar que a corrente de spin é a soma de duas partes,

~JzS = ~JzS∇T + ~JzSδn, (3.5)

onde

~JzS∇T = − ~
(2π)3

∫
d3k

(
∂n0

k

∂T

)
(~vk · ∇T ) τk~vk, (3.6)

é a contribuição do fluxo (convecção) dos mágnons devido ao gradiente de temperatura e

~JzSδn = − ~
(2π)3

∫
d3k [~vk · ∇δnk(~r)] τk~vk, (3.7)

é devido à variação espacial da acumulação de mágnons. Com o gradiente de temperatura

normal ao plano, a equação 3.6 dá a corrente de spin na direção y

JzS = −Cz
S∇T , (3.8)

Cz
S =

~
(2π)3T

∫
d3k

[
exx

(ex − 1)2

]
τkv

2
ky , (3.9)

onde T é a temperatura média e x = εk/KBT é a energia do mágnon normalizada.

Consideramos os sistemas de mágnons e fônons tendo a mesma temperatura T , como

demonstrado experimentalmente [58]. Para calcular a corrente de spin devido ao gradi-

ente de acumulação de mágnons, é necessário relacionar a integral na equação 3.7 com

a expressão da equação 3.2. Para isso, é necessário usar uma solução aproximada da

equação de Boltzmann no esṕırito da teoria da resposta linear e escrever o excesso de

mágnons como a soma da distribuição de equiĺıbrio mais um pequeno desvio. Dito isso,

consideremos para o número de mágnons um pequeno desvio da distribuição de equiĺıbrio

na forma [57]

nk(~r) = n0
k + n0

k [1 + λkg(~r)], (3.10)

de modo que λk na menor ordem de energia é escolhido para eliminar a singularidade em

εk = 0. Isto é

nk(~r) = n0
k + n0

kεkg(y), (3.11)

onde g(y) é uma distribuição espacial a ser determinada pela solução do problema consi-

derando os limites. Substituindo a equação 3.11 na equação 3.2 encontramos

δnm(y) = I0g(y), (3.12)

onde,

I0 =
1

(2π)3

∫
d3kεkn

0
k. (3.13)
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Observa-se que em contraste com a integral I0 nas referências [45, 51, 53], a equação

3.13 não diverge para uma dispersão de mágnons menor [47]. Usando as equações 3.11 e

3.12 na 3.7 encontramos uma corrente de difusão de mágnons

JzSδn(y) = −~Dm
∂δnm(y)

∂y
, (3.14)

onde

Dm =
1

(2π)3I0

∫
d3kτkv

2
kyεkn

0
k, (3.15)

é o coeficiente de difusão de mágnons. Considerando que a acumulação de mágnons

relaxa na rede com um tempo de relaxação mágnon-fônon τmf , a conservação do momento

angular implica que
∂JzS
∂y

= −~δnm
τmf

. (3.16)

Usando essa relação na equação 3.14, obtemos uma equação de difusão para a acu-

mulação de mágnons,
∂2δnm(y)

∂y2
=
δnm(y)

l2m
, (3.17)

onde lm = (Dmτmf )
1/2 é o comprimento de difusão do mágnon. A solução da equação

3.17 dá para a variação espacial do acúmulo de mágnons a seguinte expressão

δnm(y) = Aey/lm +Be−y/lm , (3.18)

onde A e B são coeficientes a serem determinados pelas condições de contorno. Usando

a equação 3.18 na 3.14, obtém-se a componente y total da densidade de corrente de spin

de mágnons polarizada na direção z no FMI

JzS(y) = −Cz
S∇yT − ~

Dm

lm

(
Aey/lm −Be−y/lm

)
. (3.19)

Em seguida, consideramos a camada FMI em contato atômico com uma camada ML

com um forte espalhamento spin-órbita. Como é sabido, a precessão dos spins associados

ao acúmulo de mágnons na interface FMI/ML gera uma corrente de spin na ML dada por

[53, 54]

~JSPS (0+) =
~g↑↓r

4πM2
S

(
~M × ∂ ~M

∂t

)
, (3.20)

onde ~M é a magnetização do FMI na interface e g↑↓r é a parte real da condutância mista

de spin. A corrente de spin na ML é transportada pelos elétrons de condução e pode

ser expressa em termos da acumulação de spin. A acumulação de spin de não equiĺıbrio

acumula-se na ML, resultando em uma corrente de spin backflow J bfS (de volta) para o

FMI. A acumulação de spin é regida por uma equação de difusão que pode ser facilmente
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resolvida para calcular J bfS considerando a reflexão na superf́ıcie em y = tN . Como

discutido no caṕıtulo anterior a soma das componentes y das correntes de spin: spin

pumping com polarização z e backflow (de volta) na interface FMI/ML são

JzS(0+) = −
~g↑↓ef

4πM2
S

∑
k

ωk
(
m+
km

−
k

)
, (3.21)

onde m+
k e m−k são as componentes transversais da polarização circular da magnetização

associadas com o mágnon k e g↑↓ef é a parte real da condutância mista de spin efetiva

que leva em consideração as correntes de spin backflow e de spin-pumped. Usando a

aproximação linear

m+
km

−
k ≈

2MSγ~
V

δnk (3.22)

e a equação 3.12 pode-se escrever a corrente de spin na interface da ML como

JzS(0+) = −
γ~2g↑↓ef
2πMS

(
δnm(0)

I0

)
1

(2π)3

∫
d3kωkn

0
k. (3.23)

Para calcular os coeficientes A e B na equação 3.19 e a acumulação de mágnon

δnm(0) na interface FMI/ML em termos do gradiente de temperatura ∇T , usamos as

condições de contorno em y = −tFM e y = 0. Eles são determinados pela conservação do

fluxo de momento angular que requer continuidade das correntes de spin nas interfaces

[52-56, 59]. Assim, considerando na interface do substrato/FMI, JzS(−tFM) = 0 e na

interface FMI/ML, JzS(0−) = JzS(0+), obtemos com as equações 3.19 e 3.23 a acumulação

de mágnons na interface FMI/ML criada pelo gradiente de temperatura ∇T na direção y

δnm(0) =

[
1− cosh−1(tFM/lm)

A′tanh(tFM/lm) +B′g↑↓ef

]
Cz
S∇T , (3.24)

onde,

A′ =
~Dm

lm
, B′ =

γ~2

2πMSI0

1

(2π)3

∫
d3kωkn

0
k. (3.25)

Pode-se mostrar que em bicamadas FMI/ML como YIG/Pt, A′ >> B′g↑↓ef , de modo

que a densidade de corrente de spin na interface seja calculada com as equações 3.23, 3.24

e 3.25. Isso permite escrever a densidade de corrente de forma aproximada

JzS(0) = −
B′g↑↓efρ

A′
SzS∇T , (3.26)

onde ρ é um fator que representa o efeito da espessura finita da camada FMI dada por

ρ =
cosh(tFM/lm)− 1

sinh(tFM/lm)
, (3.27)



3. Caloritrônica de spin . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 89

de modo que ρ ≈ 1 para tFM >> lm e ρ ≈ 0 para tFM << lm. A equação 3.26 mostra que

a corrente de spin de mágnons na interface FMI/ML gerada por um gradiente térmico

perpendicular ao plano da bicamada é proporcional ao gradiente de temperatura e à

condutância mista de spin na interface. Isso significa que a camada ML em contato com

o filme FMI, usada para detectar a tensão ISHE é essencial para a existência da corrente

de spin. Para calcular as integrais nas equações 3.9, 3.13, 3.15 e 3.25, é necessário a

relação de dispersão que expressa a frequência angular da onda de spin ωk em termos do

número de onda k. Uma vez que o ramo óptico mais baixo do mágnon fica acima do valor

limite da zona, o cálculo das propriedades térmicas na presença de um campo aplicado

H a temperaturas até 300 K pode ser feito considerando apenas o ramo acústico, com a

relação de dispersão de mágnons dada por [60]

ωk = γH + ωlz

[
1− cos

(
πk

2km

)]
, (3.28)

onde γ = gµB/~ é o fator giromagnético, g é o fator de divisão espectroscópica, µB o

magneto de Bohr, ~ a constante reduzida de Planck, ωlz a frequência do limite da zona

e km é o valor máximo do número de onda assumindo a zona esférica de Brillouin. Da

equação 3.28 temos para a velocidade de grupo do mágnon

vk = ωlz

(
π

2km

)
sin

(
πk

2km

)
. (3.29)

Então, a densidade de corrente de spin na interface FMI/ML torna-se

JzS(0) = −SFMI∇T , (3.30)

onde o coeficiente spin Seebeck definido em analogia ao coeficiente Seebeck termoelétrico

(JC = −STe∇T ), é dado por

SFMI = F

[
B1BS

(B0B2)1/2

]
ρg↑↓ef , (3.31)

sendo que o fator F depende de parâmetros do material e de constantes universais

F =
γ~KB(τmf )

1/2(τ0)1/2(km)2ωlz

8
√

3π2MS

, (3.32)

e os parâmetros B na equação 3.31 são dados pelas integrais

BS =

∫ 1

0

dqq2sin2
(πq

2

)[ exx

nq(ex − 1)2

]
, (3.33)
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B0 =

∫ 1

0

dqq2

(
x

ex − 1

)
, (3.34)

B1 =

∫ 1

0

dqq2

(
x2

ex − 1

)
, (3.35)

B2 =

∫ 1

0

dqq2sin2
(πq

2

)[ x

nq(ex − 1)

]
. (3.36)

Nas equações 3.33 - 3.36, q = k/km é um número de onda normalizado e nq = nk/n0

é uma taxa de relaxação adimensional, relacionada ao tempo de vida do mágnon por

nq = τ0/τk, onde τ0 é o tempo de vida dos mágnons perto do centro da zona (k ≈ 0).

Nos experimentos com o LSSE aplica-se uma diferença de temperatura entre os dois lados

de uma bicamada FMI/ML para criar uma corrente de spin através da estrutura usando

o arranjo ilustrado na Figura 21 (a)-(b). Devido ao efeito Hall de spin inverso, a

densidade de corrente de spin ~JzS fluindo no ML gera uma densidade de corrente de carga

dada por

~JC = θSH

(
2e

~

)
~JzS × σ̂, (3.37)

onde θSH é o ângulo Hall de spin e σ̂ é a polarização de spin [36, 39]. Se o campo

magnético é aplicado no plano e transversal à direção longa da ML, a corrente de carga

resultante flui ao longo da direção longa e produz uma corrente cont́ınua (direct current -

DC) por meio do ISHE resultando em uma tensão LSSE nas extremidades da ML. Uma

vez que a corrente de spin na interface FMI/ML se difunde para a ML [55, 56] com o

comprimento de difusão λN , para calcular a tensão nas extremidades da camada ML, é

necessário integrar a densidade de corrente de carga ao longo de x e y segundo a Figura

21 (a)-(b), de modo que a tensão LSSE se torna [39, 46]

VLSSE = RNwλNθSH

(
2e

~

)
tanh

(
tN

2λN

)
JzS(0), (3.38)

onde RN , tN e w são, respectivamente, a resistência, a espessura e a largura da camada

metálica (ML). Assim, com as equações 3.30, 3.31 e 3.38 temos para a tensão spin Seebeck

VLSSE = RNwλNθSH

(
2e

~

)
tanh

(
tN

2λN

)
B1BS

(B0B2)1/2
Fρg↑↓ef∇T , (3.39)

onde os parâmetros ρ, F e as integrais B são dados pelas equações 3.27, 3.32 - 3.36.

O modelo de corrente de spin de mágnons no bulk para o LSSE expresso pela equação

3.39 explica muito bem as dependências da tensão LSSE em função da temperatura na

amostra, espessura e campo magnético, medidas em bicamadas FMI/ML por diferentes
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grupos [9, 18, 21, 43, 46, 47, 61-63], o que consolida o modelo e nos deixa confortáveis em

usá-lo.

3.3 Resultados: experimento simultâneo de spin pumping e spin Seebeck
com controle térmico do amortecimento

O efeito spin pumping (SPE) e o efeito spin Seebeck (SSE) são os dois métodos mais

notáveis para gerar correntes de spin em bicamadas feitas de um isolante ferrimagnético

(FMI) e uma camada metálica (ML). Como discutido no caṕıtulo 2, no SPE, um campo

magnético estático e um campo alternado de micro-ondas aplicado perpendicularmente

ao estático, aciona a ressonância ferromagnética (FMR) no FMI para que a precessão dos

spins produza uma corrente de spin através da interface FMI/ML [36-39, 55, 56, 64-74].

No SSE, comumente, a corrente de spin é gerada por um gradiente térmico aplicado em

toda a espessura da bicamada na chamada configuração longitudinal [8-10, 13, 19, 20, 61,

62, 75-78]. As correntes de spin produzidas em ambos os efeitos têm duas manifestações.

A mais estudada é através da sua conversão em uma corrente de carga na camada metálica

por meio do efeito Hall de spin inverso, que permite a detecção direta por um sinal de

tensão elétrica [8-10, 13, 19, 20, 36-39, 55, 56, 61, 62, 64-80]. A outra é a mudança no

amortecimento magnético da camada FMI. O amortecimento adicional devido ao processo

de spin pumping foi medido em muitos sistemas, e sua origem é bem compreendida.

Resulta do fluxo de momento angular fora da camada FMI, transportado pela corrente de

spin através da interface [36-39, 55, 56, 64, 65]. No caso do efeito spin Seebeck, também

há evidências experimentais ineqúıvocas de que o amortecimento magnético da camada

FMI pode ser aumentado ou diminúıdo aplicando um gradiente de temperatura em uma

direção da bicamada FMI/ML ou na direção oposta [20, 28-31, 81, 82]. No entanto, o

mecanismo por trás da mudança no amortecimento devido ao SSE ainda é controverso.

Os efeitos de spin pumping e spin Seebeck geralmente são estudados experimen-

talmente com configurações diferentes, e as tensões criadas pelas correntes de spin são

observadas separadamente. Aqui, relatamos a observação simultânea dos dois efeitos nas

bicamadas feitas na granada de ı́trio e ferro (Y3Fe5O12 - YIG) e uma camada ML feita de

Pt ou Ir20Mn80 (IrMn). O YIG como dito antes, é um material que tem desempenhado um

papel importante no campo da caloritrônica de spin. Isso porque esse material apresenta

propriedades magnéticas únicas, como baixas perdas magnéticas e um campo coercivo

muito baixo [83]. Usando uma configuração que permite a aplicação de um campo al-

ternado de micro-ondas e uma diferença de temperatura na bicamada FMI/ML, fomos

capazes de medir a tensão ISHE resultante da conversão das correntes de spin geradas

pelos dois efeitos, bem como os espectros de absorção de FMR na faixa de 2-6 GHz. A
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tensão de spin pumping e os espectros FMR mostram que o amortecimento magnético no

YIG pode ser controlado por correntes de spin geradas pelo gradiente térmico em toda

a espessura da bicamada. As medidas simultâneas permitem a determinação da corrente

de spin gerada pelo SSE e uma comparação quantitativa dos modelos propostos para o

controle térmico do amortecimento magnético com dados experimentais.

Em outras palavras, aqui discutiremos experimentos sobre a geração de correntes de

spin pelo efeito spin pumping e pelo efeito spin Seebeck longitudinal simultaneamente em

bicamadas FMI/ML como, YIG/Pt ou YIG/IrMn. Os experimentos são realizados com

ressonância ferromagnética (FMR) em YIG excitado por radiação de micro-ondas na faixa

de 2-6 GHz e sujeito a um gradiente de temperatura perpendicular ao plano da amostra.

As medições da largura de linha por FMR mostram que o amortecimento magnético no

YIG pode ser controlado por correntes de spin geradas pelo gradiente térmico em toda

a espessura da bicamada. As medidas simultâneas permitem a determinação da corrente

de spin gerada pelo LSSE e uma comparação quantitativa dos modelos propostos para

controle térmico do amortecimento magnético com dados experimentais. Mostramos que o

modelo baseado no fluxo de momento angular dentro ou fora do filme de YIG transportado

pela parte coerente da corrente de spin influenciada pelo gradiente de temperatura [46, 47]

é o que melhor explica a alteração observada no amortecimento [21].

3.3.1 Efeitos spin pumping e spin Seebeck

Como descrito no Caṕıtulo 2, no processo de spin pumping a precessão da magne-

tização ~M na camada FMI gera uma densidade de corrente de spin na interface FMI/ML

dada por

~JS =
~g↑↓ef

4πM2

(
~M × ∂ ~M

∂t

)
, (3.40)

onde g↑↓ef é a parte real da condutância mista de spin na interface que leva em consideração

as correntes de spin pumping e backflow [39, 55, 56, 72]. A precessão da magnetização

pode ser bombeada por um campo magnético de micro-ondas ~hexp(iwt) aplicado perpen-

dicularmente ao campo estático ~H na configuração FMR como mostram as Figuras 22

(a) e (b). A componente DC da densidade de corrente de spin com polarização -z na

direção y na interface FMI/ML (y = 0) torna-se,

JzSy(0) =
~ωg↑↓efIm(m∗xmy)

4πM2
, (3.41)

onde mx e my são as componentes transversais da magnetização. Com a equação de

movimento de Landau-Lifshitz-Gilbert pode-se expressar mx e my em termos do campo
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de micro-ondas excitado e a densidade de corrente de spin pode ser escrita como [37, 38, 39]

JzSy(0) =
~ωpg↑↓ef

4π

(
hrf
∆H

)2

L(H), (3.42)

onde ∆H e HR, são respectivamente, a largura de linha e o campo de ressonância da

bicamada FMI/ML, L(H) é a forma de linha Lorentziana da absorção FMR [L(0) = 1] e

p é o fator que descreve a precessão eĺıptica.

No efeito spin Seebeck com a configuração longitudinal, o gradiente de temperatura

∇T aplicado perpendicularmente ao plano da bicamada (direção y, segundo as Figuras

22 (a) e (c)) cria uma densidade de corrente de spin que flui na interface FMI/ML.

Criteriosos mecanismos têm sido propostos para explicar estes efeitos [8, 9, 44-47]. Nós

consideramos aqui o modelo de corrente de spin de mágnons no Bulk proposto por Rezende

e colaboradores [46] porque é o que explica quantitativamente os dados experimentais

sobre as dependências do LSSE com temperatura, campo magnético e espessura do filme

de YIG. Como descrito na seção 3.2 com a equação de transporte de Boltzmann e a

equação de difusão para a acumulação de mágnons, encontramos a densidade de corrente

de spin na interface FMI/ML criada por um gradiente de temperatura ∇T [46, 47]

JzSy(0) = −CSρg↑↓ef∇T , (3.43)

onde CS é um coeficiente que depende dos parâmetros do material, temperatura e inten-

sidade do campo aplicado e ρ é um fator que representa o efeito da espessura finita da

camada FMI, dado pela equação 3.27, a saber,

ρ =
cosh(tFM/lm)− 1

sinh(tFM/lm)
, (3.44)

onde tFM e lm, respectivamente, são a espessura e o comprimento de difusão dos mágnons

da camada FMI. Os fatores de espessura são tais que ρ ≈ 1 para tFM � lm e ρ ≈ 0 para

tFM � lm. Observe que, enquanto no SPE a corrente de spin sempre flui do FMI para a

ML (direção y segundo a Figura 22 (a) e (b)), no LSSE a direção depende dos sinais

do gradiente e do coeficiente CS. Para YIG/Pt, CS > 0 de modo que para ∆T > 0 (o

FMI mais frio do que o ML), a corrente flui da camada ML para o FMI, que é a direção

oposta à SPE. Por outro lado, para ∆T < 0 (o ML mais frio do que o FMI), a corrente

flui do FMI para o ML.

Tanto no SPE quanto no LSSE, a corrente de spin que flui através da interface

FMI/ML produz uma corrente pura de spin na camada ML, formada por elétrons com

spins opostos movendo-se em direções opostas. O acúmulo de spin difunde-se com um

comprimento caracteŕıstico dado pelo comprimento de difusão spin-flip, que é da ordem de
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alguns nanômetros em metais com grande espalhamento spin-óbita. Então, como ilustrado

nas Figura 22 (b) e (c), uma fração dos elétrons sofre espalhamento spin-órbita gerando

um movimento de carga transversal que tem uma densidade de corrente ~JC definida pela

equação 2.125, a saber

~JC = θSH

(
2e

~

)
~JS × σ̂, (3.45)

onde θSH é o ângulo Hall de spin e σ̂ é a polarização de spin. Isso produz uma tensão

medida nas extremidades da ML. A integração da densidade de corrente de carga ao longo

de x e y dá a tensão nas extremidades da ML [37, 38, 39],

V = FSRNwλN

(
2e

~

)
θSHtanh

(
tN

2λN

)
JzSy(0)cosφ, (3.46)

onde λN , RN , tN e w, são respectivamente, o comprimento de difusão do spin, a resistência,

a espessura e a largura do filme ML. E φ é o ângulo que o campo magnético aplicado H

faz com a direção z, transversal à dimensão maior do filme FMI. A equação 3.46 é idêntica

a equação 2.133. Contudo, na equação 3.46 foi introduzido o fator FS que representa a

fração do comprimento do filme ML através do qual a corrente de spin flui. A equação

3.46, válida tanto para o SPE quanto para o LSSE, também permite o cálculo da densidade

de corrente de spin na interface FMI/ML a partir das medidas de tensão.

3.3.2 Experimentos de SPE e LSSE

A Figura 22 (a) ilustra a montagem utilizada para as medidas de ressonância

ferromagnética, do spin pumping e do spin Seebeck longitudinal. Os experimentos foram

realizados com amostras feitas a partir de um filme de YIG monocristalino de 6 µm de

espessura produzido por epitaxia em fase ĺıquida em um substrato Gd3Ga5O12 (GGG)

orientado na direção [111], com 0,5 mm de espessura, cortado em forma retangular com

dimensões de 10,0 × 2,0 mm2.

As amostras em forma de bicamadas foram preparadas por deposição no filme de

YIG, de camadas de Pt (4 nm) ou IrMn (3,5 nm) por meio de pulverização catódica DC

(Sputtering). Para a medida de tensão foram depositadas duas tiras de prata de 200 µm

de largura, separadas de 7,0 mm, nas camadas metálicas, nas quais, fios de cobre finos

foram anexados com tinta de prata como ilustrado na Figura 22 (a), (b) e (c). Os

dois fios foram conectados a um nanovolt́ımetro DC para se medir diretamente a tensão.

Aqui apresentaremos medidas em duas amostras (YIG/Pt e YIG/IrMn). As resistências

medidas entre os contatos são 232 Ω para a amostra de YIG/Pt e 3,27 kΩ para a de

YIG/IrMn.

O sinal de micro-ondas utilizado para as medidas de FMR e SPE foi fornecido por
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Figura 22 – (a) Um esboço da configuração experimental e posição da amostra, usada nas
medidas simultâneas do SPE e do SSE em bicamadas FMI/ML, como YIG/Pt e YIG/IrMn.
(b) e (c) Esboços mostrando as estruturas YIG/ML e os eletrodos utilizados para medir a
tensão DC devido à corrente de carga na camada metálica resultante da conversão pelo ISHE
das correntes de spin geradas pelo spin pumping e por um gradiente térmico na camada FMI.

um gerador com uma frequência ajustável na faixa de 1-10 GHz com potência até 100

mW. O sinal alimenta uma linha de fita (microstrip) com impedância caracteŕıstica de

Z = 50 Ω, feita em uma placa Duroid com uma linha de cobre de 0,5 mm de largura

e um plano aterrado. O filme de YIG é colocado em cima da linha de fita, separado

por uma folha Mylar de 60 µm de espessura e excitado pelo campo magnético de rf (h)

perpendicular ao campo estático H aplicado no plano do filme. Com este arranjo, apenas

0,5/7,0 do comprimento do filme de YIG entre os eletrodos é excitado pelo campo de

micro-ondas. Com uma frequência fixa e o campo estático variando, podemos obter os

espectros de absorção de FMR pela variação da potência transmitida detectada por um

diodo Schottky e medida com um nanovolt́ımetro. Alternativamente, modulando H com

um campo AC de amplitude 0,2 Oe e uma frequência de 8,7 kHz criada por um par

de bobinas Helmholtz e usando a detecção lock-in, obtemos espectros de varredura em
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campo da derivada da absorção de micro-ondas em relação ao campo magnético (dP/dH).

Um módulo Peltier comercial de largura 4 mm é usado para aquecer ou esfriar o lado da

camada metálica enquanto o substrato GGG é mantido em contato térmico com a linha

de fita de cobre e a placa Duroid. A diferença de temperatura ∆T através da amostra

GGG/YIG/ML é calibrada como uma função da corrente no módulo Peltier por meio de

um termopar diferencial, onde as duas junções são interligadas por uma fina tira de cobre,

uma dessas junções é colocada entre o módulo Peltier e a estrutura da amostra e a outra

é ligada à linha de fita de cobre. Após a calibração, a fina tira de cobre e o termopar

foram removidos de modo a não interferir nas medidas de SPE e de LSSE.
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Figura 23 – (a) A absorção de FMR da bicamada YIG/Pt representada pela tensão do
detector em relação ao campo magnético H, medida nas frequências indicadas em GHz e potência
incidente constante de 20 mW. (b) Os śımbolos representam a frequência de micro-ondas medida
em relação ao valor do campo no pico do sinal FMR. A linha sólida é um ajuste da equação de
Kittel para a frequência FMR. O gráfico inserido mostra a derivada da absorção de um modo
magnetostático medido a 3,0 GHz em ∆T = 0. O ajuste foi feito usando a equação 2.61.

A Figura 23 (a) mostra a potência absorvida medida com a varredura do campo

magnético H para várias frequências, mantendo constante a potência incidente na linha

de fita Pi = 20 mW. As várias linhas em cada frequência correspondem a modos mag-

netostáticos de ondas de spin estacionárias que possuem número de onda quantizado no

plano devido às condições de contorno nas extremidades do filme. A linha mais forte

corresponde ao modo de onda de spin com número de onda k = 0, denominado precessão

uniforme (PU) ou modo FMR. A Figura 23 (b) mostra a frequência em função do

campo de ressonância (HR). A curva sólida foi obtida a partir da equação de Kittel [50]
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(expressão 2.43) introduzindo o campo de anisotropia

f0 = ω0/2π = γ
√

(HR +HA)(HR +HA + 4πMS), (3.47)

onde, o fator giromagnético (γ) e a magnetização de saturação (4πMS) do YIG são res-

pectivamente, γ = 2,8 GHz/kOe e 4πMS = 1,76 kG. O campo de anisotropia (HA) obtido

pelo melhor ajuste foi de HA = 15 Oe. O acordo entre teoria e dados confirma que os

picos na Figura 23 (a) correspondem à absorção FMR.

O gráfico inserido na Figura 23 (b) mostra a derivada da absorção de um modo

magnetostático medido em 3,0 GHz e ∆T = 0. Linhas deste tipo foram usadas para

medir a largura de linha até a absorção da linha do modo uniforme ser distorcida devido

à sobreposição com outros modos magnetostáticos. Conforme explicado nas referências

[84, 85], a potência absorvida cai abruptamente em frequências inferiores a 3 GHz devido

à coincidência de processos de instabilidade Suhl de três e quatro mágnons, o que diminui

a potência limite para ńıveis de microwatt. Isso ocorre apenas para filmes de YIG com

espessuras maiores que 1 µm. Como trabalhamos com um filme de 6 µm de espessura e

ńıveis de potência de miliwatts, restringimos as medidas aqui a frequências acima de 3

GHz para estarmos no regime linear, como discutido no caṕıtulo 2.

A Figura 24 (a) mostra os espectros VSPE(H) da tensão de spin pumping para

várias frequências, medido com varredura de campo H, potência de micro-ondas na linha

de fita de Prf = 20 mW e ∆T = 0. Não é observado nenhum aquecimento mensurável

devido a micro-ondas. O gráfico inserido na Figura 24 (a) mostra a tensão de pico medida

em 3,5 GHz para vários valores da potência de micro-ondas, exibindo a caracteŕıstica de

dependência linear da tensão de spin pumping conforme previsto pelas equações 3.42 e

3.46. A Figura 24 (b) mostra a tensão de spin Seebeck VLSSE(H) medida com varredura

em campo H sem excitação de micro-ondas para dois valores da diferença de temperatura

∆T em toda a amostra +4 e + 10 K (do lado da camada ML para a linha de fita de

cobre). ∆T positivo corresponde a ∆T > 0 de modo que os sinais opostos de VSPE(H) e

VLSSE(H) observados nas Figura 24 (a) e (b) são consistentes com os sinais das correntes

de spin nas equações 3.42 e 3.43 como na referência [86]. O gráfico inserido na Figura

24 (b) mostra os valores de VLSSE(H) medidos em H = ± 1,0 kOe para várias diferenças

de temperatura, exibindo a caracteŕıstica de dependência linear do efeito spin Seebeck

longitudinal conforme previsto pelas equações 3.43 e 3.46.

As Figura 24 (a) e (b) mostram as medidas da tensão V = VSPE + VLSSE em

função do campo na amostra de YIG/Pt. Essas tensões são produzidas por correntes

de spin geradas simultaneamente pelo SPE e pelo LSSE com excitação de micro-ondas

de 20 mW para várias frequências e ∆T = ± 4 K. Embora as correntes de spin nos dois
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Figura 24 – (a) Tensão de spin pumping na bicamada YIG/Pt versus campo magnético H
medido nas frequências indicadas em gigahertz com potência de micro-ondas de entrada de
20mW e ∆T = 0. A inserção mostra a dependência linear da tensão de pico SPE (VSPE) em
função da potência medida em 3,5 GHz. (b) Tensão spin Seebeck longitudinal (VLSSE) em
função do campo magnético para ∆T = +4 K e ∆T = +10 K. A inserção mostra os valores de
VLSSE medidos em H = ± 1,0 kOe para várias diferenças de temperatura. (c) e (d) Tensão
V = VSPE + VLSSE em função do campo magnético com potência de micro-ondas de 20 mW
para várias frequências (indicadas em gigahertz), medidas com ∆T = −4 K e ∆T = +4 K.

processos tenham naturezas diferentes, no SPE é gerada por excitações de spin coerentes, e

na LSSE é gerada por mágnons térmicos incoerentes, as tensões resultantes se sobrepõem

porque ambas tem caracteŕısticas DC. Para ∆T = −4 K, as tensões se adicionam e

para ∆T = +4 K elas se subtraem como discutido anteriormente. As tensões medidas

nos experimentos SPE e LSSE podem ser bem contabilizadas quantitativamente com

as equações 3.42-3.46. Nas experiências de SPE, o campo de micro-ondas excitado na

amostra pode ser calculado com h = P
1/2
rf /(2wmicZ

1/2
0 ) (equação 2.179), onde Prf é a

potência incidente de rf, wmic = 0,5 mm e Z = 50 Ω, são respectivamente, a largura e a

impedância caracteŕıstica da linha de fita. Com esta expressão, obtemos h = 0,25 Oe para

Prf = 20 mW. Usando este valor (h = 0,25 Oe) e os seguintes parâmetros para a amostra

de YIG/Pt: frequência de micro-ondas em 4 GHz, condutância mista de spin g↑↓ef= 1014

cm2, largura de linha FMR ∆H = 2, 3 Oe e o fator de elipticidade do modo uniforme (1,1)
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no YIG, p1,1 = 0,31; obtemos da equação 3.42 o valor de pico da densidade de corrente

de spin JzSy(0) = 7, 4 × 10−7 erg/cm2 (= 2,3 ×102 A/m2). Usando os parâmetros, FS =

0,5/7,0, RN = 232 Ω, w = 0,2 cm, θSH = 0,05 e λN = 3,7 nm, obtemos com a equação

3.46 o valor de pico da tensão SPE em 4 GHz, V pico
SPE = 6, 8 µV, o que está de acordo com

o valor medido na Figura 24 (a)-(b).
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Figura 25 – Dependências de campo das tensões da bicamada YIG/IrMn produzidas simul-
taneamente pelos efeitos spin pumping e spin Seebeck com potência de micro-ondas de 20 mW
nas frequências indicadas em gigahertz e (a) ∆T = -4 K e (b) ∆T = +4 K.

No experimento de spin Seebeck longitudinal, a corrente de spin é calculada com

a equação 3.43. Para uma diferença de temperatura de +10 K na amostra em forma

de bicamada com 0,5 mm de espessura total, o gradiente de temperatura é ∇T = 200

K/cm. Usando para o parâmetro CS o valor da referência [47], CS = 3 × 10−24 erg /(K

cm), obtemos da equação 3.43, JzSy(0) = −6× 10−8 erg/cm2. Usando para o LSSE, FS =

4.0/7.0, RN = 232 Ω, w = 0,2 cm, θSH = 0,05 e λN = 3,7 nm, obtemos com a equação

3.46 a tensão LSSE para ∆T = +10 K que é VLSSE = 4,6 µV. O que também está de

acordo com o valor medido na Figura 24 (a)-(b).

Resultados muito semelhantes com os efeitos simultâneos de spin pumping e spin

Seebeck foram obtidos em experimentos com a amostra de YIG/IrMn como mostrado na

Figura 25 (a)-(b). As principais diferenças para os dados mostrados nas Figura 25

(a)-(b) para YIG/IrMn e os das Figuras 24 (c)-(d) para YIG/Pt, estão nos valores de

tensão relativa. Para ∆T = −4 K, as tensões de spin Seebeck longitudinais são de 10,8

µV em YIG/IrMn e 2,1 µV em YIG/Pt. A razão de 5,14 entre os dois valores está em
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concordância razoável com a previsão feita com as equações 3.42 e 3.46 considerando a

relação das resistências 3270/232 = 14,1 e o fato de que g↑↓IrMn = 0,43 g↑↓Pt e θSH−IrMn ≈
0, 8θSH−Pt, conforme determinado na referência [26]. No que se diz respeito as tensões

de pico do spin pumping, a comparação das Figuras 24 e 25 mostram que os valores

para YIG/IrMn são relativamente duas vezes maiores do que aqueles para YIG/Pt. Isso

é explicado pelo fato de que o spin pumping varia com o inverso do quadrado da largura

de linha e como mostrado na Figura 26, a largura de linha em YIG/Pt é maior do que

em YIG/IrMn por um fator de cerca de 1,5.

3.3.3 Efeito de um gradiente térmico sobre o amortecimento

Um fenômeno intrigante associado ao efeito spin Seebeck é a mudança no amorte-

cimento magnético observado nas bicamadas YIG/Pt sob um gradiente térmico quer na

atenuação da onda de spin ou na largura de linha FMR [20, 28-31, 81, 82]. Nas experiências

descritas aqui, uma diminuição no amortecimento com um gradiente de temperatura cres-

cente é viśıvel de várias maneiras. Nos espectros da Figura 25 para YIG/IrMn, os picos

de spin pumping para ∆T = +4 K são claramente superiores aos de ∆T = −4 K. Isso se

deve ao fato de que o VSPE varia inversamente com o quadrado da largura de linha como

na equação 4.46. Assim, ∆T maior causa uma diminuição no amortecimento e um au-

mento nas tensões de pico. A Figura 26 (a) mostra um efeito semelhante nos espectros

de absorção de FMR medidos em YIG/Pt. Para ∆T = −4 K, as linhas FMR medidas em

várias frequências se deslocam para campos inferiores porque a magnetização aumenta

e um campo menor é necessário para a ressonância, enquanto que para ∆T = +4 K as

linhas mudam para campos mais altos. No primeiro caso, as intensidades de todos os

picos de FMR diminuem, enquanto que no último eles aumentam, indicando larguras de

linhas maiores e menores, respectivamente.

A Figura 26 (b) mostra a tensão V = VSPE + VLSSE medida em YIG/IrMn sem

gradiente térmico e com dois valores de diferença de temperatura. Com o lado da camada

ML mais frio do que o da FMI com ∆T = -4 K, o sinal de tensão de spin pumping

aumenta e diminui em amplitude em relação ao ∆T = 0. Por outro lado, com o lado

da camada FMI mais frio do que o da ML, a largura de linha diminui e a amplitude

aumenta. O efeito sobre as linhas do modo magnetostático próximo ao modo uniforme

é impressionante, suas amplitudes aumentam acentuadamente, em parte como resultado

do amortecimento mais baixo.

Outra fonte para este efeito é o gradiente na magnetização do YIG produzido pelo

gradiente térmico. Isso aumenta o caráter dos modos de superf́ıcie próximo ao modo

uniforme, resultando em um processo de spin pumping maior [87, 88]. As Figuras 26



3. Caloritrônica de spin . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 101

0,0 0,4 0,8 1,2
0

2

4

6

8

T = +4 K

 

A
bs

or
çã

o 
F

M
R

 (
u
. 

a.
)

 H (kOe)

T = 0

 

T = -4 K
YIG/Pt

6,05,5

3,5
4,0 4,5

5,0

2,0
2,5

3,0

-4 -2 0 2 4 6 8 10
0

1

2

3

3 GHz

5 GHz

 

 


H

 (
O

e)

 T (K)

YIG/IrMn

0,40 0,45 0,50 0,55 0,60

-20

-10

0

10

20

30

40

T = 0

T= +10 K

T = -4 K

 

V
 (


V
)

 H (kOe)

YIG/IrMn

-4 -2 0 2 4 6 8 10
0

1

2

3
YIG/Pt

 

 


H

 (
O

e)

 T (K)

3 GHz

5 GHz

 

(a) (b)

(c) (d)

Figura 26 – (a) A absorção FMR da bicamada YIG/Pt expressa pela tensão do detector
em relação ao campo magnético H medido nas frequências indicadas em gigahertz e potência
de entrada constante de 20mW para ∆T = 0 [curva preta, o mesmo que na Figura 23 (a)],
para ∆T = -4 K (curva azul) e para ∆T = + 4K (curva vermelha). (b) A tensão medida em
YIG/IrMn do spin pumping com 3 GHz e 20 mW para ∆T = 0, ∆T = -4 e ∆T = +10 K. (c) e
(d) As largura de linha FMR versus diferença de temperatura medida em YIG/Pt e YIG/IrMn
com 3 e 5 GHz.

(c) e (d) mostram a variação da largura de linha FMR [largura de linha a meia altura,

ou no inglês, Half Width at Half Maximum (HWHM)] com a diferença de temperatura,

medida em YIG/Pt e YIG/IrMn para 3 e 5 GHz. As larguras de linha foram medidas

ajustando as derivadas da absorção à derivadas da Lorentziana para alguns sinais dos

modos magnetostáticos. O gráfico inserido na Figura 23 (b) mostra a linha dP/dH

para um modo medido com 3 GHz e ∆T = 0. O ajuste com uma derivada da Lorentziana

mais uma variação linear (equação 2.61) dá uma largura de linha HWHM de 1,61 Oe. Em

cada espectro, escolhemos três a cinco linhas relativamente limpas para calcular a largura

de linha média e a barra de erro correspondente. Devido ao longo comprimento do filme

de YIG e à excitação não uniforme de microondas, existem muitas linhas interligadas nos

espectros dP/dH que causam distorção das linhas e uma variação da largura de linha

de um modo para o outro. Os dados nas Figuras 26 (c) e (d) mostram que tanto

em YIG/Pt quanto em YIG/IrMn as largura de linha diminuem em 0,5-1 Oe para um
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aumento em ∆T de 10 K.

O mecanismo por trás do controle térmico do amortecimento magnético permanece

controverso [30, 89, 90, 91]. Aqui, comparamos nossos dados com três modelos teóricos

propostos. Considere primeiro o mecanismo mais simples e talvez o mais óbvio, a saber,

a mudança do amortecimento devido ao torque de transferência de spin (Spin Transfer

Torque - STT) exercido sobre a magnetização FMI pela corrente de spin criada pelo efeito

spin Seebeck. Apresentando na equação de Landau-Lifshitz-Gilbert para a magnetização,

o STT na forma de Slonczewski [92, 93, 94] fica,

d ~M

dt
= −γ ~M × ~H +

α

MS

~M × d ~M

dt
+

γJzSy
M2

StFMI

~M × ( ~M × ẑ), (3.48)

onde α é o parâmetro de amortecimento de Gilbert devido a processos de excitação e

o último termo representa o STT criado pela densidade de corrente de spin polarizada

na direção z, JzSy, que flui para fora da camada FMI com espessura tFMI . Comparando

o segundo e o terceiro termo no lado direito da equação 3.48 pode-se obter a mudança

no parâmetro de Gilbert ∆α devido ao efeito da corrente de spin e consequentemente a

mudança correspondente na largura de linha FMR na frequência ω0,

∆H =
ω0∆α

γ
=

JzSy
MStFMI

. (3.49)

A equação 3.49 foi usada na referência [30] para calcular a corrente de spin necessária

para explicar a alteração observada no amortecimento. Ao usar a corrente de spin medida

na referência [29], os autores conclúıram que seu valor deveria ser de uma a duas ordens

de grandeza maior para explicar os dados experimentais. Aqui podemos testar o modelo

com o valor da corrente de spin LSSE medida na mesma configuração usada para medir

a variação da largura de linha. Considerando para YIG/Pt a tensão LSSE medida VLSSE

= 4,9 µV para ∆T = 10 K e usando os mesmos parâmetros para a camada Pt utilizada

anteriormente, obtemos com a equação 3.46 a densidade de corrente de spin JzSy(0) =

−6, 4× 10−8 erg/cm2. Com este valor na 3.49, usando para a magnetização do YIG, MS

= 140 G e considerando para a espessura do filme o valor de tFMI = 100 nm devido à

superf́ıcie caracteŕıstica da excitação de FMR em YIG/Pt [59], obtemos uma mudança

na largura de linha para ∆T = 10 K de apenas ∆H = −4, 6 × 10−5 Oe. Este valor é

quatro a cinco ordens de grandeza menor do que os valores medidos, excluindo o STT

de Slonczewski [92] devido à corrente de spin LSSE como o mecanismo responsável pela

mudança térmica no amortecimento.

Outra teoria proposta [91] considera que uma diferença de temperatura δT entre

a temperatura do elétron e a temperatura do mágnon na interface FMI/ML gera uma
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corrente de spin no FMI, que é absorvida pelos mágnons criando um torque na magne-

tização. Em vez de usar a expressão simples na equação 3.48 para o STT, eles calculam o

torque decorrente da interação de quatro mágnons e obtêm uma mudança no parâmetro

de amortecimento de Gilbert dado por [91]

∆α = −η
(
SFMI

Gd +G

)
δT

~ω0

, (3.50)

onde η representa uma integral envolvendo a interação de quatro mágnons, SFMI é o co-

eficiente de spin Seebeck, enquanto que G e Gd são parâmetros do material proporcionais

à condutância mista de spin da interface FMI/ML. Não podemos comparar quantitativa-

mente a previsão da teoria com os nossos dados de largura de linha porque os parâmetros

na equação 3.50 não são expressos em termos de parâmetros do material prontamente

dispońıveis, nem a relação entre as diferenças de temperatura δT e ∆T . No entanto,

observamos que as Figuras 26 (c) e (d) mostram que a variação da largura de linha é

maior para 5 GHz do que para 3 GHz, o que contradiz a predição da equação 3.50 de

maior variação para menor frequência.

Finalmente consideramos o mecanismo proposto na referência [89] pelo qual a mu-

dança no amortecimento se origina na corrente de spin de mágnons criada na maior parte

do filme FMI pelo LSSE. Dependendo do sinal do gradiente de temperatura, o momento

angular flui para dentro ou para fora do FMI através da interface, produzindo uma di-

minuição ou aumento na taxa de amortecimento. Conforme mostrado na referência [89],

com a equação de transporte de Boltzmann linearizada, a densidade de corrente de spin

na estrutura FMI/ML sob excitação de micro-ondas e gradiente térmico pode ser escrita

como a soma de três partes

JS = JTeS + JCoS + JCo∆TS , (3.51)

onde o primeiro termo é devido a mágnons térmicos sob a ação do gradiente de tempe-

ratura. Este termo é gerado pelo fluxo de mágnons térmicos na maior parte do FMI e é

completamente independente da corrente de spin devido a mágnons coerentes com micro-

ondas, portanto não contribui para a sua relaxação. Usando a equação de difusão para

mágnons e as condições de contorno nas duas interfaces, o primeiro termo dá a corrente

de spin LSSE dada na equação 3.43. O segundo termo é devido a mágnons coerentes

conduzidos pelo campo de micro-ondas, e o terceiro corresponde à mudança no segundo

pelo gradiente térmico. A corrente de spin associada ao modo coerente excitado dá origem
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a uma taxa de relaxação de mágnons dada por

ηSP =
γ~ω0g

↑↓
ef

4πMStFMI

, (3.52)

que é a expressão bem conhecida para o amortecimento da precessão da magnetização

causada pelo spin pumping [55, 56]. Finalmente, o terceiro representa a mudança na

corrente de spin de mágnons coerente devido ao gradiente de temperatura que produz uma

mudança na taxa de relaxação do spin pumping. Conforme mostrado na referência [89],

este termo leva a uma mudança na largura de linha devido a um gradiente de temperatura

∇T ,

∆H = −
ξmCT~ω0g

↑↓
ef

4πM2
StFMI

∇T , (3.53)

onde ξm é o comprimento de propagação do mágnon k0 e CT = −∂M/∂T . Observe que

CT é positivo porque a magnetização diminui com a temperatura. Assim, um gradiente

de temperatura negativo, que corresponde aquecer o filme FMI mais do que a camada

ML, aumenta o amortecimento porque aumenta a corrente de spin e, portanto, o fluxo de

momento angular do FMI através da interface FMI/ML. Por outro lado, se a camada FMI

for mais fria que a ML, o amortecimento diminui conforme observado em experimentos.

Considerando as incertezas em vários parâmetros, podemos na melhor das hipóteses,

obter uma estimativa da mudança na largura de linha devido ao gradiente térmico. Para

isso, usamos os parâmetros para o YIG como na referência [89]: ξm = 5,5 cm, MS = 140

G, CT = −∂M/∂T = 3,6/4π G/K, tFMI = tc ≈ 100 nm, f0 = ω0/2π = 5 GHz e g↑↓ef =

1014 cm−2. Com a equação 4.53, obtemos para um gradiente de temperatura de ∇T =

200 K/cm, correspondente a ∆T = +10 K, um incremento na largura de linha de ∆H =

-0,42 Oe. Este valor está em ordem de magnitude de acordo com os dados experimentais

das Figuras 26 (c) e (d).

Nossos experimentos sobre a geração de correntes de spin por efeitos simultâneos

de spin pumping e spin Seebeck longitudinal em bicamadas de FMI/ML, como YIG/Pt

e YIG/IrMn fornecem informações importantes sobre esses efeitos, como demonstrado.

As medidas da largura de linha do FMR mostram que o amortecimento magnético no

YIG pode ser controlado por correntes de spin geradas por gradientes térmicos em toda a

espessura da bicamada com o amortecimento aumentando ou diminuindo dependendo do

sinal do gradiente. As medidas simultâneas permitem a determinação da corrente de spin

gerada pelo LSSE e uma comparação quantitativa entre os modelos propostos para o con-

trole térmico do amortecimento magnético e os dados experimentais [21]. Mostramos que

o modelo baseado no fluxo de momento angular dentro ou fora do filme de YIG, transpor-

tado pela parte coerente da corrente de spin influenciada pelo gradiente de temperatura,
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é aquele que melhor explica a mudança observada no amortecimento.

3.4 Medidas do efeito Nernst anômalo

Como discutido antes, a descoberta do efeito spin Seebeck em 2008 por Uchida

e colaboradores [6] provocou intenso interesse em pesquisa envolvendo carga, correntes

de spin e calor, o que levou ao surgimento do campo da caloritrônica de spin [6, 8-

10, 19]. Como consequência, a interação entre o calor e as correntes de spin revigorou

o interesse no campo bem estabelecido dos fenômenos de transporte magnetotérmico,

especialmente em nanoestruturas contendo condutores magnéticos. Entre os fenômenos

clássicos mais interessantes na termoelétrica relacionada ao transporte magnetotérmico

está o efeito Nernst anômalo (em inglês anomalous Nernst effect - ANE). Este efeito

refere-se a geração de uma tensão pela aplicação de um gradiente de temperatura em

condutores ferromagnéticos (FM) ou semicondutores [95-100], e pode ser considerado o

equivalente termoelétrico do efeito Hall anômalo.

O ANE é observado quando o material ferromagnético metálico (FMM) é simul-

taneamente exposto a um gradiente de temperatura e a um campo magnético que é

perpendicular ao gradiente, em uma configuração semelhante à do efeito spin Seebeck

longitudinal [8-10, 13, 19, 20, 61, 62, 75-78]. Um gradiente de temperatura ∇T aplicado

perpendicular ao plano do filme gera um campo elétrico no plano

~EANE ∝ ~M ×∇T , (3.54)

que é proporcional à magnetização no plano ~M . Quando um filme ferromagnético (FM)

é produzido em contato atômico com uma camada antiferromagnética (AF), a interação

de troca na interface entre elas induz uma anisotropia unidirecional no FM. Como con-

sequência, a curva de histerese do material FM é deslocada por um valor denominado

campo de exchange bias [101-103]. Aqui vamos discutir resultados de medidas em amos-

tras AF/FMM. Em particular, vamos apresentar resultados de medidas de histereses e do

efeito Nernst anômalo em uma amostra formada por um filme de Py sobre um substrato

monocristalino de NiO (001). O fato de ter sido usado somente uma amostra é justificável

considerando o grau de dificuldade para se obter cristais de NiO de boa qualidade. Aqui

mostraremos que é posśıvel usar o efeito Nernst anômalo para determinar o campo de

exchange bias em amostras AF/FMM.

A amostra foi preparada depositando um filme de 5 nm de permalloy diretamente

sobre o substrato de NiO por pulverização catódica DC em 2mTorr de Ar, com pressão de

base t́ıpica de 10−8 Torr. O substrato foi cortado a partir de um disco comercial de NiO
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Figura 27 – Curvas de histereses de NiO/Py medida por MOKE. (a) Laço simétrico medido
para φ = 90◦; (b) Laço deslocado por HEB = 48,2 Oe medido com φ = 0◦.

(001) com diâmetro de 1 cm e tem dimensões 4,5 × 1,5 × 1,0 mm3, com a dimensão longa

normal a direção [100]. Imãs permanentes foram usados para aplicar um campo de 200

Oe ao longo da direção [100] durante a deposição por pulverização catódica DC. A direção

[100] foi escolhida, pois estudos anteriores mostram que no plano (001) do NiO, o eixo

de maior alinhamento dos momentos magnéticos está na direção [100] [104]. Nota-se que

o plano (001) do NiO é uma interface compensada como nos óxidos antiferromagnéticos

do tipo “pedra de sal”, que não podem induzir exchange bias [105, 106]. No entanto, a

superf́ıcie da nossa amostra não é um plano atômico perfeito, pois foi polida opticamente

após o corte do disco. Neste caso, a rugosidade superficial estabelece um contato atômico

dos átomos de Py com átomos de Ni de diferentes planos, de modo que, se a camada de

Py for depositada sob um campo magnético, um exchange bias é induzido como observado

em [107]. Todas as medidas relatadas aqui foram realizadas à temperatura ambiente. As

curvas de magnetização foram medidas utilizando a técnica de magnetometria de efeito

Kerr magneto-óptico (do inglês magneto-optical Kerr effect - MOKE) na configuração

longitudinal com o campo magnético H aplicado no plano do filme com um ângulo φ em

relação ao eixo [100] (normal a dimensão longa), conforme ilustrado na figura inserida na

Figura 27 (a).

As Figuras 27 (a) e (b) mostram curvas de magnetização obtidas com o campo

aplicado perpendicular (φ = 90◦) e paralelo ( φ = 0◦) ao eixo [100], respectivamente.

Enquanto a curva de histerese mostrada na Figura 27 (a) exibe uma curva simétrica em

relação a H = 0, a curva mostrada na Figura 27 (b) exibe o deslocamento caracteŕıstico

das bicamadas FM/AF com exchange bias, o que confirma que o eixo [100] é o eixo fácil

do AFM. Ao medir os campos para os quais M = 0 na Figura 27 (b) obtivemos , H1



3. Caloritrônica de spin . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 107

= -86,20 Oe e H2 = 182,6 Oe, a partir dos quais encontramos o campo de exchange bias

HEB = (H1+H2)/2 = 48,2 Oe. Um valor mais preciso para HEB é obtido medindo os

laços de histereses com uma função do ângulo φ e ajustando os dados como uma função

cos φ.
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Figura 28 – (a)-(e) Tensão ANE como função do campo magnético com ∆T = 10 K, para
diferentes ângulos φ como indicado; (f) Tensão ANE como função da diferença de temperatura
para o campo magnético fixo (H = ± 800 Oe).

O efeito Nernst anômalo foi medido pela tensão VANE gerada entre dois eletrodos

pela aplicação simultânea de um campo magnético no plano e um gradiente de tempera-

tura perpendicular ao plano da amostra. Isto foi feito por meio de um módulos Peltier

comercialmente disposto entre os dois eletrodos. As Figura 28 (a)-(e) mostram as

tensões ANE versus laços de histereses para vários ângulos φ, medidos com uma diferença

de temperatura fixa de ∆T = 10 K. Como nas medidas anteriores, os laços de histerese do

ANE exibem mudanças no campo devido à anisotropia de troca que varia com o ângulo

entre o campo e o eixo [100]. O efeito ANE pode ser interpretado considerando o campo

elétrico criado pelo gradiente de temperatura conforme dado por [95]

~EANE = −αN σ̂M ×∇T , (3.55)

onde σ̂M = ~M/M é a polarização da magnetização, αN = χSord é o coeficiente Nernst

anômalo, Sord é o coeficiente Seebeck ordinário e χ é um parâmetro que representa a

força do efeito Nernst [95, 96]. A Figura 27 (f) mostra a tensão ANE medida como
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uma função da diferença de temperatura ∆T com um campo magnético de H = 800 Oe

suficiente para saturar a magnetização do NiO/Py. Como esperado da equação 3.55, a

tensão varia linearmente com a temperatura e muda o sinal com a inversão do campo.
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Figura 29 – (a) Tensão ANE como uma função do ângulo do campo aplicado para campo fixo
de H = 800 Oe e uma diferença de temperatura de ∆T = 10 K; (b) Campo de exchange bias na
amostra de NiO/Py como uma função do ângulo φ, obtidos de medidas de curvas de histereses
e ANE.

A dependência angular do deslocamento do laço de histerese no plano, dada pela

tensão ANE (VANE) é mostrada na Figura 29 (a) onde o campo magnético e a diferença

de temperatura são mantidos constantes em H = 800 Oe e ∆T = 10 K, respectivamente.

A linha cont́ınua da Figura 29 (a) foi obtida ajustando os dados usando a expressão

VANE(φ) = VANE(0)cosφ, obtida da equação 3.55, com VANE(0) = 0,947 µV. Obtém-se

resultados muito semelhantes a partir das medidas de tensão versus temperatura mostrada

na Figura 28 (f). Usando esse valor na equação 3.55 e considerando a distância entre os

eletrodos de 3,5 mm e a espessura da bicamada de 1 mm, obtemos o coeficiente Nernst

anômalo αN = -27 nV/K. Esse valor é semelhante ao obtido na referência [97] e três vezes

maior do que o obtido a partir dos dados da referência [24], αN = -9 nV/K calculado com

0,5 mm de espessura, uma diferença de temperatura de 10 K e uma distância entre os

contatos de 5 mm.

A Figura 29 (b) resume as medidas do deslocamento causado pelo exchange bias

obtido por meio de curvas de histereses e ANE. A dependência angular de todos os dados

para o campo de exchange bias foi ajustada numericamente com a mesma expressão

HEB(φ) = HEB(0)cosφ, que é uma assinatura da anisotropia de troca [101]. O ajuste aos

dados, obtidos pelas duas técnicas, resultou em um campo de exchange bias de HEB(0) =

48,8 Oe como mostrado na Figura 29 (b). Como as duas técnicas experimentais são
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baseadas em medidas quasi-estáticas e os intervalos de campo magnético são quase iguais,

os valores de HEB são muito semelhantes aos esperados. Nossas medidas do efeito Nernst

anômalo em bicamadas NiO/Py acopladas por interação de troca mostram que o ANE

pode ser usado como uma técnica confiável para medir propriedades quasi-estáticas de

filmes magnéticos e multicamadas.

3.5 Medidas do efeito spin Seebeck em um material ferromagnético metálico

Os experimentos pioneiros da geração de uma corrente de spin por um gradiente

térmico em um material magnético [6], foram fundamentados com base na aplicação de

um gradiente térmico na chamada configuração transversal, aplicado ao longo de um filme

de Permalloy (Ni81Fe19) que é um material ferromagnético metálico. O efeito foi detectado

pelos sinais de tensão medidos ao longo de tiras finas de Pt depositadas nas extremidades

do filme de Py, resultantes da conversão da corrente de spin em corrente de carga por

meio do efeito Hall de spin inverso (ISHE) [8-10, 19, 20, 36-39, 55, 56, 61, 62, 64-80].

Logo após as experiências com Py, Uchida, Saitoh e colegas de trabalho demonstraram

a existência do SSE na configuração longitudinal (LSSE) no YIG em contato com uma

camada de Pt [13].

Como discutido antes, no LSSE considera-se uma bicamada feita de um isolante

ferromagnético (FMI) com uma camada metálica (metallic layer - ML) adjacente. Um

gradiente de temperatura ∇T aplicado perpendicularmente ao plano do FMI cria uma

corrente de spin na mesma direção que flui para a ML onde é parcialmente convertida

pelo ISHE em uma corrente de carga e detectada pela tensão associada [8-10, 13, 19, 20,

36-39, 55, 56, 61, 62, 64-80]. O campo elétrico na ML pode ser expresso em termos do

gradiente de temperatura perpendicular na forma

~ELSSE = −SFMI σ̂ ×∇T , (3.56)

onde SFMI é o coeficiente spin Seebeck longitudinal para a bicamada FMI/ML e σ̂ é a

polarização de spin determinada pela direção do campo magnético aplicado. Em uma

bicamada feita de um filme ferromagnético metálico (FMM) e uma camada de metal

normal sob um gradiente térmico aplicado perpendicularmente ao plano, também se espera

ter LSSE. No entanto, no filme FMM existe também um campo elétrico criado pelo efeito

Nernst anômalo como mostrado pela equação 3.55, a saber,

~EANE = −αN σ̂M ×∇T . (3.57)

A superposição das tensões criadas pelos dois efeitos (ANE e LSSE) impede a de-
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tecção do LSSE separadamente, de modo que geralmente é aceita a suposição de que este

efeito não pode ser observado em materiais ferromagnéticos metálicos, como permalloy

[8-10, 13, 19, 20, 36-39, 55, 56, 61, 62, 64-80]. Aqui demonstraremos a existência do

LSSE em um filme ferromagnético metálico de permalloy onde uma corrente de spin é

criada por um gradiente térmico aplicado perpendicularmente ao plano do filme. Isso foi

posśıvel através da inserção de uma fina camada de NiO entre os filmes NM e Py. Como

descobriu-se recentemente, o NiO é um material antiferromagnético isolante a tempera-

tura ambiente que bloqueia o fluxo de corrente de carga, mas transporta as correntes de

spin [108-112]. Assim, pode-se medir o LSSE por meio da tensão gerada na camada NM

pela conversão ISHE e medir separadamente a tensão ANE induzida na camada de Py.

3.5.1 Modelo termoelétrico de difusão da acumulação de spin para o LSSE
em ferromagnéticos metálicos

Agora vamos considerar uma bicamada simples feita de um metal ferromagnético

(FM) em contato com um metal normal (MN), sob um gradiente de temperatura normal

ao plano e com um campo magnético estático aplicado no plano, conforme ilustrado na

Figura 30. Escolhemos um sistema de coordenadas com o eixo z paralelo ao campo

magnético H aplicado no plano e o eixo y perpendicular ao plano, como mostrado na

Figura 30. Nosso objetivo aqui é calcular a corrente de spin criada pelo gradiente

térmico no FMM, que será injetada na camada MN. Como é bem conhecido, em um

isolante magnético, como o YIG uma corrente de spin é transportada pelas excitações

coletivas de spin, ondas de spin ou mágnons.

Em um material ferromagnético metálico (como o Py) a corrente de spin pode

ser transportada pelos elétrons de condução (elétrons com spins opostos movendo-se em

direções opostas) e também por mágnons. Conforme mostrado nas referências [46, 47], sob

um gradiente térmico, a corrente de spin magnônica é proporcional ao tempo de vida. Uma

vez que em Py, o tempo de vida do mágnon é tipicamente duas ordens de magnitude menor

que no YIG, a contribuição magnônica para o LSSE em Py é pequena e consideramos

aqui apenas o transporte eletrônico termoelétrico. Esta abordagem foi tratada em detalhes

nas referências [116, 117], mas com condições de contorno que não são apropriadas para a

estrutura da Figura 30. Por uma questão de completeza, apresentamos aqui a formulação

da geração de corrente de spin termoelétrica. Para a camada FMM na Figura 30,

consideramos um material ferromagnético metálico homogêneo no qual a corrente de spin

é transportada por elétrons com spin designados por σ = ± 1, energia εσk e momento ~~k.

No equiĺıbrio termodinâmico a uma temperatura T os elétrons são distribúıdos entre os
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Figura 30 – Ilustração de um material ferromagnético metálico (FMM)/metal normal (MN)
e os eixos das coordenadas utilizadas para formular o modelo teórico para o efeito spin Seebeck
longitudinal [22].

estados dispońıveis de acordo com a função de distribuição de Fermi-Dirac

fσ(~k, ~r) =
1

e(εσk−µσ)/KBT + 1
, (3.58)

onde µσ é o potencial qúımico dependente do spin. Na presença de campos externos,

gradiente de temperatura e processos de espalhamento aleatório, a evolução de fσ(~k, ~r)

em uma posição ~r é governada pela equação de transporte de Boltzmann (ETB). Em

estados estáveis da ETB, escrevemos(
~vk · ∇r +

~F σ

~
· ∇k

)
fσ(~k, ~r) =

(
∂fσ

∂t

)
Esp.

, (3.59)

onde ~vk = (1/~)∇kεk é a velocidade do elétron e ~F σ é a força externa nos elétrons. O

termo de espalhamento do lado direito contém conservação de spin e espalhamento de

impurezas por spin-flip que podem ser modelados na aproximação do tempo de relaxação,

por [116] (
∂fσ

∂t

)
Esp.

= − [fσ(~k, ~r)− fσ(εk, ~r)]

τσ
− [fσ(εk, ~r)− f−σ(εk, ~r)]

τsf
, (3.60)
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onde,

fσ(εk, ~r) =
1

4π

∫
dΩkf

σ(~k, ~r), (3.61)

é a distribuição média dos elétrons em momento, τσ é o tempo de relaxação do transporte

e τsf é o tempo de relaxação spin-flip. Uma vez que τσ << τsf a relaxação em momento

ocorre primeiro seguida de uma lenta relaxação de spin. No esṕırito da teoria da resposta

linear, assumimos que a função de distribuição pode ser escrita como

fσ(~k, ~r) ≈ f0(εk) + [gσ(~k, ~r) + µσ(~r)]

(
−∂f0

∂εk

)
εF

, (3.62)

com a introdução do fator (−∂f0/∂εk)εF estamos reconhecendo explicitamente que o trans-

porte envolve apenas elétrons com energia próxima da energia de Fermi εF . Escrevemos

o campo elétrico efetivo dependente do spin como,

~Eσ = ~E +
∇rµ

σ(~r)

e
, (3.63)

onde e é a carga do elétron. O campo elétrico está relacionado com a força nos elétrons

por ~F σ = e ~Eσ. Considera-se que gσ(~k, ~r) varia lentamente com o momento e no espaço,

de modo que

∇kg
σ(~k, ~r) ≈ 0, ∇rg

σ(~k, ~r) ≈ 0. (3.64)

Além disso, tomando τσ << τsf e substituindo a equação 3.62 na equação 3.59 tem-se

gσ(~k, ~r) = τσ
(
∂εk
∂T

)
~vk · ∇rT −

(
~eτσ

m

)
~k · ~Eσ. (3.65)

Assim, a equação 3.62 leva a

fσ(~k, ~r) ≈ f0(εk)− τσ
(
∂f0

∂T

)
~vk · ∇rT +

~eτσ

m

(
∂f0

∂εk

)
εF

~k · ~Eσ − µσ(~r)

(
∂f0

∂εk

)
εF

.

(3.66)

Com a equação 3.66 que representa a função de distribuição podemos calcular várias

quantidades de interesse. Consideramos os elétrons descritos por um modelo simples de

Stoner para um metal ferromagnético com energias εσk = εk + σ∆, onde ∆(T ) é a divisão

de troca dependente da temperatura [116, 118]. A densidade de corrente de carga com

polarização de spin σ é dada por

~JσC =
e

V

∑
k

fσ(~k, ~r)~vk. (3.67)

A equação 3.67 foi obtida levando em consideração que∑
k

f0(~k, ~r)~vk = 0,
∑
k

~vk = 0. (3.68)
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A densidade de corrente de carga total é

~JC = ~JσC + ~J−σC , (3.69)

enquanto a densidade de corrente de spin em unidades de momento angular é

~JS =

(
~
2e

)
( ~JσC − ~J−σC ). (3.70)

Usando a equação 3.66 na 3.67, considerando ~E = 0 e ~JC = 0, pode-se mostrar que

a densidade de corrente de spin com polarização na direção do campo é a soma de duas

partes

~JS = ~J∇T + ~J∇µs , (3.71)

onde,

~J∇T =
−~

(2π)3

∫
d3k

(
∂f0

∂εk

)
εF

(
∂∆

∂T

)
τ~vk(~vk · ∇rT ) (3.72)

é a contribuição do acúmulo de elétrons induzido termicamente com a divisão de troca

dependente da temperatura, e

~J∇µs =
~

(2π)3

∫
d3k

(
∂f0

∂εk

)
εF

( τ
m

)
~vk(~k · ∇rµs) (3.73)

é devido à variação espacial da acumulação de spin, definida por [55, 56]

µs =
(µ↑ − µ↓)

2
. (3.74)

Nas equações 3.72 e 3.73, τ = (τ ↑+τ ↓)/2 e m é a massa do elétron. Com o gradiente

de temperatura normal ao plano, a equação 3.72 dá a corrente de spin na direção y,

J∇T = −SFMM

(
∂T

∂y

)
, (3.75)

onde,

SFMM =
~

(2π)3

∫
d3k

(
∂f0

∂εk

)
εF

(
∂∆

∂T

)
τv2

ky . (3.76)

é o coeficiente spin Seebeck longitudinal para a bicamada FMM/MN. A integral na

equação 3.73 dá um fator proporcional ao coeficiente de difusão (De), de modo que,

usando a relação de Einstein σc = e2DeN(εF ), onde σc é a condutividade elétrica, De é o

coeficiente de difusão de elétrons e N(εF ) a densidade de estados na energia de Fermi, a

equação 3.73 torna-se

J∇µs = −
(
~σc
2e2

)
∂µs
∂y

. (3.77)

A partir da equação de Boltzmann também pode-se mostrar [55, 56, 116, 117] que
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a acumulação de spin obedece a uma equação de difusão

∂2µs(y)

∂y2
=
µs(y)

λ2
sf

, (3.78)

onde λsf é o comprimento de difusão spin-flip, relacionado ao coeficiente de difusão por

λsf =
√
Deτsf . A solução geral da equação 3.78 para a camada FMM na geometria da

Figura 30 é do tipo

µs(y) = Acosh

[
(y + tFM)

λsf

]
+Bsinh

[
(y + tFM)

λsf

]
, (3.79)

onde A e B são coeficientes a serem determinados pelas condições de contorno. Usando

a equação 3.79 na 3.77 obtém-se a componente y total da densidade de corrente de spin

na camada FM

JS(y) = −SFMM∇yT −
(

~σc
2e2λsf

){
Asinh

[
(y + tFM)

λsf

]
+Bcosh

[
(y + tFM)

λsf

]}
, (3.80)

onde os coeficientes A e B são determinados pelas condições de contorno em y = −tFM
e y = 0. As condições de contorno são definidas pela conservação do fluxo de momento

angular que requer continuidade das correntes de spin nas interfaces. Usando a condição

de contorno JS(y = −tFM) = 0 na interface substrato/FMM, obtemos com as equações

3.79 e 3.80:

JS(0−) = −SFMM∇yT

[
cosh(tFM/λsf )− 1

cosh(tFM/λsf )

]
− µs(0)

(
~σc

2e2λsf

)
tanh

(
tFM
λsf

)
. (3.81)

A corrente de spin criada pelo gradiente térmico no FMM flui através da interface

FMM/MN e produz na camada MN uma acumulação de spin, com uma corrente de spin

associada, que em y = 0+ é dada por [55, 56]

JS(0+) =

(
g↑↓ef
4π

)
µs(0

−), (3.82)

onde g↑↓ef é a parte real da condutância mista de spin efetiva que leva em consideração as

correntes de spin-pumped e backflow [55, 56]. Usando as equações 3.81 e 3.82 na condição

de contorno na interface FMM/MN, JS(0−) = JS(0+) e considerando ~σc/2e2λsf >>

g↑↓ef/4π, obtemos a corrente de spin no MN devido ao LSSE

JS(0+) = −CFMMρ∂yT , (3.83)



3. Caloritrônica de spin . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 115

onde ρ é um fator que representa o efeito da espessura finita da camada FMM, dada por

ρ =
cosh(tFMM/λsf )− 1

sinh(tFMM/λsf )
, (3.84)

e

CFMM =
SFMMg

↑↓
efe

2λsf

2π~σc
. (3.85)

Com algumas aproximações pode-se obter uma expressão simples para CFMM . Con-

siderando na equação 3.75 uma banda de energia parabólica para os elétrons, usando

(∂f0/∂εk)εF ≈ −δ(ε−εF ) e o modelo de Drude para a condutividade σc = nee
2τ/m, onde

ne é a concentração de elétrons, obtemos

CFMM =

(
g↑↓efλsf

3πne

)(
−∂∆

∂T

)
N(εF )εF . (3.86)

Observe que as equações 3.83 e 3.84 têm a mesma forma que as do LSSE em uma

bicamada FMI/MN [46, 47]. Isso ocorre porque no modelo termoelétrico a corrente de

spin criada pelo gradiente térmico é transportada pela acumulação de spin, enquanto que

no modelo de mágnons no bulk para o FMI é transportada pela acumulação de mágnons

e, em ambos os casos, a evolução é governada pela equação de transporte de Boltzmann e

pela equação de difusão, sujeita às mesmas condições de contorno. A acumulação de spin

no MN obedece a uma equação de difusão como a equação 4.78 com um comprimento de

difusão spin-flip λN [55, 56]. Com a condição de contorno na superf́ıcie da camada MN

JS(y = tN) = 0, encontra-se a acumulação de spin e a corrente de spin para 0 ≤ y ≤ tN .

A corrente de spin é dada por

JS(y) = JS(0+)

{
sinh[(tN − y)/λN ]

sinh(tN/λN)

}
. (3.87)

Devido ao efeito spin Hall inverso, a densidade de corrente de spin ~JS que flui para

a camada NM gera uma densidade de corrente de carga dada por

~JC = θSH

(
2e

~

)
~JS × σ̂, (3.88)

onde θSH é o ângulo Hall de spin e σ̂ é a polarização de spin. Com o campo magnético no

plano e transversalmente à direção longa da camada MN, a corrente de carga resultante

produz uma tensão ISHE DC nas extremidades da camada MN. Uma vez que a corrente

de spin na interface FMM/MN difunde-se para a camada MN com o comprimento de

difusão λN , para calcular a tensão nas extremidades da camada MN, é necessário integrar

a densidade de corrente de carga ao longo de x e y de modo que a tensão LSSE-ISHE
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torna-se

VLSSE = RNwλNθSH

(
2e

~

)
tanh

(
tN

2λN

)
JS(0)cosφ, (3.89)

onde RN , tN e w são a resistência, a espessura e a largura da camada MN, respectivamente,

e φ é o ângulo da polarização de spin determinado pela direção do campo magnético como

na Figura 32 (a). Finalmente, com as equações 3.86 e 3.89 podemos escrever a corrente

de carga ILSSE = VLSSE/RN produzida pelo gradiente de temperatura para φ = 0, como

ILSSE = −SFMMρ∂yT , (3.90)

onde

SFMM =

(
2g↑↓efλsfwλNeθSH

3πne~

)
tanh

(
tN

2λN

)(
−∂∆

∂T

)
N(εF )εF (3.91)

é o coeficiente de spin Seebeck longitudinal (LSSE) obtido explicitamente para um ma-

terial ferromagnético metálico. Observe que muitas vezes o coeficiente de spin Seebeck

é definido com referência à tensão medida na camada MN. Uma desvantagem de usar a

tensão é que ela varia com a resistência, de modo que duas amostras feitas com o mesmo

material, mas com diferentes espessuras da camada MN, teriam diferentes coeficientes de

tensão spin Seebeck.

3.5.2 Experimentos

A tensão produzida pelo LSSE em uma bicamada de FMM/MN acrescenta-se a cri-

ada pelo efeito Nernst anômalo. Estudos anteriores do efeito spin Seebeck longitudinal em

Py/MN não distinguem as tensões geradas pelos dois efeitos [119, 120]. Aqui, relatamos

experimentos em que os dois efeitos são separados pelo uso de uma fina camada de NiO

entre as camadas de Py e MN. As estruturas das amostras usadas para medir o LSSE e o

ANE em Py são mostradas esquematicamente nas Figuras 31 (a) e 32 (a). As amostras

consistem em uma camada de Py depositada por pulverização catódica DC em um subs-

trato de Si (0,4 mm)/SiO(300 nm) com dimensões laterais de 9 × 2,5 mm2. Amostras

com várias espessuras do filme de Py foram preparadas para medir as dependências com

a espessura dos efeitos.

Para a medida inicial da tensão devido apenas ao ANE usamos um único filme de Py,

sem camada adjacente, como na Figura 31 (a). Para medir separadamente as tensões

ANE e LSSE, usamos a estrutura da Figura 32 (a), onde uma camada de NiO de 5

nm de espessura foi depositada na camada de Py por pulverização catódica de rf a 160◦C

deixando folgas de 0,5 mm nas extremidades para os eletrodos. Em seguida, um filme de

Pt ou Ta, com espessura de 6 nm, foi depositado por pulverização catódica DC na parte
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Figura 31 – (a) Ilustração esquemática da amostra de Py usada para medir a tensão ANE.
Todas as medidas foram feitas com a camada de Py de 30 nm de espessura. (b) Variação com
campo magnético da tensão ANE. ∆T positivo corresponde ao módulo Peltier mais quente que o
substrato de Si. (c) Tensão ANE versus diferença de temperatura medida com H = 0,5 kOe em
duas direções de campo. (d) Variação da tensão ANE em função do ângulo do campo magnético
φ medido com H = 0,5 kOe e ∆T = +12 K. A curva sólida é um ajuste com Acosφ.

central da camada NiO usando uma máscara de sombra para fazer um filme com menor

largura para evitar o contato com a camada de Py. Finalmente, os eletrodos de Ag foram

anexados às extremidades das camadas de Py, de Pt e de Ta, como mostrado na Figura

32 (a), para medir as tensões diretamente com um nanovolt́ımetro. As distâncias entre

os eletrodos são de 8 mm na camada de Py e de 5 mm nas camadas de Pt e de Ta. As

resistências medidas entre os eletrodos variam de 85 à 95 Ω na Pt, e é 120 Ω no Ta,

enquanto em Py varia inversamente com a espessura, como mostrado na figura inserida

na Figura 35 (b).

As resistências medidas entre os contatos nas camadas MN e Py estão acima de 50

MΩ, indicando que a camada de NiO fornece isolamento elétrico entre elas. Um módulo

Peltier comercial, de largura de 4 mm, foi utilizado para aquecer ou resfriar o lado da

camada de Pt ou de Ta, enquanto o substrato foi mantido em contato térmico com um
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Figura 32 – (a) Ilustração esquemática da estrutura para medir as tensões geradas em
Si/Py(30 nm)/NiO/Pt pelo ANE e pelo LSSE. (b) Variação com campo magnético da tensão
ANE medida na camada de Py. ∆T positivo corresponde à camada de Pt mais quente que a
de Py. (c) Tensão ANE versus diferença de temperatura medida com H = 0,5 kOe em duas
direções de campo. (d) Variação da tensão ANE em função do ângulo do campo magnético φ
medido com H = 0,5 kOe e ∆T = +12 K. Curva sólida é um ajuste com Acosφ.

bloco de cobre à temperatura ambiente. A diferença de temperatura ∆T em toda a

amostra é medida com um termopar diferencial. A Figura 31 (b) mostra a tensão

ANE em função do campo magnético medida na camada de Py com espessura de 30 nm,

para vários valores da diferença de temperatura ∆T , tudo feito com o módulo Peltier mais

quente do que o substrato de Si (∆T > 0). Os dados têm a forma da curva de histereses de

Py com coercividade muito pequena na escala de campo das medidas. A mudança de sinal

da tensão ANE com inversão de campo deve-se a mudança na polarização. A Figura 31

(c) mostra a tensão ANE como função da diferença de temperatura ∆T medida com um

campo de H = 0,5 kOe em duas direções opostas. Notemos que a resistência da camada de

Py mostrada na figura é aquela que corresponde ao comprimento do elemento Peltier que é

1/2 do valor medido entre os eletrodos. A Figura 31 (d) mostra a dependência da tensão
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ANE em função do ângulo do campo magnético medido com H = 0,5 kOe e ∆T = +12

K. A Figura 32 mostra a tensão ANE medida na camada de Py da amostra tricamada

Py(30 nm)/NiO(5 nm)/Pt(6 nm). Os dados das Figuras 31 e 32 são quase idênticos,

demonstrando que as medidas de tensão na camada de Py das tricamadas correspondem

ao efeito Nernst anômalo, sem interferência da camada de NiO isolante.

Os dados das Figuras 31 e 32 mostram como esperado da equação 3.57 para o

ANE que a tensão varia linearmente com a temperatura e muda de sinal com a inversão

do campo. As Figuras 31 (d) e 32 (d) mostram que a dependência angular da tensão

é descrita pela função cosφ, conforme previsto pelo produto vetorial na equação ANE. A

partir dos dados, podemos obter o coeficiente Nernst anômalo utilizando a relação

αN =
VANEtPy
L∆TPy

, (3.92)

onde L é o comprimento do filme de Py sob o módulo Peltier, tPy é a espessura do

filme e ∆TPy é a diferença de temperatura em todo o filme, com o sinal como definido

anteriormente. A diferença de temperatura em todo o filme de Py está relacionada com

a medida em toda a amostra por

∆TPy ≈
(
tPyKSi

tSiKPy

)
∆T , (3.93)

onde KPy e KSi são as condutividades térmicas do Py e do Si, de modo que

αN =
VANEtSiKPy

LKSi∆T
. (3.94)

Usando os valores ∆T = +12 K, VANE = 1,85 µV, L = 4 mm, tSi = 0,4 mm, KSi =

148 W/(mK) e KPy = 46,4 W/(mK) [121, 122] obtemos αN = 4,8 nV/K, que é semelhante

aos valores medidos por outros autores [24]. Na tricamada Py/NiO/MN, o gradiente de

temperatura através da camada de Py tem dois efeitos: um é gerar uma tensão no plano

pelo ANE, conforme demonstrado pelos dados nas Figuras 31 e 32, o outro é produzir

uma corrente de spin pelo efeito spin Seebeck longitudinal que é transportada através da

camada de NiO e é detectada na camada MN como uma tensão elétrica resultante da

conversão de corrente de spin em corrente de carga pelo ISHE. Conforme mostrado na

referência [115], a densidade de corrente de spin JS(0) produzida pelo LSSE é injetada

na interface Py/NiO, depois é transportada através da camada NiO (com espessura t)

pela difusão de mágnons antiferromagnéticos e atinge a interface em y = t com um valor

proporcional a JS(0), dado por JS(t) = FtJS(0), onde

Ft =
$

sinh(t/lm) +$cosh(t/lm)
, (3.95)
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sendo $ = g↑↓2efblm/Dm um parâmetro adimensional proporcional à condutância mista

de spin na interface em y = t, Dm e lm são respectivamente, a constante de difusão e o

comprimento da acumulação de mágnons em NiO, e b é um fator envolvendo integrações

sobre a primeira zona de Brillouin. A corrente de spin ~JS(t) que atinge a camada MN

produz uma densidade de corrente de carga dada pela equação 3.88, de modo que a tensão

medida na camada MN corresponde à corrente de spin devido ao LSSE na camada Py

reduzida pelo fator Ft que denotamos por V F
SSE = FtVSSE.
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Figura 33 – (a) e (b) Variação com campo magnético da tensão DC ISHE-LSSE medida na
camada de Pt criada pelo efeito spin Seebeck longitudinal na camada de Py. (c) Variação da
tensão LSSE em função da diferença de temperatura na camada de Pt medida com H = 0,5 kOe
em duas direções de campo. (d) Variação da tensão LSSE com o ângulo do campo magnético
φ medido com H = 0,5 kOe e ∆T = +12 K. Curva sólida é um ajuste com Acosφ.

O LSSE em Py é demonstrado pelos dados nas Figuras 33 e 34. As Figuras 33 (a)

e (b) mostram a tensão versus o campo magnético medido na camada de Pt da amostra

Py(30 nm)/NiO(5 nm)/Pt(6 nm), para vários valores da diferença de temperatura ∆T .

Essa tensão é produzida pela corrente de carga resultante da conversão ISHE da corrente

de spin gerada pelo gradiente térmico em todo o filme de Py que é injetada na interface

Py/NiO e transportada pela camada de NiO. A Figura 33 (c) mostra a tensão LSSE,
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V F
LSSE como uma função da diferença de temperatura ∆T medida com um campo de H

= 0,5 kOe em duas direções opostas. Como esperado da equação para o LSSE, a tensão

varia linearmente com a temperatura e muda de sinal com a inversão do campo.

A Figura 33 (d) mostra a tensão medida com H = 0,5 kOe e ∆T = +12 K em

função do ângulo do campo no plano, mostrando a dependência cosφ esperada do produto

vetorial ~JS × ~σ. Em relação ao sinal da corrente de spin produzida pelo LSSE na camada

de Py, observamos que para o campo na direção +z, um gradiente de temperatura positivo

na direção +y cria uma corrente de carga na direção -x (tensão negativa). Uma vez que

o ângulo Hall de spin da platina é positivo, a corrente de spin está na direção -y, o que é

o mesmo observado no LSSE em bicamadas YIG/Pt [21, 86].
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Figura 34 – (a) Variação com diferença de temperatura da tensão ANE medida na camada
de Py na amostra tricamada Py (30 nm)/NiO (5 nm)/Ta (6 nm) com H = 0,5 kOe em duas
direções de campo. (b) Variação com campo magnético da voltagem LSSE medida na camada
de Ta criada pelo efeito Seebeck de spin na camada de Py para quatro valores de ∆T como
indicado. (c) Variação com diferença de temperatura da tensão LSSE na camada de Ta medida
com H = 0,5 kOe em duas direções de campo. (d) Variação da tensão de LSSE com o ângulo
do campo φ medido com H = 0,5 kOe e ∆T = +12 K. Curva sólida é um ajuste com Acosφ.

A Figura 34 mostra as medidas de tensão feitas na amostra tricamada Py(30 nm)/
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NiO(5 nm)/Ta(6 nm). A Figura 34 (a) mostra a tensão na camada de Py como uma

função da diferença de temperatura ∆T , medida com um campo de H = 0,5 kOe em

duas direções opostas. Os valores medidos são muito semelhantes aos das Figuras 31

(c) e 32 (c), em sinal e magnitude, mostrando que a origem da tensão está no efeito

Nernst anômalo. No entanto, os dados nas Figuras 34 (b), (c) e (d) mostram sinais

que são opostos aos medidos na amostra Py(30 nm)/NiO(5 nm)/Pt(6 nm), consistente

com a conversão pelo ISHE em Ta com ângulo Hall de spin negativo, de uma corrente

de spin produzida pelo LSSE em Py. Observe que a amplitude das tensões em Ta é 1,3

vezes a medida em Pt. Este valor é aproximadamente o mesmo que a proporção das duas

resistências, o que é consistente com o fato dos ângulos Hall de spin no Ta e na Pt serem

semelhantes em amplitude [39].

Outra confirmação da separação do efeito spin Seebeck longitudinal em Py do efeito

Nernst anômalo é fornecida por medidas das tensões ANE e LSSE em amostras com

espessuras variável do filme de Py. Isso foi realizado em amostras com um único filme

de Py e com tricamadas Py/NiO/Pt. A Figura 35 (a) mostra as correntes de carga

ANE, obtidas dividindo as tensões medidas pelas resistências das camadas de Py no

comprimento do elemento Peltier (4 mm) em função de ∆T para H = ± 0,5 kOe. A

variação da corrente medida com a espessura do filme de Py é mostrada na Figura 35

(b) para ∆T = +12 K. Medidas similares feitas em filmes simples de Py exibem resultados

quase idênticos. A medida da dependência linear da corrente ANE com a espessura do Py

é explicada pelo fato de que a densidade de corrente de carga é JANE = σPyEANE, onde

σPy é a condutividade elétrica do Py. Uma vez que αN não varia com a espessura do Py

a corrente de carga ANE, IANE = wtPyJANE é proporcional à espessura do Py como na

Figura 35 (b).

As Figuras 35 (c) e (d) mostram que a dependência da corrente LSSE na espessura

de Py é muito diferente da ANE e é qualitativamente similar ao LSSE medido no YIG,

que é um material padrão usado em estudos do efeito spin Seebeck longitudinal (LSSE)

[8-10, 13, 19, 20, 61, 62, 75-78]. A Figura 35 (d) mostra uma curva sólida que representa

o melhor ajuste para os dados da expressão IFLSSE = Aρ(tPy), onde ρ(tPy) é o fator de

espessura dado pela equação 3.84. O ajuste das medidas com ∆T = +12 K deu A = 26,8

nA e λsf = 6,7 nm. O bom ajuste da teoria aos dados representa outra confirmação da

origem LSSE da corrente de spin detectada na camada de Pt.

Inicialmente usamos os dados da Figura 33 para comparar os valores dos coeficien-

tes spin Seebeck de Py/Pt com o do sistema de referência YIG/Pt. Medidas semelhantes

às das Figuras 33 e 34 feitas em uma bicamada GGG/YIG(6 µm)/Pt(6 nm) como nas

referências [21, 46, 47] com ∆T = +6 K dá uma tensão de VSSE = 2,2 µV. Com a re-
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Figura 35 – (a) Corrente ANE versus diferença de temperatura medida em diferentes amostras,
com H = 0,5 kOe em duas direções de campo. (b) Corrente ANE em função da espessura da
camada de Py medida com ∆T = +12 K, a linha sólida é um ajuste com uma função linear. A
inserção mostra a resistência medida das camadas de Py e um ajuste com A/tPy. (c) Corrente
LSSE versus diferença de temperatura medida nas amostras com H = 0,5 kOe em duas direções
de campo. (d) Os śımbolos representam a variação com a espessura da camada de Py da corrente
de LSSE medida com ∆T = +12 K, enquanto a linha sólida é um ajuste com a equação 3.84.

sistência de 75,2 Ω da camada de Pt considerando o comprimento do módulo Peltier (4

mm), obtém-se uma corrente de spin ILSSE = 29,2 nA. Uma vez que a camada de Pt é

muito fina e as condutividades térmicas do YIG e do GGG são quase iguais, o gradiente

de temperatura em todo o filme de YIG é igual ao da estrutura GGG/YIG/Pt, ∇T =

∆T/d, onde d = 0,5 mm é a espessura da amostra. A partir da corrente LSSE medida

em YIG/Pt calculamos o coeficiente spin Seebeck com SY IG/Pt = ILSSE(d/∆T ), o que dá

SY IG/Pt = 0,24 nA cm/K. O cálculo do coeficiente LSSE para o Py exige que considere-

mos primeiro o efeito da camada NiO como explicado anteriormente. De medidas de spin

pumping em amostras com três diferentes espessuras da camada de NiO (tNiO) e do ajuste

com a expressão teórica da referência [115], a extrapolação para tNiO = 0 mostra que a
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corrente de spin na interface Py/NiO é 3,1 vezes a que atinge a camada de Pt. Assim,

a partir dos dados da Figura 35 (d), inferimos a corrente LSSE da bicamada Py/Pt

para ∆T = +6 K, ILSSE =3,1 × 26,8 = 83,1 nA. Como argumentado anteriormente, a

diferença de temperatura em todo o filme de Py está relacionada com a medida por

∆TPy ≈
(
tPyKSi

tSiKPy

)
∆T , (3.96)

de modo que,

SPy/Pt =
ILSSEtSi

∆T

(
KPy

KSi

)
, (3.97)

Usando os valores ∆T = +6 K, ILSSE = 83,1 nA, tSi = 0,4 mm, KSi = 148 W/(mK)

e KPy = 46,4 W/(mK), obtemos SY IG/Pt = 0,22 nA cm/K, que é bastante próximo do

valor para YIG/Pt. Agora, comparamos o coeficiente de spin Seebeck medido para a

amostra de Py/Pt com o valor calculado com o modelo de difusão de spin termoelétrico,

dado pela equação 3.97. Foi usado os seguintes parâmetros para o permalloy: λsf =

6,7 nm; energia de Fermi εF = 1,44 × 10−11 erg [123]; concentração de elétrons livres

ne = 2, 75× 1023 cm−3 [124]; energia de divisão de troca (exchange splitting energy) ∆(T

= 0) = 2,16 × 10−13 erg [125]. Consideramos uma banda de energia parabólica para que

a densidade de estados possa ser calculada com

N(εF ) =

(
1

2π

)2(
2m

~

)3/2√
εF , (3.98)

logo a partir da qual obtemos N(εF ) = 6,44 × 1033g3/2erg−5/2 s−3. Também consideramos

que a divisão de troca ∆(T ) é proporcional a magnetização M(T ) [50, 118]. Além disso,

de [118] escrevemos para M(T ),

M(T ) = M(0)(1− CMT 3/2). (3.99)

Usando o M(T ) medido em [126] obtemos ∂∆(T )/∂T = -8,13 × 10−17 erg/K. Con-

siderando para a platina [39]; λN = 3,7 nm; θSH = 0,05; tN = 6 nm, w = 0,015 cm e

usando para a condutância mista de spin g↑↓ef = (3±2)×1014cm−2, obtemos com a equação

3.91 o coeficiente spin Seebeck SFMM = 0,33 ± 0,23 nA cm/K. O valor medido experi-

mentalmente (SY IG/Pt = 0,22 nA cm/K) está dentro desse intervalo, demonstrando muito

bom acordo entre teoria e experimentos.

Fica claro que ressaltamos aqui a real possibilidade de se observar e medir o efeito

spin Seebeck na configuração longitudinal (LSSE) no material ferromagnético metálico

Ni81Fe19 (Py) separado do efeito Nernst anômalo (ANE). Ao usar amostras tricamadas de

Py/NiO/Pt sob um gradiente de temperatura perpendicular, pode-se gerar uma corrente
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de spin em Py que é transportada através da camada de NiO para a camada Pt onde

é convertida em uma corrente de carga pelo efeito Hall de spin inverso. O ISHE foi

detectado por um sinal de tensão na camada Pt enquanto o ANE foi medido pela tensão

induzida na camada de Py. O uso da camada antiferromagnética isolante de NiO fornece

isolamento elétrico entre as camadas de Py e Pt enquanto mantém o contato da corrente

de spin possibilitando a separação dos dois efeitos. O coeficiente spin Seebeck medido

para o Py tem um valor semelhante ao do YIG, com mesmo sinal e está de acordo com o

valor calculado com um modelo de difusão para acumulação de spin termoelétrica.

3.6 Medidas do efeito spin Seebeck gerado pelo antiferromagneto NiO à tem-
peratura ambiente

O recente surgimento da spintrônica antiferromagnética renovou o interesse em ma-

teriais antiferromagnéticos (AF) [127-137]. Esses materiais desempenham um papel es-

sencial no dispositivo spintrônico mais importante, nomeadamente as cabeças de leitura

de válvulas de spin empregadas em unidade de discos ŕıgidos [138]. No entanto, eles só

têm o papel passivo de fixar a magnetização de uma camada magnética de referência por

meio do exchange bias interfacial [101, 103]. As recentes descobertas do efeito spin Hall

em AFs metálicos [26, 27, 139, 140], dos efeitos spin Seebeck e do spin Nernst [43, 98,

141-143], e o transporte de spin [108-112, 139, 145] em vários AFs contribúıram para

chamar a atenção para esta classe de materiais. Além disso, percebeu-se que as propri-

edades únicas dos materiais AF podem ser explorados em dispositivos spintrônicos com

novas funcionalidades, como em elementos de armazenamento magnético que são muito

robustos contra perturbações do campo magnético [136, 146, 147] e com dinâmicas muito

mais rápidas do que em materiais ferromagnéticos [148].

O NiO é considerado um material protótipo antiferromagnético isolante à tempera-

tura ambiente por causa de sua estrutura simples e interações dos spins. Sua estrutura

magnética e interações dos spins foram reveladas várias décadas atrás [149, 150]. Na

fase paramagnética, o NiO possui a estrutura cúbica de face centrada similar ao cloreto

de sódio. Abaixo da temperatura de Néel TN ≈ 523 K, os spins Ni2+ são ordenados

de forma ferromagnética em planos {111}, situados ao longo dos eixos < 112̄ >, com

planos adjacentes magnetizados de forma oposta devido a uma interação AF de super-

troca. Este material tem sido amplamente utilizado em investigações experimentais de

muitos fenômenos, como interação de troca [101, 103, 138, 151, 152], espalhamento de luz

inelástica [104, 153, 154] e resposta magnética com frequência de THz [155-157]. Mais re-

centemente, mostrou-se que uma camada fina de NiO em um dispositivo spintrônico pode

ser usado para transportar a corrente de spin entre duas camadas enquanto bloqueia a



3. Caloritrônica de spin . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 126

corrente de carga [108-112, 145], como discutido na seção 3.5. Além disso, o NiO pode

ser usado para gerar radiação com frequência de THz em nano-osciladores de torque de

spin [158]. Considerando a longa atenção dada ao NiO, seria de se esperar que todas as

suas propriedades básicas tenham sido estudadas com algum detalhe. No entanto, recen-

temente Fernando Machado e colaboradores [159] mostraram que isso não se aplica a uma

das caracteŕısticas fundamentais dos antiferromagnéticos, a transição spin-flop.

Como é bem conhecido, quando um campo magnético é aplicado ao longo da direção

dos spins em um AF de duas redes, à medida que o campo aumenta e excede um valor

cŕıtico HSF , os spins de ambas as sub-redes rodam repentinamente e alinham-se quase

perpendicularmente ao campo em um estado inclinado, spin-flop (SF) [160-162]. Esta é

uma transição de primeira ordem que foi estudada em detalhes em materiais AF com eixo

fácil de anisotropia, como os fluoretos isolantes MnF2 e FeF2 que cristalizam na estrutura

tetragonal, com os spins da sub-rede ao longo do eixo [001]. Suas interações magnéticas

são dominadas pela interação de troca entre vizinhos mais próximos, possuindo campos

de troca efetivos na mesma ordem de grandeza, HEx = 515 e 540 kOe, respectivamente,

para MnF2 e FeF2 e, consequentemente, temperaturas de Néel similares TN ≈ 67 e 78 K

[162]. No entanto, suas anisotropias magnéticas diferem em várias ordens de grandeza.

Em MnF2, a anisotropia é devida a interações dipolares e é relativamente fraca,

com campo de anisotropia efetivo HA ≈ 10 kOe [163], enquanto que em FeF2 surge de

interações de campo cristalino e spin órbita e é representado por HA = 190 kOe [164, 165].

Com um campo magnético H aplicado ao longo do eixo fácil, para HA << HEx e baixas

temperaturas, as frequências dos dois modos do mágnon em k ≈ 0, ou a ressonância

antiferromagnética (AFMR), são dadas por ω0 ≈ γ
√

2HExHA ± γH, onde γ é o fator

giromagnético. Assim, à medida que o campo aumenta, a frequência do modo mais

baixo muda para zero e torna-se instável quando o campo excede o valor cŕıtico HSF ≈
√

2HExHA, caracterizando o limite de estabilidade da fase AF e o ińıcio da transição spin

flop. Em MnF2, a frequência AFMR medida pela absorção do infravermelho distante no

campo zero é 216 GHz [166], e o campo SF medido é HSF ≈ 93 kOe [141, 167], consistente

com o valor γ = 2,8 GHz/kOe.

No FeF2, a frequência AFMR é de 1,58 THz [164, 168] e a transição spin-flop ocorre

em HSF ≈ 500 kOe, correspondendo a γ = 3,16 GHz/kOe [169]. O NiO é caracterizado

por duas anisotropias distintas, uma negativa (dura) ao longo dos eixos < 111 > que

força os spins a estarem em planos {111} e uma positiva no plano (fácil) ao longo dos

eixos < 112̄ >. Assim, seria de se esperar que quando um campo magnético é aplicado no

plano fácil ao longo do eixo fácil, haveria uma transição spin-flop em um campo HSF ≈
√

2HExHAz, onde HAz é o campo de anisotropia no plano. No entanto, Fernando Machado
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e colaboradores [159] mostraram que para o NiO há uma discrepância considerável nos

valores estimados para o campo de spin-flop e também nos escassos dados experimentais.

Com base nos parâmetros obtidos a partir dos dados da referência [150], o campo

de spin-flop à temperatura ambiente é estimado em 90 kOe na referência [152] e 85 kOe

na referência [153]. Medidas por técnicas ópticas [170] e torque magnético [171] levaram a

valores de campo cŕıtico em temperatura ambiente de 15,4 e 16 kOe, respectivamente. Por

outro lado, com os valores HEx = 9684 kOe e HAz = 0,11 kOe obtidos a partir do ajuste

dos cálculos para as frequências de mágnons [115], Fernando Machado e colaboradores

[159] encontraram HSF = 46,2 kOe, o que é bastante diferente de todos os números

anteriores. Percebe-se que as dificuldades na determinação do campo spin-flop no NiO

decorrem principalmente do fato de que em cristais bulk, há domı́nios AF com spins em

12 direções diferentes [170-172] e a transição é bastante senśıvel ao ângulo entre o campo

aplicado e os spins [167]. Assim, uma vez que é inevitável ter muitos domı́nios em uma

amostra, mesmo que o campo seja aplicado ao longo do eixo fácil de um domı́nio espećıfico,

sua resposta à excitação compete com a dos outros domı́nios. É claro que a dificuldade

persiste com filmes finos, com uma orientação de eixo fácil AF.

Um importante e recente desenvolvimento da caloritrônica de spin antiferromagnética

foi a observação experimental do SSE nos antiferromagnéticos Cr2O3 e MnF2 em bicama-

das com Pt que foi usado como o detector de corrente de spin [98, 141]. Os experimentos

das referências [98] e [141] foram realizados a baixas temperaturas, uma vez que ambos

os materiais possuem anisotropia uniaxial, eles exigem a aplicação de campos magnéticos

altos para separar as energias dos dois modos de mágnons para permitir o efeito spin

Seebeck.

Em um material antiferromagnético isolante de duas sub-redes, as correntes de spin

carregadas pelos dois modos de mágnons têm direções opostas [43, 142]. Em antiferro-

magnéticos uniaxiais, como Cr2O3, MnF2 e FeF2, na ausência de um campo magnético

aplicado, os dois modos são degenerados, de modo que seus números de ocupação são os

mesmos e a corrente de spin do SSE desaparece [142]. O NiO possui a estrutura cúbica de

face centrada como ilustrado na Figura 36 (a), exibindo dois eixos de anisotropia, um

dif́ıcil ao longo de < 111 > e um fácil ao longo de < 112̄ > [149]. Abaixo da temperatura

de Neél (TN ≈ 523 K) os spins de Ni2+ são ordenados de forma ferromagnética em planos

{111}, situados ao longo dos eixos < 112̄ >, com planos adjacentes magnetizados de forma

oposta devido a uma interação antiferromagnética de supertroca, como comentado antes.

Devido aos dois eixos de anisotropia do NiO, as relações de dispersão de mágnons não

são degeneradas no campo zero, como ilustrado na Figura 36 (b) [115, 159]. Isso dá ao

NiO a propriedade única de transportar correntes de spin enquanto bloqueia as correntes
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Figura 36 – (a) Ilustração da célula unitária do NiO. Os pequenos ćırculos amarelos repre-
sentam ı́ons O−2 e os grandes ćırculos azuis e vermelhos representam os ı́ons Ni+2 com spins
opostos. (b) Relações de dispersão de Mágnon em NiO antiferromagnético a T = 300 K perto
do centro da zona de Brillouin, mostrando a separação das frequências dos modos, α (curva
azul superior) e β (curva vermelha inferior). (c) Padrão de difração de raios-X da amostra
Si/Py/NiO(200 nm). (d) Laços de histerese no MOKE da camada de Py em NiO (200 nm)/Py
(4 nm) medido com ângulo de campo φ = 0. A inserção mostra o campo de exchange bias
medido em função do ângulo φ. A linha sólida é um ajuste com Acos φ.

de carga em intensidade de campo magnético arbitrária [108-112, 115, 145, 173, 174].

Obtivemos resultados de medidas experimentais de spin Seebeck à temperatura ambiente

e campos magnéticos baixos em camadas bem texturizadas de NiO antiferromagnético

[23]. A detecção da corrente de spin gerada pelo gradiente térmico na camada de NiO é

feita por meio do ISHE nos metais não magnéticos Pt e Ta, no metal antiferromagnético

IrMn e no metal ferromagnético permalloy. O efeito spin Seebeck estudado aqui está na

configuração longitudinal.

A estrutura das amostras usadas para medir o efeito spin Seebeck no NiO é mostrada

esquematicamente na Figura 37 (a). Várias amostras foram fabricadas por deposição

usando pulverização catódica de rf ou DC em substratos comerciais de Si (0,4 mm) com
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dimensões laterais de 9 mm × 3 mm que devido à oxidação, possuem uma camada de SiO2

com uma espessura de cerca de 300 nm. Inicialmente, uma camada de permalloy (Py) de

3 nm de espessura foi depositada por pulverização catódica DC a temperatura ambiente

em toda a área de cada substrato. A camada de Py(3 nm) serve para crescer o NiO

antiferromagnético. Em seguida, as camadas de NiO com uma espessura de 200 nm ou 300

nm foram depositadas por pulverização catódica de rf nas camadas de Py magnetizadas

por um campo magnético de 200 Oe aplicado no plano do filme e transversal à dimensão

longa do filme (direção z do sistema de coordenadas da Figura 37 (a)), para produzir

camadas de NiO bem texturizadas com arranjo antiferromagnético macroscópico.

A Figura 37 (c) mostra o padrão de difração de raio-X de um filme de NiO de

200 nm em Py, indicando que as camadas são policristalinas, mas têm uma orientação

preferencial no plano (111). A Figura 37 (d) mostra uma medida de magnetometria

por efeito Kerr magneto-óptico (MOKE) na amostra de Py/NiO/Py que exibe o laço

de histerese da camada externa de Py deslocada no eixo do campo, caracterizando o

exchange bias e consequentemente o arranjo antiferromagnético da camada de NiO [101,

103, 175]. As duas medidas indicam que as camadas de NiO estão bem texturizadas.

Finalmente, os eletrodos de Ag com 5 mm de distância entre eles foram anexados às

extremidades da camada metálica Figura 37 (a), para medir as tensões diretamente

com um nanovolt́ımetro. Um módulo Peltier comercial de largura de 4 mm foi utilizado

para aquecer ou resfriar o lado da camada metálica, enquanto o substrato foi mantido

em contato térmico com um bloco de cobre à temperatura ambiente. A diferença de

temperatura ∆T em toda a amostra é medida com um termopar diferencial.

Conforme mostrado na referência [142], a aplicação de um gradiente de temperatura

∇T em uma camada isolante antiferromagnética (AFI) gera uma corrente de spin trans-

portada pelos dois modos de mágnons com densidade dada por JS = −CS∇T , onde CS é o

coeficiente que depende dos parâmetros do material, temperatura e intensidade de campo

aplicado. Observa-se que a teoria da referência [142] foi desenvolvida para AFI uniaxi-

ais, mas pode ser estendida para o NiO usando a corrente de spin de mágnons apropriada

[142]. No AFI uniaxial, o coeficiente desaparece para campo zero, devido ao cancelamento

das contribuições dos modos degenerados, enquanto em AFI biaxial tal como o NiO, é

finito. Aqui, não consideramos o fator que representa o efeito da espessura finita da ca-

mada AFI [46, 47] porque a camada de NiO em nossas amostras é muito mais espessa

que o comprimento de difusão de mágnons [142]. A Figura 37 mostra as medidas de

tensão feitas na amostra Py(3 nm)/NiO (200 nm)/Pt(4 nm) que demonstram a existência

do efeito spin Seebeck no NiO. A Figura 37 (b) mostra a tensão em relação ao campo

magnético medido na camada de Pt, para vários valores da diferença de temperatura ∆T .
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Figura 37 – (a) Ilustração esquemática da estrutura da amostra usada para medir as tensões
geradas em NiO (200 nm)/Pt (4 nm) pelo efeito Seebeck de spin. (b) Variação com o campo
magnético da tensão SSE medida na camada Pt com quatro valores da diferença de temperatura
∆T indicada. O ∆T positivo corresponde aquecer a camada Pt mais do que o substrato. (c)
Tensão de SSE versus diferença de temperatura medida com H = 0,75 kOe em duas direções
de campo. (d) Variação da tensão SSE com o ângulo do campo magnético φ medida com H =
0,75 kOe e ∆T = + 12 K. A curva sólida é um ajuste com Acosφ.

Essa tensão é produzida pela corrente de carga resultante da conversão ISHE da corrente

de spin gerada pelo gradiente térmico na camada de NiO que flui através da interface

NiO/Pt.

Como já foi bem discutido nas seções anteriores, a densidade de corrente de spin ~JS

na camada Pt produz uma corrente de carga com densidade dada pela expressão 3.88. A

inversão do campo em H = 0 muda o sinal de σ̂ e, portanto, o sinal da tensão. A Figura

37 (c) mostra a tensão LSSE em função da diferença de temperatura ∆T medida com

um campo de H = 0,75 kOe em duas direções opostas. Como esperado da equação para

o LSSE, a tensão varia linearmente com a temperatura e altera o sinal com a inversão do

campo. Os śımbolos na Figura 37 (d) representam a tensão LSSE medida com H = 0,75

kOe e ∆T = +12 K em função do ângulo do campo no plano, enquanto a linha cont́ınua é
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um ajuste com a função Acosφ que é a dependência esperada do produto vetorial ~JS × σ̂.

Em relação ao sinal da corrente de spin produzida pelo LSSE na camada NiO, observamos

que, para o campo na direção +z, um gradiente de temperatura positivo na direção +y

cria uma corrente de carga na direção -x (tensão negativa). Uma vez que o ângulo Hall

de spin da platina é positivo, a corrente de spin está na direção -y, o que é o mesmo

observado na granada de ı́trio e ferro/platina [21, 86].

Outra confirmação da geração de uma corrente de spin por um gradiente térmico

em NiO é fornecida usando Ta como a camada metálica em vez de Pt, pois é conhecido

que esse material tem um ângulo Hall de spin negativo [39, 72]. As Figuras 38 (a) e (b)

mostram as medidas de tensão feitas na bicamada Py(3 nm)/NiO(200 nm)/Ta(4 nm). A

tensão em função da intensidade do campo ou do ângulo do campo são semelhantes às

medidas em Pt, como mostradas nas Figuras 37 (b) e (d), porém eles possuem sinais

opostos. Uma vez que o Ta tem um ângulo Hall de spin negativo, isso é consistente com

a conversão ISHE de uma corrente de spin produzida pelo gradiente térmico na camada

de NiO. Nós também usamos o IrMn, um metal antiferromagnético que possui um ângulo

Hall de spin positivo com magnitude comparável à da Pt [26] para detectar as correntes

de spin geradas pelo LSSE. As Figuras 38 (c) e (d) mostram medidas de tensão na

amostra Py(3 nm)/NiO(200 nm)/IrMn(15 nm). A variação da tensão LSSE (VLSSE) com

o campo para vários ∆T e a dependência linear de VLSSE em ∆T para o campo fixo são

semelhantes às medidas em Py/NiO/Pt, fornecendo outra confirmação da natureza LSSE

da corrente de spin detectada pela camada metálica.

O último material usado para detectar a corrente de spin gerada termicamente em

NiO é o permalloy, metal ferromagnético que possui um ângulo Hall de spin positivo e

magnitude comparável ao da Pt [24]. A Figura 39 mostra as medidas de tensão na

amostra Py(3 nm)/NiO(200 nm)/Py(4 nm) com a variação da intensidade do campo,

diferença de temperatura e ângulo do campo, como nas amostras descritas anteriormente.

Na variação da tensão em função do campo em comparação com as outras amostras,

percebe-se que aqui há um deslocamento do ciclo de histerese e aumento da coercividade

devido ao efeito de exchange bias do NiO em Py, claramente visto nas Figuras 39 (a) e

(b). A dependência linear da tensão em função de ∆T para o campo fixo, mostrada na

Figura 39 (c), e a dependência angular na Figura 39 (d) são semelhantes às medidas

nas outras amostras. No entanto, a tensão medida em Py é produzida não só pelo efeito

spin Seebeck em NiO. Como é bem conhecido, um gradiente de temperatura aplicado

perpendicularmente a um filme ferromagnético metálico cria no plano um campo elétrico

pelo efeito Nernst anômalo clássico (ANE), ~EANE = −αN σ̂×∇T , onde αN é o coeficiente

Nernst anômalo [8, 24, 100, 176]. Isso produz uma tensão que se acrescenta a uma devido
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Figura 38 – (a) Variação com o campo magnético da tensão LSSE medida na bicamada NiO
(200 nm)/Ta (4 nm) com quatro valores da diferença de temperatura ∆T indicada. O ∆T
positivo corresponde aquecer a camada Ta mais do que o substrato. (b) Variação da tensão
LSSE com o ângulo do campo magnético φ medida com H = 0,75 kOe e ∆T = + 12 K. A curva
sólida é um ajuste com Acosφ. (c) Dependência de campo da tensão LSSE medida na amostra
NiO (200 nm)/IrMn (15 nm) com quatro valores da diferença de temperatura ∆T indicada. (d)
Tensão de LSSE versus diferença de temperatura medida com H = 0,75 kOe em duas direções
de campo.

ao LSSE em NiO, o que explica a maior tensão em Py em comparação com as de Pt, Ta e

IrMn. Para separar as contribuições dos dois efeitos, medimos as tensões ANE em filmes

simples de Py com várias espessuras depositadas sobre um substrato de Si. A tensão

medida em um filme de Py de 4 nm com as mesmas dimensões laterais que aquela usada

aqui, para um campo H = 0,75 kOe e ∆T = +12 K, é VANE = 2,55 µV. Subtraindo

este valor de VANE = 5,02 µV obtido da Figura 39 para ∆T = +12 K, obtemos uma

contribuição de VLSSE = 2,47 µV para o LSSE em NiO/Py, o que é consistente com os

valores medidos com as outras camadas metálicas.

Finalmente, quantificamos o LSSE em NiO adjacente a uma camada metálica (me-

tallic layer - ML), escolhendo os dados em NiO/Pt porque Pt é um material de referência
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Figura 39 – (a) Variação com o campo magnético da tensão medida na amostra de NiO (200
nm)/Py (4 nm) com quatro valores da diferença de temperatura ∆T indicada. (b) Igual em (a)
com zoom no eixo do campo, próximo de H = 0. (c) Tensão versus diferença de temperatura
medida com H = 0,75 kOe em duas direções de campo. (d) Tensão em função do ângulo φ
medida com H = 0,75 kOe e ∆T = +12 K.

para estudos de LSSE. O coeficiente de spin Seebeck é frequentemente definido com re-

ferência à tensão medida na camada metálica. Uma desvantagem desta definição como

relatado anteriormente, é que a tensão varia com a resistência, de modo que duas amos-

tras feitas com o mesmo material, mas com diferentes espessuras da camada metálica,

têm diferentes coeficientes de tensão spin Seebeck. Neste caso, definimos o coeficiente

spin Seebeck longitudinal como SAFI = ILSSE/|∇T |, onde ILSSE = VLSSE/RML é a cor-

rente de carga na camada metálica produzida pelo gradiente de temperatura ∇T . Sendo

que RML é a resistência da camada metálica.

Com uma diferença de temperatura ∆T através da amostra Si/NiO/Pt, a diferença

de temperatura através da camada de NiO (espessura tNiO) é ∆TNiO ≈ (tNiOKSi/tSiKNiO)∆T ,

onde KNiO e KSi são as condutividades térmicas do NiO e do Si, de modo que o coeficiente

spin Seebeck longitudinal pode ser calculado por SAFI = VLSSEtSiKNiO/(RPtKSi∆T ).
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Usando o valor VLSSE = 0,61 µV da Figura 37 para ∆T = +12 K, RPt = 113 Ω, tSi =

0,4 mm, KSi = 148 W/(mK) [122] e KNiO = 46 W/(mK) [177], obtemos para o NiO/Pt(4

nm) um coeficiente spin Seebeck longitudinal de SAFI = 5,6 pA cm/K, que é menor do

que o valor medido por [21] em YIG/Pt por um fator 35.

Podemos observar duas caracteŕısticas sobre o papel da estrutura de Py. Como

mencionado anteriormente, é sabido que a camada de 3 nm de Py magnetizado depositado

inicialmente é essencial para se obter um filme de NiO bem texturizado com arranjo

antiferromagnético macroscópico. Para provar isso, fizemos amostras com filmes de NiO

(200 nm) fabricados por deposição usando pulverização catódica de rf diretamente sobre

um substrato de Si. Em amostras de Si/NiO/Py sob um gradiente de temperatura,

medimos as tensões ANE na camada de Py e não observamos exchange bias no laço de

histerese. A ausência de um campo de exchange bias também foi confirmada por medidas

de magnetização por MOKE, demonstrando que o filme de NiO fabricado sem a camada

de Py depositada inicialmente não possui um arranjo antiferromagnético macroscópico.

A outra caracteŕıstica envolve a origem das tensões medidas na amostra de Py/NiO/Pt

sob um gradiente de temperatura, mostrado na Figura 37, uma vez que podemos ques-

tionar se a corrente de spin detectada na camada de Pt pode surgir do LSSE na sub-

camada de Py [22] e ser transportada pelo filme de NiO. Acontece que, como mostrado

na referência [115], a corrente de spin transportada através da camada de NiO cai ex-

ponencialmente com o aumento da espessura com um comprimento caracteŕıstico dado

pelo comprimento de difusão de spin, que é cerca de 7 nm em NiO. Portanto, em uma

camada de NiO de 200 nm de espessura, a corrente de spin gerada pela subcamada de Py

atingindo a camada de Pt diminui por um fator exp(-200/7) e, portanto, é completamente

despreźıvel, de modo que a corrente de spin detectada na camada de Pt é de fato, gerada

pelo LSSE na camada NiO.

Observamos também que é conhecido que o NiO possui uma estrutura de domı́nios

antiferromagnéticos complexa que envolve múltiplos domı́nios T e S [172]. Pode-se esperar

que em uma bicamada feita com um cristal de NiO, a tensão LSSE ĺıquida gerada nos

domı́nios orientados aleatoriamente cancelaria em pequenos campos. Na verdade, não

conseguimos observar o LSSE em uma amostra de NiO(1 mm)/Pt(4 nm) feita com uma

barra comercial de um cristal de NiO (111). Isso mostra que o arranjo antiferromagnético

macroscópico dos filmes de NiO bem texturizados fabricados sobre uma camada de Py

magnetizada é essencial para a existência do LSSE.

Notamos que um gradiente térmico aplicado perpendicularmente a um filme bem

texturizado de NiO à temperatura ambiente gera uma corrente de spin que pode ser

detectada por uma camada metálica adjacente, caracterizando o efeito spin Seebeck na
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configuração longitudinal. A detecção da corrente de spin térmica feita por meio do

ISHE nos metais não magnéticos Pt e Ta, no metal antiferromagnético IrMn, e no metal

ferromagnético permalloy mostra resultados consistentes. O efeito spin Seebeck medido

em NiO/Pt tem o mesmo sinal e é uma ordem de magnitude menor do que em YIG/Pt.
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4 ONDAS DE SPIN EM ISOLANTES MAGNÉTICOS

Os estados excitados de baixa energia de sistemas de spin acoplados por interações

de troca são excitações coletivas, como ondas, tal como proposto por Bloch para ma-

teriais ferromagnéticos. As ondas correspondem aos spins precessionando em torno da

direção de equiĺıbrio com fase que varia no espaço. A energia de uma onda de spin é

quantizada e o quantum da onda é denominado de mágnon. Uma onda de spin pode

apresentar o modo uniforme, como o modo de ressonância ferromagnética apresentado no

Caṕıtulo 2. Ondas de spin são estudadas para todos os tipos de arranjos de spins ordena-

dos, incluindo ferromagnéticos, ferrimagnéticos, antiferromagnéticos e arranjos espirais.

Os fenômenos envolvendo as excitações coletivas de spins em materiais magnéticos, são

cada vez mais promissoras em aplicações de dispositivos para processamento de sinais

na faixa de frequência de micro-ondas. Este fato, juntamente como os desenvolvimentos

cont́ınuos em estruturas magnéticas h́ıbridas e observações de novos efeitos f́ısicos, tor-

naram a spintrônica de mágnons, também chamada magnônica, um campo de pesquisa

muito ativo. Iniciaremos este caṕıtulo fazendo uma revisão das teorias semi-clássicas para

ondas magnetostáticas e magnetoelásticas. Depois apresentaremos uma teoria quântica

proposta para descrever o comportamento das ondas de spin em um campo magnético

não uniforme. Na parte final deste caṕıtulo apresentaremos medidas que demonstram a

conversão de ondas de spin em ondas elásticas, cujos fônons tem spin.

4.1 Teoria semi-clássica para ondas magnetostáticas em um meio ferromagnético

Os modos de ressonância em amostras ferromagnéticas de tamanho finito, não se res-

tringem ao modo uniforme estudado no caṕıtulo 2. Isto porque, devido à interação entre

spins vizinhos, as excitações magnéticas se comportam como ondas que devem satisfazer

as condições de contorno nas superf́ıcies da amostra. Para ondas com comprimento de

onda comparável com as dimensões de amostras milimétricas, a energia de troca é pequena

e a interação entre os spins é dominada pela interação dipolar. Como o campo magnético

dipolar satisfaz às equações da magnetostática, ondas de spin nessas condições são cha-

madas de magnetostáticas. Os modos magnetostáticos foram estudados para diferentes

geometrias, para esferas [1] e para esferóides com campo magnético estático aplicado ao

longo do eixo de revolução [2]. Em outras palavras, quando o comprimento de onda é

grande, ou o vetor de onda é pequeno, um pequeno desvio entre spins vizinhos faz com
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que a energia de troca seja praticamente a mesma dos spins paralelos. Nesse caso, a

variação da energia é devida à interação magnética dipolar, cujo campo envolvido obe-

dece às equações da magnetostática. Por esta razão, as ondas de spin com vetor de onda

pequeno são chamadas de magnetostáticas.

Em trabalho pioneiro Walker [2] analisou uma sequência de modos magnetostáticos,

dáı veio o nome de “modos de Walker”. É de interesse determinar soluções similares para

outras geometrias, como por exemplo, os modos magnetostáticos de uma placa ferro-

magnética. A teoria de excitação de modos magnetostáticos para filmes ferromagnéticos

foi originalmente desenvolvida por Damon e Eshbach [3]. Neste caso, modos caracteŕısticos

de uma placa fina (espessura ≥ 100 nm) magnetizada no seu plano são obtidos no limite

magnetostático. Verificou-se que o espectro de modos magnetostáticos é determinado pe-

los mesmos limites de frequência como para o esferóide. Na placa, no entanto, em certas

condições a configuração de modo muda claramente a partir de uma distribuição de vo-

lume para uma onda de superf́ıcie, assim como a frequência aumenta acima da região que

a onda de spin extrapola.

Como mostraram Damon e Eshbach [3], as funções caracteŕısticas são ondas propa-

gantes que viajam ao longo da placa na direção transversal ao campo magnético aplicado.

Eles obtiveram ainda a distribuição de modos no espaço de vetor de onda para ambos

os modos: volume e superf́ıcie. A variação da densidade de modos mostra que os modos

de volume conectam-se sem problemas com o espectro de onda de spin de um meio de

extensão infinita. Os modos de superf́ıcie também existem mesmo em comprimentos de

onda muito pequenos, mas tornam-se estatisticamente menos importantes quando o com-

primento de onda diminui. Apresentaremos a seguir os modos magnetostáticos de uma

placa ferromagnética baseando-se na descrição de Damon e Eshbach [3].

4.1.1 Formalismo de Damon-Eshbach

Para estudar este formalismo considera-se três fatores: as equações de Maxwell

aplicáveis ao problema, as devidas condições de contorno e a equação de Landau-Lifshitz.

Partindo das equações de Maxwell escreve-se,

∇× ~E = −∂
~B

∂t
, ∇× ~H =

∂ ~D

∂t
+ ~J, (4.1)

∇ · ~D = ρq, ∇ · ~B = 0. (4.2)

onde ρq e ~J são as densidades de correntes de carga e elétrica, respectivamente. Mas, no

limite magnetostático, ∂t ~E = ∂t ~D = 0 e como não temos cargas ou correntes, ρq = ~J = 0.
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Assim, as equações de Maxwell para ~B e ~H ficam:

∇ · ~B = 0, (4.3)

∇× ~H = 0. (4.4)

Agora considera-se as condições de contorno para um sistema ferromagnético:

• Normais

n̂ · ( ~D2 − ~D1) = σ, (4.5)

n̂ · ( ~B2 − ~B1) = 0. (4.6)

• Tangenciais

n̂× ( ~E2 − ~E1) = 0, (4.7)

n̂× ( ~H2 − ~H1) = ~K. (4.8)

Mas, neste caso, como não temos cargas ou correntes livres, σ = ~K = 0. Com isso,

a equação 4.6 se resume a:

B⊥2 = B⊥1 , (4.9)

ou seja, a componente normal de ~B deve ser cont́ınua na superf́ıcie. Tem-se também da

equação 4.8,

H
//
2 = H

//
1 , (4.10)

isto é, a componente tangencial de ~H deve ser também cont́ınua na superf́ıcie. Agora

considera-se um campo magnético estático aplicado na direção ẑ do filme (Hẑ) e um

campo magnético devido a rf que está na direção de ~m. Os campos estão perpendiculares

entre si como mostra a Figura 40. Com isso, o campo magnético total pode ser escrito

como,

~Htot = Hẑ + ~htote
iωt, (4.11)

onde ~htot representa os campos produzidos pela rf. Com isso, pode-se escrever a magne-

tização da seguinte forma,

~Mtot = MS ẑ + ~meiωt, (4.12)

onde, MS é a magnetização de saturação e ~m é a parte da magnetização devido a rf,

onde |~m| �MS. Além disso, ~m está restringida ao plano x-y, de modo que, | ~Mtot| = cte.

Lembrando que ~B = ~Htot + 4π ~Mtot e considerando o regime magnetostático (equações 4.3

e 4.4), tem-se:

∇ · ( ~Htot + 4π ~Mtot) = 0 −→ ∇ · (~hdip + 4π~m) = 0 (4.13)
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Figura 40 – (a) Ilustração do filme ferromagnético, indicando o sistema de coordenadas, a
direção do campo magnético aplicado. (b) Representação do comportamento da magnetização
do filme ferromagnético.

e

∇× ~hdip = 0. (4.14)

A equação 4.14 permite a introdução de um potencial magnético ψ, de modo que,

~hdip = ∇ψ. Com isso, reescreve-se a equação 4.13 como:

∇2ψ + 4π∇ · ~m = 0. (4.15)

Agora toma-se a equação de movimento da magnetização de Landau-Lifshitz, equação

2.7,
d ~Mtot

dt
= −γ( ~Mtot × ~Htot), (4.16)

onde γ é o fator giromagnético. Substituindo ~Mtot e ~Htot, escreve-se:

d

dt

∣∣∣∣∣∣∣∣
mxe

iωtx̂

mye
iωtŷ

Mz ẑ

∣∣∣∣∣∣∣∣ = −γ

∣∣∣∣∣∣∣∣
x̂ ŷ ẑ

mxe
iωt mye

iωt MS

hxe
iωt hye

iωt HS

∣∣∣∣∣∣∣∣ , (4.17)
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de onde se obtém, 
iωmx = −γ(Hmy −MShy)

iωmy = −γ(MShx −Hmx)

mxhy = myhx

(4.18)

ou melhor,

4πmx =

(
4πγ2MSH

γ2H2 − ω2

)
hx + i

(
4πγMSω

γ2H2 − ω2

)
hy, (4.19)

4πmy = −i
(

4πγMSω

γ2H2 − ω2

)
hx +

(
4πγ2MSH

γ2H2 − ω2

)
hy. (4.20)

É posśıvel reescrever as equações 4.19 e 4.20 em forma de matriz, de modo que

escreve-se: (
4πmx

4πmy

)
=

∣∣∣∣∣ κ iν

−iν κ

∣∣∣∣∣ ·
(
hx

hy

)
, (4.21)

onde

κ =
ΩH

Ω2
H − Ω2

, ν =
Ω

Ω2
H − Ω2

, (4.22)

com

ΩH =
H

4πMS

, Ω =
ω

4πMSγ
. (4.23)

Mas, hx = ∂ψ/∂x e hy = ∂ψ/∂y de modo que é posśıvel reescrever 4.21 como:

4πmx = κ
∂ψ

∂x
+ iν

∂ψ

∂y
, (4.24)

4πmy = −iν ∂ψ
∂x

+ κ
∂ψ

∂y
. (4.25)

ou ainda,

4π
∂mx

∂x
= κ

∂2ψ

∂x2
+ iν

∂2ψ

∂x∂y
, (4.26)

4π
∂my

∂y
= −iν ∂

2ψ

∂y∂x
+ κ

∂2ψ

∂y2
. (4.27)

Das equações 4.26 e 4.27 encontra-se,

4π∇ · ~m = κ

(
∂2ψ

∂x2
+
∂2ψ

∂y2

)
. (4.28)

Substituindo a equação 4.15 na equação 4.28, encontra-se a seguinte equação que o po-

tencial dentro da amostra deve satisfazer:

(κ+ 1)

(
∂2ψ

∂x2
+
∂2ψ

∂y2

)
+
∂2ψ

∂z2
= 0. (4.29)

A equação 4.29 é conhecida como equação de Walker [2]. Fora da amostra o potencial
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deve satisfazer a equação de Laplace, onde ~M = 0 de modo que κ = 0:

∇2ψ = 0. (4.30)

Considerando a geometria da Figura 40, o fator desmagnetizante ao longo do eixo

z é nulo (Nz = 0). Tomando a condição de contorno 4.9 e a descrição feita na Figura

40, escreve-se,

B⊥|x=±t/2 = B⊥|x=±t/2. (4.31)

ou melhor,

(hx + 4πmx)|x=±t/2 = hx|x=±t/2. (4.32)

Usando hx = ∂ψ/∂x e a equação 4.24, reescreve-se 4.32 como,[
(1 + κ)

∂ψ

∂x
+ iν

∂ψ

∂y

]∣∣∣∣
x=±t/2

=

[
∂ψ

∂x

]∣∣∣∣
x=±t/2

. (4.33)

De forma semelhante, a continuidade da componente tangencial de ~Htot requer,

H//

∣∣
x=±t/2 = H//

∣∣
x=±t/2 −→

[
ψ

∂y

]∣∣∣∣
x=±t/2

=

[
ψ

∂y

]∣∣∣∣
x=±t/2

. (4.34)

com isso, obtém-se:

ψ|x=±t/2 = ψ|x=±t/2 + cte. (4.35)

onde a constante pode ser tomada como zero (cte = 0), logo:

ψ|x=±t/2 = ψ|x=±t/2. (4.36)

Para o tratamento adequado do problema toma-se o sistema de coordenadas retan-

gulares para encontrar o potencial. Assim, por separação de variáveis pode-se propor uma

solução do tipo:

ψ(x, y, z) = X(x)Y (y)Z(z). (4.37)

Substituindo a solução 4.37 nas equações 4.29 e 4.30 (equações de Walker e de

Laplace) encontra-se as seguintes soluções:

• Interior

ψ(x, y, z) = [asen(kxx) + bcos(kxx)] eikyycos(kzz)
para−→ |x| ≤ t/2. (4.38)

• Exterior

ψ(x, y, z) =

{
ce−kxxeikyycos(kzz)

para−→ x ≥ +t/2

dekxxeikyycos(kzz)
para−→ x ≤ −t/2

(4.39)
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onde a, b, c, e d são constantes. Além disso, os vetores de onda satisfazem as seguintes

relações: {
(1 + κ)[(kx)

2 + (ky)
2] + (kz)

2 = 0

(kx)
2 − (ky)

2 − (kz)
2 = 0

(4.40)

Usando a condição de contorno 4.36, obtém-se:

• Para x = +t/2

asen

(
kxt

2

)
+ bcos

(
kxt

2

)
= ce−(kxt)/2. (4.41)

• Para x = −t/2

−asen
(
kxt

2

)
+ bcos

(
kxt

2

)
= ce−(kxt)/2. (4.42)

Das equações 4.41 e 4.42 encontra-se:

a =
(c− d)

2

e−(kxt)/2

sen[(kxt)/2]
, (4.43)

e

b =
(c+ d)

2

e−(kxt)/2

cos[(kxt)/2]
. (4.44)

Substituindo as equações 4.43 e 4.44 nas equações 4.38 e 4.39, os potenciais ficam:

• Interior

ψ(x, y, z) =

[
(c− d)

2

sen(kxx)

sen[(kxt)/2]
+

(c+ d)

2

cos(kxx)

cos[(kxt)/2]

]
e−(kxt)/2eikyy

cos(kzz)
para−→ |x| ≤ t/2. (4.45)

• Exterior

ψ(x, y, z) =

{
ce−kxxeikyycos(kzz)

para−→ x ≥ +t/2

dekxxeikyycos(kzz)
para−→ x ≤ −t/2

(4.46)

Adotando a condição de contorno 4.33 nas equações 4.45 e 4.46 obtém-se

• Para x = +t/2

(1 + κ)kx

[(
c− d

2

)
cot

(
kxt

2

)
−
(
c+ d

2

)
tan

(
kxt

2

)]
+ cνky = −kxc (4.47)

• Para x = −t/2

(1 + κ)kx

[(
c− d

2

)
cot

(
kxt

2

)
+

(
c+ d

2

)
tan

(
kxt

2

)]
+ dνky = −kxd (4.48)
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Com as equações 4.47 e 4.48 é posśıvel obter as seguintes expressões:(
c− d
c+ d

)
=

−νky
[(1 + κ)kxcot[(kxt)/2] + kx]

(4.49)

e (
c− d
c+ d

)
=

[(1 + κ)kxtan[(kxt)/2]− kx]
νky

. (4.50)

Igualando as expressões 4.49 e 4.50 encontra-se a seguinte equação caracteŕıstica:

(kx)
2 − (1 + κ)2(kx)

2 − (νky)
2 + 2(1 + κ)k2

xcot(kxt) = 0. (4.51)

A equação 4.51 juntamente com as expressões 4.40 determinam o espectro dos modos

consistentes com as condições de contorno. As relações entre vetores de onda (expressões

4.40) podem ser redefinidas como:{
(1 + κ)[(kx)

2 + (ky)
2] + (kz)

2 = 0

(kx)
2 = (ky)

2 + (kz)
2 = k2

(4.52)

k

H

k


Figura 41 – Imagem ilustrativa da direção do vetor de onda ~k em relação ao campo magnético,
enfatizando o ângulo entre eles.

Usando a geometria da Figura 41, escreve-se: ky = ksenθk e kz = kcosθk. Além

disso, é posśıvel obter a seguinte relação:

kx = ±
√
−(1 + κsen2θk)

1 + κ
k = ±

√
−δk. (4.53)
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Então, usando kx = +
√
−δk, ky = ksenθk e kz = kcosθk, na equação 4.51 obtém-se:

2(1 + κ)
√
−δcot(kxt) + δ(1 + κ)2 − ν2sen2θk + 1 = 0. (4.54)

A expressão 4.54 é conhecida como equação de Damon-Eshbach. Essa equação

descreve os posśıveis modos em um filme homogêneo. Entre esses modos estão os modos

de superf́ıcie e de volume. Vamos analisar agora esses dois regimes de espectros de modos

separadamente. Primeiro para δ > 0 onde kx é imaginário, resultando em modos de

superf́ıcie. Segundo para δ < 0 onde todas as componentes do vetor de onda são reais,

correspondendo ao modo de volume.

4.1.1.1 Modos de superf́ıcie para propagação perpendicular ao campo

Para os modos de superf́ıcie no caso particular, θk = π/2, tem-se δ = 1 e kx =

(−1)1/2k = ±ik. Então, considerando kx = +ik a equação 2.54 é reescrita como:

2(1 + κ)coth(kt) + δ(1 + κ)2 − ν2 + 1 = 0. (4.55)

A solução para a equação 4.55 é obtida analiticamente e pode ser expressa da se-

guinte forma:

Ω2 = Ω2
H + ΩH +

1

2

[
1

1 + coth(kt)

]
, (4.56)

ou melhor,

ωDS(k) = ±
√
ω2
H + ωMωH +

ω2
M

4
(1− e−2tk). (4.57)

onde ωH = γH, ωM = γ4πMS e ωDS(k) é a frequência dos modos de superf́ıcie puros.

4.1.1.2 Modos de volume para propagação na direção do campo

Para o modo de volume no caso particular de θk = 0, a equação 2.54 fica:

2(1 + κ)cot(kxt) + δ(1 + κ)2 + 1 = 0. (4.58)

Neste caso, δ = 1/(1+κ). A equação 4.58 pode ser resolvida apenas numericamente.

Para ky = 0, onde a propagação da onda ocorre na direção de kz e tem-se, kx = +
√
−δkz =

+
√
−δk. Dito isso, reescreve a equação 4.58 como:

2coth

[
kt√
1 + κ

]
+

1√
1 + κ

+
√

1 + κ = 0. (4.59)
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Usando 4.22 reescreve-se 4.59 como:

Ω2
H + 4ΩH(Ω2

H − Ω2)

[
1

2
− coth

(
kt√
1 + κ

)]
+ 4(Ω2

H − Ω2)

[
1− coth

(
kt√
1 + κ

)]
= 0.

(4.60)

4.2 Teoria semi-clássica para ondas magnetoelásticas em um meio ferro-
magnético

Os primeiros estudos da interação entre mágnons e fônons datam da década de 50. A

discussão de como essas duas part́ıculas interagem sempre foi alvo de intensa investigação

[4-15]. Aqui será discutido o comportamento desse fenômeno para um cristal cúbico. A

abordagem será feita encima da interação magnetoelástica em um campo uniforme e em

um campo não uniforme.

4.2.1 Ondas magnetoelásticas em um campo magnético uniforme

Inicialmente se realizará uma derivação das equações acopladas de movimento de

ondas magnetoelásticas tratadas como campos clássicos seguindo a formulação de Kittel

[16]. A densidade da lagrangiana e a densidade hamiltoniana são definidas por = e <,

respectivamente. Logo, escreve-se:

= = =Ze + =ex + =m−e + =e, (4.61)

< = <Ze + <ex + <m−e + <e, (4.62)

onde os ı́ndices Ze, ex, m− e e e indicam os termos, respectivamente, Zeeman, exchange,

interação magnetoelástica e elástica. Esta abordagem será feita para ondas que se pro-

pagam com vetor de onda (~k) paralelo ao campo magnético estático ( ~H), de modo que

o campo dipolar pode ser negligenciado. O sistema de coordenadas cartesianas adotado

aqui têm seus eixos situados ao longo das direções cristalográficas [100].

4.2.1.1 Termo Zeeman

A densidade lagrangiana pode ser escrita para My �MS na forma

=Ze =

(
My

ωS

)
dMx

dt
− γ

(
M2

x +M2
y

) H

2ωS
, (4.63)

onde H é o campo estático ao longo da direção ẑ, ωS = γMS e MS é a magnetização de

saturação. Deve-se observar que a expressão Mz = [M2
S −M2

x −M2
y ]1/2 foi expandida, de

modo que,

Mz = MS

(
1−

M2
x +M2

y

2M2
S

+ ...

)
, (4.64)
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neste caso, preservou-se apenas os termos inferiores a segunda ordem [17] em Mx e My.

Quando se substitui a equação 4.63 nas equações de movimento de Lagrange para um

campo,
∂=
∂Yi
− d

dt

[
∂=

∂(∂Yi/∂t)

]
−
∑
j

∂

∂xj

[
∂=

∂(∂Yi/∂xj)

]
= 0, (4.65)

encontra-se as equações usuais de movimento de um sistema de spin. Fazendo Yi = Mx,

obtém-se
dMy

dt
= −γHMx, (4.66)

similarmente, tomando Yi = My, encontra-se:

dMx

dt
= γHMy. (4.67)

As equações 4.66 e 4.67 são as equações usuais de ressonância de um sistema de

spins. O Hamiltoniano é obtido usando a densidade de momento,

P =
∂=

∂(dMx/dt)
=

∂=Ze
∂(dMx/dt)

=
My

ωS
, (4.68)

logo, obtém-se

<Ze = P
dMx

dt
−=Ze =

(
ω0

2ωS

)(
ω2
SP

2 + Y 2
)
, (4.69)

onde ω0 = γH e define-se o deslocamento de campo Y por Y ≡Mx.

4.2.1.2 Termo de troca (exchange)

A densidade hamiltoniana de exchange pode ser escrita como [15, 17],

< =

(
A

M2
S

)[
ω2
S(∇P )2 + (∇Y )2

]
, (4.70)

desprezando os termos em Mx e My acima da segunda ordem. Se P e Y tiverem uma

dependência do tipo ei(ωt−kz), tem-se:

<ex = −
(
Ak2

M2
S

)(
ω2
SP

2 + Y 2
)
, (4.71)

onde agora P e Y são escritos como as amplitudes do momento e do deslocamento do

campo.

4.2.1.3 Termo da interação magnetoelástica

A interação entre a direção da magnetização e a tensão elástica (observada como

magnetostricção) é descrita pelo acoplamento magnetoelástico [18]. Em primeira ordem

nos componentes de deformação Sij e para a segunda ordem nos cossenos diretores, o
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acoplamento em um cristal cúbico é descrito pela densidade de energia magnetoelástica,

dada por:

Em−e = b1

(
α2
xSxx + α2

ySyy + α2
zSzz

)
+ 2b2 (αxαySxy + αyαzSyz + αzαxSzx). (4.72)

Se a magnetização de saturação está ao longo da direção ẑ, devemos manter uma

descrição linear apenas para os termos αyαzSyz e αzαxSzx em Mx e My. A densidade

hamiltoniana <m−e, associada a estes termos de interação é

<m−e =

(
2b2

MS

)
(ωSPSyz + Y Szx), (4.73)

onde as componentes de cisalhamento são definidas por

Syz ≡
1

2

(
∂Ry

∂z
+
∂Rz

∂y

)
, (4.74)

Szx ≡
1

2

(
∂Rz

∂x
+
∂Rx

∂z

)
. (4.75)

Aqui ~R é o vetor de deslocamento de um ponto no sólido definido como origem à

um ponto qualquer.

4.2.1.4 Termo de interação elástica

A densidade hamiltoniana <e associada a interação elástica para um cristal cúbico

com isotropia elástica é,

<e =
1

2ρ

(
∧2
x + ∧2

y + ∧2
z

)
+ µ

∑
i,j

S2
ij + β

(∑
i

Sii

)2

, (4.76)

onde

~∧ = ρ
d~R

dt
, (4.77)

é a densidade de momento conjunto com a coordenada ~R. Aqui µ e β são constantes

elásticas, ρ é a densidade média de massa.
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4.2.1.5 Hamiltoniano total

A densidade hamiltoniana total é encontrada ao combinar as equações 4.69, 4.71,

4.73 e 4.76,

< =

(
ω0

2ωS

)(
ω2
SP

2 + Y 2
)

+

(
A

M2
S

)[
ω2
S(∇P )2 + (∇Y )2

]
+

(
2b2

MS

)
(ωSPSyz + Y Szx)

1

2ρ

(
∧2
x + ∧2

y + ∧2
z

)
+ µ

∑
i,j

S2
ij + β

(∑
i

Sii

)2

. (4.78)

Para determinar as equações de movimento considera-se as seguinte relações para o

Hamiltoniano,
dY

dt
= −∂<

∂P
+
∑
ζ

∂

∂xζ

[
∂<

∂(∂P/∂xζ)

]
, (4.79)

dP

dt
=
∂<
∂Y
−
∑
ζ

∂

∂xζ

[
∂<

∂(∂Y/∂xζ)

]
, (4.80)

equações similares podem ser obtidas para os termos envolvendo d~∧/dt e d~R/dt. Intro-

duzindo a equação 4.78 nas equações de movimento para, dP/dt, dY/dt, d~∧/dt e d~R/dt,

obtém-se
dY

dt
= −

[(
ω0ωS +

2Aω2
S

M2
S

∇2

)
P +

2b2

MS

Szx

]
, (4.81)

dP

dt
=

[(
ω0

ωS
+

2A

M2
S

∇2

)
Y +

2b2ωS
MS

Syz

]
, (4.82)

d∧x
dt

= µ∇2Rx + (µ+ 2β)
∂

∂x
(∇ · ~R) +

b2

MS

(
∂Y

∂z

)
, (4.83)

d∧y
dt

= µ∇2Ry + (µ+ 2β)
∂

∂y
(∇ · ~R) +

b2ωS
MS

(
∂P

∂z

)
, (4.84)

e
d∧z
dt

= µ∇2Rz + (µ+ 2β)
∂

∂z
(∇ · ~R) +

b2

MS

(
∂Y

∂x
+ ωS

∂P

∂y

)
. (4.85)

Substituindo as equações 4.66, 4.67, 4.68, 4.74, 4.75 e 4.77 nas equações 4.81, 4.82,

4.83, 4.84 e 4.85 encontra-se [4],

dmx

dt
= −γ

[(
H −D∇2

)
my + b2

(
∂Ry

∂z
+
∂Rz

∂y

)]
, (4.86)

dmy

dt
= γ

[(
H −D∇2

)
mx + b2

(
∂Rx

∂z
+
∂Rz

∂x

)]
, (4.87)

ρ
d2Rx

dt2
= µ∇2Rx + (µ+ 2β)

∂

∂x
(∇ · ~R) +

b2

MS

(
∂mx

∂z

)
, (4.88)

ρ
d2Ry

dt2
= µ∇2Ry + (µ+ 2β)

∂

∂y
(∇ · ~R) +

b2

MS

(
∂my

∂z

)
(4.89)
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e

ρ
d2Rz

dt2
= µ∇2Rz + (µ+ 2β)

∂

∂z
(∇ · ~R) +

b2

MS

(
∂mx

∂x
+
∂my

∂y

)
, (4.90)

onde D = 2A/MS. Como a propagação da onda ocorre na direção do campo magnético

estático, nenhuma variação ocorre nas direções x e y. Dito isso, é conveniente introduzir

variáveis complexas {
α = αx + iαy,

R = Rx + iRy,
(4.91)

onde α = m/MS, αx = mx/MS e αy = my/MS. As primeiras quatro equações 4.86, 4.87,

4.88 e 4.89 podem ser reduzidas utilizando as equações 4.91 à duas equações complexas

simples,
dα

dt
= iγ

[(
H −D ∂2

∂z2

)
α +

b2

MS

(
∂R

∂z

)]
(4.92)

e

ρ
d2R

dt2
= µ

∂2R

∂z2
+ b2

∂α

∂z
. (4.93)

A equação 4.90 não está acoplada as outras quatros no presente caso e descreve as

vibrações elásticas longitudinais. Considerando a dependência espacial e temporal de m

e R do tipo, exp[i(ωt − kz)], os coeficientes α e R satisfazem um conjunto de equações

algébricas lineares 
(ω − ωm)α + i

(
γb2k

MS

)
R = 0,

−i
(
b2k

ρ

)
α +

(
ω2 − ω2

f

)
R = 0,

(4.94)

que podem ser escritos em forma matricial,∣∣∣∣∣ (ω − ωm) iγb2k/MS

−ib2k/ρ (ω2 − ω2
f )

∣∣∣∣∣ ·
(
α

R

)
= 0. (4.95)

Aqui ωm = γ(H + Dk2) é a frequência da onda de spin (mágnon), ωf = vftkf é a

frequência da onda elástica transversal (fônon transversal) e vft = (µ/ρ)1/2 é a velocidade

dos fônons transversais. As duas equações 4.95 são compat́ıveis se o determinante secular

for nulo. Assim, obtém-se a relação de dispersão para ondas magnetoelásticas propagando

na direção do campo

(ω − ωm)(ω2 − ω2
f )−

1

2
ωfσ

2
k = 0, (4.96)

onde

σk = b2

√
2γk

ρvftMS

. (4.97)

Para a discussão subsequente, a região importante é aquela em que os modos não

perturbados se cruzam. Considera-se que ωcr é a frequência de cruzamento na qual isso
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acontece. Nessa região ω + ωf ≈ 2ωcr e a equação 4.96 pode ser aproximada por

(ω − ωm)(ω − ωf )−
σ2
k,cr

4
= 0, (4.98)

onde

σk,cr = σk|k=kcr
. (4.99)

A equação 4.98 é uma equação de segundo grau em ω, de modo que suas soluções

são:

ω1(k) =
ωm + ωf

2
+ ωS, (4.100)

ω2(k) =
ωm + ωf

2
− ωS, (4.101)

onde,

ωS =

√
ω2
δ +

σ2
k

4
, ωδ =

ωm − ωf
2

. (4.102)

A variação das frequências dos modos normais com o número de onda são dadas

pelas equações 4.100 e 4.101. Na região de cruzamento, os modos normais são misturas

de excitações magnética e elástica. Considerando ωm = ωf = ωcr na equação 4.98,

encontra-se as seguintes soluções

ω∗1 = ωcr +
σk,cr

2
(4.103)

e

ω∗2 = ωcr −
σk,cr

2
(4.104)

de modo que a separação mı́nima das frequências dos dois ramos é σk,cr.

4.2.2 Ondas magnetoelásticas em um campo magnético não uniforme

Para discutir a interação magnetoelástica em um campo não uniforme considera-se

a discussão feita na seção anterior, ou seja, as ondas se propagam na direção do campo

magnético, de modo que as equações de movimento são descritas pelas equações 4.92 e

4.93. Para um campo magnético não uniforme na direção z (Hnu(z)), os vetores de ondas

dos mágnons satisfazem a relação [19]

k2
m(z) =

[
(ωm/γ)−H(z)

D

]
, (4.105)

onde H(z) = H + Hnu(z) é o campo magnético total e H é o campo externo. Uma de-

pendência temporal do tipo α, R ∼ exp(iωt) no presente contexto, implica que a precessão

é circular (em vez de eĺıptica) e que as ondas elásticas são polarizadas circularmente [19].

É conveniente substituir as variáveis α e R nas equações 4.92 e 4.93 por novas variáveis
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u e v definidas por {
u =

√
DMSα,

v =
√
µR,

(4.106)

de modo que as equações 4.92 e 4.93 se tornam

d2u

dz2
+ k2

mu− Ac
dv

dz
= 0, (4.107)

d2v

dz2
+ k2

fv + Ac
du

dz
= 0, (4.108)

onde km é dado pela equação 4.105, kf = ωf/vpt e Ac = b2/
√
DMSµ é um número de onda

caracteŕıstico que para os presentes fins é uma medida adequada da força de interação

magnetoelástica. Afim de simplificar a discussão das equações 4.107 e 4.108 assume-se

que o número de onda do mágnon km tende a valores constantes quando z tende a +∞
ou −∞. A teoria apresentada nas subseções seguintes mostra que a conversão ocorre

principalmente na vizinhança do ponto de cruzamento, como é esperado.

4.2.2.1 Fluxo de energia magnetoelástica

O vetor de fluxo de energia ~Sfe pode ser definido como aquele cuja a divergência

negativa é igual a taxa de variação da densidade de energia total (Eto). A densidade

de energia magnética (Em) no caso em questão, consiste em contribuições magnéticas

Zeeman e energia de exchange,

Em =
1

2

[
HMSαα

∗ +DMS

(
dα

dz

)(
dα∗

dz

)]
. (4.109)

onde o asterisco (*) significa complexo conjugado (c.c.). As contribuições para a energia

elástica (Ee) vem da energia cinética e potencial, ou seja,

Ee =
1

2

[
ρ

(
dR

dt

)(
dR∗

dt

)
+ µ

(
dR

dz

)(
dR∗

dz

)]
, (4.110)

e a energia de interação magnetoelástica é,

Em−e =
b2

2

[
α

(
dR∗

dz

)
+ α∗

(
dR

dz

)]
. (4.111)

A densidade de energia total (Eto) é dada pelas equações 4.109, 4.110 e 4.111, ou

seja,

Eto = Em + Ee + Em−e. (4.112)
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A componente z do vetor de fluxo de energia é dada por [19],

Szfe = −1

2

{[
DMS

(
dα∗

dt

)(
dα

dz

)
+ µ

(
dR∗

dt

)(
dR

dz

)
+ b2

(
dR∗

dt

)
α

]
+ c.c.

}
, (4.113)

onde c.c. indica o complexo conjugado da expressão precedente. As equações 4.112 e 4.113

obedecem a relação
dEto
dt

+
dSzfe
dz

= 0. (4.114)

É posśıvel observar que a equação 4.114 é uma espécie de “equação da continuidade”,

o que mostra que ~Sfe é realmente o fluxo de energia. Considerando uma dependência

periódica no tempo o fluxo de energia (equação 4.114) pode ser reescrito em termos de u

e v como

Szfe =
iω

2

{[
u∗
(
du

dz

)
+ v∗

(
dv

dz

)
+ Acv

∗u

]
− c.c.

}
. (4.115)

As equações 4.113 e 4.115 mostram que o fluxo de energia contém uma componente

magnetoelástica separada em adição as componentes puramente magnéticas e puramente

elásticas. A componente magnetoelástica pode ser esperada para ser pequena em com-

paração as outras duas componentes nas condições f́ısicas prevalecentes, isso ocorre devido

ao fator Ac ser geralmente pequeno em comparação à kf e km.

4.2.2.2 Aproximação de acoplamento fraco

Para o acoplamento fraco a onda de spin excitada passa por uma região de transição

substancialmente inalterada. A amplitude da onda elástica gerada pela onda de spin é

pequena por comparação. Por esse motivo, a reação da excitação elástica na onda de

spin (o termo Acdv/dz na equação 4.107) pode ser desprezada. O termo de acoplamento

Acdu/dz na equação 4.108 pode então ser considerado como uma força motriz que atua

em v. Um conjunto de soluções fundamentais da parte homogênea desta equação é{
v1 = e−ikf z,

v2 = eikf z.
(4.116)

Assim, a solução geral é:

v(z) = B1v1 +B2v2, (4.117)

onde,

B1 = A1 +

(
Ac

2ikf

)∫ z

z0

v2

(
du

dz

)
dξ (4.118)

e

B2 = A2 −
(
Ac

2ikf

)∫ z

z0

v1

(
du

dz

)
dξ, (4.119)
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sendo que os coeficientes A1 e A2 devem ser escolhidos adequadamente para satisfazer as

condições de contorno. Tem-se usado o fato de que o Wronskiano (W) é

W =

(
dv1

dz

)
v2 −

(
dv2

dz

)
v1 = −2ikf . (4.120)

O fluxo de energia elástica associada com a solução 4.117 de acordo com as equações

4.115, 4.116-4.120 é,

Szf =
iω

2

[
v∗
(
dv

dz

)
− c.c.

]
= ωkf

(
|B1|2 + |B2|2

)
. (4.121)

Assume-se agora que a onda de spin descrita pela função de onda u(z) é gerada na

região de z negativo e se propaga na direção z positivo. Supondo que a onda de spin é

ligeiramente amortecida, pode-se assumir que as equações 4.118 e 4.119 convergem mesmo

quando se estende para +∞ e −∞. Se a excitação da onda de spin é bem comportada,

de modo que existe uma alta propagação pode-se admitir que B1(−∞) = B2(+∞) = 0,

ou alternativamente:

B1 =

(
Ac

2ikf

)∫ z

−∞
v2

(
du

dz

)
dξ (4.122)

e

B2 =

(
Ac

2ikf

)∫ ∞
z

v1

(
du

dz

)
dξ. (4.123)

Se o número de onda do mágnon varia lentamente com z, a equação de onda

magnética pode ser resolvida aproximadamente pelo método WKB [20]. Uma onda via-

jando na direção +z é descrita pela solução

u =
Aam√
km

e(−i
∫ z
0 kmdξ). (4.124)

onde Aam é uma amplitude arbitrária e o limite inferior de integração no expoente foi

escolhido de forma a coincidir com o ponto de cruzamento. O fluxo de energia magnética

associada a esta onda é

Szm =
iω

2

[
u∗
(
du

dz

)
− c.c.

]
= ω|A|2. (4.125)

Agora considera-se a onda elástica propagante gerada pela onda de spin (equação

4.124). De acordo com a equação 4.117 sua amplitude para z positivo é grande e é

dada por B1(∞). É evidente a partir das equações 4.118 e 4.119 que a proximidade

do ponto de cruzamento contribui mais fortemente para B1(∞), porque o integrando

varia lentamente nesta região. A integral na equação 4.122 pode, portanto, ser avaliada

de forma aproximada, expressando km(z) como uma série de potências em z e levando
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apenas os primeiros termos em consideração. A série é dada por,

km(z) = kf +

(
dkm
dz

)
z +

1

2

(
d2km
dz2

)
z2 + ..., (4.126)

onde as derivadas são tomadas no ponto de cruzamento. Assim,∫ z

0

(km − kf )dξ =
1

2

(
dkm
dz

)
z2 +

1

6

(
d2km
dz2

)
z3 + .... (4.127)

A ordem mais baixa em (1/k2
f )(dkm/dz) de acordo com as equações 4.116, 4.118,

4.124 e 4.127 produz,

B1(∞) = −

(
AcAam

2
√
kf

)∫ +∞

−∞
e−

i
2( dkmdz )z2dz, (4.128)

B1(∞) = −

(
AcAam

2
√
kf

)√
π

(dkm/dz)
(1− i). (4.129)

Assim, a eficiência de conversão magnetoelástica é de acordo com as equações 4.121,

4.125 e 4.129

ηm−f =
πA2

am

(dkm/dz)
=
dHcr/dz

|dH/dz|
=
H ′cr
|H ′|

para−→ |H ′| � H ′cr, (4.130)

onde H ′cr = πb2
2ω/(vftMSµ) é o gradiente cŕıtico de campo magnético. Em adição a onda

elástica propagante discutida até agora, uma onda elástica reversa é gerada pela interação

magnetoelástica. A amplitude desta onda é dada pelo coeficiente B2 da equação 4.123.

Neste caso, o integrando varia rapidamente por todo o intervalo de integração de modo

que B2 é pequeno em comparação com B1.

4.2.2.3 Aproximação de acoplamento forte

Se o acoplamento é forte [ou seja, se A2
c/(dkm/dz) >> 1] a teoria descrita na seção

anterior, obviamente não é aplicável [19]. Pode ser posśıvel melhorar a teoria, tendo os

termos anteriormente negligenciados em conta agora, por meio de uma teoria de per-

turbação refinada. Para acoplamento muito forte esta abordagem não parece promissora,

isso porque a teoria da perturbação teria de ser realizada em uma ordem muito elevada.

Sob essas condições a abordagem de acoplamento forte descrita nesta seção é prefeŕıvel.

Nesta abordagem reescreve-se as equações magnetoelásticas de movimento expressando-as

em termo das amplitudes das ondas magnetoelásticas em vez das amplitudes das ondas

magnéticas (u) e ondas elásticas (v) como anteriormente (equações 4.107 e 4.108).

Se o número de onda do mágnon km é constante o problema é resolvido, isso porque

a interação magnetoelástica é rigorosamente tida em conta. Qualquer variação de km com
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z, no entanto, leva a uma interação entre várias ondas magnetoelásticas. Esta interação

é pequena quando km varia lentamente com z e pode ser tida em conta pela teoria da

perturbação. Os números efetivos de onda magnetoelásticas podem ser facilmente obtidos

a partir das equações 4.107 e 4.108. Supondo que u, v ∼ exp(ikz), encontra-se a equação

secular, (
k2 − k2

m

) (
k2 − k2

f

)
− A2

ck
2 = 0, (4.131)

ou melhor, (
ω2 − ω2

m

) (
ω2 − ω2

f

)
− σ2

kω
2 = 0, (4.132)

onde σk = Acvft. As equações 4.131 e 4.132 possuem quatro soluções em k ou ω, corres-

pondendo a dois tipos de ondas magnetoelásticas que se propagam no sentido positivo e

negativo de z. Perto do ponto de cruzamento, ou seja, em ω ' ωm ' ωf (ou k ' km ' kf )

a equação secular 4.132 se torna a equação 4.98, como era de se esperar para uma de-

pendência uniforme em k (ondas planas). Isso mostra que os números de ondas efetivos

aproximam-se um do outro, perto do ponto de cruzamento, e que a separação mı́nima é

dada por σk.

As equações magnetoelásticas de movimento 4.107 e 4.108 foram expressas anterior-

mente como um conjunto de duas equações de segunda ordem acopladas. Este conjunto

pode ser substitúıdo por um conjunto equivalente de quatro equações de primeira ordem

acopladas [19]. Esta descrição possui como base a teoria WKB [20] e muitas aproximações

são feitas até chegar a seguinte taxa de conversão mágnon-fônon [21],

ηm−f = 1− η4−→2. (4.133)

onde,

η4−→2 =

∣∣∣∣π2 cosh
[

πA2
c

4(dkm/dz)

]∣∣∣∣2. (4.134)

Uma das considerações importantes para se escrever a taxa de conversão expressa

pela equação 4.133, está no fato da onda refletida poder ser negligenciada para uma boa

aproximação, isso por que a amplitude da onda refletida gerada na região de transição

é sempre pequena em comparação com a amplitude da onda transmitida. É importante

observar que a taxa de conversão para a frente η4−→2 refere-se à conversão entre os dife-

rentes ramos do espectro magnetoelástico. A natureza das ondas magnetoelástica muda

radicalmente na região de cruzamento da predominância magnética para a predominância

elástica ou vice-versa. Assim, η4−→2 refere-se ao fluxo de energia entrando na região de

interação como uma onda predominantemente magnética com relação a energia que flui

para fora da região de interação como uma onda predominantemente magnética.
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É instrutivo expressar a eficiência de conversão mágnon-fônon no regime de acopla-

mento forte em termos do gradiente de campo H ′ no ponto de cruzamento. Substituindo

o cosseno hiperbólico na equação 4.133 pela metade da exponencial positiva, consistente

com a aproximação de acoplamento forte, escreve-se:

ηm−f = 1− π2e(−H′cr/|H′|), (4.135)

onde foi usado as expressões obtidas anteriormente para Ac = b2/
√
DMSµ e H ′cr =

πb2
2ω/(vftMSµ).

4.3 Teoria quântica para ondas magnetoelásticas

Observa-se que as teorias semi-clássicas usadas para descreverem a interação magne-

toelástica necessitam de muitas considerações para mostrarem a f́ısica envolvida. A com-

plexidade aumenta quando o campo magnético se torna não uniforme com dependência

temporal ou espacial. Isso de certa forma é esperado tendo em vista que a melhor des-

crição do problema deve ser feita usando teoria quântica. A interação magnetoelástica

para um campo magnético uniforme já está bem estabelecida [21, 22]. Para um campo

não uniforme com dependência temporal foi descrita por Sergio C. Guerreiro e Sergio

M. Rezende [21]. Então, existe a necessidade de uma teoria quântica que descreva a in-

teração magnetoelástica em um campo magnético espacialmente não uniforme, o que foi

desenvolvida nesta tese, como apresentado abaixo.

4.3.1 Conversão mágnon-fônon em um campo magnético não uniforme

A teoria apresentada neste trabalho considera sempre a abordagem cont́ınua para

descrever o Hamiltoniano do sistema. O campo magnético externo está aplicado na direção

perpendicular à direção de propagação da onda, para ser utilizada para descrever os

resultados experimentais desta tese. A nossa descrição f́ısica é apresentada para um cristal

cúbico, como na seção de revisão deste caṕıtulo. O sistema de coordenadas cartesianas

adotado aqui também têm seus eixos situados ao longo das direções cristalográficas [100].

Sabemos que
∑

k /N −→ V
∫∞

0
d3k/(2π)3, onde aqui tomamos por simplicidade V = 1.

4.3.1.1 Mágnons

O Hamiltoniano magnético consiste das seguintes interações: de troca (exchange),

Zeeman, anisotrópica e dipolar. Para aplicação da segunda quantização nos termos do

Hamiltoniano magnético do sistema consideramos a magnetização como um campo e a

descrevemos em termos das relações de Holstein-Primakoff [23-25]. Esta abordagem é
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uma descrição alternativa ao tratamento em termos de spins individuais. Introduzimos a

magnetização pela relação

~M(~r) = ~γ~S(~r), (4.136)

onde usamos gµB = ~γ, sendo ~ a constante reduzida de Planck e ~S(~r) = S(~r)r̂ é o vetor

operador de densidade de spin, definido por

S(~r) =
1

2

∑
i

σiδ(~r − ~ri), (4.137)

aqui σi são matrizes semelhantes as matrizes de Pauli e δ(~r − ~ri) é a delta de Dirac.

Usando a relação [σix, σjy] = 2iσijδij, chega-se a relação de comutação para o operador de

densidade de spin [Sx(~r), Sy(~r′)] = iSz(~r)δ(~r − ~r′). Dessa forma, o campo ~M(~r) satisfaz

as seguintes relações de comutação

[m+(~r),m−(~r′)] = 2~γMz(~r)δ(~r − ~r′), (4.138)

onde a seguinte relação foi usada,

m±(~r) = mx(~r)± imy(~r). (4.139)

Partindo do fato de que o equiĺıbrio de ~M(~r) fica ao longo de ẑ (perpendicular a

direção maior da amostra), escreve-se ~M(~r) = Mz(~r)ẑ + ~m(~r). Com esta descrição feita

para o campo ~M(~r) é posśıvel introduzir segundo Holstein-Primakoff [23-25] os operadores

de campo a(~r) e a+(~r), que satisfazem a relação de comutação [a(~r), a+(~r′)] = δ(~r − ~r′).
Agora adota-se que | ~M(~r)| = M ≈ MS é a magnetização de saturação, escrevemos os

operadores que definem o campo ~M(~r) em termos dos operadores de campo local a(~r) e

a+(~r),

m+(~r) =
√

2~γMS

√[
1−

(
~γ

2MS

)
a+(~r)a(~r)

]
a(~r), (4.140)

m−(~r) =
√

2~γMSa
+(~r)

√[
1−

(
~γ

2MS

)
a+(~r)a(~r)

]
(4.141)

e

Mz(~r) = MS − γ~a+(~r)a(~r). (4.142)

O próximo passo consiste na introdução de uma transformação dos operadores de

campo localizados a+(~r) e a(~r) para os operadores coletivos de bósons (no caso, mágnons)

a+
k e ak, que satisfazem as regras de comutação de bósons [ak, a

+
k′ ] = δkk′ e [ak, ak′ ] = 0.
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Em geral, para a abordagem cont́ınua as transformações são do tipo

a(~r) =
∑
k

φk(~r)ak (4.143)

e

a+(~r) =
∑
k

(φk(~r))
∗a+
k (4.144)

ou de modo inverso,

ak =

∫
d3rφk(~r)a(~r) (4.145)

e

a+
k =

∫
d3rφ∗k(~r)a

+(~r), (4.146)

desse modo, os coeficientes da transformação satisfazem as relações de ortonormalidade∑
k

φk(~r)φ
∗
k(~r
′) = δ(~r − ~r′) (4.147)

e ∫
d3rφk(~r)φ

∗
k′(~r) = δkk′ , (4.148)

onde δ(~r − ~r′) é o delta de Dirac e δkk′ é o delta de Kroenecker. Tomando a primeira

ordem para m+(~r) e m−(~r), as equações 4.140, 4.141 e 4.142 ficam,

m+(~r) =
√

2~γMSa(~r), (4.149)

m−(~r) =
√

2~γMSa
+(~r) (4.150)

e

Mz(~r) = MS − γ~a+(~r)a(~r). (4.151)

Agora descreveremos os termos que compõem o Hamiltoniano magnético.

• Termo de troca

Para um cristal cúbico podemos escrever o termo do Hamiltoniano referente a energia

de troca como [14, 25],

HTr =
1

2

∫ (
D

MS

∂mi

∂rj

∂mi

∂rj

)
d3r, (4.152)

onde D = 2JSa2/(~γ) é o parâmetro de rigidez de troca, definido aqui apenas em termos

da interação entre primeiros vizinhos. Em D, J representa a constante de troca em

unidades de energia, S o spin em unidades adimensionais e a é o parâmetro de rede em

unidades de comprimento. O integrando na equação 4.152 possui ı́ndices que devem ser
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somados em x, y e z. Para o termo de segunda ordem escrevemos

∂Mz

∂rj

∂Mz

∂rj
= 0 (4.153)

e
∂m+

∂rj

∂m−

∂rj
=
√

2~γMS
∂a+(~r)

∂rj

∂a(~r)

∂rj
. (4.154)

Aplicando as equações 4.153 e 4.154 no integrando da equação 4.152 encontramos a se-

guinte relação:
∂mi

∂rj

∂mi

∂rj
=

1

2

{
∂m+

∂r

∂m−

∂r
+
∂m−

∂r

∂m+

∂r

}
. (4.155)

Utilizando as equações 4.149, 4.150 e 4.151 na equação 4.155 obtemos,

∂mi

∂rj

∂mi

∂rj
= ~γMS

{
∂a+(~r)

∂r

∂a(~r)

∂r
+
∂a(~r)

∂r

∂a+(~r)

∂r

}
. (4.156)

Derivando as equações 4.143 e 4.144 em relação a r encontramos

∂a(~r)

∂r
=
∑
r

∂φk(~r)

∂r
ak (4.157)

e
∂a+(~r)

∂r
=
∑
r

∂φk(~r)
∗

∂r
a+
k (4.158)

Substituindo as equações 4.156, 4.157 e 4.158 na equação 4.152 encontramos

HTr =
D~γ

2

∫ ∑
k,k′

[
∂φk(~r)

∂r

∂φk′(~r)

∂r

] [
aka

+
k′ + a+

k′ak
]
d3r. (4.159)

• Termo Zeeman

Agora consideramos o campo magnético não uniforme aplicado ao longo da direção

z (perpendicular a direção maior da amostra). Esse campo representa a soma do campo

estático aplicado (H) com um campo não uniforme (Hnu(~r)) gerado por exemplo por ı́mãs

permanentes. O campo total é Ht(~r) = H + Hnu(~r). O Hamiltoniano que representa a

interação Zeeman é dado por

HZe =

∫
Ht(~r)Mzd

3r, (4.160)

usando o termo com a expressão quadrática da equação 4.151 na equação 4.160, ficamos

com

HZe = γ~
∫
Ht(~r)a

+(~r)a(~r)d3r, (4.161)
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usando as equações 4.143 e 4.144 obtemos,

HZe = γ~
∫
Ht(~r)

∑
k,k′

[φk′(~r)
∗φk(~r)] a

+
k′akd

3r. (4.162)

• Termo de anisotropia uniaxial

Para direções próximos a um eixo de fácil magnetização tomado como eixo z, o

termo do Hamiltoniano referente é

HAn =

∫ (
HA

2MS

)[
m2
x +m2

y

]
d3r. (4.163)

Da equação 4.139 encontramos a seguinte relação entre os termos mx e my com os

m+ e m−,

m2
x +m2

y =
1

2

(
m+m− +m−m+

)
. (4.164)

Por outro lado, usando as equações 4.149 e 4.150, obtemos as seguintes relações

m+m− = (2~γMS)a(~r)a+(~r), (4.165)

m+m− = (2~γMS)a+(~r)a(~r), (4.166)

substituindo 4.165 e 4.166 em 4.164 obtemos,

m2
x +m2

y = ~γMS

[
a(~r)a+(~r) + a+(~r)a(~r)

]
. (4.167)

Com o uso das expressões 4.143 e 4.144 encontramos,

a(~r)a+(~r) =
∑
k,k′

φk(~r)φk′(~r)
∗aka

+
k′ (4.168)

e

a+(~r)a(~r) =
∑
k,k′

φk′(~r)
∗φk(~r)a

+
k′ak. (4.169)

Substituindo as equações 4.167, 4.168 e 4.169 na equação 4.163, encontramos

HAn =

(
~γHA

2

)∫ [∑
k,k′

φk(~r)φk′(~r)
∗

] [
aka

+
k′ + a+

k′ak
]
d3r. (4.170)

• Termo de interação dipolar

A interação dipolar é muito importante na descrição das ondas de spins nos materiais

magnéticos. O termo apropriado do Hamiltoniano magnético referente a interação dipolar

é [21-28],

HDi = −1

2

∫ [
~hd · ~M(~r)

]
d3r. (4.171)

A intuição f́ısica e descrição matemática deste tipo de interação parte da deter-
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minação do campo dipolar criado na amostra devido a excitação do material. Essa ex-

citação é feita na maioria das vezes pela aplicação de um campo magnético estático e

um campo de rf, ambos perpendiculares entre si. Esse campo dipolar (hd) é determinado

pelas seguintes condições

εijk∂ihdj êk = 0 (4.172)

e

∂i(hdj + 4πmj)δij = 0. (4.173)

A onda de spin com ~k//z não apresenta nenhuma dependência com o campo dipolar

para a primeira ordem na amplitude do mágnon (aproximações feitas nas equações 4.149,

4.150 e 4.151), mas para outras direções de ~k tem-se um campo dipolar presente. É

conveniente considerar ~k paralelo ao plano x− z, com componentes kx(~r) e kz(~r). Devido

ao carácter espacial dos operadores que descrevem mj, o operador campo magnético

dipolar pode ser escrito para a direção x como [21-28],

hdx = −4πsen2θkXkk′mx, (4.174)

onde θk é o ângulo entre o campo magnético e o vetor de onda ~k. A função Xkk′ satisfaz

a condição,(
∂hdx
∂x

+ 4πsen2θkXkk′
∂mx

∂x

)∣∣∣∣
k′=k

= 4πsen2θkmx
∂Xkk′

∂x

∣∣∣∣
k′=k

= 0. (4.175)

Considerando a espessura do filme (t), a função Xkk′ pode ser descrita por [21-28]:

Xkk′ = e(k′−k)t/2, (4.176)

onde k′ e k denotam os sentidos de propagação nas duas superf́ıcie do filme. Desse modo

usando a expressão 4.139, o operador campo magnético dipolar na direção x é dado por:

hdx = −2πsen2θke
(k′−k)t/2(m+ +m−). (4.177)

Usando as equações 4.143, 4.144, 4.149 e 4.150 na equação 4.175 temos

hdx = −2π
√

2~γMS

{∑
k

sen2θke
(k′−k)t/2

[
φk(~r)ak + φk(~r)

∗a+
k

]}
. (4.178)

Por outro lado, pelas equações 4.139, 4.143 e 4.144, podemos escrever

mx =
1

2

(
m+ +m−

)
=

1

2

√
2~γMS

[
a(~r) + a+(~r)

]
, (4.179)
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mx =
1

2

√
2~γMS

{∑
k′

[
φk′(~r)ak′ + φk′(~r)

∗a+
k′

]}
. (4.180)

O hamiltoniano magnético referente a interação dipolar na direção x é

HDi = −1

2

∫
hdxmxd

3r, (4.181)

substituindo 4.178 e 4.180 encontramos,

HDi =

∫
(~γMS)π

∑
kk′

sen2θke
(k′−k)t/2

{[
φk(~r)ak + φk(~r)

∗a+
k

] [
φk′(~r)ak′ + φk′(~r)

∗a+
k′

]}
d3r.

(4.182)

• Hamiltoniano magnético total

As funções φk
′s possuem dependência espacial não uniforme, de acordo com a teoria

WKB [20], estas funções são do tipo

φk(~r) = ei[
∫
~k(~r)·d~r], (4.183)

onde as funções φk
′s aqui, estão normalizadas considerando um volume unitário. Com a

equação 4.183 e as relações de comutação para operadores bosônicos, a saber, [ak, a
+
k′ ] =

δkk′ e [ak, ak′ ] = 0, os termos para o Hamiltoniano total ficam:

• Termo de troca

HTr =
∑
k

(
γ~D

2

)
k2(~k)

[
2a+

k ak + 1
]

(4.184)

• Termo Zeeman

HZe = −
∑
k

γ~Ht(~r)
[
a+
k ak
]

(4.185)

• Termo de anisotropia uniaxial

HAn =
∑
k

(
γ~HA

2

)[
2a+

k ak + 1
]

(4.186)

• Termo de interação dipolar

HDi =
∑
k

(πγ~MS) sen2θk
[
e−ktaka−k + 2a+

k ak + 1 + e−kta+
k a

+
−k
]

(4.187)

Com os termos descritos acima para as interações de troca, Zeeman, anisotrópica e
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dipolar (equações 4.182, 4.183, 4.184 e 4.185) o hamiltoniano total fica,

Hm = ~
∑
k

γ
[(
Dk2(~r) +Ht(~r) +HA + 2πMSsen

2θk
)
a+
k ak +(

πMSsen
2θke

−kt) (aka−k + a+
k a

+
−k
)]
, (4.188)

onde os termos sem dependência nos operadores foram desprezados. Por uma questão de

simplicidade, vamos reescrever a equação 4.188 como

Hm = ~
∑
k

[
Aka

+
k ak +

B∗k
2
a+
k a

+
−k +

Bk

2
aka−k

]
, (4.189)

onde

Ak = γ
[
Dk2(~r) +Ht(~r) +HA + 2πMSsen

2θk
]

(4.190)

e

Bk = B∗k = 2γπMSsen
2θke

−kt. (4.191)

Como mostrado na equação 4.191, o hamiltoniano magnético obtido não está diago-

nalizado. Isto está relacionado a interação dipolar presente no sistema magnético. Para

verificar este fato aplicaremos a equação de movimento de Heisenberg para os operadores

ak e a+
−k,

i

(
dak
dt

)
=

1

~
[ak, Hm] (4.192)

e

i

(
da+
−k

dt

)
=

1

~
[
a+
−k, Hm

]
. (4.193)

Para a equação 4.190 podemos escrever:

i

(
dak
dt

)
=
akHm −Hmak

~
. (4.194)

Os termos do lado direito da equação 4.194 podem ser calculados considerando o hamil-

toniano definido na equação 4.189, de modo que podemos escrever

akHm

~
= Akaka

+
k ak +

Bk

2
(aka

+
k a

+
−k + akaka−k), (4.195)

e
Hmak
~

= Aka
+
k akak +

Bk

2
(a+
k a

+
−kak + aka−kak), (4.196)

assim,
akHm −Hmak

~
= Akak +Bka

+
−k. (4.197)
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Substituindo 4.197 em 4.194 encontramos,

i

(
dak
dt

)
= Akak +Bka

+
−k. (4.198)

Fazendo uma descrição similar para a equação 4.193 obtemos,

i

(
da+
−k

dt

)
= −Aka+

−k −Bkak. (4.199)

Assumindo uma dependência temporal harmônica exp(iωt) para os operadores ak e

a+
−k, obtemos das equações 4.198 e 4.197

(ωm + Ak) ak +Bka
+
−k = 0 (4.200)

e

−Bkak + (ωm − Ak) a+
−k = 0. (4.201)

Podemos escrever as equações 4.200 e 4.201 em forma de matriz, de modo que,∣∣∣∣∣ (ωm + Ak) Bk

−Bk (ωm − Ak)

∣∣∣∣∣ ·
(

ak

a+
−k

)
= 0. (4.202)

A matriz não diagonal no sistema 4.202 mostra de forma clara que o Hamiltoniano

apresentado na equação 4.189 não está diagonalizado. Com este procedimento notamos

de modo explicito que a interação dipolar (Bk 6= 0) é responsável por fazer com que os

operadores ak e a+
−k não sejam auto-estados do Hamiltoniano. Isso significa que tanto a

energia da onda de spin como seu carácter f́ısico são modificados. É posśıvel notarmos que

quando a onda se propaga na mesma direção do campo magnético (~k// ~H e Bk = 0) as

equações 4.192 e 4.193 descrevem a evolução dos operadores dos modos normais do sistema

magnético. A matriz do sistema 4.202 sugere que para diagonalizarmos o Hamiltoniano

4.189 precisamos fazer uma transformação nos atuais operadores de mágnons. Utilizando

as transformações de Bogoliubov [29] podemos escrever(
ak

a+
−k

)
=

∣∣∣∣∣ uk −vk
−v−k u−k

∣∣∣∣∣ ·
(

bk

b+
−k

)
, (4.203)

ou simplesmente, {
ak = ukbk − vkb+

−k,

a+
−k = u−kb

+
−k − v−kbk.

(4.204)

É requerido que os novos operadores bk e b+
−k possuam propriedades de bósons, ou seja,[

bk, b
+
k′

]
= δkk′ , [bk, bk′ ] = 0. (4.205)
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Usando as relações de comutação para operadores bosônicos, a saber, [ak, a
+
−k] = δk−k,

[ak, ak′ ] = 0, e as relações 4.206 obtemos,

[ak, a
+
−k] = (uku−k − vkv−k) [bk, b

+
−k] = δk−k. (4.206)

Para diagonalizar o Hamiltoniano do sistema adotaremos um procedimento geral

[30]. Um Hamiltoniano quadrático pode ser escrito de modo geral como:

HTo =
∑
k

Tk, (4.207)

onde Tk é um produto de matrizes do tipo

Tk = C+QC, (4.208)

sendo C+ uma matriz coluna com elementos tomados dos operadores que aparecem em

HTo e Q é a matriz quadrada formada com os coeficientes de HTo. Então, tomemos

C =

(
ak

a+
−k

)
, Q =

∣∣∣∣∣ Ak Bk

Bk Ak

∣∣∣∣∣ . (4.209)

Substituindo 4.209 na expressão 4.208 obtemos,

Tk = Aka
+
k ak + Aka

+
−ka−k +Bkaka−k +Bka

+
k a

+
−k. (4.210)

As relações de comutação dos operadores que aparecem em C podem ser escritas

todas em forma de matriz

[C,C+] = C(C∗)T − (C∗CT )T = Ξ, (4.211)

onde C(C∗)T = CCT é um produto direto de matrizes. No nosso caso,

Ξ =

(
ak

a+
−k

)(
a+
k a−k

)
−

[(
a+
k

a−k

)(
ak a+

−k

)]T
, (4.212)

Ξ =

∣∣∣∣∣ aka
+
k − a

+
k ak aka−k − a−kak

a+
−ka

+
k − a

+
k a

+
−k a+

−ka−k − a−ka
+
−k

∣∣∣∣∣ =

∣∣∣∣∣ 1 0

0 −1

∣∣∣∣∣ . (4.213)

Queremos encontrar os novos operadores que diagonalizam Tk. Eles podem ser

escritos também na forma de uma matriz G, com relações de comutação definidas como,

[G,G+] = G(G∗)T − (G∗GT )T = Ξ′, (4.214)
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ou seja, semelhantes a equação 4.211. Com G podemos escrever Tk como

Tk = G+ZTG, (4.215)

onde ZT é a seguinte matriz diagonal,

ZT =

∣∣∣∣∣ ωm1 0

0 ωm2

∣∣∣∣∣ , (4.216)

sendo ωm1 e ωm2 as frequências dos modos normais. A transformação da forma Tk é

posśıvel através de uma transformação canônica entre operadores,

C = FG. (4.217)

Para encontrar F e ZT substitúımos 4.217 em 4.208 e usamos 4.215, logo,

Tk = C+QC = G+F TQFG = G+ZTG, (4.218)

assim,

Zk = F TQF. (4.219)

Observe que geralmente a transformação 4.217 não é unitária e, portanto, a ex-

pressão 4.219 não se reduz ao problema usual de diagonalização da matriz. No entanto

4.219 pode ser resolvida mais facilmente por meio de uma relação entre F T e F−1, obtida

da seguinte forma,

[C,C+] = [FG,G+F+] = (FG)(G+F+)− (F ∗G∗GTF T )T = Ξ. (4.220)

Como F pode ser uma matriz de números complexos, podemos escrever

F
{
GG+ − (G∗GT )T

}
F+ = FΞ′F+ = Ξ, (4.221)

assim,

FΞ′F+ = Ξ, F−1 = Ξ′F+Ξ−1. (4.222)

Usando 4.222 em 4.219 obtemos,

QF − Ξ′FΞ′ZT = 0, (4.223)

Este é um conjunto de equações de autovalores que podem ser resolvidas para obter



4. Ondas magnetoelásticas em isolantes magnéticos . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 180

F e ZT . Considerando a previa discussão, escrevemos para o hamiltoniano 4.189,

C =

(
ak

a+
−k

)
, Q =

∣∣∣∣∣ Ak Bk

Bk Ak

∣∣∣∣∣ , G =

(
bk

b+
−k

)
. (4.224)

e

Ξ = Ξ′ = Ξ−1 =

(
1 0

0 −1

)
. (4.225)

Além disso, temos

ZT =

∣∣∣∣∣ ωm1 0

0 ωm2

∣∣∣∣∣ , F =

∣∣∣∣∣ F11 F12

F21 F22

∣∣∣∣∣ . (4.226)

Usando as relações 4.224, 4.225 e 4.226 nos termos da expressão 4.223, obtemos

QF =

∣∣∣∣∣ AkF11 +BkF21 AkF12 +BkF22

BkF11 + AkF21 BkF12 + AkF22

∣∣∣∣∣ (4.227)

e

E−1FE ′ZT =

∣∣∣∣∣ F11ωm1 −F12ωm2

−F21ωm1 F22ωm2

∣∣∣∣∣ . (4.228)

Substituindo os termos 4.227 e 4.228 na expressão 4.223 obtemos,

QF − E−1FE ′ZT =

∣∣∣∣∣ (Ak − ωm1)F11 +BkF21 (Ak + ωm2)F12 +BkF22

(Ak + ωm1)F21 +BkF11 (Ak − ωm1)F22 +BkF12

∣∣∣∣∣ = 0. (4.229)

A matriz 4.229 nos permite obter os seguintes sistemas de equações,{
(Ak − ωm1)F11 +BkF21 = 0

BkF11 + (Ak + ωm1)F21 = 0
(4.230)

e {
(Ak + ωm2)F12 +BkF22 = 0

BkF12 + (Ak − ωm2)F22 = 0
(4.231)

ou ainda,

ωm = ±
√
A2
k −B2

k = ±
√

(Ak +Bk)(Ak −Bk), (4.232)

Substituindo as expressões 4.190 e 4.191 na expressão 4.232, ficamos com

ω2
m(k) = ω2

H(k) + ωMωH(k) +
ω2
M

4

(
1− e−2tk

)
. (4.233)

onde ω2
H(k) = [γ (Dk2 +Ht(~r) +HA)]

2
e ωM = γ4πMS. A equação 4.233 para D =

0 e θk = π/2 dá a equação 4.57 segundo Damon-Eshbach. Adotando a condição 4.222

(F−1 = Ξ′F+Ξ−1) e usando o sistema de equações 4.203 em comparação com a matriz
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para F na expressão 4.226, escrevemos que{
F11 = F ∗22 = uk = u∗k

F12 = F ∗21 = −vk = −v∗k
(4.234)

de modo que,

det(F ) = u2
k − v2

k = 1. (4.235)

que, juntamente com 4.230 e 4.231, dá

vk =

√
Ak − ωm

2ωm
(4.236)

e

uk =

√
Ak + ωm

2ωm
. (4.237)

Com as expressões 4.232, 4.236 e 4.237, caracterizamos as transformações necessárias

para diagonalizar o Hamiltoniano. Desse modo, por completeza escrevemos o Hamiltoni-

ano diagonalizado,

Hm =
∑
k

~ωmb+
k bk, (4.238)

onde, as transformações se fizeram necessárias,(
ak

a+
−k

)
=

∣∣∣∣∣ uk −vk
−vk uk

∣∣∣∣∣ ·
(

bk

b+
−k

)
(4.239)

e (
bk

b+
−k

)
=

∣∣∣∣∣ uk vk

vk uk

∣∣∣∣∣ ·
(

ak

a+
−k

)
. (4.240)

É posśıvel observar que quando a interação dipolar é negligenciada obtemos Ak = ωk

e vk = 0, de modo que bk = ak.

4.3.1.2 Auto-estados do Hamiltoniano magnético

Como discutimos na seção anterior o Hamiltoniano de um sistema de spin ferro-

magnético pode ser escrito como

HTo =
∑
k

~ωmb+
k bk. (4.241)

Os auto-estados deste Hamiltoniano são estados independentes do tipo oscilador-

harmônico, que são designados por

|n1, n2, ..., nk, ..., nN 〉, (4.242)
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onde nk é o número de mágnons com energia ~ωm. Esses estados formam um conjunto

ortogonal completo. Mágnons são bósons e portanto nk pode variar de 0 a ∞. Os ope-

radores bk e b+
k são, respectivamente, os operadores de criação e aniquilação de mágnons,

que possuem as propriedades,

b+
k |n1, n2, ..., nk, ..., nN 〉 =

√
nk + 1 |n1, n2, ..., (nk + 1), ..., nN 〉 (4.243)

e

bk |n1, n2, ..., nk, ..., nN 〉 =
√
nk |n1, n2, ..., (nk − 1), ..., nN 〉, (4.244)

de modo que o operador nk = c+
k ck satisfaz

(nk)no |n1, n2, ..., nk, ..., nN 〉 = nk |n1, n2, ..., nk, ..., nN 〉 (4.245)

onde nk é o operador número de ocupação (no) para mágnons-k. O estado com zero

mágnons é o estado de vácuo,

|01, 02, ..., 0k, ..., 0N 〉 ≡ |0〉 . (4.246)

O estado com nk mágnons, com energia ~ωk e zero mágnons com outras energias é

representado como |nk〉 . Usando 4.243 podemos gerar o estado nk do vácuo pela aplicação

sucessiva do operador de criação,

|nk〉 =
1√
n!

(b+
k )nk |0〉 . (4.247)

Este auto-estado de HTo tem um número bem definido de mágnons, cada um com

~ωm de energia e ~~k de quase-momento. O estado de vácuo é definido pela condição

bk |0〉 = 0. (4.248)

Usando a transformação 4.240 esta condição pode ser escrita como,

(ukak + vka
+
−k) |0〉 = 0. (4.249)

Notemos que Mz(~ri) = MS − γ~a+(~ri)a(~ri) para uma abordagem em termos da

magnetização local do śıtio i ou simplesmente Szi = S − ni em termos dos spins, define o

número de desvio de spins no então, śıtio i, como ilustra a Figura 42 (a). Logo,

ni = S − Szi . (4.250)
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Isso significa que devido as propriedades,{
a+
i |ni〉 =

√
ni + 1 |ni + 1〉

ai |ni〉 =
√
ni |ni − 1〉

(4.251)

e {
[ai, a

+
j ] = δij

[ai, aj] = [a+
i , a

+
j ] = o

(4.252)

mas, especificamente a segunda expressão das relações 4.251, temos ak |↑〉 = 0. Em outras

palavras, o vácuo para as excitações dos operadores de desvio de spin ak e a+
k representa

o estado com todos os spins up, como enfatizado na Figura 42 (b).

H0

Hi

i

(a)

(b)

Figura 42 – (a) Mostra o desvio de um spin no śıtio i. (b) Enfatiza o estado de vácuo para
os operadores ak e a+

k .

Aplicando esta caracteŕıstica (ak |↑〉 = 0) à equação 4.249, conclúımos que a in-

trodução da interação dipolar, que traz o termo vk em 4.249, muda não apenas as carac-

teŕısticas das excitações, mas também o estado do vácuo. Esta mudança no estado do

vácuo devido à interação dipolar é responsável por efeitos interessantes, como a produção

de pares de mágnons em um campo magnético variável no tempo [11, 21]. Para entender

outras propriedades dos estados de mágnons, vamos relacionar os operadores b+
k e bk com

as componentes (mx, my e Mz) do operador campo magnetização. Para isso, consideramos
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as equações 4.141, 4.151, 4.152 e 4.153 de modo que obtemos,

mx(~ri) =

√
γ~MS

2

[
a(~ri) + a+(~ri)

]
, (4.253)

my(~ri) = −i
√
γ~MS

2

[
a(~ri)− a+(~ri)

]
, (4.254)

Mz(~ri) = MS − γ~a+(~ri)a(~ri). (4.255)

Substituindo 4.144, 4.146 e 4.171 em 4.253, 4.254 e 4.255 encontramos,

mx(~ri) =

√
γ~MS

2

∑
k

[
φk(~ri)ak + φ∗k(~ri)a

+
k

]
, (4.256)

my(~ri) = −i
√
γ~MS

2

∑
k

[
φk(~ri)ak − φ∗k(~ri)a+

k

]
, (4.257)

Mz(~ri) = MS − γ~
∑
k

[
φ∗−k(~ri)φk(~ri)a

+
−kak

]
. (4.258)

onde k′ = −k em Mz(~ri). Por outro lado, das relações 4.239, obtemos
ak = ukbk − vkb+

−k

a+
k = ukb

+
k − vkb−k

a+
−k = ukb

+
−k − vkbk

(4.259)

Substituindo 4.259 em 4.256, 4.257, 4.258 e reorganizando os termos, encontramos

mx(~ri) =

√
γ~MS

2

∑
k

(uk − vk)
[
φk(~ri)bk + φ∗k (~ri) b

+
k

]
, (4.260)

my(~ri) = −i
√
γ~MS

2

∑
k

(uk + vk)
[
φk(~ri)bk − φ∗k(~ri)b+

k

]
, (4.261)

Mz(~ri) = MS − γ~
∑
k

φ∗−k(~ri)φk(~ri)
[
u2
kb

+
−kbk + v2

kbkb
+
−k − ukvk

(
b+
−kb

+
−k + bkbk

)]
.

(4.262)

O operador bk possui uma dependência harmônica do tipo exp[iωm(~k)t] como as-

sumido anteriormente, de modo que bk(t) = bk(0)exp[iωm(~k)t], onde bk(0) é o operador

bk(t) em t = 0. Desse modo, aplicando os estados |nk〉 e 〈nk| na expressões 4.243 e 4.244,

obtemos {
〈nk| bk(t) |nk〉 = 0,

〈nk| b+
k (t) |nk〉 = 0.

(4.263)

Isso é devido à ortogonalidade dos estados com diferentes número de mágnons.

Aplicando os operadores |nk〉 e 〈nk| nas expressões 4.260, 4.261 e 4.262 com a expressão
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4.183, e utilizando além disso, as relações 4.263, encontramos para um determinado k(~ri),
〈nk|mx(~ri, t) |nk〉 = 0,

〈nk|my(~ri, t) |nk〉 = 0,

〈nk|Mz(~ri, t) |nk〉 = MS − γ~
[
v2
k +

(
u2
k + v2

k

)
nk
]
.

(4.264)

De modo explicito, com a introdução da dependência temporal harmônica nos ope-

radores {bk(t) = bk(0)exp[iωm(~k)t] e b+
k (t) = b+

k (0)exp[−iωm(~k)t]}, reescrevemos as ex-

pressões 4.260, 4.261 e 4.262 como

mx(~ri, t) =

√
γ~MS

2

∑
k

(uk − vk)
[
φk(~ri)bk(0)ei[ωm(~k)t] + φ∗k (~ri) b

+
k (0)e−i[ωm(~k)t]

]
, (4.265)

my(~ri, t) = −i
√
γ~MS

2

∑
k

(uk + vk)
[
φk(~ri)bk(0)ei[ωm(~k)t] − φ∗k (~ri) b

+
k (0)e−i[ωm(~k)t]

]
,

(4.266)

Mz(~ri, t) = MS − γ~
∑
k

φ∗−k(~ri)φk(~ri)
[
u2
kb

+
−k(0)bk(0) + v2

kbk(0)b+
−k(0) −

ukvk

(
b+
−k(0)b+

−k(0)e−2i[ωm(~k)t] + bk(0)bk(0)e2i[ωm(~k)t]
)]
. (4.267)

As expressões 4.264 mostram que não existe uma componente da magnetização local

(ou de spin) transversal ao campo magnético aplicado ( ~H) quando o sistema magnético

estiver em um estado equivalente do hamiltoniano total HTo. Em outras palavras, os

estados 4.247 que possuem um número bem definido de mágnons têm uma fase incerta.

Eles produzem uma mudança ĺıquida na componente z da magnetização, que não está

simplesmente relacionada ao número de mágnons. Observe que somente quando a in-

teração dipolar é negligenciada (Bk = 0), o termo
∑

k a
+
k ak é o número total de mágnons

no sistema.

O resultado 4.264 revela que os estados com um número bem definido de mágnons

não correspondem à imagem “clássica”da onda de spin na qual os spins processionam sobre

o campo externo. Os estados que correspondem a uma situação “clássica”ou macroscópica

devem envolver um número grande e incerto de mágnons. Os estados que apresentam esta

caracteŕıstica são os estados coerentes de mágnons.

4.3.1.3 Estados coerentes de mágnons

Como mostramos na seção anterior os estados independentes do hamiltoniano 4.241

não possuem as propriedades necessárias para representar uma onda de spin macroscópica.

Essas propriedades pertencem a estados de fótons coerentes usados na óptica quântica
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[31], onde pode-se definir um estado de mágnon coerente [32, 33] como o auto-estado do

operador de aniquilação de mágnon, ou seja,

bk |αk〉 = αk |αk〉 , (4.268)

onde αk é um número complexo que caracteriza o estado. Este estado pode ser expandido

em termos de auto-estados do hamiltoniano [31]

|αk〉 = e
−|α|2

2

∞∑
nk=0

(αk)
nk

√
nk!
|nk〉 . (4.269)

Propriedades do estado |αk〉 , como a probabilidade de se encontrar nk mágnons no

estado coerente |αk〉 , evidenciam as caracteŕısticas das ondas de spin. A probabilidade

de encontrarmos nk mágnons no estado coerente |αk〉 segue imediatamente a partir da

expressão 4.269, e é dada por uma distribuição de Poisson

P|nk〉−→|αk〉 = |〈nk |αk〉|2 =
|αk|2nk

nk!
e−|αk|

2

. (4.270)

O valor médio da distribuição é o valor esperado do número de ocupação, que é

encontrado na expressão 4.270 e seu conjugado:

〈αk |nk |αk〉 = |αk|2. (4.271)

Os estados coerentes |αk〉 não são ortogonais entre si, mas eles formam um conjunto

completo. Esta propriedade permite a expansão de um estado arbitrário em termos de

estados coerentes |αk〉 , podemos calcular o valor esperado das componentes do operador

magnetização neste estado. Escrevendo o número complexo αk como αk = |αk|exp(iϑk),
onde ϑk é uma fase, usando o fato de que uk e vk são reais, e considerando a expressão

4.183, podemos reescrever as expressões 4.265, 4.266 e 4.267 para um determinado k(~ri)

como,

〈αk |mx(~ri, t) |αk〉 = Mkcos

[
ωm(~k)t+ ϑk +

∫
~k(~ri) · d~ri

]
, (4.272)

〈αk |my(~ri, t) |αk〉 = Mkεksen

[
ωm(~k)t+ ϑk +

∫
~k(~ri) · d~ri

]
, (4.273)

〈αk |Mz(~ri, t) |αk〉 = Nk − %kcos
[
2

(
ωm(~k)t+ ϑk +

∫
~k(~ri) · d~ri

)]
, (4.274)

onde,

Mk =
√

2γ~MS(uk − vk)|αk|, (4.275)

εk =
uk + vk
uk − vk

=

√
Ak +Bk

Ak −Bk

, (4.276)
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Nk = MS − γ~
(
u2
k + v2

k

)
|αk|2 (4.277)

e

%k = 2γ~ukvk |αk|2. (4.278)

Devemos observar que %k representa a elipticidade da onda de spin. Com essa dis-

cussão podemos escrever o valor médio para o vetor operador magnetização total ( ~M(~ri, t))

no śıtio i para um determinado k(~ri),

〈αk| ~M(~ri, t)|αk〉 = x̂〈αk|mx(~ri, t)|αk〉+ ŷ〈αk|my(~ri, t)|αk〉+ ẑ〈αk|Mz(~ri, t)|αk〉. (4.279)

O resultado 4.279 fornece a visão de uma onda de spin correspondente a um estado

de mágnon coerente. Conforme ilustrado na Figura 43 a magnetização precessiona com

frequência angular ωm(~k) sobre a direção de equiĺıbrio, com uma fase de precessão que

muda na direção de propagação da onda. A distância mais curta entre spins paralelos na

direção ~k(~r) é o comprimento de onda λ, que está relacionado ao número de onda através

de λ = 2π/|~k(~r)|.



k


x

y

z

Figura 43 – Esquema mostrando a propagação de uma onda de spin perpendicular ao campo
magnético.

Considerando o ramo positivo da frequência angular da onda de spin, dada por

4.233, a saber,

ωm(~k) =

√
ω2
H(k) + ωMωH(k) +

ω2
M

4
(1− e−2kt), (4.280)
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vamos analisar o comportamento da onda de spin que precessiona com frequência ωm(~k).

É observável que a frequência dada pela expressão 4.280 é uma função do ângulo de

propagação em relação ao campo aplicado (H). A análise da expressão 4.280 revela que o

aumento da frequência com o ângulo θk é devido à energia dipolar. Isso pode ser entendido

partindo do fato de que a propagação perpendicular ao campo magnético aplicado (H)

produz uma flutuação na densidade de dipolo ao longo de ~k, dando origem a uma energia

dipolar diferente de zero. Em contrapartida, a propagação ao longo do campo magnético

estático uniforme não produz flutuação na densidade e portanto, não há energia dipolar.

Usando na expressão 4.276 as expressões 4.190 e 4.191, obtemos

εk =

√
ωH + ωM

2
(1 + e−kt)

ωH + ωM
2

(1− e−kt)
, (4.281)

Para θk = 0, obtemos εk = 1, de modo que a precessão é circular. É posśıvel notar

pela expressão 4.274 que a elipticidade da precessão para θk = 0 produz uma variação

temporal na componente 〈αk|Mz(~ri, t)|αk〉 com o dobro da frequência da precessão. Para

θk = π/2, encontramos

εk =

√
ωH + ωM

2
(1 + e−kt)

ωH + ωM
2

(1− e−kt)
−→ 1, (4.282)

de onde conclúımos que a precessão tende a se tornar circular, principalmente quando con-

sideramos o campo magnético não uniforme Hnu(~r). Esse campo magnético não uniforme

pode ser escrito em uma série polinomial, de modo que:

Hnu(~r) =
∑
ν=0

Hνr
ν . (4.283)

A presença deste campo nas expressões 4.280 e 4.276 evidencia cada vez mais o

carácter circular da polarização da onda.

4.3.1.4 Fônons

A descrição f́ısica das vibrações da rede parte do fato de que o material é um sólido

cont́ınuo, elasticamente isotrópico com densidade média de massa ρ. A estrutura cris-

talina cúbica do material permite que dentro da aproximação linear, a relação entre o

tensor de tensão e o tensor de deformação envolva apenas duas constantes elásticas di-

ferentes C12 e C44. As deformações elásticas do sólido são expressas em termos do vetor

deslocamento ~u = ~r′ − ~r, onde ~r é a posição inicial e ~r′ é a posição após a deformação.

As contribuições do sistema elástico para o Hamiltoniano surgem das energias cinéticas e

potenciais. Apresentando a densidade de momento conjugado ao deslocamento, ρ∂ui/∂t,
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na aproximação linear, escrevemos o Hamiltoniano elástico como [21, 25, 28],

Hel =

∫
d3r

(
ρ

2

∂ui
∂t

∂ui
∂t

+
α

2

∂ui
∂xi

∂uj
∂xj

+
β

2

∂ui
∂xj

∂ui
∂xj

)
, (4.284)

onde as constantes elásticas são escritas como α = C12 + C44 e β = C44, para o sistema

de coordenadas cartesianas adotado [21]. Para obter os operadores de excitação coletiva

para o sistema elástico, usamos a transformação canônica geral [21, 25, 28],

Qµ
k(t) =

1√
~

∫
εiµ(~k)ui(~r, t)φ

∗
k(~r)d

3r (4.285)

e

P µ
k (t) =

1√
~

∫
εiµ(~k)

(
ρ
∂ui(~r, t)

∂t

)
φk(~r)d

3r (4.286)

ou

ui(~r, t) =
√
~
∑
k,µ

εiµ(~k)Qµ
k(t)φk(~r) (4.287)

e

ρ
∂ui(~r, t)

∂t
=
√
~
∑
k,µ

εiµ(~k)P µ
k (t)φ∗k(~r), (4.288)

onde εiµ = r̂i · ε̂(~k, µ) e ε̂(~k, µ) são os vetores unitários da polarização. Além disso, as

funções φk(~r)
′s satisfazem as relações de ortonormalidade.∫

d3rφk(~r)φ
∗
k′(~r) = δkk′ (4.289)

e ∑
k

φk(~r)φ
∗
k(~r
′) = δ(~r − ~r′). (4.290)

Devemos observar que os termos Qi
k = (Qi

−k)
+ e P i

k = (P i
−k)

+ são hermitianos. A

quantização das vibrações é feita através das relações de comutação envolvendo ui(~r) e a

densidade de momento conjugado ρ∂~u/∂t. O único par de termos que não comuta é

[ui(~r), ρuj(~r′)] = i~δij(~r − ~r′), (4.291)

o que leva a

[Qµ
k , P

v
k′ ] = i~δkk′δµv. (4.292)

Para diagonalizar o hamiltoniano elástico, é necessário introduzir a transformação canônica,

Qµ
k =

√[
~

2ρωfµ(k)

] (
c+
µ−k + cµk

)
, (4.293)
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e

P µ
k = i

√[
ρ~ωfµ(k)

2

] (
c+
µk − cµ−k

)
, (4.294)

onde

ωfµ(k) = k

√
β + αδµl

ρ
, (4.295)

é a frequência do fônon. A velocidade associada é

vfµ(k) =
∂ωfµ(k)

∂k
=

√
β + αδµl

ρ
, (4.296)

onde l = 3 denota o fônon longitudinal (Qk//k) e as outras duas direções definidas por

µ = 1, 2 representam os fônons transversais. Notemos que,{
[cµk, cvk′ ] = 0

[cµk, c
+
vk′ ] = δµvδkk′ .

(4.297)

Utilizando a expressão 4.183, substituindo as transformações 4.287 e 4.88 e usando

as relações de ortonormalidade das funções φk(~r)
′s juntamente com as relações de co-

mutação 4.291 e 4.192, reescrevemos o Hamiltoniano 4.284 para os fônons em sua forma

diagonalizada, ou seja,

Hel =
∑
k,µ

~ωfµ
(
c+
µkcµk +

1

2

)
. (4.298)

O processo de diagonalização do Hamiltoniano 4.298 é similar ao utilizado para o

Hamiltoniano magnético que descreve os mágnons. Em termos dos operadores cµk e c+
µk,

o deslocamento e o operador de densidade de momento ficam

ui =

√(
~
2ρ

)∑
k,µ

εiµ√
ωfµ

[
φ∗k(~r)c

+
µk + φk(~r)cµk

]
(4.299)

e

ρ
∂ui
∂t

=

√(
ρ~
2

)∑
k,µ

iεiµ
√
ωfµ

[
φ∗k(~r)c

+
µk − φk(~r)cµk

]
. (4.300)

4.3.1.5 Interação magnetoelástica

Devido a interação spin-órbita, o deslocamento elástico em um meio magnético é

acoplado à excitação de spin. Isto é o que, em última análise, relaxa a dinâmica da magne-

tização em qualquer material e também dá origem as propriedades magnetostrictivas dos

materiais ferromagnéticos [4-21, 25, 28]. Assim, esperamos que, se uma onda de spin tiver

uma frequência e um vetor de onda próximos dos de uma onda elástica, eles se tornam for-
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temente acoplados, dando origem a excitações hibridas, chamadas ondas magnetoelásticas

ou excitações de mágnon-fônon. A interação magnetoelástica pode ser expressa por um

Hamiltoniano fenomenológico, que é uma função dos operadores M(~ri, t) e ui(~r, t). Para

um cristal cúbico, com o campo magnético estático aplicado em um dos eixos cristalinos,

o Hamiltoniano fenomenológico pode ser expresso como descrito por Kittel [14],

H ′m−e =

∫
d3r

[(
b1

M2
S

)
M2

i uii +

(
b2

M2
S

)
MiMjuij

]
, (4.301)

onde

uiξ =
1

2

(
∂ui
∂xξ

+
∂uξ
∂xi

)
, (4.302)

com ξ = i ou j, sendo b1 e b2 constantes magnetoelásticas do tensor de tensão e i, j =

x, y, z. Considerando o termo de ordem mais baixa [14, 21, 28], ficamos com,

H ′m−e =

∫ [(
b2

2M2
S

)
MiMj

(
∂ui
∂xj

+
∂uj
∂xi

)]
d3r. (4.303)

Substituindo os operadores M(~ri, t) e ui(~r) definidos nas seções de mágnons e fônons,

respectivamente, podemos reescrever o Hamiltoniano 4.303 como

H ′m−e =

∫ [(
b2

√
2~γMS

4MS

)]{[
b(~r) + b+(~r)

] [∂ux
∂z

+
∂uz
∂x

]
−

i
[
b(~r)− b+(~r)

] [∂uy
∂z

+
∂uz
∂y

]}
d3r, (4.304)

introduzindo os operadores de quantização de mágnons reescrevemos 4.304 como

H ′m−e =

∫ [(
b2

√
2~γMS

4MS

)]∑
k

{[
φk(~r)bk + φ∗k(~r)b

+
k

] [∂ux
∂z

+
∂uz
∂x

]
−

i
[
φk(~r)bk − φ∗k(~r)b+

k

] [∂uy
∂z

+
∂uz
∂y

]}
d3r, (4.305)

Para uma propagação arbitrária da onda, adotaremos o sistema de coordenadas

mostrado na Figura 44, 
u1 = −uzsenθk + uxcosθk

u2 = uy

u3 = uzcosθk + uxsenθk.

(4.306)

onde, definimos µ = t = 1, 2 para fônons transversais e µ = l = 3 para fônons
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k

zu u


xu

lu

tu

k


z

x

Figura 44 – Sistema de coordenadas usado na descrição para a propagação de uma onda
elástica em uma direção arbitrária. Definimos a direção do deslocamento em t como ondas
elásticas transversais e l como ondas longitudinais.

longitudinais. Dito isso, reescrevemos 4.306 como,
ux = u1cosθk + u3senθk

uy = u2

uz = u3cosθk − u1senθk.

(4.307)

Derivando as expressões 4.307 podemos obter as seguintes relações:

∂ux
∂z

+
∂uz
∂x

= cosθk
∂u1

∂z
− senθk

∂u1

∂x
+ cosθk

∂u3

∂x
− senθk

∂u3

∂z
, (4.308)

e
∂uy
∂z

+
∂uz
∂y

=
∂u2

∂z
+ cosθk

∂u3

∂y
− senθk

∂u1

∂y
. (4.309)

Para calcularmos as derivadas 4.308 e 4.309 utilizamos o operador deslocamento

definido na seção de fônons por:

ui =

√(
~
2ρ

)∑
k,µ

εiµ√
ωfµ

[
φ∗k(~r)c

+
µk + φk(~r)cµk

]
. (4.310)

Uma propriedade importante da onda é sua polarização, determina aqui pelo termo
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εiµ. Dito isso, calculemos: 
εz1 = r̂z · ε̂(~k, 1) = cosθk,

εx1 = r̂x · ε̂(~k, 1) = senθk,

εz3 = r̂z · ε̂(~k, 3) = −senθk,
εx3 = r̂x · ε̂(~k, 3) = −cosθk.

(4.311)

Pelo sistema de coordenadas adotado segundo a Figura 44 e pelas caracteŕısticas

do termo de energia 4.309, a polarização εz2 é descrita por [28]:

εz2 = cosθkεz1 + senθkεz3 = cos2θk. (4.312)

Calculando as derivadas 4.308 e 4.309 e em seguida substituindo em 4.305 conside-

rando as devidas polarizações encontradas em 4.311 e 4.312, obtemos

H ′m−e =

∫ √(
b2

2~2γ

16ρMS

)∑
k

{[
φk(~r)bk + φ∗k(~r)b

+
k

] [(cos2θk√
ωf1

)(
c+

1k

∂φ∗k(~r)

∂z
+

c1k
∂φk(~r)

∂z

)
−
(
sen2θk√
ωf1

)(
c+

1k

∂φ∗k(~r)

∂x
+ c1k

∂φk(~r)

∂x

)
−
(
cosθksenθk√

ωf3

)
(
c+

3k

∂φ∗k(~r)

∂x
+ c3k

∂φk(~r)

∂x

)
−
(
cosθksenθk√

ωf3

)(
c+

3k

∂φ∗k(~r)

∂z
+ c3k

∂φk(~r)

∂z

)]
−

i

(
cos2θk√
ωf2

)[
φk(~r)bk − φ∗k(~r)b+

k

](
c+

2k

∂φ∗k(~r)

∂z
+ c2k

∂φk(~r)

∂z

)}
d3r. (4.313)

Usando a expressão 4.183, a saber,

φk(~r) = ei[
∫
~k(~r)·d~r], (4.314)

na expressão 4.313 para ~k variando espacialmente, obtemos:

H ′m−e = i~

√
b2

2γ

4ρMS

∑
k

(
−k
2

){
cos(2θk)√

ωft

[(
bk + b+

−k
) (
c+

1k + c1−k
)]

−sen(2θk)√
ωft

[(
bk + b+

−k
) (
c+

3k + c3−k
)]

−icos(2θk)√
ωft

[(
bk − b+

−k
) (
c+

2k + c2−k
)]}

, (4.315)

onde ωft e ωfl são as frequências transversal e longitudinal dos fônons, respectivamente.

É posśıvel observar que a expressão 4.315 para a energia magnetoelástica possui um

fator 1/2 diferente do que apresenta a literatura [14, 21, 28], isso é devido a definição de

operador magnetização que usamos. Desse modo, redefinimos a energia magnetoelástica

como Hm−e = 2H ′m−e. Dito isso, vamos limitar nossas atenção apenas as ondas que se
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propagam perpendicular ao campo magnético (θk = π/2), afim de usar a descrição f́ısica

apresentada, na interpretação dos dados experimentais que serão aqui expostos. Desse

modo, reescrevemos 4.315,

Hm−e = i~

√
b2

2γ

4ρMS

∑
k

(
k

2

){
1
√
ωft

[(
bk + b+

−k
) (
c+

1k + c1−k
)]

− i
√
ωft

[(
bk − b+

−k
) (
c+

2k + c2−k
)]}

. (4.316)

É posśıvel reescrever o Hamiltoniano dado por 4.316, usando transformações que

evidenciam a polarização circular do fônon. Dito isso, definimos essas transformações por

[28]:

ck(+) =
1√
2

(c1k + ic2k), (4.317)

e

ck(−) =
1√
2

(c1k − ic2k). (4.318)

Com as expressões 4.317 e 4.318 o Hamiltoniano magnetoelástico se torna:

Hm−e = i~
∑
k

(σk
2

) [
b+
k

(
ck(+) + c+

−k(−)

)
− bk

(
c+
k(+) + c−k(−)

)]
, (4.319)

onde

σk = b2

√
2γk

ρvftMS

, (4.320)

é um parâmetro que expressa o acoplamento entre mágnons e fônons, vft =
√
µt/ρ é a

velocidade transversal do fônon, onde µt é o módulo de cisalhamento. Para uma onda

se propagando ao longo de uma das direções cristalográficas [100] em um cristal cúbico a

velocidade pode ser definida como vft =
√
C44/ρ.

Antes de concluir a discussão apresentada para definir a interação magnetoelástica

fazemos uma observação sobre a nossa expressão em comparação a obtida por Kittel

[14]. É observável que Kittel ao definir a polarização ε2z limita-se apenas a descrever

o que ocorre com os fônons transversais com polarização εz1 desprezando o ocorre com

εz3. Com isso, os fônons não podem ser descritos usando operadores que caracterizam a

polarização circular em termos de εz1 e εz3. Então, resolvemos incluir a polarização εz3,

porque ela é importante para descrever melhor o que ocorre fisicamente. Ressaltamos

ainda que mesmo usando a energia magnetoelástica definida por Kittel para θk = π/2, os

cálculos da relação de dispersão final para o sistema total mágnon-fônon é similar para a

polarização positiva do fônon (+). Contudo, existe um ponto importante que vale apena

enfatizar. Se usarmos a definição de Kittel, vamos obter uma relação de dispersão que
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contém o termo ωS =
√
ω2
δ − σ2

k/4 e usando a nossa encontramos ωS =
√
ω2
δ + σ2

k/4, onde

ωδ = (ωf − ωm)/2. Isso mostra que se usarmos a definição de Kittel, quando ωf = ωm,

teremos ωδ−cri = ±iσk/2 complexo. Isso significa que a interação magnetoelástica descrita

por Kittel cria uma dependência complexa na região de forte interação magnetoelástica,

de modo que a descrição fenomenológica é comprometida.

4.3.1.6 Hamiltoniano do sistema mágnon-fônon

O sistema mágnon-fônon em um campo magnético não uniforme já pode ser descrito

de modo geral. Desse modo, usando as expressões 4.241, 4.298 e 4.319, escrevemos

HTo =
∑
k

~ωm(k)b+
k bk +

∑
k,µ

~ωfµ(k)c+
µkcµk +

i~
∑
k

(σk
2

) [
b+
k

(
ck(+) + c+

−k(−)

)
− bk

(
c+
k(+) + c−k(−)

)]
. (4.321)

Afim de analisar o Hamiltoniano total do sistema, vamos considerar as equações de

movimento dos operadores de mágnons e fônons na representação de Heisenberg. Usando

a equação de Heisenberg dU/dt = ∂U/∂t+[U,HTo]/i~, obtemos as equações de movimento

para os operadores de mágnons e fônons [28],

db+
k

dt
= iωmb

+
k +

σk
2

(
c+
k(+) + c−k(−)

)
, (4.322)

dc+
k(+)

dt
= iωfc

+
k(+) −

σk
2
b+
k , (4.323)

dc+
k(−)

dt
= iωfc

+
k(−) −

σk
2
b−k. (4.324)

No estado estacionário, todos os operadores têm uma variação temporal do tipo

exp(iωt), de modo que a relação de dispersão magnetoelástica resultante das equações

4.322-4.324 é (
ω2 − ω2

f

)
(ω − ωm)− ωfσ

2
k

2
= 0, (4.325)

que é um resultado aparentemente similar a equação 4.96, obtido usando a teoria semi-

clássica. A diferença é que aqui ωm representa a frequência de mágnons considerando

a interação dipolar, o que é importante para descrever nossos resultados experimentais.

Se não houver nenhum acoplamento magnetoelástico, σk = 0, as três ráızes da equação

4.325 são ωm e ±ωf , os dois sinais correspondem às frequências (+) e (-) dos fônons com

polarização circular. A dispersão têm três ramos, porque a excitação magnetoelástica

envolve um mágnon e dois modos de fônons transversais. A Figura 45 (a) mostra a
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relação de dispersão com fk = ωk/2π versus o número de onda, calculado através das

ráızes da equação 4.325, usando os seguintes parâmetros para o YIG: H = 1,1 kOe, 4πMS

= 1,76 kG, γ = 2,8 × 2π× 106 s−1/Oe, D = 5,4 ×10−9 Oe.cm2, b2 = 7,0 ×106 erg/cm3, ρ

= 5,2 g/cm3 e vf = 3,84 ×105 cm/s. O Zoom da região de cruzamento na Figura 45 (b)

mostra que para H = 1,1 kOe as curvas das relações de dispersão do mágnon e do fônon

se cruzam em uma frequência de 5,2 GHz e número de onda de cruzamento de kcruz = 8,8

×104 cm−1. A Figura 45 foi obtida utilizando o programa apresentado no apêndice A.

0 1 2 3 4
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0,0

12,5

25,0

m
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f 
k
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 
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H

z
)
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5
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-1
)
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
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z
)
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5
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)
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Figura 45 – Curvas da relação de dispersão de ondas magnetoelásticas em um filme de YIG
com propagação perpendicular ao campo magnético aplicado H = 1,1 k Oe. (a) Dispersão
total com três ramos. O ramo negativo (-) corresponde fônons com polarização circularmente
negativa, p (-), que possuem acoplamento insignificante com mágnons. Nos ramos positivos m
e p (+) indicam as regiões onde a excitação é essencialmente um mágnon puro ou fônon (+).
(b) Zoom da região de cruzamento mostrando a divisão das dispersões magnetoelásticas (linhas
sólidas) e as dispersões mágnon e fônon puros (linhas tracejadas).

A dispersão linear negativa corresponde a (-) na polarização circular do fônon que

tem acoplamento de mágnon negligenciado. Os dois ramos positivos correspondem ao

mágnon hibridizado e ao fônon com polarização circular (+). Como esperado, o acopla-

mento magnetoelástico é mais forte na região onde as curvas de mágnons e fônons se

cruzam, geralmente chamada de região de cruzamento.

A análise das equações de movimento 4.322-4.324 mostram que uma excitação com

frequência e número de onda longe do cruzamento tem um caráter quase puro de mágnon

ou fônon. No entanto, na região de cruzamento os modos normais são misturas de ex-

citações magnéticas e elásticas. Das equações 4.322-4.324 vemos também que no estado

estacionário, os valores esperados dos operadores dos fônons com polarização circular
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positiva ou negativa são relacionados por [21]

〈c+
k(−)〉 =

(
ω − ωf
ω + ωf

)
〈c+
k(+)〉, (4.326)

o que mostra que, em grande parte dos dois ramos superior do diagrama de dispersão,

a influência dos fônons com polarização circular negativa é negligenciável. Portanto,

podemos negligenciar os operadores de fônons negativos na equação 4.321. Desse modo,

reescrevemos o Hamiltoniano como

HTo =
∑
k

[
~ωm(k)b+

k bk + ~ωf (k)c+
k ck +

i~σk
2

(
b+
k ck − c

+
k bk
)]
, (4.327)

onde omitimos por simplicidade de notação o ı́ndice (+) nos operadores de fônons. O Ha-

miltoniano 4.327 pode ser diagonalizado com a transformação canônica C = FG descrita

na seção de mágnons, onde

HTo =
∑
k

C+QC (4.328)

com

C =

(
bk

ck

)
, Q =

∣∣∣∣∣ ωm(k) iσk/2

−iσk/2 ωf (k)

∣∣∣∣∣ (4.329)

e

G =

(
dk

ek

)
, ZT =

∣∣∣∣∣ ωd(k) 0

0 ωe(k)

∣∣∣∣∣ . (4.330)

Aqui as relações de comutação para os operadores bosônicos em C e G levam a

Ξ = Ξ′ =

∣∣∣∣∣ 1 0

0 1

∣∣∣∣∣ , (4.331)

que é a matriz unitária, neste caso a matriz transformação pode ser encontrada com a

equação de autovalor usual,

(QF − FZT ) = 0. (4.332)

Resolvendo 4.332 obtemos:

HTo = ~
∑
k

[
ωd(~r)d

+
k dk + ωe(~r)e

+
k ek
]
, (4.333)

sendo os operadores de mágnons e fônons obtidos pelas combinações lineares dos novos

operadores, {
bk = ukdk + vkek,

ck = vkdk + ukek.
(4.334)
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Neste caso F−1 = F+ e a transformação inversa dá{
dk = ukbk − ivkck,
ek = ukck − ivkbk.

(4.335)

onde as frequências de modos normais correspondentes aos dois ramos são,

ωd(k) =
ωf + ωm

2
+ ωS, ωe(k) =

ωf + ωm
2

− ωS, (4.336)

ωS =

√
ω2
δ +

σ2
k

4
, ωδ =

(ωf − ωm)

2
, (4.337)

e

uk =

√
ωS + ωδ

2ωS
, vk =

√
ωS − ωδ

2ωS
, u2

k + v2
k = 1. (4.338)

As transformações 4.335 em termos dos novos operadores satisfazem as relações de

comutação de bósons

[dk, d
+
k′ ] = [ek, e

+
k′ ] = δkk′ , (4.339)

[dk, ek′ ] = [dk, e
+
k′ ] = 0, (4.340)

[ck, ck′ ] = [ek, ek′ ] = 0. (4.341)

As equações 4.333-4.341 levam à interpretação de que d+
k , dk, e

+
k e ek são os ope-

radores de criação e aniquilação de quanta de excitações coletivas magnetoelásticas, ou

excitações h́ıbridas de mágnon-fônon, com energias ~ωd(k) e ~ωe(k). Observamos que

longe da região de cruzamento, ou seja, onde a diferença entre as frequências de mágnon

e fônon é muito maior do que a separação dos dois ramos |ωf − ωm| � σk, temos os

seguintes limites:{
ωf > ωm

(vk −→ 0)

{
ωd −→ ωf

(dk −→ ck)

{
ωe −→ ωm

(ek −→ bk)
(4.342)

e {
ωm > ωf

(vk −→ 0)

{
ωd −→ ωm

(dk −→ −ibk)

{
ωe −→ ωf

(ek −→ −ick).
(4.343)

Com as transformações definidas acima foi posśıvel diagonalizar o Hamiltoniano total

de modo a definir o comportamento mágnon-fônon em um campo magnético variável no

espaço.

4.3.1.7 Auto-estados do sistema mágnon-fônon

Os estados estacionários do Hamiltoniano 4.333 podem ser obtidos através da aplicação

de integrais de potências dos operadores de criação para o estado de vácuo. Os únicos
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estados do modo podem ser escritos na forma normalizada como

|ndk〉 =
(d+
k )nk√
(ndk)!

|0〉 , (4.344)

|nek〉 =
(e+
k )nk√
(nek)!

|0〉 . (4.345)

Os números médios de ocupação de mágnons e de fônons são dados por

〈ndk
∣∣b+
k bk |ndk〉 = 〈nek

∣∣c+
k ck |nek〉 = v2

knk, (4.346)

e

〈ndk
∣∣c+
k ck |ndk〉 = 〈nek

∣∣b+
k bk |nek〉 = u2

knk, (4.347)

que estão de acordo com os limites dados pelas expressões 4.342 e 4.343. Nota-se também

que, desde então, o número médio de mágnons mais o número médio de fônons em qual-

quer estado é o número total dos quanta magnetoelásticos nesse estado. Os estados

estacionários 4.346 e 4.347 também podem ser expandidos em termos de auto-estados de

mágnons puros e fônons puros. Como discutido na seção de auto-estados do Hamiltoniano

magnético, estes estados têm número quântico bem definido e fase incerta. Ondas magne-

toelásticas coerentes deve ter fase bem definida e envolve um grande e incerto número de

mágnons e fônons. Afim de estabelecer uma correspondência entre ondas magnetoelásticas

clássica e quântica é preciso usar os estados coerentes magnetoelásticos, definidos como

os auto-estados dos operadores de aniquilação

dk |αdk〉 = αdk |αdk〉 , (4.348)

ek |αek〉 = αek |αek〉 . (4.349)

Estes auto-estados podem ser expandidos em termos dos auto-estados do hamiltoniano

|αdk〉 = e−
|αdk|

2

2

∑
ndk

(αdk)
ndk√

(ndk)!
|ndk〉 (4.350)

e

|αek〉 = e−
|αek|

2

2

∑
nek

(αek)
nek√

(nek)!
|nek〉 (4.351)

e eles possuem magnetização e componentes de deslocamento elástico com fase bem defi-

nida como esperado para uma onda clássica.
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4.3.1.8 Eficiência da conversão mágnon-fônon

Se o campo magnético varia no espaço, os operadores de mágnon e de fônon não têm

dependência espacial do tipo exp(i~k·~r) como discutido nas seções anteriores. A quantidade

~k não tem o significado de vetor de onda de uma função periódica, mas sua relação com

o momento ainda é válida, ~p = ~~k, assim como a da energia ω(r) = E(r)/~. Além disso,

uma vez que as transformações usadas para definir bk e ck não envolveremos quantidades

dependentes do espaço, esses operadores não são funções expĺıcitas do espaço. Contudo,

para um campo magnético (H(~r)) com qualquer dependência no espaço, podemos obter a

evolução espacial dos operadores de mágnons e fônons usando as equações de Heisenberg

e observando que d〈A〉/dt ≡ vd〈A〉/dr. Dito isso, reescrevemos o hamiltoniano do sistema

mágnon-fônon para um campo magnético variando no espaço,

HTo = ~
∑
k

[
ωm(~r)b+

k bk + ωfc
+
k ck +

iσk
2

(
b+
k ck − c

+
k bk
)]

=

~
∑
k

[
ωd(~r)d

+
k dk + ωe(~r)e

+
k ek
]
. (4.352)

Usando as equações de movimento obtidas em 4.322, 4.323 e 4.324 para a polarização

circular positiva (+), encontramos em termos dos valores esperados dos operadores de

aniquilação bk e ck, respectivamente,

vm
d〈bk〉
dr

= −iωm(~r)〈bk〉+
σk
2
〈ck〉, (4.353)

vf
d〈ck〉
dr

= −iωf〈ck〉+
σk
2
〈bk〉. (4.354)

As equações de movimento para os operadores magnetoelásticos de modo normal

podem ser obtidos a partir 4.335, 4.353 e 4.354. Neste caso, é preciso notar que as

derivadas parciais dos valores esperados dos operadores dk e ek em relação ao espaço não

são zero. De modo escrevemos

vdk
d〈dk〉
dr

= −iωdk(r)〈dk〉 − iβk(r)〈ek〉, (4.355)

vek
d〈ek〉
dr

= −iωek(r)〈ek〉 − iβk(r)〈dk〉. (4.356)

onde β(~r) é um parâmetro aproximadamente proporcional à taxa de variação espacial do

campo magnético H ′ ≡ ∇ · ~H,

β(r) =
v3
ptMSρ

πb2
2

H ′(r), (4.357)
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na região de campo cŕıtico β(~r) −→ ω, de modo que

H ′crit =
πb2

2ω

MSρv3
pt

. (4.358)

Observamos que se H ′ = 0 e β = 0, as equações para dk e ek não estão acopladas

entre si. Neste caso, os estados correspondentes aos dois ramos positivos do diagrama

de dispersão são ortogonais um ao outro em qualquer posição do espaço. No entanto,

se β 6= 0 pode se acoplar as excitações dos dois ramos. As equações anteriores foram

formuladas usando a abordagem de Heisenberg, que é caracterizada aqui por operadores

com dependência espacial e um vetor de onda dependente do espaço. Portanto, se o

sistema estiver inicialmente em um estado para o qual os valores esperados de mágnons e

fônons não são zeros, a evolução dos valores esperados é regida pelas equações 4.353-4.358.

Embora as equações 4.353 e 4.354 sejam equações de valores médios dos operadores,

seu carácter linear significa que elas podem ser resolvidas em termos de equações lineares

de números complexos como feito para um campo variando no tempo [21]. Nós escrevemos

suas soluções na forma {
〈bk(r)〉 = q(r)〈bk(r1)〉+ p(r)〈ck(r1)〉,
〈ck(r)〉 = s(r)〈bk(r1)〉+m(r)〈ck(r1)〉.

(4.359)

onde a invariância da energia implica que

|q|2 + |s|2 = 1, |p|2 + |m|2 = 1, qp∗ + sm∗ = 0. (4.360)

As condições iniciais em r = r1 são

q(r1) = m(r1) = 1, p(r1) = s(r1) = 0. (4.361)

Das equações 4.353, 4.354 e 4.359, obtemos para duas das funções,

vm
dq(r)

dr
= −iωmq(r) +

σk
2
s(r), (4.362)

vf
ds(r)

dr
= −iωfs(r)−

σk
2
q(r). (4.363)

Similarmente, com as equações 4.355 e 4.356{
〈dk(r)〉 = X(r)〈dk(r1)〉+W (r)〈ek(r1)〉,
〈ek(r)〉 = Y (r)〈dk(r1)〉+ Z(r)〈ek(r1)〉.

(4.364)

onde

|X|2 + |Y |2 = 1, |W |2 + |Z|2 = 1, XW ∗ + Y Z∗ = 0, (4.365)
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com as seguintes condições iniciais,

X(r1) = Z(r1) = 1, W (r1) = Y (r1) = 0. (4.366)

Analogamente obtemos,

vdk
dX(r)

dr
= −iωdkX(r)− iβkY (r), (4.367)

vek
dY (r)

dr
= −iωckY (r)− iβkX(r). (4.368)

Com as equações 4.352-4.366 pode-se calcular a evolução espacial de qualquer quan-

tidade de interesse no sistema mágnon-fônon acoplado para um campo variável no espaço

com condições iniciais dadas. Por exmplo, suponhamos que, no instante r1, temos no

sistema uma excitação de mágnons puro caracterizada por um estado |χ0〉 . Esta é apenas

uma aproximação porque não é posśıvel ter uma excitação de mágnons sem interação

com os fônons. No entanto, se ~k estiver muito longe da região de cruzamento, esta apro-

ximação pode ser muito boa. Se após r1, o campo aplicado varia no espaço, haverá uma

transferência de momentos angulares lineares e angulares (S) para excitações de fônons,

conforme revelado pelas equações 4.353 e 4.354. Uma vez que a soma do mágnon e do

fônon significa que os momentos são conservados, é conveniente definir uma eficiência de

conversão do estado do mágnon para o estado do fônon como a relação entre os momentos

médios, seja linear ou angular, nos dois estados. Usando 4.353 e 4.354 e considerando que

〈χ0 |ck|χ0〉 = 〈χ0

∣∣c+
k ck
∣∣χ0〉, encontramos a eficiência de conversão mágnon-fônon (ηmf )

em termos do momento angular de spin [21, 28] ou através da energia usando os números

quânticos (ni),

ηmf (r) =
〈Sf (r)〉
〈Sm(r1)〉

=
nf (r)

nm(r1)
= |s(t)|2. (4.369)

Observe que isso é válido para qualquer estado de magnon |χ0〉 . Analogamente,

vemos que, se o sistema estiver inicialmente em um estado de fônon, a eficiência de

conversão de fônon-mágnon é dada por |p(r)|2. Da mesma forma, podemos definir um fator

de conversão para as duas excitações magnetoelásticas do modo normal, que representa a

transferência de momentos entre os dois ramos. Pode-se mostrar que

ηde(r) =
〈Se(r)〉
〈Sd(r1)〉

= |Y (t)|2 (4.370)

e

ηed(r) =
〈Sd(r)〉
〈Se(r1)〉

= |W (t)|2, (4.371)

que são válidas para condições análogas às utilizadas para derivar 4.369. Para obter

4.370, assumimos que o sistema está inicialmente em estado puro dk, e para 4.371 está
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inicialmente em estado puro ek.

Os sistemas de equações lineares 4.362-4.363 e 4.367-4.368, não podem ser resolvi-

dos para uma dependência geral do campo variando no espaço. No entanto, é posśıvel

encontrar sua solução para casos espećıficos de interesse. No caso de um campo que va-

ria lentamente, isto é, em uma aproximação adiabática, é conveniente trabalhar com as

equações 4.355-4.356 e 4.367-4.368, porque neste caso o acoplamento entre os modos dk

e ek é pequeno. Agora consideremos que o sistema está inicialmente em um estado de

mágnon no ramo dk e o campo aumenta de modo que a frequência passa pela região de

cruzamento. A eficiência de conversão mágnon-fônon é, portanto, dada por 1− |W (r)|2.

A solução de 4.367-4.368, no limite onde γvftH
′
cruz � σ2

k (ou H ′cruz � H ′crit), é idêntica à

solução das equações semi-clássicas para um problema semelhante [16, 19],

ηmf |Forte = 1− |W (∞)|2 ≈ 1− π2e(−H′crit/H′cruz), (4.372)

onde H ′cruz é o valor absoluto do gradiente de campo no momento em que as frequências

de mágnon e fônon se cruzam e

H ′crit =
πσ2

k

2γvft
, (4.373)

é um gradiente de campo cŕıtico avaliado na frequência de excitação da onda. Ou-

tra situação de interesse é a mudança súbita do campo, caracterizada pela condição

γvftH
′
cruz � σ2

k (ou H ′cruz � H ′crit). Neste caso, o acoplamento entre os modos dk e

ek é forte, de modo que seu caráter de modos quase-normais perde o significado. No en-

tanto, neste caso, o acoplamento entre os operadores de mágnon e de fônon é pequeno e as

equações 4.353-4.354 e 4.362-4.363 podem ser resolvidas aproximadamente. Novamente é

posśıvel determinar a eficiência de conversão, que neste caso é dada por |s(r)|2, onde s(r)

é uma solução das equações para s e q que são idênticas a 4.362 e 4.363. A analogia com

o caso semiclássico dá imediatamente [16, 19],

ηmf |Fraco = |s(∞)|2 ≈ H ′crit
H ′cruz

. (4.374)

É importante ressaltar que se tomarmos,

ηmf |Forteτ ′=0 = 1− π2, (4.375)

onde τ ′ = H ′crit/H
′
cruz, temos em primeira ordem,

ηmf |Forte1aordem = 1− π2 + π2

(
H ′crit
H ′cruz

)
, (4.376)

onde a primeira ordem significa que expandimos a função exponencial da expressão 4.372
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em primeira ordem. Com as expressões 4.375 e 4.376 pode escrever,

ηmf |Fraco =
ηmf |Forte1aordem − ηmf |Forteτ ′=0

π2
≈ H ′crit
H ′cruz

, (4.377)

o que reforça o fato da conversão ser fraca quando H ′cruz � H ′crit.

4.4 Resultados experimentais de conversão mágnon-fônon

Os fenômenos envolvendo ondas de spin, as excitações coletivas de spin em materi-

ais magnéticos, atráıram a atenção por várias décadas devido às suas propriedades f́ısicas

desafiadoras e potenciais aplicações no processamento de sinal na faixa de frequência de

micro-ondas (GHz). Esse fato, juntamente com os desenvolvimentos cont́ınuos em estru-

turas h́ıbridas magnéticas e observações de novos efeitos f́ısicos, fizeram da spintrônica de

mágnon um campo de pesquisa ativo e excitante [34]. Devido às propriedades magneto-

estritivas dos materiais, as deformações elásticas nos cristais alteram a energia dos spins.

Por outro lado, as mudanças na configuração de spin modificam a energia elástica. Como

consequência, se uma onda de spin em uma rede de um cristal tiver uma frequência e

um vetor de onda próximos das de uma onda elástica, elas podem se acoplar fortemente

para formar uma onda magnetoelástica ou uma excitação mágnon-fônon h́ıbrida, como

discutido antes.

As ondas magnetoelásticas com frequência de alguns GHz foram amplamente es-

tudadas há várias décadas no YIG (Y3Fe5O12), um material-chave para a spintrônica

de mágnons, graças às suas propriedades magnéticas e elásticas únicas [35]. Recen-

temente, com o desenvolvimento de novas estruturas de materiais para spintrônica de

mágnons, houve um ressurgimento do interesse no acoplamento entre excitações de spin

e ondas elásticas, e novos fenômenos foram revelados, tais como: spin pumping com

ondas elásticas [36, 37]; excitação de onda de spin por ondas elásticas em interfaces

magnética/não magnética [38, 39]; estruturas de filmes finos para estudar o efeito spin

Seebeck dependente do campo magnético, devido à correspondência de energia e mo-

mento do sistema mágnon-fônon [40]; observação direta do acoplamento mágnon-fônon

em isolantes magnéticos por espalhamento inelástico de nêutrons [41]; transporte não local

de mágnon-polaron em YIG [42, 43] e condensação de Bose-Einstein de quasi-part́ıculas

magnetoelásticas à temperatura ambiente [44].

Iniciaremos esta seção considerando as relações de dispersão obtidas pela equação de

Damon-Eshbach (equação 4.54). Discutiremos nossas medidas com micro-ondas pulsada

feitas em um filme de YIG com campo uniforme e não uniforme na condição de propagação

de ondas de superf́ıcie.
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4.4.1 Excitação e propagação de ondas de spin usando micro-ondas pul-
sada

Afim de analisarmos as relações obtidas pela equação 4.54 em θk = 0◦ e θk = 90◦,

tomamos os seguintes parâmetros para um filme de YIG: HA = 7, 8 Oe; 4πMS = 1,76 kG;

γ = 2,8 GHz/kOe; campo magnético aplicado de H = 0,555 kOe; dimensões do filme Lz

= 2 × Lx = 12 mm2 no plano do filme e espessura t = 8 µm. Calculamos as relações de

dispersão numericamente usando a equação 4.54 com nx = 1, sendo kx = nxπ/Lx (modo

de volume) e com nz = 1 sendo kz = nzπ/Lz (modo de superf́ıcie) como mostra a Figura

46.
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Figura 46 – Relações de dispersão de ondas magnetostáticas em azul calculadas usando a
equação 4.54 para o modo de volume com nx = 1 e para o modo de superf́ıcie com nz = 1.
A curva em preto representa a expressão 4.57 usando os mesmos parâmetros considerados nas
outras relações de dispersão para o filme de YIG. A reta marrom é uma representação para k
constante na frequência de 3,4 GHz.

A relação de dispersão descrita pela curva preta na Figura 46 foi obtida usando

a equação 4.57 com ωH = γH e ωM = γ4πMS para um filme infinito. Notamos que ela

praticamente não difere da expressão obtida usando a equação 4.54 com nz = 1 em toda a

faixa de k analisada. Com essa análise fica demonstrado que a relação de dispersão obtida

por nós usando a teoria quântica serve muito bem para descrever a região de vetor de
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onda pequeno (k < 103 cm−1). Para vetores de onda grande podemos ver pela Figura 47,

usando a equação 4.54 de Damon-Eshbach com ωH = γ(H+Dk2 +HA), D = 5, 4× 10−12

kOe.cm e θk = π/2, que para vetores de onda grandes k > 103 cm−1 as relações de

dispersão são idênticas para diferentes modos magnetostáticos. A curva em vermelho

representa a relação de dispersão obtida com a expressão 4.57 com ωH = γ(H+Dk2 +HA)

e usando os parâmetros descritos anteriormente.
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Figura 47 – Relações de dispersão de ondas magnetostáticas com ωH = γ(H + Dk2 + HA)
para diferentes modos de superf́ıcie, evidenciando que para vetores de ondas grandes (k > 103

cm−1) o comportamento entre modos é similar.

Os resultados apresentados mostram que podemos usar a expressão obtida pela teo-

ria quântica para vetores de onda pequenos e grandes. Todas as nossas experiências foram

realizadas à temperatura ambiente. A configuração experimental para as experiências ini-

ciais é mostrada na Figura 48, onde a amostra é um filme de YIG com espessura de 8

µm, crescido em um substrato de granada de gadoĺınio gálio (GGG) por epitaxia em

fase ĺıquida e cortada na forma de uma tira com dimensões 2 × 12 mm2 e parâmetros

descritos acima. O filme de YIG é magnetizado à saturação por um campo magnético

estático uniforme com intensidade H aplicado no plano do filme, na direção transversal

ao comprimento do filme. Nesta configuração, o filme suporta a propagação de ondas de

spin magnetostáticas de superf́ıcie (surface magnetostatic spin waves - SMSW) ao longo
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do seu comprimento [45]. Duas antenas de cobre fino perto das extremidades do filme são

usadas para excitar e detectar pacotes de ondas de spin com frequência de micro-ondas.

Os pulsos de radiação de micro-ondas com frequência 3,4 GHz, potência de pico de 20

mW, duração 25 ns e taxa de repetição de 10 kHz são produzidos por um modulador

de diodo PIN na sáıda do gerador de micro-ondas e direcionado para uma das antenas.

Através de medidas de pulsos de micro-ondas com duração de 25 nanosegundos analisamos

a excitação e propagação de pulsos de ondas de spin no regime magnetostático, com uma

amostra de YIG com as dimensões e parâmetros descritos acima. Os dados resultantes

dessas medidas estão nas Figuras 49 e 50.

x

z

Figura 48 – Montagem ilustrativa do aparato feito para se medir a propagação de pulsos de
ondas de spin em um filme de YIG.

A componente do campo magnético de rf gerado na amostra pela antena está per-

pendicular ao campo estático, excitando pacotes coerentes de onda de spin [32, 33] com

números de ondas baixos (k < 103 cm−1) que se propagam ao longo do filme de YIG na

configuração do modo magnetostático de superf́ıcie de menor ordem. O pacote de onda

se propaga com uma certa velocidade de grupo e atinge a outra extremidade do filme

onde produz um pulso de rf na antena receptora com um tempo de atraso que varia com

o valor do campo estático H. O pulso é amplificado com um amplificador de banda larga
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Figura 49 – Propagação de um pulso de onda de spin no regime magnetostático. Os três sinais
representam o pulso medido em tempos de atraso diferentes.

e detectado com um diodo de barreira Schottky para que o envelope do pulso de sinal

de micro-ondas possa ser observado em um osciloscópio, digitalizado e armazenado como

apresentado nas Figuras 49 e 50. No intervalo de potência utilizado nas experiências,

as amplitudes de pulsos detectados variam linearmente com a potência. As curvas sólidas

nas Figuras 50 (c) e (d) são os cálculos numéricos feitos considerando os parâmetros

descritos acima com a expressão 4.57. O tempo de atraso do pacote de onda pode ser

calculado com τ = Lx/vg, onde vg = ∂ωm(k)/∂k é a velocidade de grupo, Lx é a distância

entre as duas antenas e ωm(k) = 2πfk a frequência do mágnon. O único parâmetro

ajustável é o campo de anisotropia, HA = 7,8 Oe. À medida que o campo aumenta, o

número de onda diminui e a largura finita da tira de filme resulta em modos discretos com

pequenas mudanças de frequência [28, 45, 46]. Os dados da variação do vetor de onda em

função do campo magnético foram obtidos considerando o ajuste da Figura 50 (c). O

bom ajuste na Figura 50 (c) evidência o acordo entre teoria e experimento.

Observamos também que à medida que o campo diminui, a amplitude do pulso

transmitido diminui rapidamente, como mostrado nas Figuras 49 e 50 (b). Isto é

devido a dois efeitos: (i) o campo decrescente corresponde a atrasos de tempo maiores

e, portanto, maior amortecimento da onda de spin durante a propagação, resultando em

uma amplitude de pico A(t) ∝ exp(−2ηkt), onde ηk é a taxa de relaxação da onda de

spin; (ii) à medida que o campo diminui, o número de onda da onda excitada aumenta e
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Figura 50 – Dados obtidos com a propagação do pulso de onda de spin em filme de YIG, com
f = 3,4 GHz. A propagação ocorre perpendicularmente ao campo magnético H. (a) Amplitude
do pulso em função do tempo de atraso da onda de spin; (b) Amplitude em função do campo
magnético uniforme (H); (c) Tempo de atraso do pacote de onda de spin versus campo H e
comparação com valores calculados; (d) Número de onda resultante do ajuste feito na Figura
50 (c).

a força da excitação pela antena de fio diminui [46].

O painel esquerdo na Figura 51 mostra a relação de dispersão da onda de spin

na região de pequenos números de onda, k < 103 cm−1, para H = 0, 555 kOe, calculada

com a expressão para ondas de spin magnetostáticas de superf́ıcie [3, 46] estendida para

a região onde a energia de troca se torna importante [22], ou seja, a expressão 4.233, a

saber

ωm(k) = ±
√
ω2
H(k) + ωMωH(k) +

ω2
M

4
(1− e−2tk). (4.378)

onde ωM = γ4πMs, ωH = γ(H(r) +HA +Dk2), γ é a razão giromagnética (2,8 GHz/kOe

para o YIG), 4πMS é a magnetização de saturação (1,76 kG para o YIG à temperatura

ambiente), HA é o campo de anisotropia, D é o parâmetro de troca, t é a espessura do

filme de YIG e H = 0,555 kOe. Podemos ver que à medida que o campo aumenta, a
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velocidade de grupo dada pela inclinação da curva diminui, resultando em atrasos de

tempo mais longos. Isto é claramente visto nos traçados do osciloscópio das medidas

resolvidas no tempo mostradas na Figura 49 para uma frequência de condução de 3,4

GHz. O pulso inicial grande na esquerda corresponde à transmissão eletromagnética direta

entre as antenas de excitação e de captação. O pico atrasado é o pulso correspondente ao

sinal transmitido pelo pacote de onda de spin propagante que tem velocidade de grupo

várias ordens de magnitude menores do que as ondas eletromagnéticas no vácuo.

O painel direito da Figura 51 mostra que, à medida que o número de onda aumenta

para o alcance de k ∼ 105 cm−1, a relação de dispersão de mágnons cruza a dos fônons
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Figura 51 – Relação de dispersão (frequência versus número de onda k) calculada para ondas
de superf́ıcie magnetostáticas (painel esquerdo) que se propagam perpendicularmente ao campo
aplicado no plano do filme em uma tira de filme de YIG com espessura de 8 µm para um
campo magnético H = 0,555 kOe. A velocidade de grupo do pacote de onda de spin é dada
pelo gradiente na frequência 3,4 GHz, indicado pela linha horizontal. O painel direito mostra
a relação de dispersão para números de onda maiores, onde a frequência da onda de spin e a
frequência de onda elástica são semelhantes, dando origem a onda magnetoelástica.

acústicos transversais. Devido à interação magnetoelástica, [14, 24, 47], em vez de cru-

zamento, as duas relações de dispersão se dividem, dando origem a dois ramos separados

que caracterizam modos normais independentes. Os dois ramos da relação de dispersão
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são dados pela expressão 4.336 [19, 21, 48, 49], ou seja, por

ωd(k) =
ωf + ωm

2
+ ωS, ωe(k) =

ωf + ωm
2

− ωS, (4.379)

ωS =

√
ω2
δ +

σ2
k

4
, ωδ =

(ωf − ωm)

2
, (4.380)

onde ωm é a frequência do mágnon, dada pela equação 4.378, ωft = vftk é a frequência

do fônon acústico transversal com velocidade dada por vft =
√
µt/ρ, µt é o módulo de

cisalhamento apropriado, ρ é a densidade média de massa e σk = b2

√
2γk/ρvftMS é

um parâmetro que expressa o acoplamento entre mágnon e fônon, sendo b2 a constante

de interação magnetoelástica [14, 28]. As duas curvas de dispersão no painel direito da

Figura 51 foram calculadas com as equações 4.378-4.380 com os parâmetros para o YIG

[21, 28, 48] citados anteriormente e H = 0,555 kOe. Conforme indicado pelas letras

m e f na Figura 51, longe da região de cruzamento, as excitações são essencialmente

mágnons ou fônons puros. Perto do cruzamento, as excitações elementares são ondas

magnetoelásticas, contendo uma mistura magnética e elástica em magnitude comparável.

As ondas magnetoelásticas podem ser geradas por ondas de spin em condições ideais se

a amostra estiver sujeita a um campo magnético que varia no tempo ou no espaço como

na Figura 52.

Figura 52 – Esquema da amostra com dois pequenos ı́mãs permanentes que criam um campo
magnético não uniforme. As medidas são feitas com a aplicação de um campo uniforme H
transversalmente à dimensão longa da tira de filme que se adiciona ao campo magnético dos
ı́mãs.
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Em um meio espacialmente uniforme, as ondas magnetoelásticas com k ∼ 105 cm−1

não podem ser excitadas diretamente com fônons de micro-ondas com números de onda

na faixa k ∼ 103 cm−1 porque o processo de excitação deve obedecer à conservação de

momento. No entanto, se uma onda de spin se propagar em um campo espacialmente não

uniforme, sua frequência permanece constante enquanto o número de onda muda de acordo

com o valor local da intensidade do campo [19]. Por outro lado, se a propagação ocorre em

um campo espacialmente uniforme que varia rapidamente no tempo, o número de onda

permanece constante enquanto a frequência varia de acordo com o campo [21, 48]. Os

fenômenos que envolvem a conversão de ondas de spin em ondas magnetoelásticas foram

amplamente estudados em amostras de YIG bulk com a forma de cilindros e discos que

possuem campos internos de variação espacial resultantes do efeito desmagnetizante [19,

48, 50-52].

Em um filme de YIG, foi demonstrado que as ondas de spin se propagam com

frequência constante e número de onda variável se o campo externo aplicado não for uni-

forme, como o criado por dois pequenos ı́mãs (como na Figura 53) [53]. Os experimentos

da referência [53] foram realizados com o campo aplicado ao longo do comprimento maior
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Figura 53 – Campo magnético dos pequenos ı́mãs ao longo do eixo da tira de filme. Os
śımbolos representam os valores medidos usando uma sonda de efeito Hall de um gausśımetro
comercial montado em um sistema de translação e as curvas sólidas são ajustes polinomiais.
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do filme, em uma configuração onde as ondas de spin excitadas são modos magnetostáticos

de volume (backward volume magnetostatic modes - BVSW) [3, 45, 46]. Resulta que, na

relação de dispersão para BVSW, a frequência diminui inicialmente com o aumento de

k, passa por um mı́nimo e depois aumenta devido ao efeito da energia de troca. Neste

caso, a velocidade de grupo é negativa para k pequeno e desaparece no fundo da relação

de dispersão, de modo que uma onda de propagação BVSW não passa pelo mı́nimo e

não pode alcançar a região magnetoelástica. Na configuração para a onda magnetostática

de superf́ıcie como na Figura 54 (b), onde o campo é perpendicular à direção de pro-

pagação, a velocidade de grupo é positiva para qualquer número de onda. Neste caso, um

pacote de onda de spin lançado em uma tira de filme de YIG sob um campo magnético

espacialmente não uniforme pode propagar-se com uma mudança cont́ınua no número de

onda e ser convertido em uma onda elástica.
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Figura 54 – Relações de dispersão em três posições da faixa do filme de YIG, indicada em (a),
mostrando o número de onda local correspondente a uma frequência 3,4 GHz em cada posição,
e a natureza da excitação, mágnon (m) ou fônon (f).

Os experimentos iniciais descritos aqui foram realizados com excitação por micro-

ondas pulsada, com a mesma configuração e amostra descrita anteriormente. A diferença

é que agora o filme de YIG está sujeito a um campo magnético externo uniforme variável

produzido por um eletróımã ao qual é adicionado o campo criado por dois ı́mãs perma-
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Figura 55 – (a) Tempo de atraso medido do pacote de ondas magnetoelásticas versus campo
H à frequência de 3,4 GHz e comparação com valores calculados. (b) Amplitude medida do
sinal do pacote de ondas magnetoelásticas detectado em relação ao campo H na frequência de
3,4 GHz.

nentes de NdFeB ciĺındricos, como mostrado na Figura 52 . A variação do campo não

uniforme Hnu(xL) ao longo da tira do filme pode ser variada alterando o espaço entre os

ı́mãs. A Figura 53 mostra o perfil de campo ao longo do eixo da tira, para distâncias

de 20 mm, 26mm e 36 mm entre os ı́mãs, medido com uma sonda de efeito Hall de um

gausśımetro comercial montado em um sistema de translação. A curva sólida vermelha na

Figura 53 representa o ajuste polinomial que foi utilizado para os cálculos da conversão,

Hnu(xL) = 0, 026 + 0, 72x2
L + 0, 64x4

L kOe (xL em cm).

A Figura 54 (a) mostra a variação do campo ao longo da tira de filme para H =

0,24 kOe, e as curvas de dispersão nas Figuras 54 (b), (c) e (d), ilustram o processo de

conversão mágnon-fônon. O campo de micro-ondas da antena de lançamento excita um

pacote de onda SMSW (mágnons) com frequência f = 3,4 GHz e número de onda k ∼
103 cm−1 em uma extremidade da tira. À medida que o pacote de onda se propaga para a

outra extremidade, o campo local diminui para que o número de onda se mova em direção

à região de cruzamento. A parte elástica da onda magnetoelástica aumenta até o valor

atingir k = 2πf/vft quando o pacote é essencialmente uma onda elástica (fônons). Após

o pacote passar pelo meio da tira, o campo local aumenta e ocorre o processo inverso, de

modo que, na outra extremidade da tira, a precessão da magnetização da onda de spin
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Figura 56 – Tempos de atraso e amplitudes medidos do pacote de ondas versus campo H à
frequência de 3,4 GHz e comparação com valores calculados numericamente para duas distâncias
entre os dois pequenos ı́mãs permanentes: 26 e 32 mm.

com k ∼ 103 cm−1 induz um sinal de tensão na antena de detecção.

Os śımbolos na Figura 55 (a) representam as medidas do tempo de atraso do pacote

de onda em função do campo aplicado H para 3,4 GHz. O atraso diminui com o aumento

do campo devido ao aumento da velocidade de grupo da onda de spin, mas mostra uma

anomalia em H ∼ 0, 325 kOe, atribúıda à conversão mágnon-fônon que ocorre perto do

meio da tira, conforme ilustrado na Figura 54 (d). Isso é confirmado pela comparação

dos dados com a teoria. A curva sólida na Figura 55 (a) representa o atraso calculado

numericamente usando a velocidade de grupo das ondas magnetoelásticas obtidas com as

equações 4.378-4.380, enquanto a curva tracejada representa o cálculo feito considerando

apenas a condição de dispersão para mágnons na equação 4.378, ou seja, negligenciando

qualquer dependência que represente interação com os fônons. O programa utilizado
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encontra-se no Apêndice B. O bom acordo entre dados com os cálculos considerando a

dispersão magnetoelástica é uma forte indicação da conversão mágnon-fônon no campo

não uniforme. A Figura 55 (b) mostra a dependência da amplitude do sinal do pacote de

onda com o campo magnético externo H, exibindo uma anomalia que indica a conversão

mágnon-fônon.

A anomalia apresentada nos dados da Figura 55 (a) é uma forte evidência da

conversão, isso por que fizemos medidas em outras distâncias entre ı́mãs (maiores que 20

mm) e nenhuma anomalia foi observada. Na Figura 56 mostramos os tempos de atraso e

as amplitudes medidas para as distâncias entre ı́mãs de 26 e 32 mm. As curvas sólidas são

ajustes numéricos feitos usando a equação 4.378, ou seja, desconsiderando qualquer termo

que represente dependência com ondas elásticas. O bom ajuste dos gráficos de tempo de

atraso em função do campo magnético aplicado, mostram que não existe evidência de

conversão mágnon-fônon. Para os ajustes numéricos usamos os dados descritos acima

para o filme de YIG com frequência fixa em 3,4 GHz. De certo modo, os resultados para

as distâncias 26 e 32 mm já era esperado, isso por que essas distâncias entre ı́mãs, não

produzem um gradiente de campo para fazer com que a conversão ocorra. É necessário

para que haja conversão que o campo magnético não uniforme produza vetores de ondas

da ordem do vetor de onda do fônon.

4.4.2 Experimentos de conversão mágnon-fônon resolvidos em número de
onda com espalhamento de luz Brillouin

Agora relataremos de forma clara experiências que demonstram a conversão de

mágnons gerados por um campo de micro-ondas em fônons em um filme de YIG sob

um campo magnético não uniforme. Utilizamos o espalhamento de luz Brillouin (BLS)

resolvido por vetor de onda para medir a dependência em campo do sinal gerado pela

condução cont́ınua de micro-ondas (CW), em várias posições do filme sob um campo

magnético não uniforme. A comparação das medidas com cálculos numéricos confirma

que a conversão mágnon-fônon ocorre com energia constante e momento linear variável.

As medidas BLS também revelam que a luz espalhada por fônons é polarizada circular-

mente, demonstrando que os fônons têm spin.

A Figura 57 (a) mostra esquematicamente a configuração experimental para a

excitação de ondas magnetoelásticas no filme de YIG com radiação de micro-ondas CW e

sua detecção usando espectroscopia BLS. Com este arranjo a conversão de mágnon-fônon

foi confirmada no filme de YIG sob um campo magnético não uniforme usando a dispersão

inelástica de luz Brillouin (BLS) resolvida em vetor de onda. A amostra GGG/YIG foi

metalizada no lado GGG de modo que o raio do laser incidente que passa pelo filme
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Figura 57 – Esquema montado usando espalhamento de luz Brillouin com resolução em vetor
de onda para detecção de ondas magnetoelásticas. (a) Uma antena de fio fino alimentada com
radiação de micro-ondas CW excita a propagação de ondas de spin na tira de filme de YIG sujeita
a um campo magnético não uniforme criado por dois pequenos ı́mãs permanentes sobrepostos
ao campo uniforme do eletróımã. Um filme metálico na parte de trás da tira do filme reflete a
luz do raio laser que é espalhada pelas ondas magnetoelásticas. (b) Ilustração da conservação
do vetor de onda no espalhamento inelástico de luz.

de YIG é refletido pelo filme metálico e é espalhado pelas ondas ao retornar pelo filme

[54, 55]. A luz espalhada coletada e colimada por uma lente objetiva passa através de um

analisador e é direcionada e focada no orif́ıcio de entrada de um interferômetro Fabry-

Perot modo tandem de multipassagens para analisar a frequência. Nesta configuração,

a conservação do vetor de onda, ilustrada na Figura 57 (b), dá o número de onda da

excitação magnetoelástica sondada kmf = 2kLnsenα, onde kL é o número de onda da luz

do laser, n é o ı́ndice de refração e α o ângulo de incidência.

Com o comprimento de onda do laser de 532 nm e o ı́ndice de refração do YIG,

n = 2,2, o número de onda da excitação sondada está relacionado ao ângulo por kmf =

5,197 × 105 senα cm−1. As medidas foram feitas fixando o ângulo e medindo o espectro

BLS para campos variando em etapas de 1 Oe para determinar o campo para amplitude

máxima para cada valor de kmf . Na Figura 58 apresentamos uma medida detalhada dos

espectros t́ıpicos obtidos para diferentes ângulos de incidência do raio do laser. Observa-se
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que a resolução em termos de variação angular e consequentemente em vetor de onda é

bem descritiva e apropriada para a análise feita para a discretização dos vetores de onda.

Os espectros foram obtidos a uma distância de 2,5 mm da antena emissora e potência de

20 mW.
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Figura 58 – Espectros de espalhamento de luz t́ıpicos de ondas excitadas a 6,0 GHz para
diferentes ângulos, com 200 varreduras, 5 ms/canal, a uma distância de 2,5 mm da antena
emissora.

A conversão de mágnons em fônons é demonstrada por medidas de BLS resolvidas

com número de onda como mostrado na Figura 59. As ondas de spin propagantes são

excitadas com micro-ondas de frequência CW em 3,4 GHz e potência de 20 mW, injetadas

na antena de fio em uma extremidade da tira do filme de YIG. A onda excitada se propaga

ao longo da tira de filme e seu número de onda é sondado com BLS em qualquer ponto,

transladando o suporte da amostra. Os dados na Figura 59 foram obtidos com o raio do

laser focado no meio da tira. Uma vez que a frequência é fixa, para um determinado valor

do número de onda, determinado pelo ângulo de incidência, a amplitude da luz espalhada

é máxima para um determinado campo. Assim, ao variar o ângulo do filme e medir a

amplitude dos espectros BLS, obtemos os pontos de dados k versus H representados pelos
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Figura 59 – A dispersão de luz Brillouin resolvida em número de onda demonstra a conversão
mágnon-fônon em um filme de YIG sob um campo magnético não uniforme. Os pontos de
dados no painel principal representam as medidas do campo para a amplitude BLS máxima
para cada valor do número de onda determinado pelo ângulo de incidência. A excitação de
micro-ondas é feita com uma frequência de 3,4 GHz e o raio do laser é focado no meio da
tira de filme de YIG sujeita a um campo magnético não uniforme criado por dois pequenos
ı́mãs permanentes sobrepostos ao campo uniforme do eletróımã. A determinação do campo
para amplitude BLS máxima é ilustrada para três valores do número de onda. As relações de
dispersão correspondentes aos campos dos três pontos mostram que em M a excitação é uma
onda de spin (mágnons), em MF é uma quasi-part́ıcula mágnon-fônon h́ıbrida e em F é um
fônon puro.

śımbolos no painel principal da Figura 59. A curva tracejada representa o cálculo feito

considerando apenas a dispersão de mágnon dada pela expressão 4.378, para frequência

fixa de 3,4 GHz. A curva sólida representa o cálculo feito com a dispersão mágnon-fônon

dada pelas equações 4.378-4.380. O programa utilizado encontra-se no Apêndice B.

Na Figura 59 as medidas de amplitude BLS versus campo e as correspondentes

curvas de dispersão calculadas são mostradas para três pontos de dados. Em M, o campo

para a amplitude BLS máxima determinado pelo ajuste de uma função Lorentziana de

largura de linha ∼ 1 Oe para a amplitude versus H, é H = 0,353 kOe. A relação de

dispersão calculada para este valor de campo em uma frequência de 3,4 GHz dá um

número de onda k = 1,2 × 103 cm−1, que é muito próximo ao valor correspondente
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ao ângulo de incidência de α = 0,15◦. Como pode ser visto na relação de dispersão, a

excitação sondada com este número de onda é uma onda de spin essencialmente pura

(mágnons). Para o ponto MF, o campo para amplitude BLS máximo é H = 0,292 kOe,

o número de onda é k = 3,6 × 104 cm−1, que está próximo da região de cruzamento, de

modo que a excitação tem mistura magnética e elástica. No ponto F, o campo magnético

é H = 0,214 kOe e o número de onda é k = 5,5 × 104 cm−1. Neste caso, a excitação é uma

onda elástica essencialmente pura (fônons), demonstrando a conversão mágnon-fônon no

campo magnético não uniforme. Uma caracteŕıstica da conversão de mágnons em fônons é

a inclinação dos pontos de dados com campo decrescente da curva, calculado apenas com

a dispersão de mágnons (curva tracejada na Figura 59). Se a onda excitada conservasse

somente o caráter magnético, o número de onda aumentaria continuamente com o campo

decrescente. A conversão em fônons resulta na inclinação acentuada devido ao fato de

que a dispersão de fônons não depende do valor do campo magnético.

Em relação às propriedades dos fônons resultantes da conversão de mágnons, de-

monstrada aqui, podemos perguntar se eles possuem spin. Como é bem sabido, quando

um feixe de luz é circularmente polarizado, cada fóton carrega um momento angular de

spin ±~, onde o sinal do momento angular de spin depende do sentido do campo elétrico

[56]. Embora o conceito de spin do fóton esteja firmemente estabelecido e sua medida

tenha sido discutida na literatura há várias décadas, [57, 58] apenas recentemente a possi-

bilidade de que os fônons tenham spin tem sido discutida teoricamente [59, 60]. Os fônons

transversais possuem dois modos normais, ou dois modos ortogonais linearmente polariza-

dos ou dois modos polarizados circularmente com sentidos opostos em polarização de spin.

Os fônons linearmente polarizados têm spin zero, enquanto os fônons polarizados circu-

larmente carregam momento angular de spin, o que é positivo ou negativo dependendo

do sentido de rotação [59, 60].

Como mostrado na referência [28], os fônons que fazem parte dos mágnons são po-

larizados circularmente com o spin no mesmo sentido que a precessão de spin da onda de

spin. Como é bem conhecido, a luz dispersa por fônons linearmente polarizados é line-

armente polarizada, enquanto a luz espalhada inelasticamente por mágnons é polarizada

circularmente [61]. Assim, a polarização da luz espalhada por ondas magnetoelásticas

dá informações sobre o spin da excitação. Utilizamos espectroscopia BLS resolvida em

número de onda para medir o spin das excitações por meio da polarização da luz espa-

lhada. A Figura 60 mostra os pontos de dados do número de onda em relação ao campo

magnético, medidos com frequência de excitação de 6,0 GHz, bem como as curvas trace-

jada e sólida que representam os cálculos feitos com as relações de dispersão de mágnon

puro e magnetoelástica, respectivamente. Usamos aqui uma frequência maior do que na
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Figura 60 – A dispersão de luz Brillouin resolvida em número de onda analisa a polarização
da luz dispersa por ondas magnetoelásticas em um filme de YIG sob um campo magnético não
uniforme. Os pontos de dados no painel principal representam as medidas do campo para a
amplitude BLS máxima para cada valor do número de onda das ondas resultante da excitação
de micro-ondas com frequência de 6,0 GHz. O ponto M corresponde a um mágnon com k =
2,7 × 104 cm−1 em H = 1,142 kOe e o ponto P corresponde a um fônon com k = 9,7 × 104

cm−1 em H = 1,052 kOe. O laser, com polarização na direção vertical (0 graus), é focado em
um ponto na tira de filme de YIG a 2,5 mm da antena de lançamento. As inserções representam
a intensidade do pico BLS medida para os pontos M e F, em código de cor polar, para o ângulo
do analisador variando em passos de 30 graus.

Figura 59 para que os picos BLS estejam mais longe do forte pico de Rayleigh para

tornar as medidas de polarização mais confiáveis.

Os dados na Figura 60 e os cálculos numéricos também foram obtidos com o raio do

laser focado em um ponto distante de 2,5 mm da antena de excitação, de modo a tornar o

sinal maior do que no meio da tira. Os pontos de dados no painel principal da Figura 60

representam as medidas de k versus H feitas como descrito anteriormente. Em cada ponto,

a polarização da luz espalhada pela excitação foi medida no espectro de campo magnético

para máxima amplitude BLS, com o analisador girando em passos de 30 graus. As figuras

circulares na Figura 60 representam a intensidade do pico BLS, em código de cor polar,

para dois números de onda. O ponto M corresponde a um mágnon com k = 2,7 × 104
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cm−1 a H = 1,142 kOe. Como se pode ver na figura correspondente, a intensidade da

luz dispersa não varia com o ângulo do analisador, indicando a polarização circular, como

esperado para mágnons [25, 61]. A outra inserção na Figura 60 mostra a polarização

em código de cor polar para o ponto F, correspondente a um fônon com k = 9,7 × 104

cm−1 a H = 1,052 kOe. Surpreendentemente, a luz espalhada por fônons também está

polarizada circularmente, demonstrando que os fônons criados pela conversão de mágnons

carregam o spin. Este é um resultado importante que tem significado para a interpretação

dos fenômenos spintrônicos envolvendo fônons [28, 61, 62].
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Figura 61 – Os pontos de dados representam as medidas do campo para a amplitude BLS
máxima para cada valor do ângulo de incidência do laser no filme de YIG. A excitação de micro-
ondas é feita com uma frequência de 6,0 GHz e potência de 60 mW, com o raio do laser focado
em um ponto a 2,5 mm de distância da antena de excitação. Uma vez que a tira de filme de YIG
está sujeita a um campo magnético não uniforme criado por dois pequenos ı́mãs permanentes
sobrepostos ao campo uniforme do eletróımã, o número de onda da excitação varia com o campo
externo. As inserções mostram a amplitude do pico BLS medida fixando o ângulo e variando o
campo magnético [(a) e (b)], e fixando o campo e variando o ângulo [(c) e (d)], no ponto M
(a excitação é um mágnon) e em F (a excitação é um fônon).

A Figura 61 mostra as medidas das amplitudes BLS feitas nos dois modos, para

duas situações, uma na qual a excitação é um mágnon (ponto M) e uma na qual é um
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Figura 62 – Os espectros de BLS medidos em um ângulo de incidência de 3◦ correspondente a k
= 2,7 × 104 cm−1, no campo máximo H = 1,142 kOe (ponto M na Figura 60, onde a excitação
é um mágnon). Cada espectro foi obtido para um ângulo diferente do eixo do analisador em
relação à direção vertical da polarização do laser, variando no passo de 30◦, conforme indicado
pelas setas. A excitação da onda de spin é feita por micro-ondas com frequência de 6,0 GHz e
potência de 60 mW.

fônon (ponto F). As duas inserções (a) e (b) fora da curva do ângulo versus campo

magnético foram obtidas fixando o ângulo em α = 3◦ e variando o campo magnético em

etapas de 1 Oe para determinar o campo para amplitude máxima. Como se pode ver,

os dados podem ser muito bem ajustados pelas funções Lorentzianas com largura ∼ 1

Oe para cada ângulo, correspondendo a um valor kmf . Por outro lado, se nós fixamos o

campo e variamos o ângulo [inserções (c) e (d)], os dados de amplitude versus o ângulo

medidos no BLS são ruidosos porque é necessário fazer uma rotação mecânica do suporte

da amostra, o que muda a posição do ponto focal ao longo da tira do filme de YIG e

requer a translação da amostra e reorientação da lente de coleta. Assim, os dados do

experimento foram obtidos fixando o ângulo e variando o campo.

A Figura 62 mostra o espectro BLS medido em um ângulo de incidência de α = 3◦,

correspondente a k = 2, 7×104 cm−1, para amplitude BLS máxima com campo magnético
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Analisador

Amostra

FPI

Figura 63 – Os esquemas de configuração ótica utilizados para as medidas com resolução em
vetor de ondas feitas no BLS.

de H = 1,142 kOe (ponto M na Figura 60, onde a excitação é um mágnon). Cada

espectro foi obtido para um ângulo diferente do eixo do analisador em relação à direção

vertical da polarização do laser. A excitação da onda de spin é feita por micro-ondas com

frequência de 6,0 GHz e potência de 60 mW. O fato da amplitude do pico BLS não variar

com o ângulo é indicativo da polarização circular da luz dispersa. Medidas semelhantes

foram feitas em um ângulo de α = 10, 75◦, correspondendo a k = 9, 7 × 104 cm−1, no

campo para amplitude máxima H = 1,052 kOe (ponto F na Figura 60, onde a excitação

é um fônon). Essas medidas foram usadas para gerar os códigos de cores da figura polar

mostrados na Figura 60.

Para confirmar a polarização circular, introduzimos uma placa de quarto compri-

mento de onda após a lente colectora, com eixos a 45◦ com a polarização do laser vertical.

Usando um analisador após a placa de um quarto de onda, confirmamos que a luz dos

picos de fônons do BLS está realmente polarizada circularmente. A placa de um quarto

de onda tem a propriedade de transformar uma luz polarizada circularmente em linear ou

vice-versa. A Figura 63 mostra os esquemas do sistema óptico usado nas experiências

de dispersão de luz Brillouin. Notamos que a placa de quarto de onda é usada apenas
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Figura 64 – Espectros BLS medidos nos ângulos de incidência de 3◦ e 10, 75◦, nos campos
para amplitudes máximas dos sinais de BLS, respectivamente H = 1,142 kOe (ponto M, onde a
excitação é um mágnon) e H = 1,052 kOe (ponto P, onde a excitação é um fônon). A excitação
da onda de spin é feita por micro-ondas com frequência de 6,0 GHz e potência de 60 mW. Os
espectros medidos para dois ângulos do eixo do analisador colocados após a placa de quarto
de onda, paralelos e perpendiculares à polarização do laser, mostram que a luz espalhada é
polarizada circularmente.

em experimentos para medir a polarização circular da luz espalhada. Na maioria dos

experimentos, a luz espalhada que é coletada pela lente L1 passa somente através do

analisador antes que ela seja focada pela lente L2 no orif́ıcio de entrada do interferômetro

Fabry-Perot (FPI). Em outras palavras, se a luz estiver polarizada circularmente, a placa

a transforma em polarização linear ao longo de um dos eixos, dependendo do sentido

de rotação. A Figura 64 mostra o espectro BLS medido com duas direções do eixo do

analisador (paralelo e perpendicular), para dois números de onda, um correspondente a

mágnon e outro a fônon, conforme indicado na Figura 60. Os resultados confirmam que

a luz espalhada por mágnons e por fônons é de fato polarizada circularmente.
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4.4.3 Detecção do spin do fônon pela conversão mágnon-fônon

Deixamos registrado que nossas experiências demonstram a conversão de mágnons

gerados por um campo de micro-ondas em fônons em uma tira de filme de YIG sob um

campo magnético não uniforme. Foram realizados dois tipos de experiências como discu-

tido nas seções anteriores. Primeiro, fizemos medidas resolvidas no tempo de pacotes de

ondas magnetoelásticas propagantes excitados por radiação de micro-ondas pulsada. Em

seguida, com micro-ondas cont́ınua usando espectroscopia de espalhamento de luz Bril-

louin resolvida por vetor de onda detectamos a conversão mágnon-fônon. A comparação

de ambos os tipos de medidas com cálculos numéricos demonstra que os mágnons são

convertidos em fônons com a mesma frequência e com o número de onda determinado

pela relação de dispersão de fônons. As medidas de BLS também revelam que a luz espa-

lhada por fônons é polarizada circularmente, demonstrando que os fônons têm spin, como

mostrado pelas Figuras 60 e 64. Enfatizamos ainda que mais de 2000 espectros

de espalhamento de luz BLS foram obtidos afim de comprovar o fenômeno.

Aqui foi apresentado as partes que evidenciam o feito.
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5 CONCLUSÃO E PERSPECTIVAS

Os fenômenos que estudamos nesta tese contribúıram para gerar avanços para a área

de magnetismo, em particular na área da spintrônica. As principais contribuições da tese

foram as seguintes:

1- Constrúımos um espectrômetro de ressonância ferromagnética de banda larga

que possibilitaram medidas de absorção de micro-ondas em várias frequências com campo

magnético sem e com modulação. As medidas de spin pumping feitas com o mesmo arranjo

experimental permitiram estudar os mais diversos efeitos de conversão de corrente de spin

em corrente de carga. Com as medidas em filmes de YIG medimos a largura de linha de

filmes com espessura que variaram de 50 nm a bulk (∼ 1 miĺımetros), de modo a observar

uma propriedade muito importante do YIG. Um filme desse material com espessura menor

que 100 nm tende a apresentar apenas um modo magnetostático, que é o modo k ≈ 0.

Duas diferenças importantes são observadas em relação ao espectro de filmes de YIG

com espessura na faixa µm em relação a filmes com espessura na faixa de nm. Para

filmes com espessura em nanômetros cada frequência há apenas uma linha de absorção

ferromagnética, enquanto que nos filmes espessos existem várias linhas correspondentes

aos modos magnetostáticos de spin. Outra diferença é que em filmes com espessuras da

ordem de nm, a amplitude da potência de absorção não varia muito com a frequência,

enquanto que nos filmes grossos a amplitude cai abruptamente à medida que a frequência

diminui abaixo de 3 GHz. A razão é que, no filme fino, o processo não-linear de três

mágnons não tem a coincidência de frequências e ocorre em ńıveis de potência muito

superiores (muito maior que 5 mW).

2- Fizemos as primeiras medidas de geração de corrente de spin através de dois

processos simultâneos: através da precessão da magnetização (spin pumping) ou com

gradiente térmico (spin Seebeck). A geração de corrente de spin por um gradiente térmico

está ligada a caloritrônica de spin, que é tão antiga quanto a eletrônica de spin. As

correntes de spin produzidas em ambos os efeitos (spin pumping e spin Seebeck) têm duas

manifestações. A mais estudada é através da sua conversão em uma corrente de carga na

camada metálica por meio do efeito Hall de spin inverso, que permite a detecção direta por

um sinal de tensão elétrica. A outra é a mudança no amortecimento magnético da camada

ferromagnética. Aqui analisamos estas manifestações e mostramos que é posśıvel medir

os dois efeitos juntos e controlar o amortecimento do material ferromagnético através do
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gradiente térmico.

3- Outro experimento realizado pioneiramente foi a separação do efeito spin Se-

ebeck do efeito Nernst anômalo de um material ferromagnético metálico, isso foi feito

usando uma estrutura do tipo FMM/AFI/MN, onde AFI se refere a um material antifer-

romagnético isolante que bloqueia a corrente de carga, mas permite o fluxo de corrente de

spin. Para analisar nossos dados constrúımos um modelo usando a equação de Boltzmann

com base na função de distribuição de Fermi-Dirac e mostramos que a teoria para descre-

ver o comportamento em um material ferromagnético é similar a usada para descrever o

comportamento dos mágnons em isolantes ferromagnéticos.

4- Através de medidas de spin Seebeck mostramos com um experimento inovador

que um material antiferromagnético isolante produz uma corrente de spin detectável. Em

um material antiferromagnético isolante de duas subredes, as correntes de spin carrega-

das pelos dois modos de mágnons têm direções opostas o que não ocorre em antiferro-

magnéticos uniaxiais, pois na ausência de um campo magnético aplicado, os dois modos

são degenerados, de modo que seus números de ocupação são os mesmos e a corrente de

spin do SSE desaparece. Desse modo, obtivemos resultados de medidas experimentais

de spin Seebeck à temperatura ambiente e campos magnéticos baixos em camadas bem

texturizadas de óxido de ńıquel (NiO) antiferromagnético. A detecção da corrente de spin

gerada pelo gradiente térmico na camada de NiO foi feita por meio do efeito Hall de spin

inverso, nos metais não magnéticos Pt e Ta, no metal antiferromagnético IrMn e no metal

ferromagnético permalloy.

5- Os experimentos e a teoria desenvolvida no quarto caṕıtulo mostraram através

de experimentos com micro-ondas pulsada e CW que o fônon tem spin. Um dos questi-

onamentos que se faz sobre o comportamento de part́ıculas bosônicas é se elas carregam

consigo momento angular de spin. Estudos com fônons geraram até o momento esse ques-

tionamento. Aqui demonstramos de forma pioneira usando a conversão mágnon-fônon que

o fônon possui spin. Além disso, provamos que a polarização do fônon convertido é cir-

cular. O campo magnético com variação espacial foi uma das principais ferramentas para

que esse efeito fosse observado. Com este tipo de campo pudemos excitar mágnons com

vetor de onda da ordem de magnitude do fônon e assim medirmos a conversão. Usando

pulsos de micro-ondas com 25 ns de largura, medimos a dependência do campo magnético

aplicado em função do tempo de atraso do pacote de onda. O atraso diminui com o au-

mento do campo devido ao aumento da velocidade de grupo da onda de spin, mas mostra

uma anomalia em H ∼ 0, 325 kOe, atribúıda à conversão mágnon-fônon que ocorre perto

do meio da tira do filme. Isso é confirmado pela comparação dos dados com a teoria. O

bom acordo entre os dados com os cálculos considerando a dispersão magnetoelástica, é
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uma forte indicação da conversão mágnon-fônon no campo não uniforme.

A conversão de mágnons em fônons foi demonstrada por medidas de espalhamento de

luz Briullouin (BLS) resolvidas com número de onda. As ondas de spin de propagação são

excitadas com micro-ondas de frequência de CW, injetadas na antena de fio fino em uma

extremidade da tira do filme de YIG. A onda excitada se propaga ao longo da tira de filme

e seu número de onda é sondado com BLS em qualquer ponto, transladando o suporte da

amostra. Uma vez que a frequência é fixa, para um determinado valor do número de onda,

determinado pelo ângulo de incidência, a amplitude da luz dispersa é máxima para um

determinado campo. Assim, ao variar o ângulo do filme e medir a amplitude dos espectros

BLS, obtemos os pontos de dados k versus H, de modo que uma análise com a teoria

apresentada confirmou a conversão. A confirmação de que o fônon possui polarização

circular e spin, veio através de medidas variando o ângulo do analisador e medindo a

amplitude dos sinais no BLS. Para tirar qualquer dúvida a respeito das medidas usamos

uma placa de quarto-comprimento de onda antes do analisador. Desse modo evidenciamos

que o fônon têm spin.

5.1 Artigos publicados

Este trabalho de tese permitiu publicarmos alguns artigos em revistas cient́ıficas.

Vale ressaltar que os trabalhos publicados nesta tese com o grupo de magnetismo do

departamento de f́ısica da UFPE abriram novas fontes de pesquisa.

• J. Holanda, D. S. Maior, A. Azevedo, S. M. Rezende, Detecting the phonon spin

in magnon-phonon conversion experiments, Nature Physics 14, 500 (2018).

• J. Holanda, D. S. Maior, O. Alves Santos, L. H. Vilela-Leão, J. B. S. Mendes,

A. Azevedo, R. L. Rodŕıguez-Suárez, S. M. Rezende, Spin Seebeck effect in the antiferro-

magnet nickel oxide at room temperature, Appl. Phys. Lett. 111, 172405 (2017).

• J. Holanda, O. Alves Santos, R. O. Cunha, J. B. S. Mendes, R. L. Rodŕıguez-

Suárez, A. Azevedo, S. M. Rezende, Longitudinal spin Seebeck effect in permalloy separa-

ted from the anomalous Nernst effect: Theory and experiment, Phys. Rev. B 95, 214421

(2017).

• J. Holanda; O. Alves Santos, R. L. Rodŕıguez-Suárez, A. Azevedo, S. M. Rezende,

Simultaneous spin pumping and spin Seebeck experiments with thermal control of the

magnetic damping in bilayers of yttrium iron garnet and heavy metals: YIG/Pt and

YIG/IrMn, Physical Review B 95, 134432 (2017).

• J. Holanda, D. S. Maior, A. Azevedo, S. M. Rezende, Anisotropic magnetore-

sistance and anomalous Nernst effect in exchange biased permalloy/(1 0 0) NiO single-

crystal, J. Magn. Magn. Mater. 432, 507 (2017).
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• J. B. S. Mendes, O. Alves Santos, J. Holanda, R. P. Loreto, C. I. L. de Araujo,

Cui-Zu Chang, J. S. Moodera, A. Azevedo, S. M. Rezende, Dirac-surface-state-dominated

spin to charge current conversion in the topological insulator (Bi0.22 Sb0.78), Phys. Rev.

B 96, 180415(R) (2017).

• F. L. A. Machado, P. R. T. Ribeiro, J. Holanda, R. L. Rodŕıguez-Suárez, A.

Azevedo, S. M. Rezende, Spin-flop transition in the easy-plane antiferromagnet nickel

oxide, Phys. Rev. B 95, 104418 (2017).

• R. Vidyasagar, O. Alves Santos, J. Holanda, R. O. Cunha, F. L. A. Machado,

P. R. T. Ribeiro, A. R. Rodrigues, J. B. S. Mendes, A. Azevedo, S. M. Rezende, Giant

Zeeman shifts in the optical transitions of yttrium iron garnet thin films, Appl. Phys.

Lett. 109, 122402 (2016).

• R. O. Cunha, J. Holanda, L. H. Vilela-Leão, A. Azevedo, R. L. Rodŕıguez-Suárez,

S. M. Rezende, Nonlinear dynamics of three-magnon process driven by ferromagnetic

resonance in yttrium iron garnet, Appl. Phys. Lett. 106, 192403 (2015).

5.2 Perspectivas

A spintrônica é uma área da f́ısica em expansão. Atualmente é fonte de estudo

desde a medicina à tecnologias militares. Com base nisso citamos algumas perspectivas

de trabalhos futuros:

• Estudar o efeito de anti-damping e verificar a possibilidade de excitar auto-

oscilações em filmes de YIG produzidos por efeito spin-torque criado por corrente de

spin gerada pelo efeito spin Hall em fitas metálicas adjacentes.

• Explorar o efeito Photo-spin-voltaic (PSV) em bicamada antiferromagnética/conversor

fotovoltaico, onde o fotoconversor é um metal normal como a platina.

• Estudar efeitos spintrônicos em frequências em terahertz, excitando o material

com pulsos de laser da ordem de 100 fentossegundos. Os principais materiais a serem

explorados serão materiais antiferromagnéticos.

• Analisar através de experimentos em condições extremas (altos campos magnéticos

e baixas temperaturas), a interação entre mágnons e outros tipos de part́ıculas bosônicas

(fótons, fônons, etc).

• Expandir a pesquisa em spintrônica com foco em novos materiais. Diversas pro-

priedades spintrônicas estão sendo descobertas nos chamados materiais quânticos como

os semimetais de Weyl.
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K. Olejńık, F. Maccherozzi, S. S. Dhesi, S. Y. Martin, T. Wagner, J. Wunderlich,
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E. Hueso, F. Casanova, and E. Saitoh, Tunable sign change of spin hall magnetore-
sistance in Pt/NiO/YIG structures, Phys. Rev. Lett. 118, 147202 (2017).

[258] S. S. P. Parkin, K. P. Roche, M. G. Samant, P. M. Rice, R. B. Beyers, R. E.
Scheuerlein, E. J. O’Sullivan, S. L. Brown, J. Bucchigano, D. W. Abraham, Y. Lu,
M. Rooks, P. L. Trouilloud, R. A. Wanner, and W. J. Gallagher, Exchange-biased
magnetic tunnel junctions and application to nonvolatile magnetic random access
memory (invited), J. Appl. Phys. 85, 5828 (1999).

[259] B. F. Miao, S. Y. Huang, D. Qu, and C. L. Chien, Absence of anomalous Nernst
effect in spin Seebeck effect of Pt/YIG, AIP Adv. 6, 015018 (2016).

[260] F. B. Lewis and N. H. Saunders, The thermal conductivity of NiO and CoO at the
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[264] E. Schlömann, Generation of phonons in high power ferromagnetic resonance expe-
riments, J. Appl. Phys. 31, 1647 (1960).

[265] E. A. Turov and Y. P. Irkhin, On the vibration spectrum of ferromagnetic elastic
medium, Phys. Metal Research 3, 15 (1956).
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APÊNDICE A -- RELAÇÕES DE DISPERSÃO

Algoritmo utilizado para realização dos cálculos numéricos das relações de dispersão

para modos de superf́ıcie de um filme ferromagnético. O programa utilizado para usar

este algoritmo foi o Mathematica 10.0.

(*Programa utilizado para os cálculos numéricos das relações de dispersão*)(*Programa utilizado para os cálculos numéricos das relações de dispersão*)(*Programa utilizado para os cálculos numéricos das relações de dispersão*)

Clear[Evaluate[Context[] <> “*”]]Clear[Evaluate[Context[] <> “*”]]Clear[Evaluate[Context[] <> “*”]]

ClearAll[M,γ,H,Ha,Lx,Lz, d, nx, kz, kx, ωM, ωH, κ, ν, η,ClearAll[M,γ,H,Ha,Lx,Lz, d, nx, kz, kx, ωM, ωH, κ, ν, η,ClearAll[M,γ,H,Ha,Lx,Lz, d, nx, kz, kx, ωM, ωH, κ, ν, η,

fv, fs, ωk, vg, fωk, fds, b, vt, ρ, σt, ωp, fωmp, fht, pp, cdf]fv, fs, ωk, vg, fωk, fds, b, vt, ρ, σt, ωp, fωmp, fht, pp, cdf]fv, fs, ωk, vg, fωk, fds, b, vt, ρ, σt, ωp, fωmp, fht, pp, cdf]

(*Funções*)(*Funções*)(*Funções*)

κ[ωk ]:= ωM∗ωH
ωH2−ωk2 ;κ[ωk ]:= ωM∗ωH
ωH2−ωk2 ;κ[ωk ]:= ωM∗ωH
ωH2−ωk2 ;

ν[ωk ]:= ωM∗ωk
ωH2−ωk2 ;ν[ωk ]:= ωM∗ωk
ωH2−ωk2 ;ν[ωk ]:= ωM∗ωk
ωH2−ωk2 ;

η:= kz
kx

;η:= kz
kx

;η:= kz
kx

;

fs[ωk ]:= (1 + η2)fs[ωk ]:= (1 + η2)fs[ωk ]:= (1 + η2)

+2 ∗
√

1 + η2

√(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)
∗ (1 + κ[ωk]) ∗ Coth

[
kx ∗ d ∗

√(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)]
+2 ∗

√
1 + η2

√(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)
∗ (1 + κ[ωk]) ∗ Coth

[
kx ∗ d ∗

√(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)]
+2 ∗

√
1 + η2

√(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)
∗ (1 + κ[ωk]) ∗ Coth

[
kx ∗ d ∗

√(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)]
+(1 + κ[ωk])2 ∗

(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)
− ν[ωk]2;+(1 + κ[ωk])2 ∗

(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)
− ν[ωk]2;+(1 + κ[ωk])2 ∗

(
1+η2+κ[ωk]

1+κ[ωk]

)
− ν[ωk]2;

fmp[ωk ]:=
ωp+ωk+

√
(ωp−ωk)2+σt

2
;fmp[ωk ]:=

ωp+ωk+
√

(ωp−ωk)2+σt

2
;fmp[ωk ]:=

ωp+ωk+
√

(ωp−ωk)2+σt

2
;

fkt[ωk ]:=
ωp+ωk−

√
(ωp−ωk)2+σt

2
;fkt[ωk ]:=

ωp+ωk−
√

(ωp−ωk)2+σt

2
;fkt[ωk ]:=

ωp+ωk−
√

(ωp−ωk)2+σt

2
;

ωp:=vt ∗ kx;ωp:=vt ∗ kx;ωp:=vt ∗ kx;

σt:= γ∗b2∗kx
π∗ρ∗vt∗M ;σt:= γ∗b2∗kx
π∗ρ∗vt∗M ;σt:= γ∗b2∗kx
π∗ρ∗vt∗M ;
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(*EntradadeValoresparaasVariáveis− Fixandokzevariandokx*)(*EntradadeValoresparaasVariáveis− Fixandokzevariandokx*)(*EntradadeValoresparaasVariáveis− Fixandokzevariandokx*)

M = 1.76/(4π); (*kG*)M = 1.76/(4π); (*kG*)M = 1.76/(4π); (*kG*)

γ = 2.8; (*GHz/kOe*)γ = 2.8; (*GHz/kOe*)γ = 2.8; (*GHz/kOe*)

H = 0.46; (*kOe*)H = 0.46; (*kOe*)H = 0.46; (*kOe*)

Ha = 0.0078; (*kOe*)Ha = 0.0078; (*kOe*)Ha = 0.0078; (*kOe*)

Lz = 0.2; (*cm*)Lz = 0.2; (*cm*)Lz = 0.2; (*cm*)

Lx = 1.2; (*cm*)Lx = 1.2; (*cm*)Lx = 1.2; (*cm*)

d = 8 ∗ 10−4; (*cm*)d = 8 ∗ 10−4; (*cm*)d = 8 ∗ 10−4; (*cm*)

t = 5.4 ∗ 10−12; (*kOecm∧2*)t = 5.4 ∗ 10−12; (*kOecm∧2*)t = 5.4 ∗ 10−12; (*kOecm∧2*)

ωM = γ ∗ 4π ∗M ;ωM = γ ∗ 4π ∗M ;ωM = γ ∗ 4π ∗M ;

ωH = γ ∗
(
H + Ha + t ∗ kx2

)
;ωH = γ ∗

(
H + Ha + t ∗ kx2

)
;ωH = γ ∗

(
H + Ha + t ∗ kx2

)
;

kz = nz π
Lz

; (*1/cm*)kz = nz π
Lz

; (*1/cm*)kz = nz π
Lz

; (*1/cm*)

vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π); (*cmGHz− vt = vp/2π*)vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π); (*cmGHz− vt = vp/2π*)vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π); (*cmGHz− vt = vp/2π*)

ρ = 5.2; (*g/cm∧3*)ρ = 5.2; (*g/cm∧3*)ρ = 5.2; (*g/cm∧3*)

b = 7 ∗ 10−6; (*kGerg/cm∧3 = G(kgcm∧2)/cm∧3s∧2 = Gkg/cms∧2 = (GHz)(Kg/cms)*)b = 7 ∗ 10−6; (*kGerg/cm∧3 = G(kgcm∧2)/cm∧3s∧2 = Gkg/cms∧2 = (GHz)(Kg/cms)*)b = 7 ∗ 10−6; (*kGerg/cm∧3 = G(kgcm∧2)/cm∧3s∧2 = Gkg/cms∧2 = (GHz)(Kg/cms)*)

ωkExp = 3.4; (*GHz*)ωkExp = 3.4; (*GHz*)ωkExp = 3.4; (*GHz*)

ωtDada = 3.4;ωtDada = 3.4;ωtDada = 3.4;

nz = ...;nz = ...;nz = ...;

kxI = 1; (*1/cm*)kxI = 1; (*1/cm*)kxI = 1; (*1/cm*)

kxF = 200000; (*1/cm*)kxF = 200000; (*1/cm*)kxF = 200000; (*1/cm*)

dkx = 10; (*1/cm*)dkx = 10; (*1/cm*)dkx = 10; (*1/cm*)

ωkI = ωH; (*GHz*)ωkI = ωH; (*GHz*)ωkI = ωH; (*GHz*)

ωkcondI = ωH + 10∧ − 6; (*GHz*)ωkcondI = ωH + 10∧ − 6; (*GHz*)ωkcondI = ωH + 10∧ − 6; (*GHz*)

ωkF =
(
ωH + 1

2
ωM
)

; (*GHz*)ωkF =
(
ωH + 1

2
ωM
)

; (*GHz*)ωkF =
(
ωH + 1

2
ωM
)

; (*GHz*)

(**)(**)(**)

(*Cálculo da Relação de Dispersão*)(*Cálculo da Relação de Dispersão*)(*Cálculo da Relação de Dispersão*)

VωkXk = {};VωkXk = {};VωkXk = {};
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VωkExpXk = {};VωkExpXk = {};VωkExpXk = {};

VfmXk = {};VfmXk = {};VfmXk = {};

VppXk = {};VppXk = {};VppXk = {};

VpdXk = {};VpdXk = {};VpdXk = {};

Do[Do[Do[

sol = FindRoot[fs[ωk] == 0, {ωk, ωkcondI, ωkI, ωkF},sol = FindRoot[fs[ωk] == 0, {ωk, ωkcondI, ωkI, ωkF},sol = FindRoot[fs[ωk] == 0, {ωk, ωkcondI, ωkI, ωkF},

MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];

ωk = Re[ωk/.sol];ωk = Re[ωk/.sol];ωk = Re[ωk/.sol];

fds = N [fmp[ωk]];fds = N [fmp[ωk]];fds = N [fmp[ωk]];

cdf = N [fkt[ωk]];cdf = N [fkt[ωk]];cdf = N [fkt[ωk]];

pp = N [vt ∗ kx];pp = N [vt ∗ kx];pp = N [vt ∗ kx];

(*Print[{kx, ωk}]*)(*Print[{kx, ωk}]*)(*Print[{kx, ωk}]*)

AppendTo[VpdXk, {kx, N [cdf]}];AppendTo[VpdXk, {kx, N [cdf]}];AppendTo[VpdXk, {kx, N [cdf]}];

AppendTo[VωkXk, {kx, ωk}];AppendTo[VωkXk, {kx, ωk}];AppendTo[VωkXk, {kx, ωk}];

AppendTo[VωkExpXk, {kx, ωkExp}];AppendTo[VωkExpXk, {kx, ωkExp}];AppendTo[VωkExpXk, {kx, ωkExp}];

AppendTo[VfmXk, {kx, N [fds]}];AppendTo[VfmXk, {kx, N [fds]}];AppendTo[VfmXk, {kx, N [fds]}];

AppendTo[VppXk, {kx, pp}];AppendTo[VppXk, {kx, pp}];AppendTo[VppXk, {kx, pp}];

, {kx, kxI, kxF, dkx}];, {kx, kxI, kxF, dkx}];, {kx, kxI, kxF, dkx}];

(**)(**)(**)

(*Cálculo da velocidade de grupo*)(*Cálculo da velocidade de grupo*)(*Cálculo da velocidade de grupo*)

Vvg = {};Vvg = {};Vvg = {};

Vvgmf = {};Vvgmf = {};Vvgmf = {};

fωk = Interpolation[VωkXk]; (*Funçãoquedescreveωknointervalo[kxI, kxF]*)fωk = Interpolation[VωkXk]; (*Funçãoquedescreveωknointervalo[kxI, kxF]*)fωk = Interpolation[VωkXk]; (*Funçãoquedescreveωknointervalo[kxI, kxF]*)

fωmp = Interpolation[VfmXk];fωmp = Interpolation[VfmXk];fωmp = Interpolation[VfmXk];

fht = fωmp[x];fht = fωmp[x];fht = fωmp[x];

Plot[fht, {x, kxI, kxF}]Plot[fht, {x, kxI, kxF}]Plot[fht, {x, kxI, kxF}]
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sol = FindRoot[fωmp[x] == 3.4, {x, kxI, kxF},MaxIterations→ 1000,sol = FindRoot[fωmp[x] == 3.4, {x, kxI, kxF},MaxIterations→ 1000,sol = FindRoot[fωmp[x] == 3.4, {x, kxI, kxF},MaxIterations→ 1000,

AccuracyGoal→ Infinity];AccuracyGoal→ Infinity];AccuracyGoal→ Infinity];

x = Re[x/.sol];x = Re[x/.sol];x = Re[x/.sol];

Print[x];Print[x];Print[x];

Do[Do[Do[

vg = 2 ∗ Pi ∗ fωk′[N [kx]];vg = 2 ∗ Pi ∗ fωk′[N [kx]];vg = 2 ∗ Pi ∗ fωk′[N [kx]];

vgm = 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kx]];vgm = 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kx]];vgm = 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kx]];

AppendTo[Vvg, {kx, vg}];AppendTo[Vvg, {kx, vg}];AppendTo[Vvg, {kx, vg}];

AppendTo[Vvgmf, {kx, vgm}]AppendTo[Vvgmf, {kx, vgm}]AppendTo[Vvgmf, {kx, vgm}]

, {kx, kxI, kxF, dkx}];, {kx, kxI, kxF, dkx}];, {kx, kxI, kxF, dkx}];

(**)(**)(**)

(*Salvando em Arquivo*)(*Salvando em Arquivo*)(*Salvando em Arquivo*)

SetDirectory[“C:\\Users\\\José Holanda\\Dados”];SetDirectory[“C:\\Users\\\José Holanda\\Dados”];SetDirectory[“C:\\Users\\\José Holanda\\Dados”];

Export[“FreqkXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VωkXk, “Table”];Export[“FreqkXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VωkXk, “Table”];Export[“FreqkXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VωkXk, “Table”];

Export[“vgXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,Vvg, “Table”];Export[“vgXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,Vvg, “Table”];Export[“vgXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,Vvg, “Table”];

Export[“fmXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VfmXk, “Table”];Export[“fmXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VfmXk, “Table”];Export[“fmXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VfmXk, “Table”];

Export[“VExpXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VωkExpXk, “Table”];Export[“VExpXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VωkExpXk, “Table”];Export[“VExpXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VωkExpXk, “Table”];

Export[“ppXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VppXk, “Table”];Export[“ppXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VppXk, “Table”];Export[“ppXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VppXk, “Table”];

Export[“pdXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VpdXk, “Table”];Export[“pdXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VpdXk, “Table”];Export[“pdXk” <> ToString[H ∗ 1000] <> “ J. Holanda.dat”,VpdXk, “Table”];

(*FIM !*)(*FIM !*)(*FIM !*)
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APÊNDICE B -- PROGRAMA BASE

Estrutura básica do algoritmo usado para realização dos cálculos numéricos consi-

derando o campo magnético não uniforme para modos de superf́ıcie de um filme ferro-

magnético. O programa utilizado para usar este algoritmo foi Mathematica 10.0.

(*Programa utilizado para os cálculo numéricos gerais*)(*Programa utilizado para os cálculo numéricos gerais*)(*Programa utilizado para os cálculo numéricos gerais*)

Clear[Evaluate[Context[] <> “*”]]Clear[Evaluate[Context[] <> “*”]]Clear[Evaluate[Context[] <> “*”]]

ClearAll[M,γ,H,Ha,Lx,Lz, d, L, nx, kz, kx, ωM,ClearAll[M,γ,H,Ha,Lx,Lz, d, L, nx, kz, kx, ωM,ClearAll[M,γ,H,Ha,Lx,Lz, d, L, nx, kz, kx, ωM,

ωH, κ, ν, η, fv, fs, ωk, vg, fωk, fvg, ifun, x]ωH, κ, ν, η, fv, fs, ωk, vg, fωk, fvg, ifun, x]ωH, κ, ν, η, fv, fs, ωk, vg, fωk, fvg, ifun, x]

(*Funções*)(*Funções*)(*Funções*)

κ[ωk ,H ]:= ωM∗ωH[H]

ωH[H]2−ωk2 ;κ[ωk ,H ]:= ωM∗ωH[H]

ωH[H]2−ωk2 ;κ[ωk ,H ]:= ωM∗ωH[H]

ωH[H]2−ωk2 ;

ν[ωk ,H ]:= ωM∗ωk
ωH[H]2−ωk2 ;ν[ωk ,H ]:= ωM∗ωk
ωH[H]2−ωk2 ;ν[ωk ,H ]:= ωM∗ωk
ωH[H]2−ωk2 ;

η:= kz
kx

;η:= kz
kx

;η:= kz
kx

;

ωH[H ] = γ ∗
(
H + Hm + Ha + t ∗ kx2

)
;ωH[H ] = γ ∗

(
H + Hm + Ha + t ∗ kx2

)
;ωH[H ] = γ ∗

(
H + Hm + Ha + t ∗ kx2

)
;

fs[ωk ,H ]:= (1 + η2)fs[ωk ,H ]:= (1 + η2)fs[ωk ,H ]:= (1 + η2)

+2 ∗
√

1 + η2

√(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)
∗ (1 + κ[ωk, H]) ∗ Coth

[
kx ∗ d ∗

√(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)]
+2 ∗

√
1 + η2

√(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)
∗ (1 + κ[ωk, H]) ∗ Coth

[
kx ∗ d ∗

√(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)]
+2 ∗

√
1 + η2

√(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)
∗ (1 + κ[ωk, H]) ∗ Coth

[
kx ∗ d ∗

√(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)]
+(1 + κ[ωk, H])2 ∗

(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)
− ν[ωk, H]2;+(1 + κ[ωk, H])2 ∗

(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)
− ν[ωk, H]2;+(1 + κ[ωk, H])2 ∗

(
1+η2+κ[ωk,H]

1+κ[ωk,H]

)
− ν[ωk, H]2;

(**)(**)(**)

fmp[ωk ,H ]:=
ωp+ωk+

√
(ωp−ωk)2+σt

2
;fmp[ωk ,H ]:=

ωp+ωk+
√

(ωp−ωk)2+σt

2
;fmp[ωk ,H ]:=

ωp+ωk+
√

(ωp−ωk)2+σt

2
;

ωp:=vt ∗ kx;ωp:=vt ∗ kx;ωp:=vt ∗ kx;

σt:= γ∗b2∗kx
π∗ρ∗vt∗M ;σt:= γ∗b2∗kx
π∗ρ∗vt∗M ;σt:= γ∗b2∗kx
π∗ρ∗vt∗M ;
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(**)(**)(**)

(*Entrada de Valores para as Variáveis*)(*Entrada de Valores para as Variáveis*)(*Entrada de Valores para as Variáveis*)

M = 1.76/(4π); (*kG*)M = 1.76/(4π); (*kG*)M = 1.76/(4π); (*kG*)

γ = 2.8; (*GHz/kOe*)γ = 2.8; (*GHz/kOe*)γ = 2.8; (*GHz/kOe*)

Ha = 0.0078; (*kOe*)Ha = 0.0078; (*kOe*)Ha = 0.0078; (*kOe*)

Lz = 0.2; (*cm*)Lz = 0.2; (*cm*)Lz = 0.2; (*cm*)

Lx = 1.2; (*cm*)Lx = 1.2; (*cm*)Lx = 1.2; (*cm*)

d = 8 ∗ 10−4; (*cm*)d = 8 ∗ 10−4; (*cm*)d = 8 ∗ 10−4; (*cm*)

t = 5.4 ∗ 10−12; (*kOecm∧2*)t = 5.4 ∗ 10−12; (*kOecm∧2*)t = 5.4 ∗ 10−12; (*kOecm∧2*)

ωM = γ ∗ 4π ∗M ;ωM = γ ∗ 4π ∗M ;ωM = γ ∗ 4π ∗M ;

kz = nz π
Lz

; (*1/cm*)kz = nz π
Lz

; (*1/cm*)kz = nz π
Lz

; (*1/cm*)

vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π); (*vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π)− cmGHz− vt = vp/2π*)vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π); (*vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π)− cmGHz− vt = vp/2π*)vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π); (*vt = 3.84 ∗ 10−4/ (2π)− cmGHz− vt = vp/2π*)

ρ = 5.2; (*g/cm∧3*)ρ = 5.2; (*g/cm∧3*)ρ = 5.2; (*g/cm∧3*)

b = 7 ∗ 10−6; (*kGerg/cm∧3 = G(kgcm∧2)/cm∧3s∧2 = Gkg/cms∧2 = (GHz)(Kg/cms)*)b = 7 ∗ 10−6; (*kGerg/cm∧3 = G(kgcm∧2)/cm∧3s∧2 = Gkg/cms∧2 = (GHz)(Kg/cms)*)b = 7 ∗ 10−6; (*kGerg/cm∧3 = G(kgcm∧2)/cm∧3s∧2 = Gkg/cms∧2 = (GHz)(Kg/cms)*)

nz=...;nz=...;nz=...;

kxI = 1; (*1/cm*)kxI = 1; (*1/cm*)kxI = 1; (*1/cm*)

kxF = 70000; (*1/cm*)kxF = 70000; (*1/cm*)kxF = 70000; (*1/cm*)

dkx = 5; (*1/cm*)dkx = 5; (*1/cm*)dkx = 5; (*1/cm*)

xI = −0.55;xI = −0.55;xI = −0.55;

xF = 0.55;xF = 0.55;xF = 0.55;

dx = 0.01;dx = 0.01;dx = 0.01;

HI = 0.23; (*kOe*)HI = 0.23; (*kOe*)HI = 0.23; (*kOe*)
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HF = 0.37; (*kOe*)HF = 0.37; (*kOe*)HF = 0.37; (*kOe*)

dH = 0.004; (*kOe*)dH = 0.004; (*kOe*)dH = 0.004; (*kOe*)

ωkI = ωH[H]; (*GHz*)ωkI = ωH[H]; (*GHz*)ωkI = ωH[H]; (*GHz*)

ωkcondI = ωH[H] + 10∧ − 6; (*GHz*)ωkcondI = ωH[H] + 10∧ − 6; (*GHz*)ωkcondI = ωH[H] + 10∧ − 6; (*GHz*)

ωkF =
(
ωH[H] + 1

2
ωM
)

; (*GHz*)ωkF =
(
ωH[H] + 1

2
ωM
)

; (*GHz*)ωkF =
(
ωH[H] + 1

2
ωM
)

; (*GHz*)

(**)(**)(**)

(*Cálculodekx, davelocidadedegrupoedoatrasoemωk = ωkExpparacadaH*)(*Cálculodekx, davelocidadedegrupoedoatrasoemωk = ωkExpparacadaH*)(*Cálculodekx, davelocidadedegrupoedoatrasoemωk = ωkExpparacadaH*)

VωkXk = {};VωkXk = {};VωkXk = {};

VkxXH = {};VkxXH = {};VkxXH = {};

VvgXH = {};VvgXH = {};VvgXH = {};

VatrXH = {};VatrXH = {};VatrXH = {};

VkxXx = {};VkxXx = {};VkxXx = {};

VInXx = {};VInXx = {};VInXx = {};

VvgXx = {};VvgXx = {};VvgXx = {};

VfmXk = {};VfmXk = {};VfmXk = {};

(*Condiçãoparaocálculodekx, davelocidadedegrupoedoatrasoparacadaH*)(*Condiçãoparaocálculodekx, davelocidadedegrupoedoatrasoparacadaH*)(*Condiçãoparaocálculodekx, davelocidadedegrupoedoatrasoparacadaH*)

(*Do Principal para Variar H*)(*Do Principal para Variar H*)(*Do Principal para Variar H*)

Do[Do[Do[

Do[Do[Do[

Hm:=0.026 + 0.72 ∗ x2 + 0.64 ∗ x4;Hm:=0.026 + 0.72 ∗ x2 + 0.64 ∗ x4;Hm:=0.026 + 0.72 ∗ x2 + 0.64 ∗ x4;
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(*Cálculodovalordekxparaacondiçãoωk = ωkExpcomumdadoH*)(*Cálculodovalordekxparaacondiçãoωk = ωkExpcomumdadoH*)(*Cálculodovalordekxparaacondiçãoωk = ωkExpcomumdadoH*)

Do[Do[Do[

sol = FindRoot[fs[ωk, H] == 0, {ωk, ωkcondI, ωkI, ωkF},sol = FindRoot[fs[ωk, H] == 0, {ωk, ωkcondI, ωkI, ωkF},sol = FindRoot[fs[ωk, H] == 0, {ωk, ωkcondI, ωkI, ωkF},

MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];

ωk = Re[ωk/.sol];ωk = Re[ωk/.sol];ωk = Re[ωk/.sol];

fds = N [fmp[ωk, H]];fds = N [fmp[ωk, H]];fds = N [fmp[ωk, H]];

(*Calculategroupvelocity(*Calculategroupvelocity(*Calculategroupvelocity

vg = D[ωk, kx]; *)vg = D[ωk, kx]; *)vg = D[ωk, kx]; *)

(*Print[{kx, ωk}]*)(*Print[{kx, ωk}]*)(*Print[{kx, ωk}]*)

AppendTo[VωkXk, {kx, ωk}];AppendTo[VωkXk, {kx, ωk}];AppendTo[VωkXk, {kx, ωk}];

AppendTo[VfmXk, {kx, N [fds]}];AppendTo[VfmXk, {kx, N [fds]}];AppendTo[VfmXk, {kx, N [fds]}];

Clear[ωk];Clear[ωk];Clear[ωk];

VωkXk = {};VωkXk = {};VωkXk = {};

, {kx, kxI, kxF, dkx}];, {kx, kxI, kxF, dkx}];, {kx, kxI, kxF, dkx}];

(*Cálculodovalordekxparaacondiçãoωk = ωkExpcomumdadoH*)(*Cálculodovalordekxparaacondiçãoωk = ωkExpcomumdadoH*)(*Cálculodovalordekxparaacondiçãoωk = ωkExpcomumdadoH*)

fωmp = Interpolation[VfmXk];fωmp = Interpolation[VfmXk];fωmp = Interpolation[VfmXk];

ftg = fωmp[kx];ftg = fωmp[kx];ftg = fωmp[kx];

sol = FindRoot[fωmp[kx] == 3.4, {kx, kxI, kxF},sol = FindRoot[fωmp[kx] == 3.4, {kx, kxI, kxF},sol = FindRoot[fωmp[kx] == 3.4, {kx, kxI, kxF},

MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];MaxIterations→ 1000,AccuracyGoal→ Infinity];

kx = Re[kx/.sol];kx = Re[kx/.sol];kx = Re[kx/.sol];

kxsol = kx;kxsol = kx;kxsol = kx;

Print[kxsol];Print[kxsol];Print[kxsol];

(**)(**)(**)
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(*Cálculodavelocidadedegrupovgparaacondiçãoωk = ωkExp(kx = ksol)comumdadoH*)(*Cálculodavelocidadedegrupovgparaacondiçãoωk = ωkExp(kx = ksol)comumdadoH*)(*Cálculodavelocidadedegrupovgparaacondiçãoωk = ωkExp(kx = ksol)comumdadoH*)

(*Funçãoquedescreveωknointervalo[kxI, kxF]*)(*Funçãoquedescreveωknointervalo[kxI, kxF]*)(*Funçãoquedescreveωknointervalo[kxI, kxF]*)

AppendTo[VkxXH, {1000 ∗H, kx}];AppendTo[VkxXH, {1000 ∗H, kx}];AppendTo[VkxXH, {1000 ∗H, kx}];

AppendTo[VvgXH, {1000 ∗H, 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]]}];AppendTo[VvgXH, {1000 ∗H, 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]]}];AppendTo[VvgXH, {1000 ∗H, 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]]}];

AppendTo[VvgXx, {x, 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]]}];AppendTo[VvgXx, {x, 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]]}];AppendTo[VvgXx, {x, 2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]]}];

AppendTo[VInXx, {x, 1/(2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]])}];AppendTo[VInXx, {x, 1/(2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]])}];AppendTo[VInXx, {x, 1/(2 ∗ Pi ∗ fωmp′[N [kxsol]])}];

AppendTo[VkxXx, {x, kx}];AppendTo[VkxXx, {x, kx}];AppendTo[VkxXx, {x, kx}];

VωkXk = {};VωkXk = {};VωkXk = {};

(**)(**)(**)

Clear[fωmp[kx]];Clear[fωmp[kx]];Clear[fωmp[kx]];

fds = {};fds = {};fds = {};

VfmXk = {};VfmXk = {};VfmXk = {};

, {x, xI, xF, dx}];, {x, xI, xF, dx}];, {x, xI, xF, dx}];

ifun = Interpolation[VInXx];ifun = Interpolation[VInXx];ifun = Interpolation[VInXx];

gv:=NIntegrate[ifun[x], {x, xI, xF},AccuracyGoal→ 8];gv:=NIntegrate[ifun[x], {x, xI, xF},AccuracyGoal→ 8];gv:=NIntegrate[ifun[x], {x, xI, xF},AccuracyGoal→ 8];

AppendTo[VatrXH, {1000 ∗H, gv}];AppendTo[VatrXH, {1000 ∗H, gv}];AppendTo[VatrXH, {1000 ∗H, gv}];

Print[“H = ”, 1000 ∗H, “ Oe”, “ ”, “Atraso = ”, gv, “ ns”];Print[“H = ”, 1000 ∗H, “ Oe”, “ ”, “Atraso = ”, gv, “ ns”];Print[“H = ”, 1000 ∗H, “ Oe”, “ ”, “Atraso = ”, gv, “ ns”];

VInXx = {};VInXx = {};VInXx = {};

, {H,HI,HF, dH}];, {H,HI,HF, dH}];, {H,HI,HF, dH}];
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(**)(**)(**)

(*Salvando em Arquivo*)(*Salvando em Arquivo*)(*Salvando em Arquivo*)

SetDirectory[“C:\\Users\\\José Holanda\\Dados”];SetDirectory[“C:\\Users\\\José Holanda\\Dados”];SetDirectory[“C:\\Users\\\José Holanda\\Dados”];

Export[“kxXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VkxXH, “Table”];Export[“kxXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VkxXH, “Table”];Export[“kxXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VkxXH, “Table”];

Export[“vgXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VvgXH, “Table”];Export[“vgXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VvgXH, “Table”];Export[“vgXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VvgXH, “Table”];

Export[“kxXx nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VkxXx, “Table”];Export[“kxXx nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VkxXx, “Table”];Export[“kxXx nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VkxXx, “Table”];

Export[“vgXx nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VvgXx, “Table”];Export[“vgXx nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VvgXx, “Table”];Export[“vgXx nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VvgXx, “Table”];

Export[“atrXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VatrXH, “Table”];Export[“atrXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VatrXH, “Table”];Export[“atrXH nz” <> ToString[nz] <> “ J. Holanda.dat”,VatrXH, “Table”];

(*FIM !*)(*FIM !*)(*FIM !*)


