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Resumen

En este trabajo se presenta un estudio detallado del efecto Kondo que ocurre en
moléculas y átomos colocados sobre superficies metálicas. Para ello, se resuelven mode-
los similares al de la impureza de Anderson utilizando diferentes técnicas ya conocidas
como la aproximación “non-crossing” (NCA), bosones esclavos en campo medio (SBM-
FA) y “poor man’s scaling” (PMS). Se sabe que estos métodos de resolución reproducen
correctamente las escalas energéticas características del modelo más simple (una banda
de conducción y una impureza magnética con espín 1/2). Sin embargo, en situaciones
físicas más cercanas a la realidad, el modelo debe ser extendido. En la presente tesis se
desarrollan estas generalizaciones a la vez que se examinan las virtudes y limitaciones
de cada una de las aproximaciones, haciendo especial hincapié tanto en las simetrías
bajo las cuales se transforman los orbitales de estas moléculas y átomos como en las
propiedades espectrales del metal en donde se posicionan, analizando particularmente
la naturaleza de los estados.

En el capítulo 1 se realiza una reseña histórica del efecto Kondo y se introducen
los conceptos fundamentales que se utilizan en la tesis: El modelo de la impureza de
Anderson, el régimen de Kondo y el hamiltoniano de Anderson con simetría SU(4).
Además, se presentan las ecuaciones para la determinación de la conductancia diferen-
cial experimental medida con un microscopio de efecto túnel (STM).

Con el objetivo de adentrarse en aspectos cualitativos en torno al rol que cumple la
superficie metálica, en el capítulo 2 de la tesis se presenta un análisis teórico y experi-
mental para el caso de la superficie (111) de la plata. El experimento muestra que la
densidad espectral de los estados superficiales medida por la conductancia diferencial
G(V ) = dI/dV con un microscopio de efecto túnel (STM) puede sufrir modificaciones
si se introducen arreglos simples de átomos de cobalto colocados sobre la superficie.
Específicamente, se analizan los cambios producidos por resonadores que consisten en
dos paredes paralelas de estos átomos depositados sobre la superficie de Ag(111). Me-
diante un modelo simple en donde el efecto de los átomos que conforman las paredes
se modela a través de un potencial local atractivo, sumado a efectos de acoplamiento
entre la impureza de cobalto con los estados superficiales y volumétricos, se pueden
comprender las características principales de la conductancia observada experimental-
mente. El propósito principal de esta investigación es adquirir una noción más amplia
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viii Resumen

respecto a la perturbación atómica en la densidad local de estados (LDOS) de la su-
perficie metálica en los experimentos STM. A su vez, el análisis teórico de los cambios
en la LDOS resulta un buen ejemplo en donde se permite extraer la proporción de los
estados superficiales y volumétricos en estudios de estados topológicos.

A continuación, se presenta una investigación teórica referida al rol de la banda
de estados de conducción en el efecto Kondo. Las superficies (111) de metales como
el cobre, la plata y el oro son frecuentemente utilizadas como sustratos para muchas
observaciones de este fenómeno. Estos metales se caracterizan por una banda de esta-
dos superficiales con una densidad de estados (ρs) que es aproximadamente constante
y que comienza a una energía Ds

i ligeramente por debajo de la energía de Fermi. Con-
siderando el hamiltoniano de Anderson más simple, se evalúa la escala de temperatura
característica TK en función de la posición en energía del fondo de la banda Ds

i a través
de procedimientos numéricos y analíticos. El análisis de las soluciones obtenidas resul-
ta de gran utilidad para quienes estudian este fenómeno, puesto que permite poner
en evidencia la efectividad de los algoritmos utilizados regularmente. Por otra parte,
mediante la interpretación de los resultados se encuentra una ley de potencias simple
para la magnitud de TK en función de Ds

i , que depende de la magnitud de las hibrida-
ciones entre la impureza magnética y los estados superficiales y volumétricos, así como
también de la energía del nivel localizado de la impureza y la repulsión coulombiana
en el mismo.

Empleando conceptos descriptos con anterioridad, el capítulo 3 de la tesis se dedica
a desarrollar el caso particular del efecto Kondo originado por una impureza de cobalto
sobre una superficie (111) de plata. Este sistema se examina experimentalmente sobre
una región que inicialmente está repleta de estas impurezas. Utilizando la técnica de
manipulación de átomos mediante el STM, se limpia una área de trabajo la cual mani-
fiesta fluctuaciones de ρs en función de la posición. Posteriormente, se coloca un átomo
de cobalto en diferentes posiciones de ese área, lo que posibilita estudiar este fenómeno
en función de la magnitud local de la densidad espectral estados superficiales. Se obtie-
ne una relación aproximadamente lineal entre la temperatura de Kondo TK y ρs. Esto
se interpreta en base a un modelo de Anderson que incluye los grados de libertad de
espín y orbital de la impureza devenidos de un análisis de la simetría puntual de los
orbitales 3d del cobalto, obteniendo un buen acuerdo con los resultados experimentales.
Los resultados que se extraen de este modelo evidencian la importancia de los estados
superficiales en la temperatura de Kondo, que normalmente son menospreciados en la
literatura, y constatan a su vez la relevancia del comienzo de la banda de conducción
superficial en estos sistemas.

Finalmente, en el capítulo 4 se estudia un sistema compuesto por una molécula de
ftalocianina de hierro (FePc) colocada sobre la superficie (111) del oro. Esta estructura
presenta una gran riqueza en términos de los comportamientos que se ven en la con-
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ductancia diferencial experimental, en donde se advierten dos escalas de energía dife-
rentes: una antiresonancia angosta que está montada sobre un pico ancho. Extendiendo
el modelo de Anderson para el caso de tres canales, se describe el sistema incluyendo
los orbitales relevantes que están parcialmente llenos: los orbitales degenerados 3dπ
(π = xz, yz) y el orbital 3dz2 . Con un análisis del estado fundamental se puede caracte-
rizar el sistema como un líquido de Fermi, lo que permite analizar el problema con una
SBMFA generalizada. Esta aproximación permite, para parámetros razonables, descri-
bir muy bien el espectro experimental. Se muestra que el efecto Kondo tiene lugar en
dos etapas, con diferentes escalas que se corresponden con las diferentes hibridaciones
entre el baño y los orbitales con simetría z2 y xz-yz. Este modelo también permite
recuperar el resultado para el ancho de las resonancias Kondo cuando uno de los dos
canales está ausente, lo que permite un análisis respecto a la dependencia mutua que
presentan estas dos escalas de energía.

Palabras clave:MODELO DE LA IMPUREZA DE ANDERSON, APROXIMACIÓN
“NON-CROSSING”, BOSONES ESCLAVOS EN CAMPO MEDIO, “POOR MAN’S
SCALING”, MICROSCOPIO DE EFECTO TÚNEL, DENSIDAD LOCAL DE ESTA-
DOS, COBALTO, SUPERFICIE DE PLATA, FTALOCIANINA DE HIERRO, SU-
PERFICIE DE ORO.





Abstract

In this work, we present a detailed study of the Kondo effect taking place in molecules
and atoms in metal surfaces. For this purpose, we solve the impurity Anderson model
using different known techniques, like non-crossing approximation (NCA), slave bosons
in the mean field approximation (SBMFA), and poor man’s scaling (PMS). These ap-
proaches are known to reproduce correctly the characteristic scales of this phenomenon
for the simplest model (one conduction band and one magnetic impurity with spin 1/2).
However, in physical situations closer to reality, an extension of this model is required.
In the present thesis, we develop these generalizations while we look into the virtues
and limitations of the approximations, with special emphasis on both the symmetry
under which the orbitals of these molecules and atoms are transformed, and the spec-
tral properties of the metal in which they are deposited, analyzing in particular the
nature of the states.

In chapter 1, a historical review of the Kondo effect is made and the fundamental
concepts we use in the thesis are introduced: the impurity Anderson model, the Kondo
regime, and the SU(4) Anderson Hamiltonian. In addition, we present the equations
for the determination of the experimental differential conductance measured with a
scanning tunneling microscope (STM).

In order to go deeply into qualitative aspects around role played by the metallic
surface, a theoretical and experimental analysis in the case of a (111) silver surface is
presented in Chapter 2. The experiment shows the spectral density of the surface states,
measured by the differential conductance G(V ) = dI/dV with a scanning tunneling
microscope (STM), can suffer alterations if simple arrays of cobalt atoms placed on the
surface are introduced. Specifically, we analyze the changes produced by resonators
which consist of two parallel walls of these atoms deposited on the Ag(111) surface.
Employing a simple model in which the effect of the adatoms is taken into account by
an attractive local potential and adding effects of coupling between impurity and the
surface and bulk states, the main features of the observed experimental conductance can
be understood. The main purpose of this research is to acquire a broader knowledge
regarding the effect of the adsorbates on the local density of states (LDOS) of the
metallic surface in STM experiments. At the same time, the theoretical analysis of
the changes in the LDOS is a good example which allows to extract the proportion of

xi



xii Abstract

surface and bulk states in studies of topological states.
Then, we present a theoretical investigation related to the role of the band of

conduction states in the Kondo effect. The (111) surfaces of copper, silver, and gold are
frequently used as the substrate for many observations of this phenomenon. This metals
are characterized by a band of surface states (ρs) approximately constant that begins
at an energy Ds

i slightly below the Fermi energy. Considering the simplest Anderson
Hamiltonian, we evaluate the characteristic temperature scale TK as a function of the
energy of bottom of the surface band through numerical and analytical procedures.
The analysis of the obtained solutions is really useful for those who study this effect
since it shows the capability of the algorithms regularly used. On the other hand, the
results show a simple power law for the magnitude TK as a function of Ds

i is found,
which depends on weight of the hybridizations between the magnetic impurity and the
surface and bulk states, as well as on the one-site energy and Coulomb repulsion.

Using concepts previously described, chapter 3 of this thesis is devoted to study the
particular case of the Kondo effect originated by a Co impurity absorbed in a Ag(111)
surface. This system is experimentally examined in an area initially filled with these
impurities. Making use of atomic manipulation with the STM, a working area wich
finally shows variations in ρs as a function of the position is cleaned. Later, a single
cobalt atom is relocated at different positions of this area, which makes it possible to
study the Kondo effect as a function of the weight of the local surface spectral density.
An almost linear relationship between the Kondo temperature TK and ρs is found.
This is interpreted based on an Anderson model including spin and orbital degrees of
freedom of the impurity coming from the analysis of the symmetry of the 3d orbitals of
cobalt, in good agreement with the experimental findings. The results extracted from
this model show the significance of the surface states in the Kondo temperature, which
are usually underestimated in the literature, and in turn confirms the relevance of the
beginning of the surface conduction band Ds

i in these systems.
Finally, in chapter 4 we study a system composed of an iron phthalocyanine (FePc)

molecule on a Au(111) surface. This structure has a rich physics of experimentally
observed behaviors in differential conductance, in which two different energy scales are
shown: a narrow dip mounted on a broader peak. We extend the Anderson model for
the three-chanel case. We describe the system including the partially-filled orbitals: the
degenerate 3dπ orbital (π = xz, yz) and the 3dz2 . Through an analysis of the ground
state we can conclude that the system is a Fermi liquid, which allows us to analyze
the problem using a generalized SBMFA. For reasonable parameters, this approach
allows us to describe the experimental spectrum very well. We show that the Kondo
effect takes place in two stages, with different scales which correspond to the different
hybridizations between the conduction bath and the orbitals with z2 and xz− yz sym-
metries. This approach also recovers the result for the width of the Kondo resonances
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when one of the two channels is absent, which permits an analysis regarding the the
mutual dependence of these two energy scales.

Keywords: IMPURITY ANDERSON MODEL, NON-CROSSING APPROXIMA-
TION, SLAVE BOSONS MEAN FIELD APPROXIMATION, POOR MAN’S SCAL-
ING, SCANNING TUNNELING MICROSCOPE, LOCAL DENSITY OF STATES,
COBALT, SILVER SURFACE, IRON-PHTHALOCYANINE, GOLD SURFACE





Capítulo 1

Introducción

1.1. Efecto Kondo

El desarrollo de los procesos de fabricación de nanoestructuras junto con el adve-
nimiento de nuevas técnicas de enfriamiento han permitido tanto la observación ex-
perimental como el posterior estudio teórico de fenómenos fascinantes en una gran
cantidad de materiales. La supresión de las fluctuaciones térmicas en experimentos
a bajas temperaturas posibilitaron el descubrimiento de fenómenos de transporte no
convencionales que involucran estados colectivos, tales como la superconductividad y
el efecto Kondo.

La primera manifestación de este último fue percibida en 1934, cuando un estudio
de la resistividad eléctrica en el oro con impurezas de hierro exhibió comportamientos
anómalos en temperaturas por debajo de los 5 K [1]. En general, la resistividad de un
metal viene determinada principalmente por los procesos de dispersión electrón-fonón
y su decrecimiento con la disminución de la temperatura es proporcional a T 5. A su
vez, los defectos presentes en el material hacen que, a temperaturas cercanas a cero,
este comportamiento sature a un valor distinto de cero. Sin embargo, la presencia de
un ligero crecimiento de la resistividad, que daba cuenta de la formación de un mínimo
para temperaturas cercanas a cero, resultó un hallazgo sorprendente que requirió la
proposición de una nueva teoría más exhaustiva.

Esta misteriosa anomalía tuvo su primera explicación en 1964 de la mano de Jun
Kondo, quien mostró que el mínimo en la resistividad se debía a la presencia de im-
purezas magnéticas diluidas que interactúan con el metal [2]. Mediante un desarrollo
perturbativo del modelo propuesto, Kondo relacionó el comportamiento de la resisten-
cia del material a bajas temperaturas con un término de tipo logarítmico que deviene
del acoplamiento entre el momento magnético local asociado a una impureza y los elec-
trones de conducción de la muestra que están cercanos al nivel de Fermi. Por otro lado,
la aparición de un término del tipo log(T ) induce una divergencia cuando T → 0, mien-
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2 Introducción

tras que experimentalmente se observa una saturación de la resistividad a muy bajas
temperaturas. La imposibilidad dar una explicación a este comportamiento originó la
necesidad de desarrollar una nueva teoría que explique en su completitud el comporta-
miento de bajas temperaturas en los sistemas que manifestaban estas características.
El desarrollo perturbativo en los ordenes principales de la perturbación proporcionaba
una buena descripción para temperaturas superiores a una escala característica deno-
minada “temperatura de Kondo” TK , pero esta no podía extenderse para T < TK . Esto
dio lugar al denominado “problema de Kondo”.

El modelo propuesto para la descripción del acoplamiento entre una impureza mag-
nética con espín S y los electrones de conducción se basa en un hamiltoniano de aco-
plamiento antiferromagnético que tiene la forma

HK =
∑
kσ
εkc
†
kσckσ + J S · s, (1.1)

donde el primer término del hamiltoniano corresponde al baño de electrones de con-
ducción del metal, J es el término de la energía intercambio antiferromagnético entre
el espín de la impureza S y la densidad local de espín de la banda de estados de
conducción en el sitio de la impureza s.

Un paso importante en la caracterización del comportamiento de estos sistemas
para toda temperatura lo dio Kenneth Wilson en 1975 [3]. Por medio del llamado
“grupo de renormalización”, Wilson logró definir la temperatura de Kondo en términos
de las características físicas del sistema y estableció que el estado fundamental para una
impureza de espín S = 1/2 es un singlete. Una imagen sencilla que ayuda visualizar
este concepto es que, a temperatura suficientemente baja, el espín de la impureza
magnética es apantallado por los electrones de conducción del baño, dando lugar a un
estado fundamental que aproximadamente puede escribirse de esta forma

1√
2
(
|↑〉imp |↓〉c − |↓〉imp |↑〉c

)
, (1.2)

donde |σ〉imp representa el estado de la impureza con espín σ =↑, ↓ y |σ′〉c es un esta-
do de conducción con un peso importante cerca de la impureza y con espín σ′ =↑, ↓
[4]. Este estado fundamental contribuye a la formación de una resonancia en la den-
sidad espectral de la impureza para energías cercanas a la energía de Fermi, la cual
se denomina “resonancia Kondo”. Además, este enfoque permitió la determinación del
comportamiento de las propiedades físicas del sistema cuando T < TK . En particular,
la susceptibilidad magnética muestra un cambio cualitativo para temperaturas por de-
bajo de TK : mientras para T >> TK este parámetro sigue una ley de Curie χ ∼ 1/T ,
por debajo de la temperatura de Kondo muestra un comportamiento constante, que es
del orden de 1/TK . En general, para distintos parámetros, la susceptibilidad magnética
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en función de T/TK muestra es un comportamiento universal que también se observa en
el calor específico y la conductancia eléctrica, lo que implica que estas propiedades no
dependen de las características macroscópicas del sistema en cuestión, sino que vienen
determinadas por la energía de ligadura de este estado singlete.

De forma paralela, se desarrollaron otros trabajos teóricos con el objetivo de ex-
plicar el comportamiento de impurezas en metales de transición, como el modelo de
la impureza de Anderson. De este modelo emergió el concepto de “estado virtual” ge-
nerado por la localización temporal de los electrones de conducción alrededor de la
impureza magnética, la cual es responsable de generar un estado ligado. Este mode-
lo fue crucial para los desarrollos posteriores de la teoría en el marco de los sistemas
altamente correlacionados.

1.2. El modelo de la impureza de Anderson

En 1961, Philip Anderson presentó un modelo para describir impurezas magnéticas
diluidas en metales [5]. La presencia de una impureza inmersa en un baño de electrones
libres genera un potencial local que induce un estado ligado. Sin embargo, si este
potencial no es lo suficientemente fuerte, la localización de los electrones de conducción
cercanos a la impureza es temporal y da lugar a los llamados estados virtuales. Dichos
estados existen en impurezas de metales de transición y tierras raras cuyos niveles (d y
f respectivamente) se posicionan por dentro de la banda de electrones de conducción
del metal. La interacción entre los electrones de la banda y dicho estado se da a través
del tuneleo electrónico entre los estados de Bloch de los electrones de conducción y el
estado localizado. Esta interacción (o “hibridación”) depende del solapamiento entre
los orbitales fuertemente localizados de la impureza y los de los electrones de la banda.
Este efecto se denota a partir de un elemento de matriz de hibridación que tiene la
forma

Vk =
∑
i

exp (ik.Ri) 〈φd|H|ψRi
〉, (1.3)

donde φd da cuenta del nivel atómico localizado d de la impureza conformada por un
metal de transición, ψRi

es la función de onda de Bloch de los electrones de conducción
en el sitio Ri y H es el hamiltoniano de Anderson. En su forma más sencilla, en donde
el nivel localizado no está degenerado y puede hospedar a dos electrones con espín σ =↑
y σ =↓, este hamiltoniano puede escribirse como
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H = Himp +Hc +Hhib,

Himp =
∑
σ

εdd
†
σdσ + Und↑nd↓,

Hc =
∑
kσ
εkc
†
kσckσ,

Hhib =
∑
kσ

(
Vkd

†
σckσ + V ∗k c

†
kσdσ

)
. (1.4)

Himp describe a la impureza magnética desacoplada del baño. d†σ (dσ) es un operador
que crea (destruye) un electrón con espín σ en la impureza con una energía εd. El costo
energético adicional a εd de tener dos electrones en la impureza viene cuantificado
por el término de repulsión coulombiana U en donde el operador ndσ = d†σdσ es el
número de electrones con espín σ presentes en la impureza. El término de repulsión
coulombiana en el sitio U se puede escribir en términos de la función de onda de la
impureza magnética de la forma

U =
∫
drdr′φ∗d(r)φ∗d(r′)

e2

|r− r′|
φd(r)φd(r′). (1.5)

Hc denota la contribución de la banda de conducción sin la presencia de la impureza,
en donde c†kσ (ckσ) es el operador de creación (destrucción) de un electrón en la banda
de conducción con una energía εk, un momento k y un espín σ.

Para describir el salto de electrones de la banda de conducción al estado localizado
y viceversa, se introduce el término Hhib. En general, las funciones de onda de estos
estados no son ortogonales. No obstante, dadas las características de los orbitales que se
ponen en juego, la ortogonalidad puede suponerse como una aproximación razonable.

Se pueden estudiar distintos límites simples para este modelo con el objetivo de
extraer información de la densidad espectral de la impureza. Por ejemplo, el caso en
donde la impureza está desacoplada del metal (Vk = 0) constituye un caso trivial que
se denomina “límite atómico”, en el cual la densidad espectral de la impureza viene
dada por deltas de Dirac en las energías correspondientes a la adicción de uno y dos
electrones en el nivel localizado de la impureza (εd y εd + U).

En la Fig. 1.1 se muestra un esquema de los posibles estados fundamentales para
el modelo de Anderson en el límite atómico. El rectángulo gris representa el baño
de electrones de conducción y la línea horizontal que lo atraviesa da cuenta de la
posición del nivel de Fermi. Los casos a) y c) denotan estados no magnéticos. Estas
configuraciones tienen o bien dos electrones (uno con espín ↑ y otro con ↓) y una energía
2εd +U , o bien ningún electrón y energía 0 respectivamente. Ambos casos constituyen
un estado fundamental singlete. El caso d) es el caso magnético en donde un electrón
ocupa el nivel inferior formando un estado simplemente ocupado de energía εd. Cabe
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a) b) c)

Figura 1.1: Posibles estados fundamentales para el modelo de Anderson en el
límite atómico (Vk = 0). La línea horizontal denota la posición de la energía de
Fermi εF

destacar que existe otro caso más complejo que no se muestra en la figura, en donde
uno de los niveles se encuentra en el nivel de Fermi, dando lugar al denominado régimen
de valencia intermedia.

Con esta imagen, es sencillo ver que el único caso en donde se obtiene un momento
magnético local no nulo es el b), en donde ocupar la impureza con un electrón es
energéticamente favorable (εd < εF ) pero agregar el segundo electrón no lo es (εd+U >

εF ).

Otro régimen que puede estudiarse es el denominado límite no interactuante (NIL)
en donde se suprime el término de la repulsión coulombiana (U = 0). En este caso, se
puede obtener una expresión para la densidad espectral de la impureza calculando la
función de Green de la misma a través de las ecuaciones de movimiento. Esto da lugar
a ecuaciones acopladas del tipo

(ω − εd)Gσ
dd(ω) = 1 +

∑
k
V ∗kG

σ
kd(ω),

(ω − εk)Gσ
kd(ω) = VkG

σ
dd(ω). (1.6)

donde Gσ
pq(ω) = 〈p|Gσ(ω)|q〉 es la función de Green evaluada en p, q = d, k. Resolviendo

el sistema (1.6) para la función de Green del nivel localizado de la impureza se obtiene

Gσ
dd(ω) = 1

ω − εd − Σ0σ(ω) ,

con Σ0σ(ω) = Λ(ω)− i∆(ω). (1.7)



6 Introducción

Donde Σ0σ(ω) es la denominada autoenergía no interactuante, que en términos de
la hibridación entre el nivel localizado y los estados de conducción se escribe como

Λ(ω) = P
∑

k

|Vk|2

ω − εk
,

∆(ω) = π
∑

k
|Vk|2δ(ω − εk). (1.8)

Con esto, la densidad espectral de la impureza por espín tiene la forma

ρdσ(ω) = − 1
π
ImGσ

dd(ω) = 1
π

∆(ω)
(ω − εd − Λ(ω))2 + ∆(ω)2 (1.9)

Si además consideramos una banda de conducción constante en ω [ρc(ω) = ρc]
extendida desde−D hastaD y una hibridación constante en energía Vk = V (suposición
que usualmente es razonable en este tipo de sistemas), las Ecs. (1.8) pueden escribirse
como

Λ(ω) = ρc|V |2log
∣∣∣∣D + ω

D − ω

∣∣∣∣ ,
∆ = πρc|V |2. (1.10)

Si además se supone que el ancho de banda es suficientemente grande, la expresión
para Λ(ω) puede considerarse despreciable en un rango de energías ω pequeño. Como
resultado, se obtiene una lorentziana centrada en εd.

1.2.1. Régimen de Kondo

Los sistemas en los que se produce el efecto Kondo presentan una repulsión coulom-
biana del nivel localizado del orden de los electrón-voltio y una hibridación del mismo
con los electrones de conducción que es finita (V 6= 0). En este escenario, la posibilidad
de tener un momento local se traduce en la presencia de un nivel localizado que se
encuentre por debajo del nivel de Fermi del baño (εd < εF , εd +U > εF ), de tal manera
que el sitio de la impureza está ocupado por un electrón [Fig. 1.1 b)]. Este esquema
compite con la presencia de una probabilidad de transición distinta de cero entre los
electrones de conducción del baño y el electrón del nivel localizado de la impureza.
Aunque la transición del electrón localizado a un estado por encima del nivel de Fermi
(o al revés, ocupando el nivel localizado con dos electrones) es energéticamente desfavo-
rable, el principio de indeterminación de Heisenberg permite que este estado exista en
un tiempo corto formando el ya mencionado “estado virtual” o “estado intermediario”.
Un esquema de un posible proceso de este tipo se presenta en la Fig. 1.2. La impureza,
que inicialmente está ocupada por un electrón con espín ↑ [a)], transfiere ese electrón
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Figura 1.2: Representación esquemática del efecto Kondo y la densidad espectral
resultante.

al baño de electrones de conducción generando el estado virtual esquematizado en b).
Posteriormente, un electrón con espín ↓ del baño se transfiere a la impureza [c)].

La suma de este tipo de procesos en donde se intercambia el espín de la impureza
modifican la densidad espectral del sistema, originando un pico cerca del nivel de Fermi
que se denomina “resonancia Kondo”. Este es un fenómeno de bajas temperaturas en
donde el espín de la impureza es apantallado por los electrones de conducción y el
sistema se vuelve no magnético. La temperatura para la cual aparece la resonancia se
denomina “temperatura de Kondo” (TK) y es una escala característica del sistema que
experimentalmente está relacionada con el ancho de dicho pico y se produce cuando la
temperatura del sistema es menor a ella.

En referencia a los parámetros del modelo de Anderson, el efecto Kondo se produce
cuando εd+U−εF , εF−εd >> ∆, donde ∆ viene dado por la Ec. (1.10). En este régimen,
es posible derivar un modelo efectivo mediante perturbaciones de segundo orden en las
excitaciones virtuales. Con este procedimiento, que se denomina transformación de
Schrieffer-Wolff, se obtiene el hamiltoniano de Kondo [6]. Si se tiene en cuenta que la
hibridación es constante en energía, éste tiene la forma

HK = J
∑
kk’

[
S+c†k↓ck’↑ + S−c†k↑ck’↓ + Sz

(
c†k↑ck’↑ − c†k↓ck’↓

)]
, (1.11)

donde Sν (ν = +,−, z) son los operadores de espín para una impureza con espín S

(1/2 para el modelo de Anderson discutido hasta aquí) y, si se considera la energía de
Fermi como el origen de energías (εF = 0), el término J tiene la forma
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J = |V |2
[ 1
U + εd

− 1
εd

]
, (1.12)

que es la constante que da cuenta del acoplamiento entre el espín local de la impureza
y los electrones de conducción del baño.

Existen distintas maneras de definir la temperatura de Kondo TK dependiendo del
método de resolución empleado y serán oportunamente mencionadas a lo largo de esta
tesis. Una de ellas ya se ha mencionado y corresponde a identificar esta escala con
el ancho de la resonancia. Otra forma de hacerlo deviene del método conocido como
“Poor Man’s Scaling”, la cual posee la virtud de relacionar TK con los parámetros del
sistema. Los detalles de este método se presentan en el apéndice A. En la aproximación
a segundo orden en la interacción J de las ecuaciones de renormalización puede definirse

TK ∼ Dexp
(
−1

2ρcJ

)
. (1.13)

De aquí puede verse que la temperatura de Kondo depende esencialmente del tér-
mino de acoplamiento J . En el caso en que la repulsión coulombiana es mucho más
grande que el resto de las escalas energéticas del sistema (aproximación razonable en la
mayoría de los casos), puede suponerse U →∞, lo que da lugar al denominado “límite
de alta interacción” (SCL). En este caso, la Ec. (1.13) queda

TK ∼ Dexp
(
πεd
2∆

)
, (1.14)

con ∆ = πρc|V |2. Luego, para un nivel localizado dado, la TK aumenta con el creci-
miento de la hibridación V .

1.2.2. Hamiltoniano de Anderson SU(4)

El ejemplo presentado para explicar el modelo de Anderson corresponde al caso
más sencillo, en donde un electrón que se encuentra en un orbital no degenerado es
apantallado por una banda de electrones de conducción con espín s = 1/2. Este esce-
nario corresponde a buena parte de los casos observados experimentalmente, en donde
hay un solo orbital relevante y su energía se encuentra en las cercanías del nivel de
Fermi, lo que genera fluctuaciones de carga de nd = 1 a nd = 0. Es fácil ver que la Ec.
(1.4) es invariante ante el intercambio de espín ↑↔↓. Puede demostrarse además que
H conmuta con los generadores de rotaciones de ángulo infinitesimal alrededor de los
tres ejes (Sx, Sy, Sz) y, por lo tanto, transforma como el grupo SU(2).

Sin embargo, existen casos más complejos en donde el nivel localizado se encuentra
degenerado. Particularmente, la configuración d parcialmente llena en los metales de
transición tienen un momento angular l = 2 que dan lugar a 2l + 1 = 5 orbitales:
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(dxz, dyz, dxy, dz2 y dx2−y2). En el caso de un átomo aislado, estos niveles energéticos se
encuentran degenerados. No obstante, cuando este átomo es colocado sobre la superficie
metálica, la presencia del campo cristalino genera una ruptura de la degeneración
orbital. Asimismo, el grupo de simetría puntual inducido por el posicionamiento de la
impureza en un sitio que minimice la energía del sistema puede producir que algunos
de estos niveles estén degenerados.

En este marco, la presencia de estos grados de libertad adicionales (o grados de
libertad orbital o de “pseudoespín”) combinados con las fluctuaciones del espín de la
impureza en aquellos niveles próximos a la energía de Fermi puede desencadenar entor-
nos en donde la física de Kondo se desarrolla con una simetría superior. Consideremos
el caso de fluctuaciones de carga entre 0 y 1 electrón (o hueco). En cualquier caso,
la partícula con espín σ se localiza en un doblete de pseudoespín µ, donde µ = 1, 2
(por ejemplo, los orbitales dxz y dyz en una simetría tetragonal). De esta manera, la
impureza puede describirse con el término

Himp =
∑
µ=1,2

∑
σ

εdd
†
µσdµσ +

∑
(µσ)6=(µ′σ′)

Unµσnµ′σ′ , (1.15)

donde d†µσ crea un electrón en la impureza con pseudoespín µ y espín σ y U es la
repulsión coulombiana, la cual se considera equivalente entre la intraorbital (cuando
µ = µ′ y σ 6= σ′) e interorbital (cuando µ 6= µ′). Existen otros términos de interacción
además de los que se incluyen en la Ec. (1.15) (que son los más importantes), como el
término de intercambio (Hund) y el hopping de pares, pero resultan irrelevantes en el
caso de que se tenga una sola partícula en la impureza (límite de alta interacción).

Naturalmente, el esquema del acoplamiento se ve modificado por la presencia de este
grado de libertad adicional. Los electrones de conducción y el término de acoplamiento
con la impureza pueden escribirse como

Hc =
∑
µkσ

εkc
†
µkσcµkσ,

Hhib =
∑
µkσ

(
Vkd

†
µσckσ + H.c.

)
. (1.16)

Por simetría, los electrones del baño que se hibridizan con la impureza son aquellos
que tienen una simetría equivalente. Dicho de otra forma, los procesos de efecto túnel
conservan el número cuántico de pseudoespín. Un esquema de este caso se presenta en
la Fig. 1.3. Se va a considerar que se tienen repulsiones coulombianas (interorbital e
intraorbital) lo suficientemente grandes para que solo sea posible tener un electrón (o
un hueco) con espín σ y pseudoespín µ. El presente sistema puede describirse con un
modelo con simetría SU(2) × SU(2) que se corresponden con los grados de libertad
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d1σ d1σ,{ }ck1σ ck1σ,{ }
Vk

d2σ d2σ,{ }

Vk

U12

ck2σ ck2σ,{ }

Figura 1.3: Esquema de un modelo de Anderson con simetría SU(2) × SU(2).
La línea vertical indica la repulsión coulombiana interorbital U1,2 [la interacción
intraorbital no se muestra].

de espín y pseudoespín. Pero además, en el caso particular en donde se tenga una alta
repulsión coulombiana (U →∞), el sistema tiene una simetría SU(4), la cual es mayor
a SU(2)× SU(2).

En este caso, la magnitud Vk da cuenta del solapamiento entre el estado de la
impureza con un pseudoespín µ y un espín σ con los correspondientes electrones de
conducción del baño (nótese que, por simetría, las hibridaciones Vk no dependen de µ).
Estas hibridaciones dependen de la distribución espacial de los estados considerados. El
grado de libertad de pseudoespín juega exactamente el mismo rol que el correspondiente
al espín de la impureza. Esto significa que si se tiene un electrón en la impureza cuyo
estado inicial es |1, ↑〉, se puede pasar a un estado final del tipo |2, ↓〉. En este caso,
puede hacerse una contracción de los índices del tipo (µ, σ) = m, con m = 1, ..., 4. El
hamiltoniano resultante es invariante SU(4). Esto significa que las rotaciones de sus
generadores del álgebra conmutan con el hamiltoniano. Tomando la base |1, ↑〉, |1, ↓〉,
|2, ↑〉, |2, ↓〉, los generadores SU(4) pueden escribirse como matrices diagonales [como
las matrices de Pauli σz para el SU(2)] y otras que permutan dos estados con o sin
cambio de signo [del tipo σx y σy para el SU(2)]. El hamiltoniano que resulta tiene la
forma
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Figura 1.4: Comparación de las resonancias Kondo SU(2) con α = σ para ∆ = 1
y εd = −4∆ (línea punteada negra) y SU(4) con α = m para ∆ = 0.5 y εd = −8∆
(línea continua roja) obtenida con NCA.

H = Himp +Hc +Hhib,

Hc =
∑
km

εkc
†
kmckm,

Himp = εd
∑
m

d†mdm +
∑
m′ 6=m

Ud†mdmd
†
m′dm′ ,

Hhib =
∑
km

(
Vkd

†
mckm + H.c.

)
. (1.17)

La presencia de este grado de libertad adicional (orbital o pseudoespín) genera
un cambio en las propiedades de la resonancia Kondo. Si nuevamente se consideran
repulsiones coulombianas grandes comparadas con las escalas energéticas del sistema
(U → ∞) se puede seguir un procedimiento análogo al hecho en el apartado anterior
para la determinación de la temperatura de Kondo, obteniéndose

TK ∼ Dexp
(
πεd
4∆

)
, (1.18)

El factor 1/2 adicional respecto al resultado anterior hace que, para los mismos
parámetros, el ancho de la resonancia Kondo presente en la densidad espectral de la
impureza por espín sea mucho mayor que en el caso anterior. En la Fig. 1.4 se muestra
la densidad espectral en las cercanías del nivel de Fermi en el régimen de Kondo para



12 Introducción

dos casos: a) un hamiltoniano de Anderson SU(2) y b) un hamiltoniano de Anderson
SU(4). Un hecho significativo respecto a las características de la resonancia Kondo
deviene de la regla de suma de Friedel [7], que relaciona la densidad espectral en el
nivel de Fermi con la ocupación del nivel localizado a través de la ecuación

ρdα(εF = 0) = sin2(πndα)
π∆ . (1.19)

En el caso a), la ocupación del estado localizado en el régimen de Kondo tiende a
1/2. Esto da un valor de ∆ρdσ(εF = 0) ' 0.32. En el caso b), la ocupación tiende a
1/4 y este valor cae a ∆ρdm(εF = 0) ' 0.16. Como resultado se obtiene una resonancia
más desplazada hacia valores por encima de la energía de Fermi para el pico de Kondo
SU(4). Si se tiene en cuenta que el ancho del pico está directamente relacionado con
la temperatura de Kondo TK , es posible ver que la posición del mismo ω0 también
depende de la simetría. En el caso a) se tiene que la posición es ω0 � TK , mientras
que en el caso b) ω0 ' TK . Cabe mencionar que la desviación del valor de la densidad
espectral en el nivel de Fermi obtenida con NCA respecto a la regla de suma de Friedel
[su sobrestimación en el caso SU(2) y su subestimación en el caso SU(4)] es una
limitación conocida de esta aproximación [8].

1.3. Teoría para la conductancia diferencial medida
con un microscopio de efecto túnel

El efecto de impurezas magnéticas sobre superficies metálicas se examina experi-
mentalmente con el llamado scanning tunneling microscope (STM) o microscopio de
efecto túnel. Este instrumento se basa en el efecto túnel de los electrones entre la pun-
ta de este microscopio y la muestra. Cuando estas se encuentran muy cercanas entre
si, el voltaje aplicado permite que los electrones atraviesen la barrera generada por el
vacío. Como resultado, la conductancia diferencial G(eV) = dI/dV (eV) medida por el
microscopio depende de la densidad de estados de la muestra, así como también del
voltaje aplicado y las características de la punta. De esta manera, es posible observar la
presencia de la resonancia Kondo. En general, la inducción de una corriente túnel entre
el sistema impureza-metal y la punta es un proceso fuera del equilibrio. Sin embargo,
si se considera que ambos se encuentran débilmente acoplados (por ejemplo, cuando
la distancia entre ellos es suficientemente grande como para que este acoplamiento sea
mucho menor que las interacciones entre la impureza y el metal), puede considerarse
como una aproximación razonable que la impureza se encuentre en equilibrio con el
metal.

La corriente de efecto túnel medida por la punta del STM se debe, o bien a la
presencia del estado localizado de la impureza o bien de los estados de conducción del



Teoría para la conductancia diferencial medida con un microscopio de efecto túnel 13

metal (o ambas). Puesto que estos últimos son estados espacialmente más extendidos,
el STM es en general más sensible a los electrones de conducción. En este sentido, puede
demostrarse que si la densidad espectral de la impureza muestra una resonancia en el
régimen de Kondo, en la densidad espectral de los estados de conducción se produce
una antiresonancia. La combinación de estos efectos que devienen de las propiedades de
la interacción entre la punta del microscopio y el sistema dan lugar a irregularidades en
la dependencia en energía de la conductancia experimental. Fano discutió las asimetrías
producidas en estos términos y calculó una función que ajusta la resonancia Kondo y
es función de estas interacciones [9]

F (ω, q) ∝ [q + (ω − ωK)/Γ]2

1 + [(ω − ωK)/Γ]2
, (1.20)

donde Γ es el semiancho de la resonancia que usualmente se relaciona con TK , ωK es la
posición de la misma y q es el factor de asimetría. Este factor depende del acoplamiento
de la punta del STM con los estados de conducción tpc y con la impureza tpd como

q ∝ tpd
tpc
, (1.21)

Luego, si la interacción entre la punta y el sistema viene mediada principalmente
por el acoplamiento tpd, q es muy grande y el resultado es una resonancia. En cambio,
si la interacción principal viene del acoplamiento tpc, q es muy chico y el resultado es
una anti-resonancia.

En esta sección se presenta un modelo simple que permite determinar la conductan-
cia medida cuando la punta del microscopio se coloca en un sitio arbitrario en función
de los parámetros del modelo de Anderson.

1.3.1. Sistema impureza-metal

Antes de discutir el modelo que tiene en cuenta la punta del STM, resulta pertinente
analizar las ecuaciones resultantes teniendo en cuenta la presencia de estados super-
ficiales y volumétricos en el metal, puesto que en esta tesis se hace especial hincapié
en el impacto de los primeros en la resonancia Kondo. Para ello, se considera un solo
orbital localizado no degenerado que interactúa con estos estados. El hamiltoniano de
Anderson en la representación de sitios puede escribirse como
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H = Himp +Hc +Hhib,

Himp =
∑
σ

εdd
†
σdσ + Un↑n↓,

Hc =
∑
jσ

εbjb
†
jσbjσ +

∑
jσ

εsjs
†
jσsjσ,

Hhib =
∑
jσ

(
V j
s d
†
σsjσ + H.c.

)
+
∑
jσ

(
V j
b d
†
σbjσ + H.c.

)
, (1.22)

donde s†jσ (b†jσ) son operadores de creación de un electrón en el autoestado de con-
ducción j superficial (volumétrico) del metal con energía εsj (εbj). Estos operadores se
relacionan con los operadores en el espacio de momentos del hamiltoniano (1.4) a través
de funciones de Bloch.

Si se considera que la impureza se encuentra en una posición ri de la superficie y se
supone que la hibridación del nivel localizado con un estado superficial j es proporcional
a la función de onda normalizada φj(ri) y la correspondiente hibridación con un estado
de volumen es proporcional al promedio de la función de onda volumétrica ψj(ri) en
la dirección perpendicular a la superficie, puede escribirse [10]

V j
s = Vsφj(ri),

V j
s = Vbψj(ri), (1.23)

donde Vs (Vb) es la hibridación local para la superficie (volumen). Este término en
general depende de la energía. Sin embargo, su variación es pequeña en las escalas de
energía que nos interesan.

Este modelo permite calcular el efecto de la impureza en la densidad de estados de
conducción. Una forma simple de verlo es considerando que el sitio más afectado por
la presencia de la impureza es el que se hibridiza con i. Con esto, es posible calcular la
función de Green Gc

ii(ω) con las ecuaciones de movimiento [10]

(ω − εc′

j )〈〈c′jσ; c†j′σ〉〉ω = δjj′δcc′ + V̄ j
c′〈〈dσ; c†j′σ〉〉ω,

(ω − εcj)〈〈c′jσ; d†σ〉〉ω = V̄ j
c 〈〈dσ; d†σ〉〉ω,

(ω − εcj)〈〈dσ; c†jσ〉〉ω = V j
c 〈〈dσ; d†σ〉〉ω, (1.24)

donde c y c′ denotan a los electrones de conducción para la superficie (s) y el
volumen (b). Para c′ = c y j = j′ = i, se obtiene

Gc
ii(ω) = Gc0

ii (ω) +
[
V 2
c G

c0
ii (ω)

]2
Gd(ω), (1.25)
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donde Gc0
ii (ω) es la función de Green para los electrones de conducción en ausencia de

la impureza y se ha suprimido el espín σ por simplicidad. Para una banda de estados
de conducción ρc extendida desde Dc

i hasta Dc
f tiene la forma

G0c
ii (ω) =

∑
k

1
ω + iη − εk

= ρc

[
log

∣∣∣∣∣ω +Dc
i

ω −Dc
f

∣∣∣∣∣− iπθ (−Dc
i + ω) θ

(
Dc
f − ω

)]
. (1.26)

En el caso de que el ancho de la banda Dc
f = −Dc

i >> TK y estudiando el com-
portamiento de esta función en las proximidades del nivel de Fermi ω ∼ εF = 0, el
primer término puede despreciarse y el segundo término se puede aproximar por −iπ.
Esta aproximación es en general razonable para los estados volumétricos, en donde
el ancho de banda es de varios electrón-voltios, mientras que TK es del orden de los
milielectrón-voltios. Si se considera que solo los estados volumétricos contribuyen a la
resonancia Kondo, la densidad espectral de los estados de conducción tiene la forma

ρib(ω) = ρb (1− πρd(ω)∆b) , (1.27)

con ∆b = πρbV
2
b . De aquí puede verse que, mientras que la densidad espectral de

la impureza presenta una resonancia en el régimen de Kondo, para los estados de
conducción se forma una anti-resonancia.

Por otro lado, para los estados superficiales hay casos en donde hay que tener en
consideración la posición del inicio de la banda de la superficie Ds

i , por ejemplo, las
superficies (111) del cobre, la plata y el oro, que suelen utilizarse en muchas mediciones
de este fenómeno. Estas superficies tienen la propiedad de que, para vectores de onda
paralelos a la superficie pequeños, presentan una banda parabólica bidimensional de
estados superficiales desacoplados de los estados volumétricos debido a la presencia de
un gap en la banda volumétrica proyectada [11]. Además, muestran una densidad de
estados superficial ρs que comienza con un salto abrupto por debajo del nivel de Fermi
a Ds

i ' −450 meV para Cu [12], −67 meV para Ag y −475 meV para Au [13]. La
presencia de este escalón induce cambios significativos en las características espectrales
de la resonancia Kondo.

1.3.2. Sistema punta-impureza-metal

Para estudiar la conductancia diferencial medida por la punta del STM, es necesario
considerar términos de acoplamiento de la misma con el estado localizado de la impure-
za magnética y con los electrones de conducción tanto superficiales como volumétricos.
Además, se supone que la punta puede describirse como un sistema no interactuante
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con estados de energía εk. El hamiltoniano puede escribirse como

HT = Hp +Hmix +H, (1.28)

donde

Hp =
∑
kσ
εkσp

†
kσpkσ,

Hmix = t
∑
kσ

(
p†kσhσ + H.c.

)
(1.29)

y H viene dado en la Ec. (1.22). El operador p†kσ (pkσ) crea (destruye) un electrón de la
punta con vector de onda k y espín σ, t es el término de acoplamiento entre los estados
de la punta y el operador mezcla hσ, el cual puede escribirse como

hσ =
∑
j

φj(rt)sjσ + p1
∑
j

ψj(rt)bjσ + p2 (|rt − ri|) dσ, (1.30)

donde rt es la coordenada en donde se encuentra la punta sobre la superficie. El pará-
metro p1 relaciona elementos de matriz de acoplamiento entre la punta y los estados
de volumen respecto a los estados de superficie. Dicho de otra manera, si t es el acopla-
miento entre la punta y los estados de superficie, tp1 es el término de acoplamiento entre
la punta y los estados de volumen. De la misma manera, p2 (|rt − ri|) es el parámetro
que da cuenta del acoplamiento relativo entre la punta y la impureza magnética.

El parámetro p2 (|rt − ri|) decae rápidamente con la distancia |rt − ri| y a partir
de los 5Å puede considerarse nulo [14]. Sin embargo, cuando rt ∼ ri este factor tiene
mucha relevancia y contribuye a la asimetría de la resonancia. Además, su magnitud
viene determinada por la dependencia espacial de los orbitales de los estados localiza-
dos involucrados. Por ejemplo, si el orbital relevante es el 3dz2 (con z en la dirección
perpendicular a la superficie), es de esperar que p2 sea mayor que en el caso de un
orbital del tipo 3dx2−y2 , puesto que un lóbulo del primero apunta en dirección a la
punta.

1.3.3. Conductancia túnel medida por el STM

En esta sección se presenta una expresión que relaciona la conductancia diferencial
dI/dV con la función de Green de los estados mezcla en la aproximación de equilibrio
local. Para ello, se considera que la corriente transferida I entre la punta y el sistema
impureza-metal a temperatura cero (T = 0) puede escribirse utilizando la regla de oro
de Fermi, analizando el orden más grande en la perturbación entre ellos, que viene
representado en el hamiltoniano (1.28) por Hmix. Esta corriente puede escribirse como
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I = 2πe
~
t2
∑
ν

∣∣∣∣∣〈ν|∑
kσ
h†σpkσ |g〉

∣∣∣∣∣
2

δ (Eν − Eg − eV) , (1.31)

donde |ν〉 son los autoestados del sistema completo con energía Eν , |g〉 es el estado
fundamental que se supone no degenerado y se supone que eV = e(µp−µi−m) > 0, donde
µp y µi−m son los potenciales de la punta y del sistema impureza-metal respectivamente.
Utilizando el subíndice 0 para notar los estados referidos al sistema impureza-metal, el
estado fundamental puede escribirse como

|g〉 =
∏

k<kF ,σ

p†kσ |g0〉 , (1.32)

donde |g0〉 es el estado fundamental de H. Reemplazando (1.32) en (1.31) se obtiene

I = 2πe
~
t2
∑
kσ

∑
ν0

∣∣∣〈ν0|h†σ |g0〉
∣∣∣2 δ (Eν0 − Eg0 − εk − eV) , (1.33)

donde |ν0〉 son autoestados de H.

La suma sobre ν0 puede verse como la densidad espectral ρhσ(εk + eV) generada
por la adicción de un electrón h†σ utilizando la representación de Lehmann [15]. Esto se
corresponde con excitaciones por arriba del nivel de Fermi con un argumento positivo
de ρhσ [16]. La suma sobre los estados k se puede transformar a una integral. Teniendo
en cuenta que la densidad espectral es simétrica respecto al espín σ y suponiendo una
densidad de estados constante para la punta ρp se obtiene

I = 4πe
~
t2ρp

∫ 0

−eV
ρhσ(ε+ eV)dε = 4πe

~
t2ρp

∫ eV

0
ρhσ(ω)dω, (1.34)

Este cálculo es equivalente a tener eV < 0, en donde se tiene el proceso inverso (se
crea un electrón de la punta y se destruye un electrón del sistema impureza-metal).

De la Ec. (1.34) es posible ver que la conductancia diferencial G(eV) = dI
dV

(eV) es
proporcional a la densidad espectral del estado hσ(rt)

dI

dV
(eV) ∝ ρhσ(eV) = − 1

π
ImGhσ(eV), (1.35)

donde Ghσ(eV) = 〈〈hσ;h†σ〉〉 es la función de Green de los estados mezcla hσ(rt). Esta
puede calcularse en términos de las funciones de Green de los estados de conducción sin
perturbar dados por la Ec. (1.25) y la función de Green de la impureza Gσ

d utilizando
las ecuaciones de movimiento (1.24).

Esta función de Green se puede calcular introduciendo las funciones de Green no
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interactuantes para los electrones de conducción

G0
s(r1, r2, ω) =

∑
j

φj(r1)φ̄j(r2)
ω − εsj

,

G0
b(r1, r2, ω) =

∑
j

ψj(r1)ψ̄j(r2)
ω − εbj

, (1.36)

en donde se ha suprimido el índice de espín σ por simplicidad. Con esto se obtiene

Gh(rp, ri, ω) = G0
s(rt, rt, ω) + p2

1G
0
b(rt, rt, ω) + ∆Gh(rt, ri, ω),

∆Gh(rt, ri, ω) = F (rt, ri, ω)F (ri, rt, ω)Gd(ω), (1.37)

F (r1, r2, ω) = VsG
0
s(r1, r2, ω) + p1VbG

0
b(r1, r2, ω) + p2(|r1 − r2|).

Cabe mencionar que esta ecuación es la misma en el caso de m niveles degenerados
en la impureza [ver hamiltoniano (1.17)]. Por otro lado, de aquí puede verse que, para el
caso en donde |rt− ri| > 5Å, p2 ∼ 0 y la función de Green de la impureza Gd(ω) puede
modificar la conductancia diferencial solamente a través de las funciones de Green no
interactuantes G0

s(r1, r2, ω) y G0
b(r1, r2, ω). Estas funciones tienen diferentes extensio-

nes espaciales y pueden dar lugar a fenómenos interesantes como los estudiados en el
experimento de “espejismos cuánticos” de Manoharan et al., en donde una impureza de
cobalto se coloca en uno de los focos de un corral cuántico en forma de elipse construida
sobre una superficie (111) de cobre [17]. El trabajo muestra que se puede medir una
antiresonancia Fano no sólo en el foco donde se encuentra la impureza, sino también
en el otro foco debido a la interacción de la impureza magnética con el continuo de
estados extendidos superficiales (más extendidos que los de volumen). Los diferentes
autoestados de los electrones de conducción superficiales confinados dentro de la elipse
permiten proyectar la resonancia Kondo de un foco al otro generando este “espejismo”.

Con este modelo es sencillo ver que hay dos formas en las que el estado localizado
de la impureza afecta a la conductancia túnel: mediante un acoplamiento directo del
mismo con la punta y mediante la perturbación de los electrones de conducción a través
de la Ec. (1.36). En general, estas funciones de Green dependen de la estructura elec-
trónica. Sin embargo, Plihal y Gadzuk calcularon expresiones en la aproximación del
gas de electrones uniforme o “jellium” [14] y encontraron que, cuando la altura de la
punta respecto a la superficie tiende a cero (r⊥ → 0), las funciones de Green de la Ec.
(1.36) evaluadas en r1 = rt y r2 = ri dan cuenta de la perturbación de la impureza en la
en la densidad local de estados y son esencialmente iguales a las funciones de Bessel de
orden cero como función de la distancia entre la punta y la impureza J0 [k · (rt − ri)].
Puesto que las superficies (111) de metales como el Cu, Ag u Au presentan una banda
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Figura 1.5: Función de Bessel de orden cero que representa la dependencia espacial
de las funciones de Green del sustrato en el modelo de jellium (ver texto) en función
de la distancia entre la impureza y la punta del STM r = rt − r1 con k = 1.7Å−1

(azul) y k = 0.2Å−1 (rojo)

superficial parabólica de estados bidimensionales desacopladas de los estados de volu-
men para vectores de onda pequeños paralelos a la superficie, el vector de onda puede
escribirse como k = [2m∗|ω −Ds

i |]1/2/~ [11]. Con esta aproximación puede verse que,
en las proximidades de la energía de Fermi, los estados superficiales tienen un vector
de onda k ∼ 0.15 − 0.2Å−1, muy inferior a los de los estados volumétricos, que son
del orden de k ∼ 1.2 − 1.7Å−1. Como resultado, las funciones de Green de los esta-
dos superficiales tienen una extensión espacial mayor y oscilaciones con un período de
alrededor de 10 veces superior respecto a los estados de volumen (ver Fig. 1.5).

En un marco más general, las oscilaciones que se muestran en la Fig. 1.5 decaen
exponencialmente con la distancia entre la punta y el sustrato r⊥ (lo que no se tiene en
cuenta en este modelo). Teniendo en cuenta todos estos elementos para la dependencia
espacial de las funciones de Green, puede verse que la contribución de los estados
de volumen es prácticamente nula cuando |rt − ri| > 15Å. Como consecuencia, a estas
distancias solo contribuyen los estados superficiales. Usando este argumento, un análisis
de la perceptibilidad de la resonancia Kondo en sistemas compuestos por una impureza
de cobalto sobre una superficie (100) y (111) de cobre permitió un análisis cuantitativo
de la relevancia de los estados superficiales en este fenómeno [18]. El hecho de que la
resonancia es detectable sólo en distancias menores a 10Å es uno de los argumentos
que indican que la contribución de estos estados juegan un rol marginal. En el capítulo
3 de esta tesis se presenta un estudio para la variación de TK en función de la densidad
de estados de superficie ρs para impurezas de Co sobre una superficie (111) de Ag que
indica lo contrario.





Capítulo 2

El efecto de los estados superficiales
en la densidad local de estados y en
el efecto Kondo

2.1. Modificación de la densidad local de estados
superficiales por impurezas no magnéticas

2.1.1. Introducción

En esta sección se presenta un estudio teórico y experimental para la densidad local
de estados (LDOS) dentro de arreglos atómicos, los cuales consisten en dos paredes
paralelas de cinco átomos de cobalto colocados sobre una superficie de plata (111).
Las mediciones experimentales de la LDOS se realizan con un microscopio de efecto
túnel (STM), mediante el análisis de la conductancia diferencial G(eV) = dI/dV . El
experimento muestra que estas estructuras (denominadas resonadores) generan cambios
en la densidad espectral superficial del metal debido al confinamiento de los electrones
entre las paredes. Dichas variaciones vienen determinadas por la perturbación que
generan los átomos de las paredes en los estados superficiales, los cuales se propagan
en el metal. Además, los resultados muestran una fuerte dependencia con la geometría
del sistema y la posición en donde se coloca la punta del STM. La interpretación de los
resultados muestra que la intensidad de la densidad de estados puede incrementarse
significativamente a ciertas energías y posiciones, a la vez que permite la separación
de las contribuciones de los estados superficiales y volumétricos en experimentos con
STM.

Las investigaciones que utilizan un microscopio de efecto túnel (STM), además de
medir la conductancia diferencial, permiten la manipulación de átomos y moléculas
colocadas sobre una superficie [19]. Esto posibilita la construcción de estructuras ató-
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micas con distintas formas como corrales cuánticos, en donde se posicionan los átomos
de tal manera que se forman geometrías cerradas. En ese caso, el confinamiento de los
electrones de la superficie da lugar a patrones de interferencia con máximos y mínimos
en la LDOS. Como se verá, estos cambios se deben principalmente a de la superficie.

A continuación se muestran resultados que fueron obtenidos por la Dra. M. Moro-
Lagares y el Dr. D. Serrate en el Laboratorio de Microscopías Avanzadas del Instituto
de Nanociencia de Aragón (Zaragoza, España) en donde se utiliza una superficie (111)
de plata. Como ya se ha mencionado, estos metales presentan estados superficiales y
volumétricos que están desacoplados entre sí. Naturalmente, los estados superficiales
son más sensibles a los defectos o impurezas colocadas en la superficie y este hecho
puede utilizarse para modificar la densidad de estados electrónicos. Particularmente,
la plata muestra una densidad de estados superficiales (ρs0) que es aproximadamente
constante en un entorno cercano al nivel de Fermi y comienza abruptamente a una
energía Ds

i = −67 meV respecto del mismo [12]. Como veremos, esta densidad de
estados superficial se ve modificada por los arreglos atómicos.

Con el objetivo de estudiar la propagación de estos estados en el metal, resulta
oportuna la fabricación de este tipo de estructuras artificiales de tal manera que se
obtenga la máxima amplitud posible en las oscilaciones de la LDOS. En este caso, se
construyeron arreglos experimentales abiertos como se muestra en la Fig. 2.1. Aquí
se puede observar una imagen topográfica que permite estudiar la dependencia de la
LDOS con la longitud de las paredes del resonador, las cuales están alineadas en la
dirección [1, 1̄, 0]. Se consideran tres casos: a) un resonador con paredes de 20 átomos,
b) 10 átomos y c) 5 átomos.

La imagen topográfica evidencia los patrones de máximos y mínimos en las direc-
ciones [112̄] y [11̄0] de la superficie (111) de plata. En el caso a), las paredes están
separadas entre sí una distancia dw = 7.6 nm en donde la LDOS muestra dos máximos
en la dirección [112̄]. En el caso b), tanto la longitud de las paredes como la distancia
entre las mismas (dw = 5.4) son inferiores. El resultado muestra dos máximos en la
LDOS ubicados en la dirección [11̄0]. En el caso c), la distancia entre las paredes es la
misma que en el caso anterior, pero para un resonador conformado por 5 átomos de
cobalto por pared. Para este caso, el resultado muestra un único máximo localizado en
el centro del resonador.

Por otro lado, la intensidad de la LDOS a una cierta energía también depende de la
geometría de los resonadores. En la Fig. 2.2 se muestra un mapeo de la conductancia
diferencial en el nivel de Fermi para los resonadores de a) 40 y b) 10 átomos de Co [casos
a) y c) en la Fig. 2.1]. Además, esta figura muestra la intensidad de la G(eV) como
función del voltaje. Como puede observarse, el caso a) presenta un patrón oscilante en
la conductancia a lo largo de la direcciones [11̄0] y [11̄2] mientras que en el caso b)
se muestra un único máximo en el centro del resonador con una intensidad superior.
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Figura 2.1: Imágenes topográficas obtenidas con el STM para tres resonadores
de Co. a) Resonador de 40 átomos de Co con paredes atómicas separadas una
distancia dw = 7.6 nm. b) Resonador de 20 átomos de Co con paredes separadas
una distancia dw = 5.4 nm. c) Resonador de 10 átomos de cobalto con paredes
separadas dw = 5.4 nm.

Además, la dependencia en voltaje de ambos casos muestra que el caso b) exhibe
un máximo más intenso. Por lo tanto, se elige como simetría óptima el resonador
formado por paredes de cinco átomos separadas una distancia dw = 5.4. Como se
verá a continuación, el estudio se realiza en un eje de simetría paralelo a las paredes
del resonador. A estas distancias (del orden de los 20Å) se suprimen los efectos de
correlaciones de los átomos de Co, a la vez que permiten estudiar cómo se propagan
los estados superficiales y volumétricos.

Esta sección está organizada de la siguiente manera: en la primera parte se presenta
un modelo efectivo que permite describir la conductancia observada en este sistema.
Los ingredientes principales de este modelo son, por un lado, un potencial atractivo tipo
delta de Dirac de magnitudW que actúa en la superficie en las posiciones de los átomos
que conforman la pared, el cual tiene su origen esencialmente en el potencial nuclear
del átomo y, por otro lado, en una hibridación efectiva entre los estados superficiales y
volumétricos en estas posiciones. Seguidamente, se muestran los resultados del modelo
y las variaciones generadas por cambios en la distancia entre las paredes. Se presenta
una comparación de los resultados del modelo con los experimentos. Por último, se
presentan las conclusiones, comentarios, aplicaciones y posibles mejoras que devienen
de la geometría de los resonadores.
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Figura 2.2: Mapeo de la conductancia diferencial G(eV, rt) en el nivel de Fermi
de los resonadores de Co de a) 40 átomos de Co y b) 10 átomos de Co. c) Conduc-
tancia diferencial en el nivel de Fermi como función del voltaje de la punta para el
resonador a) y b).
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Figura 2.3: Esquema del modelo utilizado para la descripción del experimento.
Cada átomo del resonador etiquetado por i con energía εa se hibridiza con los
electrones de conducción de la superficie (volumen) con una magnitud Vak (Vaq).

2.1.2. Modelo y formalismo

A continuación se presentan las ecuaciones para la conductancia G(eV) medida en
un punto arbitrario dentro de los resonadores.

Hamiltoniano

El hamiltoniano efectivo que describe el sistema puede escribirse como

H = H0 +Hres,

H0 =
∑
ksσ

εkss
†
ksσ
sksσ +

∑
kbσ

εkb
b†kbσ

bkbσ,

Hres =
N∑
i=1

∑
σ

Ws†iσsiσ +
N∑
i=1

∑
σ

Wsb

(
s†iσbiσ + H.c.

)
. (2.1)

H0 corresponde al sistema no perturbado por el resonador. El primer término da
cuenta de una banda bidimensional de electrones libres (con una masa efectiva de 0.3
veces la masa del electrón me [20]), un vector de onda ks y espín σ, que se refiere a
los estados Shockley superficiales. Como ya se ha mencionado, esta banda comienza
a Ds

i = −67 meV respecto al nivel de Fermi [12], que se fija en el origen de energías
(εF = 0) y termina en Ds

f = D = 4 eV. El segundo término corresponde a una banda
de estados tridimensionales de volumen con un vector de onda kb y un espín σ que se
extienden desde −D hasta D.

Hres es un hamiltoniano efectivo que expresa el efecto de los átomos que conforman
el resonador. La suma corre sobre los N = 10 átomos del resonador (etiquetados por
i) y los operadores sjσ y bjσ pueden escribirse en términos de las funciones de Wannier
de forma
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s†jσ =
√
λ2

A

∑
ks

exp(iks · rj)s†ksσ
,

b†jσ =
√
λ2d

Ω
∑
kb

exp(ikb · rj)b†kbσ
, (2.2)

donde s†kσ (b†qσ) crea un electrón en la banda bidimensional (tridimensional) con vector
de onda ks (kb). rj es una posición arbitraria en la superficie, A (Ω) es el área de
la superficie (volumen del sistema) y λ2 (λ2d) es el área (volumen) por átomo. Un
esquema del problema se presenta en la parte derecha de la Fig. 2.3.

Para considerar el efecto de cada átomo, se emplea el hamiltoniano de Newns-
Anderson propuesto por Limot et al. para estudiar, entre otros sistemas, un átomo de
Co sobre una superficie de Ag(111) [12]:

Hat =


εa Vakb

Vaks

Vakb
εkb

0
Vaks 0 εks

 ,
donde εks y εkb

denotan las submatrices que contienen las autoenergías de los estados
superficiales y volumétricos respectivamente. En este marco, un átomo individual de
cobalto en un estado |a〉 con energía εa se hibridiza con los estados de superficie |ks〉
con una magnitud Vaks y con los estados de volumen |kb〉 con una magnitud Vakb

. Un
esquema de ello se muestra en la parte izquierda de la Fig. 2.3. En este problema es
suficiente considerar que solo los electrones del nivel de Fermi interactúan con el nivel
atómico para una descripción razonable de los resultados experimentales.

Para la obtención del modelo efectivo, se consideran las correcciones energéticas a
orden más bajo en perturbaciones que resultan de estas interacciones. Estas correccio-
nes, las cuales involucran indefectiblemente procesos de dispersión con el nivel atómico,
pueden escribirse como

∆Eklkl′
= 1

2
∑
kl′

〈kl′ |Hat|a〉〈a|Hat|kl〉
[

1
εkl
− εa

+ 1
εkl′
− εa

]
, (2.3)

donde l y l′ denotan s o b.
Con esta ecuación, se pueden considerar las correcciones del tipo

∆Eksks = |Vaks |2/(εks − εa),

∆Ekskb
= VaksVakb

[
(εkb
− εa)−1 + (εks − εa)−1

]
/2, (2.4)

donde la primera ecuación corresponde a procesos de segundo orden en la interacción
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del nivel atómico con los estados de superficie y el segundo es un proceso de segundo
orden que involucra al nivel atómico interactuando con estados superficiales y volumé-
tricos. Cabe destacar que se han suprimido las interacciones del estado |a〉 con estados
volumétricos (es decir, el término del tipo ∆Ekbkb

). Como se ve en los resultados, basta
con considerar solo los términos de la Ec. (2.4) para describir el sistema.

A través de ecuaciones de movimiento, pueden conseguirse ecuaciones acopladas
que tienen en cuenta procesos a mayor orden en la interacción. Sin embargo, de nuevo
basta con considerar los procesos descriptos en la Ec. (2.4) para explicar la conductancia
diferencial en el experimento.

Con estos elementos, los procesos de dispersión generados por los resonadores en el
hamiltoniano (2.1) pueden describirse como

W = ∆Ekk + Vat,

Wsb = ∆Ekq, (2.5)

donde W da cuenta de la interacción efectiva del átomo con los estados de superficie
y se le adiciona el término Vat el cual se corresponde con un potencial local atractivo
que deviene de la localización de los estados superficiales inducida por la presencia del
átomo [como argumenta Olsson et al. para un átomo de Cu sobre una superficie (111)
de cobre [21]] y Wsb es una interacción efectiva del átomo con los estados superficiales
y volumétricos. Estos parámetros son a priori desconocidos y dependen de la clase de
átomo que conforme el resonador.

Conductancia diferencial

Para comparar con los resultados experimentales, es necesario calcular una expre-
sión para la conductancia diferencial G(V, rt) en el modelo efectivo que se mide a través
de punta del microscopio STM, la cual se encuentra en una posición rt. Recordemos
que, a temperatura suficientemente baja, esta es proporcional a la densidad de estados
mezcla de la punta con los estados de superficie y de volumen [22]. Con esto, se puede
hacer un razonamiento equivalente al desarrollado en la sección 1.3 y escribir

hσ(rt) = αstσ + βbtσ,

G(V, rt)
C

= ρσh(eV) = − 1
π
ImGσ

hh(eV), (2.6)

donde C es la constante de proporcionalidad, Gσ
hh(ω) = 〈〈hσ;h†σ〉〉ω es la función de

Green del estado mezcla hσ(rt). La proporción de estados mezcla entre la punta y la



28
El efecto de los estados superficiales en la densidad local de estados y en el efecto

Kondo

superficie (volumen) viene mediada por la constante α (β). Además, α y β cumplen
con la relación de normalización |α|2 + |β|2 = 1 y son proporcionales a los elementos
de matriz de efecto túnel entre la punta y los estados de superficie y volumen res-
pectivamente. Como se ha mencionado, estas constantes dependen del decaimiento de
sus correspondientes funciones de onda fuera de la superficie [14]. En particular, cabe
recordar que la función de Green que relaciona los estados de volumen G0

b(r1, r2, ω) con
la distancia r1 − r2 [ver Ec. (1.36)] decaen mucho más rápidamente con la distancia
entre la punta y el átomo [ver Fig. 1.5] y, además, el decaimiento es diferente para las
distintas componentes del vector de onda kb perpendiculares a la superficie. Entonces,
la Ec. (2.6) es una simplificación, dado que en el presente modelo se supone que los
elementos de matriz de efecto túnel son los mismos para todos los vectores de onda
que entran en las funciones de Wannier. Esto es razonable puesto que se espera que la
dependencia sea suave para los estados cercanos al nivel de Fermi.

Desarrollando la Ec. (2.6) se obtiene

Gσ
hh = |α|2Gσ

tt + |β|2Gσ
t′t′ + αβ̄Gσ

tt′ + ᾱβGσ
t′t, (2.7)

donde los subíndices t y t′ se refieren a los estados de superficie y volumen respectiva-
mente. Por ejemplo, el tercer término se escribe como Gtt′(ω) = 〈〈stσ; b†tσ〉〉ω.

El tercer y el cuarto término de la Ec. (2.7) constituyen términos de interferencia
que vienen determinados por cómo se propagan los estados superficiales y volumétricos.
En estos casos, los elementos de matriz de efecto túnel tienen una dependencia con los
vectores de onda que es diferente para cada caso [ver Fig. 1.5]. Si se supone que las fases
debidas a la diferencia entre los vectores de onda son de tal manera que se da lugar a
una cancelación de términos, estos términos de interferencia pueden despreciarse. La
comparación con los experimentos sugieren que esta es una aproximación razonable.

Con esta consideración, la Ec. (2.7) queda

Gσ
hh ' |α|2Gσ

tt + |β|2Gσ
t′t′ , (2.8)

y el problema se reduce al cálculo de las funciones de Green superficiales y volumétricas
en dos dimensiones en presencia de los átomos que conforman el resonador.

Funciones de Green

Con el objetivo de obtener las expresiones para las funciones de Green de los estados
de superficie Gσ

tt y volumen Gσ
t′t′ , consideramos la ecuación de Dyson, que en su forma

matricial puede escribirse como

G = G0 + G0H′G. (2.9)
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donde G0 es la matriz función de Green para electrones libres [que se corresponde con
H0 en la Ec. (2.1)], y H′ corresponde a los términos del hamiltoniano introducidos por
los átomos del resonador [Hres de la Ec. (2.1)]. Por simplicidad, se omite la dependencia
con el espín σ.

Como se ha mencionado en la introducción, las funciones de Green para los estados
volumétricos de electrones libres decaen muy rápidamente con la distancia [18]. Debido
a esto, basta con considerar aquellas funciones de Green en las cuales los operadores bi,
b†j actúan en el mismo sitio. Si además se supone una banda plana y ancha (extendida
de −D hasta D) la función de Green volumétrica toma la forma

G0
j′j′ = −iπρb. (2.10)

La funciones de Green para los electrones libres de la superficie en dos dimensiones
son proporcionales a la función de Hankel H0 [23] para ω > Ds

i , donde Ds
i = −67 meV

es el fondo de la banda de conducción superficial, y a la función de Bessel de segunda
clase Y0 para ω < Ds

i . Luego, los otros elementos de matriz distintos de cero en la Ec.
(2.9) que se requieren son

G0
ij = −iπρs0H0(k|ri − rj|), si ω > Ds

i ,

G0
ij = πρs0Y0(k|ri − rj|), si ω < Ds

i ,

k = [2m∗|ω −Ds
i |]1/2/~, (2.11)

donde ρs0 denota la densidad de estados superficiales en dos dimensiones en ausencia
del resonador, que equivale a

ρs0 = m∗λ2

2π~ ' 0.0466/eV. (2.12)

con m∗ = 0.3me y λ = 0.2685 nm, donde λ2 es el área por átomo de la superficie (111)
de la plata.

Tomando los elementos de matriz de la Ec. (2.9) se obtiene

Glt = G0
lt +

∑
i

G0
li(WGit +WsbGi′t), (2.13)

Gi′t = G0
i′i′W̄sbGit, (2.14)

donde la suma i corre sobre todos los N átomos del resonador. Los átomos que com-
ponen la pared están separados entre sí una distancia dCo-Co = 3aAg, con aAg = 0.29Å
la distancia interatómica de la Ag(111). El subíndice l puede referirse a la punta (t) o
al átomo en la posición (i).

Reemplazando la Ec. (2.14) en (2.13) y utilizando la Ec. (2.10) se pueden eliminar
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las funciones de Green con una componente de volumen (con subíndice primado).
Obteniéndose

Glt = G0
lt +

∑
i

G0
li(W − i∆sb)Git,

con ∆sb = πρb|Wsb|2. (2.15)

Las Ecs. (2.15) constituyen un sistema de N ecuaciones para las N funciones de
Green Glt con l = 1, . . . , N . Estas ecuaciones se resuelven numéricamente. Para un
resonador compuesto de 10 átomos, hay que resolver una matriz de 10×10. Sin embargo,
en esta sección se analiza la conductancia diferencial medida en el eje de simetría
paralelo a las paredes. Teniendo en cuenta que estas funciones dependen de la distancia
entre la punta y la posición de un átomo de la pared |ri − rt|, la matriz se reduce a
una 5 × 5 usando simetría de reflexión. Por otro lado, teniendo en cuenta el mayor
decaimiento de las funciones de Green volumétrica, se supone que fuera de las posiciones
de los átomos Gt′t′ = G0

t′t′ .
Evaluando la Ec. (2.15) para l = t se obtiene una expresión para la función de

Green de la punta:

Gtt = G0
tt +

∑
i

G0
ti(W − i∆sb)Git, (2.16)

Usando (2.6) y (2.8) se obtiene la conductancia G(eV, rt). En el proceso de análisis
de los resultados experimentales se utilizan como parámetros de ajuste W y ∆sb, los
cuales dependen de la especie de átomos que componen el resonador. Además, también
se ajustan los coeficientes B = C|β|2 y S = C|α|2, que tienen una fuerte dependencia
con la distancia entre la punta y la superficie metálica. Además, estos parámetros
dan información respecto a los elementos de matriz de efecto túnel de los estados de
volumétricos y superficiales respectivamente.

2.1.3. Resultados

En esta sección se muestran los resultados del ajuste del modelo efectivo con los re-
sultados experimentales. Se exhiben dos resonadores de Co con geometrías ligeramente
diferentes en donde la conductancia diferencial se mide en distintas posiciones en el eje
de simetría paralelo a las paredes de los mismos.

En la Fig. 2.4 se presenta G(eV) medida para el primer resonador de Co y la
comparación con el modelo efectivo para dos posiciones distintas de la punta del STM,
una dentro del resonador y cercana al centro y otra fuera de él (ver recuadro inferior de
la figura). La longitud de las paredes del resonador es de lw = 3.46 nm y la distancia
entre las paredes es de dw = 5.45 nm. Las posiciones de la punta rt respecto al centro



Modificación de la densidad local de estados superficiales por impurezas
no magnéticas 31

-100 -50 0 50 100

ω (meV)

0

1

2

3

4

5
dI
/d
V
(a
.u
.)

u
.a

.
u

.a
.

-100 10050-50 0

0

ω (meV)

1

2

3

4

5
d

I/
d

V
 (

u
.a

.)
 

Figura 2.4: Conductancia diferencial en función del voltaje por carga eléctrica
(ω =meV) para un resonador de Co en dos posiciones de la punta del STM: cerca
del centro (con un máximo cercano a −20 meV) y fuera del resonador (con un
máximo cercano a −50 meV). Las líneas continuas corresponden al experimento y
las discontinuas a la teoría.

del resonador son d = 0.23 nm y d = 4.77 nm respectivamente.

Los parámetros del ajuste para ambas posiciones son W = −0.402 eV y ∆sb =
0.0194 eV. El prefactor que corresponde a los elementos de matriz de la propagación
de estados volumétricos es B = 3.72 a.u. en las dos posiciones. La relación entre
los prefactores correspondientes a los estados de superficie y los de volumen S/B =
|α|2/|β|2 son 12.23 dentro del resonador y 13.92 fuera. Esta diferencia se debe a que
el experimento se realiza a I constante, lo que cambia la distancia entre la punta y la
superficie r⊥. Cuando la punta se desplaza hacia afuera del resonador, los elementos
de matriz de efecto túnel entre la punta y los estados de superficie y entre la punta
y los estados de volumen decaen exponencialmente, aunque más fuertemente para los
primeros. Es por ello que el factor B no cambia sustantivamente.

Como se muestra en la figura, la posición de los picos principales para ambas po-
siciones de la punta se reproducen correctamente por la teoría. Además puede verse
que, por debajo del fondo de la banda de estados superficiales (Ds

i = −67 meV), solo
contribuyen a la conductancia los estados volumétricos. Estos estados contribuyen de
forma constante [ver Ecs. (2.10) y (2.16)] y su intensidad se regula con el parámetro B
para ajustar con el experimento.

Utilizando los mismos parámetrosW y ∆sb, en la Fig. 2.5 se presentan los resultados
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Figura 2.5: Igual que la Fig. 2.4 para un resonador de Co con una distancia entre
las paredes de dw = 5.316 nm.

para otro resonador de Co, cuyas paredes están separadas una distancia dw = 5.316.
La punta se coloca a una distancia de d = 0 nm y d = 5.73 nm respectivamente medida
respecto al centro del resonador.

En este caso, los prefactores del ajuste S y B son distintos. Esto es consistente con
el hecho de que es otro conjunto de medidas. El prefactor correspondiente a los estados
volumétricos tiene un valor de B = 5.64 para ambas posiciones. La relación S/B en
este caso da 12.52 dentro del resonador y 16.69 fuera. Como antes S/B crece a medida
de que la punta se aleja del centro del resonador. Si bien se presentan ligeras discre-
pancias respecto a los anchos de los picos principales, las posiciones de los mismos se
encuentran en las energías correctas. Esto da cuenta de que las aproximaciones reali-
zadas en el modelo efectivo son suficientes para describir las características principales
de la conductancia diferencial en las distintas posiciones de la punta.

Para mostrar el efecto del parámetroW en el ajuste, en la Fig. 2.6 se muestra cómo
varía la conductancia diferencial obtenida en el primer ajuste con una modificación del
15 % en W . Cuando |W | crece (decrece), el pico principal se mueve hacia la derecha
(izquierda). Además, las intensidades de los mismos también varían. Por otro lado,
el efecto de modificar el término ∆sb modifica el ancho de los picos principales (esta
variación no se muestra en la tesis).
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Figura 2.6: Conductancia diferencial teórica como función de la energía para el
primer resonador (línea continua) para las posiciones de la punta en el centro
(izquierda) y fuera (derecha) del resonador. Las discontinuas y punteadas corres-
ponden a valores de W de −0.342 eV y −0.402 eV respectivamente.

2.1.4. Conclusiones y comentarios

En esta sección se pudo caracterizar los cambios en la conductancia diferencial
observada en experimentos con STM. Las variaciones se originan por el efecto del
confinamiento de la estructura electrónica de los estados Shockley superficiales,
cuya densidad de estados se incrementa debido al confinamiento generado por los
resonadores. Por ejemplo, la conductancia a altas energías (o distancias al centro
del resonador grandes) es Bρb + Sρs0 = 2.62 u.a. para los valores obtenidos en el
primer resonador. Este valor se incrementa un 70 % por el confinamiento, lo que
se traduce en un incremento de un 100 % en la densidad de estados superficial.

Los efectos observados en la conductancia pueden explicarse con un modelo efec-
tivo de una partícula, cuyos ingredientes principales son un potencial atractivo
W en las posiciones de los átomos y una hibridación efectiva ∆sb entre el nivel
atómico y los estados superficiales y volumétricos. Las aproximaciones realizadas
corresponden a considerar las correcciones en la energía a orden más bajo para
las interacciones entre el nivel atómico en estas interacciones del hamiltoniano de
Newns-Anderson [12].

El modelo también permite describir comportamientos conocidos y predecir efec-
tos para otros casos. Por ejemplo, si se toma una distancia muy grande entre la
punta y el centro del resonador rt →∞ (lo que es equivalente a decir que las im-
purezas colocadas sobre la superficie están muy lejos del punto de observación),
la conductancia diferencial recupera la forma de la superficie limpia. Una densi-
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dad de estados que se supone constante en un entorno del nivel de Fermi con un
escalón a una energía Ds

i = −67 meV que se corresponde con el comienzo de la
banda de la superficie. Además, se puede calcular la conductancia diferencial para
resonadores hipotéticos con otras geometrías: Un resonador abierto con paredes
compuestas de 10 átomos y otro cerrado con 6 átomos por pared [24]. Ambos
casos muestran una tendencia hacia el resultado correspondiente a un sistema
de dos paredes rígidas y un corral cerrado respectivamente, mostrando algunas
discrepancias que devienen de la porosidad entre los átomos de Co (por ejemplo,
en el caso de un corral cerrado, en lugar de tener una densidad espectral tipo del-
ta de Dirac, se obtienen lorentzianas en esas posiciones). Estos comportamientos
corroboran la eficacia del modelo efectivo utilizado, lo que permite predecir un
sustantivo incremento en la conductancia diferencial en las proximidades del nivel
de Fermi para un corral cerrado de dimensiones dw = 3.46 nm y lw = 7.1 nm.

2.2. El efecto de una densidad de estados escalona-
da en la temperatura de Kondo

2.2.1. Introducción

Debido a las características de las superficies (111) del Cu, la Ag y el Au previamente
mencionadas, las mismas constituyen un muy buen ejemplo de un gas de electrones casi-
libres en dos dimensiones en una superficie metálica. Como veremos en esta sección,
para hibridaciones independientes de la energía (aproximación razonable en este tipo
de sistemas), la presencia de un escalón en la densidad espectral de conducción cerca
del nivel de Fermi tiene efectos significativos en el desarrollo de la resonancia Kondo.

Una pregunta que surge de esto es cómo varía la temperatura de Kondo TK si la
posición de este escalón se ve modificada. Se ha mostrado que el fondo de la banda
superficial Ds

i puede modificarse mediante aleaciones de distintos metales nobles [13,
25]. De hecho, este desplazamiento ha sido medido con experimentos STM [25], y podría
ser posible utilizar el STM para medir también la antiresonancia Fano y determinar
TK . Si bien uno puede suponer que el desorden generado en estos experimentos puede
afectar a la forma escalonada en la energía Ds

i , los estados correspondientes tienen una
longitud de onda muy larga que puede promediar el desorden. Además, se ha mostrado
que se puede hacer cruzar Ds

i a través del nivel de Fermi aplicando tensión en películas
epitaxiales de Ag(111) en Si(111)-(7× 7) [26].

En esta sección se calcula la temperatura de Kondo en función del fondo de la banda
superficial. Para ello, se utilizan diversas técnicas: “poor man’s scaling” (PMS) del
modelo efectivo de Kondo, la aproximación “non-crossing” (NCA), y la aproximación
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de bosones esclavos en campo medio (SBMFA). Estos métodos reproducen de manera
correcta la magnitud TK y su dependencia con los parámetros del modelo en los casos
en donde la densidad de estados de conducción es suave. Estas aproximaciones se
generalizan para tener en cuenta la presencia de una densidad de estados escalonada,
y puede verse que la presencia de la misma induce algunas complicaciones debidas a
la aparición de singularidades en algunos tratamientos [ver Ecs. (2.22) y (2.24)] para
energías cercanas a Ds

i .
El PMS es un enfoque el cual integra progresivamente una pequeña porción de los

estados de conducción cuyas energías están en el fondo y en el tope de la banda. Con
este método se renormaliza la constante de intercambio J . Este método es válido en
los casos en donde la banda de conducción es mucho más grande que la energía de
intercambio, y empieza a mostrar inconvenientes cuando |Ds

i | ∼ J . Por otro lado, tiene
la ventaja de que uno puede calcular expresiones analíticas que relacionan la TK con
los parámetros del hamiltoniano.

La NCA se basa en una suma de una serie infinita de diagramas de Feynman en
las hibridaciones. Para ello, se utiliza una representación de pseudopartículas. Permite
una buena descripción de la densidad espectral en el límite altamente interactuante
(U → ∞). Además, esta aproximación tiene la ventaja de que uno puede introducir
una densidad de estados con una forma arbitraria, y describe los comportamientos
a grandes energías como el pico de transferencia de carga presente en la densidad
espectral (el que se encuentra cerca de εd).

La SBMFA también utiliza una representación de pseudo-partículas pero, a dife-
rencia de NCA, no tiene en cuenta la dinámica de los pseudo-bosones y los toma como
un promedio. A pesar de esto, las propiedades de bajas energías y la densidad espec-
tral cerca del nivel de Fermi son descriptas correctamente. Sin embargo, se pierde la
presencia del pico de transferencia de carga.

En esta sección se presentan resultados que pueden ser relevantes para la determi-
nación cuantitativa de la magnitud de las hibridaciones de la impureza magnética con
los estados de la superficie y volumen.

2.2.2. Modelo y formalismo

En esta sección se presentan las ecuaciones para determinar la temperatura de
Kondo en función del fondo de la banda de superficie Ds

i en el régimen de Kondo.

Hamiltoniano

Se considera el hamiltoniano de Anderson no degenerado para una impureza con
espín σ, extendiéndolo para tener en cuenta la contribución los estados de superficie.
Esto puede escribirse como
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H =
∑
σ

εdd
†
σdσ + U

∑
d†↑d↑d

†
↓d↓ +

∑
kσ

εsks
†
kσskσ +

∑
kσ

εbkb
†
kσbkσ∑

kσ

V s
k [d†σskσ + H.c.] +

∑
kσ

V b
k [d†σbkσ + H.c.]. (2.17)

La densidad espectral de los electrones en la impureza magnética es

ρdσ(z) = − 1
π
ImGσ

d(z), (2.18)

donde Gσ
d(z) es la función de Green retardada en la impureza magnética, con z = ω−iε

y ε es un infinitesimal positivo. Esta función de Green tiene la forma

Gdσ(z) = 1
z − Ed − Σ0σ(z)− Σdσ(z) , (2.19)

donde Σdσ(z) es la autoenergía debido a la interacción coulombiana U y Σ0(z) es la
parte no interactuante de la autoenergía [presente también para U = 0, como en las
Ecs. (1.7) y (1.8)]. En este caso, es necesario separar la contribución de los estados de
superficie de los volumétricos. Esto puede escribe como

Σ0σ(z) = Σb
0σ(z) + Σs

0σ(z),

Σc
0σ(z) =

∑
k

|V c
k |2

z − εck
, (2.20)

con c = b, s. Nuevamente, consideramos que la contribución de los estados volumé-
tricos no tiene características especiales cerca del nivel de Fermi. Así, se supone una
densidad de estados constante ρb extendida desde −D a D. Además, se supone que las
hibridaciones de la impureza con los estados superficiales y volumétricos son constantes
(V c

k = V c). Esta aproximación es razonable si la dependencia con la energía es suave
en un rango de varias TK en las cercanías del nivel de Fermi. Llamando ∆b = πρb|V b|2,
para energías cercanas al nivel de Fermi (εF = 0) (D � |ω|) [ver Ecs. (1.7) y (1.10)], se
puede despreciar la parte real de la contribución del volumen Λb(z), y la autoenergía
es simplemente

Σb
0σ(ω + iε) = −i∆b. (2.21)

La contribución de la densidad de estados de superficie ρs, que también se supone
constante y se corresponde a electrones libres en dos dimensiones y comienza a una
energíaDs

i . Por simplicidad, se supone que esta termina también a una energíaDs
f = D,

al igual que la banda de estados volumétricos. De esta forma, se puede escribir la
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correspondiente autoenergía como

Σs
0σ(ω + iε) = −∆s

π
ln
(
D − ω
|Ds

i − ω|

)
− i∆sθ(ω −Ds

i ), (2.22)

donde ∆s = πρs|V s|2 y θ(ω) es la función escalón. Absorbiendo la parte real como una
renormalización de la energía del nivel localizado de la impureza, la función de Green
no interactuante (U = 0) puede escribirse de la forma

G0
dσ(z) = 1

z − ε̃d(ω) + i[∆b + ∆sθ(ω −Ds
i )]
, (2.23)

con

ε̃d(ω) = εd −
∆s

π
ln
(
D − ω
|Ds

i − ω|

)
. (2.24)

El límite de Kondo

La condición para el régimen de Kondo se ve modificada por la presencia de los
estados superficiales. En términos de los parámetros del modelo, esto equivale a ∆b +
∆sθ(−Ds

i )� −ε̃d(0), ε̃d(0) + U .
Usando el hecho de que todas las cantidades físicas dependen de las densidades

espectrales de conducción e hibridaciones sólo a través de los productos ∆b = πρb|V b|2

y ∆s = πρs|V s|2 , se puede simplificar el problema considerando que las hibridaciones
de los estados de superficie y volumen con la impureza son iguales y redefinir una nueva
densidad de estados de superficie ρ̃s para la cual se cumpla esta equivalencia

∆s = πρ̃s|V b|2. (2.25)

De esta manera, puede escribirse la interacción Kondo efectiva con la misma forma
que la Ec. (1.11) de la Introducción. En este caso, los operadores del tipo c†lσ (con
l = k, k′) incluyen tanto los electrones de conducción de la superficie como los de
volumen. Teniendo en cuenta el corrimiento de la energía del nivel localizado εd dado
en la Ec. (2.24) y llamando V b = V , el término de interacción tiene la forma

J = |V |2

−ε̃d(0) + |V |2

ε̃d(0) + U
. (2.26)

2.2.3. Resultados

En esta sección se presentan los resultados para la variación de la temperatura de
Kondo en función del fondo de la banda de estados de superficie obtenidos con PMS,
NCA y SBMFA.
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Figura 2.7: Esquema de una banda de estados de conducción con un escalón en Ds
i .

Poor man’s scaling

A continuación se presenta una extensión de la aproximación “poor man’s scaling”
en la que se adiciona un escalón en la banda de conducción, que se extiende desde Ds

i

hasta D, como se indica en la Fig. 2.7. Esta aproximación funciona bien en el caso en
donde |Ds

i | es mucho más grande que la temperatura de Kondo. En el caso contrario,
PMS deja de ser válido. Los detalles de la generalización se presentan en el apéndice
A.

Las expresiones para la temperatura de Kondo cuando el escalón Ds
i se encuentra

por debajo y por encima de la energía de Fermi son respectivamente

TK ' A|Ds
i |ηD1−η exp

[
πεd(εd + U)

2U(∆b + ∆s)

]
,

η = ∆s

(∆b + ∆s)
(1 + εd

U
), si Ds

i < 0, (2.27)

y

TK ' B(Ds
i )ζD1−ζ exp

[
πεd(εd + U)

2U∆b

]
,

ζ = ∆sεd
∆bU

, si Ds
i > 0, (2.28)

con A = B = 1.
Este es el resultado principal de esta sección. Puede verse que se recuperan las

expresiones usuales en el límite de alta interacción (U → ∞) para ∆s
i = 0, Ds

i = −D
(o bien para Ds

i = D).
Se han adicionado los coeficientes A y B que a orden más bajo en la aproximación

equivalen a la unidad. Sin embargo, estos coeficientes se ven modificados cuando se
considera un orden superior en la aproximación (J3). Si esto se incluye en el cálculo,
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aparecen términos del tipo J3/(D′ + |Ds
i |) cuando se calcula dJ/dD′ y no es posible

obtener una expresión analítica para la ecuación diferencial. No obstante, para |Ds
i | =

D, la banda recupera una simetría electrón-hueco y se puede resolver analíticamente.
En este caso, los coeficientes tienen la forma

A =
√

2ρbJ(1 + ∆s/∆b),

B =
√

2ρbJ, (2.29)

donde ρbJ viene dada por la Ec. (A.7).
Con el objetivo de comparar estos resultados con NCA y SBMFA, a continuación

se muestran los límites de alta interacción (U →∞) dependiendo de si εd o εd +U son
finitos. El resultado es

η = ∆s

(∆b + ∆s)
, ζ = 0

si U → +∞ y εd finito, (2.30)

y

η = 0, ζ = −∆s

∆b

si U → +∞ y εd + U finito. (2.31)

Comparación de los resultados con las aproximaciones noncrossing y boso-
nes esclavos en campo medio

En esta sección se presentan los resultados obtenidos para la temperatura de Kondo
TK en función de la posición del fondo de la banda de superficie usando NCA y SBMFA.
Además, se realiza una comparación de los mismos con el resultado analítico obtenido
con PMS.

Las expresiones para SBMFA se generalizan para tener en cuenta un escalón en la
densidad de estados superficiales. El desarrollo del cálculo se presenta en el apéndice
B.1.

Como se menciona en la introducción, la aproximación noncrossing es una técnica
diagramática que reproduce correctamente la TK del modelo de la impureza de Ander-
son en el límite de alta interacción. Para ello, se resuelven de forma autoconsistente
ecuaciones del tipo Σj(ω′) ∝

∫
dω∆(ω)f(ω)Gi(ω + ω′) con i 6= j, donde Σj(ω) [Gi(ω)]

es la autoenergía (función de Green) correspondiente a un nivel de la impureza desocu-
pado u ocupado por un electrón, f(ω) es la función de Fermi y ∆(ω) es la hibridación
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Figura 2.8: Temperatura de Kondo (TK) en función del fondo de la banda de conducción
(Ds

i ). Cuadrados: NCA. Triángulos: SBMFA. Línea discontinua (punteada): ajuste de los
resultados obtenidos con NCA (SBMFA). El recuadro muestra los resultados obtenidos
con NCA y el ajuste correspondiente en escala log-log (los cuadrados son los resultados
para Ds

i < 0 y los círculos para Ds
i > 0). Los parámetros son εd = −4, ∆b = 1, ∆s = 0.1.

que, en general, puede depender de ω. La virtud de esta aproximación es que se pue-
den introducir funciones arbitrarias para ∆(ω). En particular, se puede introducir una
función escalonada como en el presente sistema (ver Fig. 2.7). Respecto al cálculo de la
magnitud de TK , ya se ha mencionado que existen varias maneras de estimarla, como
el ancho de la resonancia de la densidad espectral o el ancho de la conductancia dife-
rencial. Pero además, puede estimarse a partir de propiedades como la entropía S(T )
o la conductancia G(T ). Respecto a esta última, la TK puede obtenerse con el cálculo
de la conductancia en base una fórmula empírica derivada del resultado muy preciso
de cálculos con el grupo de renormalización numérico (NRG). Esto da G(TK) = G0/2,
donde G0 es la conductancia ideal del sistema (que se alcanza para T = 0 y una
ocupación del nivel de la impureza nd = 1) [27, 28].

En este estudio, tomamos la energía de la impureza magnética en εd = −4 y un
ancho de banda de conducción volumétrica D = 10. Los casos que se presentan a con-
tinuación difieren en la relación entre las hibridaciones ∆s/∆b. Por otro lado, tomamos
∆s + ∆b del orden de la unidad de energía en cada caso, por lo que se cumple la
condición del límite de Kondo mencionada antes.

En la Fig. 2.8 se muestran los resultados para TK como función de Ds
i para una

proporción ∆s/∆b = 1/10. Esta relación entre las hibridaciones equivale al límite infe-
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rior estimado en el experimento de “espejismos” del efecto Kondo en un corral elíptico
[10].

Realizando un ajuste de los resultados obtenidos con NCA con una función del tipo
TK = C|Ds

i |η en el intervalo −10 ≤ Ds
i ≤ −0.5 se tiene C = 0.01204 y η = 0.09039. El

valor obtenido para el exponente η es muy similar al resultado conseguido con PMS η =
1/11 = 0.09091 de la Ec. (2.30). Para valores de |Ds

i | más chicos, en particular cuando
|Ds

i | ∼ TK , el PMS difiere de los resultados de NCA. Esto puede verse claramente en
el recuadro de la Fig. 2.8, en donde se presentan los resultados en escala logarítmica.
Mientras que la curva de NCA muestra un comportamiento continuo y positivo cuando
|Ds

i | = 0, la curva de PMS tiende a cero [ver línea discontinua de la Fig 2.8]. Por otro
lado, PMS predice una temperatura de Kondo constante para valores de Ds

i positivos,
[ver Ecs. (2.27) y (2.30)]. Como primera aproximación, los resultados con NCA son
consistentes con esto. Sin embargo, para Ds

i cercanos a cero, TK decrece alrededor de
un 17 % respecto al valor correspondiente en Ds

i = D. Esto es debido a que, al ser un
tratamiento de altas energías, los resultados del PMS no son confiables para |Ds

i | ∼ TK

Además, NCA muestra también un comportamiento no uniforme con un mínimo
cerca del nivel de Fermi. Respecto a la magnitud de TK , el valor de NCA paraDs

i = −D
es 0.0148, mientras la Ec. (2.27) de PMS da TK = 0.0139, en buen acuerdo con el
resultado de NCA. Para Ds

i = D, los valores correspondientes son 0.0080 y 0.0075,
respectivamente. Los valores de NCA son alrededor de un 7 % superiores.

En la Fig. 2.8 también muestra la temperatura de Kondo obtenida con SBMFA
para los mismos parámetros. Para esta aproximación, resultados presentados en la fi-
gura fueron multiplicados por 0.447, de tal forma que temperatura de Kondo coincida
con lo obtenido con NCA en el valor Ds

i = −D. Este factor es cercano al parámetro
A = 0.42 discutido arriba. La dependencia con Ds

i no se reproduce, aunque la función
todavía puede ajustarse a una ley de potencias. Para valores de Ds

i negativos (posi-
tivos) el ajuste se obtiene exponente de 0.0442 (−0.045). Curiosamente, se obtienen
valores cercanos a ν = 1/22 = 0.0454 y −µ = −1/20 = −0.05 dados en las Ecs. (A.5)
y (A.6) del apéndice 1 respectivamente. Este hecho sugiere que SBMFA omite la renor-
malización de εd debido al escalón en la densidad de estados [Ec. (2.24)]. Este es otro
defecto de la aproximación para valores pequeños de |Ds

i | y podría ser una limitación
a tener en cuenta en el caso de una superficie (111) de plata, para la cual el ancho
de banda superficial presenta un escalón a solo 67 meV por debajo del nivel de Fermi.
Sin embargo, considerando el ejemplo de un sistema compuesto con una impureza de
Co sobre esta superficie, la relación TK/|Ds

i | está todavía ligeramente por abajo de 0.1
[29]. Para estos valores, la discrepancia entre los resultados obtenidos con SBMFA y
NCA es de alrededor de un 10 %. Como veremos, el acuerdo entre estas aproximaciones
tiende a ser menor a medida de que la relación ∆s/∆b crece.

En la Fig. 2.9 se muestra el mismo estudio para una relación entre hibridaciones
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Figura 2.9: Igual que en la Fig. 2.8 para hibridaciones ∆b = 0.5 y ∆s = 0.2.

mayor, de ∆s/∆b = 2/5 = 0.4. La primera diferencia que se observa respecto al caso
anterior es que la TK para valores del fondo de la banda grandes y negativos es alrededor
de 50 veces más grande que lo que se obtiene para valores positivos, mientras que en
el caso previo el factor es cercano a 2. Esto se debe a que la contribución relativa de
la hibridación de los estados de superficie es superior respecto al caso anterior. Puesto
que tanto los estados de superficie como los del volumen contribuyen al efecto Kondo
para valores de Ds

i negativos y solo contribuyen los estados volumétricos para valores
positivos de Ds

i , es razonable que se encuentren estas diferencias. Para Ds
i positivos,

TK crece ligeramente, igual que en el caso previo.
Realizando un ajuste con una ley de potencias para Ds

i < −0.125, el resultado
de NCA da η = 0.2772. Nuevamente, el valor se corresponde con lo obtenido con
PMS: η = 2/7 = 0.2857. Para Ds

i = −D , Ecs. (2.27) y Ec. (2.29) dan A = 0.33 y
TK = 4.16×10−3 mientras el valor calculado con NCA es 4.44×10−3. Para Ds

i = D los
valores correspondientes son 9.8×10−6 y 1.06×10−5 para PMS y NCA respectivamente.
De nuevo los valores de la NCA son cerca de un 8 % más grandes que el calculado con
PMS.

Respecto a los resultados de SBMFA, el ajuste da un exponente de 0.142 para para
Ds
i < −0.125 y −0.199 para Ds

i > 0, muy cercano a −µ = −1/5. Para comparar los
resultados con SBMFA y NCA, los resultados de SBMFA se multiplicaron por 0.35,
valor muy cercano a A = 0.33. Como antes, los resultados sugieren que SBMFA da un
valor cercano al resultado de PMS a segundo orden en J , mientras que NCA parece
capturar correcciones de mayor orden.
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Figura 2.10: Lo mismo que en la Fig. 2.8 para ∆b = 0.5 y ∆s = 0.5.

El efecto Kondo de Co sobre Ag(111) (ver capítulo 3) constituye un límite a estudiar
debido a la cercanía del fondo de la banda de superficie Ds

i al nivel de Fermi, lo que
da lugar a una relación de TK/|Ds

i | = 0.1. En este caso, NCA y PMS difieren en un
factor de 3.16. Para las superficies de Cu(111) o Au(111) la relación TK/|Ds

i | es mucho
menor y el PMS se ajusta al resultado de NCA.

En la Fig. 2.10 se expone el caso de ∆s = ∆b. Los comportamientos generales
son similares a las figuras anteriores, con una diferencia notable en la TK entre Ds

i

negativos y positivos la cual alcanza los tres órdenes de magnitud. Esto es debido a
que la contribución relativa de los electrones de superficie es superior. El exponente del
ajuste de la NCA da η = 0.482 para Ds

i < −0.01 cerca del valor 1/2 del PMS. En este
caso, para Ds

i = −D, los resultados de PMS dan A = 0.40 y TK = 7.48×10−3 mientras
que NCA da un valor de 7.74× 10−3 (3 % más grande). Para Ds

i = D, el valor de PMS
para la temperatura de Kondo es el mismo que el obtenido en el caso previo y el valor
NCA es 1.05× 10−5 (7 % más grande).

Con un ajuste de los resultados de SBMFA para |Ds
i | > 0.01 se tiene un exponente

de 0.239 y −0.496, cerca al valor 1/4 y −1/2 que corresponden a los exponentes de
las Ecs. (A.5) y (A.6) del apéndice 1 respectivamente. Los resultados de SBMFA se
multiplicaron por 0.412. Para ver la diferencia entre los resultados de NCA y SBMFA
para Ds

i cerca del nivel de Fermi, se calculó la relación entre ambos cuando, para NCA,
TK/|Ds

i | = 0.1. En este caso, da un valor de 5.54 más grande en la figura, o 13.4 veces
más grande teniendo en cuenta el factor multiplicativo de SBMFA.

En la Tabla 2.1 se resumen los resultados más relevantes para los casos desarrolla-
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Tabla 2.1: Resumen de los resultados más relevantes de los tres casos estudiados: En la tercer y
cuarta columna se presentan los resultados obtenidos para el exponente η utilizando la Ec. (2.30)
y el valor correspondiente al ajuste de los resultados de NCA. En la quinta columna se compara
el la temperatura de Kondo que se obtiene de las Ecs. (2.27-2.29) de PMS con el valor calculado
con NCA cuando Ds

i = −D. En la sexta columna se compara la temperatura de Kondo obtenida
con NCA y SBMFA cuando Ds

i = −D. La séptima columna muestra el prefactor A dado en la
Ec. (2.29) para compararlo con las columnas anteriores (ver texto).

∆s ∆b ηPMS ηNCA T PMS
K

/
TNCAK TNCAK

/
T SBMFA
K A

0.1 1 0.091 0.090 0.938 0.45 0.42
0.2 0.5 0.286 0.277 0.951 0.35 0.33
0.5 0.5 0.5 0.482 0.963 0.41 0.40

dos arriba. En la quinta columna se comparan las temperaturas de Kondo obtenidas
con NCA y las Ecs. (2.27) y (2.29) de PMS cuando Ds

i = −D y U → ∞. En la sexta
columna se comparan las temperaturas de Kondo de NCA con SBMFA. Cabe señalar
que, la relación T PMS

K

/
T SBMFA
K (que se obtiene multiplicando la quinta y sexta colum-

na) equivale al factor A. Esto indica que SBMFA equivale al resultado de PMS a orden
más bajo en los procesos de dispersión (A = 1).

Hasta aquí, los resultados son para una repulsión coulombiana infinita (U → ∞)
y una energía del nivel localizado εd finita, donde la ocupación de la impureza fluctúa
entre 0 y 1, aunque está más cerca de 1 en el límite de Kondo. Otra opción es tomar el
límite en el cual εd → −∞ y U → +∞, dejando εd+U constante. Este caso corresponde
a una impureza cuya ocupación fluctúa entre 1 y 2. Los exponentes esperados son los
que se dan en la Ec. (2.31). La variación de la temperatura de Kondo es cualitativamente
diferente que en los casos anteriores: según PMS, es de esperar que TK sea constante
para Ds

i < 0 y divergente para Ds
i > 0.

Para estudiar este caso con ambas aproximaciones, puede realizarse una transfor-
mación electrón-hueco simple, en donde se renombra la energía de la impureza εd por el
nuevo término finito −εd−U . Una vez hecho esto, se varía el tope de la banda de esta-
dos de superficie en lugar de modificar el fondo tanto en SBMFA como en NCA. Para
recuperar nuevamente el formalismo de electrones, hay que realizar la transformación
ω → −ω.

Los resultados en la representación electrónica original para εd +U = 4 y ∆s/∆b =
2/5 se muestran en la Fig. 2.11. A diferencia de los casos anteriores, para Ds

i negativos,
TK dado por NCA crece con Ds

i alcanzando un valor cerca del 50 % superior para
Ds
i = 0. De acuerdo a la Ec. (2.31) uno esperaría un comportamiento constante para

Ds
i < 0, de aquí resulta evidente la necesidad de un desarrollo a ordenes superiores

en J para una descripción más completa de los resultados de NCA. Por otro lado,
SBMFA predice un decrecimiento de TK con Ds

i creciente, lo cual no es lo esperado.
Para valores positivos de Ds

i un ajuste de los resultados obtenidos con NCA da un
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Figura 2.11: Lo mismo que en la Fig. 2.8 para en caso en donde εd → −∞, U →∞ y
εd + U = 4. Las hibridaciones son ∆b = 0.5 y ∆s = 0.2.

exponente ζ = −0.395, en buen acuerdo con ζ = −0.4 dado en la Ec. (2.31). Del
mismo modo, los resultados de SBMFA dan exponentes de 0.142 para Ds

i negativos y
−0.200 para Ds

i positivos, nuevamente cercanos a los valores ν = 1/7 y −µ = 1/5 y
diferentes a los obtenidos con NCA y PMS.

Densidad espectral obtenida con NCA

A continuación se muestran los resultados para la densidad espectral por espín de
la impureza magnética, que viene dada por la Ec. (2.18). Debido a la estructura de la
parte no interactuante de la autoenergía Σs

0σ [ver Ec. (2.22)] es esperar alguna anomalía
en ρdσ(ω) para ω ∼ Ds

i , sobre todo en los casos en donde la hibridación relativa de los
electrones de la superficie es grande.

En la Fig 2.12 se muestra ρdσ(ω) calculada con NCA para Ds
i = ±0.5 y los pará-

metros de la Fig. 2.11. La principal diferencia con las densidades espectrales usuales
calculadas con NCA se debe a que el escalón en la densidad de estados de conducción
se transfiere a través de la hibridación a la densidad de estados de la impureza. Esto
produce estructuras escalonadas o picos en la misma a una energía ω = Ds

i y se deben a
procesos de interacción que involucran electrones del fondo de la banda de la superficie.

El pico de mayor ancho espectral cerca de ω = εd es el pico de transferencia de
carga. Como para ω ∼ εd no hay densidad de estados de superficie, el ancho total a
altura mitad que se tiene para este pico es ∼ 4∆b = 2 (este factor respecto del no
interactuante se debe a efectos de la interacción coulombiana [30, 31]). Además, el pico
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Figura 2.12: Densidad de estados espectral calculada con NCA para εd = −4, ∆b =
∆s = 0.5 y dos valores de Ds

i , línea continua: Ds
i = −0.5, línea discontinua: Ds

i = 0.5.
En el recuadro muestra detalles del pico de Kondo cerca de ω = 0.

no cambia sustantivamente cuando el fondo de la banda Ds
i cruza el nivel de Fermi

debido a la dependencia logarítmica con este parámetro [ver Ec. (2.24)].
Por el contrario, el pico de Kondo cambia drásticamente. En ausencia de estados

de superficie, para Ds
i = 0.5, el ancho del mismo es cerca de tres órdenes de magnitud

más pequeño que el que se tiene para Ds
i = −0.5. Según la regla de suma de Friedel,

la densidad espectral por espín en el nivel de Fermi tiene la forma [7]

ρdσ(0) = sin2(πδ(0))
π∆σ(0) , (2.32)

en donde, para el caso en donde la densidad de estados de conducción depende de la
energía (en este caso, la correspondiente a los estados superficiales), δ(0) depende de
la autoenergía de la forma

δ(0) = 〈d†σdσ〉+ 1
π

Im
∫ 0

−∞
dωGdσ(ω + iε)∂Σs

0σ(ω + iε)
∂ω

. (2.33)

Para el caso de una banda de conducción plana y simétrica, ∂Σc
0σ/∂ω = 0 y la

integral de la Ec. (2.33) puede despreciarse. Sin embargo, la presencia de un escalón en
la densidad de estados de conducción hace que este término no se anule. No obstante, es
de esperar que la influencia de este término no tenga una relevancia sustancial excepto
cuando Ds

i esté muy cerca del nivel de Fermi.
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Figura 2.13: Lo mismo que en la Fig. 2.12 para εd + U = 4

Los resultados de NCA para ambos valores de Ds
i dan una ocupación de 0.47 <

ndσ < 0.5, por lo que según la ecuación anterior ρdσ(0) da 1/[π(∆b + ∆s)] ≈ 0.318 para
Ds
i < 0 y 1/(π∆b) ≈ 0.637 para Ds

i > 0. Los valores obtenidos con NCA dan 0.315 y
0.614. Estas desviaciones son una limitación conocida de la aproximación [8].

La Fig. 2.13 muestra la densidad espectral en el caso en donde la energía del nivel
localizado es εd → ∞, la repulsión coulombiana U → ∞ y εd + U = 4 calculado con
NCA usando la misma transformación electrón-hueco explicada arriba. En este caso,
el pico de transferencia de carga se localiza a mayor energía que el nivel de Fermi
y su ancho es cercano a 4(∆s + ∆b), más ancho que en el caso anterior debido a la
contribución de los estados de superficie.

En este caso, las temperaturas de Kondo que se observan son superiores. Teniendo
en cuenta la transformación electrón hueco, esto se debe a que el corrimiento dado
en la ecuación (2.24) ahora “empuja” el nivel efectivo d hacia el nivel de Fermi, lo
que incrementa el término de intercambio J de la Ec. (2.26). También se observan
estructuras en ω ∼ Ds

i , mucho más pronunciadas que en el caso anterior. Respecto a
la magnitud de la densidad espectral en el nivel de Fermi, se obtiene ρdσ(0) = 0.315
para Ds

i < 0 y 0.597 para Ds
i > 0, valores cercanos a lo esperado por la regla de suma

de Friedel.
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2.2.4. Conclusiones y comentarios

En esta sección se ha demostrado que la variación de la temperatura de Kondo
con el fondo de la banda de conducción puede describirse mediante una ley de
potencias del tipo TK ' |Ds

i − εF |η para Ds
i − εF < 0 y TK ' (Ds

i − εF )ζ para
Ds
i − εF > 0. Esta correspondencia se probó con NCA para el caso en donde εd es

finito (εd+U →∞) y el caso en donde εd+U es finito (εd → −∞). Los exponentes
están relacionadas con la magnitud de las hibridaciones de los electrones de la
superficie y el volumen con la impureza magnética según las ecuaciones (2.30)
y (2.31). Este comportamiento deja de ser válido cuando |Ds

i | ∼ TK debido las
aproximaciones realizadas para los resultados analíticos del PMS.

Por simplicidad, se han supuesto hibridaciones constantes en su dependencia
en la energía. En realidad, basta con que las mismas no tengan fluctuaciones
considerables en el entorno energético de magnitud 2|Ds

i | alrededor del nivel de
Fermi. Por otro lado, algunos cálculos sugieren una hibridación bastante constante
en un rango de 1 eV en las cercanías del nivel de Fermi [32].

Para |Ds
i − εF | < ∆s + ∆b y ∆s & ∆b, la densidad espectral de la impureza

magnética muestra escalones o picos en ω ∼ Ds
i . Es de esperar que para pará-

metros distintos esto se repita, con una mayor intensidad en los mismos para
hibridaciones relativas para los estados de superficie superiores.

Se obtiene un excelente acuerdo entre los resultados de PMS a orden más bajo
en la aproximación y NCA. Teniendo en cuenta el éxito de la NCA en distintos
problemas, esto es un indicio de que se consigue un resultado correcto para PMS
en cuanto a la dependencia de la temperatura de Kondo con los parámetros del
modelo. Sin embargo, para reproducir el valor de TK , es necesario considerar
ordenes superiores en la aproximación.

SBMFA da exponentes erróneos para la dependencia de TK con el fondo de la
banda. Para D = Ds

i , la magnitud de TK se corrige con un factor equivalente
al coeficiente A del escaleo hasta un orden J3 [Ec. (A.7)]. A pesar de estas dis-
crepancias, se tiene el orden de magnitud correcto cuando |Ds − εF | no es muy
chico.

Se realizaron cálculos con el grupo de renormalización numérico (NRG). Los resul-
tados se muestran en la Fig. 2.14. A medida que el parámetro de renormalización
Λ se hace más pequeño [33, 34], la curva tiende a lo que se obtiene con NCA.
Sin embargo, en general el NRG muestra dificultades en representar el escalón
a energías finitas debido a la discretización logarítmica que realiza el algoritmo
(incluso realizando promediado en z). Para corregir esto se requiere una gran
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Figura 2.14: Temperatura de Kondo en función del fondo de la banda calculada con
NRG para varios valores de λ para el caso ∆s = ∆b.

precisión, por lo que resulta menos costoso utilizar las aproximaciones expuestas
en la presente sección.

La forma escalonada de la densidad de estados de conducción constituye otra
aproximación. Por ejemplo, en los experimentos realizados sobre Ag(111) o Cu(111)
no se observa un escalón recto en los estados de conducción, sino que muestra un
comportamiento más suave [12]. Se puede estimar el efecto de esto en la tempera-
tura de Kondo. Particularmente, para un incremento lineal entre Ds

i − δ y Ds
i + δ

con δ > 0 cuando Ds
i < 0. A orden lineal en el desarrollo en serie de δ/|Ds− εF |,

el resultado para la temperatura de Kondo respecto al caso estudiado en esta
sección es

TK(δ) = TK(0)
[
1 + ∆s

4(∆s + ∆b)
δ

|Ds
i − εF |

]
.

Por lo tanto, la corrección inducida por una caída lineal del escalón en la densidad
de estados es pequeña excepto cuando Ds

i está cerca del nivel de Fermi.

En este capítulo se ha supuesto un orbital magnético no degenerado que se hi-
bridiza con los estados de conducción con la misma simetría (por ejemplo, un
estado localizado d3z2−r2 que se hibridiza con estados s y pz del volumen y la
superficie), por lo que se puede describir el sistema con el modelo de Anderson
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con simetría SU(2). En otros casos, por ejemplo el de un sistema compuesto por
una impureza de cobalto sobre una superficie (111) de plata (que se desarrolla
en el capítulo 3) o el caso de la resonancia a bajas energías producida en una
molécula de hierro(II) ftalocianina (FePc) absorbida en una superficie (111) de
oro (que se estudia en el capítulo 4), la degeneración del nivel de la impureza
requiere describir el sistema mediante un modelo efectivo con simetría SU(4).
Los resultados de esta sección pueden extenderse fácilmente para este caso. En
particular, las ecuaciones del PMS para una simetría SU(N) se presentan en el
apéndice A.

La posibilidad de modificar experimentalmente el fondo de la banda [25, 26]
cuando se coloca una impureza magnética sobre ella hace que las ecuaciones
obtenidas con PMS sean de gran relevancia para determinar la magnitud de las
hibridaciones ∆b y ∆s, que son parámetros a priori desconocidos en este tipo de
experimentos.



Capítulo 3

El efecto Kondo en Co sobre
Ag(111)

3.1. Introducción

Puesto que la mayoría de las mediciones de impurezas Kondo se realizan en super-
ficies (111) de metales nobles en donde coexisten estados superficiales y volumétricos,
surge la pregunta de cuan importante es la contribución de ellos en este fenómeno.
Al día de hoy esta cuestión no se encuentra clarificada dado que las conclusiones que
surgen de los distintos enfoques técnicos son contradictorias. Ya se ha mencionado en la
presente tesis que los electrones de los estados volumétricos decaen mucho más rápido
en el cristal que los correspondientes a la superficie. Esto ha generado la recurrente
práctica de estudiar la aparición de la resonancia en función de la distancia lateral
entre la punta y la impureza [14, 18, 35, 36].

Henzl y Morgenstern utilizaron estos conceptos en un sistema Co/Ag(111) [35]
para estudiar el rol de los estados de superficie en el efecto Kondo. A través de la
generación de bordes escalonados de Ag(111) puede conseguirse que el comienzo de la
banda de superficie de Ag se mueva por encima del nivel de Fermi y, de esta manera,
anular intencionalmente la contribución de los estados superficiales en las proximidades
del mismo [37]. En este caso, la antiresonancia obtenida puede observarse cuando la
distancia entre la punta del STM y el Co es rt− ri . 0.5 nm, mientras que, cuando los
estados superficiales si contribuyen, este valor aumenta a 1.5 nm. Esto constituye un
fuerte indicio de que los estados superficiales tienen relevancia en el efecto Kondo.

Limot et al. estudiaron la temperatura de Kondo TK y también analizaron lo que
ocurre en superficies (111) de Cu y Ag y concluyeron que el aporte de los estados de
superficie a este fenómeno es despreciable [12]. Además, estudios de sistemas compues-
tos por una impureza de Co sobre monocapas de Ag colocadas sobre metales nobles
muestran muestran una dependencia débil del ancho de la resonancia con el peso re-
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Figura 3.1: Izquierda: imagen STM del sistema estudiado. Los puntos amarillos corres-
ponden a los átomos de Co colocados sobre la superficie de Ag(111). Derecha: conductan-
cia diferencial experimental en función del voltaje en donde se observa la antiresonancia
Kondo.

lativo de los estados superficiales [38]. Sin embargo, las oscilaciones de la forma de la
resonancia en función de la distancia |rt − ri| del orden la longitud de onda de Fermi
de los electrones volumétricos que fueron predichas por Plihal y Gadzuk [14] no han
sido observadas experimentalmente. Por otro lado, el experimento de los “espejismos”
cuánticos de la resonancia Kondo en un corral elíptico prueba que sin lugar a dudas
existe una contribución de los estados superficiales no nula en la TK [17], además de
servir de base para determinar que la contribución de los mismos en relación a los
estados de volumen es de al menos 1/10 [10].

La pregunta sobre del rol de los estados superficiales sigue siendo un interrogante
aún en estos días. En particular, la conjetura de que los mismos no son marginales
han llevado a la reciente aparición de algunos estudios en sistemas similares a los que
se presentan en este capítulo [39, 40]. Li et al. muestran que la dI/dV de la Ag(111)
oscila con la misma longitud característica que el ancho de la resonancia en las cercanías
de bordes escalonados, resonadores cuánticos circulares y otro átomo de Co [40]. Sin
embargo, este estudio no posibilita ponderar correctamente la proporción de los estados
que influyen.

En este capítulo se presenta un modelo que permite cuantificar el rol de los estados
superficiales en el efecto Kondo presente en Co/Ag(111). A través de la generación de
superficies de trabajo que presentan fluctuaciones en la densidad de estados debido a
la presencia de átomos de Co (ver Fig. 3.1), es posible caracterizar experimentalmente
los comportamientos principales de la resonancia Kondo variando un sólo parámetro:
la densidad local de estados superficiales ρs.
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hcp (A-B-A) fcc (A-B-C)

Figura 3.2: Esquema del apilamiento de la primera y segunda capa de Ag(111) (círculos
rojos) y los posibles sitios en donde se puede posicionar el átomo de Co (esfera azul).
Izquierda: formando una apilamiento tipo hcp. Derecha: formando un apilamiento tipo
fcc.

Mediante un análisis de la simetría del problema, se identifica que el sistema puede
describirse en base a un hamiltoniano de Anderson SU(4), lo cual es consistente con
el ancho de las resonancias observadas experimentalmente, a diferencia del hamiltonia-
no de Anderson SU(2) que se utiliza en otros trabajos [40]. El problema se resuelve
con las aproximaciones “noncrossing” y “poor man’s scaling” utilizando algunos de los
conceptos desarrollados en el capítulo 2. Estos métodos permiten calcular la variación
del ancho de la resonancia con la LDOS, obteniendo un buen acuerdo con los experi-
mentos. El ajuste de los experimentos permiten calcular la relación ∆0

s/∆b, donde ∆0
s

es el término de hibridación correspondiente a la superficie de Ag(111) limpia. De aquí
se encuentra que la contribución de los estados superficiales en el efecto Kondo no es
despreciable. Además, se demuestra que la variación de TK con la densidad local de
estados (LDOS) viene fuertemente influenciada por la posición del fondo de la banda
de superficie, que para la plata está en Ds

i = −67 meV respecto al nivel de Fermi.

3.2. Análisis de la simetría

Para caracterizar correctamente los resultados experimentales, en esta sección se
analiza la simetría del sistema. El átomo de Co colocado sobre la Ag(111) puede ocu-
par dos sitios no equivalentes: uno justo encima de un átomo de Ag de la segunda capa
(formando un apilamiento tipo hcp) y otro en donde no lo hay (formando un apila-
miento tipo fcc) (ver Fig. 3.2). En ambos casos el grupo de simetría puntual bajo el
cual transforma el sistema es el C3v, el cual se compone de rotaciones de ángulo 2π/3



54 El efecto Kondo en Co sobre Ag(111)

x

y

3dyz

3dxz

3dxy

3dx2-y2

3d3z2-r2

x x

x

x x

y y

y

yy

z z

z

zz

E E A1

Figura 3.3: Izquierda: Elección del coordenadas en donde el eje z es perpendicular
a la superficie y el plano xz pasa por el átomo de Co y uno de los átomos de Ag más
próximos. Derecha: Distribución espacial de los orbitales 3d del Co y las representaciones
irreducibles bajo las cuales transforman.

alrededor del eje perpendicular a la superficie más reflexiones respecto a los planos
representados por las líneas punteadas de la Fig. 3.2. Este grupo tiene tres representa-
ciones irreducibles (irreps): A1 y A2 de dimensión uno y la representación bidimensional
E. Si nos olvidamos del espín σ por el momento, los orbitales 3d del Co se dividen en un
singlete que transforma como A1 y dos dobletes que transforman como E. Un esquema
de ello se presenta en la parte izquierda de la Fig. 3.4.

Si se eligen los ejes de coordenadas de tal manera que z es perpendicular a la
superficie y un átomo de Ag más cercano a la impureza de Co se encuentra en el plano
xz, el orbital 3d con simetría 3z2−r2 transforma como la irrep A1, xz e yz transforman
como la irrep E, al igual que los que tienen simetría x2 − y2 y −xy. La elección de los
ejes y la distribución espacial de estos orbitales con su correspondiente irrep se muestra
en la Fig. 3.3. Cualquier hamiltoniano que respete el grupo de simetría puntual (sin
una simetría adicional) va a mezclar los dos dobletes E, dando lugar a estados bonding
y antibonding. En particular, los estados E antibonding tienen la forma

|e1〉 = α |xz〉+ β |(x2 − y2)/2〉 ,

|e2〉 = α |yz〉 − β |xy〉 . (3.1)

La presencia de otros átomos de Co adicionales en las cercanías rompen la simetría
C3v, pero se considera que el efecto de ellos es pequeño si se encuentran suficientemente
lejos del Co que se estudia.

La repulsión coulombiana interorbital de los orbitales 3d imposibilita la adición de
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Figura 3.4: Izquierda: esquema de la ruptura de niveles de los orbitales 3d de una
partícula bajo el grupo de simetría puntual C3v. Derecha: esquema de la ruptura de los
cuatro estados antibonding de simetría E debido a la repulsión coulombiana U . El nivel
de Fermi εF se encuentra en la posición para la cual la antiresonancia Fano se describe
correctamente.

agregar un segundo electrón en el mismo orbital. Es decir, si εd es la energía necesaria
para agregar el primer electrón con espín σ en uno de los orbitales antibonding E, ésta
no depende del espín σ ni del orbital antibonding considerado (e1 o e2). Sin embargo, la
energía extra que se necesita para agregar el segundo electrón es la repulsión coulom-
biana intraorbital o interorbital respectivamente (que vamos a considerar que tienen un
valor U idéntico). Igualmente, la energía necesaria para agregar un tercer o un cuarto
electrón es εd más la repulsión coulombiana entre los electrones que se tengan. Esto
viene representado en la parte derecha de la Fig. 3.4. La distribución de estos niveles es
altamente compleja dado que se tienen términos de intercambio y términos de hopping
de a pares, pero esto no es necesario para el análisis. Si por caso consideramos que el
estado fundamental tiene una ocupación de 2 electrones en el antibonding E, debido a
la regla de Hund el mismo será un triplete. En cambio, para una ocupación 3 en estos
estados. el estado fundamental es degenerado y se constituye por dos dobletes de espín
con un hueco repartido entre e1 y e2. Una distribución equivalente se da para el estado
E bonding y el estado A1, los cuales están completamente ocupados en el átomo de Co
neutro.

Aunque el análisis de la simetría local del sistema no puede determinar el orden
de los niveles, los resultados experimentales dan información que ayuda a postular las
posibilidades que se tienen. En las mediciones de la conductancia diferencial que se
presentan a continuación (al igual que en trabajos similares [40]), la posición de la
antiresonancia Fano ωK es del orden de la temperatura de Kondo TK . Esto apunta a
un sistema Kondo con simetría SU(4) con una ocupación cercana a 1. Esto es consis-
tente con una configuración electrónica 3d7 que se encuentra en un Co aislado, con 4
electrones ocupando el orbital E bonding, 2 en el orbital A1 y el electrón restante en
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un orbital E antibonding. Esta imagen es la que viene esquematizada en la Fig. 3.4.

Las otras posibilidades pueden descartarse. Por ejemplo, consideremos también una
configuración electrónica con 7 electrones pero en donde el nivel de más alta energía sea
el singlete A1. En este caso, este nivel está desocupado o, lo que es lo mismo, ocupado
por dos huecos. El hueco restante se encontraría en el orbital E antibonding. Esto
llevaría, mediante una transformación electrón-hueco la cual es equivalente a evaluar
la conductancia teórica con un voltaje de signo contrario, a una resonancia por debajo
del nivel de Fermi. Un ejemplo de esta transformación se presenta en el capítulo 4.
Como resultados experimentales muestran una antiresonancia por encima de εF (parte
derecha de la Fig. 3.1), ésta no es una distribución de niveles posible.

Cálculos de estructura electrónica realizados con Local density approximation (LDA)
muestran que la configuración del Co absorbido puede ser 3d8 [41]. Si suponemos que
esto es así, uno tiene dos posibilidades: 1) si los dos huecos se encuentran en el orbital
E se obtendría una resonancia centrada en el nivel de Fermi [42], lo cual no es nuestro
caso porque, como veremos ωK ' 7 meV o 2) un hueco en el estado E y otro hueco en
el estado A1. Este ultimo caso se corresponde con una molécula de hierro-ftalocianina
sobre una superficie (111) de Au, la cual se estudia en el siguiente capítulo y muestra
un comportamiento radicalmente diferente al observado en este sistema. Por último,
las combinaciones de huecos repartidos entre los orbitales bonding y antibonding son
muy poco probables en este caso.

Es un hecho entonces que el estado fundamental está degenerado y son necesarios
dos canales de hibridación para describir el sistema. De esta manera, se descarta la utili-
zación del hamiltoniano de Anderson SU(2) o el modelo de Kondo común. En este caso
uno tiene, en principio, un modelo SU(2)×SU(2) para el espín σ del electrón y el orbi-
tal ei. Además, al no haber más de una partícula, no interesan otras interacciones (de
intercambio, hopping, etc). Es por ello que el hamiltoniano que describe correctamente
el sistema es SU(4). En las aproximaciones utilizadas para resolver el hamiltoniano, se
propone que las repulsiones coulombianas son lo suficientemente grandes para tomar
U →∞, por lo que esta suposición resulta razonable.

3.3. Modelo y formalismo

En esta sección se presentan y recuerdan las relaciones obtenidas en el capítulo
1 para el presente sistema. Una vez establecido que el sistema viene descripto por el
modelo con simetría SU(4), a continuación se presenta el hamiltoniano de Anderson
SU(4) [presentado en la Ec. (1.17)] separando las contribuciones de las interacciones
con los estados superficiales y volumétricos:
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H = Himp +Hc +Hhib,

Hc =
∑
km

εsks
†
kmskm +

∑
km

εbkb
†
kmbkm,

Himp = εd
∑
m

d†mdm +
∑
m′ 6=m

Ud†mdmd
†
m′dm′ ,

Hhib =
∑
km

(
V s

k d
†
mskm + H.c.

)
+
∑
km

(
V b

kd
†
mbkm + H.c.

)
, (3.2)

donde d†m crea un electrón en la impureza con m = (σ, i), donde σ es el espín e i denota
el orbital |ei〉 de la Ec. (3.1). Las mismas consideraciones de simetría se hacen para los
electrones de conducción s†km y b†km del baño. Las suposiciones son las mismas que las
mencionadas en el capítulo anterior: una densidad constante de estados volumétricos ρb
extendida desde −D hasta D, una densidad constante para la superficie que va desde
Ds
i = −67 meV hasta D e hibridaciones constantes en energía (V s

k = Vs, V b
k = Vb).

También se definen los acoplamientos ∆s = πρsV
2
s y ∆b = πρbV

2
b entre la impureza y

con la superficie y el volumen respectivamente.

Este modelo se resuelve usando las aproximaciones “noncrossing” y “poor man’s sca-
ling” restringidas naturalmente al caso de una repulsión coulombiana infinita (U →∞)
y generalizándolas para el caso de una simetría SU(4). Como ya se ha mostrado, estas
aproximaciones reproducen correctamente la dependencia de TK con los parámetros
del modelo de Anderson.

La teoría para la conductancia diferencial dI/dV se ha desarrollado en la Sección
1.3. En este caso se supone que la punta del STM se coloca sobre la impureza de Co
(rt = ri), con lo que la Ec. (1.37) se simplifica a

Gh(ω) = G0
s(ω) + p2

1G
0
b(ω) + ∆Gh(ω),

∆Gh(ω) = F (ω)2Gd(ω),

F (ω) = VsG
0
s(ω) + p1VbG

0
b(ω) + p2, (3.3)

con p2 ≡ p2(0) y

G0
b(ω) = −iπρb,

G0
s(ω) = ρs

[
log

∣∣∣∣ω −Ds
i

ω −D

∣∣∣∣− iπθ (−Ds
i + ω)

]
. (3.4)
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3.4. Resultados experimentales

En esta sección se presentan detalles acerca del procedimiento experimental y los
resultados obtenidos para la temperatura de Kondo en función de la LDOS realizados
por la Dra. M. Moro-Lagares y el Dr. D. Serrate en el Laboratorio de Microscopías
Avanzadas del Instituto de Nanociencia de Aragón (Zaragoza, España), al igual que los
resultados experimentales presentados en el capítulo 2. Los átomos de Co se depositan
sobre la superficie de Ag(111) a una temperatura de trabajo de T = 4.7 K. Posterior-
mente, esta temperatura es disminuida a T = 1.1 K para corroborar que es una buena
temperatura de trabajo, al resultar que las características espectrales observadas son
las mismas. El STM se utilizó tanto para: a) calcular la dI/dV sobre el átomo de Co
con el objetivo de obtener la resolución en energía G̃K(r, ω) [proporcional a la parte
imaginaria de la función de Green dada por las Ecs. (3.3) y (3.4)], b) poder realizar un
mapeo superficial de la dI/dV (x, y) en el nivel de Fermi y así medir la conductancia
espacialmente resuelta G(r) del área de trabajo de Ag(111) y c) mover el átomo de
Co a través de una manipulación lateral. Para detalles específicos respecto al método
implementado se recomienda la lectura del trabajo original [43].

La descripción de la antiresonancia se realiza con la relación G̃K(r, ω) = G(r, ω)
gK(r, ω), donde G(r, ω) es la convolución que modifica la forma del espectro debido a la
densidad de estados de la impureza y la densidad de estados de la punta cuando no hay
efecto Kondo (que absorbe el efecto del “background” observado en estos experimentos)
y gK(r, ω) contiene una función de Fano generalizada que tiene la forma

gK(r, ω) = [1− AK(r)] + AK(r)F (ω, q). (3.5)

donde AK(r) es la amplitud de la resonancia cuando el átomo se sitúa a una posición
r y F (ω, q) es la función de Fano dada en la Ec. (1.20) [44].

Para determinar la correlación de TK con las propiedades electrónicas del sustrato,
se llevan a cabo tres procedimientos distintos:

1. Realización de histogramas de los parámetros de Fano sobre un conjunto de dife-
rentes átomos de Co

Se analiza G̃K(r, ω) para 40 átomos de Co como se muestra en la Fig 3.5. Los
histogramas elaborados se muestran en la Fig. 3.5 c). Las temperaturas de Kondo
resultantes abarcan un rango de 28K < TK < 95K, siendo 〈TK〉 = 52.1 ± 9.4 K
el valor más probable obtenido con una distribución gaussiana [línea discontinua
en la Fig. 3.5 d). Tanto para la amplitud de la resonancia AK(r) como para el
factor de asimetría q el valor más frecuente es 0.2. Del ajuste de la antiresonancia
Fig. 3.5 b) se obtiene una TK = 56.1± 0.9 K, q = 0, y ωK = 7.39± 0.004 meV

Los diferentes valores obtenidos para estos parámetros indican que la TK del
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Figura 3.5: a) Conductancia diferencial dI/dV en bruto [G̃K(V ), círculos abiertos]
y la estimación del background [G(V ), línea sólida]. b) Ajuste con la Ec. (3.5). c)
Variación de la resonancia Kondo para un conjunto de átomos de Co con su corres-
pondiente ajuste y valor de TK . d) y e) Histograma para TK y q respectivamente.

sistema Co sobre Ag(111) es sensible a la magnitud de la densidad de estados
superficiales ρs(r). Como se muestra en el capítulo 2, el escalón en la densidad
de estados en −67 meV para la Ag(111) contribuye fuertemente a la densidad
de estados medida por la punta ρh(ω, ri, rt), puesto que da lugar a patrones
de interferencia con una longitud de onda característica de λF/2 = 4.25 nm
(distancia comparable con las posiciones de otros átomos de Co. Entonces, si la
hibridación de los electrones 3d del Co con los estados superficiales es relevante,
es natural que esto de lugar a un cambio en la magnitud de TK .

2. Evaluación de los cambios en la antiresonancia colocando la punta en una posi-
ción r’ respecto a un Co situado en r

Para comprobar la dependencia de TK respecto a las propiedades electrónicas del
sustrato, se realiza un ajuste de gK(r, ω) sobre un átomo de Co en la posición en
donde se encuentra ri y en otra posición r′ no muy lejos del mismo (|ri−r′| ∼ λF ),
de tal manera que se tenga una variación en ρs. En la Fig. 3.6 se presenta la
función gK ajustada a los resultados experimentales, que se realizaron sin ningún
cambio en la punta del microscopio. Se obtiene una variación de ∆TK = TK(r′)−
TK(ri) = 24± 4 K (muy superior al error experimental). Esto también da cuenta
de que el acoplamiento entre espín localizado y los electrones de conducción tienen
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Figura 3.6: a) Representación del experimento llevado a cabo en el estudio de
la variación de la resonancia Kondo respecto a los puntos en donde se coloca la
punta. b) Variación del espectro de la dI/dV (círculos) y el ajuste con la Ec. (3.5)
del átomo de Co en la posiciones a (círculos abiertos), b (círculos semillenos) y a′
(círculos llenos).

una fuerte correlación con el valor local de ρs.

3. Evaluación de la TK para un átomo de Co sobre Ag(111) en función de su loca-
lización en un área de trabajo previamente caracterizada

Por último, se evalúa la dependencia con la posición de la antiresonancia través
de un análisis de los parámetros de la función Fano cuando se relocaliza un átomo
de Co en una región libre de otros átomos y en donde previamente se caracteriza
el valor de G(r) en el nivel de Fermi. Primero, se limpia de átomos el área de
trabajo, como se ve en las Figs. 3.7 a)-b). Segundo, se obtiene una imagen de
G(r) en esa región (realizando el experimento con una distancia entre la punta
y la muestra tal que el STM no exhibe resolución atómica). Esto puede verse
en la Fig 3.7 c), cuyos máximos y mínimos reflejan los patrones de interferencia
característicos de los estados de la superficie. Por último, se reposiciona un átomo
de Co en ese área y se lo mueve a través de la misma mediante una manipulación
lateral [Fig 3.7 d)] y se va midiendo la conductancia en función de la energía
G̃K(ω) que se obtiene en cada una de esas posiciones r del área de trabajo.

En las Figs. 3.7 e)-f) se presentan los resultados para la temperatura de Kondo
relativa a la media TK/〈TK〉 y la amplitud de la resonancia AK en función de
G/G0 para cuatro conjuntos de mediciones. Los símbolos denotan las distintas
puntas con las que se realizaron las mediciones y los colores denotan distintas
áreas de trabajo. G0 es la conductancia diferencial media en el nivel de Fermi
de una región mucho mas grande que λF , como se muestra en la Fig. 3.7 c).
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Figura 3.7: Variaciones de TK y AK con G(r). a) Imagen STM después de la
deposición. b) Los átomos de Co son removidos de un área de trabajo. c) Mapeo
de G(r) en el nivel de Fermi. d) Átomo de Co depositado en el área de trabajo.
e) Temperatura de Kondo TK en función de la conductancia en el nivel de Fermi
sin la impureza. 〈TK〉 y G0 corresponden a valores medios en el área de trabajo.
f) Amplitud de la resonancia AK en función de G/G0. Los colores representan el
conjunto de datos tomados con la misma punta del STM mientras que los símbolos
representan la misma área de trabajo. La línea punteada en e) y f) representan
ajustes lineales de los resultados experimentales. Para la variación de TK se obtiene
una pendiente experimental de Be = 2.54.
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Esta normalización hace que el análisis de los resultados sean menos sensibles a
la estructura electrónica específica de la punta utilizada. Los resultados exhiben
un crecimiento monótono de TK y AK con la conductancia local normalizada
G/G0, en donde para el primero muestra una dependencia bastante lineal, la
cual evidencia también un comportamiento lineal de esta escala de temperatura
con ρs.

3.5. Resultados teóricos

En esta sección se presentan los resultados teóricos para la dependencia de TK con
la densidad de estados superficial. Los parámetros utilizados para el modelo son los
mismos que en el capítulo 2. La energía del nivel localizado del Co se elige de tal
manera que −εd � ∆s y ∆b, donde ∆b = πρbV

2
b (con ρb = 0.135 eV−1) y ∆s = πρsV

2
s

(con ρs = 0.0446 eV−1). En particular, se elige εd = −2.2 eV. Un valor diferente para
εd requeriría simplemente rescalear los parámetros ∆s y ∆b.

Atendiendo a las Ecs. (3.3) y (3.4), los parámetros del ajuste de la resonancia son:
∆s, ∆b, p1 y p2. La forma de la dI/dV no cambia demasiado con p1 positivos, pero la
intensidad del pico es mucho menor para p1 < 0. El parámetro p2 se consigue ajustando
la forma de la resonancia y las hibridaciones ∆s,b ajustan el ancho de la misma.

Aproximación noncrossing

La determinación de los parámetros ∆s,b con NCA se ha realizado de la siguiente
manera:

Primero se calcula la conductancia a través de la impureza en función de la
temperatura G(T ) para el caso hipotético de p2 → ∞ (los estados perturbados
por la impureza no interactúan con la punta del STM) y para ∆ = ∆0

s + ∆b de
tal manera que se tenga una relación dada entre estos parámetros (R = ∆0

s/∆b).
Se identifica la temperatura para la cual Gd(TK) = G0

d/2, con G0
d la conductancia

ideal del sistema (a T = 0 y nd = 1), tal como se realiza en la sección 2.2.1 del
capítulo anterior.

Otra forma de medir la temperatura de Kondo es mediante el ancho de la reso-
nancia. A medida de que se reduce la temperatura, el ancho de la resonancia
obtenida con NCA decrece hasta que satura en un valor constante. Se puede
identificar el valor de TK con el ancho de la resonancia cuando se llega a este valor.
Sin embargo, en el presente sistema se encuentra que el ancho de la resonancia
presenta oscilaciones a temperaturas bajas, por lo que este procedimiento no es
recomendable en este caso por dos razones. Por un lado, hay un inconveniente
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Figura 3.8: Conductancia diferencial en función del voltaje. Círculos rojos: resul-
tado experimental gK [el mismo que en la Fig 3.5b)] sin background. Línea negra:
teoría para ∆s = 69.26 meV, ∆b = 256.5 meV, p1 = 1.16 y p2 = 7.

respecto a la resolución numérica. El código utilizado utiliza un grillado del eje
de ω con una mayor densidad de puntos cerca del nivel de Fermi (en εF = 0).
Como en el caso de un modelo de Anderson SU(4) la resonancia se encuentra en
ωK ∼ TK , la misma viene descripta con una menor resolución. Además, la técnica
falla para temperaturas por debajo de TK/20. La obtención de TK a través del
cálculo de la conductancia permite sortear estas limitaciones.

Una vez establecidos los parámetros ∆0
s y ∆b que dan un valor de la temperatura

de Kondo de 〈TK〉, se realiza un ajuste de la forma de la resonancia para una
dada relación R, como se muestra en la Fig. 3.8. Esta resonancia se eligió como
modelo, puesto que la TK resultante es muy parecida a la 〈TK〉 = 4.7 K. El ajuste
con las Ecs. (3.3) y (3.4) resulta sencillo, puesto que el ancho de la resonancia
ya está determinado y solo resta ajustar los parámetros p1 y p2. En el ejemplo
presentado arriba R = 0.27 y p2 = 1.16.

Finalmente, se estudia la variación de TK con ∆s de la misma manera que en el
primer punto. Teniendo en cuenta que ∆s = πρsV

2
s y suponiendo que la hibrida-

ción Vs es invariante, esto equivale a estudiar la variación de la temperatura de
Kondo con ρs.

Este análisis se realiza para diferentes valores de R. Los resultados se muestran
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Figura 3.9: Dependencia teórica de TK/〈TK〉 con ρs/ρ0
s para diferentes valores de

∆0
s/∆b obtenida con NCA. Las líneas punteadas son ajustes lineales en la región

0.5 < TK < 1.5. La región encerrada dentro del rectángulo punteado corresponde
al rango experimental de TK/〈TK〉.

en la Fig. 3.9. A partir de ello, se identifica la pendiente teórica B en una zona
equivalente a las variaciones encontradas en el experimento 0.5 < 〈TK〉 < 1.5
(zona encerrada en el rectángulo punteado en la Fig. 3.9).

El ajuste de los resultados experimentales de la Fig. 3.8 con la fórmula de Fano ge-
neralizada dada por la expresión (3.5) da Γ = 4.83 meV (que es la TK definida con esta
fórmula). Como se ha elegido una resonancia típica, este valor se supone representativo
para la temperatura de Kondo promedio 〈TK〉. Por otro lado, la temperatura de Kondo
obtenida con los mismos parámetros pero utilizando la dependencia en temperatura de
la conductancia [Gd(TK) = G0

d/2] da TK = 4.89 meV. Este valor es aproximadamen-
te constante para las diferentes relaciones entre hibridaciones utilizadas aquí. Nótese
también que la relación TK/〈TK〉 no depende de la definición utilizada para esta escala.
Los valores numéricos para R y p1 obtenidos de este análisis se muestran en la Tabla
3.1.

Poor man’s scaling

A continuación se muestran los resultados obtenidos con PMS para una interacción
Coqblin-Schrieffer J del hamiltoniano de Kondo con simetría SU(4). El escaleo hasta
segundo orden en la interacción para este problema es equivalente al realizado en el
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Tabla 3.1: Pendiente de TK/〈TK〉 vs ρs/ρ
0
s obtenida con NCA, el valor de Cb (ver Discusión

cuantitativa) y el parámetro para la densidad de estados volumétricos p1 obtenido del ajuste
lineal para diferentes valores de R = ∆0

s/∆b.

R B Cb p1

0.25 0.480 4.289 1.190
0.27 0.503 4.045 1.156
0.5 0.820 2.098 0.832
1 1.269 1.001 0.575
2 1.835 0.384 0.356
5 2.375 0.070 0.152

capítulo 2. Sin embargo, la presencia del grado de libertad adicional que da lugar a la
simetría SU(4) hace que se tenga un factor 1/2 extra en la exponencial de la Ec. (2.27)
(con U →∞). La fórmula analítica que resulta para la temperatura de Kondo tiene la
forma

TK ' A|Ds
i |ηD1−ηexp

[
πεd

4(∆b + ∆s)

]
,

η = ∆s

(∆b + ∆s)
, (3.6)

con A = 1 a segundo orden en la interacción. Como se ha mencionado, las correcciones
a mayor orden reducen el valor de A. Sin embargo, en este caso no ha sido posible
obtener una fórmula analítica de orden superior a J2 debido a la pérdida de la simetría
electrón-hueco que produce la presencia del escalón en Ds

i . Esta limitación es relevante
puesto que el valor obtenido para la temperatura de Kondo TK con la Ec. (3.6) para
los mismos parámetros utilizados en NCA difieren en un valor de ∼ 2. De todos modos,
este factor no altera el cociente TK/〈TK〉. Para el análisis teórico se opera de forma
equivalente al caso previo, simplemente calculando el valor de la TK con esta fórmula,
teniendo en cuenta el valor modificando para A de tal forma que haya coincidencia con
NCA.

En la Fig. 3.10 se muestran los resultados para los mismos parámetros de la Fig.
3.9, mostrando nuevamente la dependencia aproximadamente lineal con ρs/ρ

0
s en el

rango experimental delimitado por el rectángulo. El resultado muestra un acuerdo
semi-cuantitativo con lo obtenido con el caso previo.

La Ec. (3.6) permite observar la dependencia de TK con ∆s. Además, del resultado
puede observarse que la dependencia exponencial con este parámetro se ve compensada
por el factor |Ds

i |ηD1−η, dando lugar a una dependencia aproximadamente lineal en el
rango experimental. Si se considera una banda de estados superficiales de conducción
D′ extendida desde −4 eV hasta 4 eV, los resultados experimentales no se pueden
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Figura 3.10: Lo mismo que en la Fig 3.9 usando PMS. T 0
K es el valor obtenido para los

mismos parámetros que antes y difieren de 〈TK〉 por un factor ∼ 2. La región encerrada
en el rectángulo corresponde al rango experimental.

reproducir. De aquí se puede concluir que es imprescindible tener en cuenta el escalón
en la densidad de estados superficiales para una correcta caracterización del sistema.
Las pendientes obtenidas aquí son entre un 13 % y 20 % más pequeñas que las obtenidas
con NCA. Para valores de R superiores a los que se consideran aquí, las diferencias
entre ambos métodos crecen.

Tabla 3.2: Lo mismo que se presenta en la Tabla 3.1 calculado con PMS.

R B Cb p1

0.25 0.414 5.135 1.302
0.27 0.445 4.709 1.247
0.5 0.713 2.562 0.920
1 1.070 1.374 0.674
2 1.465 0.734 0.492
5 1.878 0.352 0.341

Discusión cuantitativa

En este capítulo se obtiene una dependencia aproximadamente lineal de TK con ρs
tanto de forma experimental como teórica. Este comportamiento que en un principio
no es lo esperado [puesto que, para el modelo de Anderson (o Kondo) más simple
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y una banda de conducción ancha y sin estructura en las proximidades del nivel de
Fermi, uno espera una dependencia exponencial] puede explicarse en términos de la
proximidad del fondo de la banda de conducción de los estados superficiales, los cuales
reducen la curvatura en el rango que se está analizando. Esta curvatura se presenta más
pronunciada para valores de R mayores, mientras para valores pequeños la dependencia
es fuertemente lineal.

Dado que los experimentos fueron realizados a corriente constante, la conductancia
experimental sin la impureza de Co puede escribirse utilizando las Ecs. (3.3) y (3.4)
para una posición arbitraria como

G = C
(
ρs + p2

1ρb
)
, (3.7)

de aquí puede escribirse la conductancia diferencial de la forma

G = Cρ0
s

(
ρs/ρ

0
s + Cb

)
, (3.8)

donde Cb = p2
1ρb/ρ

0
s es una constante que da cuenta del peso relativo de los estados

de volumen en la conductancia medido en el punto de referencia TK/〈TK〉 = 1. Ahora
bien, si tomamos el resultado análogo para la tendencia teórica de la conductancia G0

referida al punto en donde ρs = ρ0
s , se tiene

G0 = Cρ0
s (1 + Cb) . (3.9)

Dividiendo la Ec. (3.8) por la Ec. (3.9) se obtiene

G

Go

= (ρs/ρ0
s + Cb)

(1 + Cb)
. (3.10)

De esta ecuación puede verse que la pendiente experimental se relaciona con la
obtenida con la teoría como

Be = (1 + Cb)B. (3.11)

El hecho de que ρs ≥ 0 para la conductancia mínima observada, Gmin/G0 = 0.8
[ver Fig. 3.7], implica que Cb/(1 + Cb) < 0.8, lo que da lugar a una cota superior de
Cb ∼ 4. La pendiente que da lugar a ese valor es de B = 0.503 para NCA, que deviene
de una relación entre las hibridaciones mínima de R = 0.27 [ver Tabla (3.1)].

3.6. Conclusiones y comentarios

En este capítulo se ha mostrado que el efecto Kondo generado por una impureza
de cobalto colocada sobre la superficie (111) de la plata puede caracterizarse
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con un hamiltoniano de Anderson SU(4) mediante un análisis de la simetría.
Este resultado es consistente con las particularidades de la antiresonancia que se
encuentra en los experimentos.

Mediante una combinación de mediciones dI/dV y manipulación lateral atómica,
se demuestra experimentalmente que los estados superficiales tienen una contri-
bución relevante en la magnitud de la temperatura de Kondo. La correlación entre
esta magnitud con la conductancia local normalizada G/G0 da cuenta de ello y
muestra una dependencia casi lineal entre estas magnitudes.

Los resultados experimentales son examinados teóricamente con NCA y PMS.
El análisis de los mismos muestra dos hechos destacados: Por un lado, que la
tendencia lineal viene determinada por la presencia del escalón de la densidad de
estados superficiales en las cercanías del nivel de Fermi. Además, los resultados
obtenidos permiten afirmar que la contribución de los estados superficiales a este
fenómeno es de al menos R = 0.27 veces la contribución que viene de los estados
de volumen. La magnitud de este límite inferior es un resultado muy novedoso
en la caracterización de estos sistemas.

En el trabajo de “espejismos cuánticos” generado con impurezas de cobalto so-
bre una superficie (111) de cobre se estimó un límite inferior de 1/10 entre las
hibridaciones suponiendo Cb = 1 [10]. Para valores más realistas del mínimo ρs,
de alrededor del 60 % del valor de la densidad de estados sin la presencia de cen-
tros dispersivos (ρ0

s), se obtiene una pendiente de B = 1.269 y R = 1 [ver Tabla
(3.1)], es decir, el mismo acoplamiento de la impureza con los estados superficiales
y volumétricos. Por otro lado, el resultado previo para los resonadores de cobalto
sugiere un valor de p2

1 ≈ 1/16 (resultado obtenido fuera del segundo resonador).
Los resultados del análisis para un valor de |p1| ≈ 1/4 implican una contribución
de los estados superficiales muy grande (R > 6). Sin embargo, esta estimación no
tiene en cuenta el cambio en la magnitud del parámetro de tuneleo, la cual puede
alterar fuertemente el parámetro p1. Es por ello que aquí que se trata como una
variable desconocida.



Capítulo 4

El efecto Kondo en FePc sobre
Au(111)

4.1. Introducción

En este capítulo se presenta un estudio detallado del efecto Kondo para moléculas
de ftalocianina de hierro (FePc) colocadas sobre una superficie (111) de oro basado
en el soporte teórico y experimental realizado por Minamitani et al. [45]. Los autores
encontraron que a bajas energías, el sistema muestra un ejemplo de una antirresonancia
Kondo SU(2) o SU(4) dependiendo de la degeneración de los orbitales 3dxz y 3dyz del
Fe (que se denotan como orbitales π), que se hibridizan con los estados de conducción
del Au con la misma simetría. El origen de la posible degeneración viene determinada
por las dos posibles posiciones que toma la molécula cuando se deposita sobre la su-
perficie: puente y sobre átomo, respectivamente. En la configuración sobre átomo, los
orbitales π están degenerados y dan lugar a una simetría SU(4) mientras que la con-
figuración puente rompe esa simetría reduciéndola a la SU(2). Además, hay un tercer
orbital involucrado, el 3dz2 . El pico de Kondo que deviene de este orbital se observa
a mayores energías y está presente en ambas configuraciones. Es por esto que el caso
de la FePc/Au(111) constituye un complejo y extraordinario ejemplo en la física del
Kondo.

Con el apoyo de cálculos de la estructura electrónica llevados a cabo con LDA+U
se conoce que la valencia del hierro es aproximadamente +2, con una configuración
electrónica d2

xyd
1
z2d3

π y un espín total 1 [46]. Con esta imagen, se puede ver que los
orbitales parcialmente llenos con simetría z2 y π tienen un hueco cada uno que forman
un S = 1 apantallado por tres canales de conducción diferentes. La configuración
sobre átomo es la más intrincada debido al efecto Kondo SU(4) que sobreviene de
la degeneración de los orbitales π. Esta configuración da lugar a una antirresonancia
angosta en la conductancia diferencial G(V ) a voltajes V pequeños. Además, esta
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antiresonancia Fano se encuentra montada sobre un pico ancho que se corresponde con
una resonancia Fano, la cual puede describirse como un efecto Kondo SU(2) común
y que sucede debido a la hibridación del orbital 3dz2 con los electrones del baño que
tienen su misma simetría. Las dos estructuras observadas experimentalmente están
relacionadas con dos temperaturas de Kondo. Por lo tanto, este sistema es un ejemplo
del efecto Kondo de dos etapas. Las características de la antirresonancia angosta han
sido profundamente estudiadas en base a modelos efectivos, no sólo para una molécula
individual, sino también para las mismas conformando una red cuadrada [47, 48].

Lo que se presenta a continuación tiene como objetivo estudiar un modelo de An-
derson que describa el sistema completo (incluyendo los tres orbitales que están par-
cialmente llenos) y así, explicar totalmente el efecto Kondo de dos etapas que apantalla
el espín 1 a través de una comparación con los resultados experimentales. Para ello,
primero se muestra un análisis de la simetría efectiva del sistema molécula-sustrato
para las dos configuraciones arriba mencionadas. Seguidamente, se presenta el modelo
de Anderson de tres canales, el cual hibridiza dos tripletes degenerados (que se corres-
ponde con un hueco presente en un orbital π y otro en el z2) y tres dobletes (que se
corresponde con un hueco en cualquiera de esos orbitales) con los electrones de conduc-
ción del sustrato que llevan la misma simetría que los orbitales localizados. Además,
se presentan oportunamente los resultados experimentales obtenidos en el trabajo de
Minamitani et al.. Posteriormente, un estudio del modelo en el llamado "límite de aco-
plamiento fuerte"permite concluir que el sistema es un líquido de Fermi. Esto habilita
el uso de la aproximación de los bosones esclavos. Se desarrolla una extensión de esta
aproximación de tal manera que describe correctamente la física a T = 0 y permite
visualizar las densidades espectrales de los orbitales involucrados. Finalmente, con el
apoyo de los ajustes que proporcionan parámetros razonables para el modelo, se pro-
porciona una descripción cuantitativa de los elementos de matriz entre los electrones
de conducción y los orbitales localizados con la punta del STM, a la vez que se mues-
tra que el ancho de las dos resonancias no pueden tratarse por separado sino que sus
escalas son dependientes entre sí.

4.2. Análisis de la simetría

En esta sección se presenta un análisis de la simetría efectiva del sistema FePc/
Au(111) que permite identificar los niveles energéticos relevantes en el efecto Kondo
para cualquiera de las dos configuraciones en la que se presenta la molécula experi-
mentalmente. Si bien los orbitales moleculares constituyen una situación compleja de
describir cuando la molécula se posiciona en la superficie (111) del oro, un estudio
sencillo en donde ésta se acopla con los átomos de oro más próximos al hierro y con-
siderando a los demás átomos como un continuo permite visualizar la ruptura de las
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Figura 4.1: a) Molécula de ftalocianina de hierro. b) Disposición del Fe y los cuatro N
más próximos con respecto a los átomos de Au más cercanos en la configuración puente.
c) Lo mismo para el átomo de Au más cercano en la configuración sobre átomo.

simetrías de la molécula. El siguiente análisis tiene como soporte cálculos de la LDOS
obtenidos con LDA+U, que son consistentes con los resultados de esta sección [45].

En la Fig. 4.1 a) se muestra un esquema de la molécula de FePc. De aquí es sen-
cillo ver que la misma es invariante ante rotaciones de ángulos π/2 respecto a un eje
perpendicular a ella que pasa por el Fe y rotaciones de π respecto a los ejes paralelos
la misma. Además, existen reflexiones ante planos horizontales, verticales (σh, σv) y
diagonales (σd).

Cuando la molécula se coloca sobre la superficie, se va restringir el modelo a las
fluctuaciones de carga que pertenecen a las dos configuraciones magnéticas siguientes:
un estado fundamental 3d6 y un primer estado excitado 3d7. Consideremos primero el
caso en donde la molécula se posiciona en la configuración sobre átomo [ver Fig. 4.1
c)]. En esta disposición el átomo de Fe se coloca justo encima de un átomo de Au.
De nuevo, si consideramos que el acoplamiento del hierro con el átomo más próximo
como el relevante y el resto de átomos como un continuo, el sistema molécula-átomo
transforma bajo el grupo de simetría puntual C4v. Este grupo viene caracterizado por
cinco representaciones irreducibles (irreps): 4 de dimensión 1 (A1, A2, B1 y B2) y 1 de
dimensión 2 (E). Si consideramos los orbitales 3d del hierro, el 3dz2 transforma como
A1, el 3dx2−y2 como B1, 3dxy como B2 y 3dπ [con π = (xz, yz)] como la representación
bidimensional E.

Para la configuración del estado fundamental (3d6), el átomo de Fe tiene un hueco
en el orbital 3dz2 y otro en el orbital 3dπ formando un triplete. Los otros orbitales
están o bien completamente ocupados, o bien completamente desocupados. Debido a
la degeneración orbital, esta configuración tiene degeneración 6. Se va a denotar a
estos dos tripletes de espín |xz, z2;M〉 y |yz, z2;M〉, donde los M son los tres valores
de la proyección del espín S = 1. Estos dos tripletes (|π, z2;M〉) transforman como
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dxz dyz dz2

 |π;σ

 |z2;σ

 |π,z2;M

E

E

A1

Figura 4.2: Esquema de los niveles relevantes de la molécula de ftalocianina de hierro
en la configuración sobre átomo donde π = (xz, yz). Debido a la simetría local C4v los
orbitales se rompen conformando dos tripletes degenerados |π, z2;M〉 que transforman
como la irrep E y tres dobletes: uno |z2;σ〉 no degenerado que transforma ante la simetría
espacial como A1 y otros dos degenerados |π;σ〉 que transforman como E. La disposición
en energía de estos niveles se explica más adelante.

la irrep bidimensional E. Esto puede verse de forma sencilla teniendo en cuenta la
multiplicación de las irreps de los orbitales involucrados (A1 × E = E).

La otra configuración 3d7 tiene un hueco que puede estar repartido en los orbita-
les 3dz2 (con degeneración de espín 2) y 3dπ (con degeneración espín-orbital 4). Esta
configuración constituye tres dobletes de espín: dos |π;σ〉 [con π = (xz, yz)] que trans-
forman como E y el |z2, σ〉 que transforma como A1, siendo σ el espín del hueco. Un
esquema de estos niveles se presenta en la Fig. 4.2

Si por el contrario la molécula se posiciona en la configuración puente [ver Fig. 4.1
b)], la simetría C4v se rompe. El sistema compuesto por la molécula y los dos átomos de
oro más cercanos ahora transforman bajo el grupo C2v, que tiene 4 irreps unidimensio-
nales (A1, A2, B1 y B2). En este caso, los orbitales 3dxz y 3dyz, que en la configuración
anterior estaban degenerados, se dividen y transforman bajo las representaciones B1 y
B2, respectivamente.

4.3. Modelo y formalismo

En esta sección se presenta un modelo efectivo para describir el sistema en su
configuración sobre átomo, a la vez que se estudian los casos límites en donde una de
las hibridaciones se desprecia.

Teniendo en cuenta el análisis de la simetría anterior, los dos tripletes |π, z2;M〉 y
los tres dobletes |π, σ〉 y |z, σ〉 se mezclan a través de la hibridación con las bandas de
conducción como se esquematiza en la Fig. 4.3.

El modelo se puede escribir de la siguiente manera:



Modelo y formalismo 73

 |π;σ

 |z2;σ  π,z2;M|

 π,z2;M|
 ck    σz2

 ck    σ π

 Vπ

 Vz

ε2-εz

ε2-επ

Figura 4.3: Representación esquemática del modelo efectivo en donde los niveles que
se ponen en juego se acoplan cada uno con un baño de electrones de conducción con
simetría π y z2.

H = Hmol +Hmix +Hc,

Hmol =
∑
πσ

επ |π;σ〉 〈π;σ|+
∑
σ

εz |z2;σ〉 〈z2;σ|+
∑
πM

ε2 |π, z2;M〉 〈π, z2;M |

Hmix =
∑
πk

∑
σσ′M

Vπ 〈
1
2

1
2 σ σ

′|1M〉
(
c†kπσ |z2;σ′〉 〈π, z2;M |+ H.c.

)
−

∑
k

∑
σσ′M

Vz 〈
1
2

1
2 σ σ

′|1M〉
(
c†kzσ |π;σ′〉 〈π, z2;M |+ H.c.

)
,

Hc =
∑
kνσ

εkνc
†
kνσckνσ. (4.1)

Hmol es el hamiltoniano que describe a la molécula. Aquí επ representa la energía de
los dos dobletes degenerados |π;σ〉, εz es la energía del doblete |z2;σ〉, y ε2 es la energía
de los tripletes degenerados |π, z2;M〉. Hmix es el hamiltoniano que mezcla los estados
con el baño. El primer término acopla los tripletes |π, z2;M〉 y los dobletes |z2;σ〉
creando (destruyendo) un hueco en la banda de conducción c†kπσ (ckπσ) con simetría
3dxz o 3dyz y espín σ. Estos estados se acoplan con un término Vπ que por simetría
es idéntico para ambos orbitales π. El término 〈12

1
2 σ σ|1M〉 es el coeficiente Clebsch-

Gordan correspondiente. El segundo término da cuenta del acoplamiento entre los
estados |π, z2;M〉 y |π;σ〉 creando o destruyendo un hueco en la banda de conducción
con la misma simetría con una hibridación Vz. El término Hc describe las bandas de
electrones de conducción con simetrías ν = π o z2.

Además de la simetría SU(2) del espín, el modelo también tiene la simetría SU(2)
orbital de los orbitales π. Esto da lugar a una simetría total SU(2)×SU(2) en ausencia
del orbital z2 [no a la SU(4) debido al efecto de la ruptura de simetría que provoca el
término de Hund JH que favorece a los tripletes]. No tener en cuenta a los singletes es
equivalente a hacer JH →∞ y, dado que sólo se tienen en cuenta dos configuraciones,
también hay que considerar U →∞, para escribir el modelo de la forma (4.1).
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Casos límite (Vπ = 0 o Vz = 0)

Una primera pregunta que se puede abordar es qué ocurre en el límite en donde
Vπ = 0. Cuando esto sucede, las fluctuaciones de carga en los grados de libertad de
los orbitales π quedan “congeladas”. Es decir, si se tiene un hueco en el orbital xz,
éste permanecerá inmóvil. Uno podría pensar que el resultado es el mismo que para el
modelo de Anderson más simple, con un espín 1/2 apantallado, pero dado que el espín
de los orbitales π no está congelado debido a las reglas de Hund, éste no es el caso. En
realidad el modelo es equivalente a mezclar una configuración con espín s = 1/2 con
otra de espín s+ 1/2 a través de un canal. Este modelo fue resuelto exactamente para
un espín s arbitrario con Bethe ansatz [49].

TBA
K ∼ ∆exp

[
π(2s+ 1)εd

2∆

]
, (4.2)

donde aquí ∆ es el semiancho de la resonancia y εd es la energía necesaria para llevar un
hueco del nivel de Fermi al nivel localizado de la molécula. En este límite εd = ε2 − επ
y ∆ = ∆z = πρzV

2
z , con ρz denotando una densidad de estados de conducción con

simetría z2 que se supone constante. De esta manera la Ec. (4.2) queda

TK(Vπ = 0) ∼ ∆zexp
[
π(ε2 − επ)

∆z

]
. (4.3)

El otro límite corresponde a hacer Vz = 0. Por las mismas razones mencionadas
arriba, uno debería tener un modelo de Kondo SU(4) pero suponiendo como arriba
que las reglas de Hund introducen un factor 2 adicional, se obtiene la ecuación

TK(Vz = 0) ∼ ∆πexp
[
π(ε2 − εz)

2∆π

]
, (4.4)

con ∆π = πρπt
2
π y ρπ denotando la densidad de estados de conducción constante con

simetría π.

4.4. Resultados experimentales

En esta sección se muestran los resultados del experimento del presente sistema en
las configuraciones sobre átomo y puente llevados a cabo por por Minamitani et al.
[45]. Estos experimentos se realizaron con un microscopio STM a una temperatura de
0.4 K.

En la Fig. 4.4 a) se muestra una imagen topográfica de varias moléculas de FePc
sobre la superficie (111) de Au. Cada una de ellas se denota con las letras o o b para
distinguir si se encuentran en la configuración sobre átomo o puente, respectivamente.
En la Fig. 4.4 b)-c) se muestran esquemas que permiten visualizar cómo se posicionan
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a) b) c)

sobre átomo puente

Figura 4.4: a) Imagen topográfica obtenida con el STM a una tempera de 0.4 K. Las
moléculas dispuestas la configuración sobre átomo y puente están denotadas con o y b
respectivamente. b) y c) Estructuras sobre átomo y puente sobre Au(111).

las moléculas respecto a la superficie (111).
En la Fig. 4.5 a) se muestra una el espectro experimental obtenido para ambas

configuraciones. Nótese que las dos presentan una resonancia ancha que se corresponde
con los orbitales hibridizados 3dz2 . Sin embargo, sólo en la configuración sobre átomo
se ve una antiresonancia angosta montada en la anterior. Esto se debe a que la ruptura
de la simetría hace que el pico de bajas energías de la configuración puente sea mucho
más angosto que el de arriba, lo que lo hace irresoluble a la temperatura a la que fue
llevado a cabo el experimento.

En la Fig. 4.5 b) se muestra el espectro experimental sobre átomo resuelto a más
bajas energías. La figura también muestra el ajuste con dos funciones Fano superpues-
tas. Cada una de ellas viene dada por la expresión (1.20). En la parte inferior de la
imagen se presentan dichas funciones por separado. Los parámetros de los correspon-
dientes ajustes son: qπ = 0.45, ωπK = −0.19 meV y Γπ = 0.16 para la antiresonancia y
qz = −1.14, ωzK = −9.62 meV y Γz = 20.0 para la resonancia.

4.5. Resultados teóricos

En esta sección se presenta una discusión acerca de la naturaleza del estado funda-
mental a través de la solución exacta del límite de acoplamiento fuerte del hamiltoniano
(4.1). Seguidamente, se presentan las expresiones de la SBMFA generalizada que per-
miten el cálculo teórico de la conductancia diferencial G(V ). Finalmente, se analiza el
comportamiento de las dos escalas de Kondo respecto a cambios en las hibridaciones.

Los parámetros del modelo pueden elegirse como las diferencias de energía ε2 −
επ y ε2 − εz. De aquí en adelante, se toma como origen de energía la energía de la
configuración del estado fundamental (ε2 = 0). Para asegurar que el mismo es un
triplete con un hueco en el orbital z2, la diferencia entre los dobletes degenerados con
simetría π y el doblete con simetría z2 se toma επ− εz = 1 eV. Es por esto que se eligen
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Figura 4.5: a) Espectro experimental de FePc en Au(111) para la configuración sobre
átomo (arriba) y puente (abajo). En el recuadro se señala la antiresonancia que aparece
a bajas energías. b) (Arriba) Espectro experimental resuelto a más bajas energías de
la configuración sobre átomo (puntos negros) y el ajuste correspondientes con las dos
fórmulas de Fano. (Abajo) El resultado del ajuste para la fórmula de Fano para la
antiresonancia (verde) y la resonancia (azul, sin el mínimo centrado en 0 mV).

como parámetros razonables para el cálculo

ε2 − εz = −1 eV,

ε2 − επ = −2 eV. (4.5)

Los valores de ∆z y ∆π introducidos arriba se obtienen del correspondiente ajuste
que se realiza más adelante.

Límite de acoplamiento fuerte

A continuación se analiza el límite de hibridaciones infinitas Vν →∞ (ν = π, z2) del
modelo. Para un modelo de Anderson general con hibridación V o un modelo de Kondo
con acoplamiento J , este límite (V → ∞ o J → ∞) corresponde al llamado “punto
fijo de acoplamiento fuerte” en el tratamiento de grupo de renormalización [3]. Este
análisis determina el comportamiento del sistema a bajas energías. Puede visualizarse
como un límite de una banda angosta con todas las energías iguales al nivel de Fermi.
Luego, en una base apropiada de los orbitales moleculares (que se denota como dν),
cada orbital molecular sólo se hibridiza con un electrón de conducción con la misma
simetría cν . El sistema resultante puede diagonalizarse y el resultado da información
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útil acerca de la naturaleza del estado fundamental. Por ejemplo, para un líquido de
Fermi, el estado fundamental es un singlete no degenerado, tanto en este límite como
en el sistema completo. Los detalles de este cálculo se presentan en el apéndice C.

Consideremos primero el caso simétrico, agregando al modelo el triplete xz, yz y
eligiendo επ = εz = ε2 + ε, Vπ = Vz = V . Es conveniente usar los operadores de
creación para un momento angular 1 y proyecciónm que se corresponden a los orbitales
localizados de la siguiente manera

d†±1σ ↔ (∓ |xz, σ〉 − i |yz, σ〉) /
√

2

d†0σ ↔ |z2, σ〉 , (4.6)

y de forma equivalente para los operadores de conducción c†mσ.
Para cualquier energía ε, el estado fundamental es una combinación lineal de un

estado que tiene dos partículas d†mσ y otro con una partícula d†mσ. El estado fundamental
en el límite de Kondo (ε� V ) es

|ek2〉 = 1
3
∑
m>m′

[
d†m↑d

†
m′↑cm↑cm′↑ + 1

2
(
d†m↑d

†
m′↓ + d†m↓d

†
m′↑

)
(
cm↑cm′↓ + cm↓cm′↑

)
+ d†m↓d

†
m′↓cm↓cm′↓

]
|F 〉 , (4.7)

con |F 〉 = ∏
mσ c

†
mσ |0〉 la capa completa de electrones de conducción.

El estado fundamental es una mezcla de |ek2〉 con otro estado con 1 sólo electrón
d†m↑ y tiene una energía εg = ε/2−

√
ε2/4 + 6V 2 y es un singlete orbital y de espín.

Cuando se elimina el triplete xz, yz, el estado fundamental en este límite tiene la
misma estructura que |e2〉 pero sin los términos m = 1 o m′ = −1 (al menos uno de
los dos es 0) en la suma de la Ec. (4.7) y su energía es εg = ε/2−

√
ε2/4 + 9V 2/2.

De esta manera, se ve que el punto fijo de acoplamiento fuerte (y, por lo tanto,
el estado fundamental) es siempre un singlete de espín no degenerado. Entonces, uno
puede decir que el sistema es un líquido de Fermi, y puede utilizarse la SBMFA. Cuando
el punto fijo de acoplamiento fuerte es inestable (por ejemplo, en el modelo de Kondo
de dos canales) se debe a que el estado fundamental es degenerado.

Ecuaciones de la SBMFA generalizada

Después de haber establecido que el estado fundamental es un singlete no degene-
rado, en esta sección se presentan las ecuaciones para una SBMFA generalizada para
presente presente modelo. Los detalles del cálculo se presentan en el apéndice B.2.
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Las ecuaciones autoconsistentes que resultan de la aproximación son

−4(επ − ε2 + λz) = 2
π

∂∆̃π

∂s̃2
π

ln
(

∆̃2
π + λ2

π

D2

)
+ 1
π

∂∆̃z

∂s̃2
π

ln
(

∆̃2
z + λ2

z

D2

)

−2(εz − ε2 + λπ) = 2
π

∂∆̃π

∂s̃2
z

ln
(

∆̃2
π + λ2

π

D2

)
+ 1
π

∂∆̃z

∂s̃2
z

ln
(

∆̃2
z + λ2

z

D2

)
. (4.8)

con

λπ = ∆̃π

tan
[
π
4 (1− 2s̃2

z)
] ,

λz = ∆̃z

tan
[
π
2 (1− 4s̃2

π)
] , (4.9)

donde λν son los multiplicadores de Lagrange introducidos por la constricción al sub-
espacio de operadores físicos, s̃ν son los operadores bosónicos en campo medio, D es
el ancho de la banda de electrones de conducción y ∆̃ν = πρνṼ

2
ν es el semiancho de

la resonancia relacionada con la simetría ν (que es una medida de la temperatura de
Kondo correspondiente). Este último depende de la hibridación Vν y de los operadores
bosónicos en campo medio de la forma

∆̃π =
(

1 + 1√
2

)2

b̃2s̃2
z

(
1− 3.0858b̃2

)−1
∆π,

∆̃z = 4
(

1 + 1√
2

)2

b̃2s̃2
π

(
1− 0.1716b̃2

)−1
∆z, (4.10)

con ∆ν = πρνVν y

b̃2 = 1− 4s̃2
π − 2s̃2

z

6 , (4.11)

En donde se ha utilizando el formalismo implementado por Kotliar y Ruckenstein
[50] de tal manera que se recuperen los exponentes esperados en los límites Vπ = 0 y
Vz = 0 (ver apéndice B.2). Para Vπ = 0, ∆̃π = 0, se obtiene

∆̃z(Vπ = 0) = Dexp
[
π(ε2 − εx)

∆z

]
, (4.12)

y para Vz = 0, ∆̃z = 0 se obtiene

∆̃π(Vz = 0) = D√
2

exp
[
π(ε2 − εz)

2∆π

]
, (4.13)
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En el caso en donde ambas hibridaciones son distintas de cero (Vπ, Vz 6= 0), se
resuelve numéricamente la ecuación autoconsistente (4.10) para encontrar los valores
de ∆̃ν .

Conductancia diferencial teórica e interacción entre los picos
Kondo

Una vez establecido el modelo de campo medio para determinar las escalas energé-
ticas, se calcula la conductancia diferencial teórica ajustando los parámetros ∆ν y los
elementos de matriz de hibridación con la punta del STM. En este caso, G(V ) tiene
que tener en cuenta los acoplamientos de la punta con los orbitales con simetría π y z2

tanto en la molécula como en el metal. Esto se puede escribir de la forma

G(V ) =
∑
νσ

ανρhνσ(−eV ), (4.14)

donde αν son coeficientes, el signo en eV da cuenta de la representación de huecos
y ρtνσ es la densidad espectral de los estados mezcla. Esta densidad espectral es la
que se muestra en la Ec. (1.37) con la diferencia de que en el presente caso no estamos
considerando la contribución de los estados de la superficie de forma separada. Teniendo
en cuenta esto último, los operadores de creación de un hueco en la punta tienen la
forma

h†νσ = pν1c
†
νσ + pν2d

†
νσ, (4.15)

donde se supone que pν1 y pν2 dan cuenta del acoplamiento cuando la punta se coloca
sobre la impureza rt = ri.

La densidad espectral de los estados mezcla es proporcional a la parte imaginaria
de su función de Green. Esta función de Green, como se muestra en la Ec. (1.37), puede
escribirse como

Ghνσ(ω) = (pν1)2G0
cνσ(ω) + ∆Ghνσ(ω),

∆Ghνσ(ω) = F 2(ω)Gdνσ(ω),

F (ω) = pν1G
0
cνσ(ω) + pν2, (4.16)

con

G0
cνσ(ω) = ρν

[
ln
(
ω +D

ω −D

)]
. (4.17)

y Gdνσ(ω) son las funciones de Green para los electrones de la molécula con simetría ν
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Figura 4.6: Derecha: Contribución total de la impureza a la conductancia diferencial
∆G(V ) [Ec. (4.16)] en función del voltaje de bias V . Izquierda: La curva verde (con
una depresión) corresponde a la antirresonancia angosta debida a la contribución de los
orbitales con simetría π. La curva azul (sin depresión) corresponde a la contribución de
los orbitales con simetría z2. Los parámetros del ajuste son ∆π = 0.20 eV, ∆z = 1.12
eV, Bπ = 0.32, Kπ = 0.078, Bz = 0.21, Kz = −0.95. Las líneas punteadas corresponden
a los ajustes obtenidos usando funciones Fano (ver texto).

y son proporcionales a las funciones de Green de los operadores pseudofermiónicos fνσ
obtenidas en la SBMFA [ver Ec. (B.19) del apéndice B.2].

El cambio en la conductancia diferencial G(V ) después de introducir la molécula
puede escribirse como

∆G(V ) ∼ −Im
{
Bπ (ln[(ω +D)/(ω −D)] +Kπ)2Gfπσ(ω)

+ Bz (ln[(ω +D)/(ω −D)] +Kz)2Gfzσ(ω)
}
, (4.18)

con ω = −eV , Bν = (ρνpν1)2 /π y Kν = pν2/(ρνpν1).
En la Fig. 4.6 se presenta la conductancia diferencial obtenida con la Ec. (4.18)

usando ∆ν , Bν y Kν como parámetros libres para relacionarlo con el espectro obtenido
experimentalmente. Los valores de los semianchos de las resonancias son ∆̃π = 0.611
meV y ∆̃z = 20.4 meV, e indican las dos escalas de energía diferentes para el apanta-
llamiento de los espines localizados π y z2 respectivamente.

También se realizó un ajuste de los resultados obtenidos con dos formulas de Fano
multiplicadas por un coeficiente Iν que da cuenta de la intensidad de cada una de ellas
de la forma
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G(V ) =
∑
ν

IνFν(eV ), (4.19)

con el objetivo de comparar estos con los resultados de Minamitani et al. (ver Fig. 4.5).
Los resultados que se obtienen son

Iπ = 16.6, qπ = 0.436, ωπK = −0.618 meV,Γπ = 0.611 meV,

Iz = 7.13, qz = −1.13, ωzK = −1.23 meV,Γz = 20.4 meV. (4.20)

Los valores obtenidos del ajuste de los resultados de la SBMFA generalizada son
muy similares a los obtenidos mediante el ajuste del espectro esperimental realizado
por Minamitani et. al. (qπ = 0.45, ωπK = −0.19 meV , Γπ = 0.61 meV para la simetría
π y qz = −1.14 , ωzK = −9.62 meV y Γz = 20.0 meV para la simetría z2) [45]. Sin em-
bargo, se encuentra una discrepancia en la posición de ambos picos ωνK . Esta variación
puede entenderse en términos de fluctuaciones de carga si se adiciona la posibilidad
de tener configuraciones con más de dos huecos repartidos en estos orbitales. Esto se
hizo para describir la antiresonancia de menor energía mediante un modelo efectivo.
Implementando la idea de Kotliar y Ruckenstein en una SBMFA de tal manera que se
reproduce el límite de alta interacción (U →∞) y el límite no interactuante (U = 0),
se resuelve para una ocupación ndπ y una repulsión coulombiana U arbitrarias. Como
resultado, se encuentra que la posición de la antiresonancia se desplaza hacia el nivel
de Fermi [48].

En la Fig. 4.7 se presenta la variación de las dos temperaturas de Kondo cuando
cambia la hibridación entre los electrones localizados y de conducción con simetría π.
En un principio, uno esperaría que ∆̃z no cambie y ∆̃π crezca exponencialmente. Lo
primero se produce para valores pequeños de ∆π debido a que es al menos un orden de
magnitud inferior que ∆z. A medida que esta magnitud se vuelve comparable, la escala
Kondo para la simetría z2 decrece considerablemente. Además, considerando la escala
de Kondo para la simetría π, para ∆π pequeños ésta es varios ordenes de magnitud
más chica que lo que uno espera para un modelo SU(4), debido al factor 1/2 extra en
el exponente.

En la Fig. 4.8 se muestra, para ambas escalas Kondo, el efecto de cambiar la magni-
tud de la hibridación de los estados con simetría z2. La competición entre los diferentes
canales afecta a sus correspondientes escalas de manera similar al caso anterior.
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Figura 4.7: Variación de la temperatura de Kondo ∆̃ν en función de ∆π = πρπV
2
π

para ∆z = 1.12. El subíndice ν denota las simetrías π = (xz, yz) (círculos azules) y z2

(cuadrados rojos). La línea discontinua negra es la variación correspondiente en el caso
el cual la hibridación con el orbital 3dz con los electrones de conducción es cero (Vz = 0).
El recuadro interior muestra los resultados en escala logarítmica.
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Figura 4.8: Lo mismo que en la Fig. 4.7 en función de ∆z = πρzV
2
z para ∆π = 0.2 eV.

La línea discontinua negra es la variación con ∆z correspondiente al caso Vπ = 0.
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4.6. Conclusiones y comentarios

Los comportamientos espectrales del sistema FePc en la configuración sobre áto-
mo pueden explicarse en términos de un modelo de Anderson generalizado en
donde dos tripletes con degeneración orbital se hibridizan con tres dobletes de
mayor energía a través de tres canales de conducción. Los tripletes contienen un
hueco en el orbital con simetría z2 y otro en el orbital degenerado con simetría
π. Los dobletes tienen un hueco repartido entre cualquiera de esos tres orbita-
les. La conductancia diferencial que resulta consiste en una resonancia ancha que
tiene que ver con los orbitales hibridizados con simetría z2 y una antiresonancia
angosta debida a los orbitales hibridizados con simetría π.

El resultado que proporciona el estudio del límite de acoplamiento fuerte permite
concluir que el estado fundamental es un singlete no degenerado y, entonces, el
sistema es un líquido de Fermi. Esto habilita la descripción del hamiltoniano en
términos de una SBMFA generalizada, la cual recupera los límites en donde una
de las dos hibridaciones Vν es cero. Por otro lado, NCA no puede ser utilizada en
este caso porque no da un resultado compatible con un líquido de Fermi. Otro
método que es muy confiable es el NRG, pero el mismo pierde exactitud de forma
exponencial con el número de canales involucrados.

Los parámetros obtenidos con el ajuste del resultado teórico con las funciones
Fano son muy similares al ajuste de los experimentos, con la salvedad de la
posición de la resonancia (antiresonancia), la cual presenta una variación de−8.39
(0.428) meV. Los parámetros obtenidos son qπ = 0.436, ωπK = −0.618 meV ,
Γπ = 0.611 meV para la simetría π y qz = −1.13 , ωzK = −1.23 meV y Γz =
20.4 meV para la simetría z2, mientras que el ajuste de la dI/dV experimental de
Minamitani da qπ = 0.45, ωπK = −0.19 meV, Γπ = 0.61 meV para la simetría π y
qz = −1.14 , ωzK = −9.62 meV y Γz = 20.0 meV para la simetría z2. Si bien la
variación en las posiciones de los picos para ambas simetrías es un detalle menor
para las conclusiones que se obtienen del modelo, pueden entenderse en términos
de fluctuaciones de carga generadas por una repulsión coulombiana finita y puede
mejorarse agregando la configuración con tres huecos en la SBMFA. Esto mismo
se realizó para la antirresonancia angosta, pero no se muestra en esta tesis [48].

Los parámetros Bν y Kν y qν que resultan de los ajustes indican la siguiente
importancia en un orden decreciente respecto a la magnitud de los acoplamientos
con la punta del STM: 3dz2 , cz2 , cπ, 3dπ. La importancia de la simetría z2 se
entiende atendiendo a su distribución espacial, dado que la misma apunta en
la dirección de la punta. La presencia de una antiresonancia en lugar de una
resonancia en la contribución de los orbitales π indica que el acoplamiento entre
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la punta y los huecos de conducción cπ es más importante que el acoplamiento
con los huecos dπ. Esto también se observa en los resultados del sistema Co sobre
Ag(111) que se presenta en el capítulo 3.

El estudio teórico de la variación de las escalas de Kondo en términos de cam-
bios de la magnitud de las hibridaciones Vν indican que ambas escalas no son
separables sino que sus respectivas magnitudes dependen entre sí debido a la
competencia de ambos efectos. Los modelos previos para el sistema experimental
que incluían solo el orbital π para describir la antirresonancia de baja energía
se basaban en un modelo SU(4). Sin embargo, aquí se encuentra que las reglas
de Hund reducen la simetría a un modelo SU(2) × SU(2) y la temperatura de
Kondo es bastante menor.



Capítulo 5

Conclusiones generales

En este capítulo se presentan las conclusiones y los conceptos más importantes que
subyacen de la presente tesis.

Los cambios producidos en la conductancia diferencial observada experimental-
mente debido al confinamiento generado por la presencia de átomos colocados
sobre superficies metálicas se pueden explicar con un modelo efectivo no interac-
tuante. Este modelo tiene en cuenta un potencial atractivo en las posiciones de
estos átomos sumado a una hibridación entre el nivel atómico y los estados su-
perficiales y volumétricos. En ese sentido, el mismo se basa en las características
de las propagaciones de los estados sobre la superficie, particularmente respecto
a las diferentes extensiones de los estados superficiales y volumétricos.

Se estudia el caso particular de resonadores de paredes paralelas conformadas por
átomos de cobalto colocados sobre una superficie (111) de plata y se ajustan los
resultados experimentales con el modelo. El resultado permite tener en cuenta la
contribución de los estados de volumen y superficie a la conductancia diferencial
en las cercanías de dicho resonador.

Se demuestra que la presencia de un escalón en la densidad de estados superficial
en energías Di

s cercanas a la energía de Fermi, la cual se presenta en algunas
superficies metálicas usualmente utilizadas en la medición del efecto Kondo, tiene
relevancia en la escala TK .

A partir de una extensión del “poor man’s scaling” y la aproximación “non-
crossing” de modo que se tienen en cuenta las características de la banda, se
obtiene una ley de potencias que permite estimar las hibridaciones relativas entre
superficie y volumen a partir de la variación de TK con Ds

i . Se obtiene un acuerdo
exacto entre estas dos aproximaciones en el caso en donde Ds

i no es comparable
con TK , lo que da cuenta de que la fórmula analítica obtenida con “poor man’s
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scaling” describe correctamente la dependencia de TK con los parámetros del
modelo.

Por otro lado, si bien la aproximación de bosones esclavos en campo medio repro-
duce correctamente el orden de magnitud de TK , la variación con la posición Ds

i

presenta discrepancias. Además, el grupo de renormalización numérico resulta un
método costoso en este caso debido a que la discretización logarítmica no permite
estimar de manera eficaz la presencia del escalón.

El sistema Co/Ag(111) puede caracterizarse por un hamiltoniano de Anderson
SU(4) mediante un análisis de la simetría local y observaciones experimentales.

A partir de mediciones experimentales de la conductancia, se desarrolla un modelo
que permite demostrar que la densidad de los estados superficiales (ρs) no es
marginal en la magnitud de TK . Además, se muestra que la posición del fondo
de la banda de estos estados [a Ds

i = −67 meV para la superficie (111) de la
plata] es imprescindible para una correcta caracterización de las variaciones de TK
producidas por los cambios en ρs. Se obtiene una cota inferior para la contribución
relativa para el valor correspondiente a una superficie limpia ∆0

s de R = ∆0
s/ρb =

0.27, muy por encima de resultados obtenidos en sistemas similares.

El sistema FePc/Au(111) puede caracterizarse por un hamiltoniano de Anderson
de tres canales cuando la molécula se posiciona en una configuración sobre átomo
a partir de un análisis de la simetría del sistema, En este modelo, dos tripletes
con degeneración orbital se hibridizan con tres dobletes de mayor energía.

Un análisis del sistema en el límite de acoplamiento fuerte permite afirmar que
el estado fundamental es un singlete. A partir de ello, se desarrolla una aproxi-
mación de bosones esclavos en campo medio generalizada que permite describir
las características del espectro experimental, el cual muestra una antiresonan-
cia angosta a bajas energías montada sobre una resonancia ancha. Esta forma
tan característica deviene de dos escalas Kondo diferentes. El resultado permite
analizar la magnitud de los acoplamientos de la punta del microscopio de efecto
túnel con los electrones de la impureza y del baño en sus distintas simetrías.
Además, el modelo desarrollado demuestra que estas escalas no pueden tratarse
por separado, sino que son interactuantes.



Apéndice A

Poor man’s scaling

La aproximación “poor man’s scaling” consiste en el cálculo del término de inter-
cambio entre el espín localizado y los electrones de conducción mediante la eliminación
progresiva de las excitaciones virtuales en los bordes de la banda de conducción δD,
como se muestra en la Fig. A.1. Para ello, partimos de la interacción efectiva del ha-
miltoniano de Kondo en su expresión más sencilla, en donde se tiene una impureza
magnética con espín 1/2 y sin degeneración orbital

HK = J
∑
kk′

(
S+c†k↓ck′↑ + S−c†k↑ck′↓ + Sz(c†k↑ck′↑ − c†k↓ck′↓)

)
, (A.1)

donde J viene dado por las Ecs. (2.24) y (2.26). Se calcula la corrección a orden más
bajo (J2). Nótese que aquí los operadores del espín de conducción tienen un factor
2 respecto a los usuales por lo que el término de intercambio J tiene un factor 1/2
respecto de la definición usual.

El proceso de eliminación de los procesos de excitación que caen en los bordes de
la banda de conducción se lleva a cabo para derivar un término de interacción efectiva
que tenga en cuenta estas excitaciones. A diferencia del caso usual [1], la presencia del

εF

|δD'|

|δD'|=0

Di

2D

s

Figura A.1: Esquema de la banda de conducción en donde se eliminan los procesos de
excitacion que se producen en los bordes de la banda |δD|.
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escalón da lugar a que la densidad de estados del borde inferior de la banda tiene un
valor de ρb, mientras que para la banda superior es de ρb + ρ̃s. La densidad superficial
renormalizada ρ̃s está definida por la Ec. (2.25), de modo que el término J es el mismo
para los estados de volumen y de superficie. Esto da lugar a una ecuación diferencial
modificada de la forma

dJ

d lnD′ = −(2ρb + ρ̃s)J2. (A.2)

Integrando la Ec. (A.2), se puede obtener una expresión para el término de acopla-
miento en la energía a la cual aparece el escalón J(|Ds

i |)

D exp
[
− 1

(2ρb + ρ̃s)J

]
= |Ds

i | exp
[
− 1

(2ρb + ρ̃s)J(|Ds
i |)

]
. (A.3)

Osea que se han integrado los estados de la banda hasta Ds
i . A partir de aquí, el

escalón desaparece y el problema se reduce al usual. La expresión para la temperatura
de Kondo para un ancho de banda |Ds

i | y una interacción J(|Ds
i |)

TK ' |Ds
i | exp

[
− 1

2ρcJ(|Ds
i |)

]
, (A.4)

y considerando que ρc = ρb + ρ̃s para Ds
i < 0 y ρc = ρb para Ds

i > 0, puede escribirse
una expresión para la temperatura de Kondo.

Para Ds
i < 0 se obtiene

TK ' |Ds
i |νD1−ν exp

[
− 1

2J(ρb + ρ̃s)

]
,

ν = ∆s

2(∆b + ∆s)
. (A.5)

y para Ds
i > 0

TK ' (Ds
i )−µD1+µ exp

[
− 1

2Jρb

]
,

µ = ∆s

2∆b

, (A.6)

Por otro lado, la interacción J cumple la siguiente relación en términos de los
parámetros del modelo [ver Ecs. (2.24) y (2.26)]
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1
Jρb

= π

∆bU
[−εd(εd + U)− (2εd + U)x− x2],

con x = ∆s

π
ln |D

s
i |
D

. (A.7)

Si |Ds
i | no es muy chico respecto al ancho de la banda D, en el límite de Kondo

(∆ << U + εd, εd) se puede despreciar la contribución cuadrática (x2) en comparación
a los dos primeros términos del corchete. Usando esta aproximación y reemplazando
Ec. (A.7) en las Ecs. (A.4) y (A.5) se obtiene

TK ' |Ds
i |ηD1−η exp

[
πεd(εd + U)

2U(∆b + ∆s)

]
,

η = ∆s

(∆b + ∆s)
(1 + εd

U
), si Ds

i < 0.

TK ' (Ds
i )ζD1−ζ exp

[
πεd(εd + U)

2U∆b

]
,

ζ = ∆sεd
∆bU

, si Ds
i > 0. (A.8)





Apéndice B

Expresiones generalizadas de la
aproximación de bosones esclavos
en campo medio

B.1. Para un escalón en la densidad de estados de
conducción

En esta sección se presentan las expresiones de la aproximación de bosones esclavos
en campo medio para el hamiltoniano (2.17) extendiendo el formalismo desarrollado por
Coleman [51] al caso de una densidad de estados escalonada. Para ello, se introducen
operadores bosónicos b̃† para el estado d†σ en la representación fermiónica de la siguiente
manera

d†σ = f †σ b̃, (B.1)

donde f †σ es un operador fermiónico que crea un electrón en el espacio de partículas
auxiliares y b̃ es un operador bosónico. Estos operadores cumplen

|0〉 ↔ b̃† |0′〉

d†σ |0〉 ↔ f †σ |0′〉 . (B.2)

En el límite de alta interacción (U →∞), el hamiltoniano puede escribirse como

H = εd
∑
σ

f †σfσ +
∑
k

εkσc
†
kσckσ +

∑
ckσ

V c
k

(
f †σ b̃ckσ + H.c

)
, (B.3)

con c = b, s. Además, se establece las siguiente condición de contorno que restringe
el espacio de Hilbert al subespacio de operadores físicos con una o cero partículas
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ocupando el nivel localizado.

1 =
∑
σ

f †πσfπσ + b̃†b̃. (B.4)

Considerando la aproximación de campo medio para los operadores bosónicos b̃† =
b̃ = b̃0, el problema se mapea a un hamiltoniano no interactuante del tipo

HMFA = (εd + λ)
∑
σ

f †σfσ +
∑
k

εckσc
†
kσckσ +

∑
kσ

Ṽ c
k

(
f †σckσ + H.c

)
+ λ(b̃2

0 − 1), (B.5)

donde λ es el multiplicador de Lagrange que introduce la constricción (B.4) y Ṽ c
k =

b̃0V
c
k .

Recordando que se está suponiendo que ρb (ρs) es constante y se extiende desde
−D a D (Di

s a D), la función de Green de los fermiones puede escribirse como

Gfσ(ω) = 〈〈f †σ; fσ〉〉 = 1(
ω − εd − λ− Λ̃s(ω)

)
+ i

(
∆̃b + ∆̃s(ω)

) , (B.6)

con

∆̃b = b̃2
0∆b

∆̃s(ω) = b̃2
0∆sθ(ω −Di

s)

Λ̃s(ω) = − b̃
2
0∆s

π
ln
(
D − ω
|Di

s − ω|

)
. (B.7)

Definimos ∆̃ = ∆̃b + ∆̃s(0) como la temperatura de Kondo.

Utilizando esta función de Green, el cambio en la energía al agregar la impureza
puede evaluarse como [1]

∆εd = 2
π

Im
∫ 0

−D
dω ln [−Gfσ(ω)] + λ(b̃2

0 − 1)

= 2
π

∫ 0

−D
dω ArcTan

(
∆̃b + ∆̃s(ω)

ω − εd − λ− Λ̃s(ω)

)
+ λ(b̃2

0 − 1). (B.8)

Minimizando la Ec. (B.8) respecto a λ y b̃2
0 se obtiene
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∂∆εd
∂λ

= 2
π

∫ 0

−D
dω

∆̃b + ∆̃s(ω)[
ω − εd − λ− Λ̃s(ω)

]2
+
[
∆̃b + ∆̃s(ω)

]2 + (b̃2
0 − 1)

∂∆εd
∂b̃2

0
= 2

π

∫ 0

−D
dω

[∆b + ∆s(ω)]
(
ω − εd − λ− Λ̃s(ω)

)
+
[
∆̃b + ∆̃s(ω)

]
Λs[

ω − εd − λ− Λ̃s(ω)
]2

+
[
∆̃b + ∆̃s(ω)

]2 + λ.

(B.9)

Este sistema de ecuaciones autoconsistentes se resuelve numéricamente. En este
caso, se tiene que ∆s(ω) = ∆s y Λs(ω) = 0. En el límite de Kondo (nf → 1), se obtiene
(εd + λ)/(∆̃b + ∆̃s) → 0. En este caso, es posible obtener una solución analítica para
la temperatura de Kondo:

TK ≡ b̃2
0(∆b + ∆s) = D exp

[
−πεd

2(∆b + ∆s)

]
, (B.10)

por lo que λ ∼ −εd y b2
0 dado por la Ec. (B.10) resultan buenas semillas para inicializar

una búsqueda adiabática de la solución de la Ec. (B.9) para todo Di
s.

B.2. Para un hamiltoniano de Anderson de tres ca-
nales

En esta sección se presentan las ecuaciones para un hamiltoniano de Anderson de
tres canales en la aproximación de bosones esclavos en campo medio utilizadas para
resolver el sistema FePc/Au(111) del capítulo 4.

Se introducen operadores bosónicos para cada uno de los estados en la descripción
fermiónica. En esta representación, se puede escribir los dobletes usando bosones s†νσ
que corresponden a estados ocupados por un hueco con simetría ν de la forma

|π;σ〉 ↔ f †πσs
†
πσ |0〉

|z2;σ〉 ↔ f †zσs
†
zσ |0〉 , (B.11)

donde f †πσ (f †zσ) es un operador fermionico que crea un hueco con simetría π (z2). Los
tripletes se representan usando bosones b†πM para estados doblemente ocupados por
huecos con simetría π y proyección de espín M



94 Expresiones generalizadas de la aproximación de bosones esclavos en campo medio

|π, z2; 1〉 ↔ b†π1f
†
π↑f
†
z↑ |0〉

|π, z2; 0〉 ↔ 1√
2
b†π0

(
f †π↑f

†
z↓ + f †π↓f

†
z↑

)
|0〉

|π, z2;−1〉 ↔ b†π−1f
†
π↓f
†
z↓ |0〉 , (B.12)

En esta representación, el hamiltoniano se puede escribir como

H = επ
∑
πσ

s†πσsπσ + εz
∑
σ

s†zσszσ + ε2
∑
πM

b†πMbπM

+Vπ
∑
πσ

[
f †πσcπσ

(
b†π2σszσ + 1√

2
b†π0szσ̄

)
Oπ + H.c.

]

+Vz
∑
πσ

[
f †zσczσ

(
b†π2σsπσ + 1√

2
b†π0sπσ̄

)
Oz + H.c.

]
, (B.13)

con las siguientes condiciones de contorno que restringen el espacio de Hilbert al sub-
espacio de operadores físicos.

1 =
∑
σ

(∑
π

s†πσsπσ + s†zσszσ

)
+
∑
πM

b†πMbπM ,

f †πσfπσ = s†πσsπσ + b†π2σbπ2σ + 1
2b
†
π0bπ0,

f †zσfzσ = s†zσszσ +
∑
π

(
b†π2σbπ2σ + 1

2b
†
π0bπ0

)
. (B.14)

Los subíndices σ̄ se refieren a la proyección de espín opuesta a σ. Los operadores
Oν se introducen basados en el formalismo de Kotliar y Ruckenstein [50], originalmen-
te implementados para la resolución del hamiltoniano de Anderson con U finito en
el marco de la formulación con bosones esclavos en campo medio. Estos operadores
son equivalentes a la identidad en el subespacio físico, pero introducen cambios en la
aproximación de campo medio. Con este formalismo, se pueden recuperar los límites
correctos para las temperaturas de Kondo en los límites en donde Vπ o Vz tienden a
cero. Estos operadores tienen la forma

Oν =
(

1− Aν
∑
πM

b†πMbπM

)−1/2

. (B.15)

donde Aν es una constante.
Tomando la aproximación de campo medio (que consiste en reemplazar los ope-

radores bosónicos por escalares) y teniendo en cuenta que en esta representación los
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bosones no dependen de la proyección del espín (debido a la simetría esperada para
el estado fundamental calculado en el límite de alta interacción), se puede reemplazar
s†πσ → s̃π, s†zσ → s̃z, y b†πM → b̃.

Por otro lado, utilizando la primera condición de la Ec. (B.14) se puede expresar el
bosón b̃π en función de los bosones s̃π y s̃z de la forma

b̃ =
(

1− 4s̃2
π − 2s̃2

z

6

)1/2

, (B.16)

y las otras dos condiciones toman la forma f †πσfπσ = 1/4− s̃2
z/2 y f †zσfzσ = 1/2− 2s̃2

π.
De esta manera, el hamiltoniano en la aproximación de campo medio puede escri-

birse como

HMFA = ε2 + 4(επ − ε2)s̃2
π + 2(εz − ε2)s̃2

z

+λπ
∑
πσ

(
f †πσfπσ −

1
4 + s̃2

z

2

)
+ λz

∑
σ

(
f †zσfzσ −

1
2 + 2s̃2

π

)
+Ṽπ

∑
πσ

(
f †πσcπσ + H.c.

)
+ Ṽz

∑
πσ

(
f †zσczσ + H.c.

)
, (B.17)

donde λν son los multiplicadores de Lagrange y

Ṽπ =
(

1 + 1√
2

)
b̃s̃z

(
1− 6Aπ b̃2

)−1/2
Vπ,

Ṽz = 2
(

1 + 1√
2

)
b̃s̃π

(
1− 6Az b̃2

)−1/2
Vz, (B.18)

donde b̃ viene dado por la Ec (B.16).
HMFA es un hamiltoniano efectivo no interactuante. Suponiendo una densidad de

estados constante ρν extendida de −D to D, las funciones de Green de los fermiones
toman la forma

Gfvσ(ω) = 〈〈fνσ; f †νσ〉〉 = 1
ω − λν + i∆̃ν

, (B.19)

donde ∆̃ν es una medida de la escala de temperatura T νK para la simetría ν y tiene la
forma.

∆̃ν = πρνṼ
2
ν , (B.20)

Los valores de s̃ν y λν se obtienen minimizando el cambio en la energía cuando se
introduce la impureza. Esta puede obtenerse a partir de las funciones de Green (B.19)
y es
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∆ε = ε2 − λπ − λz + 4 (επ − ε2 + λz) s̃2
π + 2 (εz − E2 + λπ) s̃2

z +

+ 4
π

[
−∆̃π + ∆̃π

2 ln
(
λ2
π + ∆̃2

π

D2

)
+ λπarctan

(
∆̃π

λπ

)]
+

+ 2
π

[
−∆̃z + ∆̃z

2 ln
(
λ2
z + ∆̃2

z

D2

)
+ λzarctan

(
∆̃z

λz

)]
, (B.21)

Minimizando la Ec. (B.21) respecto a los multiplicadores de Lagrange se obtiene

λπ = ∆̃π

tan
[
π
4 (1− 2s̃2

z)
] ,

λz = ∆̃z

tan
[
π
2 (1− 4s̃2

π)
] , (B.22)

mientras que haciendo lo mismo con los s̃ν se obtiene

−4(επ − ε2 + λz) = 2
π

∂∆̃π

∂s̃2
π

ln
(

∆̃2
π + λ2

π

D2

)
+ 1
π

∂∆̃z

∂s̃2
π

ln
(

∆̃2
z + λ2

z

D2

)

−2(εz − ε2 + λπ) = 2
π

∂∆̃π

∂s̃2
z

ln
(

∆̃2
π + λ2

π

D2

)
+ 1
π

∂∆̃z

∂s̃2
z

ln
(

∆̃2
z + λ2

z

D2

)
. (B.23)

Reemplazando la ecuación (B.22) en (B.23), se obtiene un sistema de dos ecuaciones
con dos incógnitas (s̃2

ν). De esta solución se obtienen las funciones de Green para
determinar el espectro.

Los semianchos de la resonancia ∆̃ν dependen de los operadores bosónicos modifi-
cados por los operadores Oν . Se eligen las constantes Aν de tal manera que se recuperen
los exponentes esperados en los límites Vπ = 0 y Vz = 0 (ver capítulo 4). Para Vπ = 0,
∆̃π = 0, todos los estados tienen al menos un hueco en el orbital π. Esto hace que
s̃z = 0. Entonces, la segunda ecuación en Ec. (B.23) no tiene relevancia y la primera
puede resolverse analíticamente en el límite de Kondo s̃π → 0. En este límite, λπ → 0
[ver Ecs. (B.22)]. En este caso, se obtiene

∆̃z(Vπ = 0) = Dexp

π(ε2 − εx)
2∆z

6 (1− Az)(
1 + 1/

√
2
)2

 , (B.24)

con

Az = 1−

(
1 + 1/

√
2
)2

3 ' 0.0286, (B.25)

para tener el mismo exponente que en la Ec. (4.3).
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Operando de forma análoga para el límite Vz = ∆̃z = s̃π = 0, s̃z → 0 (lo que da
λx → ∆̃π) [ver Ecs. (B.23)], se obtiene

∆̃π(Vz = 0) = D√
2

exp

π(ε2 − εz)
2∆π

6 (1− Az)(
1 + 1/

√
2
)2

 , (B.26)

con

Aπ = 1−

(
1 + 1/

√
2
)2

6 ' 0.5143 (B.27)

para que de el mismo exponente de la Ec. (4.4).
Las ecuaciones autoconsistentes (B.23) se resuelven de forma numérica para obtener

los semianchos de la resonancia ∆̃ν . Cabe señalar que las mismas suelen ser inestables
ante cambios de la semilla que se utilice. En este caso, no es recomendable utilizar
los límites Vν → 0 como condiciones iniciales. En cambio, se utilizó un punto medio
(Vπ ∼ Vz 6= 0) y se estudió la estabilidad de la solución observando la dependencia
de ∆ε. Posteriormente, se hizo tender a cero los parámetros de forma adiabática hacia
esos límites para comprobar la solución.





Apéndice C

Límite de acoplamiento fuerte del
hamiltoniano de Anderson de tres
canales

En esta sección se discute el cálculo realizado para la determinación del estado fun-
damental del sistema en el límite de acoplamiento fuerte del modelo de tres canales
utilizado en el capítulo 4. Esta aproximación consiste en considerar hibridaciones infi-
nitas (Vν → ∞). En este esquema, el sistema equivalente puede verse como el límite
de una banda angosta, en donde todos los estados colapsan en la energía de Fermi.
El análisis que deviene de este límite da información útil acerca de la naturaleza del
estado fundamental del sistema y se encuentra en el marco del cálculo del Grupo de
Renormalización desarrollado por Krishna-murthy, Wilkins y Wilson [33, 34].

Comenzamos por analizar el caso completamente simétrico. Para ello, es necesario
agregar los tripletes del tipo |xz, yz;M〉 a la Ec. (4.1), lo que se traduce en sumar a
dicho hamiltoniano el siguiente término

+
∑
k

∑
σσ′M

Vπ〈
1
2

1
2σσ

′|1M〉
(
c†xz |yz, σ′〉 〈xz, yz,M |+ H.c.

)
,

−
∑
k

∑
σσ′M

Vπ〈
1
2

1
2σσ

′|1M〉
(
c†yz |xz, σ′〉 〈yz, xz,M |+ H.c.

)
, (C.1)

donde, al igual que en el segundo término de Hmix [Ec. (4.1)], los signos se escogen
de modo que sean consistentes con la manera de escribir los tripletes |ν, ν ′;M〉 con
ν, ν ′ = xz, yz, z2 (ν ′ 6= ν).

Para simplificar el cálculo, se considera que las hibridaciones son iguales (Vπ = Vz =
V ) y las energías de los estados tripletes |ν, σ〉 son las mismas, de tal manera que

99
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επ = εz = ε2 + ε. (C.2)

Los estados tripletes y los estados de la banda de conducción pueden escribirse
en términos de los operadores de segunda cuantización, los cuales tienen un momento
angular l = 1 y una proyección m = 1, 0, −1. Esto se hace mediante la transformación

d†±1σ ↔ (∓ |xz, σ〉 − i |yz, σ〉) /
√

2

d†0σ ↔ |z2, σ〉

c†±1σ ↔
(
∓c†xz,σ − ic†yz,σ

)
/
√

2

c†0σ ↔ c†z2,σ, (C.3)

donde d†mσ (c†mσ) crea un hueco en el nivel localizado (baño de conducción) con proyec-
ción m y espín σ.

De esta manera, el hamiltoniano (4.1) puede escribirse de la siguiente manera

H = (P1d + P2d) H̃ (P1d + P2d) , (C.4)

donde

H̃ = ε
∑
mσ

d†mσdmσ + V
∑
mσ

(
d†mσcmσ + H.c

)
, (C.5)

y

P1d = nd↑ + nd↓ − 2nd↑nd↓
P2d = nd↑nd↓ (C.6)

son los proyectores de los subespacios de una y dos partículas d†mσ en los estados
localizados (molécula) respectivamente y reducen el espacio de Hilbert al modelo que
se está considerando.

Este problema consiste en calcular el estado fundamental del sistema descripto por
el hamiltoniano (C.4) considerando estados del tipo
d†mσc

†
m′σ′c

†
m′′σ′′c

†
m′′′σ′′′ . . . (para una partícula d†mσ en los estados localizados), o

d†mσd
†
m′σ′c

†
m′′σ′′c

†
m′′′σ′′′ . . . (para dos partículas d†mσd

†
m′σ′ en los estados localizados). La

diagonalización resulta compleja. Es por ello que es conveniente realizar una serie de
consideraciones para simplificar este cálculo.

Para empezar, se puede tener en cuenta que los estados de menor energía son los
tripletes, es decir, aquellos estados que tienen dos partículas (d†mσ) en el nivel localizado.
Por otro lado, si se tiene en cuenta que el hamiltoniano (C.4) conmuta con sí mismo,
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dmσ dm'σ' cm''σ'' cm'''σ''' ...
† † † †

~

dmσ cm'σ' cm''σ'' cm'''σ''' ...
† † † †

H

~
H

Figura C.1: Esquema de la aplicación de H̃2 a un estado con dos partículas d†mσ.

también se cumple que [H2, H] = 0. Por lo tanto, los autoestados de H2 son también
autoestados de H. Teniendo en cuenta que P 2

2d = P2d, de acuerdo con la Ec. (C.5) esto
puede escribirse como

H2 = P2dH̃
2P2d. (C.7)

Por otro lado, se sabe que el hamiltoniano también conmuta con el operador número
total de partículas ([H,N ] = 0), conN = 2, 3, ..., 8 en el caso en donde nos restringimos
a los estados de dos partículas ocupando el nivel localizado. Entonces, el hamiltoniano
será diagonal a bloques en una base de estados con el mismo número total de partículas.
Por último, teniendo en cuenta que no hay ningún término de intercambio de espín,
también se cumple que [H,S] = 0 y [H,Sz] = 0. Por lo tanto, se consideran los estados
de dos partículas d†mσ del tipo |N,S, Sz〉 como una buena base para la diagonalización.

Con estas consideraciones, puede afirmarse que el problema equivalente se reduce
al cálculo de matrices del tipo

M(N,S, Sz) = V 2 〈N,S, Sz|
∑
iσ

d†mσcmσ
∑
iσ

c†mσdmσ |N,S, Sz〉 . (C.8)

Nótese que al estado |N,S, Sz〉 sólo se le puede destruir una partícula d†mσ, dando
lugar a un estado con nd = 1. Posteriormente, sólo se puede crear una partícula d†m′σ′

debido a la proyección sobre el subespacio arriba mencionado. Un esquema de esto
viene dado en la Fig. C.1.

La construcción de la totalidad de los estados |N,S, Sz〉 consiste entonces en aco-
plar dos partículas d†mσ con estados de conducción |l2, lz2; s2, s

z
2〉c, con nc = 0, 1, 2, ..., 6.

Definiendo por simplicidad |N,S, Sz〉 ≡ |S, Sz〉, esto se realiza de la siguiente manera

|S, Sz〉 =
s1∑

sz
1=−s1

s2∑
sz

2=−s2

〈s1s
z
1, s2s

z
2|SSz〉Ôd(l1, lz1; s1, s

z
1) |l2, lz2; s2, s

z
2〉c , (C.9)

donde 〈s1s
z
1, s2s

z
2|SSz〉 es el coeficiente Clebsch–Gordan correspondiente y Ôd(l1, lz1; s1, s

z
1)
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son los operadores de creación de dos partículas en el nivel localizado de tal forma que
Ôd(l, lz; s, sz) |0〉 es un triplete con proyección de momento angular (de espín) lz (sz).
Los mismos tienen la forma

Ôd(1, 1; 1, 1) = d†1↑d
†
0↑,

Ôd(1, 1; 1, 0) = (d†1↑d
†
0↓ + d†1↓d

†
0↑)/
√

2,

Ôd(1, 1; 1,−1) = d†1↓d
†
0↓,

Ôd(1, 0; 1, 1) = d†1↑d
†
−1↑,

Ôd(1, 0; 1, 0) = (d†1↑d
†
−1↓ + d†1↓d

†
−1↑)/

√
2,

Ôd(1, 0; 1,−1) = d†1↓d
†
−1↓,

Ôd(1,−1; 1, 1) = d†0↑d
†
−1↑,

Ôd(1,−1; 1, 0) = (d†0↑d
†
−1↓ + d†0↓d

†
−1↑)/

√
2,

Ôd(1,−1; 1,−1) = d†0↓d
†
−1↓, (C.10)

Para hallar el estado fundamental, resta calcular las matrices M(N,S, Sz) de la Ec
(C.8). Dicho cálculo se llevó a cabo numéricamente utilizando un algoritmo que tiene
en cuenta el álgebra fermiónica. El estado resultante es un singlete de espín y orbital,
no degenerado y con N = 6 partículas (nd = 2 y nc = 4). El mismo puede escribirse
como

|es2〉 ≡ |0, 0〉 = 1
3
∑
m>m′

[
d†m↑d

†
m′↑cm↑cm′↑ + 1

2
(
d†m↑d

†
m′↓ + d†m↓d

†
m′↑

)
(
cm↑cm′↓ + cm↓cm′↑

)
+ d†m↓d

†
m′↓cm↓cm′↓

]
|F 〉 , (C.11)

donde |F 〉 es el estado lleno de electrones de conducción, que tiene la forma

|F 〉 =
∏
mσ

c†mσ |0〉 = c†1↑c
†
1↓c
†
0↑c
†
0↓c
†
−1↑c

†
−1↓ |0〉 . (C.12)

El estado fundamental cumple

H2 |es2〉 = 6V 2 |es2〉 , (C.13)

por lo que la energía del estado fundamental en el caso simétrico es

εsgs = ε

2 −
√(

ε

2

)2
+ 6V 2. (C.14)

En el caso no simétrico, que se corresponde al modelo utilizado en el capítulo 4, hay
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que eliminar el triplete |xz, yz,M〉. Esto es equivalente a suprimir los operadores del
tipo Ôd(1, 0; 1, sz) [cuarto, quinto y sexto término de las Ecs. (C.10)] y llevar a cabo el
mismo cálculo.

El resultado es también un singlete orbital y de espín que tiene la forma

|ens2 〉 ≡ |0, 0〉 = 1√
6
∑
m>m′

[
d†m↑d

†
m′↑cm↑cm′↑ + 1

2
(
d†m↑d

†
m′↓ + d†m↓d

†
m′↑

)
(
cm↑cm′↓ + cm↓cm′↑

)
+ d†m↓d

†
m′↓cm↓cm′↓

]
|F 〉 , (C.15)

donde la prima sobre la suma indica que se excluye el término m = 1 y m′ = −1. Su
correspondiente energía es

εnsgs = ε

2 −
√(

ε

2

)2
+ 9

2V
2. (C.16)

Se han explorado otras relaciones entre las hibridaciones (Vπ = αVz, con α > 1),
obteniendo siempre un singlete no degenerado como estado fundamental. Por lo tanto,
se puede concluir que el sistema estudiado en el capítulo 4 es un líquido de Fermi y, en
consecuencia, la aproximación de bosones esclavos en campo medio es aplicable.
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