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Abstract

We investigate the effect of the experimentally observed Jahn-Teller distortion of the
oxygen octahedra in LaTiO3 on the magnetic exchange. We present a localized model
for the effective hopping between nearest-neighbor Ti ions and the intra-site Coulomb
interactions, based on a non-degenerate orbital ground state due to the static crystal
field. The latter corresponds to an orbital order which recently has been confirmed
experimentally. Using perturbation theory we calculate, in addition to the Heisenberg
coupling, antisymmetric and symmetric anisotropy terms of the superexchange spin
Hamiltonian which are caused by the spin-orbit interaction. Employing our superex-
change Hamiltonian, we deduce the magnetic order at low temperatures, which is found
to be in satisfying agreement with experiment, and calculate the spin-wave spectrum.
The calculated spin-wave dispersion consists of two pairs of quasi-degenerate branches.
The first pair has small zone-center gaps and is found to be in satisfying agreement
with neutron-scattering experiments. The second pair has considerable zone-center gaps
and has not been detected yet by neutron scattering, but these gaps are in satisfying
agreement with recent Raman data.

We apply our method to YTiO3 as well. While the Heisenberg couplings we calculate
for this system are found to be unrealistic for certain Ti-Ti bonds, the calculated
anisotropic spin couplings might nevertheless be realistic. Using a combination of the
calculated anisotropic couplings and experimentally deduced Heisenberg couplings, we
calculate the classical magnetic ground state of YTiOg, which is found to be in satisfying
agreement, with experiment, and the spin-wave spectrum. We obtain four highly non-
degenerate spin-wave branches. The calculated spin-wave mode with the smallest zone-
center gap is in satisfying agreement with neutron-scattering data. The three modes
with higher energies have not yet been detected experimentally.



Kurzzusammenfassung

Wir untersuchen die Auswirkung der experimentell beobachteten Jahn-Teller-Verzer-
rung der Sauerstoff-Oktaeder in LaTiO3 auf den magnetischen Austausch. Wir prasen-
tieren ein lokalisiertes Modell fiir das effektive Hiipfen zwischen nichstbenachbar-
ten Ti-Ionen und die intra-ionischen Coulomb-Wechselwirkungen, auf einem nicht-
entarteten orbitalen Grundzustand gemifl dem statischen Kristallfeld basierend. Letz-
teres entspricht einer orbitalen Ordnung, die kiirzlich experimentell bestitigt wurde.
Mittels Stérungstheorie berechnen wir, zusétzlich zur Heisenberg-Kopplung, antisym-
metrische und symmetrische Anisotropie-Terme des Spin-Hamiltonians fiir den Su-
peraustausch, die durch die Spin-Bahn-Kopplung verursacht werden. Unter Verwen-
dung unseres Superaustausch-Hamiltonians leiten wir die magnetische Ordnung bei
tiefen Temperaturen ab, die wir in guter Ubereinstimmung mit dem Experiment erhal-
ten, und berechnen das Spinwellen-Spektrum. Die berechnete Spinwellen-Dispersion
besteht aus zwei Paaren von quasi-entarteten Zweigen. Das erste Paar weist kleine
Liicken im Brillouin-Zonenzentrum auf und befindet sich in guter Ubereinstimmung
mit Neutronenstreuungs-Experimenten. Das zweite Paar besitzt erhebliche Liicken im
Zonenzentrum und ist noch nicht per Neutronenstreuung detektiert worden, jedoch
befinden sich diese Liicken in befriedigender Ubereinstimmung mit aktuellen Raman-
Daten.

Wir wenden unsere Methode auch auf YTiO3 an. Wahrend die Heisenberg-Kopplun-
gen, die wir hierfiir berechnen, sich fiir bestimmte Ti-Ti-Bonds als unrealistisch her-
ausstellen, sind die berechneten anisotropen Kopplungen moglicherweise realistisch.
Unter Verwendung einer Kombination der berechneten anisotropen Kopplungen mit
aus dem Experiment abgeleiteten Heisenberg-Kopplungen berechnen wir den klassi-
schen magnetischen Grundzustand von YTiOs, den wir in guter Ubereinstimmung mit
dem Experiment erhalten, und das Spinwellen-Spektrum. Wir erhalten vier hochgra-
dig nichtentartete Spinwellen-Zweige. Die berechnete Spinwellen-Mode mit der klein-
sten Liicke im Zonenzentrum befindet sich in befriedigender Ubereinstimmung mit
Neutronenstreuungs-Daten. Die drei Moden mit héheren Energien sind experimentell
noch nicht detektiert worden.



Kapitel 1
Einfiihrung

Ubergangsmetalloxide mit Perowskit-Struktur rufen bis heute in der Grundlagenfor-
schung auf dem Gebiet der Festkorperphysik grofies Interesse hervor, denn sie stellen
Prototypsysteme fiir zum Teil spektakuldre Mechanismen dar, die mit der Kopplung
der elektronischen Freiheitsgrade der Ladung, des Spins und der orbitalen Besetzung
zusammenhéngen und fiir die das theoretische Versténdnis oft liickenhaft ist. Das gilt
vor allem fiir die letzten drei der im folgenden genannten vier beispielhaften Phino-
mene, die in stark korrelierten Systemen auftreten: Supraleitung in halbleitenden Pro-
ben des kubischen Perowskits SrTiOs [1], Hochtemperatur-Supraleitung in geschich-
teten Perowskit-Kupraten [2] und kolossaler negativer Magnetowiderstand bei Raum-
Temperatur sowie die Beobachtung eines durch ein externes Magnetfeld induzierten
strukturellen Phaseniibergangs in La;_,D,MnOj3 (D=Ca, Sr, Ba) [3,4].

Gegenwirtig gelten Titanat-Verbindungen als Schliisselmaterialien, um die Kopp-
lung zwischen magnetischen Freiheitsgraden und Orbitalen in stark korrelierten Elek-
tronensystemen zu verstehen [5], und haben dementsprechend eine rege Forschungsté-
tigkeit ausgelost.

Die in der vorliegenden Arbeit behandelten orthorhombischen Perowskite und Mott-
Isolatoren LaTiO3; und YTiO3 haben in den letzten Jahren durch den fiir undotierte
Isolatoren neuartigen Vorschlag eines orbitalen Fliissigkeitszustands [6], vor allen Din-
gen fiir ersteres System, verstirkte Beachtung gefunden. Dieses prinzipiell vielverspre-
chende Modell, das auf der Grundannahme eines entarteten orbitalen Grundzustands
basiert, enthélt eine Reihe zweifelhafter Details, die zum einen die Anwendung auf
die Titanate und zum anderen das Modell selbst betreffen. Zur SchlieBung der Liicken
beizutragen, die es im Verstidndnis der Titanate beziiglich der orbitalen Konfiguration
und ihres Zusammenhangs mit den magnetischen Eigenschaften gibt, ist die Zielsetzung
dieser Arbeit.

Wir untersuchen eine Gegenperspektive zum orbitalen Fliissigkeitsmodell, ndmlich
die Auswirkung der experimentell beobachteten Jahn-Teller-Verzerrung der Sauerstoff-
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Oktaeder auf den magnetischen Austausch zunéchst im Antiferromagneten LaTiOs.
Wir prisentieren ein lokalisiertes Modell fiir das effektive Hiipfen zwischen néchstbe-
nachbarten Ti-Ionen und die On-site-Coulomb-Wechselwirkungen, auf einem nichtent-
arteten orbitalen Grundzustand gemifl dem statischen Kristallfeld basierend. Dieser
Grundzustand entspricht einer orbitalen Ordnung, die kiirzlich experimentell bestétigt
wurde. Mittels Storungstheorie berechnen wir, zusétzlich zur Heisenberg-Kopplung,
antisymmetrische (Dzyaloshinskii-Moriya-) und symmetrische Anisotropien des Spin-
Hamiltonians fiir den Superaustausch, die durch die Spin-Bahn-Kopplung hervorgeru-
fen werden. Mittels unseres Superaustausch-Hamiltonians schliefen wir auf die mag-
netische Ordnung bei niedrigen Temperaturen, in guter Ubereinstimmung mit dem
Experiment. Auf der Basis des Superaustausch-Hamiltonians und der magnetischen
Ordnung berechnen wir die Spinwellendispersion, die in vielen Punkten ebenfalls gute
Ubereinstimmung mit dem Experiment zeigt.

Die identische Raumgruppe von LaTiO3 und YTiO3 und die Tatsache, daf} in beiden
Systemen die Ti-Ionen im Grundzustand ein Elektron in der 3d-Schale besitzen, gestat-
ten es, den in dieser Arbeit zunéchst fiir LaTiO3 entwickelten Formalismus auch auf das
ferromagnetische Referenzsystem YTiOj3 anzuwenden. Dieses Vorgehen schliefit eben-
falls eine orbitale Ordnung ein, die experimentell klar bestéitigt worden ist. Wir nehmen
vorweg, dafl es sich fiir YTiO3 aufgrund des dort im Vergleich zu LaTiOj3 stirkeren
Wettbewerbs zwischen ferromagnetischen und antiferromagnetischen Beitrigen zum
Heisenberg-Austausch als problematisch herausstellt, die Heisenberg-Kopplung mit den
von uns vorgenommenen Niherungen, insbesondere der von uns verwendeten Ordnung
der Storungstheorie, realistisch zu berechnen. Ein solches Problem bei YTiOj ist bereits
mehrfach in der Literatur beschrieben worden [7,8], bezieht sich allerdings nicht not-
wendigerweise auf die von uns berechneten anisotropen Superaustausch-Kopplungen,
iiber die wie in LaTiO3 auch in YTiOg3 bisher wenig bekannt war. Kombinieren wir diese
mit experimentell bekannten Heisenberg-Kopplungen, kénnen wir auch fiir YTiOj3 die
magnetische Ordnung in recht guter Ubereinstimmung mit dem Experiment bestim-
men. Ebenfalls konnen wir einen bereits per Neutronenstreuung gemessenen Zweig der
Spinwellendispersion reproduzieren.

1.1 L&TiOg

In den Siebziger Jahren wurde das orthorhombische Perowskit LaTiOjs als typisches
Beispiel fiir einen antiferromagnetischen Mott-Isolator betrachtet (7 = 146 K) [9]. Der
Grundzustand des Ti-lons ist trivalent mit einem einzelnen Elektron in der 3d-Schale,
d.h. unter Zuordnung formaler Valenzen schreibt sich das System La**Ti**(0?7)s.
LaTiOj erhielt neue Aufmerksamkeit, als von einem geordneten magnetischen Moment
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von 0.45-0.46 up berichtet wurde [10,11]. Dieser Wert ist iiberraschend niedrig fiir ein
einzelnes Elektron mit unterdriicktem orbitalem Moment, fiir das man 1 ug erwartet
hitte. In LaTiO3 konnte dieser Wert um etwa 15.6 % reduziert werden durch Quanten-
Fluktuationen des dreidimensionalen Heisenberg-Modells [12,13] und um weitere 14.1 %
durch die on-site wirkende Spin-Bahn-Kopplung (in Verbindung mit dem Kristallfeld,
s.u.), was zu einer Gesamt-Abschéitzung von 0.72 ugp fiihrt.

Ein fritherer Versuch, das unerwartete Ergebnis fiir das geordnete magnetische Mo-
ment zu erkliren, vernachléssigte die Jahn-Teller-Verzerrung der Sauerstoff-Oktaeder
in LaTiO3 und nahm an, die Symmetrie des Kristalls sei strikt kubisch. In einer solchen
Situation ist der ¢5,-Grundzustand des Ti-Ions dreifach entartet und das orbitale Mo-
ment nicht unterdriickt. Auf dieser Grundlage wurde vorgeschlagen, LaTiO3 als eine
orbitale Fliissigkeit zu betrachten, um die Reduktion des geordneten Moments durch
orbitale Fluktuationen zu erkléren [6].

Jedoch weisen neuere Experimente deutlich auf die Wichtigkeit der Jahn-Teller-
Verzerrung in LaTiOg hin und ermdglichen es insbesondere, auf der Grundlage ak-
tueller Strukturdaten [14] die Aufspaltung abzuschitzen, die diese Verzerrung in den
t9g-Niveaus hervorruft: Es gibt eine Kristallfeld-Liicke von etwa 0.21-0.24 eV zwischen
dem nicht-entarteten Grundzustand und dem néchsten angeregten Niveau [15]. Dieser
Wert ist konsistent mit einer Studie der Photoelektronen-Spektroskopie [16] und liegt
mindestens eine Groflenordnung iiber jedweder Superaustausch-Energie in LaTiO3 [17].
(Ein Vergleich der optischen Leitfihigkeit und von Raman-Daten zeigt, daf8 die nied-
rigste orbitale Anregung um etwa 0.25eV zentriert ist [18]. Dieser Wert befindet sich
in guter Ubereinstimmung mit der o.g. Abschiitzung der Kristallfeld-Aufspaltung.)
Daher wird die orbitale Ordnung bei niedrigen Temperaturen nicht durch den Super-
austausch hervorgerrufen. Vielmehr ist der orbitale Freiheitsgrad durch das Kristallfeld
eingefroren. Das Szenario unterdriickter orbitaler Fluktuationen ist auch durch eine ak-
tuelle LDA+DMFT-Studie bestéitigt worden [19]. Die Annahme in Referenz [8], dafl
die Kristallfeld-Aufspaltung, der Superaustausch und die Spin-Bahn-Kopplung alle die-
selbe Groflenordnung besitzen, ist inkonsistent mit der Photoelektronen-Spektroskopie
nach Referenz [16]. Zudem wurde fiir das geordnete Moment kiirzlich iiber einen héhe-
ren Wert (0.57 ug) berichtet als zuvor [14], was die Diskrepanz zwischen Experiment
und Theorie (die 0.72 up ergibt) verringert.

Der Jahn-Teller-Effekt in LaTiO3 wird eher durch die Verdrehung der Ti-O-Bonds
gegeneinander verursacht (d.h. durch Unterschiede zwischen den O-O-Bondléngen) als
durch Unterschiede zwischen den Ti-O-Bondléngen [14]. Das nichtentartete Grundzu-
standsorbital, das wir in der vorliegenden Arbeit berechnen, ist konsistent mit der or-
bitalen Ordnung, die mittels Messungen der nuklearen magnetischen Resonanz (NMR)
des Ti-3d-Quadrupol-Moments gefunden wurde [20]. Auf das Vorhandensein der orbi-
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talen Ordnung bei niedrigen Temperaturen wurde auch mittels Messungen der dielek-
trischen Eigenschaften und der dynamischen Leitfihigkeit geschlossen [21]. Umgekehrt
wurde ein orbitaler Beitrag zur spezifischen Wiarme, der vom orbitalen Fliissigkeitsmo-
dell vorhergesagt wird, im Experiment nicht gefunden [22].

Daher ist aus den neueren Experimenten zu schlieflen, dafl das orbitale Fliissigkeits-
modell fiir LaTiO3 nicht angemessen ist. Dariiber hinaus wurde durch exakte Symme-
trieargumente bewiesen, daf der in Referenz [6] benutzte Superaustausch-Hamiltonian
wegen einer versteckten Symmetrie die in LaTiO3 beobachtete magnetische Ordnung
nicht reproduzieren kann [23,24]. Somit ist abgesehen von der Anwendbarkeit des orbi-
talen Fliissigkeitsmodells auf LaTiO3 die in Referenz [6] gemachte schlichte Annahme
problematisch, weil unbewiesen, dafl in einem undotierten Isolator die Koexistenz eines
orbitalen Fliissigkeitszustandes mit magnetischer Ordnung moglich ist.

Ein weiteres Modell zur Erklirung der magnetischen Eigenschaften von LaTiOj
schlug die Aufhebung der ¢;,-Entartung durch das Kristallfeld vor, das von den acht
La-Ionen herriihrt, die jeden Og-Oktaeder umgeben, und zwar unter der Annahme
unverzerrter Oktaeder, d. h. unter Vernachléssigung des Jahn-Teller-Effekts [25]. Dieses
Modell sagt einen realistischen nichtentarteten orbitalen Grundzustand fiir jedes Ti-
Ion voraus [20] und ergibt plausible Werte fiir die Heisenberg-Kopplungen zwischen
néchstbenachbarten Ti-Ionen [17].

Jedoch fehlen zwei Punkte in den Rechnungen aus Referenz [25]. 1. Das Kristall-
feld geméafl den acht La-Ionen, das ein praktisch dquidistantes Aufspaltungsschema
zwischen den drei ?y,-Orbitalen ergibt, ist nur eine erste N&herung des vollen Kri-
stallfeldes gemé&f allen Ionen des Festkorpers. Eine genauere Behandlung des elektro-
statischen Kristallfeldes mithilfe der Madelung-Summe ist zu bevorzugen. Eine ent-
sprechende Rechnung zeigt, dafl der Jahn-Teller-Effekt zu einem nichtentarteten ¢o4-
Grundzustandsorbital und zwei quasi-entarteten angeregten Orbitalen fiihrt. 2. Terme
des Austausch-Hamiltonians, die die Spin-Rotationsinvarianz brechen und die magne-
tische Ordnung verursachen, sind nicht betrachtet worden. Daher ist die Ursache der
magnetischen Ordnung in LaTiOj bisher nicht voll verstanden.

In der vorliegenden Arbeit bauen wir das Modell aus Referenz [25] in verschiedener
Hinsicht aus.

Wir untersuchen ein Modell fiir den Magnetismus von LaTiOs, dessen Ausgangs-
punkt eine Punktladungs-Rechnung fiir das statische Kristallfeld mittels einer vollen
Madelung-Summe iiber den Festkorper ist.

Kapitel 2 beschiftigt sich mit der magnetischen Struktur von LaTiOs. Unter Verwen-
dung der aktuellsten Strukturdaten fiir niedrige Temperaturen und einer Slater-Koster-
Parametrisierung des Ti-O-Hiipfens berechnen wir eine effektive Hiipfmatrix zwischen
den d-Orbitalen ndchstbenachbarter Ti-Ionen. Wir behandeln dieses Ti-Ti-Hiipfen und
die on-site wirkende Spin-Bahn-Kopplung als Stérungen und berechnen stérungstheore-
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tisch die Superaustausch-Kopplungen zwischen den nichtentarteten Kristallfeld-Grund-
zustinden der Ti3*-Tonen. Bei der Behandlung der Ti?*-Ionen, die als Zwischenzustéin-
de der Austauschprozesse auftreten, beriicksichtigen wir die vollen On-site-Coulomb-
Korrelationen mittels Slater-Integralen und diagonalisieren den Coulomb- und den
Kristallfeld-Anteil des Hamiltonians gemeinsam. Die Spin-Bahn-Kopplung ruft anti-
symmetrische und symmetrische Anisotropien im Spin-Hamiltonian hervor. Wir be-
rechnen den isotropen Anteil der Austauschkopplung und beide Arten von Anisotro-
pien in jeweils fiihrender Stérungsordnung. Mithilfe unseres Austausch-Hamiltonians
bestimmen wir den klassischen Grundzustand, der die Richtungen der Spins in der
geordneten Phase ergibt. Diese Grundzustands-Spinstruktur ist ein zentrales Ergebnis
von Kapitel 2. Die experimentellen Daten zeigen eine antiferromagnetische G-Typ-
Ordnung entlang der kristallographischen a-Achse, die von einem kleinen ferromagne-
tischen Moment entlang der c-Achse begleitet ist [14]. Unsere Rechnung reproduziert
diese Ordnung. Zusétzlich erhalten wir ein kleines A-Typ-Moment entlang der b-Achse,
das bisher experimentell noch nicht gemessen wurde.

In Kapitel 3 berechnen wir analytisch das Spinwellenspektrum von LaTiOj3, das sich
aus dem in Kapitel 2 gefundenen magnetischen Grundzustand ergibt. Unter Benutzung
der in Kapitel 2 berechneten Werte fiir die Spin-Kopplungskoeffizienten untersuchen wir
das numerische Verhalten der Spinwellendispersion. Weil die magnetische Einheitszelle
vier Gitterplidtze mit verschiedenen Magnetisierungen enthilt, besteht die Spinwellen-
Dispersion aus vier Zweigen. Im Grenzfall verschwindender Spin-Bahn-Kopplung, kol-
labieren diese vier Zweige in zwei Zweige, eine akustische Mode und eine optische, die
beide zweifach entartet sind. Entsprechend bezeichnen wir die beiden Zweige, die bei
endlicher Spin-Bahn-Kopplung aus den akustischen Wellen (des Grenzfalls verschwin-
dender Spin-Bahn-Kopplung) hervorgehen, als ,akustische Moden“ und die aus den
optischen Wellen hervorgehenden als ,optische Moden“. Im Brillouin-Zonenzentrum
verschwinden die Energien der beiden akustischen Moden nicht, sondern weisen Liicken
von den Stirken 2.7meV und 3.0meV auf. Diese Werte liegen recht nah an der aus
Neutronenstreuung abgeleiteten Liicke von etwa 3.3meV im Zonenzentrum [17]. Zu-
dem sind diese beiden Moden ndherungsweise isotrop in der Brillouin-Zone, wiederum
in guter Ubereinstimmung mit dem Neutronenstreuungs-Experiment [17]. Wir erhalten
das Ergebnis, dafl die optischen Moden quasi-entartet sind mit einer Liicke von etwa
43.3meV im Zonenzentrum. Diese Moden sind — méglicherweise aufgrund technischer
Probleme, auf die wir in Kapitel 3 ndher eingehen werden — bisher noch nicht per Neu-
tronenstreuung gemessen worden. Sie befinden sich aber in (angesichts der vielen Néhe-
rungen, die wir in unserer Rechnung vornehmen, befriedigender) Ubereinstimmung mit
Raman-Daten [26], in denen sich bei niedrigen Temperaturen ein Anregungs-Peak bei
etwa 37meV zeigt, der bei Ty verschwindet.
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1.2 YTiOg

Gegeniiber LaTiOj3 stellt YTiO3 das andere Ende der Dotierungsreihe La; ,Y,TiO3
dar, in deren Verlauf (bei z = 0.6) ein Phaseniibergang von antiferromagnetischer zu
ferromagnetischer Kopplung beobachtet wird [27,28]. Daher ist YTiOj3 ein interessantes
Vergleichssystem zu LaTiO3, um ebenfalls das Vorliegen orbitaler Ordnung geméifl dem
Kristallfeld und deren Zusammenhang mit der magnetischen Austauschkopplung zu
untersuchen.

Die formalen Valenzen von YTiOj sind analog zu LaTiO3, d. h. Y37 Ti3*(0%7);. Dem
kleineren Radius der Y- gegeniiber den La-Ionen entsprechend ist die orthorhombische
Verzerrung gegeniiber der kubischen Perowskit-Struktur in YTiOj3 stérker ausgeprigt
als in LaTiOgs, d.h. die die Ti-Ionen umgebenden Sauerstoff-Oktaeder sind stirker
verdreht und die Ti-O-Ti-Bonds stérker verknickt. Das fiihrt insbesondere zu einer
schwécheren Sauerstoff-vermittelten Hybridisierung zwischen benachbarten Ti-Ionen,
so dafl die Austauschkopplung nicht nur ein anderes Vorzeichen besitzt, sondern auch
deutlich schwicher ist [7]. Die Curie-Temperatur von YTiO3 betrigt Tc = 30 K.

Das geordnete ferromagnetische Moment ist in YTiOj3 nicht in besonderem Mafle re-
duziert und wird mit 0.84 up angegeben [29]. Wihrend beim Ferromagneten YTiO3 im
Gegensatz zum Antiferromagneten LaTiO3 die Reduktion gegeniiber 1 ug durch Quan-
tenfluktuationen entfiillt (bzw. praktisch entfillt, denn es gibt auch geringfiigige anti-
ferromagnetische Kopplungen, s. u.), ergibt eine Abschiitzung des geordneten Moments
unter Beriicksichtigung der Spin-Bahn-Kopplung in Verbindung mit dem Kristallfeld
(s.1.) ein geordnetes Moment von 0.91 g, was sich in hinreichender Ubereinstimmung
mit dem Experiment befindet.

Wihrend YTiOj dieselbe Raumgruppe wie LaTiOs; aufweist, besteht neben der
stiarkeren orthorhombischen Verzerrung ein Unterschied darin, dafl in YTiOj3 die Sauer-
stoff-Oktaeder nicht durch die Verdrehung der Ti-O-Bonds gegeneinander verzerrt sind,
sondern durch eine tetragonale Streckung. Diese Art der Verzerrung fiithrt — in erster
Niaherung des Kristallfelds durch den Anteil, der von den die Ti-Plidtze umgebenden
Sauerstoff-Oktaedern herriihrt — zu einer Aufspaltung der drei ¢5,-Zusténde eines Ti-
Ions in einen zweifach entarteten Grundzustand und einen angeregten Zustand. Die or-
thorhombische Verzerrung, d. h. das Kristallfeld aller Ionen des Kristalls, fiihrt schlief3-
lich zu einem nichtentarteten orbitalen Grundzustand.

Die vom Kristallfeld induzierte orbitale Ordnung von YTiOj ist zunéchst durch
Hartree-Fock- und LDA+U-Rechnungen vorhergesagt worden [30, 31]. Anschliefiend
wurde gezeigt, daf} die entsprechenden Grundzustandsorbitale an den kristallographisch
indquivalenten Ti-Pldatzen mit NMR-Messungen konsistent sind, d. h. diesen nicht wi-
dersprechen [32]. Eine spezielle Neutronenstreuungs-Methode ermdglichte schliefilich
die direkte Beobachtung des orbital geordneten Zustands, die die genannten Vorhersa-
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gen eindeutig bestétigte [33].

Ein storungstheoretischer, lokalisierter Ansatz [34], um die Dotierungen x der Reihe
La; .Y, TiO3 durch die Variierung des Ti-O-Ti-Bondwinkels zu simulieren, hat hinge-
gen Ergebnisse hervorgebracht, die den Experimenten widersprechen, indem fiir nied-
rige Dotierungen (insbesondere fiir LaTiO3) eine vornehmliche antiferromagnetische
Kopplung des A-Typs (statt des beobachteten G-Typs) und fiir alle Dotierungen im
wesentlichen derselbe Typ der orbitalen Ordnung berechnet wird, der bei beiden Endsy-
stemen der Dotierungsreihe deutlich von den oben genannten Experimenten abweicht.
Offensichtlich fehlt in Referenz [34] eine systematische Beriicksichtigung der Kristall-
felder in den verschiedenen Systemen.

Eine zu Referenz [34] komplementére Hartree-Fock-Rechnung [35], die ebenfalls
La;_, Y, TiO3 mithilfe der Variierung des Ti-O-Ti-Bondwinkels betrachtet, leidet unter
dhnlichen Problemen wie Referenz [34], mit den Unterschieden, daf fiir LaTiO3 sogar
eine vornehmlich ferromagnetische Kopplung berechnet, allerdings das Grundorbital
fiir YTiO3 etwas realistischer bestimmt wird als in Arbeit [34].

In Referenz [7] wird gezeigt, dal in einer Modellrechnung in zweiter Ordnung Sto-
rungstheorie beziiglich des Ti-Ti-Hiipfens — mithilfe eines zu Referenz [6] fiir LaTiO3
analogen Hamiltonians unter der Annahme kubischer Symmetrie, die eine dreifache or-
bitale Grundzustandsentartung impliziert — die orbitale Ordnung geméfl den Referen-
zen [30-33] mit der Isotropie des per Neutronenstreuung gemessenen Spinwellenspek-
trums und den entsprechend isotropen Heisenberg-Kopplungen inkonsistent ist und
stattdessen stark anisotropen Heisenberg-Kopplungen entspricht. Zur Erkldrung die-
ser Diskrepanz werden orbitale Nullpunkts-Schwankungen vorgeschlagen. Offensicht-
lich handelt es sich bei dieser Diskrepanz jedoch weniger um einen Einwand gegen die
experimentell beobachtete orbitale Ordnung, sondern um ein Problem, den magneti-
schen Austausch in YTiOj3 in niedriger Ordnung Stérungstheorie zu beschreiben (als
ein weiteres Problem stellt es sich bei YTiO3 im Gegensatz zu LaTiOjs heraus, die
tog-Aufspaltungssignatur des Kristallfelds ohne Beriicksichtigung von Kovalenzeffekten
realistisch zu beschreiben). Wir kommen auf diese Frage zuriick, wenn wir die bereits
erwahnte, sich auch in unserer Rechnung herausstellende Schwierigkeit diskutieren,
die aus dem Spinwellenspektrum fiir YTiO3 abgeleiteten Heisenberg-Kopplungen zu
reproduzieren.

Auch die Referenzen [8,34] erhalten fiir YTiOj3 eine deutliche Anisotropie der Aus-
tauschkopplungen, allerdings bei Referenz [8] wie fiir das ebenfalls dort behandelte
LaTiO3 unter der Annahme, daf} die Kristallfeldaufspaltung, die Spin-Bahn-Kopplung
und der Superaustausch dieselbe energetische Gréflenordnung besitzen. Wir nehmen
vorweg, dal nach unserer Kristallfeldrechnung ein nichtentarteter orbitaler Grundzu-
stand vorliegt, der sich in Ubereinstimmung mit dem Experiment befindet [32, 33].
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Dieser Grundzustand ist nach unserer Abschéitzung in etwas schwiicherer Weise als bei
LaTiO3, ndmlich bei YTiO3 um etwa 0.15eV, vom niedrigsten angeregten Zustand
separiert. Bei Y'TiOj liegt diese Kristallfeldliicke eine Grofenordnung iiber dem Spin-
Bahn-Kopplungsparameter und mehr als eine Gréfienordnung iiber den Heisenberg-
Kopplungen [7]. Ein Vergleich der optischen Leifihigkeit und von Raman-Daten zeigt
bei YTiO3, dafl die niedrigste orbitale Anregung um etwa 0.2-0.25 eV zentriert ist [18];
die Ubereinstimmung mit unserer Abschiitzung ist hier nicht ganz so iiberzeugend wie
im Fall von LaTiOj; (hierauf kommen wir spéter genauer zu sprechen). Im Gegensatz zu
LaTiOj ist fiir YTiOg3 ferner keine Photoelektronen-spektroskopische Untersuchung be-
kannt, die ebenfalls Aufschluf} iiber die Grofle der Kristallfeldaufspaltung geben kénnte
(allgemein 148t sich feststellen, dafi die Literatur zu YTiOs weniger umfangreich ist als
zu LaTiO3). Dennoch wird auch fiir YTiO3 der o.g. Ansatz aus Referenz [8] nicht
realistisch sein, weil er die Grofle der Kristallfeldaufspaltung erheblich unterschétzt.

Weitere, auf der Annahme eines dreifach entarteten ¢5,-Grundzustands der Ti-Ionen
in YTiO3 basierende Rechnungen [36,37] konnen die experimentell beobachtete orbitale
Ordnung nicht reproduzieren.

Nach der LDA+DMFT-Studie [19], die neben LaTiO3 auch YTiO3 behandelt, sind
orbitale Fluktuationen in YTiO3 noch stirker unterdriickt als in LaTiO3, was mit unse-
rer jeweiligen Abschétzung der geordneten magnetischen Momente gemafl Spin-Bahn-
Kopplung, Kristallfeld und ggf. Quantenfluktuationen des dreidimensionalen Heisen-
berg-Antiferromagneten konsistent ist. Das Grundzustandsorbital gemifl Referenz [19]
befindet sich in grober Ubereinstimmung mit dem Experiment.

Wie fiir LaTiO3 ist im iibrigen bisher fiir YTiO3 keine Berechnung anisotroper
Spinkopplungen bekannt, die die magnetische Ordnung bestimmen, sondern allein ei-
ne Abschitzung einer symmetrischen Anisotropie aus einem Fit an die experimentell
beobachtete Spinwellendispersion [7].

Neben der Tatsache, daBl YTiOs aufgrund seiner experimentell bekannten Eigen-
schaften ein interessantes Vergleichssystem zu LaTiOjs darstellt, liefern die genann-
ten Schwierigkeiten, sowohl die orbitale Konfiguration als auch den Magnetismus von
YTiOj3 in einem konsistenten Modell zu beschreiben, fiir uns eine weitere Motivation,
auch dieses System zu untersuchen. Weil dieselbe Raumgruppe und dieselben formalen
Valenzen vorliegen, ist es ohne weiteres méglich, die Rechnungen, die in den Kapiteln
2 und 3 der vorliegenden Arbeit zunéchst fiir LaTiOs entwickelt werden, auf YTiO3
zu iibertragen (das gilt iibrigens nicht im Fall nichtganzzahliger Dotierungen z fiir
La;_, Y, TiO3, weil dann die lokale Struktur ungeordnet und unbekannt ist). Auf YTiO3
wenden wir unser Modell in Kapitel 4 an, das beginnend mit der Kristallfeld-Rechnung
iiber die Berechnung der Austausch-Kopplungen zur magnetischen Ordnung des klas-
sischen Grundzustands fiihrt, und in Kapitel 5, das sich mit der daraus resultierenden
Spinwellendispersion beschéftigt.
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Wie bereits erwdhnt, ist es mit der von uns benutzten Methode nicht méglich,
den in YTiO3 im Gegensatz zu LaTiOs starken Wettbewerb zwischen ferromagneti-
schen und antiferromagnetischen Beitrdgen zum Heisenberg-Austausch fein genug auf-
zulésen, um realistische Heisenberg-Kopplungen berechnen zu kénnen. Unser Rechen-
ergebnis ist vielmehr eine mit dem Experiment [7] unvertrigliche A-Typ-Kopplung,
die ferromagnetisch in den kristallographischen ab-Ebenen und antiferromagnetisch
zwischen diesen Ebenen ist. Dieses unrealistische Ergebnis muf) sich allerdings nicht
zwangslaufig auf die berechneten anisotropen Spin-Kopplungen beziehen. (Eine syste-
matische Abschéitzung der Konvergenz der Stérungsentwicklung ist bei YTiO3 beson-
ders schwierig, allerdings ist es z. B. anhand von Kupraten bekannt, daf§ stérungstheo-
retische Methoden, die nur die niedrigste nichttriviale Ordnung des Hiipfens zwischen
magnetischen Ionen betrachten, unrealistische Heisenberg-Kopplungen, aber realisti-
sche anisotrope Spin-Kopplungen ergeben koénnen [38].) Daher untersuchen wir die
Konsequenzen fiir die magnetische Ordnung und das Spinwellenspektrum, die sich
ergeben, wenn wir die von uns berechneten anisotropen Spin-Kopplungen mit aus
Neutronenstreuungs-Experimenten [7] abgeleiteten, in und zwischen den ab-Ebenen
ferromagnetischen Heisenberg-Kopplungen von etwa 3 meV kombinieren.

Die Berechnung der anisotropen Spin-Kopplungen ist somit das zentrale Ergebnis
von Kapitel 4. Ahnlich zu LaTiOs zeigen die experimentellen Daten zur magnetischen
Ordnung eine antiferromagnetische G-Typ-Ordnung entlang der kristallographischen
a-Achse, eine antiferromagnetische A-Typ-Ordnung entlang der b-Achse und ein ferro-
magnetisches Moment entlang der c-Achse, wobei hier allerdings die ferromagnetische
Ordnung dominiert. Mithilfe unserer anisotropen Spin-Kopplungen kénnen wir dieses
Ordnungsschema gut reproduzieren. Das ist eine erste nichttriviale Konsequenz der
berechneten anisotropen Spin-Kopplungen, so dafi diese realistisch sein konnten, denn
bei beliebigen Anisotropien im Spin-Hamiltonian konnte das ferromagnetische Moment
auch entlang der a- oder b-Achse orientiert sein. Ein weiteres in nichttrivialer Wei-
se realistisches Ergebnis der beschriebenen Berechnung des klassischen magnetischen
Grundzustands ist die Tatsache, dafl wir die experimentell bestimmten Verkantungs-
Winkel zwischen den Spins im magnetisch geordneten Zustand auch quantitativ gut
reproduzieren kdonnen.

Die auf dem klassischen magnetischen Grundzustand basierende Berechnung des
Spinwellenspektrums in Kapitel 5 zeigt ein Ergebnis, daf§ in stirkerem Mafle als bei
LaTiO3 von dem experimentell bisher Bekannten abweicht bzw. dariiber hinausgeht.
Wir erhalten vier in deutlicher Weise nichtentartete Zweige der Spinwellen-Dispersion,
von denen ein Zweig, den wir als akustischen Zweig bezeichnen, eine sehr kleine Liicke
im Brillouin-Zonenzentrum aufweist und (wenn auch quantitativ nicht ganz so gut wie
die zwei akustischen Zweige, die wir fiir LaTiO3 berechnen) einen per Neutronenstreu-
ung gemessenen Zweig der Spinwellen-Dispersion reproduziert, der ndherungsweise iso-
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trop in der Brillouinzone ist und in der Zonenmitte eine verschwindende bis sehr kleine
Liicke aufweist, deren Obergrenze mit 0.3 meV angegeben wird [7]. Die {ibrigen drei
berechneten Zweige sind, da sie allesamt merkliche Liicken im Zonenzentrum besitzen,
optischer Natur und bisher weder per Neutronen- noch per Raman-Streuung im Expe-
riment beobachtet worden. Wie bei LaTiO3; kommen auch hier technische Griinde als
Erkldrung infrage. Mehr noch als bei LaTiOj stellen die berechneten optischen Zweige
der Spinwellen-Dispersion eine neue Vorhersage fiir zukiinftige Experimente dar.



Kapitel 2

Die magnetische Struktur
von LaTiOg

Im kommenden Abschnitt prasentieren wir die Details unseres Modells fiir LaTiOs.
Dieser Abschnitt enthélt eine Beschreibung des orbitalen Grundzustands, der aus un-
serer Modellvorstellung resultiert, und den Modell-Hamiltonian, der darauf basiert
(Abschnitte 2.1.1 und 2.1.2). Im Anschlufl daran diskutieren wir bestimmte Effek-
te, die in LaTiOj existieren, aber nicht in unserer stérungstheoretischen Berechnung
des Superaustauschs enthalten sind. Der erste Effekt ist die Ti-O-Hybridisierung oder,
mit anderen Worten, die Auswirkung des kovalenten Kristallfelds (Abschnitt 2.1.3).
Diese Hybridisierung fiihrt zu einer Mischung von Ti** und Ti?** im Grundzustand.
Insbesondere zeigen wir in Abschnitt 2.1.3, da8 die Nichtberiicksichtigung dieser Hy-
bridisierung die Grundannahmen unseres Modells nicht ernsthaft beeintréchtigt. Als
néchstes diskutieren wir die Stirke des geordneten magnetischen Moments (Abschnitt
2.1.4). Wie wir zeigen, reduziert eine Kombination des statischen Kristallfelds und der
Spin-Bahn-Kopplung an jedem Platz das Moment um etwa 14.1 %. Wir erhalten auch
das Ergebnis, dafl das kovalente Kristallfeld gemafl der Ti-O-Hybridisierung sowohl zu
Spin-0- als auch Spin-1-Ti?*-Zustinden fiihrt. Fiir die Modellparameter, die wir benut-
zen, kommen wir zu dem Resultat, dafl gemafl dem kovalenten Kristallfeld das geord-
nete magnetische Moment um etwa 0.5 % reduziert wird. Weil das Moment auch von
anderen Faktoren beeinflufft wird (z.B. Quantenfluktuationen) und weil die Beriick-
sichtigung all dieser Faktoren in der von uns durchgefiihrten Rechnung sehr kompliziert
ist, entscheiden wir uns dazu, uns auf die magnetische Struktur im Grundzustand zu
konzentrieren und die Diskussion der Stirke des geordneten Moments zukiinftigen Ar-
beiten zu iiberlassen. Die Tatsache, dafl unser Modell die beobachtete magnetische
Struktur reproduziert, ergibt eine weitere Bestédtigung dafiir, dafl LaTiO3z nicht durch
ein orbitales Fliissigkeitsmodell beschrieben wird.

Abschnitt 2.1 schlielen wir mit einem detaillierten Vergleich unseres Modells mit an-
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deren Rechnungen fiir LaTiO3 ab (Abschnitt 2.1.5). Abschnitt 2.2 beschéftigt sich mit
der Storungsentwicklung, die den mikroskopischen Spin-Hamiltonian fiir den Super-
austausch ergibt. In Abschnitt 2.3 diskutieren wir den makroskopischen magnetischen
Hamiltonian und die daraus resultierende magnetische Ordnung des klassischen Grund-
zustands.

2.1 Das Modell

2.1.1 Das Kristallfeld

Die Einheitszelle von LaTiOj3 enthélt vier Ti-lonen, sieche Abb. 2.1 und Tabelle 2.1.
Die strukturellen Daten aus Referenz [14] (bei T=8 K gemessen) sind in Tabelle 2.2
angegeben. Der Kristall hat die Symmetrie der Raumgruppe Pbnm (Nr. 62 in Referenz
[39]). Die Symmetrien dieser Raumgruppe sind in Tabelle 2.3 angegeben. Sind die
Positionen jeweils eines La-, Ti-, O1- und O2-Ions gegeben (siehe Tabelle 2.1), folgen die
Positionen aller anderen Ionen in der Einheitszelle aus den Raumgruppen-Symmetrien.
Um diese Symmetrien komfortabel handhaben zu konnen, benutzen wir in unserer
Rechnung die orthorhombische Orthonormal-Basis [40] fiir die Ti-d-Orbitale

o), [22%), |y2), [02), |2* = 7)), (2.1)

wobei die z-, y- und z-Achsen den kristallographischen a-, b- und c-Achsen entsprechen.
In einem kubischen Perowskit wéren die ersten beiden Orbitale die e,-Orbitale und die
drei anderen die to,-Orbitale. [Die hiufig benutzte pseudokubische Basis fiir die d-
Orbitale erhdlt man aus (2.1) durch Rotation der z- und y-Achsen um 45° um die
z-Richtung.|

Unter Verwendung der Strukturdaten aus Tabelle 2.2 bestimmen wir das Spektrum
und die Eigenzustéinde des Ti-Ions am Platz (0,1/2,0) in einer Punktladungsrechnung
fiir den statischen Kristallfeld-Hamiltonian. In dieser Rechnung ist die volle Madelung-
Summe iiber den Kristall enthalten (diese wird als Ewald-Summe ausgewertet, siehe
Anhang A), und es tritt das zweite Moment <7’2> sowie das vierte Moment <T4> des
effektiven ionischen Radius des Ti**-Ions auf. Wir verwenden die Werte (r?) = 0.530 A2
und (r*) = 0.554 A* [41]. Die Ergebnisse der Kristallfeld-Rechnung, die in Tabelle 2.4
angegeben sind, zeigen ein typisches Jahn-Teller-¢,,-Aufspaltungsschema, wobei ein
nichtentarteter Grundzustand klar von zwei quasi-entarteten angeregten Zustidnden
separiert ist.

Die orbitale Ordnung gemafl dem statischen Kristallfeld ist in Abb. 2.2 gezeigt. Das
Grundzustandsorbital ist im wesentlichen gegeben durch

|0) ~ 0.770]yz) & 0.636|z” — y*). (2.2)
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Abbildung 2.1: Die kristallographische Struktur von LaTiOs (und YTiOs, siehe Kapitel 4/5). Die x-,
y- und z-Achsen entsprechen den kristallographischen a-, b- und c-Achsen. Die zehn Ti-Ionen, die die
2wélf indquivalenten Nichstnachbar-Ti- Ti-Bonds bilden, sind numeriert. Der Ubersichtlichkeit halber
sind nur Sauerstoff-Oktaeder abgebildet, die vier Ti-Plitze umgeben. La-(Y-)Ionen aus zwei Schichten
sind als kleine Kugeln abgebildet. (Zum Beispiel sind die Plitze 2 und 6 durch Bravais- Translationen
ineinander iberfihrbar, aber der Bond 61 geht aus dem Bond 12 durch eine Gleitspiegelung hervor, so
daf die effektive Hiipfmatriz fiir den Bond 16 verschieden von derjenigen fiir den Bond 12, ndmlich die
transponierte Matrix ist, siehe Tabelle 2.5.) Wir erldutern an dieser Stelle auch, wie die orthorhom-
bische Perowskitstruktur von LaTiOs und YTiOs aus der idealen, kubischen hervorgeht. Im letzteren
Fall hat man fiir die Notation aus Tabelle 2.1 a =b = ¢/v/2, (zgg, Yrg) = (0,0), (zo1,¥01) = (0,1/2),
(Zo9, Y02, 202) = (1/4,1/4,0) — d. h. insbesondere liegen regulire Sauerstoff-Oktaeder und gerade Ti-
O-Ti-Bonds vor —, und die Einheitszelle enthilt ein Ti-Ion. Die (entsprechend in bzw. zwischen den
Ebenen alternierenden) Rotationen der reguliren Sauerstoff-Oktaeder um die y-Achse (Verkippung um
einen Winkel ©) und die z-Achse (um den Winkel ®) bezeichnet man als GdFeOs-Verzerrung. Diese
fihrt zur orthorhombischen Symmetrie sowie der Vervierfachung der Einheitszelle und beinhaltet die
Relation a < b. Die Verdrehung der Ti-O-Bonds gegeneinander, die die Sauerstoff-Oktaeder verzerrt,
fihrt in LaTiOz zur Anomalie a > b [14]. In YTiOs, das ebenfalls die Raumgruppe Pbnm besitzt, liegt
eine andere Art der Verzerrung der Sauerstoff-Oktaeder vor und man hat a < b. Ferner ist dort die or-
thorhombische Verzerrung stirker ausgeprdgt als in LaTiOs; fir die von uns benutzten Strukturdaten
ist fiir LaTiO; © = 13.1°,® = 9.6° und fir YTiO; © = 20.0°,® = 15.1°.



20

2 Die magnetische Struktur von LaTiOg

Tabelle 2.1: Parametrisierung der Einheitszelle (Raumgruppe Pbnm ) in Einheiten der Gitterkonstan-
ten a,b,c.

La | (zgg; Yre, 1/4), (1/2 — 2ge, 1/2 + yre, 1/4),
(—%re, —Yri 3/4), (1/2+ Tpp, 1/2 — ygp, 3/4)
(0,1/2,0),(1/2,0,0),(0,1/2,1/2),(1/2,0,1/2)
(xOh You:s 1/4)7 (1/2 — o1, 1/2 + You:s 1/4)7
(=Zo1, =Y01,3/4), (1/2 + 251, 1/2 = Y54, 3/4)

02 (3302’ Yo2, ZOQ)’ (‘TOQ’ Yo2, 1/2 - ZOQ);
(
(
(
(
(

Ti
01

—To9: —Yo2, —202)s (—T02: —Yo2, 1/2 + 202),
1/2 = 269, 1/2 4 Yoz, Z02),

1/2 = 269, 1/2 4 Y02, 1/2 — 20),

1/2+ 709, 1/2 = Y02, —202),

1/2+ 2069, 1/2 = Yo, 1/2 + 202)

Dieser Zustand hat niherungsweise die 2z2-Struktur in einem Koordinatensystem,
dessen y- und z-Achsen um +56° um die z-Achse rotiert sind. Das relative Vorzeichen
der Linearkombination alterniert zwischen benachbarten ab-Ebenen gem&fl den Spiegel-
ebenen z = £1/4. In der Pseudospin-Sprache [42] liegt ferro-orbitale Ordnung in den
ab-Ebenen und verkantet antiferro-orbitale Ordnung zwischen den Ebenen vor. Dieser
Grundzustand stimmt perfekt mit dem Experiment iiberein [20]. Der Grundzustand
aus den Referenzen [20] und [25] ist in guter Ndherung gegeben durch

0) = \/g lyz) + \/g 2> — ). (2.3)
~— ~—

0.816 0.577

Tabelle 2.2: Die strukturellen Parameter bei T=8 K [14].

o | 56435A | zo;|0.0813

b 55885 A you | 0.4940

¢ | 79006 A zo,|0.7092

zre | 0.9930 Yoo | 0.2943

yre | 0.0491 zo2 | 0.0428
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Tabelle 2.3: Die Symmetrien der Raumgruppe Pbnm.

Inversionszentren Ti-Pldtze und Mittelpunkte ab-planarer Ti-Plaketten,
d.h. (0,0,0),(1/2,1/2,0) etc.
Spiegelebenen z==+1/4

Gleitspiegelungsebenen

x = £1/4, Translation um (0,1/2,0)

Schraubenachsen

Durch die Inversionszentren, entlang der z-Achse,
Rotation um 180°

Tabelle 2.4: Das statische Kristallfeld fir Ti’* (Platz 1). Spektrum und Eigenzustinde in der or-
thorhombischen Basis fiir die d-Orbitale gemdf8 (2.1) sind angegeben. [Die Eigenenergien E; und die
Matriz W(1), die in Gleichung (C.6) benutzt werden, sind durch das Spektrum bzw. die Koordinaten
der FEigenzustinde definiert, wie sie in dieser Tabelle angegeben sind. Die erste Zeile von W (1) ist der
Koordinatenvektor des Grundzustands etc.]

-0.468 eV

0.035, 0.016, 0.770, -0.035, 0.636

-0.259 eV

0.052, -0.397, 0.088, 0.911, -0.049

-0.239 eV

0.452 eV

0.853, 0.315, —0.197, 0.221, 0.290

0.515 eV

(- )
(- )
(-0.407, 0.035, -0.587, 0.086, 0.693)
( )
(- )

0.319, 0.861, 0.123, 0.336, —0.169

Basis:

zy),  [22%), Jyz),  |a2), |27 —¢)
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Dieser ist praktisch identisch mit unserem Grundzustand:
1(0[0")[* = 99.06 %. (2.4)

Der Grundzustand |0> des Kristallfelds, der an jedem Ti-Platz von einem einzelnen
Elektron besetzt ist, bildet den Ausgangspunkt fiir unser Modell. Die im folgenden be-
schriebene Stérungsrechnung wird durchgefiihrt, um die magnetische Superaustausch-
Kopplung zwischen Ti-Ionen in diesem Zustand zu berechnen.

2.1.2 Der Hamiltonian

Wie in vielen Superaustausch-Rechnungen fiithren wir eine Storungsentwicklung nach
den Hiipfmatrix-Elementen durch, mit dem Ziel, einen effektiven magnetischen Ha-
miltonian zu erhalten, der ausschliefilich die ungestérten Kristallfeld-Grundzustéinde
miteinander verkniipft, was zwei Spin-Zustinden des Elektrons an jedem Ti**-Ion ent-
spricht. Der nichttriviale Beitrag niedrigster Ordnung zu diesem effektiven Hamiltonian
stammt von Termen, die von zweiter Ordnung im effektiven Ti-Ti-Hiipfen sind oder,
dazu dquivalent, von vierter Ordnung im Ti-O-Hiipfen. Die nichsthéhere Ordnung des
Austauschprozesses wire von sechster Ordnung im Ti-O-Hiipfen. Diese Ordnung ist
gegeniiber der vierten Ordnung im Ti-O-Hiipfen um einen Faktor von (2.4/5.5)?=0.19
reduziert (unter Verwendung des grofleren Wertes der zwei Slater-Koster-Parameter,
Vpdo=2.4€eV, und der effektiven Ti-O-Ladungstransferenergie Aeg=5.5€V, s. u.; was den
Heisenberg-Austausch angeht, mufl der genannte Faktor 0.19 separat fiir die ferroma-
gnetischen und antiferromagnetischen Beitrige betrachtet werden, hierauf kommen wir
in Abschnitt 2.2 noch einmal zu sprechen). Man kann die Beitréige niedrigster Ordnung
zum Austausch grundsétzlich mithilfe von virtuellen Zustéinden veranschaulichen, die
entstehen, wenn ein Elektron sich anfangs im Grundzustand des Ti-lons Nr. m befin-
det, iiber das dazwischenliegende Sauerstoff-Ion zu einem benachbarten Ti-Ion Nr. n
hiipft und anschliefflend zuriick zum Platz m tunnelt. Weil an dieser Prozedur nur zwei
Ti-Ionen beteiligt sind (wihrend alle anderen Ti-Ionen in ihrem Grundzustand verblei-
ben), kann die eigentliche Rechnung (ohne jeden Informationsverlust) fiir ein Cluster
durchgefiihrt werden, das zwei Plidtze beinhaltet, d.h. aus den beiden mit m und n
bezeichneten néchstbenachbarten Ti-Ionen besteht.
Der ungestorte Hamiltonian, der auf ein solches Cluster wirkt, ist gegeben durch

wobei HS das statische Kristallfeld bezeichnet und H¢,, die intraionischen Coulomb-
Korrelationen im Fall einer doppelt besetzten d-Schale. Fiir die Stérungsrechnung wird
ein ausgewdhlter Satz von Eigenzustinden und zugehérigen Eigenenergien von H?
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Abbildung 2.2: Die aus dem berechneten Kristallfeld resultierende orbitale Ordnung der Ti-Ionen. (Die
Energieskala des Superaustauschs, der im Prinzip ebenfalls den orbitalen Freiheitsgrad beeinflufien
kénnte, ist etwa eine Griflenordnung kleiner als die Kristallfeld-Liicke.) Die Ordnung ist ferro-orbital
in den ab-Ebenen und verkantet antiferro-orbital zwischen den Ebenen.
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benétigt. In unserem Fall spannen die Eigenzustinde einen Hilbert-Raum auf, der
aus zwei Sektoren besteht. Im ersten, dem Ti*-Sektor, sind beide Ti-Ionen trivalent.
Im zweiten, den wir als Ti’>T-Sektor bezeichnen, ist eines der Ti-Ionen divalent (zwei
d-Elektronen sind an demselben Platz), und das andere ist tetravalent (hat eine leere
d-Schale). Im Grundzustand von H?

0, der zum Ti**-Sektor gehort, sind beide Ti-Ionen

im Einteilchen-Grundzustand von H¢  modulo Spin-Up- oder Spin-Down-Zustand an

jedem Platz. Das fiihrt zu einer vierfachen Entartung des Grundzustands des Clu-
sters. Der vollstindige Ti**-Sektor hat 100 Basiszustinde (die sich aus fiinf orbitalen
und zwei Spinzustiinden je Platz ergeben). Der Ti*"-Sektor hat 90 Basiszustéinde (30
Spin-Triplett- und 15 Spin-Singulett-Zusténde der doppelt besetzten d-Schale sowie ein
Faktor 2, weil jeweils eines der beiden Ti-lonen doppelt besetzt sein kann, wihrend das
andere eine leere d-Schale hat).

Um das Spektrum von H?,  zu berechnen, wenden wir HS auf den Ti**-Sektor und
sowohl HS als auch HE,, auf den Ti2*-Sektor an. HS,, wird mittels der Slater-Integrale
F5 und Fy [43] sowie der effektiven Ti-Ti-Ladungstransfer-Energie Ueg parametrisiert.
Diese Energie beschreibt den energetischen Abstand zwischen dem vierfach entarteten
Grundzustand des Clusters (der dem niedrigsten Niveau des Ti®*-Sektors entspricht)
und dem niedrigsten Niveau des Ti?*-Sektors (in dem HS und HS,, simultan diago-
nalisiert werden). Wir verwenden die Werte F» = 8F,/5 = 8.3eV nach einer atomaren
Hartree-Fock-Rechnung [44] und Ueg = 3.5eV aus einer Analyse der Photoemissions-
spektren sowie Rechnungen im Rahmen eines Clustermodells [45].

Der Stérungsanteil V,,, des Hamiltonians besteht aus einem effektiven Ti-Ti-Tunne-

lungsterm H'"® und der on-site wirkenden Spin-Bahn-Kopplung H=°

Der Tunnelungs-Hamiltonian ist mittels einer effektiven Hiipfmatrix t,,, zwischen den
Ti-Ionen Nr. m und n gegeben,

Hym=> "3 dl.d,, +hc, (2.7)
ijo
wobei dinw (d,,is) €in Elektron mit Spin-z-Komponente ¢ im i-ten Eigenorbital von

HY am Platz Nr.m erzeugt (vernichtet), vgl. die in Tabelle 2.4 angegebenen Orbitale.
Die Spin-Bahn-Kopplung ist gegeben durch

Hso =\ Z lkSk, (28)
wobei 1, den Bahndrehimpuls-Operator fiir das Ti-Ion am Platz k£ bezeichnet, s; den

entsprechenden Spin-Operator und A die Spin-Bahn-Kopplungsstirke. Wir verwenden
den Wert A = 18 meV [25].



2.1 Das Modell

Der dominierende Hiipfprozef zwischen zwei néchstbenachbarten Ti-Ionen wird durch
das Sauerstoff-Ton vermittelt, das den beiden Ti-Plitzen am nichsten liegt. Mit #* be-
zeichnen wir das Hiipfmatrixelement eines Elektrons vom 2p-Orbital Nr. o am Sauerstoff-
Ion in den 3d-Zustand Nr. ¢ des Ti-Ions am Platz m. Das effektive Hiipfen zwischen
den Ti-Ionen wird somit in Stérungstheorie zweiter Ordnung beschrieben durch

» 1 e 3
Ui = = 5 g D" =t (29)

Hier bezeichnet Agg die Ladungstransfer-Energie, die benétigt wird, um ein Elektron
von einem O-Ion zu einem Ti-Ion zu bewegen — im Grundzustand ist die 2p-Schale
jedes O-Tons voll besetzt —, und « bezeichnet eines der p-Orbitale des Sauerstoffs (in
orthorhombischen Koordinaten)

[ [9), |2)- (2.10)

Wir vernachldssigen Verdnderungen dieser Basis, die sich gemidfi dem Kristallfeld
ergeben, weil wir erwarten, daf§ die Kristallfeldaufspaltung klein gegeniiber der Ti-O-
Ladungstransferenergie ist.

Unter Verwendung der Strukturdaten fiir 7=8 K [14] und in Verbindung mit elemen-
taren geometrischen Uberlegungen kénnen die Ti-O-Hiipfamplituden durch die Slater-
Koster-Parameter V,q, und V4, ausgedriickt werden [46]. Wir verwenden die Werte
Vipde = —2.4eV, Vygr = 1.3eV und Ay = 5.5eV [25,45] in Verbindung mit Gleichung
(2.9), um die effektiven Hiipfmatrizen bezogen auf die Einheitszelle zu berechnen (bei
den Slater-Koster-Parametern handelt es sich um mithilfe von LDA-Rechnungen ge-
geniiber dem Ergebnis der herkémmlichen Formel [46] modifizierte Werte). Die Ergeb-
nisse sind in Tabelle 2.5 angegeben, die auch die Symmetrieeigenschaften der Hiipfma-
trizen fiir verschiedene Bonds enthilt. Aus den vier indquivalenten Ti-Plitzen der Ein-
heitszelle gehen zwolf Nachstnachbar-Ti-Ti-Bonds hervor, die kristallographisch indqui-
valent sind, d. h. die nicht durch Bravais-Translationen auseinander hervorgehen. Diese
Bonds verbinden die in Abb. 2.1 numerierten zehn Ti-Ionen. Mittels der Symmetrie-
operationen der Raumgruppe Pbnm kénnen die acht effektiven Hiipfmatrizen zwischen
Ti-Ionen, die zu derselben ab-Ebene gehoren, und die vier Matrizen fiir Ti-Ti-Bonds
entlang der c-Richtung durch je eine Matrix ausgedriickt werden. Zum Beispiel sind
alle zwolf Hiipfmatrizen durch die zwei Matrizen fiir die Ti-Ti-Bonds mn = 12 (planar)
und mn = 13 (inter-planar) gegeben.

Trotz der unterschiedlichen Art der orbitalen Ordnung innerhalb der ab-Ebenen
(ferro-orbital) und zwischen ihnen (antiferro-orbital) sind die Hiipfamplituden zwischen
den Kristallfeld-Grundzustinden in und zwischen den Ebenen von derselben Gréfien-
ordnung, d. h. es gilt grob [¢93] & [t%9]. In strikt kubischer Symmetrie sind diese Betriige
gleich (sieche Anhang B). Die Verkippung der Sauerstoff-Oktaeder um die b-Achse, die
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Tabelle 2.5: Die effektiven Ti-Ti-Hiipfmatrizen fir die d-FEigenorbitale des Kristallfelds aus Tabelle
2.4; die Werte sind in eV angegeben. Die Zeilen und Spalten sind angeordnet beginnend mit dem
Grundzustand des Kristallfelds (Index 0), fortfahrend mit dem ersten angeregten Zustand (Index 1)
etc. Die Matriz t13 ist symmetrisch entsprechend der Spiegelebene z = 1/4. Weil die Hipfmatrizen
beziiglich der Kristallfeld-FEigenzustinde angegeben sind, ist ihre Abhdngigkeit von den Bonds besonders
einfach. [Wiirden wir im Gegensatz dazu die orthorhombische Basis (2.1) benutzen, wiirde sich z. B.
ti6 von t1a zusdtzlich durch Minuszeichen in manchen Eintrdgen unterscheiden.]

Planar

lyg = tie‘ =tg5 = 1%5 =13y = tés =1y = té?

[ _0.198 —0.155 —0.052 —0.022  0.016 |
0.109 0.133 0.022 —-0.089  0.135
= | —-0.114 0.167 -0.188 —0.098  0.193
-0.021  0.088 —-0.235 0.579 —0.710
0.010 —0.019 -0.003  0.089 —0.121 |

Inter-planar

big = toy = Tg9g = 1439
[ 0178 0.047 —0.143  0.010  0.020 |
0.047 0244 0072 0135 0.224
= | —0.143 0072 0.146 —0.008 —0.057
0.010 0.135 —0.008 —0.112 —0.312

0.020 0.224 -0.057 -0.312 —0.812
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Rotation um die c-Achse und die Verzerrung verursachen den Unterschied zwischen
[¢35] und [£5].

Wie bereits erwiahnt, entsprechen die Beitrige zum magnetischen Austausch von
zweiter Ordnung im effektiven Ti-Ti-Hiipfen, die wir betrachten werden, der vierten
Ordnung im Ti-O-Hiipfen. Wir vernachléssigen allerdings solche Prozesse, die in virtuel-
len Zwischenzustinden der Austauschprozesse ein doppeltes Loch am Sauerstoff-Platz
aufweisen. Es handelt sich hierbei um eine etablierte Ndherung, um den Superaus-
tausch zwischen magnetischen Ionen zu beschreiben (siehe z. B. [42]). Der Fehler, den
wir hierbei machen, ist schwierig abzuschitzen; hat man z. B. wie im Dreiband-Modell
fiir CuOy-Ebenen pro Néchstnachbar-Bond der magnetischen Ionen nur ein relevantes
d- und ein relevantes p-Orbital, sind Austauschprozesse, in die ein doppeltes p-Loch
involviert ist, gegeniiber denjenigen mit einfachen p-Léchern um einen Faktor Ueg /Aeg
unterdriickt [47]. In unserem Fall hat dieser Faktor den ungiinstigen Wert 0.64. An-
dererseits haben wir fiinf relevante d-Orbitale an jedem Ti-Platz und drei relevante
p-Orbitale an jedem Sauerstoff-Platz. Wir erwarten auch hier, daf§ die Austausch-
prozesse, in die ein doppeltes p-Loch involviert ist, um einen gewissen Faktor unter-
driickt sind, kénnten diesen jedoch nur bestimmen, wenn wir den Heisenberg-Austausch
tatsdchlich direkt in vierter Ordnung des Ti-O-Hiipfens berechneten. Hiervon sehen
wir ab, denn unser Hauptziel ist es, storungstheoretisch in erster und zweiter Ordnung
der Spin-Bahn-Kopplung antisymmetrische und symmetrische Anisotropie-Terme des
Superaustausch-Hamiltonians zu bestimmen, iiber die bisher sehr wenig bekannt ist.
Wiirden wir hierfiir eine Stérungsentwicklung beziiglich des Ti-O-Hiipfens (und nicht
des effektiven Ti-Ti-Hiipfens) durchfiihren, miissten wir mindestens die vierte Ordnung
des Ti-O-Hiipfens zusammen mit Beitrigen der Spin-Bahn-Kopplung bis zur zweiten
Ordnung betrachten. Eine solche Stérungsrechnung insgesamt sechster Ordnung ist fiir
uns in dieser Arbeit angesichts der vielen relevanten Orbitale nicht zu leisten.

Der Ubersichtlichkeit halber geben wir in Tabelle 2.6 eine Zusammenfassung der in
unserer Rechnung benutzten Parameter an.

2.1.3 Die Ti-O-Hybridisierung

Unser Modell enthilt nicht den kovalenten Beitrag zum Kristallfeld, der sich aus der
Hybridisierung zwischen den Ti-3d- und O-2p-Zusténden ergibt. Dieser Mechanismus
mischt dem Ti**-Grundzustand angeregte Zustinde des Kristallfelds bei, d. h. es gibt
eine Beimischung von Ti?*-Zustinden begleitet von einer Beimischung von Lochern an
den Sauerstoff-Platzen.

Referenz [45] folgend, schitzen wir im folgenden den Effekt der pd-Hybridisierung
ab. In Abwesenheit dieser Hybridisierung definiert der effektive Parameter U.g die
Energiedifferenz zwischen dem Grundzustand des Ti**-Sektors und dem niedrigsten
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Tabelle 2.6: Ubersicht iber die verwendeten Modellparameter.

Momente des effektiven ionischen Radius fiir Ti3*

(r?) = 0.530 A2, (rt) = 0.554 A*

Slater-Integrale fiir Ti%*

F2 = 8F4/5 =8.3eV

Spin-Bahn-Parameter

A = 18meV

Slater-Koster-Parameter

‘/Zl)d(f =-24 eV, V},dﬁ =1.3eV

Effektive Ladungstransfer-Energien (Ti-Ti, Ti-O)

Ueff =3.5 eV, Aeﬂ‘ =5.5eV
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Zustand des Ti?t-Sektors in einem Cluster, das aus zwei benachbarten Ti-Ionen be-
steht. Diese zwei Arten von Zustédnden entsprechen zwei Bindern. Daraus gehen,
wenn die pd-Hybridisierung vorhanden ist, gemifi dem kovalenten Kristallfeld zwei
pd-hybridisierte Bander hervor. Im allgemeinen haben diese hybridisierten Bander ei-
ne betrichtliche Dispersion: Thre Peak-zu-Peak-Separation, die man den kombinierten
Photoemissions- und inversen Photoemissions-Spektren entnehmen kann, ist durch die
Band-Liicke E,,,=1.6eV gegeben und der Abstand zwischen den Bandkanten durch
die optische Liicke E,;=0.2eV, die experimentell als Mott-Liicke beobachtet wird.
Die zwischen den beiden pd-hybridisierten Bindern gemittelte Bandbreite ist somit
W = Egp, — Eope = 1.4€V.

Da die Bénder somit recht dispersiv sind, ergibt sich die Frage, ob ein lokalisiertes
Bild angemessen ist, um zumindest ndherungsweise das LaTiOs-System zu beschreiben.
Um diese Frage zu untersuchen, betrachten wir das kovalente Kristallfeld eines Clu-
sters, das aus einem einzelnen Ti-Ion und den damit vornehmlich hybridisierten sechs
umliegenden O-Ionen besteht (diese Rechnung haben wir fiir Ti-Ion Nr. 1 aus Abb. 2.1
durchgefiihrt). Folgender Hamiltonian wird fiir das TiOg-Cluster diagonalisiert:

H,=H"+ H+ H. (2.11)

Hier beschreibt H das statische Kristallfeld, H¢ die On-Site-Coulomb-Wechselwirkung
und H;* das pd-Tunneln,

Hir =Y " f%d]p,, +h.c. (2.12)
nia

In dieser Gleichung vernichtet p,, ein Elektron im o-Orbital am n-ten Sauerstoff-Platz,
siehe (2.10). Wie in der Berechnung des Ti-Ti-Hiipfens werden die pd-Hiipfamplituden
tie auf die Slater-Koster-Parameter Vpdo und Vy4r zuriickgefiihrt, unter Verwendung
der Strukturdaten aus Referenz [14]. Der gesamte von den Basiszustinden des TiOg-
Clusters, die wir betrachten, aufgespannte Raum besteht aus einem Ti®**-Sektor, in
dem alle p-Orbitale besetzt sind, und einem Ti%2*-Sektor, in dem sich ein Loch in einem
der p-Orbitale befindet. Die Eigenzustéinde des Hamiltonians (2.11) haben die Form

V) =v2 —ng|d") + vVna—1|d%), (2.13)

wobei ny die Besetzungszahl der Ti-d-Schale ist (1 < ng < 2), d1> ein Zustand mit
einem einzelnen Elektron in der d-Schale sowie vollstindig besetzten p-Schalen auf

den umliegenden Sauerstoff-Ionen und ‘d2> ein Zustand mit zwei Elektronen in der
d-Schale sowie einem Loch in der p-Schale eines der Sauerstoff-Tonen. Wir erhalten fiir
den Grundzustand ng = 1.343, d. h. ein p-Loch an einem der benachbarten Sauerstofi-
Plitze tritt mit der Wahrscheinlichkeit 34.3 % auf.
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Tabelle 2.7: Das kombinierte statische und kovalente Kristallfeld fir Ti°* (Platz 1); das Spektrum
und die Figenzustinde in der orthorhombischen Basis fiir die d-Orbitale sind angegeben. Der kovalente
Beitrag ist fiir ein TiOg-Cluster berechnet. Die vollen FEigenzustinde sind Linearkombinationen aus
Ti%* - und Ti**-Zustinden (letztere begleitet von einem p-Loch an einem der Sauerstoff-Plitze). Hier
sind nur die Ti*-Anteile der finf niedrigsten Eigenzustinde gezeigt, entsprechend den Zustinden
|d1> aus Gleichung (2.13). Zur Koinzidenz des toq-Aufspaltungsschemas und der Eigenzustinde mit
dem rein statischen Fall vgl. Tabelle 2.4.

0.665 eV | (-0.020, 0.020, 0.778, —0.023, 0.627)
—-0.442 eV | ( 0.087, —-0.382, 0.203, 0.874, —0.204)
—-0.431 eV | (-0.393, —0.091, —0.549, 0.284, 0.675)
0.739 eV | ( 0.856, 0.323, —0.211, 0.173, 0.297)
0.799 eV | (-0.323, 0.861, 0.092, 0.354, —0.144)
Basis: lzy),  [22%),  |yz), |wz), |22 —y?)

Diese Rechnung gestattet die Untersuchung der Eigenzusténde des kombinierten sta-
tischen und kovalenten Kristallfelds. Die Projektion der fiinf niedrigsten Eigenzustinde
von Hy, auf den Ti**-Sektor (die den Zustéinden |d') entspricht) ergibt in sehr gu-
ter Ndherung dieselben Eigenzustinde wie fiir das statische Kristallfeld allein, man
vergleiche Tabelle 2.7 mit Tabelle 2.4. Dieses Ergebnis erklart, warum trotz der Bei-
mischung von Ti?*-Zusténden |d?) die Ubereinstimmung mit dem NMR-Experiment
gemif Referenz [20] perfekt bleibt, wie aus Gleichung (2.4) ersichtlich ist. Tatséchlich
mifit dieses Experiment den Ti**-Anteil |d') des Eigenzustands des kombinierten sta-
tischen und kovalenten Kristallfelds und ist offensichtlich nicht empfindlich beziiglich
der Ti?"-Beimischung |d?). Tabelle 2.7 zeigt auch, daf die t,,-Aufspaltung fast dieselbe
bleibt wie ohne Beriicksichtigung des kovalenten Beitrags, wihrend sich der Abstand
zwischen den ?94- und eg,-Energien vergrofiert.

Da es extrem kompliziert ist, in die Berechnung des magnetischen Superaustauschs
das Hiipfen zwischen den pd-hybridisierten Zustinden einzubeziehen, treffen wir die
Entscheidung, das Hiipfen allein zwischen den Ti3T-Zustéinden zu betrachten. Die in Ta-
belle 2.7 angegebenen Ergebnisse — die zeigen, dafl die Projektionen der Eigenzustinde
des kombinierten statischen und kovalenten Kristallfelds auf den Ti3*-Sektor fast die-
selben sind wie im rein statischen Fall — stellen sicher, da§ die Ti**-Zustéinde, die
wir verwenden, einen angemessenen Ausgangspunkt fiir die Berechnung des Superaus-
tauschs darstellen. Allerdings ist es grundsétzlich moglich, dal Rechnungen fiir andere
Groflen groflere quantitative Unterschiede hervorbringen wiirden.
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2.1.4 Das magnetische Moment

Die bereits erwiihnte Reduktion des magnetischen Moments um 14.1 % aufgrund von
Spin-Bahn-Kopplungs- und Kristallfeld-Effekten erhalten wir aus einer simultanen Dia-
gonalisierung von HS' und H, fiir ein einzelnes Ti*-Ion. Diese Reduktion des mag-
netischen Moments geméfl dem nicht vollstdndig unterdriickten orbitalen Moment wird
wie folgt abgeschitzt. Die Spin-Komponente entlang einer ausgewahlten Richtung kom-
mutiert nicht mit H}o und ergibt daher keine gute Quantenzahl fiir den kombinierten
Hamiltonian HS, + H5 . Jedoch sind die Eigenzustinde dieses kombinierten Hamil-
tonians symmetrisch oder antisymmetrisch beziiglich einer Zeitumkehr. Diese Eigen-
schaft fiihrt zu fiinf Kramers-Dubletts fiir ein einzelnes Ti**-Ion. Weil das geordnete
magnetische Moment hauptséichlich dem G-Typ entspricht und entlang der z-Achse
ausgerichtet ist [14], benutzen wir diese Dubletts, um den Erwartungswert des magne-
tischen Moments zu bestimmen. Indem wir aus allen moglichen Linearkombinationen
des Grundzustandsdubletts diejenige mit der grofitmaoglichen Polarisation des magne-
tischen Moments entlang der xz-Achse auswihlen, erhalten wir den Erwartungswert
<l§ + 28‘,§> gy = 0.859 ug. Dieser Effekt ist nicht in unserer Stérungsrechnung fiir den
magnetischen Austausch enthalten. Jedoch erklirt er teilweise, warum das im Expe-
riment beobachtete geordnete Moment entlang der x-Achse gegeniiber 1 ug reduziert
ist.

Die Ti-O-Hybridisierung besitzt kaum Einfluf} auf das magnetische Moment. Fiir die
hier benutzten Parameter ergibt die Beimischung der Spin-0- und Spin-1-Ti?*-Zustéinde
im Grundzustand des kovalenten Kristallfelds des Clusters ein um 0.5 % reduziertes
magnetisches Moment.

Wie zu Beginn dieses Kapitels erwdhnt, werden unsere Berechnungen im weiteren
nicht diese Renormierungen der Stédrke des magnetischen Moments beinhalten. Von
jetzt an konzentrieren wir uns darauf, die magnetische Struktur im Grundzustand zu
finden.

2.1.5 Vergleich mit anderen Modellen

An diesem Punkt weisen wir auf eine Reihe von Unterschieden zwischen unserem Modell
und drei anderen Rechnungen hin, die in den Referenzen [19], [25] und [49] enthalten
sind.

Die LDA+DMFT-Rechnung [19] ergibt einen (hier mit |O” ) bezeichneten) Grund-
zustand, dessen Projektion auf den aus dem Experiment abgeleiteten Grundzustand
gemif Gleichung (2.3) [(0'|0")|" = 87.80% liefert, wihrend wir 99.06% erhalten,
sieche (2.4). Ein noch groflerer Unterschied (der zum Teil durch den Unterschied der
Grundzustands-Orbitale zu erklédren ist) besteht zwischen den Néchstnachbar-Hiipfamp-
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lituden, die die Ti-Ionen im Grundzustand koppeln: Die in Referenz [19] angegebenen
Werte sind etwa halb so grof§ wie diejenigen, die wir verwenden, und beinhalten eine
kleinere intra-planare Amplitude als die inter-planare.

Wie bereits erwithnt, beriicksichtigt Referenz [25] nur das Kristallfeld geméf} den La-
Ionen. Zudem werden die intra-ionischen Coulomb-Korrelationen mittels des Kanamori-
Schemas genihert, das die Aufspaltung der Spin-Triplett-Zustéinde ignoriert. Im Ge-
gensatz zu Referenz [25] beriicksichtigen wir das Kristallfeld sowohl fiir die Ti**- als
auch fiir die Ti?*-Konfiguration sowie die vollen intra-ionischen Coulomb-Korrelationen
fiir letztere. Dieser Punkt ist besonders wichtig: Die Spin-Triplett-Zustinde als Ti?*-
Zwischenzustéinde verursachen eine ferromagnetische Kopplung, wihrend die Spin-
Singulett-Zustéinde eine antiferromagnetische Kopplung ergeben [48]. Das fiihrt zu
einem Wettbewerb zwischen ferromagnetischen und antiferromagnetischen Beitrdgen
zum magnetischen Austausch. Andererseits vernachléssigen wir die geringe pp-Hybridi-
sierung, die in der Rechnung aus Referenz [25] enthalten ist.

Eine aktuelle Berechnung des Kristallfelds bei Raum-Temperatur unter Beriicksich-
tigung des kovalenten Beitrags und der Spin-Bahn-Kopplung [49] ergibt im wesentli-
chen dasselbe ty,-Aufspaltungsschema wie unsere Rechnung, wobei dort das Ergebnis
fiir den Abstand zwischen den t9,- und e,-Zustdnden um etwa 0.9eV grofler ist als
in unserer Rechnung fiir den Fall inklusive Kovalenz. Analog zu dem Vorgehen, mit
dem wir die Reduktion des magnetischen Moments gem#fl der Spin-Bahn-Kopplung
in Abschnitt 2.1.4 bestimmt haben, hat der in Referenz [49] berechnete Grundzu-
stand verschrinkte Spin-Up- und Spin-Down-Zustédnde, d.h. der orbitale Sektor ist
nicht separabel vom Spin-Sektor. Der Grundzustand ist auch dort in der Form an-
gegeben, die die groffitmogliche magnetische Polarisation entlang der Quantisierungs-
achse beinhaltet. Bezeichnen wir den Spin-Up-Anteil dieses Grundzustands mit |0’” >,
stellt sich heraus, dafl das Uberlappquadrat mit dem experimentell bestimmten Orbital
|<0' ‘O’” ) ‘2 = 92.47 % ist. Referenz [49] erhilt die Reduktion des G-Typ-Moments geméif
dem Kristallfeld und der Spin-Bahn-Kopplung in einer H6he von 9.5 %, wiihrend unser
Ergebnis 14.1 % ist, siche Abschnitt 2.1.4. Wir werden den Vergleich mit Referenz [49]
fortsetzen, wenn wir in Abschnitt 2.3 Ergebnisse unserer Rechnung diskutieren.

2.2 Der effektive Spin-Hamiltonian

Unser Ziel ist es, aus dem vollen Hamiltonian H,,, = H;,, +V,... einen effektiven Spin-
Hamiltonian zu erhalten, der innerhalb des Hilbert-Raums wirkt, der dem vierfach
entarteten Grundzustand von H?,  zugeordnet ist.

Im allgemeinen besteht ein Operator, der innerhalb des Grundzustandsraums der
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zwel Ti-Ionen an den Pliatzen m und n wirkt, aus Linearkombinationen von Termen

d o dl

!
m0ao?], “'nla;,

dpo, d (2.14)

n0o, “'m0o,,

wobei wie zuvor d;o% (dnos,) €in Elektron im Kristallfeld-Grundzustand am Platz n
mit der Spin-z-Komponente o, erzeugt (vernichtet). Weil sich an jedem Ti-Platz ein
Elektron befindet, kénnen die Erzeuger- und Vernichter-Operatoren durch am Platz
wirkende Spin-1/2-Operatoren S,, ausgedriickt werden,

djlmdn(u = S: ) d;rzuanT = S; )

dLOTanT =5+5, dlmdnm =355 (2.15)

Jeder Operator, der innerhalb des Grundzustandsraums der zwei Ti-Ionen wirkt,
kann durch die folgenden 16 Operatoren dargestellt werden:

1 (Konstante),
Sy (Einzelionen-Terme),
52 SP  (Spin-Kopplungen zwischen den Plitzen) (2.16)

mit £ = m,n und o, = z,y,2. Weil der Hamiltonian invariant unter Zeitumkehr
ist, treten keine Einzelionen-Terme auf. Daher nimmt der effektive Spin-Hamiltonian
(unter Vernachléissigung konstanter Terme) die Form an:

wobei A,,,( = Al,,) die 3x3-Superaustausch-Matrix ist. Diese Matrix kann in einen
symmetrischen und einen antisymmetrischen Anteil zerlegt werden. Die drei (nichttri-
vialen) Komponenten des letzteren konstituieren den Moriya-Vektor D, (= —Dnm).
Wenn wir ferner den isotropen Anteil aus A,,, extrahieren, d.h. die Heisenberg-Kopp-
lung J,,.,, hat der effektive Spin-Hamiltonian die Form:

Hier bezeichnet A = die symmetrische Anisotropie. Geméf den Raumgruppen-Symme-
trien kann man alle drei Arten der magnetischen Kopplungen, die zu den acht planaren
Ti-Ti-Bonds gehoren, aus denen fiir einen einzelnen Bond erhalten; das gilt auch fiir
die vier inter-planaren Bonds, siehe Tabelle 2.8.

Die verschiedenen magnetischen Kopplungen, die in Gleichung (2.18) auftreten,
berechnen wir mittels Storungstheorie in fithrender Ordnung von V,,,, d.h. in zwei-
ter Ordnung des Hiipfens t,,, sowie in erster und zweiter Ordnung der Spin-Bahn-
Kopplung (die mit A skaliert). Um diese Rechnung durchzufiihren, fiihren wir den
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Tabelle 2.8: Symmetrien des effektiven Spin-Hamiltonians gemdfS der Raumgruppe. Die Beziehungen
zwischen den anisotropen Kopplungen sind wie folgt abgekiirzt. (+,+,+)12 = (—,+,+)16 bedeutet
D,, = (-Dis, Dy, Dig) etc. Gemifs der Spiegelebene z = 1/4 haben die Moriya-Vektoren zwischen
den ab-Ebenen verschwindende z-Komponenten und die symmetrischen Anisotropien, die verschie-
dene Ebenen koppeln, verschwindende yz- und xz-Eintrdge. Die Transformation der symmetrischen
Anisotropien wird durch die off-diagonalen Koeffizienten (ASY?, AST2 AS™Y) charakterisiert, wobei die
diagonalen Koeffizienten in bzw. zwischen den Ebenen invariant sind.

Heisenberg-Kopplungen
Ji2 = Jie = Jos = Jos = J3a = J3g = Jur = Jgr,
Ji3 = Jag = J39 = Ju1o
Moriya-Vektoren

(++ He=(—++)s=(+— )= (= — ")
= (== )z =(+—,+F)ss = (= +, —)ar = (+,+, —)sr,
(+,+,0)13=(+—,0)24 = (=, —,0)39 = (=, +,0) 410
Symmetrische Anisotropien

(+,+ )= (+,— =) = (+,— —)2s = (+,+,+)e5
= (=, =)z =(—+,—)ss = (= +,—)ar = (=, —, +)sr,
(0,0,4)13 = (0,0, —)24 = (0,0, +)39 = (0,0, —) 410

I
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Projektions-Operator P auf den Grundzustandsraum von H?  ein, sowie den kom-
binierten Resolventen- und Projektions-Operator S,,,, auf die angeregten Zustdnde von
H?.. [50]. Die formalen Ausdriicke fiir die von uns benétigten Terme sind in Anhang C
angegeben, gemifl Referenz [50]. Mithilfe der Projektions-Operatoren erhalten die ver-
schiedenen Terme aus Gleichung (2.18) die folgende Struktur. Der isotrope Heisenberg-
Austausch ist in fiihrender Ordnung

Der zweite Term in Gleichung (2.18) ist die antisymmetrisch anisotrope Dzyaloshinskii-
Moriya-Austauschwechselwirkung, die aus Prozessen zweiter Ordnung des Tunnel-Ha-
miltonians und erster Ordnung der Spin-Bahn-Kopplung hervorgeht,

Dmn . (Sm X Sn) — PgmHtunS HtunS H° PO + Pr?mHSO S HtunS HtunPO

mn=mn mn=—mn mn- mn mn=—mn mn=—mn mn- mn-

(2.20)

Tatsiichlich gibt es in dieser Stérungsordnung zusitzlich Terme, in denen zwei Ti?*-
Resolventen auftreten, z.B. P2 H™"S —Hse S HWpO = Diese Terme werden ge-
geniiber denjenigen, die wir betrachten (s.o.), um einen Faktor ~ A /U, = 0.059 un-
terdriickt, wobei A = 0.208 €V die Liicke zwischen dem Grundzustand des Einteilchen-
Kristallfelds und dem ersten angeregten Zustand ist, siche Tabelle 2.4. Referenz [55]
folgend, bezeichnen wir die Vektoren D,,,, die sich auf die mikroskopischen Single-
Bond-Kopplungen der Spins beziehen, als Moriya-Vektoren. Die makroskopischen anti-
symmetrisch anisotropen Kopplungen zwischen den Untergitter-Magnetisierungen des
klassischen Grundzustands (die wir im folgenden Abschnitt diskutieren) bezeichnen
wir als Dzyaloshinskii-Vektoren. Diese stehen mit den Moriya-Vektoren in Verbindung,
sind aber nicht notwendig dieselben Vektoren.

Abschlieflend ergeben Prozesse zweiter Ordnung sowohl des Tunnelns als auch der

Spin-Bahn-Wechselwirkung

— Pf‘r)mHSO S HtunS HtunS Hso PO

mn=—mn mn=—mn mn =~ mn mn— mn

+P£mHSO S Hso S HtunS HtunPO +P7?mHtunS HtunS Hso S Hso PO

mn-—mn mn=—mn mn=—mn mn=— mn mn=—mn mn=—mn mn=—mn mn—- mn

1P0 Hso SZ Hso PO HtunS HtunPO

20 mn i mn P mn S mnt me mn Y mn T mn T mn
1 p0 0 2 0
_§PmnH:r;l:SmnH:rlzl#PmnHrsr?nSmnHrsr(L)ann (221)
Aus diesen Termen ergeben sich sowohl die symmetrischen Anisotropien A5, als auch
Korrekturen D/ der Ordnung A? fiir die Moriya-Vektoren. Wir haben wieder Terme
weggelassen, die zwei Ti?t-Resolventen enthalten.
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Tabelle 2.9: Die berechneten Single-Bond-Spinkopplungen (in meV). Die Moriya-Vektoren sind in-
klusive der Korrekturen D! der Ordnung \? angegeben. Die symmetrischen Anisotropien sind als
Ad = (A3 ASYY AS:) ynd A°Y = (ASYZ ASTZ AS2Y) fir die diagonalen bzw. off-diagonalen

Eintrdge angegeben.

Heisenberg-Kopplungen
Jig = 24.616, Ji3 = 19.416

Moriya-Vektoren
Dy, = (3.254,—1.273, —1.286), D13 = (—2.886, 0.543, 0)

Symmetrische Anisotropien
A¢, = (0.188,0.066,0.037), A{, = (—0.039, —0.218, —0.190),
A9d = (-0.035,—0.111, —0.088), A%{ = (0,0, —0.074)

Wie in den Referenzen [55,56] gezeigt wurde, ist es fiir eine systematische Be-
schreibung der magnetischen Anisotropien geméafl der Spin-Bahn-Kopplung erforder-
lich, sowohl die Prozesse erster als auch zweiter Ordnung von A zu beriicksichtigen.
Der technische Grund dafiir besteht darin, dafl der Erwartungswert des Kreuzprodukts
im zweiten Term von Gleichung (2.18) ebenfalls von der Ordnung A ist, so daf§ die
Dzyaloshinskii-Moriya-Wechselwirkung insgesamt mindestens in der zweiten Ordnung
der Spin-Bahn-Kopplung auftritt. Als ein Ergebnis davon kann, obwohl die antisymme-
trische Dzyaloshinskii-Moriya-Wechselwirkung alleingenommen eine Spin-Verkantung
verursacht, das System unter bestimmten Bedingungen die Rotationsinvarianz der
Spins behalten, wenn die Dzyaloshinskii-Moriya-Wechselwirkung zusammen mit der
symmetrischen Anisotropie betrachtet wird.

Die detaillierte Berechnung der verschiedenen Terme aus den Gleichungen (2.19),
(2.20) und (2.21) ist langwierig, folgt aber einfachen Prinzipien. Weitere Einzelheiten
dazu sind in Anhang C angegeben. Die Werte fiir die magnetischen Kopplungen, die
wir unter Verwendung der in Tabelle 2.6 angefiihrten Modellparameter erhalten, sind
in Tabelle 2.9 aufgefiihrt.

Spin-1-Ti?*-Zwischenzustinde fiihren zu einem ferromagnetischen Beitrag zum Hei-
senberg-Austausch und Spin-0-Ti?"-Zwischenzustinde zu einem antiferromagnetischen
[48]. Entsprechend gibt es eine Rivalitéit zwischen diesen beiden Arten von Beitréigen.
Die Balance zwischen diesen Beitriigen hiingt von den d?-Coulomb-Korrelationen und
dem Kristallfeld ab (zum entsprechenden Spektrum siehe Abb. C.1 in Anhang C.1.3),
die wir, wie in Abschnitt 2.1.5 geschildert, im Gegensatz insbesondere zu Arbeit [25]
so systematisch wie méglich beriicksichtigen. Um diese Rivalitdt der Beitrige aufzuzei-
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gen, geben wir an dieser Stelle separat die Werte fiir die Heisenberg-Kopplungen an, die
sich nur unter Beriicksichtigung von Singulett-Zusténden als Zwischenzustéinden erge-
ben wiirden (J§;) bzw. unter ausschliefllicher Beriicksichtigung von Triplett-Zustinden
(Ji;). Wir haben insgesamt J;; = Jj; + Jj;. Die Rechnung ergibt: .J§,=38.984meV,
Ji,=-14.369 meV, J5;=32.148 meV, Jj,=-12.731 meV. Obwohl also fiir intra- wie auch
inter-planare Bonds der rein antiferromagnetische Anteil klar dominiert, ist anderer-
seits der ferromagnetische Anteil jeweils nicht vernachlassigbar. Die Rivalitét der beiden
Beitridge wird sich im Fall von YTiOj3 als noch stirker herausstellen und eine erheblich
empfindlichere Balance zwischen ihnen beinhalten, was dort die realistische Berechnung
der Heisenberg-Kopplungen im Rahmen der von uns vorgenommenen Niherungen er-
schwert bzw. sogar verhindert.

Aus den Beitrdgen Jj; und Jitj ist auch abzulesen, daf§ die Goodenough-Kanamori-
Anderson-Regeln [51-53] in den von uns untersuchten Titanaten (auf diesen Punkt
kommen wir auch in der Diskussion von YTiOj zuriick) keinen zwingenden Schluf
ermoglichen. Die Verknickung der Ti-O-Ti-Bonds erschwert die Anwendbarkeit dieser
Regeln, nach denen tendenziell bei einer antiferro-orbitalen Kopplung eine ferromagne-
tische Kopplung favorisiert ist und bei einer ferro-orbitalen Kopplung eine antiferro-
magnetische. Die Verknickung der Bonds fiihrt dazu, dafl ein Sauerstoff-vermitteltes
Hiipfen zwischen orthogonalen Orbitalen an benachbarten Ti-Plidtzen vorliegt. Im Fall
von LaTiO; liegt sowohl (verkantet) antiferro-orbitale als auch antiferromagnetische
Kopplung zwischen den ab-Ebenen vor.

Wie offensichtlich ist, fiihrt die zu Beginn von Abschnitt 2.1.2 erwdhnte Unter-
driickung der sechsten Ordnung im Ti-O-Hiipfen gegeniiber der von uns effektiv be-
trachteten vierten Ordnung um den Faktor 0.19 — unter separater Betrachtung der
ferromagnetischen und der antiferromagnetischen Beitrige zum Heisenberg-Austausch
— dazu, daf} sowohl fiir intra- als auch interplanare Ti-Ti-Bonds die héheren Storungs-
ordnungen die Heisenberg-Kopplung nicht so modifizieren konnen, dafl insgesamt ein
Wechsel von antiferromagnetischer zu ferromagnetischer Kopplung stattfinde. (Die
achte Ordnung im Ti-O-Hiipfen ist gegeniiber der sechsten wiederum um einen Faktor
von 0.19 unterdriickt etc.) Unser Modell ergibt in diesem Sinne eine klare antiferromag-
netische Heisenberg-Kopplung sowohl fiir intra- als auch inter-planare Ti-Ti-Bonds.
Wir erwarten auch nicht, dafl die von uns nicht beachteten Auswirkungen einerseits der
Austauschprozesse, in die in virtuellen Zwischenzustinden doppelte p-Locher involviert
sind, und andererseits der Ti?*-Beimischung in den Grundzustand die Austauschkopp-
lung erheblich modifizieren. (Zum Vergleich der von uns berechneten Spinkopplungen
mit dem Experiment kommen wir im folgenden Abschnitt, wenn wir den klassischen
magnetischen Grundzustand berechnen, und in Kapitel 3, wenn wir das resultierende
Spinwellenspektrum untersuchen.) Bei YTiO3 hingegen, das wir in den Kapiteln 4 und
5 behandeln werden, werden wir nicht in der Lage sein, auf Grundlage unseres Mo-



38

2 Die magnetische Struktur von LaTiOg

dells in der von uns betrachteten zweiten Stérungsordnung des Ti-Ti-Hiipfens (und im
Rahmen der von uns vorgenommenen sonstigen Nidherungen) eine zuverlissige Aussage
iiber das Vorzeichen der Heisenberg-Kopplung zu machen.

2.3 Die magnetische Ordnung
des klassischen Grundzustands

Der Spin-Hamiltonian fiir einzelne Bonds aus Gleichung (2.18) bildet die Basis fiir den
makroskopischen magnetischen Hamiltonian, aus dem die magnetische Ordnung des
klassischen Grundzustands folgt. Um den magnetischen Hamiltonian zu konstruieren,
wird das gesamte Ti-Gitter in vier Untergitter zerlegt. Die magnetische Einheitszel-
le enthélt also vier Ti-lonen, genau wie die kristallographische. Die vier Untergitter
werden den Nummern der vier Ti-Ionen in der kristallographischen Einheitszelle aus
Abb. 2.1 entsprechend numeriert (Untergitter Nr. ;=1 entspricht Ti-Ion 1 und seinen
Bravais-Translationen etc.). Unter Zuordnung einer Magnetisierung M; (pro Platz)
von fester Grofle zu jedem Untergitter summiert man iiber alle Bonds, die die vier
Untergitter koppeln, um den makroskopischen magnetischen Hamiltonian zu erhalten:

Hy = [I;Mi-M; +Dj- (M, x M) + M;-T;;-M], (2.22)

j

wobei das Indexpaar 7j iiber die vier Untergitter-Paare 12, 13, 24 und 34 aus Abb. 2.1
lduft. Dieses Summierungsverfahren fiihrt zu den makroskopischen magnetischen Kopp-
lungen: [;; ist die makroskopische isotrope Kopplung, DP]- sind die Dzyaloshinskii-
Vektoren (deren fithrende Ordnung in der Spin-Bahn-Kopplung die Ordnung A ist und
die die makroskopischen antisymmetrischen Anisotropien darstellen), und I';; sind die
makroskopischen symmetrischen Anisotropie-Tensoren (der fiithrenden Ordnung \?).
Die Beziehungen zwischen diesen makroskopischen Kopplungen und den mikroskopi-
schen Single-Bond-Kopplungen sind in Tabelle 2.10 angefiihrt. Die wechselseitigen Be-
ziehungen zwischen den makroskopischen Kopplungen, die durch die Symmetrien der
Raumgruppe vorgegeben sind, sind in Tabelle 2.11 enthalten.

Unsere nichste Aufgabe ist es, den Erwartungswert von Hy; zu minimieren und die
verschiedenen Untergitter-Magnetisierungen zu finden. Da Ahnlichkeiten zwischen den
Ti-Ionen gegeben sind (d.h. Symmetriebeziehungen, auf die wir im Detail unten zu
sprechen kommen), nehmen wir als néichstes an, daf§ alle vier Vektoren M; denselben
Betrag haben, den wir mit M bezeichnen, sich aber in ihren Richtungen unterscheiden.
Weil Gleichung (2.22) quadratisch in M ist, wird die Minimierung ausschlieBlich in
der Lage sein, die Richtungen dieser Vektoren zu ergeben und nicht den Wert von M.
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Tabelle 2.10: Die makroskopischen Kopplungen der Untergitter-Magnetisierungen, ausgedriickt durch
die mikroskopischen Single-Bond-Kopplungen. Zum Beispiel haben wir Io = Jia, aber I;3 = Ji3/2.
Das kommt daher, daf8 die Koordinationszahl eines Ti-Ions Vier in den Ebenen und Zwei zwischen

den Ebenen ist.

Isotrope Kopplungen

Ly = Jig, Ii3 = %J13

Dzyaloshinskii-Vektoren
D]1)2 = (0, D1y, D), D11)3 = %D13

Makroskopische symmetrische Anisotropien

Py = Ay, I95 = (4357,0,0), [ = 345,

Tabelle 2.11: Symmetrien des magnetischen Hamiltonians entsprechend der Raumgruppe. Die Bezie-
hungen fiir die anisotropen Kopplungen sind abgekiirzt wie in Tabelle 2.8. Gemdf den Gleitspiegelungs-
Ebenen haben die Dzyaloshinskii- Vektoren fiir planare (Untergitter-)Bonds verschwindende x-
Komponenten und die entsprechenden symmetrischen Anisotropien verschwindende xz- und xy-
Eintrige. Wegen der Spiegelebenen haben die Dzyaloshinskii- Vektoren fiir die inter-planaren Bonds
verschwindende x-Komponenten und die entsprechenden symmetrischen Anisotropien verschwindende

yz- und xz-FEintrdige.

Isotrope Kopplungen
Ly = I3y, I3 = 1oy

Dzyaloshinskii-Vektoren
(07 +, +)12 = (07 ™ +)347 (+7 +, 0)13 = (+7 > 0)24
Makroskopische symmetrische Anisotropien

(+a Oa 0)12 - (_: 05 0)34a (Oa Oa +)13 = (Oa 05 _)24
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Daher betrifft das Hauptergebnis dieses Kapitels die magnetische Struktur des Grund-
zustandes, die von diesen Richtungen reflektiert wird. Wie in Abschnitt 2.1.4 diskutiert,
hingt der tatsichliche Wert von M von vielen Faktoren ab, deren genaue Untersuchung
den Rahmen dieser Arbeit sprengen wiirde. In der Tat wird dieser Wert weiter durch
Quanten-Fluktuationen reduziert werden, die aus der Nullpunktsbewegung der Spin-
wellen um unseren klassischen Grundzustand herum hervorgehen.

Um das Auffinden der Richtungen der Momente zu vereinfachen, benutzen wir Er-
gebnisse der Gruppentheorie. Im allgemeinen gibt es, den Symmetrien der Raum-
gruppe Pbnm entsprechend, vier Moglichkeiten fiir die Symmetrie der Untergitter-
Magnetisierungen des klassischen Grundzustandes, wie aufgefiihrt in Tabelle 2.12 [11].
Durch Uberpriifung jeder dieser Moglichkeiten haben wir festgestellt, daf man die
niedrigste Energie fiir die erste Moglichkeit in dieser Tabelle erhilt. Unter Verwendung
dieser Symmetrie ist es mdoglich, alle vier Vektoren mithilfe zweier Winkel ¢ und
darzustellen, siehe Tabelle 2.13. Die Durchfiihrung der Minimierung liefert schliefflich
die in Tabelle 2.14 angegebenen Winkel (diese Tabelle enthilt auch die berechneten
makroskopischen Kopplungskoeffizienten); die entsprechende magnetische Struktur ist
in Abb. 2.3 gezeigt. Die magnetische Struktur stellt das Hauptergebnis dieses Ka-
pitels dar. Der klassische magnetische Grundzustand besitzt die folgende Symmetrie:
Die z-Komponenten der Magnetisierungen ordnen antiferromagnetisch in einer G-Typ-
Struktur (in einer reinen G-Typ-Struktur reduziert sich die Zahl der vier verschiedenen
Untergitter auf zwei). Die y-Komponenten ordnen ebenfalls antiferromagnetisch, aller-
dings in einer A-Typ-Struktur. Abschliefend ordnen die z-Komponenten der Magne-
tisierungen ferromagnetisch. Der dominierenden Heisenberg-Kopplung entsprechend,
beobachtet man, da} die magnetische Struktur des klassischen Grundzustandes vor-
nehmlich vom G-Typ ist. Die bevorzugte Richtung entlang der z-Achse (easy azis)
und die Verkantungs-Winkel (die beide proportional zur Spin-Bahn-Kopplung A sind)
resultieren aus den anisotropen Kopplungen des Modells. Diese brechen die Rotations-
invarianz der Magnetisierungen und verursachen auch die Abweichung von der reinen
G-Typ-Struktur.

Diese komplexe magnetische Grundzustands-Struktur kann die Analyse der Stérke
M erschweren; verschiedene Spin-Komponenten kénnen unterschiedlich entsprechend
den in Abschnitt 2.1.4 aufgefiihrten Faktoren und gemafl Quantenfluktuationen renor-
miert werden. Da jedoch die Ordnung hauptséchlich vom G-Typ ist, erwarten wir,
dafl es moglich sein wird, den tatsdchlichen Wert von M hauptséichlich mithilfe der
z-Komponente abzuschétzen.

Die magnetische Struktur, die wir erhalten, ist voll mit der experimentellen nach
Referenz [14] konsistent. Aus diesem Experiment ist ersichtlich (im Gegensatz zu dem
in Referenz [11] geschilderten, das offen 148t, ob es sich um die erste oder die vierte
Maéglichkeit aus Tabelle 2.12 handelt), dafi das G-Typ-Moment tatséichlich entlang der
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Tabelle 2.12: Alle Typen magnetischer Ordnung, die mit der Raumgruppe Pbnm vertrdglich sind. Es
gibt vier Mdglichkeiten, die mittels x°, x*, z° und z* bezeichnet werden. Diese sind erlaubt, weil der
geordnete Zustand symmetrisch oder antisymmetrisch beziiglich der Gleitspiegel-Ebene x = 1/4 bzw.
der Spiegelebene z = 1/4 sein kann. Die Ordnung in LaTiOs ist vom ersten unten aufgefiihrten Typ.
Dort bezeichnet G, das antiferromagnetische G-Typ-Moment entlang x, A, das antiferromagnetische
A-Typ-Moment entlang y und F, das ferromagnetische Moment entlang z. Die anderen Mdéglichkeiten
beinhalten auch antiferromagnetische Ordnung des C-Typs, z. B. C, fiir die z-Komponenten des ma-
gnetischen Moments. Die Magnetisierungen M, der Untergitter sind in Abhdngigkeit von My gegeben.
(+, +, +)1 = (—, +, +)2 bedeutet My = (—ME, My, M%) etc.

1. 2% 22 2. z?*, 2* 3. 2% 2° 4. z?, 2°
(+ + 4| )| (B )| (4 +n
=(—, +, )2 |=(+ — =)o | =(—, +, )2 | =(+, = —)2
=(=, =, H)3|=(= = )3 |=(+ +, =)z | =(+, +, —)3
=+, =, Ha|=(= 4+, )a|=(= +, —)a| =+, =, +)s
G, A, F, A, G, C, C.F, A, F.C, G,

Tabelle 2.13: Die Struktur der magnetischen Ordnung (es handelt sich um die erste Mdaglichkeit aus
Tabelle 2.12), charakterisiert durch die Untergitter-Magnetisierungen M, im klassischen Grundzustand
(normiert auf den Wert M ), ausgedriickt durch die Verkantungs- Winkel ¢ und 9. Jeder dieser Winkel
ist proportional zum Spin-Bahn-Parameter .

z-Komponenten: G-Typ
—M? = M7 =M = —M§ = M cos pcos?

y-Komponenten: A-Typ
—M} = —MJ =M} = M} = Msinpcos?

z-Komponenten: ferromagnetisch

[ — 2 — 2 — 2 — 1
F =M =M; = M7= Msind
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Tabelle 2.14: Die Werte der makroskopischen magnetischen Kopplungen in meV, die daraus resultie-
renden Verkantungs- Winkel der Magnetisierungen im klassischen Grundzustand und die resultierenden
Betrige der geordneten Momente (auf den Wert M normiert). Drei Koeffizienten der makroskopischen
symmetrischen Anisotropien sind beriicksichtigt (siehe Text).

Isotrope Kopplungen
15 = 24.616, I3 = 9.708

Dzyaloshinskii-Vektoren
DY, = (0,—-1.273,—1.286), D}, = (—1.589,0.271,0)

Makroskopische symmetrische Anisotropien

ree =0.188, I'%2 = —0.020, [ = —0.037

Verkantungs-Winkel
@ =1.42°, 9 = 0.80°

Geordnete Momente

M = (4+0.9996, +0.0248,0.0140) M

z-Achse orientiert ist und das ferromagnetische Moment entlang der z-Achse. Weil
das Experiment aus Referenz [14] beziiglich eines kleinen Moments entlang der y-
Achse nicht empfindlich ist [54], widerspricht zudem unser kleines antiferromagneti-
sches A-Typ-Moment entlang dieser Richtung nicht den experimentellen Daten. Wir
heben ausdriicklich hervor, dafy die Symmetrie solch eine Ordnung erlaubt, wenn die
G-Typ-Ordnung entlang  und die ferromagnetische Ordnung entlang z gegeben sind.
Tatsdchlich ist im System YTiOs, das dieselbe Raumgruppe wie LaTiO3 besitzt, ei-
ne solche Ordnung G,A,F, beobachtet worden [7], allerdings mit anderen Werten der
Verkantungs-Winkel, so daf} die ferromagnetische Ordnung dominiert.

Man beachte, dal man unter naiver Verwendung der bisher beschriebenen Prozedur,
um die Energie des klassischen Grundzustands zu bestimmen, in dieser Energie unsy-
stematische Beitrige bis zu vierter Ordnung der Spin-Bahn-Kopplung A erhélt. Um
dieses aufzuzeigen, betrachten wir den Erwartungswert von Hy;, ausgedriickt durch die
Winkel ¢ und 9 sowie (mittels der Symmetrien der Untergitter-Kopplungen) durch die
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Superaustausch-Kopplungen zwischen den Untergitter-Paaren 75 = 12 und 13,
(Hy) = [A%] —2(I, + I,3) cos® g cos’ ¥
[(N:] +2(1, — I 5) sin® pcos® 9 + 2(L;, + I;5) sin®
+4(DYY 4+ DY) cos p cos 9'sin 9 + 4D/ cos ¢ sin ¢ cos? 9
—2(T9% 4+ T9%) cos® p cos® ¥
[A%:] — 4D} sin ¢ cos9'sin g — 4I'7Y cos g sin ¢ cos” I
(N1 ] +2(0Y% — I'YY) sin® p cos® ¥ + 2(I'35 + I'}) sin® 9 — 2I'Y3 sin ¢ cos 9 sin 0.
(2.23)

In dieser Gleichung haben wir den Gesamt-Faktor M? ignoriert, der keinen Einfluf}
auf die Minimierung hat. Die filhrenden Ordnungen der einzelnen Terme sind mittels
der eckigen Klammern hervorgehoben. Die unsystematischen Beitriage vierter Ordnung
von A entsprechen den Kopplungen I'Yy, Ty, T'%2 T'%2 TS (die alle von der Ordnung
A2 sind, aber mit sin?, sin? ¢ und sin ¥ sin ¢ multipliziert werden, die ebenfalls von
der Ordnung A? sind) und der A2-Korrektur von DY (die mit sinsin ¢ multipli-
ziert wird). Diese Beitrige haben wir von der Berechnung der Verkantungs-Winkel
ausgeschlossen. Andererseits haben wir bei der Minimierung von (Hy;) die Terme bis
zur dritten Ordnung von A beriicksichtigt. Das entspricht einer systematischen Bestim-
mung der Verkantungs-Winkel in erster Ordnung von A. (Die klassische Grundzustands-
Energie haben wir, Term fiir Term, konsistent bis zur zweiten Ordnung von A erhalten.
Obwohl wir I'{7 und I'{§ nur in zweiter Ordnung von A berechnet haben und daher
nicht iiber den vollstdndigen Term dritter Ordnung der Energie verfiigen, ist das von
geringer Bedeutung, weil diese Terme nur gemeinsam mit cos?) und cos ¢ auftreten
und daher einfach eine Energieverschiebung in <HM> verursachen, die die Bestim-
mung der Verkantungs-Winkel nicht beriihrt.) Man beachte auch folgendes: Obwohl
die Dzyaloshinskii- und Moriya-Vektoren selbst erstmals in linearer Ordnung von A
auftreten und die symmetrischen Anisotropien in quadratischer Ordnung, miissen bei-
de Arten von Anisotropien beriicksichtigt werden, weil sie Terme verursachen, die in
derselben Ordnung von A zur klassischen Grundzustands-Energie beitragen [55, 56].
Die in Tabelle 2.14 enthaltenen Werte fiir ¢ und 1 sind nach der beschriebenen Me-
thode bestimmt. Es ist interessant, unser Ergebnis mit dem Experiment zu vergleichen.
Insbesondere stimmt das schwache ferromagnetische Moment von 0.014 M, wenn wir
M mit der Ordnung 1 up ansetzen, mit dem experimentellen Wert 0.016 up [11] im
Rahmen der Unsicherheit der Messungen iiberein, die u.a. durch Twinning verursacht
wird [57]. (Wir setzen hier fiir die Betrachtung des ferromagnetischen Moments M mit
der Ordnung 1 up an, weil zum einen die Renormierung gegeniiber diesem Wert durch
die verschiedenen genannten Effekte in unserer Storungsrechnung nicht enthalten ist
und weil wir zum anderen annehmen, dafl das ferromagnetische Moment nur schwach
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renormiert wird. Eine genauere Untersuchung hierzu iiberlassen wir zukiinftigen Ar-
beiten.)

Kiirzlich wurde der Versuch unternommen, die Beziehung zwischen der Anisotropie
der Spin-Kopplungen und der paramagnetischen Suszeptibilitdt zu untersuchen, die
ebenfalls eine gewisse Anisotropie aufweist [49]. Dort wird die Anisotropie der Spin-
Kopplungen beriicksichtigt, indem phidnomenologisch ein zyz-Modell postuliert wird,
das benachbarte Ti-Spins koppelt und in unserer Rechnung den Koeffizienten A% = aus
Tabelle 2.9 entspricht. Eine Modell-Suszeptibilitit, die aus dem zyz-Modell mittels ei-
ner Molekularfeld-Néherung resultiert (und aus Einzelionen- sowie Kovalenz-Effekten),
wird berechnet und dann mithilfe einer Reihe freier Parameter numerisch an die gemes-
sene Suszeptibilitdt angepaflt. Wie wir in diesem Abschnitt gezeigt haben, kénnen die
antisymmetrischen und die off-diagonalen symmetrischen Anisotropien — im speziellen
Fall von Gleichung (2.23) bestimmte Komponenten der Dzyaloshinskii-Vektoren und
I'7Y — mindestens dieselbe konzeptionelle Bedeutung fiir die magnetischen Eigenschaf-
ten von LaTiO3 haben wie die zyz-Anisotropien. Anders ausgedriickt, ist im allge-
meinen die zyz-Anisotropie nicht die dominierende Anisotropie. Dieses grundsétzliche
Argument beschrinkt sich nicht auf den Fall niedriger Temperaturen, der magnetische
Ordnung beinhaltet und den wir in dieser Arbeit untersuchen, sondern bezieht sich
auch auf die zugrundeliegenden Spin-Kopplungen, die Hochtemperatur-Eigenschaften
wie die paramagnetische Suszeptibilitit beeinflussen (wobei z. B. der Unterschied zwi-
schen den strukturellen Parametern des Nieder- und Hochtemperatur-Falls mehr oder
weniger kleinen Unterschieden der Spin-Kopplungen und des orbitalen Grundzustands
entsprechen mag). Als eine Erweiterung von Referenz [49] (und der vorliegenden Ar-
beit) konnte die Frage interessant sein, ob es mdglich ist, auch andere als die zyz-
Anisotropien mittels freier Parameter in eine Modell-Suszeptibilitit einzubeziehen und
diese Suszeptibilitdt mit dem Experiment zu vergleichen.
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Abbildung 2.3: Die magnetische Ordnung der Ti-Ionen im klassischen Grundzustand des effekti-
ven Spin-Hamiltonians des Gitters. Die Ionen sind gemdfS dem Untergitter numeriert, zu dem sie
gehdren. Die x-Komponenten der Spins ordnen antiferromagnetisch in der G-Typ-Konfiguration, die
y-Komponenten ordnen antiferromagnetisch in der A-Typ-Konfiguration, und die z-Komponenten ord-
nen ferromagnetisch.



Kapitel 3

Das Spinwellenspektrum
von LaTiOg

Zur Berechnung des Spinwellenspektrums benutzen wir lineare Spinwellentheorie [12,
13, 58]. In Abschnitt 3.1 leiten wir analytisch den Spinwellen-Hamiltonian und die
Spinwellendispersion her. Abschnitt 3.2 enthélt eine numerische Untersuchung der
Dispersions-Kurven inklusive eines detaillierten Vergleichs mit dem Experiment.

Wir haben im vorherigen Kapitel géngige Modellparameter-Werte benutzt (siehe Ta-
belle 2.6), die sich insbesondere an Referenz [25] orientieren und den Vergleich der dort
vorgestellten Rechnungen mit unseren vereinfachen. Fiir die Analyse des Spinwellen-
Spektrums, die wir in diesem Kapitel durchfiihren, verwenden wir allerdings eine fein-
abgestimmte Version der Modellparameter; wir wihlen im folgenden die Modellparame-
ter so, dafl die Mittelung der Heisenberg-Kopplungen iiber die sechs Ti-Ti-Bonds, an
denen ein herausgegriffenes Ti-Ion beteiligt ist, gut mit den aus Neutronenstreuungs-
Experimenten [17] und Raman-Spektroskopie [59] bestimmten auf dem Gitter isotropen
Heisenberg-Kopplungen iibereinstimmt (hierauf kommen wir in Abschnitt 3.2 zuriick).
Die Feinabstimmung der Modellparameter besteht darin, dal wir die Werte aus Tabelle
2.6 mit einem Unterschied beibehalten: Fiir die effektive Ti-O-Ladungstransferenergie
wihlen wir nun den in einer aktuellen LDA+DMFT-Studie [60] angegebenen Wert
Aeg=6.6 eV (statt 5.5eV). Das hat folgende Auswirkung. Die effektiven Ti-Ti-Hiipfam-
plituden aus Tabelle 2.5 werden mit dem Faktor 5.5/6.6=0.833 multipliziert. Weil diese
Hiipfamplituden quadratisch in alle von uns berechneten Spin-Kopplungs-Koeffizienten
eingehen, werden letztere gegeniiber Tabelle 2.9 allesamt mit dem Faktor (5.5/6.6)% =
0.694 multipliziert (das Ergebnis ist in Tabelle 3.1 angegeben, wobei wir ebenfalls im
Unterschied zu Tabelle 2.9 diejenigen Kopplungs-Anteile weggelassen haben, die, wie
in Abschnitt 2.3 erklart, unsystematisch zur klassischen Grundzustandsenergie beitra-
gen). Diese Multiplikation entspricht einer Renormierung der Einheiten, in denen die
klassische Grundzustandsenergie gemessen wird, betrifft aber nicht die Minimierung
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dieser Energie und die Grundzustands-Magnetisierung, d.h. insbesondere werden die
Verkantungs-Winkel ¢ und 9 gegeniiber dem vorherigen Kapitel nicht verandert.

Weil die Feinabstimmung der Modellparameter nur die Normierung der mittleren
Heisenberg-Kopplung auf den experimentellen Wert betrifft, bleiben unabhéngig von
der Feinabstimmung Aussagen unseres Modells erhalten, die die folgenden Eigenschaf-
ten betreffen: die Richtungen der geordneten magnetischen Momente, die relative Ani-
sotropie der Heisenberg-Kopplung je nach Richtung des betreffenden Ti-Ti-Bonds auf
dem Gitter und die relativ zur mittleren Heisenberg-Kopplung vorhandene Stérke der
anisotropen Kopplungen sowie deren Ausrichtungen (im Fall der antisymmetrischen
Anisotropien) bzw. Hauptachsen und Eigenwerte (im Fall der symmetrischen Aniso-
tropien).

Einen Effekt, der gleichwertig zur Anderung der effektiven Ti-O-Ladungstransferen-
ergie Agg von 5.5eV zu 6.6 eV ist, erhédlt man, wenn man stattdessen die Slater-Koster-
Parameter V4, und V4, dndert, wobei man ihr Verhéltnis festhélt. Statt des Wertes
Vpdo=-2.4€V ist in der Literatur auch der Wert Vp4,=-2.2eV [16] verwendet worden
(bei festgehaltenem Verhiltnis zwischen beiden Slater-Koster-Parametern entspricht
das V,4r=1.2€V). Diese Ersetzung entpricht, weil die Slater-Koster-Parameter quadra-
tisch in die effektiven Ti-Ti-Hiipfamplituden eingehen, einem Faktor von (2.2/2.4)%=
0.840 fiir diese Amplituden. Alle Austauschkopplungen, die wir berechnen, werden dann
mit dem Faktor (2.2/2.4)*=0.706 multipliziert. Analog zum oben Beschriebenen, blei-
ben auch bei einer Feinabstimmung anhand der Slater-Koster-Parameter (oder einer
entsprechend kombinierten Abstimmung der Slater-Koster-Parameter und der Ti-O-
Ladungstransferenergie) wesentliche Aussagen unseres Modells erhalten. Die Slater-
Koster-Parameter und die Ti-O-Ladungstransferenergie sind nach den verschiedenen
in der Literatur angegeben Werten die mit den gréf8ten Unsicherheiten behafteten Mo-
dellparameter. Wesentliche Aussagen unseres Modells sind nicht empfindlich beziiglich
betrichtlicher Verdnderungen dieser Parameter.

3.1 Der Spinwellen-Hamiltonian

Die Abweichungen der Spins von ihren Richtungen im klassischen Grundzustand kénnen
mittels bosonischer Holstein-Primakoff-Operatoren [61] beschrieben werden. In unse-
rem Fall besteht das System aus vier Untergittern, was die Einfiihrung von vier ver-
schiedenen bosonischen Feldern impliziert und entsprechend das Auftreten von vier
Zweigen der Spinwellen-Dispersion.

Der erste Schritt bei der standardméfligen Berechnung von Spinwellen-Dispersionen
ist die Rotation der lokalen Koordinaten auf jedem Untergitter Nr. ¢, so da} die neue
z-Achse in die Richtung der entsprechenden Untergitter-Magnetisierung M; des klassi-
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Tabelle 3.1: Feinabgestimmte Werte der Single-Bond-Austauschkopplungen (in meV). Im Unterschied
zu Tabelle 2.9 ist fir die Ti- O-Ladungstransferenergie der Wert A.g=6.6 ¢V verwendet worden. Ferner
sind hier Koeffizienten weggelassen, die unsystematisch zur klassischen Grundzustandsenergie beitra-
gen (siehe Abschnitt 2.3). Die symmetrischen Anisotropien sind als AL, = (ASTT ASYY ASZ%) und

Acd = (Asyz As@z AszY) fiir die diagonalen bzw. off-diagonalen Eintrige angegeben.

Heisenberg-Kopplungen
J12 - 17094, J13 - 13484

Moriya-Vektoren
D;, = (2.260, —0.884, —0.893), D3 = (—2.207,0.377,0)

Symmetrische Anisotropien
Ag, = (0.131,0,0), Agy = (-0.027,0,0),
A%3 = (0,—-0.077,-0.061), Ag§ = (0,0,—0.052)

schen Grundzustands zeigt. Diese Rotation bietet noch die Freiheit, die neuen lokalen
z- und y-Achsen zu wihlen, d.h. das neue Koordinatensystem um seine z-Achse zu
drehen. Wir bezeichnen das neue Koordinatensystem mit z}, y; und 2} (i = 1,2, 3,4)
und finden, dafl die fiir unsere Zwecke vorteilhafte (in Anhang D erklirte) Wahl der
lokalen Koordinatenachsen folgende ist:

At Mz g,_MiX.’L‘
! M’ ! m;

Cd=gix s M=|M|, mi= /(M) + (M2 (3.)

Entsprechend gibt es eine lokale Drehmatrix Uj;, die sich auf jedes der vier Untergitter
bezieht,

U=1|0 M/m —M!/m; |, (3.2)
WE MY M?

2 3 2

und die die orthorhombischen auf die lokalen Koordinaten dreht. Wir wenden diese
lokale Drehung im folgenden auf den Spin-Hamiltonian (2.18) an, den wir der Bequem-
lichkeit halber in Kurznotation schreiben:

() ()

wobei A,,, die 3x3-Superaustausch-Matrix ist, die alle drei Arten magnetischer Kopp-
lungen beinhaltet. Im rotierten Koordinatensystem nimmt der Spin-Hamiltonian die
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Form
h=>_ S, -A,.S, (3.4)
(mn)

an, wobei mit den Strichen die gedrehten Griéflen bezeichnet sind,
s =u,-S,, A =U. A U. (3.5)

Als néchstes filhren wir die Holstein-Primakoff-Boson-Felder [61] fiir jedes der vier
Untergitter ein. Weil wir nur die Ti-Ionen betrachten, ist es bequem, ein Koordinaten-
system zu benutzen, in dem die Ti-Ionen die Plitze eines einfachen kubischen Gitters
besetzen, dem wir eine Einheits-Gitterkonstante zuordnen (dieses Bild ist zweckméBig
fiir den Vergleich mit den experimentellen Spinwellen-Daten aus Referenz [17], den
wir im folgenden Abschnitt durchfithren werden). Es ist insbesondere giinstig, ein Ko-
ordinatensystem zu benutzen, in dem nichstbenachbarte Ti-Ionen entlang der Achsen
angeordnet sind. Wir bezeichnen die Boson-Felder der Untergitter 1, 2, 3 und 4 mit ag,
br, cg und dg, wobei R den Gitterplatz des Ti-Ions Nr. 1 (in jeder Einheitszelle) be-
zeichnet, sieche Abb. 2.3. Somit nimmt der Spinwellen-Hamiltonian in der harmonischen
N#herung die Form an:

hsw = Iy + hy + by + b3y, (3.6)

Der erste Term bezieht sich hier auf die untere Ebene der Einheitszelle, der zweite auf
die obere, und die letzteren beiden Terme beziehen sich auf die Kopplung zwischen den
Ebenen. Explizit haben wir:

B =3 { [Cis(1) + Cio(1)] (ahar + blbg)
® 4 aR[Ca(2) (b + br-2a,) + C16(2) (br-ny+n, + PRony-n,)]
+ ak [C12(3) (b + bk _on,) + C16(3) (bR, 4m, + bhny—n,) ]} +h.C.y
B =S [Cau(1) + Cis(1)] (chem + dhdr)
T+ h[Cau(2)(dp + drsn,) + C3s(2) (dR—n,sn, T TR-n,—n,)]
+ ch[Caa(3)(dh + di o) + C38(3) (d _, 1n, + Tk, n,)]} +hoc.,
hiy = ZI{ Ci3(1) (ahag + cher)
R+ C3(2)ak (cr + cr_on,) + 013(3)641(0{1 + C}{—2nz)} +h.c,
h3y = ZI{ Cou(1) (bbg + didg)
R 4 Oyy(2)bh (dg + dr_on,) + Coa(3)bk (dk + dk_on. )} +h.c. (3.7)

Hierbei ist n, ein Einheitsvektor entlang der a-Richtung (a = z,y, 2), und das Ti-Ion
Nr. 1 aus Abb. 2.1 befindet sich am Koordinatenursprung. Die Summationen laufen
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nur iiber die Plitze, die in jeder Einheitszelle dem Ti-Ion Nr. 1 entsprechen (dieses
ist durch den Strich an den Summations-Symbolen angezeigt). Die Kopplungskoef-
fizienten C,,(¢) in Gleichung (3.7) sind durch Kombinationen der Superaustausch-
Matrixelemente (A! )** gegeben:

Cmn(l) = %(A;nn)zz’
Con(2) = {(A5n)"™ + (A5 + i [(A7,)" = (A5a)™] ],
Con(3) = 1{(Ama)™ — (Ap)™ + i [(A7,)"" + (A7) ™] }- (3.8)

Beim Aufschreiben von Gleichung (3.7) haben wir konstante Terme weggelassen. Die
Transformation auf die Holstein-Primakoff-Operatoren ergibt auch Terme, die linear in
den Boson-Feldern sind; diese Terme verschwinden nach der angemessenen Wahl des
lokalen Koordinatensystems, wenn {iber alle Bonds summiert wird (siche Anhang D).

Unsere magnetische Einheitszelle wird von den Vektoren (1,1,0), (1,—1,0) und
(0,0, 2) aufgespannt, und die entsprechende magnetische Brillouin-Zone (MBZ) ist de-
finiert durch:

gz + qy‘ <7, gl < 5 (3.9)

Mit Einfiihrung der Fourier-Transformierten der Operatoren,

at, = /% Y el bk:\/% Y gyt

qEMBZ qeMBZ
ch = \/% Z eiq(R+"“)cL, df = + Z eiq(R+"”+nz)dg, (3.10)
qEMBZ qEMBZ

wobei NV die Gesamt-Anzahl der magnetischen Einheitszellen ist, nimmt der Spinwellen-
Hamiltonian (3.6) die Form an:

hsw =Y hsw(q) (3.11)
q
mit
how(@) = Cy (ahaq + by + cheq + didy)
:Cg (cosq, + cosq,) (aflbq + cgdq) +h. c.]
:C’QL cos g, (al;cq + deq) + h. c.}

q—q

(C) cosg, +CY" cosg) (aLbiq +ctdt ) +h. c.}
-C3L cos quLCT—q + C3* cos qszdT_q +h. c.] . (3.12)

+ 4+ o+ o+
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Die in dieser Gleichung auftretenden Koeffizienten sind Linearkombinationen der vor-
herigen Koeffizienten C,,,(¢) (siehe Anhang D),

C) = 2015(1) +4C,(1) = Cf,  Cy = 201,(2) = C5*,  Ch = 20,,(2),
Ci=2C,(3), CJ =2C,(3). (3.13)

Diese stehen mit den urspriinglichen Spin-Kopplungskoeffizienten aus Gleichung (2.18)
in Verbindung, aber diese Beziehungen werden hier nicht explizit reproduziert, weil die
entsprechenden Ausdriicke sehr lang sind.

Die zum Hamiltonian (3.11) gehorende Spinwellen-Dispersion wird in Anhang E
mittels einer linearen Transformation auf einen diagonalen Hamiltonian berechnet und
hat das Ergebnis:

2 (q) = (C, = O cosq.)” = G5 " cos” ¢, + |G (cos g, + cos g,)”
—|C’:|,,| cos q, + C:!* cos qy|2 — (cos g, + cos g, )W (cosq,),

Q3(a) = (a+ Q) mit Q =(0,0,7),
() =Q(q+ Q) mit Q' = (r,7,0),
Qi(@) =2 (a + Q") mit Q" =Q+ Q' = (m,m,m), (3.14)
mit
CH CH* 2
W2(cosa,) =4[(C, - G cos.)? = O3 P eos? ] [|CHP = ()]

2
+ [(C;*Cg + C?‘,LC"J*) cosq, + (C, — Cy- cos qz)(C’z',,| + C':L'*)] . (3.15)

Jeder Zweig €;(q) der Spinwellen-Dispersion besitzt tetragonale Symmetrie, d.h. es
gilt

Qi(es @y €2) = QlQy, s @) = U(—¢w, @y ¢2) = (e, =y, ¢2) = (4, @y, —¢2)- (3.16)

Die Gleichungen (3.14) enthalten unser Endergebnis fiir das Spinwellen-Spektrum
von LaTiOjz. Offensichtlich sind die Details des Spektrums nur numerisch zuginglich:
Man muf} die Spinwellen-Koeffizienten aus den Gleichungen (3.13) durch diejenigen aus
den Gleichungen (3.8) ausdriicken und letztere mittels der Gleichungen (3.3) und (3.5)
durch die urspriinglichen Koeffizienten des Spin-Hamiltonians (2.18), unter Verwen-
dung der Werte aus Tabelle 3.1. Diese Ergebnisse werden dann zur Konstruktion der
Dispersion (3.14) benutzt. Wir fiihren diese Prozedur im néchsten Abschnitt durch, in
dem wir uns auf die per Neutronenstreuung bzw. Raman-Spektroskopie untersuchten
Wellenvektoren beziehen.
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Wenn die Spin-Bahn-Kopplung A gleich Null gesetzt wird, vereinfachen sich die
Koeffizienten aus den Gleichungen (3.14) zu

Cl = 2=]12 + J13a 02L = C|2| =0, C?,L = _J13a C:L,' = _J12a (3-17)

wobei Jy, die intra-planare Heisenberg-Kopplung ist und .J;3 die Heisenberg-Kopplung
zwischen den ab-Ebenen. In diesem Fall [man hat cos ¢, = | cos ¢,| in der Brillouin-Zone,
siehe Gleichung (3.9)] wird

O2(q) = Q2(q) = (215 + J13)? — [Jia(cos g, + cosq,) + Jig| cosq,|],  (3.18)

wihrend der Ausdruck fiir Q3(q) = Q3(q) sich hieraus durch Ersetzen von cos g, +cos g,
durch —cos g, — cos g, ergibt. Im Zonenzentrum (q = 0) verschwinden €y und o,
wihrend Q3 und €4 eine Liicke von 1/8Ji5J15 aufweisen. Wie offensichtlich ist, enthélt
die magnetische Einheitszelle in Abwesenheit der Spin-Bahn-Kopplung nur zwei Ionen
(in diesem Fall kénnen die Untergitter 1 und 4 zu einem einzigen Untergitter kom-
biniert werden, und das gilt auch fiir die Untergitter 2 und 3, sieche Abb. 2.3). Die
Brillouin-Zone, die dieser kleineren magnetischen Einheitszelle entspricht, ist doppelt
so gro} wie diejenige in Gleichung (3.9). Durch ,Herausfalten“ der optischen Mode
in diese grofere Brillouin-Zone reproduziert man die liickenlose Dispersion des rei-
nen Heisenberg-Modells. Bei endlichen Werten der Spin-Bahn-Kopplung haben alle
Spinwellen-Moden Liicken im Zonenzentrum, allerdings sind diejenigen von €2; und €2,
viel kleiner als die der beiden anderen Moden. Aus diesem Grund bezeichnen wir die
Zweige Q;(q) und Q(q) als ,,akustische Moden* und Q3(q) und Q4(q) als ,optische
Moden“. Optische Spinwellen-Moden sind zum Beispiel in Doppelschicht-Kupraten ge-
funden worden [62-64)].

3.2 Numerische Ergebnisse
fiir die Spinwellen-Dispersion

Fiir die von uns benutzten Modell-Parameter stellt sich heraus, dafl sowohl die beiden
akustischen Zweige als auch die beiden optischen Zweige fast entartet sind. Der Grund
hierfiir ist der geringe Wert des Winkels ¢, der zu einer vom klassischen Grundzustand
fast erfiillten, zuséitzlichen Translationssymmetrie fiihrt. Diese ,,Quasi“-Symmetrie ent-
spricht der Translation um den Vektor R4, der die Ti-Ionen Nr. 1 und 4 verbindet
(siehe die Abbildungen 2.1 und 2.3). Im Fall =0 ist diese Symmetrie exakt, und die
magnetische Einheitszelle enthélt nur zwei Ionen. In diesem Fall besteht die Spinwellen-
Dispersion aus zwei Zweigen. Weil wir eine kleine Abweichung von diesem Idealfall
finden, erhalten wir zwei Paare fast entarteter Zweige.
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3.2.1 Vergleich der akustischen Zweige mit
Neutronenstreuungs-Daten
Wir beginnen unsere Diskussion, indem wir hier die experimentellen Ergebnisse aus

Referenz [17] wiedergeben. Die entsprechenden Neutronenstreuungs-Daten sind nume-
risch an ein isotropes Spektrum mit einem einzelnen Zweig angepafit worden,

AZ\?
Q(q) ~ J\/(?) + @) —(cos ¢, + cos gy + cosg,)?. (3.19)
Demgemifl wird eine isotrope Heisenberg-Kopplung J fiir das gesamte Ti-Gitter an-
genommen, d.h. dieselbe Kopplung fiir die Bonds 12 und 13 aus Abb. 2.1, und eine
Spinwellen-Liicke A im Zonenzentrum eingefiihrt. Die experimentell bestimmten Werte
dieser Parameter sind

J=155+10meV, A =33+0.3meV. (3.20)

Im folgenden vergleichen wir die ans Experiment angepafite Funktion aus Gleichung
(3.19) mit den von uns berechneten akustischen Zweigen € (q) und Q3(q).

Obwohl geméfl der Symmetrie unseres Spinwellen-Hamiltonians zwei akustische Mo-
den erlaubt sind, gestattet es die Auflésung der Dispersions-Messungen, die etwa 10 %
an jedem Punkt q in der Brillouinzone betréigt [65], nicht, die beiden Zweige aufzuldsen.
Um diesen Punkt aufzuzeigen und um die experimentellen Ergebnisse im Detail mit
unseren Ausdriicken zu vergleichen, gehen wir wie folgt vor. Als erstes mitteln wir die
zu verschiedenen Bonds gehérenden Heisenberg-Kopplungen iiber die sechs Bonds, an
denen ein herausgegriffenes Ti-Ion teilnimmt,

4Ji9 + 2J13
6

Dieser Wert stimmt klar innerhalb der Genauigkeit des Experiments mit dem experi-

= 15.89 meV. (3.21)

mentellen Wert iiberein, der in Gleichung (3.20) angegeben ist. Als zweites berechnen
wir die Liicken im Zonenzentrum, wie sie sich aus unserer Rechnung ergeben. Mittels
der am Ende des vorherigen Abschnitts beschriebenen numerischen Prozedur finden
wir

Wir erhalten das Ergebnis, dafl die Aufspaltung zwischen den beiden berechneten Zwei-

gen ihr Maximum in der Zonenmitte erreicht, wo sie den Wert besitzt:

Ay
X =9L14%. (3.23)

2
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Diese Diskrepanz befindet sich innerhalb der etwa 10 % Unsicherheit der gemessenen
Spinwellen-Energien aus Referenz [17]. Abseits des Zonenzentrums ist die Fastentartung
der beiden akustischen Zweige noch deutlicher.

Wir schitzen die tetragonale Anisotropie der Dispersion ab, indem wir die Spinwellen

Energien zu den Wellenvektoren q = (7/2,0,0) und q = (0,0, 7/2) vergleichen,

Ql(oaoa%) QQ(OaOa%)

2 9134, 27
Ql(%aoa 0) ! QQ(%a Oa 0)

=91.29%. (3.24)
Das bedeutet, dafl die tetragonale Anisotropie ebenfalls ein geringeres Ausmafl hat
als die Unsicherheit der gemessenen Spinwellen-Energien. Die berechneten Dispersio-
nen entlang ausgewihlter Richtungen in der Brillouin-Zone sind in den Abbildungen
3.1 (a)—(c) gezeigt, inklusive der optischen Zweige, die wir in Abschnitt 3.2.2 diskutie-
ren werden, und zusammen mit der experimentellen Dispersion aus Gleichung (3.19).
Die Ubereinstimmung zwischen den berechneten akustischen Zweigen und der experi-
mentellen Dispersion ist gut.

Schwieriger ist es, von der gemessenen Dispersion auf den experimentell zitierten
Betrag 1.1meV [17] fiir die Moriya-Vektoren zu schliefen (was nicht gut mit unseren
Betrégen fiir die Moriya-Vektoren iibereinstimmt, siehe Tabelle 3.1). Wir versuchen
daher, die Auswirkungen der beiden Arten der anisotropen Spin-Kopplungen (der an-
tisymmetrischen und der symmetrischen) anhand von zwei Féllen zu analysieren: 1.
Abschalten aller antisymmetrischen Anisotropien (alle anderen Terme werden mit den
berechneten Werten beriicksichtigt, siehe Tabelle 3.1) und 2. Abschalten aller sym-
metrischen Anisotropien, wihrend die Beitrage der antisymmetrischen Anisotropien
beriicksichtigt werden. In beiden Féllen berechnen wir die Spin-Verkantung, d.h. die
Grundzustands-Konfiguration der Magnetisierung, und die Liicke der Dispersion im
Zonenzentrum. (Die Dispersion abseits des Zonenzentrums wird von den Heisenberg-
Kopplungen dominiert.)

1. In Abwesenheit der Dzyaloshinskii-Moriya-Wechselwirkung erhalten wir das Er-
gebnis, dafl die Verkantungs-Winkel fast verschwinden,

¢ = —0.04°, ¥ = 0.00° fiir D,,, = 0. (3.25)

Allerdings ist die Liicke im Zonenzentrum gegeniiber dem eigentlichen Wert vergréfert,
siehe Gleichung (3.22):

A} = Ay =4.73meV fiir D, = 0. (3.26)

2. In Abwesenheit der symmetrischen Anisotropien ist die Spin-Verkantung fast die-
selbe wie in Tabelle 2.13,

@ =1.47°, 9 = 0.80° fiir A%, = 0. (3.27)
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Abbildung 3.1: Die Spinwellen-Dispersion entlang ausgewdhlter Richtungen in der magnetischen
Brillouin-Zone. Wir verwenden pseudokubische Koordinaten, in denen die Ti-Ionen Nr. 1 und 2 ent-
lang der x-Achse angeordnet sind. Die Teilabbildungen (a)-(c), siehe auch die kommenden Seiten, zei-
gen (in Schwarz) die vier Zweige Q;(q) der berechneten Dispersion und (in Grau) den einzelnen Zweig
Q(q), der numerisch an Neutronenstreuungs-Ezperimente angepafit wurde, siehe Gleichung (3.19). Die
akustischen Zweige Q1(q) und Q2(q) sind fast entartet, so daf abseits des Zonenzentrums keine Auf-
spaltung zwischen ihnen sichtbar ist. Die optischen Zweige Q3(q) und Q4(q) sind iber die gesamte
Brillouin-Zone praktisch ununterscheidbar. (a) Die Dispersion entlang der Richtung (1,1,1). Diese
Richtung ist gewdhlt, weil in der experimentellen Verdffentlichung zur Neutronenstreuung gemessene
Punkte der Dispersion entlang dieser Richtung gezeigt sind [17]. Obwohl die berechneten akustischen
Zweige im Zonenzentrum etwas niedrigere Energien ergeben als die experimentelle Fitfunktion und
am Zonenrand etwas héhere Energien, befinden sich diese Abweichungen im Rahmen der Mefunsi-
cherheit. Daher ist die Ubereinstimmung unserer berechneten Dispersion mit den gemessenen Punkten
und der Fitfunktion gut. Die Aufspaltung der berechneten akustischen Zweige im Zonenzentrum ist zu
klein, um vom Ezperiment aufgelist zu werden. Aus den Teilabbildungen (b) und (c) ist ersichtlich,
dap die tetragonale Anisotropie der berechneten akustischen Zweige recht klein ist. Die Ubereinstim-
mung der akustischen Zweige mit den Neutronenstreuungs-Daten ist auch entlang der (1,0,0)-Richtung
[Teilabbildung (b)] und der (0,0,1)-Richtung [Teilabbildung (c)] gut.
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Wenn wir die symmetrischen Anisotropien kontinuierlich abschalten, erhalten wir das
Ergebnis, daf sich die Liicke im Zonenzentrum zunéchst schliefit und im weiteren so-
gar imagindr wird, wenn die symmetrischen Anisotropien gegen Null gehen. Dieses
unphysikalische Ergebnis zeigt, daf} es nicht erlaubt ist, ausschliefflich die aus der Spin-
Bahn-Kopplung resultierenden antisymmetrischen Anisotropien zu betrachten, d. h. oh-
ne Beriicksichtigung ebenfalls der symmetrischen Anisotropien. Tatséchlich muf}, wie
bereits in den Arbeiten [55,56] aufgezeigt wurde, eine systematische Behandlung der
Auswirkung der Spin-Bahn-Kopplung auf die Spin-Kopplungen beide Arten von Ani-
sotropien beriicksichtigen. Beide tragen zur magnetischen Energie Terme von derselben
Groflenordnung des Spin-Bahn-Parameters bei.

Aus dem Vergleich dieser fiktiven Fille ziehen wir den Schluf, daf§ die Spin-Verkan-
tung von den antisymmetrischen Anisotropien dominiert ist, wihrend die Liicke der
Dispersion im Zonenzentrum in erster Linie durch die symmetrischen Anisotropien be-
stimmt wird. Daher ist es eine etwas fragwiirdige Vorgehensweise, die antisymmetrische
Anisotropie der Spin-Kopplung aus der Spinwellen-Dispersion abzuleiten, indem man
wie in Arbeit [17] nur die Moriya-Vektoren beriicksichtigt. Dieses ist erneut auf die
Tatsache bezogen, dafl sowohl die Dzyaloshinskii-Moriya-Wechselwirkung als auch die
durch die Spin-Bahn-Kopplung hervorgerufenen symmetrischen Anisotropien in der-
selben Groflenordnung in der magnetischen Energie und in der Spinwellen-Dispersion
auftreten [66].

Die Art und Weise, wie die verschiedenen anisotropen Spin-Kopplungen in einem Sy-
stem niedriger Symmetrie wie LaTiO3 aus einer experimentell bestimmten Spinwellen-
Dispersion abgeleitet werden kénnen, bleibt daher unklar. In unserem Fall hingt der
Spinwellen-Hamiltonian (3.12) von acht Parametern ab [man beachte, daf§ einige der
Koeffizienten aus den Gleichungen (3.13) komplex sind]. Dariiber hinaus reicht in unse-
rem Fall selbst die Kenntnis dieser acht Parameter nicht aus, um den Riickschluf} auf die
Parameter des Spin-Hamiltonians aus Gleichung (2.18) zu ziehen. Der Grund hierfiir
besteht darin, daf§ die Koeffizienten, die die Matrixelemente (A.,,)"* und (A} ,)¥* bein-
halten [siehe Gleichung (3.8)], allesamt nicht in den Spinwellen-Hamiltonian eingehen
(siehe Anhang D). Der Schluf§ hieraus lautet, dafi es mdoglich ist, bestimmte numeri-
sche Werte fiir die verschiedenen Arten von Spin-Kopplungen zu verwenden und ihre
Konsistenz mit der experimentell bestimmten Dispersion zu untersuchen (wie oben ge-
schehen). Jedoch ist hier eine eindeutige Ableitung von Spinkopplungs-Parametern aus
Spinwellen-Spektren aufgrund der niedrigen Symmetrie dieses Systems nicht moglich.
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3.2.2 Die optischen Zweige

Die berechneten optischen Zweige, die ebenfalls in den Abbildungen 3.1 (a)—(c) gezeigt
sind, sind in der gesamten Brillouin-Zone praktisch ununterscheidbar. Ihre Liicken im
Zonenzentrum sind

Bis jetzt sind Zweige der Spinwellen-Dispersion mit derartig groflen Liicken im
Zonenzentrum nicht per Neutronenstreuung gemessen worden [17]. Mogliche Griinde
hierfiir sind [65]: 1. Das Signal im Energiebereich der optischen Zweige hat eine recht ge-
ringe Intensitét (im Vergleich zu den niedrigeren Energiebereichen). 2. Das Spinwellen-
Signal in diesem Energiebereich ist begleitet, und eventuell iiberlagert, von Phonon-
Anregungen. Trotz dieser zwei Probleme sollte es dennoch im Prinzip moglich sein,
die Dispersion der optischen Zweige mithilfe von Neutronenstreuung zu messen [65].
Unsere Vorhersage ist, dafl die Dispersion der optischen Moden sich qualitativ von der-
jenigen der akustischen Moden unterscheiden wird. Die optischen Moden werden nicht
die ndherungsweise vorhandene kubische Isotropie der akustischen Moden aufweisen,
sondern eine gewisse tetragonale Anisotropie zeigen. Wir erhalten

Q4(07 Oa %)
Q4(%a Oa 0)

5(0,0,7)

>

— = 70.47
Q3(%a030) %’

= 70.44 %. (3.29)

Diese Beziehungen kénnen zu einer weiteren Uberpriifung unseres Modells dienen.

Im Unterschied zur nicht vorhandenen experimentellen Evidenz fiir die optischen
Moden nach den Neutronenstreuungs-Experimenten, zeigen Raman-Spektren [26] bei
niedrigen Temperaturen einen ausgeprigten Peak, der bei etwa 37meV zentriert ist.
Diese Energie ist zumindest qualitativ konsistent mit den von uns berechneten op-
tischen Zweigen Q3(q) und €4(q). In der Raman-Spektroskopie kann nur die Anre-
gung der optischen Zweige beobachtet werden, die zu verschwindendem Wellenvektor
gehort. Im Prinzip ist die Raman-Spektroskopie nur in bezug auf S,=0-Anregungen
empfindlich, jedoch kann diese Auswahlregel durch die Spin-Bahn-Kopplung aufgeho-
ben werden. Der Raman-Peak verschwindet bei der Néel-Temperatur. Das ergibt eine
Evidenz fiir einen magnetischen Ursprung dieses Peaks. Insbesondere in bezug auf
die Phononen ist die Untersuchung von Spinwellen-Energien per Raman-Spektroskopie
dhnlichen Problemen unterworfen wie in den Neutronenstreuungs-Experimenten. Da
der ausgepriagte Peak bei etwa 37meV eine sehr grofle Intensitéit besitzt, konnte seine
Erkldrung, zusitzlich zu den optischen Spinwellen-Moden, die Kopplung an Gitter-
Moden zu beriicksichtigen haben.



Kapitel 4

Die magnetische Struktur
von YTiOj

In diesem Kapitel iibertragen wir die wesentlichen Schritte aus Kapitel 2 auf YTiOj3.
Das Kapitel beginnt mit der Kristallfeldrechnung und fiihrt iiber den effektiven Spin-
Hamiltonian bis zur magnetischen Ordnung des klassischen Grundzustands.

4.1 Das Kristallfeld

Die Berechnung des statischen Kristallfelds im Punktladungsmodell wird véllig analog
zu LaTiOg ausgefiihrt, wie in Anhang A beschrieben. Wir verwenden aktuelle Struk-
turparameter fiir 7=2K [67], sieche Tabelle 4.1.

Die berechneten Eigenenergien und Eigenzustinde des statischen Kristallfelds fiir
YTiOj sind in Tabelle 4.2 angegeben. Den berechneten Grundzustand bezeichnen wir
(bezogen auf den Ti-Platz Nr. 1) mit |6>, siehe zu der entsprechenden orbitalen Ord-

Tabelle 4.1: Die strukturellen Parameter fir YTiOg bei T=2K [67].

o | 532260 A | zo; | 012133

b 569517 A | yor | 0.45702

¢ | 759622 A | 2o, | 0.69010

zre | 0.97762 Yoz | 0.30919

yre | 0.07398 zo2 | 0.05770
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Tabelle 4.2: Das statische Kristallfeld fiir Ti** in YTiOg (Platz 1). Spektrum und Eigenzustinde in
der orthorhombischen Basis fir die d-Orbitale aus (2.1) sind angegeben.

~0.458 €V | (-0.181, 0.295, 0.488, —0.542, 0.590)
~0.308 eV | (-0.081, —0.412, 0.529, 0.653, 0.343)
~0.181 eV | ( 0.444, 0.266, 0.654, —0.017, —0.552)
( )
(- )

0.407 eV 0.761, 0.302, —0.231, 0.222, 0.477
0.540 eV 0.430, 0.762, —0.039, 0.480, —0.040

Basis: lzy), [22%),  |yz), |z2), |2?—y?)

nung Abb. 4.1. Die Beziehungen zwischen den Grundzustandsorbitalen an den verschie-
denen Plitzen sind durch die Raumgruppensymmetrien geméfl Tabelle 2.3 diktiert. Der
Grundzustand ‘(~)> weist in orthorhombischen Koordinaten eine erheblich komplizier-
tere Struktur auf als der orbitale Grundzustand fiir LaTiOj, sieche Gleichung (2.2).
Eine einfachere Struktur fiir |f]> ergibt sich in einem lokalen, an den Ti-O-Bonds orien-
tierten Koordinatensystem, dessen Achsen wir mit X, Y, Z bezeichnen, sieche Abb. 4.2.
Die X-Achse zeigt von Ti-Platz 1 zu dem O-Ion, das zwischen den Ti-Pldtzen 1 und
2 liegt. Fiir die anderen Achsen gilt entsprechendes. Die tetragonale Streckung des
den Ti-Platz 1 umgebenden Sauerstoff-Oktaeders liegt entlang der X-Achse vor, einer
Ti-O-Bondliinge von 2.08 A entsprechend. Die Ti-O-Bondlingen entlang der Y- und
Z-Achse sind 2.02 A.

In den lokalen Koordinaten haben wir die ¢5,-Orbitale |YZ >, X Z> und ‘X Y>,
die unter Beriicksichtigung des Kristallfelds des Sauerstoff-Oktaeders ohne tetragona-
le Verzerrung entartet sind (die e,-Orbitale |X?—Y?) und |2Z%) liegen energetisch
héher). Durch die Streckung entlang der X-Achse sind nur noch die Orbitale ‘X Z >
und |X Y> entartet, und der Zustand |YZ > liegt energetisch hoher [68]. Das Kristall-
feld der iibrigen Ionen des Kristalls iiber den Sauerstoff-Oktaeder hinaus (das ist der
Effekt der orthorhombischen Verzerrung) selektiert aus dem von den Orbitalen ‘X A >
und |X Y> aufgespannten Unterraum einen eindeutigen orbitalen Grundzustand, der
nach den Referenzen [30-33| die folgende experimentell bestiitigte Form besitzt:

0y = /2xY) -y [2]x 7). (4.1)

Dieses Grundzustandsorbital stimmt hervorragend mit dem von uns berechneten ‘(~)>

iiberein, so dal wir unser Orbital in sehr guter Ndherung durch |ﬁ’ > ausdriicken kénnen:

1(0]0")[* = 98.69 %. (4.2)
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Abbildung 4.1: Die orbitale Ordnung von YTiOg.

Das von uns berechnete Grundzustandsorbital ‘(~)> besitzt in nochmals gegeniiber
X,Y, Z gedrehten Koordinaten niherungsweise eine 22—y2-Struktur. Diese Drehungen
geben wir hier nicht an, weil sie eine komplizierte Struktur aufweisen. Die 2 — 1%
Struktur hebt sich von der [ebenfalls in gedrehten Koordinaten gegebenen, siehe die
Bemerkung nach Gleichung (2.2)] 2z%-Form des Grundzustandsorbitals |0) fiir LaTiO3
ab. Zwischen den Grundzustandsorbitalen von YTiO3 und LaTiOj3 liegt nach unserer
Rechnung, in Ubereinstimmung mit den Experimenten und im Gegensatz zu Referenz
[34], ein deutlicher Unterschied vor:

1(0]0)]” = 60.94 %. (4.3)

Die LDA+DMFT-Studie [19] ergibt einen orbitalen Grundzustand |0”), der deutlich
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Abbildung 4.2: An den Ti-O-Bonds beziiglich Ti-Platz Nr. 1 orientiertes Koordinatensystem X,Y, Z
(gezeigt sind auch die orthorhombischen Koordinaten x,y,z, vgl. Abb. 2.1). In YTiO3 liegt eine tetra-
gonale Streckung des gezeigten Sauerstoff-Oktaeders entlang der X -Achse vor, die den Ti-Platz Nr. 1
mit dem Sauerstoff-Ion verbindet, das zwischen den Plitzen Nr. 1 und 2 liegt.

schlechter mit den Experimenten iibereinstimmt als unser Grundzustand:
1(0"|0")]* = 66.23 %. (4.4)

Um den Unterschied der vom Kristallfeld induzierten orbitalen Ordnung von YTiO3
zu LaTiO; zu verdeutlichen, betrachten wir jeweils den Uberlapp zwischen den Grund-
zustandsorbitalen |(~),> an verschiedenen Ti-Plitzen . |61> = ‘(~)> ist der Grundzustand
an Platz 1 gemifl Tabelle 4.2. Der Grundzustand |62> an Platz 2 geht durch die Gleit-
spiegelung an der Ebene z = 1/4 aus ‘()1> hervor und |63> durch Spiegelung an der
Ebene z = 1/4, siche Tabelle 2.3. |04) ergibt sich durch Spiegelung aus |0z) bzw. durch
Gleitspiegelung aus ‘ﬁ3>. Es liegen folgende Beziehungen zwischen den Grundzustand-
sorbitalen an den kristallographisch indquivalenten Ti-Pldtzen vor:

‘<(~)1|62>|2 = ‘<63|(~)4>‘2 =12.01 % (planar),
‘<(~)1|(~)3>|2 = ‘<(~]2|(~)4>‘2 = 0.40 % (inter-planar), (4.5)
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d.h. es gibt in und zwischen den ab-Ebenen verkantet antiferro-orbitale Ordnung, wo-
bei die Verkantung aus der exakt antiferro-orbitalen Ordnung heraus in den Ebenen
deutlich grofer ist als zwischen den Ebenen.

Gemif Tabelle 4.2 ist die Kristallfeld-Liicke zwischen dem orbitalen Grundzustand
und dem ersten angeregten Zustand mit etwa 0.15eV etwas kleiner als in LaTiO;
(dort ergab die statische Kristallfeldrechnung eine Liicke von etwa 0.21eV, siehe Ta-
belle 2.4). Wir werden die Ubereinstimmung unserer Kristallfeld-Liicke und der ty,-
Aufspaltungssignatur, die wir erhalten, mit dem Experiment diskutieren, wenn wir
auch den kovalenten Beitrag zum Kristallfeld charakterisiert haben. (Im Gegensatz zu
Referenz [16], die sich auf LaTiOs bezieht, ist uns fiir YTiO3 keine Photoelektronen-
spektroskopische Untersuchung bekannt, anhand derer eine experimentelle Abschétzung
der Kristallfeld-Liicke moglich wéire. Wir schlagen eine solche Untersuchung vor.) Da
der Superaustausch in YTiOj; eine noch kleinere Energieskala besitzt als in LaTiOj3 [7]
und der Spin-Bahn-Kopplungsparameter derselbe ist, ist fiir YTiO3 derselbe stérungs-
theoretische Ansatz gerechtfertigt wie fiir LaTiOs, d.h. wir betrachten den orbitalen
Freiheitsgrad als durch das Kristallfeld eingefroren und behandeln das Ti-Ti-Tunneln
H,,, und die Spin-Bahn-Kopplung Hy, als Storungsterme. Wir verwenden in unserer
Rechnung fiir YTiOj3 dieselben Modellparameter-Werte wie fiir LaTiOg, siehe Tabelle
2.6, mit dem Unterschied der Slater-Koster-Parameter, die in YTiO3 etwas reduziert
sind. Wir benutzen hier die Werte V,4, = —2.3eV und V4, = 1.1eV [69] (dieser Re-
ferenz entnehmen wir auch, dafl die effektiven Ladungstransfer-Energien Uyg und Aqg
in YTiO3 und LaTiOj; dieselben Werte besitzen). Bei den Slater-Koster-Parametern
handelt es sich um Mittelwerte iiber die sechs (unterschiedlich langen) Ti-O-Bonds, an
denen ein herausgegriffenes Ti-Ion beteiligt ist.

Die effektiven Ti-Ti-Hiipfmatrizen t,,,, die in den Tunnelungsterm Hy,, eingehen,
siche Gleichung (2.7), sind in Tabelle 4.3 angegeben. Wie in LaTiO3 (vgl. Tabelle 2.5)
besitzen die Hiipfamplituden zwischen den Grundzustandsorbitalen in und zwischen
den Ebenen dieselbe Gréflenordnung, d.h. wir haben grob |t‘1’g ~ |t(1]g‘ — auf eine zu
Anhang B analoge Analyse, warum dieses so ist, verzichten wir angesichts der kompli-
zierteren Struktur des Grundzustandsorbitals von YTiO3 —, jedoch sind diese Betrige
gegeniiber LaTiO3; um Faktoren zwischen 2 und 3 unterdriickt. Das entspricht der in
YTiO3 aufgrund der stirkeren Verknickung der Ti-O-Ti-Bonds vorhandenen geringe-
ren Sauerstoff-vermittelten Ti-Ti-Hybridisierung (wobei die Hybridisierung zwischen
benachbarten Ti- und O-Ionen in etwa dieselbe Stérke besitzt, da sich die Slater-
Koster-Parameter nur wenig unterscheiden). Die geringere Ti-Ti-Hybridisierung ent-
spricht zum einen dem schwécheren Superaustausch und ist zum anderen fiir geringere
Bandbreiten der pd-hybridisierten Bander verantwortlich, die durch Kovalenz aus den
lokalisierten d-Zustdnden hervorgehen (vgl. die Diskussion zum kovalenten Kristallfeld
in Abschnitt 2.1.3). Die geringeren Bandbreiten erkldren, warum die Mott-Liicke in
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Tabelle 4.3: Die effektiven Ti-Ti-Hiipfmatrizen fir YTiOg fir die d-FEigenorbitale des Kristallfelds
aus Tabelle 4.2; die Werte sind in eV angegeben. Die Zeilen und Spalten sind angeordnet beginnend
mit dem Grundzustand des Kristallfelds (Index 0), fortfahrend mit dem ersten angeregten Zustand
(Index 1) etc.

Planar

tip =i =tos = tos =ty = ths = tyy = tig
[ —0.062 —0.206 0.033 —0.026 —0.012 |
0.007 -0.015 0.006 —0.086 0.114
= 0.130 —0.077 —0.125 0.149 —0.203
—0.202 0.030 0.092 0.453 —0.632
| —0.036 0.008 0.024 0.031 —0.044 |

Inter-planar

b1y =1gq =139 = 459
[ 0.086 —0.009 0.101 —0.024 —0.085 |
—0.009 0.160 0.043 0.126 0.227
= 0.101 0.043 0.119 —0.048 —0.159
—0.024 0.126 —0.048 —0.107 —0.263

| —0.085  0.227 —0.159 —0.263 —0.607 |

YTiO3 mit 1.0eV weitaus deutlicher ausgeprégt ist als in LaTiO3 mit 0.2eV [70].

Die Analyse des kovalenten Kristallfelds nach analoger Methode wie fiir LaTiO3
gibt diesen Effekt kaum wieder, weil nur innerhalb eines TiOg-Clusters die Ti-O-
Néchstnachbar-Hybridisierung betrachtet wird (die Betrachtung eines ausgedehnteren
Clusters wire an dieser Stelle zu kompliziert). In Tabelle 4.4 ist das Ergebnis der
Berechnung des kovalenten und statischen Kristallfelds fiir ein solches TiOg-Cluster
angegeben. Wie bei LaTiOj ist sichergestellt, dal der Grundzustand des statischen
Kristallfelds fiir Ti** einen geeigneten Ausgangspunkt zur Beschreibung des Superaus-
tauschs darstellt. Fiir den Grundzustand des kombinierten statischen und kovalenten
Kristallfelds erhalten wir die Besetzungszahl ny, = 1.330 des Ti-Ions, d.h. mit 33.0%
Wabhrscheinlichkeit liegt ein Ti?T-Zustand vor, der von einem Loch auf einem der um-
liegenden Sauerstoff-Plitze begleitet ist. Dieses unterscheidet sich nur geringfiigig von
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Tabelle 4.4: Das kombinierte statische und kovalente Kristallfeld fir Ti** (Platz 1) in YTiOs — das
Spektrum und die Figenzustinde in der orthorhombischen Basis fiir die d-Orbitale sind angegeben.
Der kovalente Beitrag ist fiir ein TiOg-Cluster berechnet. Die vollen Eigenzustinde sind Linearkombi-
nationen aus Ti’*- und Ti®*-Zustinden (letztere begleitet von einem p-Loch an einem der Sauerstoff-
Pliitze). Hier sind nur die Ti°"-Anteile der fiinf niedrigsten Eigenzustinde gezeigt, entsprechend den
Zustinden |d1> aus Gleichung (2.13). Zur Koinzidenz des toq-Aufspaltungsschemas und der Eigen-
zustdnde mit dem rein statischen Fall vgl. Tabelle 4.2.

-0.673 eV | ( 0.187, -0.340, —0.438, 0.583, —0.564)
-0.519 eV [ (-0.028, —-0.350, 0.573, 0.622, 0.402)
-0.409 eV | ( 0.459, 0.274, 0.634, —0.050, —0.557)
(
(-

0.737 eV 0.751, 0.342, -0.280, 0.188, 0.453)
0.865 eV 0.435, 0.755, —0.036, 0.485, —0.072)

Basis: lzy), [22%),  |yz), |=2), |a?—y

dem Ergebnis ny = 1.343 fiir LaTiO3 und ist in erster Linie durch die leicht modifi-
zierten Slater-Koster-Parameter verursacht. Fiir das magnetische Moment finden wir
0.1 % Reduktion durch die Ti?*-Beimischung.

Wir diskutieren im folgenden die Kristallfeld-Liicke und die ¢5,- Aufspaltungssignatur
gemif dem Kristallfeld, wie sie sich aus unserer und einer alternativen Rechnung [71] er-
geben und wie sie in Relation zu dem Ergebnis einer Analyse der optischen Leitfahigkeit
und von Raman-Daten [18] stehen. Wie erwihnt, ist bekannt, daff unter ausschlief}li-
cher Beriicksichtigung des Kristallfeldes, das von dem ein herausgegriffenes Ti-Ion um-
gebenden, tetragonal gestreckten Sauerstoff-Oktaeder herriihrt, ein zweifach entarteter
orbitaler Grundzustand vorliegt. Aus unserer statischen Kristallfeld-Rechnung (siehe
Tabelle 4.2) ist ersichtlich, daf§ das statische Kristallfeld der iibrigen Ionen die zweifa-
che Grundzustandsentartung so aufhebt, dafl ein eindeutiger orbitaler Grundzustand
um etwa 0.15eV vom ersten angeregten Zustand separiert ist und dieser wiederum vom
zweiten angeregten Zustand um etwa 0.13eV. Dieses t54-Aufspaltungsschema ist ins-
besondere ein Effekt der orthorhombischen Verzerrung. Anhand unserer Rechnung ist
im weiteren, wenn auch nur in geringem Mafle, bereits die Tendenz abzulesen, daf} das
kovalente Kristallfeld die Liicke zwischen erstem und zweitem angeregtem Zustand ver-
ringert (nach Tabelle 4.4 auf etwa 0.11eV), wihrend die Liicke zwischen Grund- und
erstem angeregtem Zustand praktisch unverdndert bleibt. Jedoch gibt es nach einer
alternativen, préziseren Berechnung des kovalenten Kristallfelds [71], die ebenfalls fiir
ein TiOg-Cluster durchgefiihrt wurde, im Gegensatz zu LaTiO3 eine deutliche Auswir-
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kung zweier von uns nicht behandelter Aspekte, der pp-Hybridisierung und der Ti'*-
Beimischung, insbesondere auf die ¢5,-Aufspaltungssignatur. Die alternative Rechnung
erhélt unter Beriicksichtigung der genannten zusétzlichen Effekte fiir die Liicke zwi-
schen Grund- und erstem Anregungszustand etwa 0.19 eV und fiir die Liicke zwischen
den ersten beiden Anregungszustinden etwa 0.03 eV. Dieses Ergebnis befindet sich ge-
geniiber unserer Rechnung in besserer Ubereinstimmung mit den Daten der optischen
Leitfdhigkeit und der Raman-Spektroskopie [18], die zeigen, daf die erste orbitale Anre-
gung um 0.2-0.25 eV zentriert ist. Insbesondere iiberschétzt unsere Rechnung offenbar
die Aufspaltung zwischen den ersten beiden angeregten Zustéinden, weil in den genann-
ten Experimenten eine entsprechende Aufspaltung von etwa 0.1eV zu zwei klar sepa-
rierten Anregungspeaks fiilhren wiirde, die jedoch nicht beobachtet werden. Der Wert
von 0.03eV fiir die Aufspaltung zwischen den ersten beiden angeregten Zustédnden ist
hingegen mit der optischen Leitfahigkeit und der Raman-Spektroskopie konsistent, weil
er nicht zur Beobachtung zweier klar unterscheidbarer Peaks fiihren wiirde, sondern zur
Uberlagerung zweier nahe beieinanderliegender, verbreiterter Peaks. Das erklirt auch,
warum aus den genannten Experimenten die Energie der ersten orbitalen Anregung
mit 0.2-0.25eV ungenauer abgeschétzt wird als bei LaTiO3 mit 0.25eV. Es ist (wie
bei LaTiO3) im Rahmen dieser Arbeit ohnehin zu kompliziert, in die Berechnung des
magnetischen Austauschs die Auswirkung der Ti?*-Beimischung in den Grundzustand
einzubeziehen. Daher verzichten wir darauf, unsere Analyse des kovalenten Kristallfelds
so auszubauen, dafl das ¢y,-Aufspaltungsschema mit dem Experiment voll iiberein-
stimmt, wozu bei YTiO3 im Gegensatz zu LaTiOj; offensichtlich die Beriicksichtigung
der pp-Hybridisierung und der Ti'T-Beimischung erforderlich ist. Wir kénnen aller-
dings nicht ausschlieflen, dafl zusétzlich zu einer anderen Schwierigkeit, die sich bei der
Beschreibung des magnetischen Austauschs in YTiO3 herausstellen wird (némlich das
Problem, den starken Wettbewerb zwischen ferromagnetischen und antiferromagneti-
schen Beitragen zum Heisenberg-Austausch in niedriger Storungsordnung realistisch zu
beschreiben), das kovalente Kristallfeld den magnetischen Austausch in YTiOj stérker
beeinfluflt als in LaTiO3 und somit einen weiteren Faktor darstellt, der unser Modell
im Fall von YTiO3 weniger aussagekriftig macht als fiir LaTiOs3.

Die zu LaTiO3 analoge simultane Diagonalisierung des statischen Kristallfelds und
der Spin-Bahn-Kopplung, siehe Abschnitt 2.1.4, ergibt fiir YTiO3, wie bereits in Ab-
schnitt 1.2 vorweggenommen, ein reduziertes magnetisches Moment von <l,§+252> Uty =
0.91 pg, das sich in hinreichender Ubereinstimmung mit dem experimentellen Wert von
0.84 iy [29] befindet.
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Tabelle 4.5: Die berechneten Single-Bond-Spinkopplungen fiir YTiOgs (in meV). Die Moriya- Vektoren
sind inklusive der Korrekturen D! der Ordnung \?> angegeben. Die symmetrischen Anisotropien sind
als Al = (A2 AsYY Asz2) ynd A°L = (ASYZ As2Z AszY) fir die diagonalen bzw. off-diagonalen

Eintrdge angegeben.

Heisenberg-Kopplungen
Jig = —3.870, J13 = 2.772

Moriya-Vektoren
Di, = (1.776,—0.938, —0.325), D13 = (—0.671,0.189, 0)

Symmetrische Anisotropien
A{, =(0.175,-0.011,—0.160), A¢, = (—0.145,—0.024, 0.010),
A$9d = (0.044,—0.131,-0.313), A3 = (0,0, —0.153)

4.2 Der effektive Spin-Hamiltonian

Die Berechnung der Kopplungen des effektiven Spin-Hamiltonians in der Form aus
Gleichung (2.18) geschieht fiir YTiO3 vollig analog zu LaTiO3. Das Ergebnis dieser
Rechnung ist in Tabelle 4.5 angegeben.

Es fillt ins Auge, dafl die Heisenberg-Kopplung Ji3 entlang der c-Achse mit einem
positiven Vorzeichen, d.h. antiferromagnetisch, berechnet wird, was einen Gegensatz
zum Experiment [7] bedeutet, aus dem die Heisenberg-Kopplungen sowohl in als auch
zwischen den Ebenen mit etwa —3meV und insbesondere zweifellos ferromagnetisch
abgeschiitzt werden (die von uns berechnete Kopplung .Ji5 befindet sich hiermit in
guter Ubereinstimmung; insgesamt wiirde unser Rechenergebnis allerdings vornehm-
lich auf eine A-Typ-Kopplung hinauslaufen). Wir ziehen den Schluf}, da§ im Fall von
YTiO;3 die von uns vorgenommenen N#herungen (d.h. insbesondere die Betrachtung
der vierten Ordnung des Ti-O-Hiipfens unter Weglassen der Austauschprozesse, die in
Zwischenzustéinden doppelte p-Locher aufweisen, sowie die Nichtbeachtung der Ti?*-
Beimischung in den Grundzustand durch das kovalente Kristallfeld) nicht ausreichen,
um die Heisenberg-Kopplung zwischen den Ebenen realistisch zu beschreiben. Es gibt
dabei folgenden Unterschied zu LaTiOg, fiir das wir ein realistisches Ergebnis erhalten
haben. Im Fall von YTiOj ist die Balance zwischen den ferromagnetischen und antifer-
romagnetischen Anteilen des Heisenberg-Austauschs, die wie bei LaTiO3 beide vorhan-
den sind, erheblich empfindlicher, was sich auch im geringeren Betrag der Heisenberg-
Kopplung gegeniiber LaTiO3 widerspiegelt (empirisch haben wir ca. -3 meV bei YTiO3
versus 15.5meV bei LaTiOj3). Variieren wir etwa den Modellparameter Usg, so erhalten
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wir einen Nulldurchgang von Ji3 bei Uy ~ 1.6eV. Im Fall von LaTiOj3 findet dieser
Nulldurchgang beim deutlich geringeren Wert U.g ~ 0.6 eV statt.

Losen wir fiir YTiOs (wie fiir LaTiOs3 am Ende von Abschnitt 2.2) die durch
Spin-Singuletts bzw. Spin-Tripletts als Zwischenzustinde vermittelten Beitrédge zum
Heisenberg-Austausch einzeln auf, so erhalten wir: J$,=21.481 meV, J{,=-25.351 meV,
J53=12.008 meV, Ji3=-9.237meV. Sowohl fiir intra- als auch inter-planare Bonds ha-
ben hier der rein ferromagnetische und der rein antiferromagnetische Heisenberg-Aus-
tausch grob dieselbe Stérke; auch das zeigt den Unterschied zu LaTiO3 auf, in dessen
Fall der berechnete durch Singuletts vermittelte Anteil erheblich stirker ist als der
durch Tripletts vermittelte, vgl. Abschnitt 2.2. Wir ziehen auch aus dieser Tatsache
den Schluf}, dafl die Balance dieser rivalisierenden Anteile in YTiO3 zu fein ist, um im
Rahmen der Ndherungen, die wir vornehmen, anhand unseres Modells aufgelost werden
zu kénnen.

Die Goodenough-Kanamori-Anderson-Regeln [51-53], deren Anwendbarkeit, wie in
Abschnitt 2.2 erwdhnt, in den von uns untersuchten Titanaten erschwert ist, geben
tatsichlich keinen genauen Aufschluf} iiber die Balance der ferromagnetischen und an-
tiferromagnetischen Anteile des Heisenberg-Austauschs. Nach den Gleichungen (4.5)
wiirden diese Regeln auf die Favorisierung einer ferromagnetischen Kopplung sowohl
fiir planare als auch fiir inter-planare Ti-Ti-Bonds hindeuten. Allerdings beriicksichti-
gen diese Regeln nicht den Effekt der Verknickung der Ti-O-Ti-Bonds.

Wir erwarten angesichts der besonders empfindlichen Balance der ferromagnetischen
und antiferromagnetischen Beitrdge zu Ji3 im Fall von YTiOj3 u. a. eine entsprechend
groflere Bedeutung der hoheren Storungsordnungen im Hiipfen. Deren Berechnung
wiirde allerdings den Rahmen der vorliegenden Arbeit sprengen (so kénnte das Hiipfen
nicht auf ein effektives direktes Hiipfen zwischen den Ti-Plidtzen abgebildet werden, die
Sauerstoff-Orbitale wéren explizit in der Storungsentwicklung mitzunehmen, und wir
miifiten Prozesse vierter und sechster Ordnung im Ti-O-Hiipfen miteinander verglei-
chen). Die Abschétzung der Relevanz der hoheren Stérungsordnungen ist bei YTiOs
schwieriger als bei LaTiOgs, weil insbesondere nicht klar ist, ob aus ihnen ein Vor-
zeichenwechsel fiir die Kopplung Ji3 resultiert. Die sechste Ordnung im Ti-O-Hiipfen
ist bei YTiO3 um einen Faktor von (2.3/5.5)2=0.17 gegeniiber der vierten Ordnung
unterdriickt (fiir diese Abschdtzung haben wir V,4,, den grofieren der beiden Slater-
Koster-Parameter, sowie die effektive Ti-O-Ladungstransferenergie Az benutzt). Im
Rahmen dieser Abschéitzung wire es zunichst einmal moglich (wobei wir nicht wis-
sen, ob es tatsichlich geschieht), dafl fiir inter-planare Ti-Ti-Bonds die sechste Ord-
nung des Ti-O-Hiipfens den ferromagnetischen Beitrag J;; um bis zu 17 % gegeniiber
der vierten Ordnung erhsht, was dann J;3=-10.807 meV entspriche, und den anti-
ferromagnetischen Beitrag Jj; um bis zu 17% verringert, was dann J§;=9.967 meV
entspriche. Es wire also im Rahmen der Abschéitzungen, die wir vornehmen kénnen,
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fiir die inter-planaren Ti-Ti-Bonds grundsitzlich moglich, dafl die sechste Ordnung im
Ti-O-Hiipfen einen Vorzeichenwechsel gegeniiber der vierten Ordnung von antiferro-
magnetischer zu ferromagnetischer Kopplung herbeifiihrt, die dann allerdings noch zu
schwach wire, um realistisch zu sein. Wir vermuten somit, dal abgesehen von den
héheren Storungsordnungen bei YTiOj3 in stdrkerem Mafle als bei LaTiO3 zum einen
die von uns nicht beriicksichtigten Austauschprozesse vierter Ordnung im Ti-O-Hiipfen,
an denen Zwischenzustinde mit zwei p-Lochern beteiligt sind, und zum anderen die
Ti?*-Beimischung in den Grundzustand der Ti-Ionen die Heisenberg-Kopplung merk-
lich modifizieren kénnten.

Wie in Abschnitt 1.2 erwéhnt, sind Probleme bei der realistischen stérungstheore-
tischen Berechnung der magnetischen Kopplungen von YTiOg bereits in der Literatur
beschrieben worden. So erhélt Arbeit [8] im Gegensatz zum Experiment eine starke
Anisotropie der ferromagnetischen Kopplungen, ndmlich J;5=-2.0meV und J;3=-0.6
meV; in Arbeit [7] werden sogar antiferromagnetische Kopplungen Ji5 und Ji3 im als
realistisch erachteten Modellparameter-Bereich berechnet. Die Referenzen [7,8] benut-
zen zu unserem unterschiedliche Modelle, beinhalten jedoch ebenfalls eine stérungs-
theoretische Behandlung des Ti-Ti-Hiipfens in zweiter Ordnung. Daf} je nach Methode
iiberhaupt Probleme bei der Modellierung der magnetischen Eigenschaften der Tita-
nate auftreten kénnen, wird im weiteren durch die ebenfalls bereits in Abschnitt 1.2
erwihnte Tatsache unterstrichen, daf fiir LaTiO3 in Arbeit [34] eine dominierende A-
Typ-Kopplung und in Arbeit [35] gar eine dominierende ferromagnetische Kopplung
berechnet wird.

Aus der Tatsache, dal wir mit unserer Methode die Heisenberg-Kopplung zwischen
den ab-Ebenen nicht realistisch berechnen koénnen, ziehen wir im Gegensatz zu Refe-
renz [7] nicht den Schluf}; daf§ der Ausgangspunkt, ndmlich die orbitale Ordnung, unan-
gebracht sei und orbitale Fluktuationen zur Erklarung herangezogen werden miifiten.
Daf} vielmehr die betrachtete Stérungsordnung und die sonstigen von uns vorgenom-
menen Niherungen fiir die Berechnung des Heisenberg-Austauschs auf der Grundlage
der orbitalen Ordnung nicht ausreichen, halten wir fiir die erheblich n&herliegende In-
terpretation.

Die Probleme, die Heisenberg-Kopplung mit unserer Methode realistisch zu bestim-
men, miissen sich nicht zwangslaufig auf die berechneten anisotropen Kopplungen be-
ziehen. Wie bereits in Abschnitt 1.2 erwihnt, gibt es z. B. Rechnungen fiir Kuprate,
die in beziiglich des Hiipfens niedrigster nichttrivialer Ordnung der Stérungstheorie
unrealistische Heisenberg-Kopplungen, aber realistische anisotrope Kopplungen erge-
ben [38]. Inwieweit unsere anisotropen Kopplungen realistisch sind, untersuchen wir
im folgenden Abschnitt anhand des klassischen magnetischen Grundzustands sowie in
Kapitel 5 anhand der Spinwellendispersion. Im folgenden Abschnitt konstruieren wir
zunichst den klassischen Grundzustand, der sich aus den von uns berechneten anisotro-
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pen Spinkopplungen in Kombination mit realistischen Heisenberg-Kopplungen ergibt.

4.3 Die magnetische Ordnung
des klassischen Grundzustands

Wie bereits erwdhnt, ergibe die Verwendung der von uns berechneten Heisenberg-
Kopplungen eine dominierende A-Typ-Struktur der magnetischen Ordnung von YTiOs,
die nach dem Experiment [7] als unrealistisch auszuschliefien ist. Da aber nicht gesagt
ist, daf} dieses auch fiir die berechneten anisotropen Spin-Kopplungen gilt, entscheiden
wir uns dafiir, die Konsequenzen fiir die magnetische Struktur zu untersuchen, die
sich ergeben, wenn wir im folgenden die aus dem Experiment abgeleiteten Heisenberg-
Kopplungen Ji» = Ji3 = —2.75meV [7] mit den in der vorliegenden Arbeit berechneten
anisotropen Spin-Kopplungen kombinieren.

Unter dieser Pramisse stellt sich in der Rechnung im Einklang mit dem Expe-
riment [7] heraus, daf§ die magnetische Ordnung des klassischen Grundzustands fiir
YTiOgz, wenn auch mit anderen Werten der Verkantungswinkel, dieselbe Struktur auf-
weist wie fiir LaTiOg, ndmlich ein geordnetes G-Typ-Moment entlang der z-Achse, ein
A-Typ-Moment entlang der y-Achse und ein ferromagnetisches Moment entlang der
z-Achse. Das ist ein erstes nichttriviales Ergebnis der anisotropen Spin-Kopplungen,
denn allein die ferromagnetischen Heisenberg-Kopplungen vorausgesetzt, konnte das
ferromagnetische Moment auch entlang der z- oder der y-Achse orientiert sein, siehe
Tabelle 2.12.

Zur Charakterisierung des klassischen Grundzustands verwenden wir hier (zunéchst
als freien Parameter, mit dessen Hilfe wir die klassische Grundzustandsenergie minimie-
ren) nicht wie bei LaTiO3 den Winkel 9 (siehe Tabelle 2.13), der dort von der Ordnung
A ist, sondern den Winkel ¢ = 90° — ¢, der fiir YTiO3 aufgrund der dominierenden
ferromagnetischen Kopplung von der Ordnung X ist. Neben ¢’ verwenden wir den Win-
kel ¢, siehe Tabelle 4.6. Variation des Parameters A zeigt, dafl hier im Gegensatz zu
LaTiOs; der Winkel ¢ von der Ordnung \° ist. Das kann man sich dadurch erkliren,
daf} fiir ein infinitesimal kleines A\ die ferromagnetische Ordnung entlang der z-Achse
eingestellt wird. Die Verkantung der Magnetisierungen fiir wachsendes A verursacht
eine Zunahme des Winkels ', wihrend die Projektion der magnetischen Momente auf
die ab-Ebenen mit der z-Achse einen konstanten Winkel einschlie3t. Das ist deshalb der
Fall, weil diese Projektion im wesentlichen senkrecht zu der Drehachse ist, die effektiv
die Verkantung der Magnetisierungen zwischen den Ebenen beschreibt.

In Abwandlung von Gleichung (2.23) haben wir somit fiir YTiO3 (unter Auslassung
des Faktors M?) die folgenden nach Ordnungen im Spin-Bahn-Parameter ) sortierten
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Tabelle 4.6: Die Struktur der magnetischen Ordnung in YTiOs, charakterisiert durch die Untergitter-
Magnetisierungen M; im klassischen Grundzustand (normiert auf den Wert M ), ausgedriickt durch
die Verkantungs-Winkel o und 9. ¢ ist in YTiOz von der Ordnung \°. Statt des Winkels ¥ wie bei
LaTiO3, siehe Tabelle 2.13, benutzen wir hier den Winkel ' = 90° — 9, weil in YTiOs dieser Winkel
und nicht 9 proportional zu X\ ist.

z-Komponenten: G-Typ
—M} = M§ = M§ = —M7 = M cos psin?/

y-Komponenten: A-Typ
—M} =—-MJ =M= M] = Msinpsind'

z-Komponenten: ferromagnetisch

M{ = M; = M; = M7 = M cos?'

Beitriage zur klassischen Grundzustandsenergie:

(Hy)=[X"]  2(I + I5) cos® o'
[\ ] =21 » +I
+4(Dy;

13) cos? psin® ¥ + 2(I,5 — I,3) sin? p sin® o'
DY) cos g cos ' sin®' — 4D5 sin ¢ cos 9 sin 9’
- 2(1“"15; + F13) (:os2 v
[X*:] + 4D}y cos psin psin® ¢ — 2I'Y; sin ¢ cos o' sin '
[X*:] —2(0§5 + T75) cos® psin® ¢’ + 2(I'Yy — IT'YY) sin® p sin® ¥’
— 4T%Y cos @ sin psin® ' (4.6)

Wir nehmen erneut nur die Beitréige bis inklusive der Ordnung A* mit [siehe die Dis-
kussion nach Gleichung (2.23)], d. h. wir schlieBen folgende Koeffizienten aus unserer
Berechnung des klassischen Grundzustandes aus: ['%%, T'%%, T%%. T%, T'7Y und die \*-
Korrektur von DD?. Wir gelangen somit zu den in Tabelle 4.7 angegebenen makro-
skopischen magnetischen Kopplungen, mit denen wir die ebenfalls in dieser Tabelle
aufgefiihrten Verkantungswinkel ¢ und ¢ sowie die (insgesamt auf den Wert M nor-
mierten) geordneten magnetischen Momente berechnen.

Die geordneten Momente zeigen eine recht gute Ubereinstimmung mit dem Ex-
periment. Nach Referenz [7] hat man, wenn man die Momente auf 1pp normiert,
M = (+£0.149,40.085,0.985) up, wobei die relativen Fehler mit etwa 15% fiir das
G-Typ-Moment, 25% fiir das A-Typ-Moment und 2% fiir das ferromagnetische Mo-
ment angegeben werden; fiir die entsprechende Probe wird ein Twinning ausgeschlos-
sen. Wenn wir M = 1 up ansetzen, liegen unsere berechneten Werte innerhalb der
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Tabelle 4.7: Die Werte der makroskopischen magnetischen Kopplungen fir YTiOs in meV, die dar-
aus resultierenden Verkantungs- Winkel der Magnetisierungen im klassischen Grundzustand und die
resultierenden Betrige der geordneten Momente (auf den Wert M normiert). Wir benutzen die von
uns berechneten anisotropen Kopplungen, jedoch die aus dem Experiment abgeleiteten isotropen Kopp-
lungen [7]. Drei Koeffizienten der makroskopischen symmetrischen Anisotropien sind bericksichtigt

(siehe Text).

Isotrope Kopplungen
I = =2.750, I3 = —1.375

Dzyaloshinskii-Vektoren
DY, = (0,-0.938,—-0.367), DI} = (—0.335,0.094, 0)
Makroskopische symmetrische Anisotropien

22 = —0.160, ['% = 0.005, I'¥Z = 0.044

Verkantungs-Winkel
= —44.17°, ¢ = 7.55°

Geordnete Momente

M = (£0.094, £0.092, 0.991) M
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einfachen Fehlergrenzen mit Ausnahme des G-Typ-Moments, fiir das wir einen et-
wa 37 % niedrigeren Wert erhalten als Referenz [7]. Dieses ist aber immer noch eine
halbwegs akzeptable Ubereinstimmung, weil die etwa 37 % Abweichung innerhalb des
3o-Vertrauensbereichs der Messung liegen.

@ ist in YTiO3 groB, und wie bereits diskutiert, ist dieser Winkel hier von der
Ordnung \°. Der berechnete Winkel 9" ist zwar noch als klein zu bezeichnen, jedoch ist
er deutlich gréfler als ¢ und ¥ im Fall von LaTiOg, vgl. Tabelle 2.14. In diesem Sinne
ist die Verkantung der Spins in YTiO3 aus der rein ferromagnetischen Ordnung heraus
stiarker als die Verkantung der Spins in LaTiOj aus der reinen antiferromagnetischen
G-Typ-Ordnung heraus.



Kapitel 5

Das Spinwellenspektrum
von YTiOj3

5.1 Der Spinwellen-Hamiltonian

Die Berechnung der Spinwellen-Dispersion fiir YTiO3 geschieht vollig analog zu Ab-
schnitt 3.1. Insbesondere haben die Single-Bond-Kopplungskoeffizienten C;;(£) der Bo-
son-Felder dieselben Symmetrien, die wir zur Definition der Koeffizienten C|, C'Q"L, C’:L"L
benutzen. Weil wir die Ti-Ionen wieder effektiv auf einem kubischen Gitter mit einer
Einheits-Gitterkonstante plazieren, ist auch die magnetische Brillouin-Zone effektiv
dieselbe wie nach Gleichung (3.9). Da es bei YTiOj3 keine sinnvolle Moglichkeit gibt,
die von uns berechneten Kopplungen J, und J,; (bzw. den entsprechenden Mittelwert
iiber die sechs Ti-Ti-Bonds, an denen ein herausgegriffenes Ti-Ion teilnimmt) durch
eine Verdnderung unserer Modellparameter-Werte an die aus den Neutronenstreuungs-
Experimenten abgeleiteten Heisenberg-Kopplungen anzupassen, verzichten wir hier im
Gegensatz zu LaTiOjz auf eine Feinabstimmung der Modellparameter. Wir berechnen
die Spinwellen-Dispersion mithilfe der Kopplungen, die Tabelle 4.7 zugrundeliegen,
d.h. insbesondere J,, = J;3 = —2.750 meV, und somit mit dem im vorherigen Kapitel
berechneten klassischen magnetischen Grundzustand konsistent sind.

Es stellt sich bei YTiO3 als zweckmiBig heraus, die verschiedenen Zweige €); der
resultierenden Spinwellen-Dispersion in einer anderen Reihenfolge zu numerieren als
in Gleichung (3.14), so dafl der Zweig €2;(q) die niedrigste Liicke im Zonenzentrum
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aufweist, 5(q) die zweitniedrigste etc.:

Q%(q) = (C, + Cy cosq,)? — |C5 > cos? q, + \C|2|\2(cos q, + cos qy)2
—\C cos q, + C3 cos ¢,|> — (cos g, + cos q,)W(—cosq,),
() =2 (a+ Q) mit Q =(0,0,7),
(q) = (g + Q) mit Q' = (m,,0),
Of(q) = (a+ Q") mit Q" = Q + Q' = (m,7,7), (5.1)

wobei W wie in Gleichung (3.15) definiert ist. Erneut besitzen alle Zweige tetragonale
Symmetrie in der magnetischen Brillouin-Zone, siehe Gleichung (3.16).

Wenn die Spin-Bahn-Kopplung A gleich Null gesetzt wird, vereinfachen sich im Fall
von YTiOj; die Koeffizienten aus den Gleichungen (3.14) zu

C'1 = _2J12 - J13: CQJ_ = J13a Cg = J1za C3L = C:'a' =0, (5-2)

wobei hier Ji» < 0 die ferromagnetische intra-planare Heisenberg-Kopplung ist und

J13 < 0 die ferromagnetische Heisenberg-Kopplung zwischen den ab-Ebenen. In diesem
Fall wird

2

Q3 (q) = [2J15 + Ji5 — Jip(cos g, + cos q,) — Jyzcosq,]”,
Q3(q) = [2Jy5 + Jyg — Jip(cos g, + cos q,) + Jy5 cos qz}Q,
Q(a) = [2J;5 + i3 + Jip(cos g, + cosq,) — Ji5 cos qz}za
Q3(q) = [2J15 + Ji5 + Jip(cos g, + cos q,) + Jy5 08 q, ] 2 (5.3)

Nur €2; verschwindet im Zonenzentrum und wird daher als akustische Mode bezeich-
net. Die anderen Zweige haben folgende Liicken im Zonenzentrum: ,(0) = 2|J3/,
03(0) = 4|J12|, Q(0) = 4|J12| + 2|J13]- Diese Zweige werden daher als optische Mo-
den bezeichnet. Fiir ferromagnetische Kopplungen Ji5 und Ji3, wie sie bei YTiO3 mit
Sicherheit vorliegen, enthilt die magnetische Einheitszelle in Abwesenheit der Spin-
Bahn-Kopplung nur ein einziges Ti-Ion; d.h. in diesem Fall konnen alle Untergitter 1,
2, 3 und 4 zu einem einzigen, dem einfach kubischen Gitter kombiniert werden. Die
Brillouin-Zone, die der kleineren magnetischen Einheitszelle entspricht, ist bei YTiO;
dann viermal so grof wie diejenige aus Gleichung (3.9). Durch ,,Herausfalten“ der drei
optischen Moden in die vergroflerte Brillouin-Zone reproduziert man die liickenlose Di-
spersion des (hier ferromagnetischen) Heisenberg-Modells. Bei endlichen Werten der
Spin-Bahn-Kopplung haben erneut alle vier Moden endliche Liicken im Zonenzentrum,
allerdings ist diejenige von €2y viel kleiner als die der anderen Zweige. Daher bezeich-
nen wir den Zweig €2;(q) als ,akustische Mode“ und die anderen Zweige als ,,optische
Moden*.
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5.2 Numerische Ergebnisse
fiir die Spinwellen-Dispersion

Alle vier Spinwellen-Moden stellen sich als iiber weite Bereiche der magnetischen Bril-
louin-Zone hochgradig nicht entartet heraus, d.h. im Fall von YTiO3 beobachten wir
nicht zwei Paare fastentarteter Dispersions-Zweige. Der Grund hierfiir ist, daf} die in
Abschnitt 3.2 erwihnte, bei LaTiO3 aufgrund des kleinen Verkantungs-Winkels ¢ fast
erfiillte zusétzliche Translationssymmetrie bei YTiOj3 nicht vorliegt, weil ¢ hier recht
grof} ist, vgl. Tabelle 4.7.

5.2.1 Vergleich des akustischen Zweigs
mit Neutronenstreuungs-Daten

Mittels einer auf dem Gitter isotropen, ferromagnetischen Heisenberg-Kopplung J, ei-
ner Liicke A im Zonenzentrum und eines Anisotropie-Parameters A (der den symmetri-
schen Anisotropien entspricht, die in kubischer Situation erlaubt sind) sind in Arbeit [7]
die gemessenen Neutronenstreuungs-Daten numerisch an folgende Dispersion angepafit
worden:

Q(q) ~ \/\J|[3 — (cos gy + cosqy +cosq,)] + A+ A(1l —cosgy)

X \/\J|[3 — (cos gy + cos gy +cosq,)] + A+ A(1 — cos gy). (5.4)

Hierbei wurden folgende Parameter-Werte benutzt:

2

A
J=-27meV, A=08meV, A= 0.093m = 0.02meV. (5.5)
Dieses entspricht dem Wert von J, den wir zur Berechnung des klassischen magne-
tischen Grundzustands und der Spinwellendispersion benutzt haben. Der Parameter
A entspricht folgenden diagonalen bzw. off-diagonalen Eintrigen der symmetrischen
Anisotropie-Tensoren:

A% =1(0,0,—A) = (0,0,—0.4) meV, A =(0,0,0). (5.6)

Dieses Ergebnis unterscheidet sich deutlich von unseren berechneten Werten fiir die
symmetrischen Anisotropie-Tensoren aus Tabelle 4.5. Auf diese Diskrepanz kommen
wir zuriick.

Zwar ist der numerisch angepafite Wert der Liicke A verschwindend gering, an-
dererseits wird in Arbeit [7] fir A die Obergrenze 0.3 meV angegeben. Der von uns
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berechnete akustische Zweig der Spinwellen-Dispersion befindet sich hiermit gerade
noch in Ubereinstimmung, denn er besitzt im Zonenzentrum die Liicke:

Die tetragonale Anisotropie des von uns berechneten akustischen Dispersionszweigs
fillt (vor allem wegen der als auf dem Gitter isotrop angenommenen Heisenberg-
Kopplung) geringer aus als diejenige der akustischen Zweige bei LaTiOs3, vgl. die Glei-
chungen (3.24):

0,(0,0,%)

1
20— 97.74%. 5.8
0(3,0,0) % >8)

Die Abbildungen 5.1 (a)—(c) zeigen einen Vergleich der numerisch ans Experiment
angepafiten Dispersion gem#fi Gleichung (5.4) mit den von uns berechneten Zweigen
der Dispersion. Die Ubereinstimmung des berechneten akustischen Zweigs mit der ex-
perimentellen Funktion erachten wir als befriedigend, auch wenn sie quantitativ nicht
so gut ist wie im Fall von LaTiO;z die Ubereinstimmung zwischen den dort berech-
neten akustischen Zweigen und der ans Neutronenstreuungs-Experiment angepafiten
Funktion, vgl. Abschnitt 3.2.

Es gibt allerdings folgende grundlegende Einschrinkung der systematischen Aussa-
gekraft der experimentellen Fitfunktion (5.4). Gleichung (4.6) entnehmen wir, dafi der
in Referenz [7] eingefiihrte, symmetrischen Anisotropien entsprechende Parameter A
in der tatséichlichen, orthorhombischen Situation nicht die fiihrende Anisotropie sein
kann, weil in derselben Ordnung des Spin-Bahn-Parameters immer sowohl antisym-
metrische als auch symmetrische Anisotropien zur klassischen Grundzustandsenergie
beitragen. So erkldren wir uns auch die Diskrepanz zwischen den berechneten Werten
fiir die symmetrischen Anisotropien geméfl Tabelle 4.5 und den numerisch angepaf}-
ten Werten nach den Gleichungen (5.6). Dieses ist ein analoger Punkt dazu, daf} es bei
LaTiOg3 unseres Erachtens nicht méglich ist, aus der Spinwellendispersion direkt auf die
Stiarke der Dzyaloshinskii-Moriya-Wechselwirkung zu schlielen, siehe die Diskussion in
Abschnitt 3.2.

5.2.2 Die optischen Zweige

Eine experimentelle Evidenz fiir die von uns berechneten optischen Zweige ist bisher we-
der aus Neutronen- noch aus Raman-Streuungs-Experimenten bekannt. Hierfiir kénnte
es erneut technische Griinde geben, wie wir sie bereits in Abschnitt 3.2.2 beschrieben
haben, mit der Einschrinkung, dafl hier aufgrund der im Vergleich zu LaTiO3 deutlich
niedrigeren Ein-Magnon-Energien die Uberlagerung durch Phononen kaum eine Rolle
spielen diirfte.
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Die von uns berechneten optischen Zweige weisen deutliche Liicken im Zonenzentrum
auf:

AQ = QQ(O) = 5.815 meV, Ag = 93(0) =11.721 meV, A4 = 94(0) =17.214 meV.
(5.9)

Zwei der berechneten optischen Zweige besitzen eine deutliche tetragonale Aniso-
tropie:

=
=

€25(0,0,%) (0,0, )
=35.48%, ———2—=163.29
%, Q3(%,0 %, 0

2 2 100.77%. (5.10
0) (%, 0,0) b (510

l\3|=!

Experimente an YTiOg, die gezielt nach optischen Zweigen der Spinwellendispersion
suchen wiirden, wéren unseres Erachtens hochinteressant.
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Abbildung 5.1: Die Spinwellendispersion in YTiOg entlang ausgewdihlter Richtungen in der Brillowin-
Zone. Wir wihlen analoge Richtungen wie im Fall von LaTiOs, vgl. Abb. 3.1. Die Teilabbildungen
(a)-(c), siehe auch die kommenden Seiten, zeigen (in Schwarz) die vier Zweige Q;(q) der berech-
neten Dispersion und (in Grau) den einzelnen Zweig Q(q), der numerisch an Neutronenstreuungs-
Ezperimente angepafit wurde, siehe Gleichung (5.4) nach Arbeit [7]. (a) Die Dispersion entlang der
Richtung (1,1,1). Der berechnete akustische Zweig ergibt im Zonenzentrum eine deutlich grifiere Liicke
als die experimentelle Fitfunktion und am Zonenrand eine etwas niedrigere Energie. Trotz der merk-
lichen Diskrepanz im Zonenzentrum erachten wir die Ubereinstimmung des akustischen Zweigs mit
den Ergebnissen von Arbeit [7] noch als befriedigend, weil dort fir die Liicke im Zonenzentrum ei-
ne Obergrenze von 0.3 meV angegeben wird, an der sich gerade die Liicke des von uns berechneten
akustischen Zweigs bewegt. Aus den Teilabbildungen (b) und (c) ist ersichtlich, daf8 die tetragonale
Anisotropie des berechneten akustischen Zweigs recht klein ist. Die Ubereinstimmung des akustischen
Zweigs mit den Neutronenstreuungs-Daten ist auch entlang der (1,0,0)-Richtung [Teilabbildung (b)]
und der (0,0,1)-Richtung [Teilabbildung (c)] befriedigend.
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Kapitel 6
Zusammenfassung

Wir haben eine detaillierte Analyse der magnetischen Ordnung und der Spinwellen-
spektren von LaTiOs und YTiO3 vorgelegt.

Der Ausgangspunkt unserer Rechnung zunéchst fiir LaTiOj ist die orbitale Ord-
nung der Ti-Ionen, die aus dem statischen Kristallfeld, insbesondere unter Beriicksich-
tigung der Jahn-Teller-Verzerrung, resultiert. Diese orbitale Konfiguration stimmt gut
mit NMR-Messungen iiberein, und die von uns berechnete Kristallfeld-Liicke befindet
sich in guter Ubereinstimmung mit Ergebnissen der Photoelektronen- und Raman-
Spektroskopie. Die orbitale Ordnung schliefit das orbitale Fliissigkeitsbild fiir LaTiO3
aus, das das Jahn-Teller-artige ?y,- Aufspaltungsschema und den resultierenden orbi-
talen Grundzustand ignoriert. Mittels einer Stérungsentwicklung fiir diesen nichtent-
arteten Grundzustand beziiglich des effektiven Hiipfens zwischen benachbarten Ti-
Ionen und der on-site wirkenden Spin-Bahn-Kopplung haben wir einen effektiven Spin-
Hamiltonian hergeleitet. Dieser enthilt, zusétzlich zur isotropen Heisenberg-Kopplung
zwischen néchstbenachbarten Ti-Ionen, die antisymmetrische Dzyaloshinskii-Moriya-
Kopplung und die symmetrisch anisotrope Kopplung. Diese drei Wechselwirkungen
bestimmen zusammen die magnetische Ordnung. Durch Minimierung der magnetischen
Energie des klassischen Grundzustands haben wir das Ergebnis erhalten, daf§ die ma-
gnetische Ordnung vornehmlich diejenige eines G-Typ-Antiferromagneten ist, mit dem
entsprechenden geordneten Moment entlang der kristallographischen a-Achse, begleitet
von einem schwachen ferromagnetischen Moment entlang der c-Achse. Diese Konfigu-
ration befindet sich in guter Ubereinstimmung mit den experimentellen Resultaten.
Zusatzlich haben wir das Ergebnis erhalten, dafl es ein kleines A-Typ-Moment der
Spin-Komponenten entlang der b-Achse gibt, das zwar noch nicht im Experiment beob-
achtet wurde, jedoch durch die Symmetrie des Systems erlaubt ist. Die berechnete ma-
gnetische Struktur ist nicht empfindlich in bezug auf betréchtliche Verdnderungen der
Modell-Parameter. Das ist ein nichttriviales Ergebnis, denn nach den Raumgruppen-
Symmetrien von LaTiOj3 hitte etwa das G-Typ-Moment auch entlang der b- oder
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c-Achse orientiert sein konnen. Anhand unseres Modells haben wir gezeigt, dafl bei
LaTiOs aus der orbitalen Ordnung gemafi dem Kristallfeld zwanglos die beobachtete
magnetische Ordnung folgt.

Die detaillierte Berechnung der Spinwellen-Dispersion hat eine weitere Moglichkeit
zur Uberpriifung unseres Modells fiir LaTiOs geliefert. Es handelt sich dabei um einen
unabhingigen Test, denn prinzipiell bedeutet es, wenn die magnetische Struktur kor-
rekt reproduziert wird, nicht notwendigerweise, dafl auch die magnetischen Anregun-
gen mit dem Experiment {ibereinstimmen. Fiir das Spinwellenspektrum von LaTiO;
erhalten wir das Ergebnis, dafl die Dispersion aus zwei Paaren quasi-entarteter Zweige
besteht. Die Moden, die einem dieser Paare entsprechen, haben recht kleine Liicken
von etwa 3meV im Brillouin-Zonenzentrum und sind niherungsweise isotrop in der
Brillouin-Zone. Wir haben gezeigt, dafl die Dispersionen und die Liicken dieser bei-
den Moden die experimentellen Daten aus der Neutronenstreuung reproduzieren. Die
quasi-entarteten Moden, die zu dem zweiten Paar von Spinwellen-Zweigen gehoren, ha-
ben grofle Liicken von etwa 43 meV im Brillouin-Zonenzentrum und ihre Dispersionen
zeigen eine merkliche tetragonale Anisotropie in der Brillouin-Zone. Wahrend diese
beiden Moden noch nicht per Neutronenstreuung gemessen wurden, sind ihre Liicken
im Zonenzentrum konsistent mit Raman-Daten.

Angesichts der recht guten Ubereinstimmung, die wir in unserer Studie zu LaTiOs
mit Neutronen- und Raman-Streuungs-Daten erhalten haben, ziehen wir den Schluf,
daB} wir ein detailliertes Verstindnis des Magnetismus in LaTiOj3 erreicht haben. Zusétz-
lich haben wir recht detaillierte Vorraussagen zum Verhalten der héherenergetischen
Spinwellen-Moden geliefert. Wir hoffen auf eine zukiinftige experimentelle Untersu-
chung dieser Moden und einen entsprechenden Vergleich mit unseren Rechnungen.

Im weiteren haben wir die zunéchst fiir LaTiO3; entwickelte Methode auf das Ver-
gleichssystem YTiO3 angewandt. Auch fiir YTiOj3 befindet sich die aus dem Kristallfeld
resultierende orbitale Ordnung in guter Ubereinstimmung mit dem Experiment. Aller-
dings ist die realistische Berechnung des Heisenberg-Austauschs aufgrund des in YTiOj3
besonders starken Wettbewerbs zwischen ferromagnetischen und antiferromagnetischen
Kopplungen in der von uns verwendeten Ordnung der Stérungstheorie bzw. im Rah-
men sonstiger von uns vorgenommener N#iherungen nicht méglich (dhnliche Probleme
sind bereits in der Literatur beschrieben worden). Dennoch sind die von uns berechne-
ten anisotropen Spin-Kopplungen mdéglicherweise realistisch. Eine Kombination dieser
Kopplungen mit aus dem Experiment abgeleiteten Heisenberg-Kopplungen ergibt eine
gute Ubereinstimmung des klassischen magnetischen Grundzustands mit dem Expe-
riment. Ahnlich zu LaTiOs erhalten wir ein G-Typ-Moment entlang der kristallogra-
phischen a-Achse, ein A-Typ-Moment entlang der b-Achse und ein ferromagnetisches
Moment entlang der c-Achse, wobei in YTiOj3 die ferromagnetische Kopplung die domi-
nierende ist. Auch im Fall von YTiOj ist das realistische Ergebnis fiir die magnetische
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Ordnung, die durch die anisotropen Spin-Kopplungen induziert wird, etwas Nichttri-
viales, weil grundsétzlich z. B. die Raumgruppen-Symmetrie auch eine Orientierung des
ferromagnetischen Moments entlang der a- oder b-Achse gestatten wiirde.

Das fiir YTiO3 berechnete Spinwellenspektrum ergibt drei Zweige mit deutlichen
Liicken im Brillouin-Zonenzentrum, fiir die bisher keine experimentelle Evidenz besteht.
Diese Zweige haben wir hinsichtlich ihrer Liicken im Zonenzentrum von etwa 6 meV,
12meV und 17meV und einer z. T. deutlichen tetragonalen Anisotropie charakterisiert
und hoffen auch hier fiir die Zukunft auf eine gezielte experimentelle Untersuchung.
Zudem erhalten wir einen vierten Zweig mit einer sehr kleinen Liicke von etwa 0.3 meV
im Zonenzentrum, der ndherungsweise isotrop in der Brillouin-Zone ist und sich in
befriedigender Ubereinstimmung mit entsprechenden Neutronenstreuungs-Daten be-
findet. Das mithilfe unseres Modells fiir YTiO3 erreichte Verstdndnis des Magnetismus
geht offenbar nicht so tief wie fiir LaTiOg, weil wir im Fall von YTiOj; die stark riva-
lisierenden Beitrige zum Heisenberg-Austausch nicht gut auflésen konnen, allerdings
haben wir anisotrope Spin-Kopplungen berechnet, iiber die bisher sehr wenig bekannt
war, die zur realistischen Beschreibung einiger Eigenschaften von YTiOj fiihren und
die Voraussagen fiir zukiinftige Experimente liefern.
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Die Ewald-Summation

Die Madelung-Summe fiir das Coulomb-Potential ist im Punktladungs-Modell gegeben
durch

!
qn
V(I') = —62 m, (Al)
Ln

wobei r = (z,y, z) ein Punkt auf dem Ti-Ion Nr. 1 ist, dessen Zentrum den Koordinaten-
Ursprung definiert. In Gleichung (A.1) sind 1 die Bravais-Translationen, a,, die Basis-
vektoren der Einheitszelle, und ¢, die zugehorigen Punktladungen [gemifi der Zuord-
nung formaler Valenzen La3*Ti*™(0%7);]. Der Strich an der Summe zeigt an, daf das
Ion am Ursprung, fiir das 1 = a,, = 0 gilt, ausgelassen wird. Fiir die Konvergenz dieser
Summe ist die Neutralitdtsbedingung

Y =0 (A.2)

erforderlich, die in unserem Fall erfiillt ist. Die Summe (A.1) konvergiert nicht absolut.
Daher benutzt man die Ewald-Summation [72] (siehe auch Referenz [73]), bei der die
Summe (A.1) auf zwei Summen abgebildet wird, die absolut und schnell konvergieren
und die mit hoher numerischer Genauigkeit ausgerechnet werden koénnen. Unter Ver-
wendung der Ewald-Summation kann das Madelung-Potential ausgedriickt werden in
der Form

4 2 . !
V(r)=—e E VTQ e igz TigT E gne 8% —e E lqin erfc (G|1+ a, —r|)

+ e% erf (Gr). (A.3)

Hier sind g die Vektoren des reziproken Bravais-Gitters, dessen Basisvektoren durch
(27/a,0,0), (0,27/b,0) und (0,0,27/c) gegeben sind, V, = abc ist das Volumen der
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Einheitszelle und G eine Abschneide-Frequenz. Der Wert von V (r) ist selbstverstind-
lich unabhingig von G. Diese Abschneide-Frequenz wird so gewihlt, dafl die Summie-
rung iiber das Gitter im realen Raum und die Summe iiber das reziproke Gitter nach
ungefihr derselben Anzahl von Gitterpldtzen abgebrochen werden koénnen, wenn die
erforderliche numerische Prizision erreicht ist. In Gleichung (A.3) sind erf und erfc die
Error-Funktionen

erf(z) =1 —erfc(z) = % /OZ e~ dt. (A.4)

Um das Spektrum und die Eigenzusténde des statischen Kristallfelds zu bestimmen,
haben wir das Potential V (r) durch das Pseudo-Potential Vjs(r) ersetzt, das dessen
Taylor-Entwicklungs-Termen in der zweiten und der vierten Ordnung von r entspricht.
Dieses sind genau die Taylor-Ordnungen, die nichttriviale Matrixelemente beziiglich der
d-Orbitale besitzen [74]. Zum Beispiel enthilt die zweite (vierte) Taylor-Ordnung auch
Terme, die proportional zu zy (z3y, z%y?) sind. Fiir die Taylor-Entwicklung benutzen
wir (r = |r])

2G (Gr)?  (Gr)*

1
= erf =211
Ter(Gr) NG 3 + 10

Das Potential Vj4(r) ist eine harmonische Funktion und invariant unter Inversion der

(A.5)

Koordinaten. Die Diagonalisierung der Matrix <7‘Vp5(r)‘7’ ), wobei 7 und ' die or-
thorhombischen d-Orbitale bezeichnen, fiihrt zu den in Tabelle 2.4 fiir das statische
Kristallfeld aufgefiihrten Ergebnissen. Fiir diese Rechnung werden das zweite und das
vierte Moment des effektiven ionischen Radius benétigt, definiert durch

/f2(7')7"2+"d7’ = (™), n=24, (A.6)

wobei mit f(r) der radiale Anteil des d-Orbitals bezeichnet ist [40].



B

Die Hiipfamplituden fiir die
Kristallfeld-Grundzustinde in
LaTiO3

Wie im Text erwidhnt, haben die effektiven Ti-Ti-Hiipfmatrixelemente zwischen den
Kristallfeld-Grundzustdnden innerhalb der ab-Ebenen dieselbe Groflienordnung wie zwi-
schen den Ebenen, d.h. [t9| & [t%]. Das ist ein etwas iiberraschendes Ergebnis an-
gesichts der Tatsache, dafl ferro-orbitale Ordnung in den Ebenen und (verkantet)
antiferro-orbitale Ordnung zwischen den Ebenen vorliegt. Allerdings hat man, wie wir
hier zeigen, in strikt kubischer Symmetrie [¢t9] = [t%3|. Die Abweichungen von der ku-
bischen Symmetrie verursachen den leichten Unterschied zwischen den Betrigen dieser
beiden Hiipfamplituden.

Wir betrachten den kubischen Fall mithilfe des Koordinatensystems z',%/, z, in dem
die Ti-Pldtze 1 und 2 auf der z'-Achse liegen (siehe Abb. 2.1; diese Koordinaten sind
um 45° gegeniiber den orthorhombischen rotiert). Die Kristallfeld-Grundzusténde sind
nun Linearkombinationen der drei entarteten Z,,-Orbitale

!
:Ez>,

|y'2), a'y'). (B.1)

Der Einfachheit halber betrachten wir die Grundzustandsorbitale aus Gleichung
(2.3), d.h.

1) =12=3( [yz) = |a"2) + [2"y)),
[3)=75(=lv'2) + |2'2) + |2'y')), (B.2)
wobei mit 1, 2 und 3 die relevanten Ti-Ionen bezeichnet sind (sieche Abb. 2.1).

Das effektive Ti-Ti-Hiipfen, das wir betrachten, wird durch die Sauerstoff-Ionen
vermittelt, die zwischen den Ti-Ionen angeordnet sind. Dann kann in strikt kubischer
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Symmetrie fiir jedes Paar von Ti-Ionen jeweils eines der drei ¢,,-Orbitale nicht an
der Hybridisierung teilnehmen. Diese ,Inaktivitit“ eines der Orbitale [6] ist eine di-
rekte Konsequenz der kubischen Symmetrie, wie in den Abbildungen B.1 (a)—(c) ge-
zeigt, und ist die Ursache versteckter Symmetrien im kubischen Hamiltonian [23, 24].
In unserem Beispiel ist das Orbital ‘y’z> inaktiv fiir den 12-Bond, wihrend fiir den
Bond 13 das inaktive Orbital ‘x’y' > ist. Durch den Effekt der dazwischenliegenden
Sauerstoff-Ionen hat fiir den Bond 12 die 3x3-Hiipfmatrix zwischen den #5,-Orbitalen
nur zwei nichtverschwindende Eintriige (siehe auch Referenz [6]). Diese sind identisch,
(2'z|H|2'z) = (a'y'|H|2'y’) =: t (mit H ist der Kristall-Hamiltonian bezeichnet).
Fiir den 13-Bond hat die ?3,-Hiipfmatrix die beiden nichtverschwindenden Eintrége
<y’z‘H|y'z> = <:v’z|H|x'z> = t. Daher haben wir

iy = (1H[2) = 5(= (22| + ('Y H(= [2'2) + |2'y)) = 3¢,
= (UHP3) =350 (e = @2)JH(=ly2) +]a'2)) =5t (B3

was zu [t95| = [t%] fiihrt.



90 B Die Hipfamplituden fir die Kristallfeld-Grundzustinde in LaTiOg

(a) Das Hiipfen zwischen den Orbitalen ‘y’ z)

(b) Das Hiipfen zwischen den Orbitalen |z'y")




(c) Das Hiipfen zwischen den Orbitalen |x’ z)

N

'@

N

'\_}l\j

Abbildung B.1: In kubischer Symmetrie gibt es ein to,-Orbital pro Ti-O-Ti-Bond, das aufgrund der
Paritit der O-2p-Orbitale nicht am Hiipfen zwischen den Ti- und O-Ionen teilnehmen kann. Das wird
anhand der Fdlle (a)-(c) fir jedes der drei tog-Orbitale gezeigt. (a) Das Hipfen zwischen den Orbitalen
|y’ z> auf den Plitzen 1 und 2 ist nicht moglich, weil es auf dem dazwischenliegenden Sauerstoff-Platz
kein p-Orbital mit einer Paritit gibt, die ein solches Hiipfen erlauben wiirde. Aus demselben Grund
kann ein Elektron nicht aus dem p-Orbital |$' >, das zwischen den Ti-Plitzen 1 und 2 abgebildet ist,
in eines der ta,-Orbitale auf den Ti-Plitzen hiipfen. Andererseits ist das Hipfen zwischen den Orbi-
talen |y’ z> auf den Plitzen 1 und 3 mdglich, das durch das Orbital |y’ > auf dem dazwischenliegenden
Sauerstoff-Platz vermittelt wird. (b) Analog zum Fall (a) ist das Hiipfen zwischen den Orbitalen |:L" y')
auf den Ti-Plitzen 1 und 3 nicht erlaubt, weil es auf dem dazwischenliegenden Sauerstoff-Platz kein
passendes p-Orbital gibt. Entsprechend kann ein Elektron nicht aus dem p-Orbital |z>, das zwischen
den Ti-Plitzen 1 und 3 gezeigt ist, in eines der to4-Orbitale auf den Ti-Plitzen hiipfen. Das (erlaubte)
Hiipfen zwischen den Orbitalen |:c’ y' > an den Ti-Plitzen 1 und 2 wird durch das Orbital |y’ > auf dem
dazwischenliegenden Sauerstoff-Platz vermittelt. (c) Das Orbital |z> (bzw. |z' )) auf dem dazwischen-
liegenden Sauerstoff-Platz vermittelt das Hiipfen zwischen den Orbitalen |.'17' z) an den Ti-Plitzen 1
und 2 (bzw. 3).
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Explizite Berechnung der
Austauschkopplungen

In diesem Anhang dokumentieren wir die technischen Details der Stérungsrechnung, die
den effektiven Spin-Hamiltonian ergibt. Unsere formalen Ausdriicke basieren auf den
Ergebnissen von Referenz [50], und der Vollsténdigkeit halber reproduzieren wir diese
hier. Mit dem Projektions-Operator P° auf den Grundzustandsraum des ungestorten
Hamiltonians und dem kombinierten Resolventen- und Projektions-Operator S haben
wir (der Kiirze halber unter Auslassung der Indices mn) P’V SV P? fiir die zweite
Ordnung von V|

PVSVSVP? — 1P'VS?VPVP’ — L PV POV S?V PO (C.1)
fiir die dritte Ordnung und

P'VSVSVSVP® — 1 P'VSVP'VS*VP® — { PV S*V P’V SV P°
— 3 P'VPVSV SV P? — L POV S*V SV PV P°
— P’V PV S?V SV P® — 1PV SV S?V POV P°
+3PVSVPVPVP + LPVPVPVSPV P (C.2)

fiir die vierte Ordnung. (Man beachte, da$ in unserem Fall P’V P = 0 gilt.)
Wie in Abschnitt 2.1 erklért, betrachten wir ein Cluster aus zwei néchstbenachbarten
Ti-Ionen. Der Hamiltonian dieses Clusters, der in den Gleichungen (2.5) und (2.6) ge-

Lw (d,m) ausgedriickt, die am Ti-Ion am Platz

geben ist, wird mithilfe der Operatoren d
Nr. k ein Elektron im Kristallfeld-Eigenorbital Nr. 7 mit der Spin-z-Komponente o er-
zeugen (vernichten). Allerdings ist es bequemer, die Zwei-Elektronen-Zustinde (die als
Zwischenzustéinde der Stoérungsentwicklung auftreten) mithilfe der orthorhombischen
Basis aus (2.1) auszudriicken. Wir bezeichnen die auf diese Basis bezogenen Operatoren

! (Ckyo)s Wobei v die orthorhombischen Orbitale numeriert. Der erste Teil dieses

mit Chvyor
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Anhangs beschiftigt sich mit der Transformation des Hamiltonians zwischen diesen
zwei Schemata und der Diagonalisierung der Zwei-Elektronen-Zustinde. Im zweiten
Teil fassen wir die detaillierten Ausdriicke fiir die verschiedenen Terme zusammen, die
aus der Storungsentwicklung resultieren.

C.1 Der Hamiltonian

Unter Bezeichnung der Matrix des Kristallfeld-Hamiltonians in der orthorhombischen
Basis mit V' (k) haben wir
Z 7172

kyiv20o

Ck'ylack'ygzr (C3)
Die Matrizen V (k) sind reell und symmetrisch. Als néchstes fithren wir die (orthogo-
nale) Matrix W (k) ein, die den Kristallfeld-Hamiltonian diagonalisiert, was diesen in
die Form

Z E; dkwdkia (C4)

kio
bringt, wobei F; die in Tabelle 2.4 aufgefiihrten Kristallfeld-Eigenwerte sind. Diese
Einteilchen-Energien sind verschoben, so daf3 gilt: £y = 0eV, E; = 0.209eV etc. Die

Beziehungen zwischen den Operatoren dT vio und c,Tw sind daher durch

kza Z ck'yo’ Ck'yo Z kza (C : 5)

gegeben, so dafl sich
W(k)V(k)W'k)=FE (C.6)

mit £ = diag E; ergibt. Die auf Platz 1 bezogene diagonalisierende Matrix W (1) ist
in Tabelle 2.4 angegeben. Alle anderen W (k) und V (k) folgen daraus mithilfe der
Symmetrieeigenschaften der Einheitszelle und sind gegeben durch

[ — ++ — +] [+ — —+ =]
—++—+ —++—+
W) =|-++—+| W), V@) =|-++—+]|0VQ),
—++—+ +——+-
| — 4+ —+] | — 4+ —+]
[+ 4+ — — +] [+ 4+ ——+]
++-——+ +4+-——+
WE@)=|++—-—+|0W(Q1), V(3) ——++-|®@V(Q1), (C.7)
+4+——+ —— 4+
| ++ - —+] | ++— —+]
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wobei die Notation A = B®C' als elementweises Produkt der Matrizen zu interpretieren
iSt, d.h. Aij = BZJC”

C.1.1 Der Coulomb-Hamiltonian

Der Coulomb-Hamiltonian ist in der orthorhombischen Basis durch

c_ 1 E ' T T
H® = 2 U71727374Ck7101Ck72026k7302ck7401 (0'8)

kojog
71727374

gegeben. Um dessen Matrix-Elemente im 3d?-Sektor zu spezifizieren (die wir Referenz
[43] entnehmen), konstruieren wir die Triplett- und Singulett-Zwei-Teilchen-Zusténde
(U bzw. \Ifgfyl) in der orthorhombischen Basis,

\Il%,y (ka JOJ) = \/g(cz'yoclt'y’o’ + cL’yo’cL'y’a) = _\P%W(ka 00,)7
\Ilg'v (kv GOJ) = \/g(c;rc’wclt’y’a’ - ClJrc’w’clJrc’Y’a) = \Ilg'v(k; O-OJ)’
\Ijg’y(ka GU,) = Clt’yaclt'ya'" (Cg)

Insgesamt gibt es 10 Tripletts und 15 Singuletts (im Sektor ¢’ = —¢). Unter Numerie-
rung der Tripletts in der folgenden Reihenfolge (wobei die Operatoren ¥ angewandt
auf einen Vakuumzustand zu verstehen sind),

1) =03, [2) =P, [3) =T7, |4) =T, [5) = V7,

6) = WP, |7) = WY, |8) =W, |9) = W, [10) = W, (C.10)

ergibt sich der Coulomb-Hamiltonian im Triplett-Sektor als

[4-8B 0 0 0 0 0 0 0 0 0 |
0 A—-5B 3B 3BvV3 0 0 0 0 0 0
0 3B A—5B3BV3 0 0 0 0 0 0
0 3BvV3 3BV3 A+B 0 0 0 0 0 0
_— 0 0 0 0 A-5B 3B -3BV3 0 0 0
r= 0 0 0 0 3B A-5B —-3BV3 0 0 0
0 0 0 0 —-3BV3-3BV3 A+B 0 0 0
0 0 0 0 0 0 0 A-8B 0 0
0 0 0 0 0 0 0 0 A-5B —6B
0 0 0 0 0 0 0 0 —6B A+4B

(C.11)
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Hier sind A, B und C die Racah-Parameter, die durch Kombinationen der Slater-
Integrale F;, und F; gegeben sind,
49 1 5 35

2 F,., B=—F——F 2R,
4417 % S VT ¢ 4

= = 12
49 441 (C.12)

A:AO—

Der Parameter Ay wird so bestimmt, dafl bei simultaner Diagonalisierung des Coulomb-
und Kristallfeld-Hamiltonians der niedrigste Zustand die Energie U.g besitzt, wie in
Abschnitt 2.1.2 erklirt. Unter Numerierung der Singuletts in der Reihenfolge

1) =03, [2) =VF, [3) =T, |4) = Tg, [5) =Ty,
6) =0%, [7) =Ty, [8) = TF, 9) = Tg, |10) = Ty,

11) =0, [12) = UF, [13) = Ug, [14) = UY, [15) = ¥F (C.13)
ergibt sich der Coulomb-Hamiltonian im Singulett-Sektor als
Usg 0 0
Us=| 0 Usy, 0 | =U§ (C.14)
0 0 Ugs
mit
[A+4B+3C 4B+C 3B+ C 3B+C C 0
AB+C A+4B+3C B+C B+C 4B+ C 0
er — 3B+C B+C A+4B+3C 3B+C 3B+C —BV6
S1=1 s3B+cC B+C 3B+ C A+4B+3C 3B+C BV6 |’
C 4B+ C 3B+C 3BB+C A+4B+3C 0
i 0 0 —-BV6 BV6 0 A+2C ]
A+ 4B +2C 0 0
Ugo = 0 A+ B+2C 2BV3 |,
0 2BV3  A+2C
A+ B+2C 3B —BV3 0 0 0 T
3B A+ B+2C BV3 0 0 0
—BV3 BV3 A+3B+2C 0 0 0
Ugs =
0 0 0 A+B+2C —-3B —BV3
0 0 0 —-3B A+B+2C —-BV3
i 0 0 0 —-BV3 —Bv3 A+3B+2C|

(C.15)
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C.1.2 Der Spin-Bahn-Hamiltonian
In der orthorhombischen Basis geschrieben lautet der Spin-Bahn-Hamiltonian

=3 Z L’Y’Y oo’ ck’yock'y o) (016)

ayy!

koo’

wobei o die Werte z, y und z annimmt, 0% die Pauli-Matrizen sind und die Bahndrehimpuls-
Matrizen LS, gegeben sind durch

[0 0 0 —io0] 0 0 i 0 0] 0 0002]

0 0 /30 0 0 0 0—iv3 0 00000
L =10-iv/3 0 0 —i|, LY=|-i 0 0 0 0], L*=| 0 003 0
i 0 0 00 0 iv/30 0 —i 0 0—i0 0

(0 0 i 00 0 00 i 0] | —2i0 00 0

(C.17)

Transformiert auf die Kristallfeld-Eigenzustinde nimmt der Spin-Bahn-Hamiltonian
die Form
=3 L8 (k)0 dl iy (C.18)

aii’
koo’

an, mit

Z (k)L2, Wiy (k). (C.19)

Die Beziehung L%, = —Lf, 1mphz1ert L (k) = —Lg; (k).

C.1.3 Diagonalisierung der Zwei-Elektronen-Zustinde

Wenn sich zwei Elektronen an demselben Ti-Ion befinden (am Platz k) wird ihr Zu-
stand beschrieben durch dedLN, Unter Benutzung der Gleichungen (C.5) und (C.9)

schreiben wir diesen Zustand mithilfe der Singulett- und Triplett-Zusténde,
il o = €Ol o Wi (R)W ()

kioc“kjo’ — vy I
=W, ()W, (k) { ¥ (k; 00')5,7,7,—1—\/%[‘11%7 (k;00")+ 9L (ks 00")](1-6,,)},
(C.20)
wobei wir der Kiirze halber die Summationen weggelassen haben. Unter Verwendung

der Numerierungs-Konventionen der Gleichungen (C.10) und (C.13) kann dieser Zu-
stand bequemerweise in die Form gebracht werden

10 15
d};wd};w Z wh(k;ig) V4 (k; o0') + Z w(k; ij)Ve(k; 00"). (C.21)

p=1 p=1
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Hier haben wir den 10-dimensionalen Vektor wr eingefiihrt,

(C.22)

\l:/\In\Iu\I:/\l:/\I:/\ln\l:/_”a_
L L X L K K K R
BEIXIRRERAR R R
SRR
AN N N N N N N N
L x L L L K K
L e e
ORI ROy
I
SRR REE
N N N N N N N N
kkkkkkkkk

und den 15-dimensionalen Vektor wg, mit

ws (ks ig) = [Wis (k) W;s(k), Wia (k) Wja (), Wis (k) Wia (), Wia (k) Wia(k), Wir (k) Wi (k)]

(C.23)

.5 und

fiir die Eintrage p =1, ..

1l Wi5(k)Wj2(k) + Wia(k)W;s(k),

wg(k;ij)

(C.24)

~ < X X X X X I
T EEEEEEE
=E==EE=x=2E8
T EEEE
2 3 3.2 . 2f 2 2 2T . 2
=2 RERERER
+ + 4+ + 4+ + 4+ + +
AN N N N N N N N N
TS
%R LA LR %R LR
=S==EE=z=2E8
kkkkkkkkk

((\((((\((

SEEEEEEEE

., 15.
Um die Zweiteilchenzustands-Energien zu erhalten, miissen wir den Coulomb- si-

multan mit dem Kristallfeld-Hamiltonian diagonalisieren. Wir haben die Matrix des

fiir die Eintrége pu = 6, ..

Coulomb-Hamiltonians bereits mithilfe der Tripletts und Singuletts geschrieben. Der
néchste Schritt ist es, den Kristallfeld-Hamiltonian mithilfe dieser auszudriicken. Unter
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Auslassung des Platz-Index £ ist die Matrix des Kristallfeld-Hamiltonians im Triplett-
Sektor

[ Voo +Vas Vi 0 —Vas Vaa 0 -Vis —Vis 0 V1o
Vaz  Vaz+Vss 0 Vas Va4 Vis 0 0 —Vas Vis
0 0 Vit +Vaa 0 —Vis —V34 V12 Vaa —Vis Vas
—Vas Vas 0 Voo + Va3 0 Vio Vay Vis —Vau 0
V= Vaa Vay —Vis 0 Vaa+Vss 0 Vas 0 Vas V14
0 Vis —Vay Vio 0 Vu+Vez 0 Vs —Vig V3
—Vis 0 —Vi2 Vaq Vas 0 VootV Viy Vas 0
—Vis 0 Vag Vi3 0 —Va3 Via  Vii+Vas 0 Vas
0 —Vas —Vis —Vay4 Vas —Via Vas 0 Vas+ Vi 0
| V2 Vis Vs 0 Via —Vas 0 Vas 0 Vii+Vss |
= Vi.
(C.25)

Wir sind nun in der Lage, den Resolventen-Operator im Triplett-Sektor zu erhalten.
Unter Bezeichnung der (orthogonalen) Matrix, die den Triplett-Anteil von H + H®
diagonalisiert, mit B und der zugehorigen Eigenenergien mit EX haben wir

k
A—g\Il" (k; 00") ZX 1, 1Y (ks o0, (C.26)

wobei 1/AE der Resolventen-Operator ist [50] und

10
B , Bt , !
X i)=Y k(1 N%ulk(ul W) (C.27)

T

p1=1

Aufgrund von By (u, p') = Bt (i, ) sind die Matrizen X% symmetrisch:

Xi(ps ') = X345 p)- (C.28)
Im Singulett-Sektor geben wir zunéchst die Matrix des Kristallfeld-Hamiltonians an:
VSl VSZ VS3
VS = VStQ V54 VS5 = Vst, (029)
Vs Vis Vse
mit
[ 2Vss 0 0 0 0 2V ] (V2Vis 0 0 ]
0 2V 0 0 0 +2Viy 0 0 V2Vis
| 0 0 2V 0 0 0 Ve | 0 V2V 0
SR ) 0 0 2Vy 0 0 ST 0 V2V 0 |
0 0 0 0 2V, 0 V2Vis 0 V2V
_\/§V25\/§V25 0 0 0 Vo+ Vs | Vg 0 Vis |
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Viu
Voa =

Vse =

Vis Vis 0 Va5 Vi 0
Vis Vis Vag Vig Vs Vag
Vag 0 VigVas 0 Viy

Vis |

0 V2V 0 0 V2V 0
0 0 V2V O 0 V2Vau
Vs = 0 v2Vis vV2V3vV2Vi3 0 0
V2Vis 0 0 0 V2Vis V2V |’
V2V 0 0 v2Viz 0 0
|0 Voz Vs 0 Vau
+ Vss 0 Vos
0 Viz + Vg 0 Vss =
Vas 0 Vir + Vao
(Vi1 + Vi 0 0 Vay Vis
0 Vaz +Vss Vs Vis Vs
0 Vos Voo + Va3 Vo 0
Vay Vis Vie Vi1 + Vs 0
Vis Vay 0 0 Vi +Vss
Viz 0 Vaa 0 Vas

Vig
0
Vs
0
Vas

Vag + Vi |

7

(C.30)

Als néchstes fiihren wir die (15x15-) Matrix C ein, die H + H® diagonalisiert, und
die zugehorigen Eigenenergien E%. Analog zu Gleichung (C.27) ist es vorteilhaft, hier
ebenfalls zu definieren:

15

C , Ct , !
X ) = = 3, LI _ gy, (c31)
p1=1
Analog zu Gleichung (C.26) haben wir
1
—— Ul XE(u, )WY 32
NG k; oo’ Z (1, (k;o0"). (C.32)

In den Abbildungen C.1 (a) und (b) ist fiir LaTiO3 und YTiO3 das Spektrum von
H 4+ H® fiir den Fall der von uns verwendeten Modellparameter-Werte gezeigt. Dieses
Spektrum entspricht den Eigenenergien E% und E%.

Wenn wir die obigen Ergebnisse zusammenfassen, ist der Resolventen-Operator an-
gewandt auf die Zwei-Teilchen-Zwischenzustinde der Storungsentwicklung gegeben in
der Form

10 15
g hiothior = S s i9) XH )W (ks 00") > (b ) XK, 1) 05 (ks ).
pp' =1 pp' =1

(C.33)
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(a) LaTiO;

E(A)
eV S=1

Abbildung C.1: Das Spektrum des kombinierten Coulomb- und Kristallfeld-Hamiltonians im Ti®™-
Sektor in der Form H*A + H¢, d. h. das Kristallfeld wird mit dem Parameter A eingeschaltet, so daf8
man seinen Effekt gegeniiber dem Fall A=0 reiner On-site-Coulomb-Korrelationen sieht. Die Teilab-
bildung (a) bezieht sich auf LaTiOs, (b) auf YTiOg. Die Eigenenergien von H* A+ H€ sind mit E(A)
bezeichnet. Der Grundzustand von Hf + H€ ist hier noch nicht auf den Wert U.g normiert. Man kann
zeigen, daff die Spin-Triplett-Zustinde, deren Energien schwarz dargestellt sind, als Zwischenzustinde
der Storungsentwicklung einen ferromagnetischen Beitrag zur Heisenberg-Kopplung ergeben und die
grau dargestellten Spin-Singuletts einen antiferromagnetischen Beitrag [48]. Im Fall von YTiOg ist
der Wettbewerb zwischen diesen beiden Arten von Beitrigen zwar erheblich stirker als in LaTiOgs,
siehe Abschnitt 4.2, allerdings sind auch in LaTiOgz beide Arten von Beitrigen nicht vernachlissigbar,
siehe Abschnitt 2.2. Anhand der beiden Teilabbildungen ist ersichtlich, daf es bei beiden Systemen
eine merkliche Modifikation des Spektrums gegeniiber dem Fall A=0 gibt.
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(b) YTiOs

E (A)
eV S=1

Im letzten Schritt werden W und ¥g zuriick auf die d-Operatoren transformiert. Als
Beispiel betrachten wir \Il:‘ﬁ’ mit p' = 717,. Unter Benutzung der Gleichungen (C.5) und
(C.9) erhalten wir (wobei wir der Kiirze halber die Summationsnotationen weglassen):

\I”Jy“l% k O'O' [m171 12’72 k) (szdeTcwa’ +dkl10’d}2120)

= s,y i X A/ Wi (6 Wiy () = Wy, (5) Wi, ()]
= df; Ll (ks inds). (C.34)

Eine analoge Rechnung gilt fiir die Singuletts. Daher kénnen wir schreiben:

.l.
dk‘iQO” )

L = Z, (i iyig)d]

Ag kio ki’ o’ kiio (035)
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mit
10 15
Zy (it ivi) = > wh (ks it ) XE(u, gy wl (s inia) + > wh(k; id) XE(, p')wh (s iria).
pp' =1 pp'=1
(C.36)
Weil die Matrizen X symmetrisch sind, folgt
Wegen wi(k; 1) = wh(k;i'i) und wh(k; ') = —wh(k; i'i) hat man auch

C.2 Die Storungsentwicklung

Unsere formalen Ausdriicke fiir die verschiedenen Terme in der Stérungsentwicklung
— Gleichungen (2.19), (2.20) und (2.21) — beinhalten die Projektions-Operatoren P°
und S, = (1 — P2)/AE. Hier geben wir deren explizite Ausdriicke mithilfe der im
ersten Teil dieses Anhangs hergeleiteten Groflen an. Der Projektor auf den ungestorten
Grundzustandsraum ist

n0o’ dmOa’ (039)

E :dmOU n0o’

wobei ‘O> den Vakuumzustand bezeichnet. Auf dhnliche Weise ist der Projektor auf
den Ti3*-Sektor der angeregten Zustéinde

dezla mza’ 0|dm2a mi1o” (040)
1112(#00)
Es folgt, da der auf P! angewandte Resolventen-Operator gegeben ist durch
L p :—Z#d* |0){0) s i -
Ag mn _EWZl +E12 TTLZlO' nz;a ’H/LQG' mi10
11%2(?&00)
(C.41)
Der Projektor auf den Ti?*-Sektor der angeregten Zustiinde lautet
1 10 15
P? = 3 Z [Z Wl (k; 00')‘0><0|\P¥r(l§; oo') + Z Ul (k; 00')|0><0‘\Il’§T(k; aa')] ,
koo! pu=1 pu=1

(C.42)
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was unter Anwendung des Resolventen-Operators ergibt:

1 1 /
gl =52 |3 X 1)WY (k: 00")]0)(0] W4 (ks 00)
!

koo’

+ 37 Xh(, 1) (k; 00")|0)(0| 4! (k; 0.
!

(C.43)
Der kombinierte Resolventen- und Projektions-Operator auf die angeregten Zustinde
ist
1
= — (P! P2 ). .

Wenn man diese Ergebnisse zusammenfafit und die Produkte von d mithilfe der
Grundzustands-Spinoperatoren ausdriickt [siehe die Gleichungen (2.15)], erhélt man
die magnetischen Austauschkopplungen. Diese sind im folgenden aufgefiihrt.

a. Die Heisenberg-Kopplungen. Diese sind gegeben durch
T == > [t30 Z,, (4105 0iz)t0i2, + 110 Z, (4105 0dz) 002 ). (C.45)
2142
b. Die Moriya-Vektoren. In erster Ordnung der Spin-Bahn-Kopplung sind diese gegeben
durch

1 . . L .
D, =2 E{ LSy (m) [t42 Z,. (3185 012)to2, + 2% Z, (i10; 0dp )2 |

Ta o = L% (n) [1507,(140; 0in)t%2, + 110 7. (i10;05)t%2] }. (C.46)

c. Die symmetrischen Anisotropien und die \*-Korrektur der Moriya-Vektoren. Die-
se Terme sind von zweiter Ordnung von A und haben eine kompliziertere Struktur.
Um diese Terme in einer knappen Weise anzugeben, schreiben wir die linke Seite von
Gleichung (2.21) in der Form

1
A - = J .S, o8 (4,4, 1) IS :
S A5 S+ D (S, %S,) = J10nSp-S, + §amj 5.5, Cmn (60 DI (D), (CA7)
i(50)
il (3£0)

wobei J!  und D! = die A\2-Korrekturen der Heisenberg-Kopplung bzw. der Moriya-
Vektoren darstellen. In Gleichung (C.47) numeriert [ vier Spin-Invarianten:

Inn(1) =S58y, Inn(2) = S8y + S8 — 0458 Sy,

m~mn?

Irorlgl(?’) = 5aﬂsm'sn + Z eaﬁ'y (Sm X Sn),ya I%Z(Zl) = I’rﬁn?z(?’)v (048)
v
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wobei €44, der total antisymmetrische Tensor ist. Die in Gleichung (C.47) auftretenden
Koeffizienten sind gegeben durch

AQ 1 (e} o
igo)
Cfnﬁ(za ila 1) = 2)‘2 Z L’LOE) (m)ng’ (n) [t:rlz%Zm(ml’ 022)2%3721 + tzllr%Zn (llll’ 022)75::1271
120 7, (1105 dnd) 12 — £10 7 (5,0; id )12 ],
Cab iy, 2) = =\ 7 {SL& (ML, (m) [t35.7,, (013 2015, + it 7, (105 0023,
M LIS () L (n) [E5 2, (6105 0ig) 232 + £10 7, (i i )12 ]

— L8y (M) Ly (n) [£282,,00; i) 532 + 120, 2,,(i10; i) i },

mn—m nm=—mn

(s Z,, (4105 dia )t + o Z, (i'i1; 12002 |

mn m nm—n
+Lg m)LSi

)
)
Cob iy, 4) = =\ S { LA (m) Ly () 155 2, (010: 2 )80, + 18,2, (15 120) ]
+L%(n)L§i(n) [t Zn (0105 0ig)th 2 +¢10 7 (3,0, i)t | }
(c.

(20,2, (1205 i), + 128, 2, (1205 0 )] |,

mn—m nm—n

mn—m nm—n

19)
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Spinwellen: Die Rotations-Matrix
fiir die lokalen Koordinaten

Wie im Haupttext erwéhnt, ist das in Gleichung (3.1) angegebene lokale Koordinaten-
system, dessen lokale z-Achse jeweils entlang der Richtung des magnetischen Moments
im klassischen Grundzustands orientiert ist, nicht eindeutig, weil es noch beliebig um
seine z-Achse gedreht werden kann. Hier zeigen wir, dafl unsere Wahl aus den Gleichun-
gen (3.1) und (3.2) zu einer erheblichen Vereinfachung der Berechnung des Spinwellen-
Hamiltonians fiihrt.

Wir nehmen im folgenden an, dafl das lokale Koordinatensystem nach Gleichung
(3.1) fiir jedes der vier Untergitter zusétzlich um seine lokale z-Achse gedreht wird, um
einen Winkel p; (i = 1,2, 3,4). Die Rotations-Matrizen U; aus Gleichung (3.2) werden

dann ersetzt durch
cosp; —sinp; 0
Up; = | sinp; cosp; 0 | -U; (D.1)
0 0 1

und die entsprechenden Superaustausch-Matrizen gemifi Gleichung (3.5) werden ent-
sprechend transformiert auf

— t
A'Imnpmpn - Umpm ' A{mn : Unpn7 (DQ)
wobei

die Superaustausch-Matrix aus Gleichung (3.5) ist.

Die obigen beliebigen Rotationen werden die Koeffizienten C,,,(¢) aus den Glei-
chungen (3.8) modifizieren, die im Spinwellen-Hamiltonian auftreten. Unter Bezeich-
nung dieser modifizierten Koeffizienten mit Cypp,.p, (), so daB Cpnoo(£) = Cpn(f)
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gilt, finden wir die folgenden Beziehungen (wobei wir die in Tabelle 2.11 angegebenen
Symmetrien verwenden):

1)= C34p3p4(1) = 016p1p2(1) = C38p3p4(]‘) = 012(1) = sz(l)a

Crapig (2)61([)27[)1)’ Csa(38]ps s (2) = Csajzg) (2)61‘(’)47‘)3),
= 01691P2 (2) = C34p3p4(2) = 038p3p4 (2) fUI' Ps — P3 = P2 — P1,
C

Clop p, (2
Cl3p1p3 2)= 24p2p4 (2) = 013(2) = Cf3(2)a
Cuapisprps (3) = Chopig(3)e 12 Cuyrag 5 (3) = Ciypag (3)e 05100,
012p1p2 3)= Cf6p1p2 (3) = C34p3p4(3) = C§8p3p4(3) fir p1 + p2 = p3 + pa,
Cl3p1p3 3)= 013(3)6_i(p1+p3)a 024,)2,;4 (3) = 024(3)€_i(p2+p4)a Cis (3) = C34(3).

(D.4)

Daraus lé8t sich ablesen, dal man mit der in Gleichung (3.1) vorgenommenen Wahl,
niamlich p; =0 (i = 1,2, 3,4), folgende Beziehungen erhélt:

012(1) = 016(1) = 034(1) = 038(1), 013(1) = 024(1), 2012(1) + 013(1) = %01,

Ci2(2) = C16(2) = C54(2) = C3s(2) = 3CY,  C13(2) = Cou(2) = 105 = 10,

C12(3) = Caa(3) = C1(3) = C3s(3) = 54, Cus(3) = C3,(3) = 05 (D.5)
Hier haben wir die Koeffizienten C', C'Z"L und C:L,"L eingefiihrt, die in unserem Spinwel-
len-Hamiltonian (3.12) benutzt werden.

Wie im Haupttext erwéhnt, bringt die Holstein-Primakoff-Transformation (fiir ein-
zelne Bonds) Terme hervor, die linear in den Boson-Feldern sind. Die Koeffizienten
dieser Terme sind

Crun(4) = 1 [(A7n) ™ +i(A7,)"]. (D.6)

Wenn iiber alle Single-Bond-Beitrige summiert wird, verschwinden diese Koeffizienten.

Zum Beispiel ist der Betrag des Koeffizienten des Boson-Operators ak

2‘012(4) + Cis (4) + 013(4)‘ = %\/(Alum + Allf)‘wz + 14’13:62)2 + (AR + A'16yz + A’lsyz)z
=0. (D.7)

Unter Verwendung der Gleichungen (3.5) haben wir jeden der Terme, die in der Quad-
rat-Wurzel auftreten, explizit ausgewertet und verifiziert, dal beide Quadrate ver-
schwinden. Ein analoges Argument gilt fiir die anderen Koeffizienten der linearen Ter-
me.



E
Die Spinwellen-Dispersion

Um die aus dem Hamiltonian (3.12) resultierende Spinwellen-Dispersion zu erhalten,
ist es zweckmifig, zunéchst eine Kurznotation fiir diesen Hamiltonian einzufiihren.
Hierzu schreiben wir

hew (@) = [HZu(q)é,ﬁ(Q)fu(q) + 51, (@€l (q)&l(—a) + %HZ*;(Q)EM(Q)@(—q)],

uv
(E.1)
mit
aq
b
€(q) = C: , &'(aq) = [al, bl cf, dl], (E.2)
dq

und die Hamiltonian-Matrizen werden bequemerweise in der Form geschrieben

a HiH
He(q) = [%; Hf] ,
C CH(COSQ + cosgq,) 10
W, = 1 2(cosd, +eosq) | g o [ } B3
! Cg*(cosqm—i-cosqy) o 2 2 €084z 01 (E.3)
und
Hs H 01 Cy 0
by _ | HsHa _ (ol I« _ 3
H’(q) [7—[4 ’HJ , H3 = (C3cosq, +Cy cosg,) [1 0] , H, =cosgq, [ 0 C’j*} )

(E.4)

[Man beachte, da$ C; und Cj reell sind, siche Anhang D.]
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Wir bezeichnen nun die Boson-Felder, mit denen der Hamiltonian (3.12) diagonali-
siert wird, mit 7,(q), £ = 1,2, 3, 4. Diese Felder stehen in Beziehung zu den urspriing-
lichen Operatoren &,(q) iiber die allgemeine lineare Transformation

Te(q) = ; Pyi(a)€;(a) — ; Qe(@)¢l(—a) (E.5)
mit

> [Pul@ Py @) - Q@)@ (@] = due

é[P@(qwnj(—q) - Qy(@Py(-a)| =0, (E.6)

damit die 7-Felder die bosonischen Vertauschungsrelationen erfiillen. Damit die 7-
Felder Normalmoden darstellen, miissen sie der Bedingung

(@) hsw(a)| = Q@) (E.7)

geniigen, wobei ((q), £ = 1,2, 3,4, die Eigenfrequenzen unseres Spinwellen-Hamiltoni-
ans sind. Indem wir die Gleichung (E.5) in Gleichung (E.7) einsetzen und auf beiden
Seiten die Koeffizienten von ¢ und ¢ auswerten, erhalten wir

Q@) Py(@) = | Pen (@M (@) + Qo () ()]

n

~ (@)@ (a) = Y| Qun (WK (@) + P (@)K ()] (ES)

n

Indem wir P,; = vf als ,,Vektor Nummer ¢ mit den Eintrdgen der Nummern j“ identi-
fizieren (analog fiir Q,; = u), erhalten wir die Gleichungen

Ot = H" o+ H 0, —Qul = HOu + HO, (E.9)

wobei wir der Kiirze halber die explizite q-Abhéngigkeit weggelassen haben. Aus der
ersten der Gleichungen (E.6) haben wir

o = [uf]? =1, (E.10)

wobei uf und v¢ vierdimensionale Vektoren sind.

Als nichstes schreiben wir die vierdimensionalen Vektoren u¢ und »¢ mittels zweidi-

mensionaler Vektoren, uf = (uf,uf), v* = (v, v5), und geben explizit die Gleichungen
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(E.9) an, unter Benutzung der Definitionen (E.3) und (E.4). Die resultierenden Glei-
chungen kénnen in der Form

—Qu; — uy) = (Hy — Hy)(ug — uy) + (Hz — Hy) (v — v2),
Qv; —vy) = (HT - HQ)(UI —vy) + (M3 — Hi)(ug — uy),
—QUuy +uy) = (Hy +Ho)(uy +uy) + (Hy + Hy) (v +05),
Qv +vy) = (HT + H2)(Ul +vy) + (M3 + Hi) (uy + uy) (E.11)

arrangiert werden, wobei wir der Kiirze halber auch den Index ¢ weggelassen haben.
Daraus ist zu sehen, dal es zwei Arten von Losungen gibt: Entweder u, = wu, und
v, = v, (in diesem Fall ist das erste Paar von Gleichungen auf triviale Weise erfiillt,
und man muf} nur das zweite Paar von Gleichungen l6sen) oder umgekehrt: u, = —u,
und v; = —wv,, und das erste Paar von Gleichungen ist zu 16sen. Allerdings besteht der
einzige Unterschied zwischen dem ersten und dem zweiten Gleichungspaar in den Vor-
zeichen, die vor H, und M, auftreten. Nach den Gleichungen (E.3) und (E.4) sind diese
Vorzeichen gerade durch cos g, bestimmt. Daher geniigt es, ein einziges Gleichungspaar
zu 16sen und die Losung des anderen durch Wechseln des Vorzeichens von cos ¢, zu er-
halten. Indem wir uns an das erste Gleichungspaar halten, finden wir, dafi zwei der
Eigenfrequenzen bestimmt sind durch

Ci+Cicosqg. +9Q  Cl(cosgs + cosqy) Ci cosq. cl cosq, + Cl* cos gy
Cg* (cosg; +cosq,) Ci+ Cicosq, +Q C:LJ cos q, + C;l* oS gy Ci* cos g, 0
Ci* cos g, C:L‘* cosq, + Cél cosg, Ci+ Ci cosq, — Cg* (cos gz + cos gy) ’
C:L‘* cos g, + Cél COS gy Ci cosq. Cg (cosq, +cosq,) Ci+ Cscosq, —Q
(E.12)

Die Moden 2(q) und 4(q) [siehe die Gleichungen (3.14)] sind die positiven Wurzeln
des durch Gleichung (E.12) gegebenen Polynoms vierter Ordnung in 2. Die anderen
beiden Eigenfrequenzen erhilt man durch Wechseln des Vorzeichens von cos g,.
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