
Part VI

Teoria de Campo Médio

O próximo passo no nosso estudo é desenvolver métodos que nos permitam encontrar as equações

de estado que descrevem o sistema condensado. Essencialmente, precisamos de uma teoria que

nos permita calcular a energia livre. Para isso, em princípio, tudo que temos que fazer é calcular

a função de partição Z:

Z = Tre−H/kBT

de onde podemos calcular a energia livre

F = −kBT lnZ

Podemos mencionar três caminhos gerais: 1) encontrar as equações microscópicas e resolver

o hamiltoniano de muitos corpos, 2) buscar uma solução simpli�cada que permita uma descrição

macroscópica, por exemplo a teoria do campo médio e 3) incluir as �utuações, principalmente na

descrição das fases condensadas. Tecnicamente, a primeira estratégia é extremamente difícil e,

exceto em alguns casos, de difícil implementação. A segunda estratégia é certamente o ponto de

partida para qualquer análise. Frequentemente, permite obtermos um conhecimento qualitativo

do comportamento do condensado. A terceira estratégia é o passo seguinte. As três estratégias,

obviamente, não são excludentes e se complementam. O problema a ser tratado deve primeiro ser

analisado para escolhermos o caminho a ser seguido embora a teoria de campo médio, pela sua

simplicidade, é normalmente um primeiro ponto de partida e será discutida nesse capítulo.

A teoria de campo médio permite também entendermos com razoável sucesso a situação crítica

das transições de fases condensadas. Isso é possível uma vez que na transição de fase o sistema

passa por uma mudança qualitativa substancial adquirindo uma ordem (redução de simetria) onde

não existia. Não esperamos, portanto, uma variação suave das propriedades termodinâmicas do
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sistema quando variamos a temperatura passando pela temperatura crítica da mudança de fase. A

nossa construção da energia lilvre, F (T ), deve ser tal que represente a não-analiticidade em função

da temperatura. Ou seja, esperamos alguma ordem de derivada não-de�nida ou singularidades. A

transição de fase ocorre, portanto, em algum ponto ou conjunto de pontos em relação a alguma

variável de campo como a temperatura, pressão, etc, onde a energia livre apresenta singularidades.

Essencialmente, a energia livre é uma soma de exponenciais. Se tivermos um sistema �nito,

é difícil imaginar a não-analiticidade uma vez que cada exponecial é analítica e a soma é �nita.

Portanto, a existência de singularidades só pode ser resultado do limite termodinâmico, ou N →∞,

quando temos in�nitos graus de liberdade do sistema termodinâmico. A teoria de campo médio

nos permite adquirir um certo nível de compreensão tanto sobre as transições de fase como sobre

a natureza das fases condensadas.

As notas desse capítulo estão baseadas no CL (cap. 4), DG (cap. 15) e ref. 9 (cap. 4).

1 O Conceito por trás da teoria do campo médio

Nossa análise da matéria condensada até agora nos permitiu ter uma visão razoável do que acon-

tece. Observamos a importância das correlações na descrição do sistema. Em particular, para

�uidos, vimos que há uma forte correlação inicial, seguida de uma depressão da densidade, que

é conhecida como �buraco de correlação�. Segue-se uma sequência mais suave de picos e vales de

correlação. Para encontrarmos uma solução microscópica para esse problema teríamos que resolver

um conjunto enorme de equações diferenciais acopladas, o que é inviável. A primeira aproximação,

a mais simples e que nos permite ter uma primeira idéia das propriedades do sistema é a teoria

do campo médio. Aqui, essencialmente, nós substituímos as �utuações ou correlações pelo seu

valor médio. O resultado prático é um potencial médio atuando em uma partícula. Em geral, esse

problema é solúvel, pelo menos em princípio. A idéia básica pode ser representada na �gura .

O novo ingrediente que temos que tratar no sistema condensado é o parâmetro de ordem φ.

Matematicamente, a idéia da teoria de campo médio pode ser representada na forma
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Figure 1: Esquema do conceito de campo médio. A �gura da esquerda representa o sistema físico
real, com N partículas interagindo uma com a outra levando a correlações entre as partículas. Na
�gura da direita o potencial de interação das N − 1 partículas com uma delas foi substituído por
um potencial médio de interação atuando apenas na partícula selecionada. Ref. 9.

φ→ 〈φ〉+ [φ− 〈φ〉] (1)

onde substituímos o parâmetro de ordem pelo seu valor médio mais um termo de �utuação.

Esse último assume-se pequeno e pode ser tratado em perturbação, ou simplesmente desprezado.

Há várias formulações para a teoria de campo médio. A mais antiga e que já conhecemos

é o potencial de interação de van-der-Waals para o �uido (1873). A teoria de campo molecular

de Weiss para o ferromagnetismo de 1906 tendo sido introduzida anteriormente por Pierre Curie

(1895).

Teoria de Campo Médio e a Quebra Espontânea de Simetria Vamos fazer uma pequena

discussão relationando a aproximação de campo médio com o conceito de quebra de simetria

espontânea. Para isso, consideremos o hamiltoniano de Heisenberg:

HH = −J
∑
〈~l,~l′〉

~s~l · ~s~l′ − µ ~H ·
∑
~l

~s~l

Vamos fazer a aproximação de campo médio, ou seja, vamos separar as �utuações do sistema:
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~s~l =
〈
~s~l
〉

+ ~s~l −
〈
~s~l
〉

=
〈
~s~l
〉

+ δ~s~l = ~m+ δ~s~l

Substituindo no hamiltoniano, temos

HH = −J
∑
〈~l,~l′〉

〈
~s~l
〉 〈
~s~l′
〉
− J

∑
~l

~s~l

∑
~l′

〈
~s~l′
〉+

∑
〈~l,~l′〉

δ~s~l · δ~s~l′ − µ ~H ·
∑
~l

~s~l

Desprezando o termo quadrático nas �utuações, temos

HH ∼ HMF = −J
∑
〈~l,~l′〉

~m · ~m− J ′z ~m ·
∑

~s~l − µ ~H ·
∑
~l

~s~l

onde z refere-se ao número de primeiros vizinhos do sistema.

O que nos interessa aqui é observar que o hamiltoniano HMF não tem mais a simetria do

hamiltoniano original. Portanto, ao desprezarmos as �utuações e assumirmos um parâmetro de

ordem não-nulo, quando escrevemos a aproximação de campo médio, estamos automaticamente

introduzindo a quebra de simetria (nesse caso diretamente no hamiltoniano!).

A continuidade desse cálculo nos leva a teoria de Curie-Weiss.

Vamos agora aprofundar nossa discussão da teoria de campo médio. Para isso, iniciamos a

nossa discussão a partir de uma descrição mais geral, a teoria de Bragg-Williams (W.L. Bragg

E. J. Williams, 1934) para o ferromagneto de Ising. Esse modelo, além do seu valor intrínsico

(e histórico), permite intuirmos uma solução do tipo da teoria de Landau. Seguiremos então

com a teoria fenomenológica de Landau (1937), a qual será explorada intensamente ao longo

desse capítulo. Faremos também uma incursão para o modelo de Ising utilizando uma descrição

microscópica e aplicando a teoria de campo médio nesse caso. Concluiremos o capítulo com uma

discussão mais geral da teoria de campo médio, discutindo princípio variacional para a TCM (teoria

de campo médio).
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2 Teoria de Bragg Williams

Vamos considerar o modelo de Ising. A energia livre é a diferença entre a energia interna e a

contribuição entrópica, TS. Podemos calcular essas duas contribuições independentemente em

função do parâmetro de ordem. O parâmetro de ordem é a magnetização

m = 〈σ〉 (2)

Para uma magnetização espacialmente uniforme, podemos calcular a entropia exatamente. A

magnetização total é

m =
N+ −N−

N

N = N+ +N− (3)

A entropia é o logarítimo de todas as con�gurações com N+spins up e N− spins down:

S = kB ln

 N

N+

 = kB ln

 N

N(1 +m)/2

 = kB ln

(
N !

N+!N−!

)

= kB ln

[
N !

[N(1 +m)/2]! [N(1−m)/2]!

]
(4)

de onde temos

s(m) ≡ S

kBN
= lnN − 1− [(1 +m)/2] ln[N(1 +m)/2] + (1 +m)/2

−[(1−m)/2] ln[N(1−m)/2] + (1−m)/2

= ln 2− 1

2
(1 +m) ln(1 +m)− 1

2
(1−m) ln(1−m) (5)
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A energia interna é

E = 〈H〉 =
1

Zm
Tr
[
e−βHH

]
(6)

Aqui é necessário fazermos aproximação. Uma solução exata de E resolveria o problema mas

ela é de difícil construção exceto nos casos comentados. Assumiremos aqui o valor aproximado da

energia interna partindo de um valor para m independente da posição:

E =

〈
−J
∑
ij

σiσj

〉
= −J

∑
ij

〈σiσj〉 ≈ −J
∑
ij

〈σi〉 〈σj〉 = −J
∑
ij

m2

= −1

2
JNzm2 (7)

onde z é o número de primeiros vizinhos, z ≡ 2d para um hiper-cubo, onde d é a dimensão do

sistema físico. Temos �nalmente,

f(T,m) =
(E − TS)

N
= −1

2
Jzm2 +

1

2
kBT [(1 +m) ln(1 +m) + (1−m) ln(1−m)− T ln 2] (8)

A função f(T,m) está gra�cada em função de m na �g. 2 para vários valores da temperatura.

Vamos analisar o resultado. Em primeiro lugar, observamos que ela é par, ou seja, f permanece a

mesma para a operação m → −m. Ela pode ser reescrita em função de m2. Para valores grande

de T , f tem apenas um valor mínimo, em m = 0. Essa é a fase desordenada, paramagnética.

Abaixo de uma acerta temperatura, que vamos chamar de temperatura crítica, Tc, observamos

dois mínimos abaixo de f = 0, em ±m. A medida que T → 0, os dois mínimos aparecem para

valores de |m| cada vez mais próximos da unidade, isto é, com todos os spins alinhados na mesma

direção. Na ausência de um campo externo, o sistema encontra-se em equilíbrio quando f possui

um valor mínimo. Logo, a temperatura crítica, quando o mínimo em m = 0 desaparece e surgem

os dois mínimos para valores não-nulos de |m| representa a transição de fase.
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Figure 2: (a) Energia livre de Bragg-Williams em função do parâmetro de ordem para vários
valores de T/Tc.(b) Energia livre de Bragg-Williams f − hm na presença de um campo magnético
externo h = 0, 2Tc > 0. Note que o parâmetro de ordem tem que �car restrito a 0 ≤ |m| ≤ 1, por
razões físicas. Em T = 0, o mínimo absoluto ocorre em m = ±1 para h = 0, mesmo que ∂f/∂m
não seja zero nesse mínimo. Para T > 0, ∂f/∂m é zero no mínimo absoluto que acontece para
|m| < 1. Ref. CL.

Vamos aproximar a entropia e a energia livre em potências de m para valores próximos de Tc:

s(m) = s(0) +
1

2!

(
∂2s

∂m2

)
m=0

m2 +
1

4!

(
∂4s

∂m4

)
m=0

m4 + ... (9)

onde não incluimos os termos ímpares porque a função tem que ser par.

(
∂2s

∂m2

)
m=0

= −
(

kB
(1 +m)(1−m)

)
m=0

= −kB(
∂4s

∂m4

)
m=0

= −2kB

(
1−m2 + 2m

(1 +m)3(1−m)3

)
m=0

= −2kB (10)

Temos então,
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s(m) = kB

[
ln 2− 1

2
m2 − 1

12
m4 + ...

]
(11)

e a energia livre

f(m) = −kBT ln 2 +

(
−1

2
Jzm2 + kBT

1

2
m2

)
+ kBT

1

12
m4 + ...

ou ainda

f(m)

kB
=

1

2
(T − Tc)m2 +

Tm4

12
− T ln 2 (12)

onde

Tc =
Jz

kB
(13)

é a temperatura crítica no modelo de Ising na aproximação de campo médio. Para T > Tc f

é positiva e tem uma curvatura positiva e, portanto, tem seu mínimo na origem. Para T < Tc f

possui uma curvatura negativa na origem, onde f é um máximo local. A curvatura é positiva no

mínimo em valores não nulos de m.

Vamos considerar agora a presença de um campo magnético externo h. Nesse caso,

f → f − hm (14)

e a energia livre é

f(T,m) = −1

2
Jzm2 − hm+

1

2
kbT [(1 +m) ln(1 +m) + (1−m) ln(1−m)]− kBT ln 2 (15)

e a equação de estado é,
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(
∂f

∂m

)
T

= h

= −zJm+
1

2
kBT ln[(1 +m)/(1−m)]

= −zJm+ kBT arctanm (16)

ou seja,

m = tanh[(h+ Tcm)/(kBT )] (17)

A grandeza

hm = h+ Tcm (18)

é o campo médio local ou campo molecular atuando no sítio. Sua origem está no campo externo

e no campo de troca produzido pelos spins vizinhos com spin médio m. Na prática, o campo local

é diferente, e depende da con�guração em um certo momento. A �gura 3 exempli�ca algumas

con�gurações que dão origem ao campo molecular. O campo molecular ou campo de Weiss foi

deduzido de forma diferente. Voltaremos ao campo de Weiss mais tarde.
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Figure 3: Con�gurações dos spins vizinhos a um determinado sítio. Na teoria de campo médio as
con�gurações dos spins locais é aproximada pelo seu valor médio (d). Ref. CL.

A �gura mostra a energia livre f −hm em função da temperatura para diferentes valores de h.

A �gura mostra a solução da equação 17 gra�camente para h = 0 e h 6= 0. Para h = 0, a inclinação

Tc/T de tanh(Tcm/T ) em m = 0 é menor que um para T > Tc. Com isso, a única solução possível

é em m = 0. Para T < Tc, há três soluções, ±m(T ) e zero. A função tanh encontra-se entre −1 e

1 e, portanto, |m| ≤ 1. Na medida que T → 0, a tanh satura para seu valor máximo para valores

cada vez menores de m de forma que

|m(T )| →T→0 1 (19)

e temos a fase ferromagnética com todos os spins completamente alinhandos no estado funda-

mental.
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Figure 4: Solução grá�ca do modelo de Ising na aproximação de campo médio de Bragg-Williams
para (a) h = 0 e (b) h > 0. Ref. CL.

Para valores próximos de T = 0 podemos aproximar

m = tanh(Tcm/T ) ≈ 1− 2e−2zJ/T (20)

de onde temos que m tende a um exponencialmente com a temperatura. Essa dependência está

de acordo com o resultado exato embora o fator seja diferente: 1−m = exp(−zJ/T ).

Para T → T−c , podemos aproximar o resultado da equação 17 na forma
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m ≈ Tc
T
m− 1

3

(
Tc
T

)3

m3 ≈ Tc
T
m− 1

3
m3 (21)

ou,

m = ±
[
3

(Tc − T )

T

]1/2

(22)

A magnetização tende continuamente a zero com (Tc − T )1/2, o que a caracteriza a transição

de fase na aproximação de campo médio como uma transição de fase de segunda ordem. Esse

resultado é o mesmo que se obtém pela teoria molecular de Weiss.

Vamos examinar agora o caso em que h é �nito (e positivo). Gra�camente, as soluções estão

na �g. onde essencialmente mudamos a origem da função tanh para −h/Tc. Temos uma única

solução com m > 0 para T > Tc, que corresponde ao mínimo único da energia livre f − hm da �g.

. Para T < Tc, temos três soluções que correspondem aos dois mínimos e um máximo local da �g.

. A solução com m > 0 é a que possui o menor falor de f − hm, ou seja, é o mínimo absoluto.

A energia livre de Bragg-Williams permite calcular as grandezas termodinâmicas bem como

grandezas associadas a resposta do sistema, como o calor especí�co e a compressibilidade. Vamos

exempli�car com o caso do calor especí�co. Em primeiro lugar, temos que calcular a energia livre.

Isso é obtido da equação 6,

E ∼=
−NJz

2
3

(
Tc − T
T

)
(23)

de onde temos,

CV |T→T−c =
∂E

∂T
|T→T−c =

3NJz

2Tc

Tc
T 2
→T→T−c

3Nkb
2

(24)

Para m = 0 e T > Tc, a energia livre e, portanto, o calor especí�co, vai a zero na medida que

nos aproximamos de Tc pelo lado positivo. O resultado é uma descontinuidade no calor especí�co

em T → Tc. O resultado correto, no entanto, é

12



Cv = B± |T − Tc|−α (25)

Figure 5: Calor especí�co para o modelo de Ising obtido pela teoria de Bragg-Williams.

A solução de Bragg-Williams que discutimos até agora considera o parâmetro de ordem es-

pacialmente uniforme. Para generalizarmos quando isso não acontece, vamos escrever m~l =
〈
σ~l
〉

utilizando m~l no lugar de m na energia. Com isso estamos assumindo que a entropia é uma soma

de entropias locais as quais dependem apenas de m~l. Temos então,

F = −1

2

∑
~l~l′

J~l~l′m~lm~l′ − T
∑
~l

s[m~l] (26)

3 Teoria de Landau

A teoria de Landau foi desenvolvida para entender a transição de fase de sistemas condensados

mas permite compreendermos também a natureza - propriedades - das fases condensadas. A ideia

básica da teoria de Landau é encontrar a energia livre como dependência do parâmetro de ordem

local, 〈φi(~r)〉. Essa energia livre permite determinar completamente a termodinâmica do sistema.

Vamos esquematizar os passos da teoria:
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1) A primeira etapa é encontrarmos um parâmetro de ordem 〈φi(~r)〉. A característica principal

dele é que seja não-nulo na fase ordenada e desapareça na fase ordenada.

2) Como segunda etapa temos que assumir que exista uma energia funcional do tipo

F̃ = F0(T ) + F (T, 〈φi(~r)〉)

Assumimos então que a energia livre é obtida minimizando esse funcional. Aqui F0 é uma

função analítica da temperatura e representa a energia livre não associada ao parâmetro de ordem.

No que se segue, desprezaremos esse termo uma vez que ele não contribui para a fase condensada

que nos interessa. O termo F (T, 〈φi(~r)〉) contém toda a informação necessária dependente do

parâmetro de ordem.

3) A seguir temos que construir uma função F [T, 〈φi〉]. Não conhecemos a função F mas

sabemos algumas de suas propriedades. Ela deve ser invariante no grupo de simetria G do hamil-

toniano. Ou seja, F deve ser uma função de combinações do parâmetro de ordem que não mudam

(escalares) sob qualquer operação de simetria de G. Seguindo o nosso primeiro exemplo, do modelo

de Ising, F deve ser invariante para σ → −σ, ou seja, F (T,m) deve ser uma função apenas de

m2 = σ2 (ver a teoria de Bragg-Williams discutida anteriormente). Não temos como conhecer

F (T,m) explicitamente (exceto se resolvermos o problema microscópico se não exatamente, com

uma boa aproximação). No entanto, podemos partir do fato que para T > Tc o parâmetro de

ordem 〈φ(~r)〉 desaparece. Logo, uma expansão em série de potências em torno de 〈φ(~r)〉 deve

ser su�ciente para uma primeira descrição do problema, pelo menos para valores próximos da

transição de fase. Essa expansão deve também incluir termos em ~∇〈φ(~r)〉, que levam em conta

�utuações espaciais no parâmetro de ordem. Podemos, inicialmente, considerar que o parâmetro

de ordem em equilíbrio seja uniforme espacialmente. Nesse caso, escrevemos F em termos de uma

densidade local de energia livre, f [T, 〈φ(~r)〉], a qual é uma função do campo 〈φ(~r)〉 no ponto ~r

apenas. Devemos acrescentar também um termo que produz um custo em energia para desvios da

uniformidade espacial, isto é, termos em ~∇〈φ(~r)〉. Temos então, de forma geral,
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F =

ˆ
d~rf(T, 〈φ(~r)〉) +

ˆ
d~r

1

2
c[~∇〈φ(~r)〉]2 (27)

A construção de F em termos de uma expansão faz aparecer um conjunto de constantes que não

conhecemos. Essas podem ser obtidas a partir de teorias microscópicas. No entanto, nessa etapa,

queremos evitar esse esforço. Vamos apenas parametrizá-las. Para isso, sabemos que elas devem

depender da temperatura. Esssa dependência, no entanto, deve ser sua próximo da transição de

fase. Isso é mais rigoroso para transições de fase contínuas e mais problemático para transições de

fase de primeira ordem. Por exemplo, na expressão acima, c ≡ c(T ) é um coe�ciente fenomenológico

e sua positividade garante que F seja um mínimo para o caso espacialmente uniforme.

Temos ainda que quando o campo conjugado h é nulo, 〈φ(~r)〉 também deve ser nulo acima de

Tc. A relação entre h e 〈φ(~r)〉 é dada pela equação

hi =
∂f

∂mi

(28)

onde i refere-se a coordenada (no caso do modelo de Ising podemos eliminar esse índice). Isso

implica que não podemos ter termos lineares em 〈φ(~r)〉. A expansão de f deve ter a forma

f(T, 〈φ〉) =
1

2
r 〈φ〉2 − w 〈φ〉3 + u 〈φ〉4 + ... (29)

Se incluíssemos os termos gradientes em f , teríamos uma expressão do tipo

f(T, 〈φ〉 , ~∇〈φ〉) =
1

2
r 〈φ〉2 − w 〈φ〉3 + u 〈φ〉4 +

1

2
c~∇〈φ〉 · ~∇〈φ〉+ ... (30)

A teoria de Landau, original, não inclui os termos em gradientes e vamos inicialmente deixá-lo

de lado, assumindo uniformidade espacial para o parâmetro de ordem. Finalmente, o resultado

da minização da energia livre nos leva a conhecer um estadode equilíbrio baseado na média do

comportamento das interações. Temos, efetivamente, uma teoria de campo médio.

Como discutimos, todos os coe�cientes podem depender da temperatura. f deve ser invariante
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para as operações de simetria de G o que permite determinar algumas restrições (e, eventualmente,

alguns se anularão) aos coe�cientes, como veremos depois nas aplicações. A expansão em série deve

ser truncada, em alguma potência, para efeitos práticos. Para garantir que a solução de equilíbrio

tenha um valor limitado, o último coe�ciente deve ser positivo.

Para o modelo de Ising, os termos em potência ímpar são excluídos por simetria. Temos uma

expressão similar a obtida para a teoria de Bragg-Williams. Os termos dependente do gradiente

são relevantes se as �utuações são importantes., ou as variações espaciais. No limite do contínuo,

quando as variações espaciais do parâmetro de ordem são lentas na escala do espaçamento da rede,

os termos dominantes em F devido a não-uniformidade do parâmetro de ordem são do tipo que

incluímos (quadrado do gradiente do parâmetro de ordem). A validade das expressões excluindo

potências maiores do gradiente limita-se a variação do parâmetro de ordem no espaço o qual deve

ser lento na escala microscópica a a qual é determinada pelo alcance das interações, isto é, quando

o vetor de onda q das variações espaciais de φ(~r) tiver um cuto� de

Λ ≈ 2π

a
(31)

Portanto, nossa aproximação tem em si um cuto� superior Λ no vetor de onda. As predições

do modelo de campo médio não são alteradas pelo valor do cuto� mas correções ao modelo são

afetadas.

Conexão com a mecânica estatística Vamos fazer uma breve discussão sobre o que signi�ca

essa aproximação do ponto de vista da mecânica estatística. Nesse caso, obtemos a energia livre

a partir da função de partição ou melhor do conhecimento do sistema físico em todos os estados

possíveis (isto é, em toda e qualquer con�guração do espaço de fase):

e−F/kBT = Tre−H/kBT

Quando buscamos uma energia livre na teoria de Landauestamos essencialmente substituindo

a função de partição pela seguinte expressão:
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e−F/kBT w e−F0/kBT

ˆ
D 〈φ〉 e−F [T,〈φ〉]/kBT

onde a integral
´
D 〈φ〉representa uma integral funcional sobre todos os graus de liberdade

associados ao parâmetro de ordem < φ >, substituindo a integral sobre todos os estados possíveis

do sistema no espaço de fase (vamos denominar esses estados por [v], ou seja, H → H[v]). O

que fazemos é que o valor do parâmetro de ordem (e.g., a magnetização identi�ca-se com o valor

médio do parâmetrode ordem em um ferromagneto) pode ser determinada por meio de vários

diferentes estados do sistema. A suposição feita é que essa informação está toda contida em

F [T, 〈φ〉]. Essencialmente, o que estamos fazendo é convertendo os graus de liberdade de v em

〈φ〉. Esse procedimento é conhecido por coarse-graining. Vamos elaborar melhor essa discussão

quando considerarmos as �utuações. Por enquanto, vamos assumir que podemos fazer essa etapa,

dentro de um certo nível de aproximação.

A próxima etapa é minimizarmos F [T, 〈φ〉]:

e−F/kBT w e−F0/kBT e−min〈φ〉F [T,〈φ〉]/kBT

Essa minimização é obtida por meio da aproximação de ponto de sela (ver refs. 2 e 3). O

resultado é que buscamos essencialmente a solução de

δF

δ 〈φ〉
= 0

Para uma discussão mais detalhada, ver a ref. 4.

4 O modelo de Ising, o modelo de Heisenberg e o modelo do

vetor-n

Vamos aplicar a teoria de Landau para o modelo de Ising e depois para o modelo do vetor-n, que

guardam similaridades entre si.
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4.1 Modelo de Ising

No caso do modelo de Ising o parâmetro de ordem é a magnetização escalar que podemos escrever

na forma

m = 〈φ〉 = 〈si〉i+Λ (32)

Assumimos que os spins encontram-se em sítios associados a rede espacial cristalina e que

essa não é afetada pela interação magnética. A média é realizada em torno de uma região Λ em

torno do spin, isto é, o coarse-graining. Λ deve ser muito maior que o espaçamento a da rede

para permitir descrever as �utuações (que discutiremos mais tarde) e deve ser muito menor que o

tamanho (macroscópico) do sistema físico considerado. No que se segue, deixaremos de lado esse

índice e assumimos que essas considerações estão sendo respeitadas. Deixamos de lado tamém

as outras variáveis termodinâmicas e nos concentramos apenas na contribuição magnética para a

energia.

Vamos inicialmente deixar de lado a variação espacial do parâmetro de ordem. A simetria por

reversão temporal nos diz que

〈φ〉 → −〈φ〉 (33)

Logo, a expressão para a energia livre f até quarta ordem é

f(T, 〈φ〉) =
1

2
r 〈φ〉2 + u 〈φ〉4 (34)

Assumimos que u é positivo (do contrário temos que incluir um termo de sexta ordem ou

superior até que o termo de ordem mais alta considerado tenha um coe�ciente positivo).

Para campos nulos e altas temperaturas, o parâmetro de ordem 〈φ〉 deve anular-se, ou seja, f

deve ter um mínimo em 〈φ〉 = 0. A baixas temperaturas devemos ter um estado ferromagnético

e, portanto, pelo menos um mínimo para valores de 〈φ〉 diferente de zero, ou seja, 〈φ〉 = 0 não é

um ponto de estabilidade. Com isso, temos que ter r > 0 para T > Tc e r < 0 para T < Tc e,
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portanto, na temperatura de transição r = 0. Isso nos sugere escrever

r = a(T − Tc) (35)

Vamos assumir que u, além de positivo, tem fraca dependência com a temperatura.

O resultado está representado para diversas temperaturas na �gura 6. A equação de

estado é obtida pela equação 28:

h = r 〈φ〉+ 4u 〈φ〉3 (36)

Figure 6: Energia livre para a TCM do modelo de Ising em função do parâmetro de ordem. Ref.
CL.

Para h = 0, temos as soluções

〈φ〉 =


0 se T > Tc

±
(−r

4u

)1/2
= ±

[
a(Tc−T )

4u

]1/2

se T < Tc

(37)
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onde a solução 〈φ〉 = 0 é a única estável para T > Tc e a solução não-nula é a única estável

para T < Tc uma vez que a solução 〈φ〉 = 0 corresponde a um valor máximo. Temos, portanto,

uma transição de ordem com

〈φ〉 ≈ (Tc − T )β, β =
1

2
(38)

onde β é o expoente crítico. Esse expoente controla a dependência do parâmetro de ordem

com a temperatura na vizinhança de Tc. Na teoria de campo médio, esse valor é 1/2. Cálculos

mais precisos, quando as �utuações são importantes β tem um valor menor, da ordem de 1/3 em

sistemas tridimensionais (mais precisamente β ' 0, 3265). Em duas dimensões a discrepância é

maior, com β = 1/8 (esse valor pode ser encontrado exatamente uma vez que o modelo de Ising tem

solução exata em duas dimensões). Em quatro dimensões o expoente crítico tem o valor previsto

pela teoria de campo médio. Não surpreende que a teoria funciona melhor para maiores dimensões

uma vez que deve-se esperar uma in�uência maior das �utuações quanto menor a dimensionalidade

do sistema físico.

As duas soluções para h = 0 e T < Tc são degeneradas e possuem a mesma energia livre. O

sistema físico pode apresentar as duas fases coexistindo. No entanto, se �zermos o campo se anular

a partir de valores positivos ou negativos o sistema adquire a fase correspondente, quebrando a

simetria.

Podemos ainda calcular a susceptibilidade nesse caso (magnetização homogênea). Para isso,

diferenciamos a equação 36,

[r + 12u 〈φ〉2]
∂ 〈φ〉
∂h

= 1

⇒ χ =
∂ 〈φ〉
∂h

=


1
r

se T > Tc

1
2|r| se T < Tc

(39)

ou seja,
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χ ∼ |T − Tc|−γ, γ = 1 (40)

γ é o expoente da susceptibilidade. Em geral ele é da ordem de 4/3 em sistemas tridimensionais

onde as �utuações críticas são importantes. Para o modelo de Ising, em duas dimensões, temos o

valor exato de 7/4, em três dimensões ∼ 1, 2372 e em quatro dimensões temos novamente o valor

do campo médio.

A dependência do parâmetro de ordem com h em T ∼ Tc é

〈φ〉 =

(
h

4u

)1/3

∼ h1/δ com δ = 3 (41)

Podemos ainda calcular a energia livre. Sabemos que ela é nula para T < Tc. Para valores

menores da temperatura temos

f =


0 se T > Tc

− r2

16u
se T < Tc

(42)

de onde podemos calcular o calor especí�co,

cV = −T ∂
2f

∂T 2
=


0 se T > Tc

Ta2

8u
se T < Tc

(43)

O calor especí�co não apresenta uma divergência mas uma descontinuidade. O valor dessa

descontinuidade é igual a Tca
2/8u. No cálculo que �zemos até agora, não incluimos a energia livre

do sistema associada a outros graus de liberdade além do parâmetro de ordem. Se incluirmos essas

contribuições, o calor especí�co apresenta um valor total não nulo o qual tem uma variação suave

exceto em Tc , quando apresenta a descontinuidade mencionada. Um resumo da situação discutida

está na �gura .
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Figure 7: (a) Susceptibilidade, (b) calor especí�co, (c) comprimento de correlação e (d) parâmetro
de ordem em função da temperatura para a teoria do campo médio. Ref. CL.
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4.2 Ferromagneto de Heisenberg

Para ilustrar, vamos considerar agora o caso do Hamiltoniano de Heisenberg, em um espaço tridi-

mensional. Nesse caso, o parâmetro de ordem, a magnetização, é um vetor que pode apontar em

qualquer direção do espaço. Seguindo o modelo de Ising, escrevemos

~m =
〈
~φ
〉

= 〈~si〉i+Λ

Nesse caso, o sistema físico espontaneamente escolhe uma direção para a magnetização. Essa

direção é arbitrária. Logo, o sistema deve manter a simetria rotacional. Ou seja, a energia livre

deve ser invariante para

~m→ R̄ · ~m

para qualquer matriz de rotação R̄. A energia livre só deve depender de ~m · ~m, que é invariante

sob rotação:

f ≡ F

V
=

1

2
a(T − Tc) 〈~m〉2 + u 〈~m〉4 + ...

Novamente, não temos termos ímpares e devemos esperar uma transição de fase de segunda

ordem, similar ao caso do modelo de Ising. A grande diferença está que no hamiltoniano de Ising

quebramos uma simetria discreta enquanto que no hamiltoniano de Heisenberg quebramos uma

simetria contínua. A superfície de energia livre, nesse caso, está representada na �gura abaixo,

conhecida como �chapéu mexicano� (ou �fundo da garrafa de vinho�, minha expressão preferida!).

No caso do hamiltoniano de Ising, temos simplesmente um corte na �gura (passando pelo centro)

para representar a energia livre. O único grau de liberdade é radial e para deslocar o sistema do

estado fundamental requer uma energia �nita. No caso do hamiltoniano de Heisenberg, no entanto,

podemos circular em torno da �garrafa� sem nenhuma necessidade de acréscimo de energia. Isso

representa um �modo suave� de energia zero. Esses são os modos de Goldstone, característicos

da quebra espontânea de simetrias contínuas. A curvatura na outra direção, perpendicular, é,
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Figure 8: Representação grá�ca para a energia livre no caso do Hamiltoniano de Heisenberg.

em geral, referenciada como a �massa� do sistema (ou a inércia devido a rigidez adquirida pelo

sistema).

4.3 Susceptibilidade não-local e comprimento de correlação: extensão

de Orstein e Zernike

Nosso objetivo é encontrarmos o comportamento do sistema, isto é, a resposta do mesmo, em uma

posição ~r, quando perturbado em uma posição ~r′. Para isso é necessário incluir os termos em

gradiente do parâmetro de ordem. Essa extensão deve-se a Orstein e Zernike. Antes, no entanto,

é importante fazermos algumas observações. O sistema usual que consideramos foi de um sistema

de spins onde esses estão localizados nos sítios cristalinos. Isso garante a proximidade entre os

spins para que a interação de troca seja signi�cativa e modelos tipo Heisenberg ou Ising sejam

justi�cados. Para incluirmos um termo de variação espacial no parâmetro de ordem para esses
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casos, temos que fazer algumas considerações em relação a extensão microscópica para o contínuo.

O procedimento que precisamos fazer é o coarse-graining do sistema. Ou seja, consideramos

uma célula pequena mas que seja grande quando comparada com o espaçamento da rede original e

pequena em comparação com o comprimento de correlação (o qual �cará melhor de�nido a seguir).

Isso estabelece uma condição para a validade da nossa extensão para o contínuo: o comprimento

de correlação deve ser muito maior que o parâmetro de rede. A magnetização ~m(~r) é tomada como

o valor médio da magnetização na vizinhança de ~r. Um efeito interessante dessa condiçaõ está na

supressão das propriedades quânticas do spin. Vamos escrever a magnetização na forma

~m(~r) =
1

p

∑
i

~Si (44)

onde p é o número de spins na célula coarse graining em torno de ~r. Para cada spin temos a

regra de comutação

[Sαi , S
β
j ] = i~δijεαβγSγj (45)

Para a magnetização ~m(~r), temos

[mα,mβ] =
1

p
εαβγmγ (46)

Os efeitos quânticos - comutação dos operadores - é reduzido por um fator 1/p. Podemos,

portanto, nos limitarmos, com uma boa aproximação, a parâmetros de ordem com regras de

comutação clássica. Esse resultado sugere que, dentro da aproximação do coarse graining, os pontos

críticos são predominantemente clássicos. A exceção ocorre para os pontos críticos a temperatura

nula.

Vamos calcular agora a susceptibilidade magnética partindo da expressão gereralizada para F

(eq. 27),

h(~r) =
δF

δ 〈φ(~r)〉
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e

χ−1(~r, ~r′) =
δh(~r)

δ 〈φ(~r′〉

onde fazemos 〈φ(~r)〉 → 〈φ)〉 e h(~r′)→ h após a derivação.

χ−1(~r, ~r′) =
δ2F

δ 〈φ(~r)〉 δ 〈φ(~r′)〉
= (r + 12u 〈φ〉2 − c∇2)δ(~r − ~r′) (47)

A transformada de Fourier é imediata,

χ(~q) =
1

r + 12u 〈φ〉+ cq2

2

(48)

Podemos reescreve χ(~q) de forma a explicitar o comprimento de correlação:

χ(~q) =
χ

[1 + (qξ)2
≡ 1

c

ξ2

1 + (qξ)2
(49)

onde introduzimos o comprimento de correlação ξ,

ξ =
√
c[r + 12u 〈φ〉2]−1/2

=


(
c
r

)1/2
se T > Tc(

c
(−2r)

)1/2

se T < Tc

∼ |T − Tc|−ν (50)

on ν é o expoente do comprimento de correlação e na teoria de campo médio vale 1/2. Para

o modelo de Ising, temos um valor igual a um para duas dimensão, aproximadamente 2/3 (mais

exatamente 0, 6301(4)) para três dimensões e, novamente, o mesmo valor para quatro dimensões.
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A função de correlação do parâmetro de ordem é

Gmm(~r, ~r′) = Tχ(~r, ~r′) ∼ T |T − Tc|−ν (51)

A �gura 7(c) mostra a dependência do comprimento de correlação com a temperatura, indicando

a divergência esperada a T = Tc.

Podemos extrair um comprimento característico por meio de uma análise dimensional da energia

livre. Assumindo que o parâmetro de ordem não tem unidades, então

[r] = (energia)× (comprimento)−3 = [EL−3]

e

[c] = (energia)× (comprimento)1

de onde tiramos que

(c
r

)1/2

= [L]

Podemos de�nir então um comprimento de correlação independente da temperatura, ξ0,

ξ0 =

(
c

r(T = 0)

)1/2

=

(
c

aTc

)1/2

(52)

ξ0 de�ne a escala de comprimento microscópica. O comprimento de correlação pode ser escrito

então

ξ = ξ0

∣∣∣∣T − TcTc

∣∣∣∣−ν (53)

O comprimento de correlação próximo a temperatura crítica pode ser arbitrariamente grande

quando comparado com o comprimento de correlação a T = 0. Essa é uma característica das

transições de fase de segunda ordem.
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Vamos calcular agora a resposta do sistema no espaço real, isto é, a transformada de Fourier

de χ(~q):

χ(~r, 0) = χ

ˆ
d~q

(2π)2

ei~q·~r

1 + (qξ)2

=
1

c

1

|~r|
Y (|~r| /ξ) (54)

onde

Y (η) =

ˆ ∞
0

dzz−2

ˆ
dΩ

(2π)3

eiqz cos θ

[z2 + η2]

=
e−η

4π
(55)

onde η = qξ e utilizamos o método de ponto de sela. Temos para T = Tc que χ(~r, 0) é

proporcional a |~r|−1. Para T 6= Tc, a função resposta decai exponencialmente para zero a uma taxa

que é determinada pelo comprimento de correlação. Podemos interpretara �nalmente o signi�cado

físico de ξ. G(~r, 0) mede a extensão na qual δφ(~r) = φ(~r)−〈φ(~r)〉 está correlacionado com δφ(0). ξ

mede, portanto, o comprimento para o qual δφ(~r) deixa de estar signi�cativamente correlacionada

com δφ(0).

Vamos resumir os expoentes críticos obtidos pela teoria de campo médio e compará-los com os

resultados (teóricos) obtidos para o modelo de Ising.
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d TCM 2 3 4

α 0 0 0.110(1) 0

β 1/2 1/8 0.3265(3) 1/2

γ 1 7/4 1,2372(5) 1

δ 3 15 4,789(2) 3

η 1/4 0,0364(5)

ν 1/2 1 0.6301(4) 1/2

Os valores para d = 3 são estimativas núméricas obtidas das refs. 10 e 11. Os valores para d=2,4

são resultados exatos. Sintetizando o que discutimos até agora, esses expoentes estão relacionados

com as grandezas físicas seguintes:

〈φ〉 ∼ (Tc − T )β

χ ∼ |T − Tc|−γ

〈φ〉 ∼ h1/δ

ξ ∼ |T − Tc|−ν

cv ∼ |T − Tc|−α

Gij ∼ |~r|−d+2−η (56)

Os resultados obtidos mostram que a teoria de campo médio consegue mostrar o comportamento

divergente de várias grandezas físicas embora não com os expoentes apropriados. As limitações

são maiores na medida que a dimensão diminui. Em particular, o comportamento do sistema

físico e os expoentes em particular não dependem da dimensionalidade o que é uma séria limitação

da teoria. Ela prevê uma transição de fase em uma dimensão o que sabemos que não pode

ocorrer. A TCM melhora suas previsões na medida que a dimensão aumenta, uma consequência

do resultado esperado que as �utuações desempenham um papel menos importante quanto maior
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a dimensionalidade do sistema. Para o calor especí�co, o comportamento é qualitativamente

incorreto. Embora a TCM preveja uma descontinuidade ela não prevê uma divergência.

4.4 Modelo do vetor-n: simetria O(n)

Vamos considerar agora o modelo do vetor-n, ou seja, um sistema com spins em um espaço de

dimensão n. O hamiltoniano é similar ao hamiltoniano de Heisenberg com os spins atuando em

um espaço de dimensão n. A simetria do sistema é a O(n), ou seja, das matrizes ortogonais n×n.

O modelo de Ising corresponde ao caso n = 1. A simetria do modelo de Ising, reversão temporal,

implica que não termos nenhum termo em potências ímpares na expansão da densidade de energia

livre em potências do parâmetro de ordem. A mesma situação ocorre para a invariância por rotação

no estado paramagnético do modelo de vetor-n. Ou seja, f deve ser uma função do valor escalar

do parâmetro de ordem:

〈φ〉2 =
n∑
i=1

〈φi〉2 (57)

A densidade de energia livre na teoria de Landau tem a mesma forma do modelo de Ising

apenas reescrevendo 〈φ〉2 na forma da equação 57. A equação de estado agora deve ser escrita para

cada um dos componentes 〈φi〉:

∂f

∂ 〈φi〉
=
(
r + 4u 〈φ〉2

)
〈φi〉 = hi , i = 1, 2, 3 (58)

Na ausência do campo externo, ou seja, quando hi = 0, a solução é

〈φi〉 =


0 se T > Tc(−r

4u

)1/2
ei se T < Tc

(59)

onde ei é o versor unitário na direção i do espaço de dimensão-n do parâmetro de rede. Os

expoentes críticos β, γ, ν são os mesmos do modelo de Ising.

A diferença fundamental acontece nas funções de correlação para T < Tc. O estado fundamental
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ocorre pela quebra de simetria, com uma das direções preferenciais sendo escolhida (no caso, para

n > 1, temos uma direção escolhida em um contínuo de direções). A função de correlação de forma

geral se escreve

Gij(~r, ~r
′) = 〈φi(~r)φj(~r′)〉 − 〈φi(~r)〉 〈φj(~r′)〉 (60)

Ela pode ser escrita em dois termos, em relação a direção da quebra de simetria:

Gij(~r, ~r
′) = Gq(~r, ~r

′)eiej +G⊥(~r, ~r′)(δij − eiej) (61)

Se temos o vetor ê ao longo da direção do eixo-1. Então,

Gq(~r, ~r
′) = 〈φ1(~r)φ1(~r′)〉 − 〈φ1(~r)〉 〈φ1(~r′)〉

G⊥(~r, ~r′) = 〈φi(~r)φj(~r′)〉 − 〈φi(~r)〉 〈φj(~r′)〉 , (i 6= 1) (62)

Calculamos a função de correlação a partir da susceptibilidade derivando a energia livre em

relação a φi(~r) e φj(~r
′). Temos,

χ−1
ij (~q) = TG−1

ij (~q) = (r + 4u 〈φ〉2 + cq2)δij + 8u 〈φi〉 〈φj〉 (63)

de onde temos,

χ−1
q (~q) = r + 12u 〈φ〉2 + cq2

χ−1
⊥ (~q) = r + 4u 〈φ〉2 + cq2 =


r + cq2 se T > Tc

cq2 se T < Tc

(64)

onde utilizamos o resultado para o parâmetro de ordem da equação 37. A resposta paralela a
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orientação do parâmetro de ordem, Gq(~q) = Tχq(~q) tem a mesma forma que G(~q) do modelo de

Ising. O que temos a mais agora é a resposta perpendicular, G⊥(~q) = Tχ⊥(~q) a qual tem uma lei

de potência para T < Tc:

G⊥(~q) =
T

cq2

⇒ G⊥(~r, 0) ∼ |~r|−1 (65)

Esse resultado é importante e é uma consequência da quebra de simetria contínua (o que não

tínhamos no modelo de Ising, ou para O(1), onde temos uma quebra de simetria discreta). No

caso, a simetria quebrada é a simetria rotacional. A diferença física entre as duas respostas do

sistema está que a resposta paralela relacona-se com variações no valor absoluto do parâmetro de

ordem enquanto que a resposta perpendicular está associada a uma variação na sua direção. O

fato de não haver divergência, ou seja, a resposta perpendicular tem um comportamento �suave�

deve-se a falta de uma força restauradora para uma variação do sistema todo de spins.

4.5 Sistemas com parâmetro de ordem complexo: U(1)

Vamos considerar agora um sistema físico isomorfo ao O(2), que estudamos na seção anterior, ou

seja, um sistema com simetria U(1). Nesse caso, estamos considerando um sistema cujo parâmetro

de ordem é descrito por uma função de onda do tipo

ψ → |ψ| eiθ (66)

e a quebra de simetria ocorre pela escolha (de�nição) de um ângulo θ, quebrando a simetria

contínua da fase da função de onda. O exemplo típico é o estado super�uido, com a quebra da

simetria de calibre.

A situação é semelhante a que estudamos até agora, com
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f = r |ψ0|2 + 4u |ψ0|4

Para T > Tc, o parâmetro de ordem, |ψ|, anula-se e o sistema pode adquirir qualquer fase,

mantendo intacta a simetria de calibre. Para T < Tc, temos uma solução não nula onde |ψ| =

(−r/4u)1/2, como anteriormente, e |ψ|adquire um valor não-nulo e, consequentemente, θ também,

quebrando a simetria de calibre. A �gura 9 mostra a energia livre em função do parâmetro de

ordem. Como antes, qualquer valor da fase produz a mesma energia, tendo um contínuo de estados

degenerados. Uma transformação

ψ → ψ′ = ψeiθ
′

onde θ′ é uma diferença de fase adicional não altera a energia do sistema, ou seja, uma rotação

do ângulo θ′ no plano complexo não altera a energia do sistema. Esse é o grupo de simetria U(1).

A quebra de simetria quando o sistema diminui a temperatura para T < Tc implica na �escolha�

de um valor de θ′, ou seja, em um �ponto� do círculo de menor energia da �g. 9.

Fisicamente, a fase da função de onda macroscópica ψ aparece durante o processo de con-

densação. Abaixo da temperatura crítica, apenas uma pequena fração das partículas estão no

condensado e participam da fase super�uida. A medida que a temperatura diminui, os efeitos tér-

micos, que levam a destruição do condensado, tornam-se menos importantes e uma parcela maior

das partículas condensam-se no condensado. Finalmente, a T = 0K um máximo de partícu-

las encontra-se no condensado. A fase do estado macroscópico e a densidade de partículas estão

acopladas como variáveis conjugadas. Em geral, não podemos especi�car com exatidão a densidade

e a fase simultaneamente. Elas estão associadas por uma relação de incerteza que para N grande

toma a forma

∆N∆θ ∼ 1
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Figure 9: Superfície de energia livre em função do parâmetro de ordem complexo para (a) T > Tc
e (b) T < Tc. Extraído de DG.

4.6 Exemplos

Vamos considerar alguns exemplos que podem ser analisados, pelo menos qualitativamente, pela

teoria de campo médio com as simetrias que consideramos.

Uma das transições que melhor são descritas por uma teoria de campo médio, em particular pela

teoria de Landau, é a transição metal-supercondutor. A �gura 10 mostra (a) o parâmetro de ordem

e (b) o calor especí�co em função da temperatura para diversos supercondutores em (a) e para o

alumínio em (b). Não podemos medir diretamente o parâmetro de ordem. No entanto, é possível

medir o gap local, o qual é representado na �gura. Observamos que o parâmetro de ordem vai a zero

com (Tc−T )1/2, em boa aproximação, para os diversos supercondutores. Ao mesmo tempo, satura

para baixas temperaturas, de acordo com o esperado pela teoria de Landau (TCM). Para os valores

do calor especí�co, estão apresentados duas medidas, uma para a fase supercondutora e outra para a

fase normal. A fase normal apresenta a dependência linear característica da contribuição eletrônica

em um metal para o calor especí�co a baixas temperaturas (a contribuição devido aos fônons -

vibrações de rede - tem uma dependência em T 3 a baixas temperaturas e torna-se desprezível

no intervalo de temperaturas considerado). A dependência exponencial de cs com T tem uma
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descontinuidade na temperatura crítica, quando não há mais fase supercondutora e apenas a fase

normal contribui para o calor especí�co. A �gura 11 mostra a dependência do calor especí�co com

a temperatura para o tantalum e o gálio. Observamos o desvio do comportamento exponencial a

T < Tc, mostrando uma dependência em T 2.

Figure 10: (a) Parâmetro de ordem supercondutor em função da temperatura obtido por medidas
de tunelamento dos elétrons. (b) Calor especí�co em função da temperatura para o alumínio para
a fase supercondutora, cs, e a fase normal, cn. Extraído da ref. CL, ref. original N.E. Phillips,
Phys. Rev. 114, 676 (1959).

Um outro sistema que se adapta bem para a descrição da teoria de campo médio é a transição

esmética-A para esmética-C nos cristais líquidos. A �gura 12 mostra o parâmetro de ordem, isto é,

o ângulo de inclinação do vetor diretor em relação a normal dos planos da fase esmética, a inversa

da susceptibilidade do parâmetro de ordem, o calor especí�co e o inverso da intensidade de espal-

hamento de luz para um único valor de vetor de onda de espalhamento para o butyl-oxybenzylidene

heptylaniline (designado por 40.7). Na �gura 13 mostramos o parâmetro de ordem e o ângulo de

inclinação para o azoxy-4, 4'-di-undecyl-e-α methylcinnamate (AMC-11). Os resultados para o

40.7 são consistentes com a teoria de campo médio. χ−1 vai a zero linearmente com T . A in-

tensidade de espalhamento segue também o resultado esperado para a TCM. A suscpetibilidade

35



Figure 11: Calor especí�co para o (esquerda acima) tantalum e o (direita acima) galium e o
alumínio (abaixo). A curva para o alumínio é a mesma da �g. 12, apenas re-interpretada. Ref. U.
Köbler e C. Thomas, Physica B 395, 39 (2007); referências originais mencionadas na �gura.
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dependente de q apresenta comprimentos de correlação paralelo e perpendicular as camadas que

divergem com |T − Tc|−1/2, de acordo com TCM. No entanto, o calor especí�co e o parâmetro de

ordem não seguem a teoria de Landau, tal como discutida aqui. O mesmo vale para o composto

ACM-11. Para podermos interpretar esses dados, é necessário estender a teoria de Landau para a

energia livre incluindo um termo de ordem 〈φ〉6:

f =
1

2
r 〈φ〉2 + u4 〈φ〉4 + u6 〈φ〉6

A susceptibilidade e o comprimento de correlação não são alterados por esse termo a mais.

(Mostre!). O parâmetro de ordem, no entanto, adquire o valor

〈φ〉 =

(
u4

3u6

)1/2
[(

1− 3r

r0

)1/2

− 1

]1/2

e o calor especí�co

cV =


0 se T > Tc(
Ta2

8u4

)(
1− 3r

r0

)−1/2

se T < Tc

onde

r0 =
2u4

u6

As curvas sólidas das �guras representam esses resultados. Os valores obtidos para os expoentes

críticos foram β = 0, 377± 0, 01 (40.7) e β = 0, 36± 0, 005 (ACM-11). Esses valores são próximos

do previsto para o modelo de Ising. Foi obtido ainda γ = 0, 98 ± 0, 04, que é próximo do valor

previsto para a TCM (= 1). O comprimento de correlação paralelo estimado foi de 20, 4 ± 0, 7 .

Não foi possível obter uma estimativa para o comprimento de correlação perpendicular embora o

valor tenha sido estimado ser da mesma ordem.
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Figure 12: (a) Parâmetro de ordem e cos−1(dc/dA) para o composto 40.7. dc é o espaçamento entre
as camadas na fase esmética-C e dA o espaçamento na fase esmética-A. Os triângulos são medidas
do inverso da susceptibilidade do parâmetro de ordem. (b) Calor especí�co próximo da transição
de fase entre esmética-A e esmética-C para o mesmo composto. (c) Inverso da intensidade de
espalhamento da luz para �utuações do ângulo do mesmo composto. q = qz = 7, 0 × 104 cm−1.
Ref. 12.
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Figure 13: (a) Parâmetro de ordem e (b) calor especí�co para o ACM-11. Ref. 12.

A �gura 14 mostra a composição do composto 8̄S5 e as con�gurações esmética-A e esmética-C

para esse composto. A �gura 15 mostra o espalhamento de raios X para esse composto durante a

transição de fase esmética-A e esmética-C e a �gura 16 mostra o parâmetro de ordem em função da

temperatura. O cristal líquido 8̄S5 encontra-se imerso no aerosil com densidade ρS. Esse aerosil é

um gel onde formam-se caminhos de redes nanométricas. Essas induzem uma desordem que altera

a transição de fase nemática-esmética A e esmética-A - esmética-C. Com o aumento da densidade

de massa do aerosil, ocorre um desvio do comportamento previsto pela TCM com o aparecimento

de pontos tricríticos.
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Figure 14: (a) Diagramas esquemáticos das fases SmA e SmC. (b) Sequência das fases, forma
molecular e (d) estrutura química do cristal líquido 4-n-pentylphenylthiol-4-n-octyloxybenzoate
(8̄S5). Ref. 13.
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Figure 15: (a) Intensidade de espalhamento longitudinal em q para o pico de SmA a 330,65 K, (b)
os picos de coexistência SmA-SmC a 325,5 K, (c) os picos de coexistência a 325 K e (d) o pico SmC
a 318 K, para o 8̄S5+aerosil ρS = 0, 025 g/cm3. A intensidade de espalhamento está gra�cada em
função do ângulo de espalhamento 2θ, onde (q = (2π/λ) sin(2θ)). Ref. 13.
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Figure 16: Parâmetro de ordem para o SmC em função da temperatura para várias densidades de
massa ρS do aerosil. As linhas verticais indicam as regiões de coexistência SmA+SmC. Para o 8̄S5
puro a �echa indica o valor de TC . Ref. 13.

5 Teoria de campo médio: microscopia

Antes de avançarmos na utilização da teoria de Landau e outras variantes, vamos examinar a teoria

do campo médio sob o ponto de vista microscópico. Para isso, vamos considerar um sistema com

dois tipos de partículas interagindo entre si e utilizar a descrição em segunda quantização:

H = H0 + Vint

H0 =
∑
ν

ξaνa
†
νaν+
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