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Kurzfassung

Die Untersuchung magnetischer Nanostrukturen ist ein hochaktuelles Forschungs-
gebiet der letzten Jahre. Durch die Moglichkeit ihrer kontrollierten Herstellung und
Untersuchung spielen diese Strukturen eine wichtige Rolle fiir die Grundlagenwis-
senschaften genauso wie fiir die Anwendung im Bereich der Informationstechnologie.

Bisherige theoretische Untersuchungen bezogen sich bislang in erster Linie auf die
Beschreibung von Doménenkonfiguration und deren Dynamik in magnetischen Na-
nostrukturen. Der Einflufl der Temperatur wurde dabei kaum untersucht. In dieser
Dissertation wird anhand der Untersuchung von Dominenwandstrukturen gezeigt,
dafl der Einflul der Temperatur zu neuen interessanten Effekten fithren kann, wie
etwa dem Auftreten neuer Domé#dnenwandformen oder dem superparamagnetischen
Verhalten eines Vortexcores.

Solche Untersuchungen sind erst in den letzten Jahren unter Verwendung neuer
numerischer Verfahren moglich geworden. Zu diesen Verfahren zéhlen die numerische
Lésung der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung mit Langevin-Dynamik, Monte Carlo
Simulation mit quantifiziertem Zeitschritt, die Implementierung der Fast-Fourier-
Transformations-Methode zur Berechnung der langreichweitigen Dipol-Dipol Wech-
selwirkung, die lokale Molekularfeldndherung und die Methode der Greenfunktionen.
Alle diese Verfahren sind im Rahmen dieser Dissertation verwendet worden, um die
Dynamik sowie Thermodynamik von Doménenwandstrukturen zu untersuchen.

Im Fall der Dynamik zeigt sich, da} alle drei aus der Literatur bekannten Glei-
chungen fiir die Geschwindigkeit einer Doménenwand (die Gleichungen nach Walker,
nach Slonczewski und nach Landau und Lifshitz) in bestimmten Grenzfillen Rele-
vanz besitzen konnen. Insbesondere zeigt es sich aber im Grenzfall verschwindender
Dampfungen, dafl auch hier eine Doménenwandbewegung noch moglich ist, welche
durch das Auftreten von Spinwellen begleitet wird.

Betrachtet man die Thermodynamik, so 148t sich zeigen, dafl die Magnetisierung
in transversalen Doménenwénden bei einer kritischen Temperatur unterhalb der Cu-
rietemperatur 7 verschwindet, wihrend die Magnetisierung innerhalb der Doménen
erst bei T Null ist. Gleiches gilt auch fiir andere Domé#nenwandstrukturen, wie et-
wa der Vortexstruktur. In diesem Fall ist die Magnetisierung des Vortercores bereits
unterhalb der Curietemperatur Null.

Neben diesen thermodynamischen Effekt tritt zusétzlich noch ein dynamischer
Effekt auf, das superparamagnetische Verhalten des Vortezxcores. Dieser Effekt ent-
spricht dem superparamagnetischem Verhalten von Nanopartikeln. F'e Pt Nanoparti-
kel werden im Rahmen der vorliegenden Arbeit ebenfalls untersucht. Unter Verwen-
dung von Ab-Initio-Rechnungen, die im Rahmen einer Kooperation mit der Fa. Sea-
gate Research in Pittsburgh, PA, durchgefiihrt wurden, wurden die Parameter eines
effektiven Spinmodells fiir FePt inklusive einer langreichweitigen anisotropen Aus-
tauschwechselwirkung hergeleitet. Rechnungen zur thermisch aktivierten Magneti-
sierungsdynamik von F'e Pt Nanopartikeln im Vergleich mit dem Néel-Brown-Gesetz



zeigen die Grenze der Zuldnglichkeit von Makrospinmodellen auf und unterstreichen
die Wichtigkeit von atomistischen Simulation.
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Summary

The observation of magnetic nanostructures is a highly topical field of research in
recent years. Due to new developments regarding their controlled fabrication and
characterization these structures play an important role for basic research as well as
for applications in the area of information technology.

The focus of prior theoretical observations was mainly on the description of do-
main structures and domain dynamics within such nanostructures. Effects of a finite
temperature were here usually neglected. Within this dissertataion the influence of
the temperature will be investigated for the case of domain walls. It will be shown,
that a finite temperature leads to novel and interesting effects, like new domain wall
shapes or the super-paramagnetic behaviour of a vortex core.

It was not before recently that these kinds of theoretical investigations were made
possible with the development of new numerical techniques. These are, e. g., the nu-
merical solution of the Landau-Lifshitz-Gilbert equation with Langevin dynamics,
the heat bath Monte Carlo simulation with quantified time step, the implementation
of the fast Fourier transformation method to implement long-range dipolar interac-
tions, the local mean field method, and Green’s function methods. In this work, all
the above methods will be used to describe the dynamics and thermodynamics of
domain wall structures.

For the case of domain walls dynamics it will be shown that all of the three equa-
tions for domain wall velocities which can be found in the literature (the equations
after Walker, after Slonczewski and after Landau and Lifshitz) can be relevant in
certain limits. Surprisingly, it is shown that for the case of vanishing damping a
domain wall can still move, at the same time emitting spin waves.

Considering thermodynamics it will be shown that the magnetization component
inside a transverse domain wall disappears at a temperature below the Curie tempe-
rature T where the magnetization component inside the domains disappears. The
same effect can be observed in other domain wall structures, like, e. g. a vortex
structure. In this case the magnetization inside the vortex core disappears below
Tc.

Besides this thermodynamic effect a dynamical effect exists: the vortex core shows
a super-paramagnetic behaviour similar to that found in nanoparticle. The investi-
gation of FePt nanoparticles is also part of this dissertation. Within a collaboration
with Seagate Research in Pittsburgh, PA, ab-initio calculation have been performed
in order to derive and parameterize an effective spin model including an anisotro-
pic long-range exchange interaction. The comparison of the simulation results for
the thermally activated magnetization dynamics of FePt nanoparticles with the
Néel-Brown model illustrates the limits of macro-spin models and underlines the
importance of atomistic calculations.
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1 Einleitung

Die Untersuchung magnetischer Nanostrukturen ist ein hochaktuelles Forschungs-
gebiet der letzten Jahre. Diese Strukturen ermdoglichen es zum einen grundlegende
magnetische Phinomene besser zu verstehen, zum anderen koénnten sie auch im
Hinblick auf mogliche Anwendungen in der Informationstechnologie interessant
werden und in Zukunft die Grundlage neuer Technologien in der Datenspeicherung
bilden. Von besonderem Interesse sind dabei Doménenwinde, da im allgemei-
nen ferromagnetische Materialien nicht eindoménig sind, sondern magnetische
Doménen ausbilden, welche durch Domé&nenwénde getrennt sind. Mit Hilfe von
Doménenwéinden und geeigneten Nanostrukturierungen lassen sich z.B. logische
Bauelemente konstruieren [1].

Doménenwinde und deren Dynamik spielen ebenfalls eine Rolle beim Schalten
von giant magneto resistance (GMR)- und tunneling magneto resistance (TMR)-
Elementen bzw. beim Ummagnetisieren von zylindrischen Nanostrukturen zur
Datenspeicherung [2-4]. Hierbei geht es darum, die GMR- / TMR-Elemente bzw.
die Nanozylinder moglichst schnell zu schalten bzw. umzumagnetisieren, also eine
moglichst grofie Domédnenwandgeschwindigkeit zu erhalten. Weiterhin wire auch ein
Schalten mit unterschiedlichen Geschwindigkeiten denkbar um z.B. Schaltprozesse
zu synchronisieren.

Doménenwénde spielen nicht zuletzt auch bei Widerstandsmessungen eine Rolle.
So fiihrt das Auftreten von Doménenwinden zu einer Erhéhung des Widerstan-
des (Doméanenwandwiderstand). Um dies zu kontrollieren wird nach geeigneten
Strukturen und Schichtsystemen gesucht, in denen man die Domanenwand
moglichst gut kontrollieren kann. So werden z.B. durch geeignete Strukturierungen
Doménenwiinde festgehalten [5-7].

Neben den Doménenwénden sind die sogenannten Vortexstrukturen (engl. vorter =
Wirbel) in den Blickpunkt des Interesses geraten. Solche Vortexstrukturen treten
z.B. in flachen zylindrischen Strukturen auf. Mit der Ausbildung des Wirbels
ist im allg. das Auftreten eines Bereiches in der Mitte des Wirbels, in dem die
Magnetisierung senkrecht zur Zylinderebene orientiert ist, verbunden. Dieser
Bereich wird Vortercore oder kurz Core genannt. Computersimulationen haben
nun gezeigt dafl es moglich ist, sowohl den Core als auch den Drehsinn des Wirbels
unabhéngig voneinander zu schalten [8]. Damit wire es theoretisch denkbar, solche
Vortexstrukturen zur Datenspeicherung zu verwenden, wobei sich zwei Bit (Core,
Drehsinn) in einer Vortexstruktur speichern lieflen.

Ein weiteres hochaktuelles Forschungsgebiet stellen die Nanopartikel dar. Na-
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nopartikel bieten eine Reihe von Anwendungsmoglichkeiten: so lassen sich evt.
selbstorganisierte magnetische Nanopartikel zur Konstruktion von Speicherme-
dien verwenden [9, 10]. Diese Speichermedien hitten den Vorteil, daf§ man die
Strukturierung nicht selbst vornehmen miiite und eine hohere Speicherdichte
erreicht wiirde. Nanopartikel finden weiterhin Anwendungen in der Medizin als
Trager fiir Medikamente. Die Idee hierbei ist die Kontrolle der Nanopartikel durch
duflere Felder und somit eine gezielte Platzierung der Medikamente. Mit dem
gleichen Verfahren lieflen sich Nanopartikel zur gezielten Vernichtung von Tumoren
verwenden.

Nun ergibt sich aber durch die Miniaturisierung bzw. durch Verwendung geeigneter
Schichtstrukturen, in welchen im allgemeinen auch Domé&nenwinde enthalten
sein werden, eine Reihe von neuen Effekten, welche es zu verstehen gilt. Com-
putersimulationen stellen hierbei eine sehr gute Moglichkeit dar, experimentelle
Untersuchungen zu begleiten und zu erginzen. Computersimulationen liefern
hierbei Einblicke, die durch Experimente nicht gewonnen werden kénnen. Weiterhin
hat man die Moglichkeit, gezielt Wechselwirkungen und &uflere Einfliisse ein- bzw.
auszuschalten um deren Einflul zu untersuchen.

Es existieren im wesentlichen zwei Arten von Simulationen und numerischen
Rechnungen von magnetischen Systemen. Der Unterschied besteht darin, daf} in
dem einen Fall die Temperatur explizit in die Untersuchung eingeht und in dem
anderen Fall nicht. Bei den Untersuchungen mit Temperatur handelt es sich meist
um Rechnungen der Gleichgewichtsthermodynamik von statischen Strukturen. Die
anderen Simulationen untersuchen die Magnetisierungsdynamik. Bei diesen Simu-
lationen wird die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung, eine vektorielle nichtlineare
Differentialgleichung erster Ordnung, gelost. Mittlerweile gibt es hierzu eine Reihe
kommerzieller bzw. nichtkommerzieller Programmpakete. Das bekannteste ist dabei
der Object Oriented MicroMagnetic Framework (OOMMF) Code von NIST [11].
Allerdings beriicksichtigen diese Programme nicht den Einflul der Temperatur,
oder aber sie liefern falsche Ergebnisse.

Im Rahmen dieser Arbeit wird der Einflul der Temperatur auf
Doménenwandstrukturen untersucht. Dazu werden verschiedene Methoden
verwendet, welche sich sowohl der ersten bzw. der zweiten Gruppe von numerischen
Untersuchungen zuordnen lielen. So wird neben der Untersuchung der Gleichge-
wichtsthermodynamik auch die Dynamik von Dominenwénden untersucht, wobei
wahlweise der Einflul der Temperatur mitbetrachtet werden kann. Die Ergebnisse
der unterschiedlichen Methoden werden diskutiert und miteinander verglichen. Die
Arbeit gliedert sich in vier Teile.

Im ersten Teil (Kap. 2 bis 5) werden die dieser Arbeit zugrunde gelegte Theorien
und numerischen Verfahren diskutiert. In Kapitel 2 wird das in dieser Arbeit
betrachtete klassische Heisenberg Modell eingefiihrt und auf die Verbindung zum
Mikromagnetismus eingegangen, welcher die Grundlage der meisten Rechnungen
der Magnetisierungsdynamik darstellt. In Kapitel 3 wird mit der Landau-Lifshitz-



Gilbert Gleichung die klassische Bewegungsgleichung des Heisenberg Modells
eingefithrt und diskutiert. Kapitel 4 behandelt die Gleichgewichtsthermodynamik
des Heisenberg Modells und die Dynamik bei endlichen Temperaturen. Kapitel 5
gibt abschlieBend einen Uberblick iiber die verwendeten numerischen Verfahren,
welche in den vorhergehenden Kapitel z.T. bereits diskutiert wurden.

Der zweite Abschnitt (Kap. 6 und 7) behandelt Doménenwénde in Nanodrihten.
Zunichst werden die auftretenden Wandformen betrachtet und deren Dynamik
(ohne Temperatur) diskutiert. Es wird insbesondere gezeigt, dal unterschiedliche
Ummagnetisierungsmechanismen auftreten kénnen, welche zu unterschiedlichen
Doménenwandgeschwindigkeiten fiihren. Weiterhin zeigt sich, daf§ die drei un-
terschiedlichen Geschwindigkeitsgleichungen, welche sich in der Literatur finden
lassen, alle ihre Giiltigkeit besitzen. Den Abschlufl der Untersuchung der Dynamik
der Doménenwiinde bildet die Betrachtung des experimentell relevanten Grenzfalles
kleiner Dampfungen. In diesem Grenzfall kommt es zur Emission von Spinwellen,
was zu interessanten Ergebnissen fiihrt. So kann z.B. gezeigt werden, daf} es
im Grenzfall verschwindender Didmpfung zu einer Domé#nenwandbewegung mit
endlicher Doméanenwandgeschwindigkeit kommen kann, was auf den ersten Blick
nicht méglich erscheint, da es in diesem Grenzfall nur zu einer Prizessionsbewegung
der magnetischen Momente kommen sollte und zu keiner Relaxation.

Daran anschlielend wird in Kapitel 7 die Thermodynamik der Dominenwéinde
betrachtet, wobei ein besonderes Augenmerk auf den Vergleich der Ergebnisse
einer Molekularfeldndherung [12] mit Monte Carlo Simulationsrechnungen gelegt
wird. Es zeigt sich hierbei, dal die Molekularfeldndherung qualitativ richtige
Ergebnisse liefert, allerdings die auftretenden Effekte unterschitzt. Die Monte
Carlo Simulation hingegen ist relativ schwierig durchzufiihren, liefert aber weitere
Erkenntnisse, so dal die Molekularfeldndherung und Monte Carlo Simulation
sich einander ergdnzen. Am Ende dieses Abschnitts wird auf die Dynamik der
Dominenwéinde bei endlichen Temperaturen eingegangen, wobei sich hier die
Grenzen der verwendeten Langevin-Dynamik aufzeigen.

In dem darauf folgenden dritten Teil (Kap. 8) wird die Diskussion iiber die
Thermodynamik von Domé&nenwinden auf Vortexstrukturen iibertragen. Dies
wird bereits in Kapitel 7 anhand der Vortexdoménenwand motiviert. Auch
in diesem Kapitel werden zwei numerische Verfahren angewendet, die lokale
Molekularfeld-Rechnungen und die Langevin-Dynamik-Simulationen. Bei den
Vortexstrukturen werden im wesentlichen zwei Phinomene beobachtet: Zum einen
ein thermodynamisch bedingtes Verschwinden des Vortexcores und zum anderen ein
superparamagnetisches Verhalten des Selbigen. Bei den auftretenden Phéinomenen
handelt es sich um ein thermodynamisches bzw. dynamisches Phidnomen, was
den Einsatz unterschiedlicher numerischer Verfahren zur Beschreibung notwendig
macht.

Im vierten Teil (Kap. 9) wird das superparamagnetische Verhalten von FePt-
Nanopartikel betrachtet. Hierbei werden erstmals alle relevanten Materialparameter
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aus Ab-Inito-Rechnungen entnommen und langreichweitige Austauschwechselwir-
kungen beriicksichtigt. Uberpriift wird dabei das Néel-Brown-Gesetz, welches sich
aber als unzureichend darstellt und durch ein thermisches Néel-Brown-Gesetz
ersetzt werden mufl. Die Ergebnisse in diesem Kapitel sind aus einer Kooperation
mit der Theorieabteilung des Festplattenherstellers Seagate Research entstanden,
der dieses Projekt auch finanziell geférdert hat.

Am Ende der Arbeit folgt eine Zusammenfassung und ein Anhang.



2 Das Heisenberg Modell

Eine grofle Klasse fester Korper weist in einem weiten Tieftemperaturbereich eine
magnetische Fernordnung auf, welche unabhingig von dem Vorhandensein duflerer
Felder existiert. Im einfachsten Fall handelt es sich um eine ferromagnetische Fern-
ordnung, bei der alle magnetischen Momente vom Betrag und Richtung her gleich
sind. Der Umstand, daf} die Fernordnung bestand hat, ohne das ein dufleres Feld an-
liegt, weist darauf hin, daf} dieser Effekt auf der Wechselwirkung der magnetischen
Momente untereinander beruht.

Eine einfache Abschétzung zeigt, daf§ die Dipol-Dipol-Wechselwirkung auch nicht
fiir die magnetische Fernordnung verantwortlich sein kann, da die Grofenordnung
dieser Wechselwirkung um ein Vielfaches zu klein ist. Die auftretenden Energien
wiirden Ubergangstemperaturen 7, unterhalb 1K entsprechen - im Gegensatz zu
den im Experiment gemessenen Werten von T, = 1043 K fiir Fe, 1393K fiir Co oder
613K fiir Ns.

Die Ursache fiir das Auftreten der magnetischen Fernordnung ist die von W. Heisen-
berg [13] und P. A. M. Dirac [14] unabhéngig von einander gefundene quantenme-
chanische Austauschwechselwirkung. Sie fiihrt im einfachen Fall auf den folgenden
Hamiltonoperator

N 1 N ~

Y]

Die S; sind hierbei Drehimpulsoperatoren, welche den Spin auf dem Gitterplatz
reprisentieren.

Betrachtet man anstelle dieses quantenmechanischen Modells Gl. 2.1 das klassische
Heisenberg Modell, so sind die Operatoren S, durch Vektoren S; zu ersetzen, welche
die magnetischen Momente p mit p, = |u| darstellen und im allgemeinen auf Eins
normiert sind S; = y;/us. Die korrespondierende Hamiltonfunktion ist dann gegeben
durch

1
1,J
Unabhéingig von quantenmechanischer oder klassischer Beschreibung stellt .J;;
die Austauschwechselwirkungskonstante dar, welche sich aus der Berechnung der
quantenmechanischen Austauchintegrale ergibt und zu denen es kein klassisches
Analogon gibt.
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Liegt der Fall vor, daf§ J;; > 0 ist, so sind im Grundzustand die magnetischen
Momente parallel ausgerichtet und man spricht von einer ferromagnetischen Ord-
nung oder kurz vom Ferromagnetismus. Im Fall J;; < 0 ordnen die magnetischen
Momente hingegen antiparallel (soweit es die Gitterstruktur zuléft), in diesem Fall
spricht man vom Antiferromagnetismus.

2.1 Verallgemeinerung und Erweiterung des Heisenberg Modells

In dem hier vorliegenden Fall (Gl. 2.1) spricht man von dem isotropen Heisenberg
oder X X X-Modell, da die Austauschwechselwirkung zwischen den Spins fiir alle
drei Raumrichtungen gleich, also isotrop ist. Das Heisenberg Modell 148t sich nun
verallgemeinern zu

1 X T QX 4 Z Q2
Hyxvz=—; > |5 SEST + JY SYSY + J5 5787 (2.3)
0]

Dies ist das anisotrope oder XY Z-Modell.
Je nach Wahl der Kopplungskonstanten lassen sich verschiedene Fille betrachten.
So liegt mit J% = Jiyj = J; = Ji; der Spezialfall des isotropen Heisenberg Modells
vor. Bei Jf = JJ; # J7; spricht man von dem X X Z Modell und bei Jf, J¥; # 0 und
J# =0 von dem XY-Modell.
Es bleibt die Frage nach der physikalischen Bedeutung der unterschiedlichen Kopp-
lungskonstanten. Diese wird klar, wenn man den Hamiltonoperator GIl. 2.1 um-
schreibt. Dazu zerlegt man zunéchst die Austauschwechselwirkungskonstante in
einen isotropen Anteil J;; und einen Differenzanteil djj, o € x,y,z, welcher die
Abweichung von dem isotropen Anteil beschreibt, z.B.:

Ji = Jij+di

Iy =
Damit 148t sich Gl. 2.3 schreiben als

HXYZ:_%ZJZ'J‘ Si-S;— %deijSf—%deijSf : (2.4)
0] ] ]

Der erste Summand ist die isotrope Heisenbergfunktion Gl. 2.1 und der zweite so-

wie der dritte Summand sind Anisotropieterme, welche als Zweiionenanisotropie

bezeichnet werden. Neben der Zweiionen- oder Austauschanisotropie gibt es unter

Umsténden noch weitere Anisotropien, eine davon ist die Einionenanisotropie oder

uniaxiale Anisotropie

Hp = —DZ (52)* . (2.5)
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Analog zur Zweiionenanisotropie kennzeichnet ein positiver Vorfaktor, in diesem Fall
die Anisotropiekonstante D > 0, eine Bevorzugung der Achsenrichtung o € z, v, z
In diesem Fall spricht man von einer leichten Achse. D < 0 bedeutet hingegen eine
schwere Achsenrichtung bzw. eine leichte Ebene, da sich die magnetischen Momente
in der Ebene mit der schweren Achse als Normalen orientieren werden. Neben der
Einionen- und der Zweiionenanisotropie gibt es noch eine Reihe weiterer Anisotro-
pien héherer Ordnung, auf welche aber nicht ndher eingegangen werden soll. Die
Ursache dieser Kristallanisotropien ist die Spin-Bahn-Kopplung, welche den Spin
an das Kristallgitter koppelt und Anisotropien erzeugt, die von der Kristallstruktur
abhéngen.

Neben der Kristallanisotropie existiert noch eine weitere Art, die Form- oder Entma-
gnetisierungsanisotropie, welche von der Form des Festkorpers abhéngt. Die Ursache
der Formanisotropie ist in der langreichweitigen Dipol-Dipol Wechselwirkung zu su-
chen,

- —w Z S ez] (ei;-?’- SJ) - SZ . Sj

i<j ij

(2.6)

Die Stédrke der dipolaren Kopplung ist dabei durch w = “O“S gegeben, wobei es

sich bei py um die Feldkonstante handelt. Im Rahmen dleser Arbeit werden aus-
schlielich kubische Gitter betrachtet, dabei ist a die Gitterkonstante und e;; die
Einheitsvektoren, welche in Richtung r;; weisen.

Nun lassen sich noch weitere Wechselwirkungen im Rahmen des Heisenberg Modells
betrachten, so ist z.B. die Wechselwirkung der magnetischen Momente mit einem
dufBeren Magnetfeld B durch den sogenannten Zeeman Term,

%B = —/,LSB . ZS, 5 (27)

gegeben. Dieser Energiebeitrag ist minimal, wenn die magnetischen Momente par-
allel zum &ufleren Feld orientiert sind.

2.2 Verbindung zum Mikromagnetismus

Mit dem im vorhergehenden Abschnitt beschriebenen klassischen Heisenberg Modell
lassen sich sehr gut Computersimulationen durchfiihren, allerdings stoft man auf
Probleme wenn man versucht, Domé#nenstrukturen analytisch zu berechnen. Diese
Probleme kommen im wesentlichen von der diskreten Natur des Heisenberg Modells.
Um das klassische Heisenberg Modell dennoch analytisch 16sen zu kénnen, geht man
im allgemeinen zu einer Kontinuumsnéherung iiber. Die Bedingung hierfiir ist eine
stetige Magnetisierung.

Der Erste, der sich mit diesem Problem beschéftigt hat, war F. Bloch [15]. Er er-
kannte, dal es nicht moglich ist, sowohl die Austauschwechselwirkung, als auch
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die Kristallanisotropie und die Dipol-Dipol-Wechselwirkung quantenmechanisch
vollstédndig zu behandeln. Bloch schlug deshalb eine klassische Kontinuumsnéherung
vor, welche die Absolutquadrate der Wellenfunktionen als Spindichte deutet. L. D.
Landau und E. M. Lifshitz [16] verwendeten erstmals die heute gebrauchliche Form
des Mikromagnetismus, wobei W. Déring [17, 18] darauf hinweist, daf diese Schreib-
weise identisch ist mit der von F. Bloch. Der heute gebrduchliche Name Mikroma-
gnetismus geht seinerseits auf W. F. Brown zuriick, welcher sich mafigeblich an der
Weiterentwicklung dieser Theorie beteiligte [19]. Der Name Mikromagnetismus ist
allerdings irrefithrend, da die mikroskopischen Details der atomistischen Struktur
vernachlissigt werden.

Der Ubergang, von der diskreten zur kontinuierlichen Darstellung, erfolgt indem man
die magnetischen Momente S; als (reduzierte) Magnetisierung S(r) = M(r)/M; auf-
fafit, welche vom Ort r abhéingt und kontinuierlich ist. Die diskreten Summen werden
dabei durch Integrale iiber den Raum ersetzt ), — a% [,y dV. a ist hierbei die Git-
terkonstante.

Die mikromagnetische Energie der Kristallanisotropie, sowie die Zeemanenergie las-
sen sich einfach hinschreiben als

Ep=-K / S2dV (2.8)
1%
und

Ep = —MS/VB-SdV . (2.9)

Die Anisotropiekonstante K ist dabei mit der Anisotropiekonstante des (diskreten)
Heisenberg Modells D verkniipft durch D = Ka® und die Sittigungsmagnetisierung
M, durch p, = Ma?.

Die Austauschenergie 148t sich nicht so einfach angeben, da hier eine Wechselwir-
kung zwischen zwei magnetischen Momente an unterschiedlichen Orten auftritt.
Beim Ubergang vom diskreten Modell hin zur mikromagnetischen Niherung wird
weiterhin noch die Bedingung gestellt, dal sich die Magnetisierung zwischen den
Gitterplitzen nur leicht #ndern soll, nur so ist der Ubergang iiberhaupt mdoglich.
Diese Bedingung kann man sich zu Nutze machen. Man entwickelt dazu die Ma-
gnetisierung S; o zweier magnetischer Momente, einer linearen Kette, lokalisiert bei
r; = (x — b)e, und ro = (z + b)e, um z und erhilt S;(z — b) ~ S(z) — b%(;) und
So(x + b) ~ S(z) + b%ﬂjﬂ. Die korrespondierende Austauschwechselwirkung ergibt

sich dann als

2
—JS; - Sy~ —J + Jb* <62—§”)) : (2.10)

da (S(z))” = 1. Der erste Summand auf der rechten Seite von Gl. 2.10 stellt nur
eine Verschiebung der Energieskala dar und kann bei der weiteren Betrachtung weg-
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gelassen werden. Die Austauschenergie ergibt sich dann als
E; :A/ (VS)*dV (2.11)
v
wobei die mikromagnetische Austauschkonstante A gegeben ist durch A = % Leist
dabei noch eine Konstante, welche vom Gittertyp abhéngt [20]. Im Fall des einfach
kubischen Gitters ist ¢ = 1.
Die Energie der Dipol-Dipol Wechselwirkung wird im allgemeinen nicht aus dem

diskreten Heisenberg Modell abgeleitet, sondern es werden entsprechende Integrale
aus der Magnetostatik verwendet,

E, = —% M - HgdV | (2.12)

wobei es sich bei Hg um das Streufeld der kontinuierlichen Magnetisierungsvertei-
lung handelt.
Die Gesamtenergie 148t sich somit schreiben als

E= [A (VS)? = KS? - M,B-S — LoM - Hg| v (2.13)
1%

Im néchsten Kapitel (Kap. 3) wird mit der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung die
klassische Bewegungsgleichung des Heisenberg Modells hergeleitet und diskutiert.
Dabei werden zunichst keine Temperatureffekte betrachtet. Die Thermodynamik
wird anschlieflend in Kap. 4 betrachtet.

!'Da immer zwei magnetische Momente berficksichtigt werden betréigt das Normierungsvolumen
a®/2.
Hinter der Kurzschreibweise (VS)2 verbirgt sich der mathematisch korrektere Ausdruck:
(AS,)? + (AS,)? + (AS,)?
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In dem vorangegangenen Kapitel wurde das Heisenberg Modell betrachtet, es wur-
de dabei nichts iiber die zeitliche Entwicklung der magnetischen Momente, also
iiber die Dynamik gesagt. Um die Dynamik zu betrachten ist es notwendig, eine
Bewegungsgleichung fiir das Heisenberg Modell aufzustellen. Im Fall des quanten-
mechanischen Modells wire dies die Heisenberg’sche Bewegungsgleichung. Im Fall
des klassischen Heisenberg Modells ist die Bewegungsgleichung die Landau-Lifshitz-
Gilbert Gleichung. Diese phénomenologische Gleichung besteht aus zwei Summan-
den, dem Prézessionsterm und dem hinzugefiigten Ddmpfungs- oder Relaxations-
term. Der Prézessionsterm wurde urspriinglich von Landau und Lifshitz aus Plau-
sibilitiatsiiberlegungen hergeleitet [16]. Dieser Term 1d8it sich aber sowohl klassisch
[21] als auch quantenmechanisch [17, 22] exakt herleiten. Die quantenmechanische
Herleitung der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung soll im Folgenden kurz skizziert
werden.

3.1 Herleitung der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung

Ausgangspunkt ist die bereits erwihnte Heisenberg “sche Bewegungsgleichung

ih— -t = ([Si0), #H]) (3.1)

mit dem zeitabhingigen Spinoperator S;(t).
Setzt man den Hamiltopopera:tor des isotropen Heisenberg Modells ein und berech-
net den Kommutator [Si(t), ’H] unter Verwendung der Vertauschungsregel

[é@ Sy] = ihd;S?  (+ zyklische Vertauschung)

17777

10
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so ergibt sich fiir das isotrope Heisenberg Modell!

" . OH
@qume—T>. (3.2)
0S;
Diese Kommutatorregel ist allgemeingiiltig fiir alle Operatoren fl, fiir die gilt

AxA=A.

Die Gleichung GI. 3.2 ist auch dann noch richtig, wenn man zu dem isotropen Heisen-
berg Modell zusétzlich noch den Zeeman Term und die Dipol-Dipol Wechselwirkung
zuléBt, oder wenn man anstatt des isotropen Heisenberg Modells das XYZ-Modell,
also das Heisenberg Modell mit Austauschanisotropie verwendet. Einzig die uniaxia-
len (Einionen-) Anisotropieterme liefern einen Korrekturterm von der Ordnung A2,
Anisotropien hoherer Ordnung bewirken entsprechend Korrekturterme héherer Ord-
nung in A.

Nun 148t sich somit die Heisenberg “sche Bewegungsgleichung schreiben als

a<sz> N OH
___:<&xas>+0m). (3.3)

ot

Man beachte, dafl & explizit nur noch in dem Korrekturterm auftritt.
Im Fall des quantenmechanischen Heisenberg Modells wiirde man diese Gleichung
16sen. Der Ubergang zur klassischen Bewegungsgleichung 7 — 0 geschieht unter
Ausnutzung des Ehrenfest Theorems, wonach s; = <SZ> und H = <’H> ist, also

0s; oH

— =8 X — . 3.4

at " os, (3:4)
Der Spin s ist dabei mit dem magnetischen Moment durch die folgende Relation
s = p/v verkniipft. Bei freien Elektronen ist v = gup/fi > 0 das gyromagnetische
Verhéltnis, g ist der Landé Faktor und up ist das Bohr “sche Magneton. H ist die
klassische Hamilton-Funktion.

i

Normiert man das magnetische Moment noch auf Eins S; = p,/pus = —7s;/ps, so
erhilt man aus Gl. 3.4 folgende Bewegungsgleichung
0S; oH
P= L8 x . (3.5)
!Hinweis: Unter g_;?. soll der Gradient
grads_ﬂ = 6?{ e, + 6?{ ey + 6?{ e,
‘ 6Sm OSzy 6Siz

verstanden werden und nicht, wie in der Mathematik, die Richtungsableitung

. Vs OH 4 OH 5 OH

11
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Bei der Gleichung Gl. 3.5 handelt es sich um die ungeddmpfte Landau-Lifshitz Glei-
chung. Der Dampfungsterm in der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung 148t sich nicht
herleiten und mufl daher phianomenologisch hinzugenommen werden. Mit ihm wird
der Tatsache Rechnung getragen, dafl in den magnetischen Systemen Dissipations-
effekte, also Reibung, auftritt.

Landau und Lifshitz fiigten als Dédmpfungsterm folgenden Summanden hinzu

A oH

Wihrend der Prizessionsterm eine Prizession, also eine Kreiselbewegung, der ma-
gnetischen Momente beschreibt handelt es sich hier um einen Vektor, welcher senk-
recht dazu steht und die magnetischen Momente in Richtung des internen Feldes
H; = —‘g—;'i drangt. Aufgrund der Reibung kommt es somit zu einer Relaxationsbe-
wegung. Die phinomenologische Konstante A\ gibt dabei die Stérke der Dampfung
an.

Die sich aus dem Zusammenfiigen der ungedimpften Landau-Lifshitz Gleichung
Gl. 3.5 und dem Dampfungsterm GI. 3.6 sich ergebende Gleichung

0S; v oH A oH
T (Sz X 88,) MSS, X (Sz X 88,') (3.7)

wird Landau-Lifshitz Gleichung genannt.
Nun stellt sich aber heraus, dafl dieser relativ einfache Dédmpfungsterm zu falschen

H

=S X (S xH)

Abbildung 3.1: Relaxation —S X (S x H) und Prizession S x H eines magnetischen Mo-

mentes S in einem internen Feld H = —‘?,—75{.

Ergebnissen fiihrt, wenn man zu grofien Dampfungen (A — oco) iibergeht [23]. So
nimmt z.B. die Ummagnetisierungszeit einer homogen magnetisierten Kugel mit zu-
nehmender Dampfung ab, obwohl sich physikalisch die magnetischen Momente mit

12
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zunehmender Dampfung langsamer bewegen sollten und somit die Ummagnetisie-
rungszeit zunehmen miifite.

Erstaunlich hierbei ist der Zeitraum von fast zwanzig Jahren, bis dieses unphysika-
lische Verhalten bemerkt wurde. 1955 ersetzte Gilbert [24, 25] den Dampfungsterm
durch eine Rayleigh-Dissipationsfunktion. Die sich so ergebende Gleichung

8SZ _ Y oH 3Sz
5 = #SSZani—i—a(Szx 8t> (3.8)

wird als Gilbert Gleichung bezeichnet und ist in Polarkoordinaten geschrieben,

o0 . 0¢ v o€
ot ot  pgsinf oo ’

(3.9)
und

sinf= = q— — L= (3.10)

Ausgangspunkt vieler analytischer Rechnungen. % bzw. % sind dabei die Varia-
tionen der Energiedichte £ nach ¢ bzw. 6. Rechnungen mit der Gilbert Gleichung
ergaben nun auch im Bereich grofler Dadmpfungen physikalisch sinnvolle Ergebnisse.
Die Dampfungskonstante « ist anders als die Ddmpfungskonstante A von Landau
und Lifshitz dimensionslos und wird als Gilbert Dampfung bezeichnet. Es handelt
sich hierbei ebenso wie bei A um eine phénomenologische Konstante, welche die
Stérke einer konstanten Energiedissipation beschreibt. Die Mechanismen, welche zur
Energiedissipation fiihren, sind heutzutage noch nicht ganz verstanden und Gegen-
stand derzeitiger Untersuchungen [26-28].

Bei der Gilbert Gleichung geht die zeitliche Ableitung sowohl auf der linken, als
auch auf der rechten Seite ein. Die macht das Losen dieser Differentialgleichung
etwas komplizierter. Es ist allerdings moglich, die Gilbert Gleichung in Form der
Landau-Lifshitz Gleichung zu schreiben, so dafl die zeitliche Ableitung nur einmal
eingeht.

Ausgangspunkt ist die Gilbert Gleichung Gl. 3.8. Auf diese wird von links Sx auf
beide Seiten der Gleichung angewendet

S; x 5 MSSZ X (SZ X 8SZ~> + aS; x <SZ X 5 ) (3.11)
. 1a _OH (o 0Si) 05,
= SSZX <SZXaSi>+OJSZ (SZ 5 aat
Im zweiten Schritt wurde die Leibnitz-Regel
ax(bxc)=b(a-c)—c(a-b) . (3.12)

13
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verwendet. Jetzt ist

0S; 0S?
S, — = =t = 13
ot ot 0 (3:13)
d.h. |S;| = 0 (die Lange des Spins ist konstant). Damit ergibt sich
: =-Lg x(six 22 - . 14
S, x 5 ,ussl X <81 X BSi) 1o 5 (3.14)
Setzt man dies in die Gilbert Gleichung GI. 3.8 ein, so erhélt man
0S; y OH ay OH
S S - JN Y A S NV £ AN 3.15
ot (14 a?) ps % 0S; (14 a?)us 8 ( % GS) (3:15)

Diese Gleichung wird als Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung bezeichnet. Man
beachte, dafl jetzt in beiden Summanden der Gleichung die Dédmpfungskonstante o
enthalten ist.

Diese Gleichung besitzt wieder die einfache Anschaulichkeit der Landau-Lifshitz
Gleichung. Der Unterschied zur Landau-Lifshitz Gleichung liegt nun darin, daf
dort die Dampfung darin bestand, die magnetischen Momente in Richtung des
internen Feldes zu zwingen ohne dabei die Prizessionsbewegung zu beeinflussen.
Die Gilbertddmpfung sorgt nun dafiir, dafl die magnetischen Momente in Richtung
des internen Feldes ausrichten, und sich gleichzeitig die Prézessionfrequenz mit
der Dampfung #ndert. An dieser Stelle mufl allerdings gesagt werden, dafl im
Grenzfall kleiner Gilbertdimpfungen o < 1 die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung
und die Landau-Lifshitz Gleichung identisch sind, da in diesem Fall das o? im
Nenner vernachléssigt werden kann und A = oy bekanntlich von der Dimension des
gyromagnetischen Verhéltnisses 7 ist.

3.2 Verwandte Bewegungsgleichungen

Der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung kommt nun eine grofle Bedeutung in der
Physik zu. Dies duflert sich bereits darin, dafl eine ganze Reihe von Abhandlungen
existieren, welche die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung enthalten [25, 29-37]. Wei-
terhin findet man eine Reihe von abgewandelten Formen, so existieren neben den
erwihnten Gleichungen noch die Landau-Lifshitz-Bloch Gleichung [38], die Bloch-
Bloembergen Gleichung [39] und die Callen Gleichung [40, 41]. Den meisten dieser
Gleichungen ist gemeinsam, daf sie sich als folgende Entwicklung auffassen lassen
[40]

0S; OH oH
5 _A+BSZ+C<SZxa—Si>+D<SZx<S,><asi>>+... , (3.16)

14



3.2 Verwandte Bewegungsgleichungen

wobei die Koeffizienten in den jeweiligen féllen Konstanten sind.

Interessant ist der Zusammenhang zwischen der Landau-Lifshitz Gilbert Gleichung
und anderen Gleichungen der Physik, insbesondere aus der Solitonen-Theorie. Es
148t sich auch zeigen, dal sich die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung in einigen
Fillen in die Sine-Gordon Gleichung transformieren 148t [42, 43]. Dies soll hier kurz
skizziert werden.

Hierzu betrachtet man eine lineare Kette. Die Dynamik wird beschrieben durch die
ungeddmpfte Landau-Lifshitz Gleichung fiir das magnetische Moment M in Konti-
nuumsnadherung

oM 0&

Es soll keine Reibung, also Ddmpfung vorliegen.
Das interne Feld berechnet sich aus der Variation der Energiedichte £

2
E=A (‘?ﬁ”) — KM? +2rM? . (3.18)
Die einzelnen Summanden sind dabei in mikromagnetischer Schreibweise. Der erste
Summand ist die Austauschwechselwirkung. Der zweite Summand ist Anisotropie-
term, welcher eine leichte Achsenrichtung in z-Achsenrichtung vorgibt. Der letzte
Summand ist der Entmagnetisierungsterm, welcher von der Dipol-Dipol Wechsel-
wirkung herriihrt.

Fiir die weitere Rechnung ist es zweckmiflig zu Polarkoordinaten iiberzugehen. Die
Landau-Lifshitz Gleichung 148t sich dann schreiben als

. 00 o€
M sin ea = —’Y@
(3.19)
. 00 o€
M sin ga = ’7% y

M = |M] ist dabei der Betrag der Magnetisierung. Die Energiedichte GIl. 3.18
schreibt sich nun in Polarkoordinaten als

AN AN
E=Alsin’f|— | +|=— — K cos® 0+ 2rM?sin®f cos® ¢ . (3.20)
ox ox
Setzt man dies in Gl. 3.19 ein so erhilt man
2 2
—y M sine% = Asin20 993 _ 2Aﬁ + K sin 20 + 2w M? cos? ¢ sin 26
ot Ox 0x?

(3.21)

_ . 00 0 (. ,,00 : .
-1 _ 2 2 2
0% MsmOat 2A3x (sm 98x> + 27w M* sin” 0 sin 2¢ .
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3 Die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung

An dieser Stelle ist es notwendig noch einige Annahmen zu treffen. So soll ¢ = 7 +¢
konstant sein, wobei mit ¢ < 1 kleine Abweichungen zugelassen werden sollen.
Weiterhin soll g—f = 0 gelten, d. h. ¢ soll sich rdumlich nicht dndern. Mit diesen
Annahmen lassen sich die Gleichungen 3.21 bis zur 1. Ordnung in € entwickeln,
dadurch erhilt man folgende Gleichungen

0 0?0
—y~' M sin Qa—i ~ Ksin260 — 2A@
(3.22)
0
—~y~! M sin 0% ~ —4mMZ?esin*0
Nach Eliminierung von € erhélt man
00 ) 00

Mit den folgenden Substitutionen

=20, cy=1/81V2A, wy=/81V?K (3.24)

ergibt sich letztlich die Sine-Gordon Gleichung
PP Y

2 Vo2
Man beachte, dafl die magnetischen Eigenschaften, wie die Austauschwechselwir-
kung, die Anisotropie etc. in den Konstanten wy und ¢y verborgen sind. Von der
Dimension her ist ¢y eine Geschwindigkeit und wgy eine Frequenz. Weiterhin sollte
man beachten, daff in die Sine-Gordon Gleichung die Ddmpfung nicht eingeht, sowie
ein dufleres Magnetfeld nur in die Konstanten [42, 43]. Diese Terme lassen sich, zur
besseren Anpassung an die Realitéit, zur Sine-Gordon Gleichung hinzufiigen [44].
Als letztes sollte man sich noch vor Augen fiithren, dafl die erste Substitution ¢ = 26
den Unterschied zwischen Solitonen und Domé#nenwénden ausmacht. Wahrend sich
ein Soliton, z.B. ein Kink, und ein Antisoliton (Antikink)? , welche auf einander zu-
laufen, sich durchdringen ohne zu wechselwirken?, 16schen sich zwei Domé#nenwénde

+wlsing =0 . (3.25)

2Unter einem Kink/Antikink versteht man die einfachste Solitonenldsung der Sine-Gordon
Gleichung

1 = 4 arctan [:I: exp (%)]

Man kann zeigen, daf} dies identisch ist mit der Form einer 180° Domé&nenwand

sinf = sin (%) = +tanh (%)

Der Unterschied zwischen einem Kink und Antikink besteht nur in dem Vorzeichen vor der Expo-
nentialfunktion.
3Es tritt lediglich eine Phasenverschiebung auf [45].
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3.2 Verwandte Bewegungsgleichungen

aus. Auch wenn die Form eines Kinks mit der Form einer 180° Domé#nenwand iden-
tisch ist, so liegen mit 180° Doménenwénden keine echten Solitonen vor, obwohl
die Solitonentheorie, was Statik und Dynamik betrifft, durchaus auf die Theorie der
Doménenwénde iibertragen werden kann.

Nachdem bisher der Zusammenhang zwischen der Landau-Lifshitz-Gilbert Glei-
chung und Sine-Gordan Gleichung aus der Solitonentheorie gezeigt wurde, soll an
dieser Stelle darauf hingewiesen werden, dafl sich im Rahmen der Bewegung von
Doménenwéinden die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung auch in Form einer New-
ton “schen Bewegungsgleichung schreiben l&8t, wobei es notwendig ist eine neue
Grofle, die Doring Masse mp [29, 46|, zu definieren:

mpi + bj+ kg =2MB | (3.26)

mit der Doring Masse

_(1+a?) K
mp = oy VA (3.27)

Neben dem Beschleunigungsterm mpg und der treibenden Kraft pro Fliche P =
2M B, welche von einem dufleren Magnetfeld B kommt, stellen die einzelnen Sum-
manden einen viskosen Reibungsterm (b¢) und einen Term dar, welcher von einer
riicktreiben Kraft herriihrt (kq). Es bleibt hier jedoch anzumerken, daf es sich von
der Dimension her bei den einzelnen Termen um Driicke handelt und nicht um
Kréfte. Auf eine genaue Herleitung bzw. Diskussion soll allerdings an dieser Stelle
verzichtet werden. Eine genaue Herleitung ist in [29] zu finden. Die Déring Masse
wird allerdings in Kapitel 6.3 im Rahmen der Dominenwanddynamik noch einmal
explizit hergeleitet werden.

Bis jetzt wurde nur das Heisenberg Modell eingefiihrt und die Dynamik betrachtet.
Es wurde allerdings noch nichts iiber die Thermodynamik des Heisenberg Modells
gesagt. Dies soll im néchsten Kapitel geschehen.
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4 Die Gleichgewichtsthermodynamik des Heisenberg
Modells

4.1 Thermische Mittelung und Molekularfeldnaherung

Bei dem Heisenberg Modell handelt es sich um ein Vielkérper Problem, welches sich
im allgemeinen nicht geschlossen l6sen 1&48t. Die Molekularfeldndherung stellt eine
Moéglichkeit dar, erste qualitative Aussagen iiber das thermodynamische Verhalten
ferromagnetischer Materialien zu treffen. Die Urspriingliche Ndherung geht auf P.
Weiss (1907) zuriick, lange bevor die Quantenmechanik erfunden wurde. In dieser
Arbeit ist auch noch nicht von einer Molekularfeldniherung die Rede, da dieser For-
malismus ebenfalls erst spiter entwickelt wurde. Allerdings 148t sich zeigen, daf es
bei der Arbeit von Weiss um eine Molekularfeldndherung handelt.

Abweichend von dieser Arbeit soll von dem isotropen Heisenberg Modell ausgegan-
gen werden

(&.4)
Mit S; = (S; — (S;)) + (S;) 1aBt sich Gl. 4.1 exakt umformen zu
H == —JZ{SZmJ—mZm]-I—(SZ—mZ) (Sj—mj)} . (42)
(6.3)
Die Molekularfeldndherung besteht nun darin die Korrelationen der Fluktuationen
wegzulassen. Die Hamiltonfunktion H,p 148t sich dann schreiben als

HMF:ZHZ--SZ-JFA , (4.3)
mit dem effektiven Feld

Hi =—J (m,-,l + mi+1) (44)
und

(i.5)
S; ist dabei die dynamische Variable und m; = (S;) der thermische Mittelwert, den
es zu bestimmen gilt. Mit der Molekularfeldnéherung bietet sich die Moglichkeit, die
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4.2 Die stochastische Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung

Gleichgewichtsthermodynamik des Heisenberg Modells zu untersuchen. Der thermi-
sche Mittelwert ergibt sich dabei ganz allgemein durch

o gy SeSe 1
Spe—ﬁ?{ ’ ksT

(4.6)

wobei im Fall der Molekularfeldndherung H durch Hyr zu ersetzen ist.

Die Spurbildung Sp ist dabei eine Summation iiber alle Konfigurationen. Im allge-
meinen wird man die Berechnung des thermischen Mittelwertes m; der magnetischen
Momente nicht analytisch durchfiihren, so dafl man auf numerische Verfahren ange-
wiesen ist.

Nun ist bekannt, dal die Molekularfeldndherung nur eine grobe Niaherung dar-
stellt und man wird auf andere numerische Verfahren zuriickgreifen miissen. Eine
Moglichkeit, die Magnetisierung M des Systems, welche sich aus der Konfigurati-
onsmittelung

1 N
M=— ; 4.
N ;:1 m (4.7)

ergibt, zu berechnen ist, das Heisenberg Modell mittels Monte Carlo Rechnungen
zu behandeln. Im Rahmen dieser Arbeit wird das sogenannte heat bath Monte Carlo
Verfahren verwendet, welches in Kapitel 5.2 beschrieben wird. Mit dem Monte Carlo
Verfahren 148t sich zunéchst der zeitliche Mittelwert eines magnetischen Momentes
bestimmen. Da Ergodizitit angenommen werden kann, ist dieser zeitliche Mittel-
wert gleich dem thermischen Mittelwert, so daf§ sich die Magnetisierung bestimmen
1a8t. Weiterhin 148t sich die Magnetisierung ebenfalls mittels Langevin-Dynamik
berechnen. Dazu wird die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung gelést, wobei ein wei-
Bes Rauschen die Ankopplung an ein Wirmebad simuliert. Diese Gleichung wird
stochastische Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung genannt. Die Herleitung und eine
genaue Beschreibung der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung ohne Rauschen wur-
de in Kapitel 3 gegeben. Im nichsten Abschnitt wird genauer auf die stochastische
Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung eingegangen und es wird gezeigt, daf} es sich hier-
bei um eine Langevin Gleichung handelt.

4.2 Die stochastische Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung

Bis jetzt wurde die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung nur ohne Temperatur, also
bei 7" = 0 betrachtet. Eine Moglichkeit ist die in dieser Arbeit verwendete Metho-
de, welche auf W. F. Brown [47] zuriickgeht, der in Anlehnung an die Langevin
Gleichung das interne Feld H; um ein zeitabhéingiges Rauschen erweiterte

oH
0S;

H,=- +&(t) (4.8)
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4 Die Gleichgewichtsthermodynamik des Heisenberg Modells

um so die thermischen Fluktuationen zu beriicksichtigen. Das Rauschen wird cha-
rakterisiert durch die Verteilung der Momente, die durch die Integration der Wahr-
scheinlichkeitsverteilung gewonnen werden, geméif

&) =0, (M) = 2“58 kT 0,i0,00(t — 1) | (4.9)

wobei i, j Gitterplitze v, 0 kartesische Koordinaten reprisentieren.

Setzt man das interne Feld Gl. 4.8 in die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung GI. 3.15
ein, so 148t sich diese aufgrund des additiven Rauschens in Form einer Langevin
Gleichung schreiben

ds;
dt

=1 + g, , (4.10)

wobei f und g€ gegeben sind durch

OH OH
und

Die auf diese Art gewonnene Gleichung wird Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung mit
Langevin-Dynamik oder stochastische Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung genannt.
Bei dieser Gleichung handelt es sich um eine stochastische Differentialgleichung,
welche sich mittels numerischer Verfahren losen 1afit. Ein Verfahren, das Heun-
Verfahren, wird in Kapitel 5.1 vorgestellt.

Zu der stochastischen Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung 1d8t sich ebenfalls die kor-
respondierende Fokker-Planck Gleichung angeben [38, 47, 48]

opP 0 y oM oM
i %'{‘7(1“@)“3 [Sxﬁwsx(“%)]
1 0
+ ESX(SX%>}P. (4.13)

Diese Gleichung 148t sich mittels eines einfachen Ansatzes fiir die Wahrscheinlichkeit
P in Form einer zeitabh#ngigen Schrodinger Gleichung schreiben [49]. Dies soll aber
an dieser Stelle nicht weiter ausgefiihrt werden.
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4.3 Vergleich der Thermodynamik des klass. mit dem qm. Heisenberg Modell

4.3 Die Thermodynamik des klassischen Heisenberg-Modells im
Vergleich mit dem quantenmechanischen
Heisenberg-Modells

Bisher wurde lediglich etwas iiber die Thermodynamik allgemein und iiber die sto-
chastische Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung gesagt. In diesem Abschnitt soll die
Thermodynamik des klassischen Heisenberg Modells mit der des quantenmechni-
schen Heisenberg Modells verglichen werden.

Abb. 4.1 zeigt die berechnete reduzierte Magnetisierung eines 16x16x16 grofien

M(T)/M(0)

o
(N

o . I . I . I .
0 0.5 1 1.5 2

k., T

B

Abbildung 4.1: Temperaturabhingigkeit der Magnetisierung im Falle des klassischen iso-
tropen Heisenberg Modells: Vergleich Langevin-Dynamik (LD, Heun Ver-
fahren) mit dem heat bath Monte Carlo Algorithmus (MC).

Simuliert wurde ein Wiirfel mit 162 magnetischen Momenten. Aufgrund
unterschiedlicher Zeitschritte beider Verfahren ist der finite size Effekt
unterschiedlich stark ausgeprigt. (D/J = 0)

Wiirfels als Funktion der Temperatur. Die beiden Kurven wurden dabei mittels
Langevin-Dynamik und einer heat bath Monte Carlo Rechnung gerechnet. Aufgrund
der endlichen Grofle des Systems ergeben sich finite size Effekte, welche sich darin
duflern, dal die Magnetisierung nicht Null wird. Die unterschiedlich starke Aus-
priagung des Effektes, bei der Monte Carlo Rechnung ist die Magnetisierung kleiner
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4 Die Gleichgewichtsthermodynamik des Heisenberg Modells

als bei der Langevin-Dynamik Simulation, bei gleichen Temperaturen, ist auf unter-
schiedliche Mittelungszeiten zuriickzufiihren. D.h. die Stirke dieses Effektes hingt
davon ab, wie lange man die zeitliche Mittelung durchfiihrt, wobei eine léingere Mit-
telung zu besseren Ergebnissen fiihrt.
Bei den bisher besprochenen Verfahren handelt es sich um klassische Verfahren, wel-
che sich von den quantenmechanischen Rechnungen (Greenfunktion [50, 51}, Quan-
ten Monte Carlo [52]) durch die Verwendung einer anderen Statistik unterscheiden.
Wiéhrend bei den quantenmechanischen Rechnungen meist die Bose-Einstein Stati-
stik zugrunde gelegt wird, wird bei den klassischen Verfahren eine klassische Beset-
zungszahl verwendet. Die Energiedispersion des klassischen und des quantenmecha-
nischen Heisenberg Modells unterscheidet sich dabei nicht voneinander [17, 53, 54].
Thermodynamisch 148t sich die reduzierte Magnetisierung fiir tiefe Temperaturen
berechnen durch

%:1—/&{@ , (4.14)
wobei ny die Besetzungszahl und M (0) die Sattigungsmagnetisierung bei einer Tem-
peratur 7' = 0 K ist. Integriert wird iiber die erste Brilllouinzone. Im Fall eines

1
0.8 §
206t .
=
-
— 04 + a
=
0.2 .
3/2
—— Bloch T
O , | , | , | , |
0 1 2 3 4
k,T/J

Abbildung 4.2: Temperaturabhingigkeit der Magnetisierung im Fall des quantenmecha-
nischen Heisenberg Modells mit Spinquantenzahl § = % Die Rechnung ist
mittels des sogenannten Greenfunktionsformalismus mit RPA-N&herung
durchgefiithrt wurden [50, 51].
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4.3 Vergleich der Thermodynamik des klass. mit dem qm. Heisenberg Modell

dreidimensionalen quantenmechanischen Heisenberg Modells ergibt sich dann

1
MT) _y /dk ————— ~1—const.- T2 . (4.15)
M(0) exp (ﬁ%) -1

Dies ist das sogenannte Bloch’sche T'2-Gesetz [15].
Klassisch ergibt sich hingegen das folgende Integral [55-57]
M(T) kgT
St =1 [ak 22 1 const. - T . 4.16
2(0) P cons (4.16)
Im klassischen Fall hat man also einen linearen Abfall der Magnetisierung bei
tiefen Temperaturen. Der lineare Abfall der Magnetisierung ist in 4.1 deutlich zu
erkennen (Watson, [55]).
Abb. 4.2 zeigt die korrespondierende Magnetisierungskurve des isotropen quan-

10 T T T T T T T T T T T T T T T T T T T T
%
O_I 1_ 1;‘& _
= —L=4 i
—L=8
L=12
+«—— L =16 %
L =20
L=24 h
0.1 1 1 1 1 I 1 1 1 1 I 1 1 1 1 I 1 1 1 1 I 1 1 1 1

100 50 0 50 100
(T-L1.44676) L™

Abbildung 4.3: finite size scaling Plot des klassischen Heisenberg Modells gerechnet mit
dem heat bath Monte Carlo Verfahren. (D/J = 0)

tenmechanischen Heisenberg Modells. Die Magnetisierung wurde dabei mit der
Methode der Greenfunktionen mit RPA-Entkopplung berechnet. Kap. 5.4 geht
darauf genauer ein. Zu erkennen ist hier das analytisch vorhergesagte Bloch’sche
T3-Gesetz. Allerdings erkennt man auch, dal dieses Gesetz nur fiir einen sehr
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4 Die Gleichgewichtsthermodynamik des Heisenberg Modells

kleinen Temperaturbereich Giiltigkeit besitzt.

Das kritische Verhalten hingegen ist unabhingig davon ob das klassische oder
quantenmechanische Heisenberg Modell betrachtet wird. Zwar hédngt die kritische
Temperatur, also die Curietemperatur, von der Spinquantenzahl S ab (klassisches
Heisenberg Modell: S — 00), aber die kritischen Exponenten sind identisch, da in
beiden Féllen die gleiche Universalitidtsklasse vorliegt. Aus den Langevin-Dynamik
bzw. Monte Carlo Simulationen lassen sich nun mittels finite size scaling zwei
kritische Exponenten (v und ¢) bestimmen.

Abb. 4.3 zeigt einen finite size scaling Plot. Aufgetragen ist M L'/ iiber (T —T,)LP/°,
wobei L die Systemgrofle ist und M die Magnetisierung. T' — T, ist die reduzierte
Temperatur und v und g sind kritische Exponenten. Zu erkennen ist, dafl die aus
der Literatur [58] bekannten kritischen Exponenten v = 0.7112 und § = 0.3689
= f/v = 0.5187, 1/v = 1.4060742, zu einem Datenkollaps fiithren. Die kritische
Temperatur ergibt sich aus der Simulation zu 7, = 1.44676, der in der Literatur
angegebene Wert betriigt 7, = 1.4427 [51].
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5 Numerische Verfahren

In diesem Kapitel werden die in dieser Arbeit verwendeten numerischen Verfah-
ren und deren Realisierung vorgestellt. Dabei handelt es sich zum einen Teil um
Verfahren, um die Gleichgewichtsthermodynamik zu untersuchen (lokale Molekular-
feldndherung, Methode der Greenfunktionen mit RPA-Entkopplung) und zum ande-
ren Teil um Verfahren, um dariiberhinaus die Dynamik von magnetischen Systemen
zu beschreiben (Numerischen Integration der stochastischen Landau-Lifshitz-Gilbert
Gleichung, heat bath Monte Carlo Simulation).

5.1 Numerische Integration der stochastischen
Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung

Wie bereits in Kapitel 4.2 gezeigt wurde, 148t sich die Landau-Lifshitz-Gilbert Glei-
chung aufgrund des additiven Rauschens in Form einer Langevin Gleichung
ds;
dt
schreiben, wobei f und g€ gegeben sind durch

S S PR ¢/ . L OH
f, = Eram S; X 35, + aS; x <SZ>< asj)]

=1, + g,

und
T
(1 + a?) s

Da es sich bei der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung um eine vektorielle Differenti-
algleichung handelt, handelt es sich bei der zugehorigen Langevin Gleichung eben-
falls um eine vektorielle Gleichung. Man hat also drei Differentialgleichungen, fiir
jede Raumrichtung eine, zu losen. Diese drei Differentialgleichungen sind zudem
gekoppelt, so dafl sie gleichzeitig gelost werden miissen. Dies geschieht mit dem so-
genannten Heun-Verfahren, einem Pradiktor-Korrektor-Verfahren zur Losung von
Differentialgleichungen erster Ordnung '. Bei diesem Verfahren wird zunichst der

gZSZ = — [S, X Sz —+ O!SZ' X (SZ X gz)] .

L An dieser Stelle soll darauf hingewiesen werden, dafl das Euler-Verfahren zur Losung von Diffe-
rentialgleichungen zu falschen Ergebnissen fiihrt, da dieses Verfahren gegen die It6-Losung der sto-
chastischen Differentialgleichung konvergiert und nicht gegen die physikalisch richtige Stratonovich-
Losung. Das Heun-Verfahren hingegen konvergiert gegen die Stratonovich-Losung. Fiir eine genaue-
re Diskussion des It6-Stratonovich-Dilemmas siehe [59-61].
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5 Numerische Verfahren

sogenannte Prédiktor

Sl = S+ (O (S, Hg, 1) At + g7 (S, 1) € (5.1)

.89 %

mit 1 € {z,y, 2z}, berechnet. Dabei ist die Zeit vorher diskretisiert worden,

th=nAt, ST =57, .

N, g

Der Zeitschritt At ist dabei so klein zu wihlen, dafl er wesentlich kleiner ist als die
Relaxationszeit der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung

Trelax = (Oj + ail) ’YB (52)

ist. B ist dabei ein dufleres Magnetfeld.
Im zweiten Schritt wird der neue Spinvektor S,.1; = S;(t + At) im sogenannten
Korrektor-Schritt berechnet

S’r(zn,z) = S’r(zn,z) + 1 [fz(n) (Sn,ia Hn,i; tn) + fz(n) (gn,iaﬁ’n,ia tn)} At

2
Lr ) (g (n)
+ 5 [gi (Sn,iatn) + 9; (Sn,iatn)] fn,z‘ : (5-3)
Man beachte, da§ H,; = — a‘%ﬁ"". mit der Konfiguration des Zwischenschritts,
wihrend H,,; = —% mit der alten Spinkonfiguration gebildet wird.

An dieser Stelle soll noch kurz etwas zur Erzeugung der Zufallszahlen gesagt werden.
Bei dem Rauschen handelt es sich um ein weifles Rauschen mit einer Gauflverteilung.
Dazu werden zunéchst zwei Zufallszahlen y; und x» € [0, 1] mittels eines konven-
tionellen Zufallsgenerators erzeugt. Die gaufiverteilte Zufallszahl ergibt sich dann

aus
§=o0y/—2In(1 - x1)cos 2mouxs) , (5.4)

wobei o = 22 kgT'At die Breite der GauBiverteilung P(¢) ~ exp (—%) darstellt.

5.2 Der heat bath Monte Carlo Algorithmus mit quantifiziertem
Zeitschritt

Monte Carlo Simulationen stellen ein wichtiges Hilfsmittel in der theoretischen Phy-
sik dar. Ein grofles Problem ist aber die Abbildung der Zeitskala der Monte Carlo
Simulationen auf realistische Zeitskalen. Der heat bath Monte Carlo Algorithmus
stellt eine Moglichkeit der Realisierung einer Monte Carlo Simulation dar, wobei es
unter Verwendung des quantifizierten Zeitschritts moglich ist, die quasi-Zeitskala
der Monte Carlo Simulation auf realistische Zeitintervalle abzubilden.
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5.2 Der heat bath Monte Carlo Algorithmus mit quantifiziertem Zeitschritt

Monte Carlo Simulationen berechnen n&herungsweise Trajektorien im Phasen-
raum basierend auf der Master-Gleichung
dPs(t)
dt

= Z (PSI (t)WSI_>5 — Ps(t)WS_)SI) s (55)
Sl
welche die zeitliche Entwicklung der Wahrscheinlichkeitsverteilung Pg(¢) im Phasen-
raum beschreibt. S und S’ sind hierbei zwei Zustinde, Pg(t) ist die Wahrscheinlich-
keit, dafl sich das System im Zustand S befindet und Wg_, ¢/ ist die Ubergangsrate
vom Zustand S in den Zustand S’. Die heat bath Wahrscheinlichkeit
w
Wes = 0

1+ exp ZHELEE)

(5.6)

ist dabei eine Moglichkeit die Mastergleichung zu erfiillen, wobei die Bedingung fiir
das detaillierte Gleichgewicht

P (t)Wgs = Ps(t)Wss (5.7)

ebenfalls erfiillt ist.

Mit der Master-Gleichung wird dabei eine Ankopplung des Systems an ein
Wirmebad beschrieben, wobei nur die reversiblen Anteile der Dynamik (Relaxa-
tion, Fluktuation) beschrieben werden. Der Prézessionsanteil wird im Gegensatz
zur Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung nicht beriicksichtigt. Trotzdem ist es moglich
dynamische Prozesse zu simulieren, wobei man sich dem Fehlen der Prizession be-
wuflt sein sollte.

Das Vorgehen bei der Monte Carlo Simulation ist das folgende: Man beginnt da-
mit, dafl man ein Spin S zufillig auswéhlt und dessen Richtung probeweise variiert.
Auf diese Weise erhiilt man einen Versuchsspin S’. Nun wird die Energiedifferenz
AE = E(S") — E(S) zwischen dem urspriinglichen Spin und dem Versuchsspin be-
rechnet. Anschlieend wird der Versuchsschritt mit der heat bath Wahrscheinlichkeit,
in welche die Energiedifferenz AE eingeht, akzeptiert. Im Fall einer Nichtakzeptanz
verharrt der Spin im Zustand S, andernfalls wird der Zustand S’ angenommen. An-
schliefend wird zuféllig der ndchste Spin ausgewéhlt und das Verfahren wiederholt.
Fiihrt man die obige Prozedur im Mittel einmal fiir jeden Spin durch, so erhélt man
einen Monte Carlo Schritt (MCS), welcher die Zeitskala des Systems beschreibt.
Die Verbindung zu realistischen Zeitskalen ist hierbei ein Problem, welches nur in
einigen wenigen Fillen gelost ist. Eine Moglichkeit ist die Abbildung der Zeitskala
der Monte Carlo Simulation auf die Zeitskala der Langevin-Dynamik mit Hilfe eines
sogenannten quantifizierten Zeitschritts.

Auf eine genaue Herleitung bzw. Diskussion soll an dieser Stelle verzichtet und auf
die Literatur zu diesem Thema [62, 63] verwiesen werden. Die Realisierung héngt
letztendlich von der Umsetzung des single flip Algorithmus, also wie der Versuchs-
spin S’ erzeugt wird, ab. Dazu wird zunéchst ein zufilliger Vektor mit einer konstan-
ten Wahrscheinlichkeitsverteilung innerhalb einer Kugel mit dem Radius R mittels
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5 Numerische Verfahren

der Verwerfungsmethode [64] konstruiert. Dieser Vektor wird zu dem urspriinglichen
Vektor, welcher den Anfangszustand S beschreibt, hinzuaddiert, und anschlieflend
wird der so gewonnene Versuchspin normiert. Dieser befindet sich dann innerhalb
eines Kegels um den urspriinglichen Spin, dessen Offnungswinkel von R bestimmt
wird. Bei dieser Art Versuchsschritt ist jeder Spin nur in der Lage eine kleine Bewe-
gung auszufiihren.

Der Zusammenhang zwischen dem Radius R des Versuchsschrittes und dem Zeitin-
tervall At fiir die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung ist dann gegeben durch

20kgT oy

R = ———
(14 a®) ps

t, (5.8)
wobei zu beachten ist, daf einem Monte Carlo Schritt (MCS) das Zeitintervall At
entspricht. Allerdings gilt dies nur im Fall grofer Diampfungen «. In diesem Fall
verschwindet bei der Langevin-Dynamik ebenfalls die Prazession, so daf§ Langevin-
Dynamik und Monte Carlo Simulation vergleichbar sind.

Zur Wahl des Radius R ist anzumerken, dafl dieser nicht zu grof} gewihlt werden
darf, da sonst der Zusammenhang zwischen der Zeitskala At und einem Monte Carlo
Schritt nicht mehr gegeben ist. Eine zu kleine Wahl von R hingegen bedeutet eine
zu lange Rechenzeit, so dafl man im allgemeinen den Radius R iiber die Relation
GI. 5.8 nach Vorgabe des Zeitschrittes At berechnet.

5.3 Die lokale Molekularfeldndherung

Die Molekularfeldnaherung wurde bereits in Kapitel 4 behandelt. Es handelt sich
dabei um eine Methode mit der es moglich ist, die Gleichgeweichtsthermodynamik
des Heisenberg Modells zu berechnen. Im allgemeinen wird man aber nicht nur die
isotrope Hamiltonfunktion GI. 4.3 betrachten, sondern diese erweitern, so daf} z.B.
ein dufleres Feld, Anisotropien und die Dipol-Dipol Wechselwirkung beriicksichtigt
werden. Die zugehérige Hamiltonfunktion ist dann gegeben durch

Hop = —J 3 Si-my— DY (57— psB - Y8~ w XS HI | (59
(%,5) % 7 7

wobei alle Summanden welche die dynamische Variable S; nicht enthalten weggelas-
sen wurden, da sie spiter bei der Mittelwertbildung Gl. 4.6 sowieso negiert werden.
Das Dipolfeld H¥" ist dabei gegeben durch

. 3(e~ . m)e — m.
dip.
H" =) —— 55— (5.10)
J#i ]
und w = ﬁ’;—g.

Um nun den thermischen Mittelwert m; berechnen zu konnen ist es hilfreich zu
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Polarkoordinaten iiberzugehen
sin € cos ¢
S;=| sinfsing | ,

cos @

wobei dann die Spurbildung in Gl. 4.6 durch eine Integration iiber die Einheitskugel
2m iy
Sp — /dqs/sin 6d6
0 0

ersetzt werden kann. Die Integration selbst wurde numerisch mittels eines Gauf-
Legendre Verfahrens durchgefiihrt (Siehe Anhang).

5.4 Die Methode der Greenfunktionen mit RPA-Entkopplung

Im Gegensatz zu den bisher besprochenen Simulationen und Rechnungen stellt die
hier verwendete Methode der Greenfunktionen eine quantenmechanische Rechnung
dar, mit der es moglich ist, die Thermodynamik des quantenmechanischen Heisen-
berg Modells zu betrachten.

Ausgangspunkt sei die retardierte Vielteilchen Greenfunktion nach Zubarev [65]

Gy (t = 1) = ((As; Bm>>n =—iO(t—t) <[Al,Bm]n> (5.11)

mit n = +1. n gibt dabei an ob die Operatoren A, und B,, fermionisches (n =
+1) oder bosonisches (n = —1) Verhalten bzgl. den Kommutatorrelationen zeigen.

© (t — t') ist hierbei die Stufenfunktion und <[/All, Bm] > ist die themodynamische
1

Mittelung der Kommutatorrelation
[Al: Bm] = Ale + anAl ) n==l1 (512)
n

Aus der Heisenberg’schen Bewegungsgleichung nach Fouriertransformation in den
Energieraum ergibt sich die folgende Bewegungsgleichung

o ((AisBa)), , = ([ Ba] )+ (([AnA],1Ba)) (5.13)

Mit Hilfe der Fouriertransformation in den k-Raum

gk, w) = % > Gim() k- (I-m) (5.14)
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148t sich die Korrelationsfunktion

(Bud)) = %zkj gk (l—m) (5.15)

angeben. Die Cy werden dabei mit Hilfe des Spektraltheorems

Cr = * / hfiw [g (k,w + io+) -9 (k,w - i0+)] (5.16)
2m kT 41

berechnet. ic™ ist dabei eine infinitesimale Verschiebung, da das Integral auf der
reellen Achse nicht regulér ist.

Betrachtet man nun den Fall der Splnquantenzahl S = 1/2 so erweist es sich als
zweckmaﬁlg fir Ay = S und B,, = S, zu verwenden. Im Allgemeinen wird man
A = SfL und B,, = (an) Sm verwenden miissen um 2S5 Gleichungen zu erhalten
[50]. Dabei ist n =0...25 — 1 zu wihlen.

Der Hamiltonoperator des quantenmechanischen Heisenberg Modells mit Austausch-
wechselwirkung, Ein- bzw. Zweiionenanisotropie und duflerem Feld ist gegeben durch

i 5 . D .
273 = DOY(85) - TE8iS; — gusB. Y S; - (5.17)

Y] i Y]

Man beachte, dafl sowohl die Spinoperatoren, als auch die Wechselwirkungskon-
stanten dimensionsbehaftet sind. An dieser Stelle erweist es sich als sinnvoll, zu
dimensionslosen normierten Spinoperatoren iiberzugehen:

S.
S =— . 5.18
hS (5.18)
Dies hat den Vorteil, daf jetzt die Wechselwirkungskonstanten die Dimension einer

Energie haben. Damit 148t sich der Hamiltonoperator GI. 5.17 schreiben als

i d?
H=—Z%5z"5j—d(”2(55)2—2 2] SiS;—by S, (5.19)

1, g 1,

mit ji; = h2S%Jy;, dV = h25°DW, dY = h2S2D.? und b = gupB,hS.
Die Bewegungsgleichung fiir die Greenfunktion laﬁt sich dann mit Hilfe der Kom-

mutatorrelationen [8;“ , S5 ]7 = 876;; und [Sf : 832], = —8;"6;; schreiben als
d
i Gl (t—1) = h<[8l+( ), (S2 (¢ >5 (t - (5.20)
+ ijz<< Si(8); (S (¢ ))ns

- X (S )8 (1); (S5, ()" S <t'>>
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+ dO((SFO)SF () + S (DS (); (S (1) S (£)))
+ i ((SF0)S7 (1) (85 ()" S (1))
+ bGP (¢ —t)

Die Bewegungsgleichung enthilt Greenfunktionen héherer Ordnung, fiir welche sich
ebenfalls Bewegungsgleichungen mit Greenfunktionen noch héherer Ordnung ange-
ben lassen. Es ergibt sich somit ein System von unendlich vielen Differentialgleichun-
gen. Um ein geschlossenes Gleichungssystem zu erhalten, miissen die Greenfunk-
tionen entkoppelt werden. Dies geschieht hdufig mittels der RPA- (random phase
approzimation) oder Tyablikov-Entkopplung [50, 66]

((SFH®)SH(1); (S5, (1)) Sm () — (SF(1) Gin) (£ = ¥)
((SHOSH1); (82 ()" Sm () = (SF(1) G (1 =) .

Entkoppelt man auf diese Weise die Greenfunktion der Einionenanisotropie so erhilt
man unphysikalische Ergebnisse. Deshalb wird hier ein anderes Entkopplungsverfah-
ren verwendet, die Callen-Anderson-Entkopplung

((SHOSF () + SF S (£); (S ()" S (£))) = DTG (£ — 1)
mit
—2(57) ( 2}92 [S(S+1) -8 <(Sf)2>])

Damit ergibt sich fiir die Bewegungsgleichung

ih%@l‘%(t—f) = hAS(t—t) (5.21)
+ zjzl[sl G (t—t) - <sz()>G,,3(t—t'>]
+ d<1>c1>+G +Zdzl (S7()) G\ (¢t — )

+ G (t 1)
mit
A= ([s7 0. (50" 5,()] ) -
Nach der Fouriertransformation in den k-Raum bzw. in den Energieraum

R— I ) .
G (¢ ~ / dk— / dwe W (E=1) ik Rim 1) (5.22)
7T
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ergibt sich die Greenfunktion G(w, k) zu

G(w, k) = hw{(ilg(k) , (5.23)
mit der Energie
E(k) = (S.)[J(0) + D(0) — J(k)] + dV®* +b . (5.24)

Hierbei ist
JO0)=Yja. D) =Y d? (5.25)
und

1« . ik-Rim
JU) = Y me’ T (5.26)
Im

Fiir die weitere Betrachtung soll nun wieder zu den dimensiogsbehafteten Spinope-
ratoren S; iibergegangen werden. Man beachte, dafl damit <SZ> die Dimension AS

und <(S’Z)2> die Dimension /#?S? hat. Weiterhin hat die Austauschwechselwirkungs-

konstante J die Dimension %, s ist dabei die Zeit. Somit ist aber die Temperatur
kg1

“B= nicht mehr dimensionslos, sondern hat die Dimension h%S2. Da im weiteren mit
diesen dimensionsbehafteten Spinoperatoren gerechnet werden soll, muf} dies bei der
Auswertung beachtet und entsprechend korrigiert werden.

Die Magnetisierung ergibt sich nun aus dem Spektraltheorem GI. 5.16 [50] unter

Verwendung der folgenden der aus Quantenmechanik bekannten Relation
(5757) =n’S(S+ 1) +h(S) = ((5))?) (5.27)

Nach einer etwas lingeren Rechnung erhilt man folgende Selbstkonsistenzgleichung
fiir die Magnetisierung [50]

ae\ _ 1S = QL+ p(S)PH +[1+ 5 + o(9)][e(S)**
<S > =h [1+ @(S)]25+1 — [p(S)]25+1 ’ (5.28)
mit
p(S) = %Z % : (5.29)

ko eksT —1

wobei im Allgemeinen die Summation {iber k durch eine Integration iiber die 1.

Brillouinzone ersetzt wird: Y, — # [ d3k.

Man beachte daB in E(k) (S*) und <(§f)2> eingeht. Man benétigt somit noch eine
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1.2
1
0.8
N
U)N 0.6 L
V
D/J=0.5
04 -—— pi=02
D/J=0.1
02  —— D/J =0.05
' —— D/IJ=0.01
D/J = 0.001 ﬂ
O | . | .
0] 0.5 1 1.5 2
Temperatur k,T/J
1.2
1 i
0.8 - |
A 2/3 ——»
~ 0.6 |
n
v — DIJ=05
04 - — p=02 .
D/J=0.1 |
02 & — D/J =0.05 |
' —— D/J=0.01
D/J = 0.001
O . | . | . | .
0 0.5 1 1.5 2

Temperatur k,T/J

Abbildung 5.1: Magnetisierung <,§'Z> und Korrelationsfunktion <(,§'Z)2> eines 2D Films
mit J = 100 und unterschiedliche Anisotropien D//J.
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Relation fiir <(5’f)2>, bei welcher es sich ebenfalls um eine Selbstkonsistenzgleichung
handelt, welche parallel zu GIl. 5.28 berechnet werden muf}

<(5‘f)2>:h2<52 + @(S) = 25¢(S) + 2¢(S)? (5.30)

(1+28) p($)** (1 + 2@(5))>
P(S)25H1 = (1+¢(8))"

Die Rechnung besteht nun darin, die Gleichungen GIl. 5.28 und Gl. 5.30 selbstkon-
sistent zu l6sen, wobei jeweils das Integral Gl. 5.29 mit berechnet werden mufl. Die
Integration geschieht dabei mittels des Gaufl-Legendre Quadraturverfahrens (Siehe
Anhang A.3). Die Selbstkonsistenzgleichungen lassen sich umformulieren zu einer
Nullstellensuche, fiir die das Sekantenverfahren verwendet wird.

Als Test wurde die Magnetisierung <,§'f> sowie die Korrelationsfunktion %(Sf)2>
eines zweidimensionalen Films mit Spinquantenzahl S = 1, mit der Austauschwech-
selwirkung J = 100 und einer Einionenanisotropie D) = 0.001...0.5 berechnet
(Abb. 5.1). Die Werte sind aus der Publikation “Field-induced magnetic reorientati-
on and effective anisotropy of a ferromagnetic monolayer within spin wave theory’
von P. Frébrich, P.J. Jensen und P. J. Kuntz [67] (Seite 488) entnommen. Die Abb.
5.1 stimmt mit der Fig. 9 in der oben genannten Publikation iiberein, so daf§ von
der Richtigkeit des Programms ausgehen kann.

Man beachte, dafl bei Abb. 5.1 die Temperatur nicht dimensionslos ist, sondern die
Dimension /#%S? hat. <S’Z> und <(§z)2> haben die Dimension AS bzw. h?S2. Dies
ergibt sich aus der Tatsache, dafl bei Frobrich et al. mit den dimensionsbehafteten
Spinoperatoren gerechnet wurde, anstatt zu dimensionslosen Groflen iiberzugehen.
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In ferromagnetischen Materialien sind im Grundzustand die magnetischen Momente
alle gleich ausgerichtet. Kerrmikroskopische Aufnahmen zeigen [31], daf§ sich diese
Fernordnung nicht iiber den gesamten Festkorper erstreckt, sondern dieser in
Bereiche gleicher Magnetisierung zerféllt. Diese Bereiche werden als magnetische
Doménen oder Weifl “sche Bezirke bezeichnet. Die Ursache fiir die Ausbildung
solcher Doménen ist in der Dipol-Dipol-Wechselwirkung, sowie in weiteren Effekten
wie der Anisotropie zu suchen. Durch die Bildung der Dominen wird dabei die
Energie des Systems abgesenkt.

Der Bereich zwischen den Doménen, in dem sich die Orientierung der magnetischen
Momente #ndert, wird Doménenwand genannt. Man unterscheidet verschiedene
Arten von Doménenwinden, wobei ein Kriterium dabei der Winkel ist, um welchen
die Magnetisierungsrichtung in der Dominenwand gedndert wird. Diese Arbeit
beschrinkt sich im wesentlichen auf 180°-Doménenwinde, welche zwischen zwei
Doménen entgegengesetzter Orientierung zu finden sind.

In eindimensionalen Systemen unterscheidet man dabei im wesentlichen zwischen
zwei Arten von 180°-Doménenwéinden. Die Charakterisierung erfolgt hierbei durch
die Einfiihrung einer Ebene, welche durch die Spinkette und durch die Achsenrich-
tung, in welche die magnetischen Momente in den Doménen orientiert sind, gegeben
ist. Zeigen die magnetischen Momente in der Doménenwand aus dieser Ebene
heraus, wobei ein magnetisches Moment genau in der Mitte der Domanenwand
senkrecht auf dieser Ebene steht, so spricht man von einer Blochwand. Sind
hingegen alle magnetischen Momente in der Ebene orientiert, einschliefilich der
magnetischen Momente in der Doménenwand, so spricht man von einer Néelwand
(Abb. 6.1). Man fiihrt nun im allgemeinen einen Winkel ¢ ein, welcher diese

Abbildung 6.1: Lineare Kette mit Bloch-Wand (oben) bzw. Néel-Wand (unten).

Charakterisierung beschreibt. Je nach Definition liegt bei ¢ = 0° oder 90° eine
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Blochwand oder Néelwand vor. Allerdings treten auch 180°-Dominenwénde auf,
bei denen der Winkel ¢ nicht 0° oder 90° ist.

Bei zweidimensionalen Systemen unterscheidet man ebenfalls zwischen Bloch- und
Néelwénden, wobei hier die Bezugsebene durch das System selbst gegeben ist. Bei
dreidimensionalen Systemen a8t sich im allgemeinen aufgrund der Symmetrie eine
solche Bezugsebene nicht mehr definieren, so dal man hier ganz allgemein von
einer transversalen Doménenwand spricht. Dieser Begriff soll im weiteren allgemein
gebraucht werden. Das schlieit die Spezialfille Bloch- und Néelwand mit ein.

Im n#chsten Abschnitt soll die Wandform und die Wandenergie einer transversa-
len Doménenwand berechnet werden. Diese Rechnungen werden ganz allgemein
durchgefiihrt und es wird sich dabei zeigen, dafl sowohl die Wandform, als auch die
Energie der Domédnenwand unabhéngig vom Winkel ¢ ist.

6.1 Domanenwidnde: Wandform und Energie

Die Energie einer linearen Spinkette mit Energiebeitrigen der Austauschwechselwir-
kung und der Kristallanisotropie ist in mikromagnetischer Ndherung und in Polar-
koordinaten gegeben durch

+00 2 2
E = / {A (g—i) + (cos 0%)

Die Kette erstreckt sich dabei lings der z-Achse und die magnetischen Momente in
den Domaénen sind ins +2-Richtung orientiert.
Der erste Term in GIl. 6.1 ist der Energiebeitrag der Austauschwechselwirkung mit
der Austauschkonstante A. Der zweite Term ist der Energiebeitrag von der Kristalla-
nisotropie mit der Anisotropiekonstanten K. Der Winkel 6 ist dabei der Winkel bzgl.
der z-Achse (—% <6< %) und der Winkel ¢ ist bzgl. der z-Achse gewihlt.

Mittels Variationsrechnung 1488t sich fiir gegebene Randbedingungen die optimale
Einstellung der Funktionen 6(z) und ¢(z) finden. Dies bedeutet, dafi die Euler-

+K00520} dz . (6.1)

Lagrange Gleichungen ‘;—]g = ‘;—g = 0 sein miissen. Dies fiihrt zu den Differentialglei-
chungen
0?¢ 9 0p\ (00 .
(@) cos“ 0 — (@ % sin 260 = 0 (62)
und
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Eine Losung der Gl 6.2 ist ¢ = const. . Dies entspricht den bereits im vorherigen
Abschnitt gemachten Uberlegungen. Damit ergibt sich %f = 0, und somit fiir die
Gl. 6.3

24 o0\ _ —2K sin fcosf (6.4)
o2 ) '

Diese Differentialgleichung 148t sich nach Erweitern beider Seiten mit % aufinte-
grieren und man erhilt

2
A (%) = —Ksin?0+C . (6.5)

Die Integrationskonstante C' ergibt sich hierbei aus der Randbedingung fiir % im
Unendlichen. Mit A = \/% und k£ = \/g ergibt sich

Ak? =/1— kZsin?6 . (6.6)
z

Diese Differentialgleichung 148t sich durch Trennung der Variablen 16sen

9 40 x
Ako/mzo/dx . (6.7)
Als Losung ergibt sich
x = AkF(k,9) , (6.8)

wobei es sich bei F'(k, ) um ein elliptisches Integral erster Ordnung handelt. Damit
ergeben sich fiir die Spinkomponenten folgende Relationen [68]:

, z

S, = sind =sn (k—A’ k) (6.9)
T

Sy = cosv=cn (k—A’k) . (6.10)

Dabei handelt es sich bei sn und cn um den Jacobi-Sinus bzw. um den Jacobi-
Kosinus.

Betrachtet man nun den Fall, dafl % im Unendlichen Null ist, also C = K &
k = 1 dann ergeben sich die bekannten Losungen fiir das Doménenwandprofil der
transversalen Domé&nenwand

S, = sn (% 1) = + tanh (%) (6.11)

S; = cn (%, 1) = sech (%) , (6.12)
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Beriicksichtigt man noch den Winkel ¢ so ergibt sich ganz allgemein

S(x) = cos ¢ e, + sin ¢ e, = tanh (£> e, . (6.13)
cosh (%) cosh (%) A
Betrachtet man den Ausdruck fiir die Energie Gl. 6.1 und substituiert % und dz
durch Ausdriicke, die sich aus Gl. 6.6 ergeben, so erhilt man

/I~ 2enZ0 2
5 ,—AK/l ksmH+ kcos? 0 ]d&
. k V1 —k2sin’ 6

- \/E[%E(k)—i- k2k_1F(k)] : (6.14)

wobei es sich bei E(k) = F (k, g) um ein elliptisches Integral 2. Art und F'(k) =
F (k, %) um ein elliptisches Integral 1. Art handelt.
Im Grenzfall £ =1 ergibt sich die Wandenergie

us
2

E =92VAK / cosfdf = 4VAK . (6.15)

N1

Abb. 6.2 zeigt den Vergleich der numerisch durch Losen der Landau-Lifshitz-Gilbert
Gleichung gewonnen Energien mit der analytischen Losung im Fall einer ausge-
dehnten transversalen Dominenwand (k£ = 1). Hierbei ist zu beachten, dafi in der
analytischen Rechnung die mikromagnetische Notation verwendet wurde, die nu-
merischen Rechnungen, sowie bei der Auftragung, aber die Notation des diskreten
Heisenberg Modells verwendet wurden. Die Umrechnung sei an dieser Stelle noch
einmal angegeben. Die Anisotropie ist dabei durch D = Ka?® und die Austauschkon-
stante durch J = 2Aa umzurechnen, wobei a die Gitterkonstante ist.

Interessant ist nun ein genauerer Vergleich der Kontinuumsnéherung mit der dis-
kreten numerischen Rechnung. Abb. 6.3 zeigt das tanh-Profil einer transversalen
Doménenwand fiir verschiedene Anisotropie zu Austausch ? Verhiltnisse. Man er-
kennt, dafl mit zunehmender Anisotropie die Doméinenwandbreite kleiner wird, was
auch zu erwarten ist, wird dadurch die Energie immer stirker minimiert. Allerdings
ist auch eine immer stirkere Abweichung der analytischen von der numerischen
Losung zu erkennen. Diese Abweichungen lassen sich mit dem Versagen der mikro-
magnetischen Ndherung begriinden sobald man mit der Domé&nenwandbreite in die
Néahe der Gitterkonstante kommt. In diesem Fall ist die Bedingung der nur lang-
samen Anderung der magnetischen Momente nicht mehr gegeben, was letztlich zu
dem Versagen fiihrt.

Die gleiche Bedingung, daf} sich die magnetischen Momente nur leicht &ndern sollen
um eine kontinuierliche Anderung der Magnetisierung zu haben, fiihrt weiterhin zu
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—— E = 4*sqrt(A*K)

E,/J

0 0.02 0.04 0.06 0.08 0.1
D/J

Abbildung 6.2: Wandenergie Ea als Funktion der Anisotropie D einer transversalen
Doménenwand. Die numerisch berechneten Werte wurden mit der Glei-
chung Gl. 6.15 verglichen. (D = Ka?, J = 2A4a).

I I
I e DJ=01 |
e D/J=03
05- D/J=0.6
0 O
0.5F
- | |
16 4 2

(x-xp)/a

Abbildung 6.3: Abweichung der numerischen Losung von der Kontinuumslésung (Mikro-
magnetismus) fiir grofle Anisotropien. Die Abweichungen nehmen um
so stirker zu, je kleiner die Doménenwandbreite A = /Ja?/2D ist.
(w/J =0).
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dem Problem, dafl die mikromagnetische Ndherung nur bei niedrigen Temperatu-
ren 7" mit den Langevin-Dynamik Simulationen des diskreten Heisenberg Modells
iibereinstimmen, da in diesem Bereich nur langwellige Spinwellen angeregt werden,
so daf} die Bedingung in diesem Temperaturbereich gesichert ist. Fiir hohere Tempe-
raturen versagt dann die mikromagnetische Ndherung und die Simulationen liefern
falsche Ergebnisse.

6.2 Domanenwande in Nanodrahten

Es werden im Folgenden zylindrische Dréhte mit einer Lange L von 256 Gitterkon-
stanten und einem Durchmesser d von 8 Gitterkonstanten untersucht. Ausgangs-
punkt der Simulationen sind Dréhte mit einer isingartigen Domé&nenwand, also zwei
abrupt aufeinanderstoflenden Doménen. Durch Ausrelaxieren, also durch selbstkon-
sistentes Losen der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung GIl. 3.15 wird dieser ener-
getisch ungiinstige Zustand in einen energetisch giinstigeren iiberfiihrt, wobei sich
ausgedehnte stetige Doménenwinde bilden.

Abhéngig vom Drahtdurchmesser d bzw. dem Verhéltnis w/.J, welches das Verhéltnis
der Dipol-Dipol-Wechselwirkung zur Austauschwechelwirkung beschreibt!, treten
zwei verschiedene Doménenwandformen auf, die transversale Dominenwand, sowie
die Vortexdoménenwand [4, 69-71].

Rt S e el oo

- 4 s e i ot =]

el

Abbildung 6.4: Transversale Doménenwand (obere Abbildung) und Vortexdoménenwand
(untere Abbildung)

Die transversale Doméanenwand ist dadurch charakterisiert, dafl bei dieser Wand-

Yw = pop?/(4wa®) > 0 ist dabei die Stéirke der dipolaren Wechselwirkung und J die Austausch-
wechselwirkungskonstante
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form alle magnetischen Momente einer Ebene senkrecht zum Draht gleich ausge-
richtet, also parallel zueinander, sind. Die Wandform ist analog zu der der Bloch-
bzw. Neél-Wand und 148t sich durch den gleichen analytischen Ausdruck fiir die
Wandform beschreiben:

S(z) = —tanh (%) e, + COS(IZ ey + —n ¢Z ey (6.16)
cosh (Z) cosh (Z)

Die Doméanenwandbreite A ist dabei gegeben durch

Ja?
2Deff ’

A= (6.17)

mit der effektiven Anisotropie D¢sf = D, + D,,. Dabei sind J die Austauschwechsel-
wirkung, a die Gitterkonstante, D, die kristalline Anisotropie und D, die Formani-
sotropie, welche von der Dipol-Dipol-Wechselwirkung herriihrt.
Die Vortexwand ist dadurch charakterisiert, dafl die magnetischen Momente in der
Wand einen Wirbel (engl. vortex) bilden. Der Wirbel entsteht durch die Konkur-
renz zwischen der Austauschwechselwirkung und der Dipol-Dipol-Wechselwirkung.
Wihrend die magnetischen Momente eine Energieerniedrigung erfahren, wenn sie
parallel ausgerichtet sind, aufgrund der Austauschwechselwirkung, bevorzugt die
Dipol-Dipol-Wechselwirkung eine Stellung der magnetischen Momente hintereinan-
der (siche Abb. 6.5).

Fiir diese Wandform gibt es aber derzeit noch keinen analytischen Ausdruck.

A A

|
<

Y
=
il y
oo

E,=—w B, = +2u E, ?N\
EJ:+J 4 EJ:+J EJ 0

Abbildung 6.5: Dipolwechselwirkungsenergie F,, und Austauschwechselwirkungsenergie
E; zweier magnetischer Momente in Abhingigkeit ihrer relativen Orien-
tierung zueinander.

Die Schwierigkeit liegt darin, dal die Wandbreite eine Funktion des Radius 7 ist.
Das Auftreten dieses sogenannten Vortexcores, bzw. aufgrund der Symmetrie der

41



6 Domanenwande in Nanodrahten

Doménenwand des damit verbundenen Blochpunktes?, ist ebenfalls eine Folge der
konkurrierenden Wechselwirkungen. Am Vortercore kommt es zu der Situation, daf
im Fall einer geraden Anzahl von Spins® (Mittelpunkt zwischen den Gitterplitzen)
nur noch vier Spins vorhanden sind, welche versuchen einen Ring zu bilden um damit
die Energie zu senken. Dies fiihrt allerdings nur zu einer geringen Energiesenkung.
Erst das Herausdrehen der Spins und damit die Bildung des Vortezcores fiihrt zu
einer stirkeren Energiesenkung, da nun auch die Austauschwechselwirkung einen
Beitrag liefert.

Der Zusammenhang zwischen den beiden Wandformen und der Drahtdicke bzw.
dem Verhéltnis der Dipol-Dipol-Wechselwirkung zur Austauschwechelwirkung ¢ ist
durch die sogenannte Austauschlénge d., gegeben. Die Austauschlinge d., ist neben
der Domanenwandbreite A die zweite fundamentale Gréfle. Die Austauschlange ist
durch folgenden Ausdruck gegeben

Ja?
dex = 6&)4_(3) (618)

mit der Riemannschen Zetafunktion {(3) & 1.2. Die Austauschlinge gibt den Draht-
durchmesser wieder, bei dem der Ubergang zwischen den beiden Wandformen statt-
findet: ist der Drahtdurchmesser d kleiner als die Austauschlinge d., so tritt die
transversale Doménenwand auf, andernfalls die Vortexwand. Dies ist analog zu sehen
zu dem Auftreten von eindoménigen Nanopartikeln bis zu einer bestimmten Parti-
kelgrofe. Uberschreitet das Nanopartikel diese GroBe ist es fiir das Partikel ener-
getisch giinstiger Doménen zu bilden. In diesem Fall beschreibt die Austauschlange
ebenfalls den Ubergang von der einfachen eindoménigen Struktur hin zu der kom-
plexeren Doménenstruktur des Nanopartikels. In diesem Zusammenhang sei auch zu
erwihnen, daB mit der Strukturinderung auch eine Anderung der Ummagnetisie-
rung auftritt. Wahrend das eindoménige Teilchen iiber kohdrente Rotation umma-
gnetisierieren kann, kommt es bei Partikeln mit einer Doménenstruktur zu einer Um-
magnetisierung durch Verschiebung der Doménenwinde. Eine dhnliche Anderung
der Dynamik 148t sich im Fall der transversalen bzw. der Vortexdoménenwand nach-
weisen (siehe Abschnitt 6.4).

Der Ubergang von einer Wandform zur anderen liBt sich an einigen charakteri-
stischen Groflen festmachen. So dndert sich zum Beispiel die Domédnenwandbreite
der transversalen Doménenwand auf eine ganz andere Weise mit der Anderung
des Verhéltnisses % als die Wandbreite der Vortexwand. Abbildung 6.6 zeigt dies.
Wihrend bei der transversalen Doménenwand die Wandbreite kleiner wird mit zu-
nehmender Dipolwechselwirkung (zunehmendes w) nimmt die Wandbreite der Vor-
texwand zu. Die Abnahme der Wandbreite im Fall der transversalen Dom#nenwand

2Unter einem Blochpunkt ist eine punktformige Singularitsit der Magnetisierung zu verstehen.
Im Fall des diskreten Spinmodells soll unter dem Blochpunkt das punktuelle Aufeinandertreffen
zweier magnetischer Momente, mit entgegengesetzter Orientierung, verstanden werden.

3Spin soll im weiteren als Synonym fiir ein magnetisches Moment verstanden werden.
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Abbildung 6.6: Doménenwandbreite A als Funktion des Verhiltnisses &. Die Wandbreite
der transversalen Doménenwand (analytische Kurve) ist durch Gl. 6.17
gegeben. Inset: A iiber w/J eines quadratischen 4x4 Drahtes in der Nihe
des Ubergangs. (D/J = 0.05)

148t sich leicht klar machen, wenn man sich vor Augen hélt, dafi die Dipol-Dipol-
Wechselwirkung in diesem Fall lediglich als zusétzliche Formanisotropie eingeht
und mit zunehmender Anisotropie die Wandbreite abnimmt. Im Fall der Vortex-
doménenwand hat die Dipol-Dipol-Wechselwirkung einen ganz anderen Stellenwert.
Hier ist sie mitverantwortlich, dal der Wirbel gebildet wird. Eine Zunahme der di-
polaren Stérke hat hier zur Folge, dafl sich die Struktur des Wirbels &ndert und
die Wandbreite zunimmt. Die Wandbreite wurde hierbei durch anfitten eines tanh-
Profils, gemafl Gl. 6.11 bestimmt.

Eine weitere physikalische Grofie an der man den Ubergang zwischen den Wand-
formen festmachen kann ist die Energie. Abb. 6.7 zeigt die Energiedichte der Wand
oa aufgetragen iiber . Deutlich zu erkennen ist der klar definierte Schnittpunkt
der beiden Energiedichtekurven, links und rechts ist jeweils eine der Wandformen
energetisch giinstiger. Allerdings lassen sich beide Kurven in dem jeweils energetisch
ungiinstigeren Bereich weiterfiithren, d.h. die jeweils energetisch ungiinstigere Wand-
form ist bis zu einem bestimmten Wert % stabil. In der Thermodynamik spricht man
in diesen Fillen von Uberhitzung bzw. Unterkiihlung.

Zur weiteren Charakterisierung der Wandformen erweist es sich als zweckméfig eine
weitere physikalische Grofe einzufiihren, die Zirkulation. Die Zirkulation ist gegeben
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Abbildung 6.7: Doméinenwandenergiedichte oA, der transversalen bzw. Vortex-
doménenwand, als Funktion von % (4x4 Quadrat, D/J = 0.05)

durch
Z = / (rotS), dady . (6.19)
Eng mit der Zirkulation verbunden ist die Windungszahl n, welche definiert ist durch
A
= 6.20
n=go— (6.20)

wobei 7 der Drahtradius ist.

Abb. 6.8 zeigt die Zirkulation Zy.,(x = 0) als Funktion der dipolaren Wechselwir-
kungsstérke 4.

Fiir die transversale Doméinenwand bleibt noch zu kldren, wie die Formanisotro-
pie durch die Dipol-Dipol-Wechselwirkung in den analytischen Ausdruck GIl. 6.17
eingeht. Wie bereits erwdhnt ist die Domédnenwandbreite ganz allgemein gegeben
durch das Verhéltnis der Austauschwechselwirkung J zur Anisotropie D.s, wobei
D.ss = D, + D, sich aus zwei Anteilen zusammensetzt, der kristallinen Anisotropie
D, und der Formanisotropie D,. Betrachtet man ein System, bei dem keine kristal-
line Anisotropie auftritt D, = 0 und vergleicht die Doménenwandbreite A (Gl. 6.17)
mit der Austauschlinge D,, (Gl. 6.18), so liegt es nahe, 3¢(3)w als Ausdruck fiir die
effektive Formanisotropie D, anzunehmen.

Diese Uberlegung scheint auf den ersten Blick etwas weit hergeholt, allerdings wird

44



6.2 Doméanenwande in Nanodrahten

21 |
oo & & ©
. i Vortex Wand
[ |
|
Y |
x |
Ng 3| i
|
|
1+ |
Transversale DW |
0 T ® o o @
01 0.15 0.2 0.25 0.3

Abbildung 6.8: Zirkulation Tmax(z = 0) als Funktion der dipolaren Wechselwir-
kungsstirke w. Bei w = w, dndert sich die Wandform, dabei kommt es
zu einer sprunghaften Anderung der Zirkulation von Null (kein Wirbel =
transversale Doméinenwand) auf Eins (Wirbel = Vortexwand).

(4x4 Quadrat, D/J = 0.05)
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Abbildung 6.9: Uberpriifung der Relation fiir die Formanisotropie: Verglichen wird
die unter Beriicksichtigung der Formanisotropie berechnete Wandform
(w/J = 0.1/3¢(3) und D/J = 0) mit der unter Verwendung der Rela-
tion D, = 3((3)w berechneten Wandform (w/J = 0 und D/J = 0.1).
Man erkennt eine sehr gute Ubereinstimmung beider Kurven, was eine
Bestitigung der Annahme darstellt.
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sie durch die Computersimulationen bestétigt. Abb. 6.9 zeigt den Vergleich des
Doménenwandprofils einer transversalen Doménenwand gerechnet mit Dipol-Dipol-
Wechselwirkung und ohne zusétzliche kristalline Anisotropie D,, verglichen mit dem
Domiénenwandprofil gerechnet mit einer entsprechenden kristallinen Anisotropie D,.
Das Ergebnis zeigt eine vollkommene Ubereinstimmung der Kurven, was die Annah-
me bestétigt. Die Domanenwandbreite Aqyq,, ist also durch

Ja?

ATrans = J 2 (Dy + 3wC(3)) (6.21)

gegeben. Analoge Rechnungen, welche sowohl die kristalline als auch die For-
manisotropie beriicksichtigen, lassen sich mit einem tanh-Profil anfitten, bei
dem die Doméanenwandbreite durch Gl. 6.21 gegeben ist. Eine weitere Bestétigung
stellt die analytische Kurve in Abb. 6.6 dar, welche mittels Gl. 6.21 berechnet wurde.

6.3 Domianenwanddynamik: theoretische Betrachtung

Um die Dom#dnenwandform einer bewegten Wand zu berechnen, geht man im Grunde
genauso vor wie im statischen Fall (Kapitel 6.1,Gl. 6.1). Dazu stellt man zunéchst
die zugehorige Energiedichte auf,

, 10%0 . 9
wobei ¢ = ¢ = const. als Nebenbedingung bereits beriicksichtigt wurde. Der Un-
terschied zur statischen Energiedichte liegt in dem zusétzlichen Summanden c%%,

0

welcher die Zeitabhéngigkeit des Winkels 6 beriicksichtigt.
Das zugehérige Variationsprinzip &8t sich schreiben als

2 10 in? _
5// {A [(ve) -2 a#] 4 Ksin?bdvdt =0 | (6.23)

wobei das verdnderte Vorzeichen vor dem neuen Zusatzterm zu beachten ist. Die
Korrespondierende Euler-Lagrange Gleichung

o 00 0098 0 0E 00

S 22— 6.24
00 Oxd0, 0yob, 0200, Otoo, ’ (6:24)
mit 6, = g—f}, n = x,y, 2, t, ergibt nach Einsetzen der Energiedichte die dreidimen-
sionale Sine-Gordon Gleichung
100 K
A — —— =—5in20 . )
0 2o~ 24 sin 26 (6.25)
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6.3 Doménenwanddynamik: theoretische Betrachtung

Der endimensionale Fall ist bereits in Kapitel 3.2 aus der Landau-Lifshitz Glei-
chung hergeleitet wurden. Die einfachste Domé&nenwand- oder Solitonenlésung der
eindimensionalen Gleichung soll an dieser Stelle kurz skizziert werden. Dazu wird
zunéchst die Gl. 6.25 mit der Substitution 26 = 1) in folgende Form gebracht

PP 0%

otz g or2
wobei ¢y und wy durch GI. 3.24 gegeben sind.
Die GI. 6.26 148t sich nun nach der Substitution

0? o 5 07

+wisingy | (6.26)

— 7 — vt — == I = 6.27
{=z—vt, > S5=sa m=Y 0@ (6:27)
leicht auf folgende Gestalt bringen:
62
(cg - v2) Y _ wy siney . (6.28)

0&?

Nach Erweitern mlt laﬁt sich diese Gleichung leicht aufintegrieren und man erhélt:

1 oY
5 (0(2) — v2) (8_{-“) = wj (K —cosvp) . (6.29)
Die Integrationskonstante 148t sich dann aus den Bedingungen
O
r—o0 = Y—0 und 8_§_>0 = K=1 (6.30)
bestimmen.

Mit 1 — cos ) = 2sin® ¥ 148t sich Gl. 6.29 leicht umformen zu

o 2w sinlzli

8_§ —_ ﬂ . (6-31)

Diese Differentialgleichung 148t sich mittels Separation der Variablen l6sen:

/ sm / deg (6.32)

Die rechte Seite ist dabei trivial, fiir die linke Seite ergibt sich

de
habed 6.33
2/sm3£ 4/5111111(305111 C) ( )
wobei im letzten Schritt die Substitution
(0 dy 1
O=tan—- = —=—— 6.34
an 4 d®  4cos? 3ff ( )
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6 Domanenwande in Nanodrahten

verwendet wurde. Damit ergibt sich

6(z,t) = 2arctan [exp (ii—z’y’ (z — vt)) : (6.35)

wobei die Substitution 1 = 260 riickgingig gemacht und folgende Abkiirzung ver-
wendet wurde*:
2\~
Y=1-=] , [v|<c . (6.36)
o
Es 148t sich nun leicht zeigen, daf} sich die Gl. 6.35 in der gewohnten Form schreiben
168t:

cosf = cos? (arctan [ j:u) — sin? (arctan e iu)

1 2 +u 2
. ) e

= |cos | arccos | ———— — |sin [ arcsin | ————

[ ( ( 1+ei2u)>] [ ( ( 1+ ei2u)>]

1_ eiQu

1+ e:t?u

= ZFtanhu

sinff = 2sin (arctan e iu) cos (arctan e :l:u)

- 2€j:u ‘ 1_€:F2u
1+ei2u 1—€:|:2u
. 2
e e Y
= sechu

wobei
u = ﬂ*y' (z — vt)
Co

ist. Weiterhin ist noch zu beachten, daf§ %OQ gleich der inversen Domanenwandbreite

ist A7t = /K = w0
co

Ein genaueres Betrachten der Losung Gl. 6.35 zeigt, dafl die Sine-Gordon Gleichung

4 Achtung: Mit +' ist die Gl. 6.36 gemeint und nicht das gyromagnetische Verhiltnis v. Die
Verwendung von +' als Abkiirzung hat die Bewandtnis an die historische Notation der Lorentz-
Transformation anzukniipfen.
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invariant ist in Bezug auf die Lorentz-Transformation in r und ¢. Weiterhin zeigt ein
Vergleich mit der statischen Wandform, daf sich die Breite einer bewegten Wand

2
um einen Faktor 4/1 — (%) verringert, was als “Lorentz-Kontraktion” aufgefafit
werden kann [72, 73]. Ferner folgt die Wandmasse direkt aus der Beziehung
EO = mocg ) (637)

wobei es sich um die Ruhemasse per Fliacheneinheit der Wand handelt. Die Wand-
masse ergibt sich nach Einsetzen der Wandenergie Fy = 4/ AK und ¢2 = 87y?A
(Gl. 3.24):

-1 K (6.38)
o= 22\ A ’
Die Geschwindigkeitsabhingigkeit der Masse ergibt sich entsprechend zu:
mv) = — (6.39)

2
1= (2)
Allerdings mufl an dieser Stelle gesagt werden, dafl im Allgemeinen die Geschwin-

digkeit der Wand v klein gegeniiber der Grenzgeschwindigkeit ¢y ist, so daf} diese
quasi relativistischen Effekte minimal sind.

6.3.1 Die Walker Gleichung

In dem  vorangegangenen  Abschnitt  wurde ganz  allgemein  die
Doméanenwandbewegung betrachtet. In diesem Abschnitt soll die Geschwin-
digkeit einer Domédnenwand berechnet werden.

Betrachtet werden soll die Dominenwandbewegung in einem biaxialen Kristall,
welcher durch die folgende Energiedichte

a0\> ., (08\
() +sn0 (57)

charakterisiert ist.

Der erste Summand ist dabei die Austauschwechselwirkung mit der Austauschkon-
stante A. Der zweite Summand beschreibt die Anisotropie des Systems mit einer
leichten Achse entlang der z-Achse und einer harten Achse in z-Achsenrichtung
(gb = g) Der dritte Summand stellt schliellich eine Ankopplung eines dufleren Ma-
gnetfeldes dar, welches in Richtung der leichten Achsenrichtung angelegt ist, und
somit die Doménen mit der parallelen Ausrichtung der magnetischen Momente zum
Magnetfeld vergréfiert und die Doménen mit der antiparallelen Ausrichtung verklei-
nert. Von Interesse ist hierbei die Geschwindigkeit, mit der dies geschieht, also die

E=A +sin? 6 (Ku + K sin? (;5) — psBcosf  (6.40)
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Geschwindigkeit der Domé#nenwand.

Um die Dynamik zu betrachten muf} die entsprechende Bewegungsgleichung, in die-
sem Fall die Gilbert Gleichung in Polarkoordinaten (Gl. 3.9, Gl. 3.10) geldst werden.
Dazu wird zunéchst mit

0 0

— = U5 6.41

ot~ oz (6.41)
die Zeitableitung in eine Ableitung nach dem Ort umgewandelt. Nach Einsetzen der

Variation (Euler-Lagrange) ‘;—g bzw. ‘;—g und nach der Substitution Gl. 6.41 ergeben

sich die folgenden Gleichungen:

2
vsin 0% = —awsin? 9% + 2V | Ky sin? @ sin ¢ cos ¢ — A2 sin? 0%
ox ox s ox ox
(6.42)
.06 0 2y . o8\ %0
vs1n9% = av% - E {sm@cosﬁ (Ku—i—Kd sin’ ¢ + (%> —Aw
— 7Bsinf (6.43)

Eine Losung dieser Gleichung ist der Fall einer Doménenwandbewegung, wobei der
Winkel ¢(x) = ¢ rdumlich konstant bleibt. Dies bedeutet, daf in Gl. 6.42 und
Gl. 6.43 alle Terme mit % vernachléssigt werden kénnen.

Nun kann man weiterhin von einer gleichféormigen Bewegung, also von einer kon-
stanten Wandgeschwindigkeit v ausgehen. Dies bedeutet, dafl der erste Summand
auf der rechten Seite von Gl. 6.43, der die Energiedissipation beschreibt, und der
letzte Summand, der dem treibenden Feld entspricht, sich einander kompensieren:

Oﬂ)g—z = yBsinf . (6.44)
Somit bleibt von Gl. 6.43 nur noch der Ausdruck in den eckigen Klammern,
A@ = sinfcosf (K + Kgsin® ) (6.45)
12 - u d ' : :

Nach Erweitern beider Seiten mit % 148t sich diese Differentialgleichung leicht auf-
integrieren und man erhilt

1/(00\° K, + Kgsing

und letztlich

00 \/Ku + Kysin? ¢
1 )

(6.47)

— =sinf

o0x
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Setzt man dies in Gl. 6.44 ein, so erhdlt man die folgende Gleichung fiir die
Doménenwandgeschwindigkeit [31, 74]
fyB A

K, + Kgsin?¢

v = (6.48)

Diese Glelchung, wird im Weiteren als Walker Gleichung bezeichnet.

Bisher wurde mit Gl. 6.43 nur eine der beiden Gleichungen der Gilbert Gleichung
betrachtet Um das Ergebnis zu verifizieren, setzt man den gewonnenen Ausdruck
fﬁr & (Gl 6.47) in Gl. 6.42 ein. Das Ergebnis ist die folgende Gleichung fiir die
Geschwmdlgkelt

’)/dem2g0 A (6.49)
K, + Kgsin® ¢ -~ '
Der Vergleich von Gl. 6.49 mit Gl. 6.48 ergibt, dafl
1 sB
p= 3 arcsin (ng) (6.50)

keine Konstante ist, sondern von dem &ufleren Magnetfeld B und der Gil-
bertdimpfung o abhéingt. Dies bedeutet, dafl bei konstanter Dadmpfung o mit zuneh-
mender Magnetfeldstirke B der Winkel ¢ zunimmt und die magnetischen Momente
immer mehr in harte Achsenrichtung gebracht werden.
Dies hat drei Konsequenzen. Zunichst (fiir kleine Feldstirken B und grofle
Démpfungen «) heifit dies, dafl eine sich bewegende Blochwand in einem biaxia-
len Kristall keinen Blochwandcharakter (¢ = 0) mehr besitzt, da nun ¢ # 0 ist.
Zum anderen bedeutet dies, dafl sich die Doméinenwandbreite mit zunehmender
Feldstirke bzw. abnehmender Dampfung verringert, und somit auch die Geschwin-
digkeit der Wand. Und weiterhin heifit dies, dafl ab einer bestimmten Feldstérke
bzw. Gilbertdimpfung x = "OJCSTB > 1, und somit arcsinz nicht mehr definiert ist.
arcsinz = 1 bedeutet, daf} ¢ = 7, daf} also die magnetischen Momente in der Wand
in harter Achsenrichtung zeigen. Dieser Fall ist aber energetisch duflerst ungiinstig
und wird deshalb auch nicht auftreten. In diesem Fall werden andere Effekte auftre-
ten, welche sich im Rahmen einer analytischen Rechnung allerdings nicht angeben
lassen und fiir welche es Computersimulationen bedarf. Diese ergaben, dafl im Fall
des Walker breakdowns die magnetischen Momente zu prézedieren anfangen und die
Geschwindigkeit drastisch abnimmt.
Betrachtet man den gegensitzlichen Grenzfall, also eines sehr grolen Wertes fiir die
Anisotropiestéirke K, so wird sich der Winkel ¢ nur sehr wenig bis gar nicht aus sei-
ner statischen Gleichgewichtslage (¢ = 0) abweichen. In diesem Grenzfall ergibt sich
aus der Walker Gleichung die Geschwindigkeitsgleichung von Landau und Lifshitz
[16]

¥yB | A

= —/—= . 01
v= X (6.51)
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Den selbigen Grenzfall erhélt man fiir sehr grofie Gilbertdimpfungen und/oder sehr
kleine Magnetfeldstirken, wobei hier zu beachten ist, dafl es bei zu kleinen Magnet-
feldern unter Umsténden zu keiner Dom#nenwandbewegung kommt [29, 75].

6.3.2 Die Slonczewski Gleichung

Neben der Walker Gleichung und der Geschwindigkeitsgleichung von Landau und
Lifshitz existiert noch eine dritte Geschwindigkeitsgleichung, die Gleichung von Slon-
czewski [29]

vBA

V= i ia (6.52)

Diese Gleichung ergibt sich, wenn man nicht wie bei Walker oder Landau und Lifshitz
annimmt, dafl der Winkel ¢ zeitlich konstant ist, also die magnetischen Momente in
der Wand zu allen Zeiten in die gleiche Raumrichtung zeigen.
Die Ergebnisse lassen sich auf einfache Weise zusammenfassen. Die drei hier vor-
gestellten Geschwindigkeitsgleichungen haben alle eine recht anschauliche Deutung.
Die Geschwindigkeit v einer Doménenwand ist gegeben durch

Domaéanenwandbreite A

Geschwindigkeit = = . )
esCWInAig el Relaxationszeit TRel. (6.53)

Bei den unterschiedlichen Geschwindigkeitsgleichungen wurden unterschiedliche An-
nahmen bzgl. der Doménenwandbreite und der Relaxationszeit gemacht, welche zu
den Unterschieden der einzelnen Gleichungen fiihrt. Bei der Gleichung von Landau
und Lifshitz wurde generell angenommen, dafl die Doménenwandbreite konstant ist,
wihrend Walker diese Annahme nicht getroffen hat.

Bzgl. der Relaxationszeiten, wurde bei Walker und Landau und Lifshitz angenom-
men, dafl die magnetischen Momente auf direktem Weg ummagnetisieren, also der
Winkel ¢ sich nicht dndert (¢ = 0), dies fithrte in beiden Fillen zu der folgenden
Relaxationszeit

. (0%
=0 & TRa = VB (6.54)

LBt man nun zu, dafl die magnetischen Momente wihrend der Ummagnetisierung
auch prézedieren (¢ # 0) so ergibt sich die folgende Relaxationszeit

a+1l/a

B (6.55)

p#0 & Tra =
Das unterschiedliche Ummagnetisierungsverhalten und die damit verbundenen un-
terschiedlichen Relaxationszeiten fiihren letztlich auf unterschiedliche Geschwindig-
keiten, wobei die Geschwindigkeit nach Landau-Lifshitz Gl. 6.51 eine obere Grenze
und die Slonczewski Gleichung Gl. 6.52 eine untere Grenze angibt [29]. Aufgrund
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6.3 Doménenwanddynamik: theoretische Betrachtung

Abbildung 6.10: Mogliche Ummagnetisierungswege eines magnetischen Momentes:
(1) direkte Ummagnetisierung, (2) Ummagnetisierung iiber eine
Prizessionsbewegung.

der Liangenkontraktion der Domé&nenwand bei Walker liegt diese Geschwindigkeit
zwischen diesen beiden Geschwindigkeiten. Auch dieses Ergebnis ist relativ anschau-
lich, da bei einer direkten Ummagnetisierung die geringste Ummagnetisierungszeit,
also Relaxationszeit, vorliegt, wihrend eine stetige Ummagnetisierung mittels einer
Prizessions-Relaxationsbewegung ldnger dauert.

Interessant ist jetzt noch der Grenzfall kleiner Dadmpfungen. Im Fall der direkten
Ummagnetisierung ergibt eine verschwindende Dampfung o — 0, dafi die Relaxati-
onszeit gegen Null geht, also die Geschwindigkeit gegen Unendlich. Allerdings wird
vorher eine Liangenkontraktion Gl. 6.36 der Domé&nenwandbreite vonstatten gehen.
Dies setzt aber voraus, dafl die gesamte Energie in der Wand gespeichert wird, was
aber eher unwahrscheinlich ist. Die Computersimulationen in Kapitel 6.5.2 werden
zeigen, dafl die Geschwindigkeit einen konstanten endlichen Wert hat und daf ein
Teil der Energie in Form von Spinwellen emittiert wird. Dies gilt allerdings nur fiir
den Fall, dafl der Winkel ¢ konstant bleibt (Geschwindigkeitsgleichung von Landau-
Lifshitz).

Im Fall der direkten Ummagnetisierung und einer nicht allzugrofien Anisotropie Ky
(harte Achse, Walker Gleichung) wird allerdings mit abnehmender Dampfung der
Winkel ¢ gegen £7 gehen (Gl. 6.50), also die magnetischen Momente in harte Ach-
senrichtung gedreht werden. Dies bedeutet aber, dafl die magnetischen Momente
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6 Domanenwande in Nanodrahten

anfangen zu prézedieren. Die Geschwindigkeit der Domé&nenwand geht dabei mit
abnehmender Gilbertddmpfung o gegen Null. Das gleiche Verhalten zeigt sich fiir
den Fall der Ummagnetisierung mit Prizession (Slonczewski Gleichung). Der Wal-
ker breakdown bedeutet ein Ubergang des Ummagnetisierungsverhalten von direkter
Ummagnetisierung hin zur Ummagnetisierung mit Prézession.

6.4 Domanenwanddynamik: Computersimulation

Die bisherigen Betrachtungen bezogen sich auf Domanenwinde in eindimensiona-
len Systemen. Im Rahmen dieser Arbeit wurde die Dynamik der Doménenwénde in
Nanodrahten untersucht. Wie in Abschnitt 6.2 gezeigt wurde, treten zwei Arten von
Dominenwinden auf: Die transversale Doménenwand und die Vortexwand (siehe
Abb. 6.4). Aufgrund der unterschiedlichen Wandformen ist auch eine unterschiedli-
che Dynamik zu erwarten.

Ausgangspunkt der Simulationen sind zylindrische bzw. quadratische Drihte mit
ausrelaxierten Doméanenwénden. Die unterschiedlichen Drahtformen zeigten dabei
keinen merklichen Einfluf} auf die Simulationen. Die Dom#nenwand befand sich beim
Start der Simulation etwa % der Drahtliange vom Drahtende entfernt. Nach Einschal-
ten eines dufleren Magnetfeldes, welches ldngs der Drahtachse zeigte, bewegte sich
die Doméanenwand lédngs des Drahtes hin zu dem weiter entfernten Ende des Drah-
tes. Die Simulation wurde abgebrochen, wenn die Dominenwand etwas weniger als
% von dem anfangs entfernteren Drahtende sich befand. Somit wurde sicher gestellt,
daf die Drahtenden keinen allzugrofien Einflufl auf die Simulationsergebnisse haben.
Um die Dynamik zu beschreiben wurde die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung
gelost, wobei das duflere Magnetfeld iiber den Zeeman-Term in das innere Feld
eingeht. Die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung selbst wurde mit dem sogenannten
Heun-Verfahren gelost, wobei zunichst die Temperatur 7" auf Null gesetzt wurde.
In Kap. 7 wird auch die Dynamik der transversalen Domé&nenwand, sowie der Vor-
texdomédnenwand eingehender betrachtet.

Um die Geschwindigkeit der Domé#nenwand zu bestimmen, wurden zwei Verfahren
verwendet. Das erste Verfahren bestimmt die Geschwindigkeit aus der zeitlichen
Anderung der Magnetisierung des Systems. Die Geschwindigkeit ist in diesem Fall
gegeben durch

_ LdMm
C2.dt
L ist dabei die Drahtlinge und M die Gesamtmagnetisierung. Dieses Verfahren
kann jedoch nur verwendet werden, wenn die Magnetisierung sich nur durch die
Doménenwandbewegung dndert. Dieses Verfahren ist z.B. nicht geeignet, um die
Geschwindigkeit einer Doméanenwand bei einer endlichen Temperatur 7" # 0 zu
bestimmen.

Fiir diese Félle wurde ein zweites Verfahren verwendet, bei dem die Geschwindigkeit

v (6.56)
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direkt aus der zeitlichen Anderung des Ortes der Doménenwand bestimmt wird. In
diesem Fall gilt

v = 3%0
Codt

wobei zy der Ort der Doménenwand ist. Bei diesem Verfahren mufl der
Ort der Doménenwand bestimmt werden, was unter der Annahme eines
Doménenwandprofils S, = tanh (%) zu einer Bestimmung des Nulldurchgangs
der z-Komponente der Magnetisierung S, wird.
Untersucht wurde nun die Geschwindigkeit der beiden Wandformen als Funktion
des #dufleren Feldes, der Gilbertdimpfung «, des Verhiltnisses der Dipol-Dipol-
Wechselwirkung zur Austauschwechselwirkung ¢, sowie die Abhéngigkeit von der
Drahtdicke. Ziel der Untersuchung war es herauszufinden, welche der drei Geschwin-
digkeitsgleichungen (Kapitel 6.3) fiir die Berechnung der Geschwindigkeit der trans-
versalen bzw. der Vortexdomadnenwand herangezogen werden kann. Dies gibt gleich-
zeitig indirekt Aufschluf iiber die Art der Dynamik.

Abb. 6.11 zeigt die Abhéngigkeit der Geschwindigkeit vom &ufleren Feld. Gut zu

(6.57)
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Abbildung 6.11: Abhéngigkeit der Geschwindigkeit v von der magnetischen Induktion
(4ufleres Feld). Die Geschwindigkeit der transversale Doménenwand ist
dabei durch Gl 6.52 gegeben (durchgezogene Linie). (w/J = 0.003,
D/J=0.1,a=1)

erkennen ist das erwartete lineare Verhalten der Geschwindigkeit. Weiterhin ist zu
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Abbildung 6.12: Beweglichkeit 42 als Funktion der Drahtdicke d.
(w/J = 0.003, D/J =01, a=1)

erkennen, dafl die Kurven fiir die lineare Kette, sowie fiir den quadratischen Draht
mit einer Querschnittsfliche von 2x2 bzw. 4x4 Spins ziemlich eng beieinander liegen
und die Kurven des quadratischen 8x8 bzw. 16x16 Drahtes stark abweichen. Erstere
Gruppe stimmt relativ gut mit dem analytischen Ergebnis nach Slonczewski {iberein.
Die Abweichung der anderen Kurven 1i8t sich mit dem Ubergang von der trans-
versalen Wandform zu der Vortexwand erkldren. Gedndert wurde bei dieser Rech-
nung lediglich die Drahtdicke d, wihrend die Stirke der Dipol-Dipol-Wechselwirkung
konstant gelassen wurde. Der Ubergang von der transversalen Dominenwand zur
Vortexwand liegt nun genau bei einer Drahtdicke zwischen 4 und 8 Spins. Bei
den diinneren Drihten, bis zu dem Durchmesser von 4 Spins, liegt die transver-
sale Domdnenwand vor. Die Geschwindigkeit 148t sich hier mit der Gleichung von
Slonczewski berechnen. Bei den dickeren Drihten liegt die Vortexwand vor, die Ge-
schwindigkeit 148t sich in diesem Fall nicht mehr mit der Gleichung von Slonczewski
berechnen. Betrachtet man die Mobilitat

r=15 (6.58)
als Funktion der Drahtdicke d (Abb. 6.12) so wird dies noch einmal bestétigt. Deut-
lich zu erkennen ist der Sprung in der Mobilitiit, welcher den Ubergang von der
transversalen Doménenwand zur Vortexwand wiederspiegelt. Die Mobilitdt beider
Wandformen steigt linear an, allerdings ist die Mobilitét der Vortexwand deutlich
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Abbildung 6.13: Geschwindigkeit v als Funktion der Dipolwechselwirkungsstirke w/.J.
Die Geschwindigkeit der transversalen Dominenwand wird sehr gut
durch die GI. 6.52 beschrieben (durchgezogene Linie). (D/J = 0.05,
usB/J =0.05, a =1)

groBer als die der transversalen Wand. Der Ubergang zwischen den Wandformen
1aBt sich auch in der Geschwindigkeit wiederfinden, trigt man diese als Funktion
der dipolaren Wechselwirkungsstérke % auf. Die Abbildung 6.13 korrespondiert mit
der Abbildung 6.6, die die Domanenwandbreite als Funktion der Stirke der Dipol-
Dipol-Wechselwirkung zeigte. Dies liBt die folgende Schlussfolge zu: Die Anderung
des Verhiltnisses % fiihrt zu einer Anderung der Domiinenwandbreite A derart,
dal mit zunehmender Stidrke der Dipol-Dipol-Wechselwirkung w die Wandbreite
der transversalen Doménenwand abnimmt und fiir die Vortexwand zunimmt. Die
Ab- bzw. Zunahme der Doménenwandbreite A fiithrt wiederum zu einer Ab- bzw.
Zunahme der Geschwindigkeit v der Doménenwinde. Es gilt also

vox A (6.59)

was mit den theoretischen Uberlegungen aus Abschnitt 6.3 iibereinstimmt.

Deutlich zu erkennen ist die Ubereinstimmung der Geschwindigkeitskurven der
transversalen Doménenwand mit der analytischen Rechnung nach Slonczewski [29].
Ebenso ist der Sprung und der damit verbundene Ubergang zwischen den Wandfor-
men zu erkennen. Die Séttigung der Geschwindigkeit der Vortexdomanenwand bei
groflen dipolaren Stérken ist damit zu erkldren, dal die Domé#nenwand bei weiterer
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Steigerung der Stédrke der Dipol-Dipol-Wechselwirkung nicht mehr der energetisch
giinstigste Zustand sein wird und die Wand anfiingt destabil zu werden.

Bis jetzt wurde gezeigt, dafi die Geschwindigkeit der Domé#nenwand v proportional
zur Doménenwandbreite A ist. Aus den theoretischen Uberlegungen heraus ist klar,
daf} die Proportionalititskonstante identisch mit der Relaxationszeit 7x.; sein muf.
Aus den Ergebnissen 148t sich bis jetzt sagen, dafl die Geschwindigkeit der transver-
salen Domé&nenwand durch die Gleichung von Slonczewski zu berechnen ist, wihrend
diese Gleichung fiir die Vortexwand keine Giiltigkeit besitzt. Es ist also anzuneh-
men, dafl im Fall der transversalen Doméinenwand die Proportionalititskonstante
gleich der Relaxationszeit fiir den Fall mit Prézession (¢ # 0) ist und im Fall der
Vortexdoménenwand gleich der Relaxationszeit fiir den Fall direkter Ummagneti-
sierung (¢ = 0). Um dies zu iiberpriifen und die Dom#nenwandbewegung im Fall
der transversalen, sowie der Vortexdoménenwand besser verstehen zu konnen ist es
notwendig, sich die Dynamik genauer anzuschauen. Abb. 6.14 und Abb. 6.15 zeigen
Momentaufnahmen der Domé#nenwandbewegung der transversalen Domé#nenwand
bzw. der Vortexdoménenwand. Im Fall der transversalen Doménenwand (Abb. 6.14)
ist deutlich die Prézession der Spins in der Domé#nenwand zu erkennen, wiahrend der
Vortex (Abb. 6.15) unveréndert bleibt.

Betrachtet man nun die Ummagnetisierung eines einzelnen Spins, so wird die-
ser erste Eindruck bestitigt. Abb. 6.16 zeigt die Ummagnetisierung, mittels ei-
ner Prizessionsbewegung, eines Spins wiahrend der Bewegung der transversalen
Domiénenwand. Diese Prizessionsbewegung duflert sich in der Prizession der ge-
samten Wand wihrend der Bewegung. Betrachtet man hingegen ein magnetisches
Moment wihrend der Ummagnetisierung in dem Draht mit der Vortexwandkonfi-
guration (Abb. 6.17), so beobachtet man in der Tat eine direkte Ummagnetisierung
aller Spins entlang einer Kette und zwar auf dem gleichen direkten Weg.? Dies liegt
letztlich daran, dafl die Spins gezwungen sind direkt umzumagnetisieren um den
Wirbel zu bilden, da eine Zerstérung des Wirbels eine Energieerh6hung bedeuten
wiirde.

Dies bestéirkt natiirlich die Vermutung, dafl im Fall der Vortexdoménenwand die
Geschwindigkeitsgleichung von Walker oder die von Landau und Lifshitz Giiltigkeit
haben mufl. In beiden Féllen wurde eine direkte Ummagnetisierung angenommen.
Um jetzt den endgiiltigen Beweis anzutreten, dafl die Geschwindigkeit der transver-
salen Doménenwand durch die Gleichung von Slonczewski und die Geschwindigkeit
der Vortexwand sich durch die Gleichung von Walker bzw. von Landau und Lifshitz
berechnen 1afit, wird im Weiteren die Abhingigkeit der Geschwindigkeit von der
Gilbertddmpfung « untersucht. Wie bereits in Abschnitt 6.3 dargelegt hingen die
Relaxationszeiten entscheidend davon ab, ob eine Prizessionsbewegung ¢ # 0 oder

5Man kann sich den Draht aus linearen Ketten, lings der Drahtachse, zusammengesetzt denken.
Im Fall der transversalen Domanenwand hat jede lineare Kette das gleiche Blochwandprofil. Im Fall
der Vortexwand hat jede Kette ebenfalls ein Blochwandprofil allerdings mit einer radiusabhingigen
Dominenwandbreite A(r).
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Abbildung 6.14: Momentaufnahmen der Doménenwandbewegung einer transversalen
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Abbildung 6.16: Ummagnetisierung der magnetischen Momente in einer transversa-
len Doménenwand mit einer Anisotropieachse. Die Ummagnetisierung
wéhrend der Doménenwandbewegung erfolgt iiber eine Prizessions-
Relaxations-Bewegung. Die griine Linie ist der Ummagnetisierungsweg
eines magnetischen Momentes, die schwarze Linie des nichsten magneti-
schen Momentes in +Z-Richtung, welches um einen Gitterplatz versetzt
ist. Dieses zweite magnetische Moment magnetisiert iiber die gleiche Be-
wegung um, allerdings zeitlich etwas spéter. Durch die Prézession der
magnetischen Momente wihrend der Ummagnetisierung prizediert auch
die Dominenwand wihrend der Bewegung. (w/J = 0.0025, D/J = 0.05,
usB/J =0.05, a =1)
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Abbildung 6.17: Projektion des Ummagnetisierungsweges eines magnetischen Momen-
tes, einer linearen Kette (z und z bzw. r und ¢ Konstant), der Vortex-
doménenwand. Alle magnetischen Momente magnetisieren iiber den glei-
chen Weg direkt um. Der Winkel ¢(z,y) in der Querschnittsebene z —y-
Ebene ist abhéngig von der gewéhlten Kette: ¢(z,y) = ¢(r,¢) = ¢+ 7.
(w/J = 0.5, D/J = 0.05, psB/.J = 0.05, o = 1)

eine direkte Ummagnetisierung (¢ = 0) vorliegt. Im ersteren Fall (Prizession) hat
die Relaxationszeit eine a-Abhéngigkeit, im zweiten Fall (direkt) manifestiert sich
eine (« + 1/a)-Abhéngigkeit der Relaxationszeit.

Betrachtet man die Abhéingigkeit der Mobilitéit® von der Gilbertdimpfung o (Abb.
6.18), so findet man eine klare 1/(a + 1/)-Abhéngigkeit der Mobilitdt im Fall
der transversalen Doméinenwand und eine 1/a-Abhéngigkeit im Fall der Vortex-
doméanenwand.

Dies héngt natiirlich mit der unterschiedlichen Arten der Ummagnetisierung und
der damit verkniipften Relaxationszeit zusammen. Abb. 6.18 zeigt eindeutig den
Zusammenhang zwischen der Geschwindigkeit und der Relaxationszeit

1
v o< ) (6.60)
TRel

6Die Mobilit#t ist definiert als y = dv/dB, und damit indirekt proportional zur Relaxationszeit
TRelaz = A/v. v ist dabei die Dominenwandgeschwindigkeit, A die Doméinenwandbreite und B die
magnetische Induktion, also das #uflere Magnetfeld.
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Abbildung 6.18: Doménenwandmobilitit der transversalen bzw. der Vortex-
doménenwand als Funktion der Gilbertdimpfung «. (w/J = 0.01
(transversale Doménenwand), w/J = 0.7 (Vortexdomidnenwand),
D/J =0.05, usB/J = 0.05, dfa = 4)

wobei die a-Abhéngigkeit der Relaxationszeit davon abhingt ob der Spin prazediert
oder nicht.

Die Ergebnisse sind in voller Ubereinstimmung mit den theoretischen Uberlegungen
und zeigen, daf} die Geschwindigkeit der transversalen Domé&nenwand in der Tat mit
der Gleichung von Slonczewski berechnet werden kann, solange man ein Prizession
der Spins wihrend der Doménenwandbewegung zuldfit. Die Geschwindigkeit der
Vortexdoménenwand 148t sich durch die Gleichung von Walker oder die Gleichung
von Landau und Lifshitz berechnen. Aufgrund der Tatsache, dafl sich ein stabiler
Wirbel bildet ist es anzunehmen, dal der Winkel ¢, den die magnetischen Momente
mit der Querschnittsebene des Drahtes haben, in guter Naherung als konstant anzu-
nehmen ist, es also keinen sogenannten Walker breakdown gibt. Zumindest wurde in
dem in dieser Arbeit verwendeten Parameterbereich kein solcher Einbruch der Ge-
schwindigkeit festgestellt. Somit hat also die Geschwindigkeitsgleichung von Landau
und Lifshitz Giiltigkeit.

Das Problem hier ist nur, dafl es keinen analytischen Ausdruck fiir die Wandbrei-
te gibt und man immer mit einer mittleren Wandbreite auskommen muf}, da die
Doménenwandbreite zudem noch eine Funktion des Radius ist. Im Fall der transver-
salen Doménenwand 148t sich die Doménenwandbreite analytisch angeben (Gl. 6.21)
und die Geschwindigkeit 148t sich eindeutig durch die Gleichung von Slonczewski
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rechnen.

6.4.1 Domanenwanddynamik im XYZ-Modell

Dieses Teilkapitel stellt einen Einschub dar, in dem Doménenwinde und
Doménenwanddynamik im XYZ-Modell betrachtet werden soll.

Bis jetzt wurden nur Domé#nenwéinde in Nanodrihten betrachtet, die eine Anisotro-
pieachse (leichte Richtung) aufweisen, welche lings der Drahtachse orientiert war. Im
allgemeinen wird jedoch jede Raumrichtung eine andere Anisotropie aufweisen, so
dal man z.B. eine leichte Achse lings der Drahtachse hat und eine harte Achse in ei-
ner der beiden Raumrichtungen, welche die Querschnittsebene des Drahtes aufspan-
nen. In diesem Fall werden sich die magnetischen Momente in der Dom&nenwand
nach der Raumrichtung ausrichten, welche senkrecht zu der harten Achsenrichtung
liegt. Wéhrend der Bewegung bleiben die magnetischen Momente in dieser Ach-
senrichtung, d.h. sie werden leicht aus dieser Achsenrichtung herausgedreht, wobei
der Winkel ¢ von dem angelegten Feld abhingt. Bei einer bestimmten Stérke des
angelegten Magnetfeldes kommt es zu dem sogenannten Walker breakdown und zu
einer rapiden Absenkung der Geschwindigkeit. Dieser hingt natiirlich auch von der
Stérke der zusétzlichen Anisotropie ab (Siehe Kap. 6.3.1, Gl. 6.50).

Ein System, an dem sich dies sehr gut studieren 1483t sind Doméinenwénde im XYZ-
Modell. Bei dem XYZ-Modell handelt es sich um ein System mit biaxialer Anisotro-
pie (zwei Anisotropieachsen). Der Zusammenhang mit dem Heisenberg Modell mit
biaxialer kristalliner Anisotropie ist in Kapitel 2.1 bereits gegeben wurden.
Abweichend von der Darstellung Gl. 2.3 in Kapitel 2.1 soll die folgende Darstellung
der Hamiltonfunktion des XYZ-Modells

Haxvz = =T Y [n(1 = 2€) SFSE, + S!S, + 5757 (6.61)

0 <n<1,n#1/2 € > 0 betrachtet werden. Die Doménenwandlésung einer
transversalen Domé#nenwand ist nun gegeben durch [76]:

1
S, = tanh (x arcosh 5)

(6.62)
1
Sy = sech (xarcosh 5) )

Diese Losung stimmt mit der Doménenwandlésung GIl. 6.11 iiberein, wobei die
Domiinenwandbreite in diesem Fall gegeben ist durch A = (arcosh(1/7))". Man
beachte, dafl die Dom#nenwandlésung unabhiingig ist von e. Betrachtet man nun
noch die Austauschkopplung J, = —Jn (1 — 2¢) genauer, so stellt man fest, daf} im
Fall € > 1/2 eine antiferromagnetische und € < 1/2 eine ferromagnetische Kopplung
vorliegt. In beiden Fillen hat man aber die gleiche Domé#nenwandlésung Gl. 6.62.
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Die unterschiedliche Kopplung hat aber dennoch einige Konsequenzen, welche sich
in dem dynamischen Verhalten der Domanenwinde duflern. Am besten i3t sich
dies anhand der Mobilitdt demonstrieren.

Betrachtet man die Mobilitdt in Abh#ngigkeit von der Gilbertdimpfung o fiir

10 T T T T T T T
r ® Slonczewski 1
m Walker
8- Landau-Lifshitz |
L — 1/(a+la) i
— 1/a
(a8)]
S L J
-

4

Abbildung 6.19: Doménenwandmobilitit als Funktion der Gilbertdimpfung o im Fall
des XYZ-Modells. Je nach Einstellung der Austauschkopplung 148t sich
ein unterschiedliches Verhalten der Ummagnetisierung, und somit der
Mobilitit beobachten. (J = 1, n = 7/10, Slonczewski: ¢ = 0, Walker:
€ = 1/4, Landau-Lifshitz: e = 3/4

die drei moglichen Fille einer ferromagnetischen Kopplung (¢ = 1/4), einer
antiferromagnetischen Kopplung (¢ = 3/4) und dem Fall mit uniaxialer Anisotropie
(e = 0), so ergibt sich folgendes Bild (Abb. 6.19): Im Fall der uniaxialer Anisotropie
findet man wieder das 1/(a + 1/a)-Verhalten, welches auf eine Prézessions-
Relaxationsbewegung hindeutet. In der Tat weisen die Simulationen eine solche
Ummagnetisierung auf. In diesem Fall bewegt sich somit die Doméinenwand mit
einer Geschwindigkeit die durch die Slonczewski Gleichung Gl. 6.52 gegeben ist.
Anders sieht es im Fall der biaxialen Anisotropie aus. Hier sorgt die zusétzliche
Anisotropie dafiir, dafl es zu einer direkten Ummagnetisierung kommt. Der
Unterschied zwischen ferromagnetischer und antiferromagnetischer Kopplung
besteht in einer resultierenden unterschiedlich starken Anisotropie. Im Fall der
antiferromagnetischen Kopplung ist die resultierende Anisotropie so stark, daf§ der
Winkel ¢ unabhéngig vom &ufleren Feld ist. In diesem Fall ist die Geschwindigkeit
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6 Domanenwande in Nanodrahten

durch die Geschwindigkeitsgleichung von Landau und Lifshitz Gl. 6.51 gegeben. Im
Fall der ferromagnetischen Kopplung ist die Anisotropie nicht so stark, so daf} eine
Anderung des Winkels ¢ zu beobachten ist. Die Geschwindigkeit ist in diesem Fall
durch die Gleichung GIl. 6.49 von Walker gegeben. Weiterhin kommt es in diesem
Fall auch zu dem sogenannten Walker breakdown bei kleinen Dampfungen. Hierbei
fallt die Mobilitdt ab und geht gegen Null.

Im Bereich grofler Dampfungen 148t sich unabhingig von der Art der Aus-
tauschkopplung im biaxialen Fall die 1/a-Abhéngigkeit finden, welche die direkte
Ummagnetisierung wiederspiegelt. Im Fall des Walker breakdowns kommt es dann
zu einer zusdtzlichen Prézessionsbewegung, so dafl die Mobilitdt bzw. Geschwin-
digkeit zwischen den Geschwindigkeiten von Slonczewski und der Geschwindigkeit
nach Landau und Lifshitz liegt. Die genaue Diskussion wurde bereits in Kapitel
6.3.2 gefiihrt.

Zum Schluf} bleibt noch zu kldren was passiert, wenn man zu kleinen Dampfungen

iibergeht. In der Realitdt hat man es mit Dampfungen zu tun, welche im Bereich
von o« = 0.0002...0.08 liegen. Betrachtet man den Grenzfall kleiner Dadmpfungen
a < 1 und insbesondere den Grenzfall « — 0 so sagt die Theorie voraus, dafl es
im Fall der Prizession (v & 1/(a + 1/«) die Geschwindigkeit gegen Null geht. Im
Fall der direkten Ummagnetisierung hingt die Geschwindigkeit davon ab, ob es zu
einem Walker breakdown kommt oder nicht. Liegt der Fall eines Walker breakdowns
vor, so ist die Geschwindigkeit Null, wenn nicht, sagt die Theorie (Geschwindigkeits-
gleichung von Landau und Lifshitz) eine unendliche Geschwindigkeit voraus. Schaut
man sich nun die Geschwindigkeit bzw. die Mobilitdt fiir den letzteren Fall an, so
stellt man fest, dal die Geschwindigkeit nicht unendlich ist, sondern einen endlichen,
von Null verschiedenen Wert, hat.
Die Losung fiir das Versagen der Theorie in diesem Fall ist relativ einfach. Es zeigt
sich, daf} ein weiterer Effekt auftritt, welcher von der Theorie nicht beriicksichtigt
wurde. In diesem Fall kommt es zu einer Domé&nenwandbewegung unter Emission
von Spinwellen, zu deren Erzeugung ein Teil der Gesamtenergie des Systems auf-
gewendet wird. Diese Energie steht der Doménenwand nicht mehr als kinetische
Energie zur Verfiigung, so daf} eine endliche Doméinenwandgeschwindigkeit vorliegt.
Eine genauere Diskussion soll in den néchsten Abschnitten folgen.

6.5 Von Spinwellen und Doméadnenwinden
Der nichste Abschnitt behandelt zunichst die Wechselwirkung bzw. Bezie-

hung von Spinwellen und Dominenwinden bevor im iiberndchsten Abschnitt die
Doménenwanddynamik im Regime kleiner Ddmpfungen untersucht wird.
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6.5.1 Spinwellen in und an statischen Domidnenwanden

Bereits einige Jahre nachdem F'. Bloch die Spinwelle als Elementaranregung des Fer-
romagnetikums und deren Quantisierungseinheit die Magnonen einfiihrte [77] und
aufbauend auf diese Arbeit H. Bethe die Bethe-Theorie [78] herleitete, fiihrte C.
Kittel die nach ihm benannte Kittel-Gleichung [79] ein. Mit dieser Gleichung 148t
sich das Resonanzspektrum eines Systems in einem dufleren Feld angeben. Kittel
leitete diese Gleichung aus der Landau-Lifshitz Gleichung her, indem er die Landau-
Lifshitz-Gleichung um einen konstanten Anfangszustand nach kleinen Abweichungen
entwickelte und diese nach dem linearen Term der Entwicklung abbrach. Das Er-
gebnis der Linearisierung ist ein Gleichungssystem zweier gekoppelter Gleichungen,
welches sich leicht 16sen 148t. Verwendet man das gleiche Verfahren um die Landau-
Lifshitz Gleichung [32, 80, 81], bzw. das korrespondierende Energiefunktional [82]
zu linearisieren, so endet man zunichst bei einer Art Schriodinger Gleichung. Als
Ausgangszustand wird dabei eine transversale Doménenwand verwendet. Zu dem
gleichen Ergebnis gelangt man, wenn man die Sine-Gordon Gleichung [83, 84] linea-
risiert. Dies soll hier kurz demonstriert werden.

Ausgangspunkt sei die folgende Losung

Woustd, [f<1. 669
der Sine-Gordan Gleichung

P LU

5z " Coggm T wasin® =0 . (6.64)

Dabei ist g = 4arctan [exp (i%)] die statische Losung der transversalen

Doménenwand und qg eine kleine Storung bzgl. dieser statischen Losung. Setzt man
dies in die Sine-Gordan Gleichung Gl. 6.64 ein und linearisiert bzgl. ¢ so erhilt man
die folgende Wellengleichung

Po _ 0%

oz " Cggz T wy [1 — 2sech? (ﬁﬂ ¢=0 . (6.65)

A

—twt

Als Losungsansatz verwendet man ¢ = 1(x) e wodurch man bei der folgenden

Schrodinger Gleichung

-+ V- B =0 (6.60)

dz?

mit dem Potential

V(z) = —2A ?sech (%) (6.67)
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endet. E ist dabei gegeben durch £ = —Q Fiir die weitere Betrachtung ist es

nun noch zweckméiflig den Ort dlmenswnslos zu betrachten, also x/A durch z zu
ersetzen. Damit ergibt sich fiir das Potential

V(z) = —2sech(z) . (6.68)

Dieses Potential findet man in der Literatur unter dem Namen Pdschl-Teller Poten-
tial, wobei ganz allgemein

V(z) = —m(m + 1)sech(x) (6.69)

gilt. Den speziell hier vorliegenden Fall m = 1 findet man auch unter dem Namen
reflectionless potential (dt.: reflektionsfreies Potential). Der Name kommt aus der
Streutheorie, da dieses Potential keine Riickstreuung erzeugt. Die weiteren Betrach-
tungen sollen zunichst mit dem allgemeinen Pdschi-Teller Potential durchgefiihrt
werden, wobei am Ende immer auf den hier vorliegenden Spezialfall m = 1 verwie-
sen werden soll.

Gl. 6.66 148t sich mittels zweiter Quantisierung explizit l6sen, dazu werden die fol-
genden Auf- bzw. Absteigeoperatoren definiert [43, 85]

QM = ZF% + mtanh(z) . (6.70)

Mit den Operatoren Q‘f” und Q(_m) 148t sich nun H(™ faktorisieren
Hqm)  — (m)Q(m) —m? (6.71)
_ Q(m+1 Q (m+1) (m + 1)2

und es gelten folgende Relationen fiir den Hamiltonoperator Gl. 6.71 bzw. fiir die
Auf- und Absteigeoperatoren Gl. 6.70

D = Uy,
w(m—l—l) _ Qgin+1)¢(m) ’
H () = Eopm)

Die Eigenfunktionen lassen sich jetzt allgemein schreiben als

P = Q. QPQY "™ (6.72)

mit dem Eigenwert F = k2.
Im Fall m =1 ergibt sich die folgenden Relation:

oD = QU ™ _ ik & tanh(z)) e FT (6.73)
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Es handelt sich dabei, um an einer Doménenwand lokalisierte, freie Spinwellen-
zustdnde. Um auch noch die gebundenen Zusténde E < 0 zu berechnen, wird
zunéichst die folgende Normierung betrachtet:

+oo +0o0
/ de (p™ )" = / dz ™ QU™ QU™ yp(m) (6.74)

- (B+ m2)_dex (v)°

Eine Weiterfithrung der Rekursion zu noch kleineren m-Werten bewirkt, dafl die
Normierung irgendwann negativ wird, z.B. bei 1)(~1). Dies kann verhindert werden,
wenn man die Rekursion GI. 6.74 an der entsprechenden Stelle abbricht, z.B. wenn
die gebundenen Zusténde gegeben sind durch

E=-P 1=1,2,...,m.
Damit ergibt sich
QYy® =0 . (6.75)
Die Gleichung Gl. 6.75 148t sich mit
QY = % + [tanh(z)
aufintegrieren, das Ergebnis ist:
Y = sech'(z) . (6.76)
Im Fall der gebundenen Spinwellen ist [ = m = 1 zu wéhlen, so daf sich als Losung
Y1) = sech(x) (6.77)

ergibt. Das Ergebnis fiir die freien Spinwellen 148t sich auch etwas anders auffassen.
Fafit man ndmlich das Potential Gl. 6.67 als Streupotential auf und betreibt
Streutheorie, so hat man vor der Streuung an dem Potential V(z) = —2sech?(x)

ebene Wellen eka und nach der Streuung modifizierte ebene Wellen GIl. 6.73.
Man kann nun zeigen, daf bei der Streuung keine Riickstreuung auftritt, allerdings
kommt es zu einer Phasenverschiebung, welche durch den Vorfaktor gegeben ist
[86]. Dies wird von R. Hertel durch Computersimulationen bestitigt [87].
Betrachtet man eine Blochwand in einem diinnen Film [88] oder eine transversale
Doméanenwand in einem zylindrischen Draht so 148t sich zeigen, dal in der Wand
im Fall der 2D Filmstruktur (3D Zylinderstruktur) ein 1D Kanal (2D Kreisscheibe)
vorliegt, in dem (der) sich die in der Dominenwand gebundenen Spinwellen frei
bewegen konnen.
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Bis jetzt wurden immer nur statische Doménenwinde betrachtet. A. A. Thiele [33]
betrachtete als erster Spinwellen an einer sich bewegenden Doménenwand, wobei er
aber kein dufleres Feld beriicksichtigte. Simulationen zeigen aber, dafl es zu keiner
Doménenwandbewegung ohne ein treibendes #dufleres Feld oder zumindest eine
sonstige Storung kommt.

Die Arbeit von D. Bouzidi [89] beschéftigt sich mit der Wirkung von Spinwellen
auf die Geschwindigkeit von Doménenwinden. Der Autor kann mittels einer recht
komplizierten feldtheoretischen Rechnung zeigen, dafl es im Fall grofler Dampfung
keine Spinwellen gibt, und reproduziert fiir die Geschwindigkeit das Ergebnis von
Landau und Lifshitz (sieche Abschnitt 6.3). Seine Annahme war hierbei, daf§ die
magnetischen Momente in der Doménenwand wihrend der Doménenwandbewegung
nicht prizedieren, also ¢ = 0 ist.

Weiter konnte er zeigen, dafl bei geringer Ddmpfung Spinwellen existieren und eine
endliche Geschwindigkeit der Wand im Grenzfall verschwindender Dampfung oo = 0
vorliegt. Dies ist anders als bei Landau und Lifshitz [16], wo die Geschwindigkeit
unendlich wird.

Im Fall der Vortexwand liegt eine Wandform vor, fiir die die Annahme, daf} die
Spins in der Wand nicht prizedieren, erfiillt ist. Das Gleiche gilt fiir transversale
Doménenwinde mit einer antiferromagnetischen Austauschanisotropie einer der
senkrechten Magnetisierungskomponenten. Fiir diese Wandformen wird das von
Bouzidi vorhergesagte Verhalten durch Simulationen bestétigt [90].

Der  néchste  Abschnitt  beschiftigt  sich  ausfiihrlicher  mit  der
Domiénenwandbewegung im Regime kleiner Dampfungen und dem Grenzfall
verschwindender Dampfung.

6.5.2 Domidnenwanddynamik und Spinwellen

Betrachtet man nun die Grenzfille kleiner bzw. grofler Gilbertdampfung, so stellt
man fest, dafl der Grenzfall grofler Dampfungen recht uninteressant ist. Aufgrund der
groflen Ddmpfung wird die Prézession unterdriickt und es existieren nur geddmpfte
direkte Ummagnetisierungen. Dies ist auch der Grund, wieso die Mobilitdten der
transversalen, sowie der Vortexdoménenwand in Abb. 6.18 gleich sind.
Interessanter ist der Grenzfall kleiner Dampfungen, da hier meist mehr Energie in
das System von auflen eingebracht wird, als durch die Ddmpfung wieder aus dem
System heraus gelangt. Somit kommt es zur Anregung von Spinwellen, welche un-
ter Umstédnden sogar zur volligen Ummagnetisierung des Systems fiihren kénnen
[27, 91]. Dieser Grenzfall ist weiterhin deswegen interessant, da er die Realitit
darstellt. Realistische Werte der Gilbertdimpfung liegen im Bereich sehr kleiner
Dampfungen zwischen o = 0.001 und 0.08.

Betrachtet man zun#chst noch einmal die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung
Gl. 3.15 fiir den Grenzfall verschwindender Dampfung o« — 0, so hat man eine
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ungeddmpfte Prézession der magnetischen Momente im inneren Feld #;

s
Das System soll sich im Grundzustand oder zumindest in einem stabilen Zustand
befinden. Weiterhin soll kein dufleres Magnetfeld anliegen. Dann gilt allgemein S; =
0, also S; x H; = 0. Mit einem dufleren Feld 148t sich das innere Feld schreiben als

H, = H + B , (6.79)

_9H
as;
Feldes (Zeemanterm). HY ist das innere Feld, welches von der Austauschwechselwir-

kung, der Dipol-Dipol-Wechselwirkung und den Anisotropien herriihrt.

Im Fall der transversalen Doménenwand, mit einer Rotationssymmetrie in der Quer-
schnittsebene, also ohne zweite Anisotropie, ist S; x H) = 0, also S; xH; = S; X ugB
ist. In diesem Fall kommt es zu einer Prizession der magnetischen Momente in der
Wand in dem dufleren Magnetfeld mit der Lamorfrequenz w = yBpug/us. Dies be-
deutet gleichzeitig, dafl es zu keiner Domé#nenwandbewegung kommt, also die Ge-
schwindigkeit Null ist. Dies ist in Ubereinstimmung mit den Ergebnissen der Simula-
tion (Abb. 6.18) bzw. den theoretischen Betrachtungen zur Domédnenwandbewegung
(Abschnitt 6.3).

Im Fall der transversalen Doméanenwand mit einer zweiten Anisotropie bzw. im Fall
der Vortexdoménenwand ist diese Rotationssymmetrie der magnetischen Momente
nicht mehr gegeben. Damit &ndert sich das interne Feld wihrend der Prézession in
dem #uBeren Feld, so da S; x HY nicht mehr Null ist.

Die beiden Félle sollen im Weiteren genauer untersucht werden, beginnend mit der
transversalen Doméinenwand mit einer zuséitzlichen Anisotropie in der Querschnitt-
sebene des Drahtes.

mit dem inneren Feld ohne Zeemanterm HY = und ;B dem Anteil des duferen

Transversale Domdnenwand mit biaxialer Anisotropie

Die Geschwindigkeit einer Doménenwand mit biaxialer Anisotropie 148t sich analy-
tisch rechnen. Dies wurde von Landau und Lifshitz [16] bzw. spéter von Walker [74]
getan, wobei die Autoren zu unterschiedlichen Ergebnissen bzgl. des hier betrachte-
ten Grenzfalles kamen. Durch die Annahme, dafl es zu einer direkten Ummagneti-
sierung der magnetischen Momente wihrend der Doménenwandbewegung kommen
soll, kommt es in beiden Fillen zu der gleichen Abhingigkeit der Relaxationszeit
Trer VO der Gilbertddmpfung «. Allerdings unterscheiden sich die Arbeiten dahin-
gehend, dafl Landau und Lifshitz zusétzlich annahmen, dal der Winkel ¢, den die
Spins bzgl. der Ebene, welche von den Spins selbst und der Kette lings derer die
Spins aufgereiht sind, als konstant anzusehen ist. Walker iibernahm diese Annahme
nicht und konnte vielmehr zeigen, dal dieser Winkel von der Geschwindigkeit der
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Wand und von der Diampfung « abhéngt (siehe Abschnitt 6.3). Im Fall der ver-
schwindenden Dampfung tritt dann der sogenannte Walker breakdown auf, so daf
die Geschwindigkeit der Wand in diesem Fall Null ist.

Die Dynamik fiir diesen Grenzfall l48t nun sich ebenfalls analytisch rechnen. Dies

Wandverueckung [a]

| I | I | I | I | |
0 500 1000 1500 2000 2500

Zeit yt/pJ

_ZL 1

Abbildung 6.20: Oszillatorische Doménenwandbewegung im Fall der transversalen
Doménenwand in einem biaxialen ferromagnetischen Nanodraht.

(D,/J =0.01, Dy/J = 0.005, pu,B/J = 0.01)

wurde von A. M. Kosevich [92] getan. Kosevich zeigt, da§ sich in diesem Grenz-
fall als Losung der Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung eine sich um eine feste Po-
sition oszillierende Doméanenwand ergibt. Aufgrund dieser oszillatorischen Bewe-
gung ist letztendlich die effektive Geschwindigkeit der Wand gleich Null. Dies ist in
Ubereinstimmung mit der Geschwindigkeit nach Walker.

Der Vergleich der analytischen Rechnung von Kosevich mit Computersimulationen
bestétigt diese Oszillation. Dabei spielt es keine Rolle, ob die zweite Anisotropie
durch eine kristalline Anisotropie [90] oder durch eine Formanisotropie [93] her-
vorgerufen wird. Abb. 6.20 zeigt die zeitliche Veréinderung des Ortes der biaxialen
transversalen Doménenwand fiir verschiedene Werte von a. Gut zu sehen ist die
oszillatorische Bewegung des Ortes. Im Fall der nicht verschwindenden Dampfung
(v = 0.02, 0.04) ist zusétzlich noch eine Bewegung der Doménenwand in Richtung
des angelegten Feldes zu erkennen. Im Fall verschwindender Démpfung (o = 0) er-
kennt man, dafl wenn die Domé&nenwand um einen festen Ort oszilliert, es gleichzeitig
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aber auch leichte Driftbewegungen zu beiden Seiten hin gibt, wobei die Driftbewe-
gung ldngs des Feldes zu iiberwiegen scheint. Die Simulationen zeigen weiter, daf3
es zu einer Oszillation der magnetischen Momente in der Wand kommt und daf} der
Richtungswechsel immer dann auftritt, wenn die magnetischen Momente in Rich-
tung der harten Achsenrichtung, also der zweiten Anisotropierichtung, zeigen. Im
Fall der Filmstruktur [93] zeigen die Spins dann gerade aus der Filmebene heraus.
Wiéhrend dieser Richtungswechsel werden Spinwellen erzeugt, welche aufgrund der
Impulserhaltung fiir die Driftbewegung der Wand verantwortlich sind. Gleichzeitig
wird diese Driftbewegung durch das duflere Feld verstiarkt bzw. behindert was dazu
fithrt, daf} sich die Wand auch in diesem Fall bewegt, wenn auch recht langsam.

Vortexdomanenwand

Schaut man sich zunéchst noch einmal die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung ohne
Démpfung (o« = 0) Gl. 6.78 an, so ist klar, dal S; x H; = 0 nur fiir den statischen Fall
(ohne duBeres Feld) Giiltigkeit besitzt. Mit duflerem Feld fangen die magnetischen
Momente an zu prizedieren. Gleichzeitig wird damit aber das interne Feld geéndert.
Das Ergebnis ist eine sich bewegende Vortexdoménenwand hinter der Spinwellen zu

Abbildung 6.21: Vortexdoménenwand: Wandbewegung im Grenzfall verschwindender
Dimpfung o = 0. Dargestellt sind Momentaufnahmen (Draufsicht) zu
dquidistanten Zeitpunkten. Zu erkennen ist eine sich mit endlicher Ge-
schwindigkeit bewegende Vortexdominenwand und Spinwellen, welche
sich hinter der Domé&nenwand befinden. Die Farben Griin und Blau stel-
len die zwei entgegengesetzt orientierten Doménen dar. Rot und Gelb,
sowie Schwarz sind Magnetisierungskomponenten in der Querschnitt-
sebene des Drahtes. Rot und Gelb sind dabei entgegengesetzt orientiert.
(w/J =0.2,D/J =0.05, usB/J =0.1)

erkennen sind (Abb. 6.21). Dargestellt ist ein Teil des Drahtes zu unterschiedlichen
dquidistanten Zeitpunkten. Wie unschwer zu erkennen ist, bewegt sich die Vortex-
doménenwand mit einer endlichen Geschwindigkeit.

Betrachtet man den Querschnitt des Drahtes wihrend der Doménenwandbewegung,
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Abbildung 6.22: Drahtquerschnitt wéihrend der Dominenwandbewegung der Vortex-
doménenwand im Grenzfall & — 0. (1: Vortexdomidnenwand, 2-6: Mo-

Abbildung 6.23: Windungszahl und Querschnittsmagnetisierung als Funktion der Zeit.
Die Zahlen korrespondieren mit den Momentaufnahmen von Abb. 6.22.
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so sieht man zun#chst den Wirbel der Vortexdoménenwand (1 in Abb. 6.22) und
anschliefend die Spinwellen, welche eine Rotationssymmetrie aufweisen (2-6 in Abb.
6.22). Dies legt nahe, neben der Querschnittsmagnetisierung’ auch die Windungszahl
Gl. 6.20 zu betrachten. Abb. 6.23 zeigt die Windungszahl und die Querschnittsma-
gnetisierung als Funktion der Zeit. Die Zahlen korrespondieren mit den Zeitpunkten
der Momentaufnahmen in Abb. 6.22.

Gut zu erkennen ist die Oszillation der Windungszahl. Die Fouriertransformation
dieser Oszillation (inneres Bild in Abb. 6.23) liefert einen scharfen Peak, was auf
eine diskrete Frequenz der Spinwellen hinweist.

Die Querschnittsmagnetisierung zeigt ebenso ein oszillatorisches Verhalten, wobei
aufgrund der Quadratbildung der Mittelwerte keine negativen Werte auftreten, und
somit die Minima der Oszillation der Windungszahl als Maxima erscheinen. Die
Ostzillation selbst ist auf ein “Rein-” und “Rausdrehen” der magnetischen Momen-
te in die Querschnittsebene zuriickzufiihren. Gleichzeitig kommt es, aufgrund der
Dipol-Dipol-Wechselwirkung, fast immer zu einer ringférmigen Anordnung der in
die Querschnittsebene gedrehten magnetischen Momente.

Transversale Domianenwande im XYZ-Modell

An dieser Stelle sei noch einmal auf den Zusammenhang zwischen der Austauschani-
sotropie und der kristallinen Anisotropie (Kap. 2.1) und den sich daraus ergebenden
Konsequenzen bzgl. der Wandform und Wandgeschwindigkeit (Kap. 6.4.1) hinge-
wiesen werden.

Der Fall der ferromagnetischen Kopplung reproduziert die Ergebnisse des Ab-
schnitts iiber die transversalen Doméanenwéinde mit biaxialer Anisotropie. Hier 148t
sich ebenfalls das oszillatorische Hin- und Herlaufen der Doménenwand beobach-
ten. Abb. 6.24 zeigt die z- und die y-Komponenten der magnetischen Momente der
Doméinenwand als Funktion des Ortes und der Zeit. Zu erkennen sind neben der
Ostzillation auch die auftretenden Spinwellen, welche zu der kleinen aber stetigen
Verriickung der Doménenwand fiihren.

Im Fall der antiferromagnetischen Kopplung reproduziert man die Ergebnisse der
Vortexdoménenwand. Hier 148t sich eine sich bewegende Domé&nenwand beobach-
ten, welche Spinwellen emittiert. Abb. 6.25 zeigt die z- und die y-Komponenten

"Die Querschnittsmagnetisierung ist definiert als

M= /M2+M2,

mit
1 p
M, = —ZSz- ,  pE€{my}.
i=1

N ist dabei die Anzahl der magnetischen Momente innerhalb des Drahtquerschnitts.
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Abbildung 6.24:

76

Doménenwandbewegung einer transversalen Doménenwand mit ferro-
magnetischer Kopplung im Grenzfall verschwindender Gilbertdampfung
a — 0. S;- und S,-Komponente der magnetischen Momente als Funk-
tion des Ortes und der Zeit. Neben der rdumlichen Oszillation der
Doménenwand sind die wihrend der Wendungen emitierten Spinwellen
(Sz-Komponente) gut zu erkennen. (n = 7/10, e = 1/4, usB/J = 0.005,
a=0)
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Abbildung 6.25: Doméinenwandbewegung einer transversalen Doménenwand mit an-
tiferromagnetischer Kopplung im Grenzfall verschwindender Gil-
bertdimpfung @ — 0. S;- und S,-Komponente der magnetischen Mo-
mente als Funktion des Ortes und der Zeit. Gut zu erkennen sind die
emitierten Spinwellen hinter der Doménenwand. (n = 7/10, € = 3/4,
psB/J =0.02, a =0)
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Abbildung 6.26: Fourieranalyse der Spinwellen (S,-Komponente) fiir zwei verschiedene
Magnetfeldstirken. (n = 7/10, e = 3/4)
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Abbildung 6.27: Mobilitit vs. Gilbertdimpfung « fiir verschiedene Magnetfeldstirken
im Fall des XYZ-Modells mit antiferromagnetischer Kopplung. (J = 1,
n="7/10, e = 3/4)

der magnetischen Momente als Funktion von Ort und Zeit. Gut zu erkennen ist
die geradlinige Bewegung der Doménenwand und die emittierten Spinwellen hin-
ter der Doménenwand. Eine Untersuchung der Spinwellen mittels Fouriertransfor-
mation liefert dabei ein bzw. mehrere diskrete Frequenzen (Abb. 6.26). Es bedarf
zukiinftig allerdings einer weiteren und genaueren Untersuchung (méglichst mit
analytischer Unterstiitzung), um den Sachverhalt der Spinwellenanregung besser
zu verstehen. Ebenso bedarf es noch einer genaueren Kliarung des Verhaltens der
Doménenwandgeschwindigkeit bzw. Mobilitit, als Funktion der Gilbertddmpfung
a, fiir verschiedene Stirken des duferen Magnetfeldes (Abb. 6.27). Zu erkennen ist
ein unterschiedliches Verhalten der Mobilitdt. Insbesondere ist der Zusammenhang
zwischen der (oder den) Spinwellenfrequenz(en) und der (Zeeman-) Energie unklar.
Aus zeitlichen Griinden konnte dies im Rahmen dieser Arbeit nicht realisiert werden.
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7 Thermisch aktivierte Domanenwande

In den vorangegangenen Kapiteln wurden Domé&nenwénde und deren Dynamik be-
trachtet. Dabei wurde der Einflufl der Temperatur vernachlassigt. Mit der Langevin
Dynamik wurde bereits in Kapitel 5.1 eine Methode aufgezeigt, mit welcher Tem-
peratureffekte in die Dynamik bzw. Statik integriert werden kénnen. Mit dem heat
bath Monte Carlo Algorithmus und der lokalen Molekularfeldnéherung sollen in die-
sem Abschnitt zwei weitere Methoden verwendet werden, um die Temperatur zu
beriicksichtigen. Diese Verfahren werden dann angewendet, um die Thermodynamik
von Doméanenwinden zu untersuchen.

Die in diesem Kapitel gezeigten Resultate beziiglich der Thermodynamik von Trans-
versalen Doméanenwinden, berechnet mittels Molekularfeldrechnungen, entstammen
dabei aus der Diplomarbeit von N. Kazantseva [12, 68]. Die Ergebnisse sollen hier
im Hinblick auf die weitergehende Untersuchung von Vortexdoménenwéinden und
Vortexstrukturen, sowie im Hinblick auf einen Vergleich mit Monte Carlo Rechnun-
gen diskutiert werden. Am Ende des Kapitels soll dann noch kurz der Einflu} der
Temperatur auf die Dynamik der Domé&nenwinde betrachtet werden.

7.1 EinfluB der Temperatur auf Domanenwidnde

7.1.1 Transversale Dom3anenwand

Betrachtet man eine transversale Dom#nenwand, so findet man zwei Magnetisie-
rungsrichtungen. Zum einen hat man eine Magnetisierung in Richtung der leichten
Achse in den Doménen und zum anderen eine Magnetisierungsrichtung senkrecht
dazu in der Doménenwand. Betrachtet man diese Magnetisierungskomponente als
Funktion der Temperatur, so findet man, dal die Magnetisierungskomponente senk-
recht zur leichten Achse bei einer kritischen Temperatur 7%, welche kleiner als die
Curietemperatur 7, ist, verschwindet. Die Magnetisierung in leichter Achsenrich-
tung hingegen wird erst bei der Curietemperatur 7, Null (Abb. 7.1, [68, 94, 95]).

Verantwortlich hierfiir ist zum einen die Anisotropie, allerdings ist die Anisotropie
nicht allein fiir diesen Effekt verantwortlich. Die kritischen Temperaturen hingen
weiterhin stark von der Wechselwirkung der magnetischen Momente ab. In den
Domaénen liegt aufgrund der parallelen Ausrichtung der magnetischen Momente eine
stiarkere Kopplung vor, als in der Domé#nenwand. Dies 148t sich am besten klar ma-
chen, wenn man sich die Austauschwechselwirkung anschaut. In den Doménen hat
man z.B. als Austauschwechselwirkungsenergie zwischen zwei magnetischen Momen-
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Abbildung 7.1: Temperaturabhiingigkeit der leichten bzw harten Achsenrichtungsmagne-
tisierung einer transversalen Doméinenwand. (w/J =0, D/J = 0.3)

ten —J;;S;-S; = —J;;, in der Doménenwand hat man —J;;S;-S; = —J;; cos 0 > —J;;,
wobei 6 der Winkel zwischen den magnetischen Momenten ist.

Abb. 7.2 zeigt die kritischen Temperaturen 7* und 7, als Funktion der Anisotropie,
die Austauschwechselwirkung wurde dabei konstant gelassen. Man erkennt, daf} die
Curietemperatur 7T, zunimmt, wihrend 7* abnimmt. Allerdings ist der Unterschied
zwischen 7™ und der Curietemperatur 7, relativ klein fiir realistische Anisotropien
(D/J < 0.1).

Die Abhéngigkeit der Curietemperatur von der Anisotropie 148t sich nun angeben
als [68, 96]

kT, 4 D D7?
_9 4D et 1
J 5707 (7.1)
Die Abhéngigkeit von 7™ 148t sich durch
T* D
T 90532 (7.2)
J
anfitten, so daf} sich folgende Differenz der kritischen Temperaturen ergibt:
ks (T, —T%) D
— =~ 0.8— . 7.3
7 7 (7.3)
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7.1 EinfluB der Temperatur auf Doméinenwénde

2.4 ‘ :

® |eichte Achsenrichtung
m harte Achsenrichtung

N
N

*

T k/J & T ky/d
N

=

)
//

/

1.6 : : :
0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

Anisotropie D/J

Abbildung 7.2: Abhiingigkeit der kritischen Temperaturen T, und T* von der Anisotro-
pie. Die numerischen Daten fiir die Curietemperatur lassen sich mit dem
analytischen Ausdruck Gl. 7.1 vergleichen. Die Datenpunkte fiir 7* lassen
sich mit Gl. 7.2 anfitten. (w/J = 0)

Zur Verstiarkung des Effektes, also zur Vergroflerung der Differenz der kritischen
Temperaturen, kann man die Abhéngigkeit der kritischen Temperatur von der
Austauschwechselwirkung ausnutzen. Eine Vergroflerung der Anisotropie bedeutet
gleichzeitig eine Verringerung der Doméanenwandbreite. Dies hat zur Folge, daf} die
Winkel zwischen den magnetischen Momenten in der Doméanenwand vergroflert wer-
den, was zur Folge hat, daf§ die magnetischen Momente in der Domé&nenwand nicht
mehr so stark gekoppelt sind. Das Gleiche 148t sich auch durch Zusammendriicken
der Doméinenwand erreichen. Zusammengedriickte Doménenwinde findet man z.B.
in nanostruktuierten Drihten, wo z.B. die Breite der Leiterbahn schmaler ist als
die Doménenwandbreite der in dieser Leiterbahn befindlichen Domé#nenwand, deren
Breite durch die Materialparameter vorgegeben ist. Dies ist z.B. der Fall wenn sich
z.B. an eine breite Leiterbahn eine schmalere anschlieit [7] oder in sie Leiterbahn-
verengungen, sogenannte “notches’ eingebracht sind [97, 98].

Abb. 7.3 zeigt T* /T, als Funktion der Einschréinkung. Die Doménenwandbreite ist
dabei grofler als die Breite des Systems, so daf} eine eingeschrinkte Doménenwand
vorliegt und die Doméanenwandbreite durch die Systembreite festgelegt ist. Mit zu-
nehmender Verengung nimmt die kritische Temperatur 7 immer mehr ab, da gleich-
zeitig die Austauschkopplung zwischen den magnetischen Momenten abnimmt. Der

81



7 Thermisch aktivierte Domanenwéande

1
.y
i\\\\
= E
= 05 | E
@ Molekularfeld
B Monte Carlo h
0 ‘ ‘ ‘ ‘ A
0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5
a/L

Abbildung 7.3: Abhiingigkeit der kritischen Temperatur T* von der Stirke der Kon-
striktion. Aufgetragen ist die T* /T, als Funktion der inversen Breite der
Domiénenwand a/L. a/L = 0.5 stellt ein Dreischichtsystem dar, mit zwei
Schichten mit entgegengesetzter Magnetisierung (Doménen) und einer
Zwischenschicht. Die gestrichelte Linie stellt eine Orientierungshilfe dar.
Die durchgezogene Linie ist durch kgT™/J = 4/3 + 2/3 cos (ma/L) [68]
gegeben. (w/J =0, D/J =0)

Vergleich der Molekularfeldndherung mit der Monte Carlo Rechnung zeigt zudem,
daf} die Molekularfeldniherung den Effekt unterschitzt. Der Fall des Dreischichtsy-
stems (a/L = 0.5), also einer freien Schicht (Domé#nenwand) zwischen zwei entge-
gensetzt orientierten Schichten (den Doménen) ergibt in der Molekularfeldnéherung
1/6 des urspriinglichen Wertes!. Zu erwarten ist allerdings aufgrund des Mermin-
Wagner Theorems [99]2 und der Frustration der mittleren Schicht ein Wert von
T*/T. = 0, was durch die Monte Carlo Simulation bestétigt wird. Nun ist es zwar
nicht moglich dies exakt zu zeigen, da man aufgrund des finite size Effektes immer
eine endliche kritische Temperatur bekommt, dennoch zeigt das asymptotische Ver-
halten der Ergebnisse der Monte Carlo Simulation ein Verschwinden der kritischen
Temperatur 7™ auf.

'Tn dieser Rechnung wurde die Anisotropie vernachlissigt und die Dom#nenwand durch Fest-
halten der Riander bzw. durch antiperiodische Randbedingungen erzwungen.

2Mermin-Wagner Theorem: Im ein- und zweidimensionalen, isotropen Heisenberg Modell gibt
es keine spontane Magnetisierung
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7.1 EinfluB der Temperatur auf Doméinenwénde

Einhergehend mit der zunehmenden Einschrinkung der Dominenwand ist nun
gleichzeitig eine Anderung der kritischen Exponenten zu beobachten. Abb. 7.4 zeigt
die finite size Analyse fiir eine schwach (a) und eine stark (b) zusammengedriickte
Doménenwand. Sowohl bei der schwach (a) als auch bei der stark (b) zusammen-
gedriickten Doménenwand lassen sich Abweichungen von den kritischen Exponen-
ten des Heisenberg Modells finden. In beiden Fillen wurden fiir den Skalenplot die
kritischen Exponenten (f = 0.3689 und v = 0.7112, [58]) des Heisenberg Modell
eingestellt. Aufgetragen ist M LA/ iiber (T —T¢)L'?, wobei M die Magnetisierung,
T die Temperatur und L die Systemlédnge ist.

Man sieht, da8 es im Fall der schwach eingeschréinkten Doménenwand (a) noch zu
einem Datenkollaps kommt, allerdings ist dieser nicht mehr perfekt. D.h., es lie-
gen leicht verdnderte kritische Exponenten vor, auch ist die Curietemperatur T
reduziert. Im Fall der stark eingeschrinkten Doménenwand (b) l#8t sich kein Da-
tenkollaps mehr erkennen. Hier beschreiben die Exponenten des Heisenberg Modells
nicht mehr das kritische Verhalten. Auch stimmt die sich in diesem Fall aus dem
finite size scaling ergebende kritische Temperatur nicht mehr. Es 148t sich zwar ein
Datenkollaps erzwingen und so die kritische Temperatur bestimmen, allerdings sind
die kritischen Exponenten in diesem Fall wenig aussagekriftig, da sie sich zu keiner
Universalititsklasse zuordnen lassen und lediglich einen Crossover-Effekt zeigen.
Bis jetzt wurde nur der Effekt unterschiedlicher kritischer Temperaturen diskutiert
ohne zu hinterfragen, welche Auswirkungen dies auf die Spinstruktur hat. Dies soll
nun nachgeholt werden.

Wie bereits einleitend gesagt, liegen im Fall einer transversalen Doménenwand zwei
Magnetisierungsrichtungen vor, also zwei Richtungen in denen die magnetischen
Momente orientiert sein konnen. Mit zunehmender Temperatur nimmt die Magne-
tisierung in senkrechter Richtung zur leichten Achse schneller ab und verschwindet
bereits bei 7" < T,. Dies bedeutet, dal ein Phaseniibergang von einer transversalen
Doméinenwand (7 = 0K) iiber eine elliptische Wand (0 < 7" < T™) hin zu einer linea-
ren Doménenwand (7* < T < T,) stattfindet. Bei der transversalen Dom#nenwand
haben die magnetischen Momente in den Domé&nen sowie in der Doménenwand den
gleichen Betrag, d.h. die Magnetisierungen sind gleich. Bei einer elliptischen Wand
ist die Magnetisierung in leichter Achsenrichtung, also in den Doménen, gréfler als
die Magnetisierung in senkrechter Magnetisierungsrichtung. Im Fall der linearen
Wand liegt nur noch in leichter Achsenrichtung eine Magnetisierung vor, welche un-
gleich Null ist.

Betrachtet man stellvertretend fiir die transversale Domanenwand eine Blochwand
léngs einer linearen Kette, so sieht man, wenn man lings der linearen Kette schaut,
dafl die magnetischen Momente einen Kreis beschreiben, Abb. 7.5. Im Fall der ellip-
tischen Wand fluktuieren die magnetischen Momente um ihre Ruhelage, so dafl man
die zeitliche Mittelung, also die Magnetisierung betrachten muf. In diesem Fall wird
eine Ellipse beschrieben, da die Magnetisierung in der Wand kleiner ist als in den
Doménen. Im Fall der linearen Wand liegt nur noch eine Magnetisierungsrichtung
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7.1 EinfluBl der Temperatur auf Doméinenwénde
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Abbildung 7.5: Doménenwandformen einer transversalen Dominenwand: (a) Bloch-
wand (7 =0), (b) elliptische Dominenwand (T <T*), (c) lineare
Doménenwand (T > T™*)

vor, so dafl man nur noch einen “geraden Strich” erkennt.
Die Abbildungen 7.6 und 7.7 zeigen schematisch eine elliptische bzw. eine linea-

\
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Abbildung 7.6: Elliptische Doménenwand

re Doménenwand. Die fehlende senkrechte Magnetisierungskomponente der linearen
Doménenwand ist deutlich zu erkennen.

Erstmals haben sich dabei L. N. Bulaevskii und V. L. Ginzburg [94, 95] mit die-
sem Thema auseinandergesetzt im Rahmen der thermodynamischen Betrachtung
von Doménenwinden mittels Ginzburg-Landau Theorie. Die Systeme sind dabei als
unendlich ausgedehnt zu betrachten und nicht wie in dem hier betrachteten Fall
endlich.
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N

Abbildung 7.7: Lineare Doménenwand

D. Garanin hat sich ebenfalls mit der Thermodynamik von Domé&nenwinden
beschéftigt, wobei ihn im wesentlichen die Dynamik interessiert hat [100, 101]. Dar-
auf soll in einem spéteren Abschnitt 7.1.3 genauer eingegangen werden.

Einen Hinweis auf unterschiedliche Magnetisierungen findet man in der Arbeit von
F. Janak [81], der transversale Doménenwinde mittels Spinwellentheorie untersucht
hat. Janak zeigt, da} die Spinwellentheorie bereits einen Hinweis auf ein unter-
schiedliches Verhalten der beiden Magnetisierungskomponenten gibt. Dies ist um so
bemerkenswerter, da die Spinwellentheorie eine Theorie ist die nur fiir tiefe Tempera-
turen Giiltigkeit besitzt, dort unterscheidet sich aber die Magnetisierung in leichter
bzw. in senkrechter Achsenrichtung kaum noch voneinander. Der Korrekturterm von
Janak sollte somit auch nur eine kleine Abweichung darstellen.

Das am Beispiel der transversalen Doméanenwand Diskutierte 148t sich nun auch auf
andere Domé#nenwandstrukturen wie der Vortexdoméanenwand iibertragen.

7.1.2 Vortexdom3dnenwand

Im Fall der transversalen Doménenwand sorgt die Dipol-Dipol Wechselwirkung
fiir eine zusétzliche Anisotropie, wihrend bei der Vortexdoménenwand durch die
Dipol-Dipol Wechselwirkung im Zusammenspiel mit der Austauschwechselwirkung
ein Wirbel (Vortezr) erzeugt wird. Da mit diesem Wirbel eine radiusabhingige
Doménenwandbreite einhergeht ist zu erwarten, dafl die Magnetisierung in der
Vortexdoménenwand schneller als in den Doménen und gleichzeitig innerhalb der
Doménenwand unterschiedlich schnell abnimmt. In der Tat findet man, daf} die
Magnetisierung in der Mitte des Wirbels am schnellsten abnimmt. Dies korrespon-
diert mit der kleinsten Domé&nenwandbreite, also mit den grofiten Winkeln zwi-
schen zwei benachbarten magnetischen Momenten. Abb. 7.8 zeigt die Magnetisie-
rung als Funktion des Ortes x. Dabei wurde der Schnitt durch den Draht genau in
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der Domé#nenwandmitte durchgefiihrt.
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Abbildung 7.8: Magnetisierung als Funktion des Ortes: Die offenen Kreisen stellen den
Querschnitt des Drahtes durch eine der zwei Doménen dar, die gefiillten
Quadrate den Querschnitt durch die Domédnenwandmitte. (w/J = 0.2,
D/J = 0.05)

Eine genaue Untersuchung der Temperaturabhingigkeit von Vortexstrukturen 148t
sich anhand eines einfacheren Systems, einer zylindrischen Vortexstruktur, besser
bewerkstelligen (Kapitel 8). Zuvor soll jedoch der Einflu der Temperatur auf die
Bewegung von Doménenwinden diskutiert werden.

7.1.3 Temperaturabhdngigkeit der Domdnenwandgeschwindigkeit

Fiihrt man Langevin-Dynamik Simulationen an bewegten Doménenwédnden durch
so stellt man fest, dafl dies einige Schwierigkeiten mit sich bringt. Bereits die Unter-
suchung statischer Doménenwénde mittels Langevin-Dynamik Simulationen stellt
sich als schwierig heraus, da die Domé&nenwand thermisch zu driften beginnt. Einge-
schrinkte Doméinenwénde erweisen sich da als weniger problematisch, wobei es hier
immer noch zur Rotation der magnetischen Momente in der Doménenwand, um die
Langsachse, kommen kann.

Im Fall der bewegten Doménenwand besteht die Problematik im wesentlichen im
Rauschen selbst. Das Rauschen macht eine zeitliche Mittelung zur Bestimmung der
Magnetisierung notwendig. Dies ist aber aufgrund der Dynamik der Domé&nenwand
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nicht moglich, da in diesem Fall {iber die Bewegung mitgemittelt wird.

Um die Geschwindigkeit der Doménenwand zu bestimmen ist jetzt folgendes Vorge-
hen n6tig. Die Simulation wird wie gewohnt durchgefiihrt, jedoch mit dem Rauschen,
also mit Beriicksichtigung der Temperatur. Diese Simulation wird mehrfach wieder-
holt, wobei bei jedem Durchlauf der Ort der Doménenwand als Funktion der Zeit
bestimmt wird. Aus den Kurven wird anschlieflend die Geschwindigkeit ermittelt und
diese iiber die Anzahl der Durchléufe gemittelt. Somit erhélt man dann eine mittlere
Geschwindigkeit fiir einen Temperaturwert. Dieses Vorgehen ist allerdings nur fiir
niedrige Temperaturen méglich, da bei hoheren Temperaturen eine Bestimmung des
Ortes der Doméinenwand unméglich ist. Fiir hohe Temperaturen und insbesondere
fiir Temperaturen in der Nidhe der Curietemperatur wére es notwendig, andere Si-
mulationen zu verwenden. Evt. eignet sich der Landau-Lifshitz-Bloch Algorithmus,
bei dem die Landau-Lifshitz-Bloch Gleichung [38, 100, 102] gelost wird. In diesem
Fall geht die Anderung der Magnetisierung durch die Berechnung mittels Moleku-
larfeldnéherung ein.

Im Fall der transversalen bzw. Vortexdoménenwand ist die Geschwindigkeit fiir den
Bereich tiefer Temperaturen in Abb. 7.9 dargestellt. Die Abnahme der Geschwindig-

1.6

® Transversale DW
= Vortex DW

viv,

0 0.2 0.4 0.6 0.8
k,T/J

Abbildung 7.9: Temperaturabhingigkeit der Doménenwandgeschwindigkeit. Die Ge-
schwindigkeiten beziehen sich auf die Geschwindigkeit vy bei T' = 0.
(Zylinder: d/a = 8, usB/J = 0.1, a = 1, transversale DW: w/J = 0,
D/J = 0.3, Vortex DW: w/J = 0.2, D/J = 0.05)

keit im Fall der Vortexdoménenwand ist auf die Anregung thermischer Spinwellen
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und deren Wechselwirkung mit der Domé&nenwand zuriickzufiihren.

Bei der transversalen Doménenwand wurde ein System mit nur einer leichten Ani-
sotropieachse betrachtet, so dal es zu einer Prizessionsbewegung kommt. Durch
die Temperatur kommt es zu einer immer direkteren Ummagnetisierung, so daf}
die Geschwindigkeit zunimmt. Dies kommt darher da die Geschwindigkeitsgleichung
von Slonczewski eine untere Grenze darstellt und vorraussetzt, dafl die magneti-
schen Momente préizidieren. Wiirde man eine transversale Domé&nenwand in einem
System mit biaxialer Anisotropie, also mit einer zweiten z.B. harten Achse, betrach-
ten, so wiirde keine Prizession auftreten und die Geschwindigkeit mit zunehmender
Temperatur abnehmen. Die Argumentation wér dann analog zu der bei der Vortex-
doménenwand.

Es bleiben an dieser Stelle noch zwei Dinge anzumerken. Zum einen sind die Ge-
schwindigkeiten in Abb. 7.9 derart angepafit worden, dal man sie in ein Diagramm
auftragen kann. Das bedeutet, die Geschwindigkeit der Vortexdoménenwand viel
grofer als die Geschwindigkeit der transversalen Doménenwand ist. Ein Vergleich
der beiden Geschwindigkeiten wurde dabei erst durch die gewéhlte Austragung
moglich. Damit erscheint aber die Anderung der Geschwindigkeit der transversa-
len Doménenwand viel gréfier bzw. die Anderung der Geschwindigkeit der Vortex-
doménenwand viel kleiner, als sie in Wirklichkeit ist.

Die zweite Anmerkung betrifft die Tatsache, daf} es duflerst schwierig ist mittels
Langevin-Dynamik die Dynamik von Doménenwénden zu untersuchen, so dafl eine
genaue Untersuchung mittels anderer Methoden ratsam erscheint. Eine solche Un-
tersuchung wurde bereits von D. A. Garanin durchgefiihrt [38, 100, 102], der mittels
der bereits erwidhnten Landau-Lifshitz-Bloch Gleichung die Dynamik von transver-
salen Doménenwénden untersuchte, wobei er eine direkte Ummagnetisierung auf-
grund einer biaxialen Anisotropie annahm. Garanin fand zunéchst eine Abnahme
der Mobilitét, also der Geschwindigkeit, mit zunehmender Temperatur. In der Nihe
der Curietemperatur fand er zudem ein Wiederanstieg der Mobilitdt. Die Mobi-
litat steigt dabei ab der Temperatur 7™ wieder an, wo der Phaseniibergang von der
elliptischen zur linearen Doméanenwand vollzogen wurde. D.h., die Mobilitit der el-
liptischen Doménenwand nimmt mit zunehmender Temperatur immer mehr ab, die
der linearen Wand hingegen nimmt zu.
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8 Thermisch aktivierte Vortexstrukturen

In Kapitel 7.1.2 wurde damit begonnen, die Temperaturabhingigkeit von Wirbel-
strukturen anhand der Vortexdom#nenwand zu untersuchen. Eine etwas einfachere
und damit leichter zu untersuchende Struktur stellt die zylindrische Wirbelstruk-
tur dar (siche Abb. 8.1). Im allgemeinen hat man dabei einen Wirbel (Vortez),

Abbildung 8.1: Zylindrische Wirbelstruktur

der den ganzen Zylinder durchzieht und einen Vortexcore, also einen Bereich in der
Mitte des Wirbels, in dem die magnetischen Momente aus der Wirbelebene her-
auszeigen (Abb. 8.2). Zur Beschreibung lifit sich folgender analytischer Ansatz (in
Zylinderkoordinaten) angeben [8, 103]

S, =0, (8.1)
Sp=y1-52, (8.2)
S, =c-exp (—572) +(1—c)-exp (— r ) . (8.3)
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Abbildung 8.2: Schnitt durch die zylindrische Wirbelstruktur mit Vortezcore. Analytische
Kurve ist durch Gl. 8.3 gegeben. (w/J =0.2, D/J = 0)

Der freie Parameter ¢ wird dabei mittels des Ritz’schen Verfahrens bestimmt:

0.708
~ —0.188 . 8.4
¢ T 15020+ 002787 (8-4)

r ist dabei der Radius des Zylinders, p = h/d,, die reduzierte Hohe, und

Ja?
dem = 6(,{)((3) (85)

die Austauschléinge mit der Riemannschen Zetafunktion ((3) ~ 1.2.

Die Ursache solcher Wirbelstrukturen ist das Zusammenspiel von Austausch- und
Dipol-Dipol Wechselwirkung. Die Dipol-Dipol Wechselwirkungsenergie wird dabei
durch den sogenannten Ringschluff minimiert. D.h., die magnetischen Momente ord-
nen sich so an, daf} sie alle hintereinander aufgereiht sind, wodurch Streufelder ver-
mieden werden und der dipolare Anteil an der Gesamtenergie minimiert wird. Fiir
die Austauschwechselwirkung ist es giinstig, wenn die magnetischen Momente paral-
lel orientiert sind. Dabei spielt es keine Rolle, ob die magnetischen Momente parallel
hintereinander oder parallel nebeneinander aufgereiht sind. Die Wirbelstruktur hat
dabei einen grofleren Energiebeitrag kommend von der Austauschwechselwirkung,
als ein Zylinder mit gleicher Orientierung aller magnetischen Momente. Allerdings
liegt durch die Absenkung des dipolaren Anteils an der Energie bei der Bildung des
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8 Thermisch aktivierte Vortexstrukturen

Wirbels, insgesamt eine energetisch giinstigere Struktur vor.

Abhingig vom Radius des Zylinders sind nun unterschiedlich viele magnetische Mo-
mente an dem Ringschluf} beteiligt. Innerhalb des Vortexcores sind nur noch wenige
magnetische Momente an der Bildung des Ringes beteiligt, so daf} sie dabei praktisch
nicht mehr hintereinander orientiert sind. Zuletzt wéren es nur noch vier magnetische
Momente, welche jeweils in einem Winkel von 90° zueinander orientiert sind. Dies
ist aber aus Sicht der Austauschwechselwirkung, die in diesem Fall Null wére, als
auch aus der Sicht der Dipol-Dipol Wechselwirkung energetisch duflerst ungiinstig.
Um die Energie des Systems zu minimieren, werden die magnetischen Momente aus
der Ebene heraus gedreht. Hat man zudem noch ein magnetisches Moment genau in
der Mitte des Zylinders, so steht dieses senkrecht auf der Wirbelebene. Da der Zy-
linder nicht nur aus einer Schicht besteht, sondern aus vielen Schichten, die alle den
Wirbel ausbilden, stehen die magnetischen Momente genau in der Zylindermitte hin-
tereinander aufgereiht, was wiederum die Dipol-Dipol-Wechselwirkungsenergie und
die Austauschwechselwirkungsenergie minimiert. Es bleibt noch anzumerken, daf
die Richtung der Zirkulation, also der Drehsinn des Wirbels, sowie die Orientierung
der magnetischen Momente im Vortezcore zufillig sind.

Betrachtet man anstelle eines Zylinders eine zweidimensionale Filmstruktur, so gibt
es neben dem Zusammenspiel von Dipol-Dipol Wechselwirkung und Austauschwech-
selwirkung noch eine weitere Moglichkeit zur Ausbildung von Wirbelstrukturen,
die Austauschanisotropie. Abhéngig von der Stéirke der Austauschanisotropie findet
man zudem einen Ubergang von einer out-of-plane Vortezstruktur zu einer in-plane
Vortexstruktur [104]. Bei der out-of-plane Vortexstruktur handelt es hierbei um die
bereits oben beschriebene Struktur eines Wirbels mit einer senkrecht auf der Wir-
belebene stehenden Magnetisierungskomponente in der Mitte des Wirbels. Bei der
in-plane Vorterstruktur liegt ein Wirbel vor, ohne daf} eine Magnetisierungskompo-
nente senkrecht auf der Wirbel- bzw. Filmebene existiert.

8.1 Gleichgewicht: lokale Molekularfeldnaherung

Betrachtet man die Thermodynamik eines out-of-plane Vortex mittels lokaler Mo-
lekularfeldnidherung, so findet man das gleiche Verhalten wie im Fall der Vortex-
doménenwand. Abb. 8.3 zeigt die Magnetisierung als Funktion der Temperatur fiir
die beiden auftretenden Félle, dal die Mitte des Wirbels sich genau zwischen den
Gitterpldtzen befindet (Zylinderdurchmesser: 32 magn. Momente) oder genau mit
einem besetzten Gitterplatz zusammenfillt (Zylinderdurchmesser: 35 magn. Mo-
mente). In dem Fall des Zylinderdurchmessers von 35 magnetischen Momenten hat
man genau ein magnetisches Moment in der Zylindermitte, welches senkrecht auf
dem Wirbel steht. Abb. 8.3a zeigt, dafl die senkrechte Magnetisierungskomponente,
also die Magnetisierungskomponente, welche nur im Vortezcore auftritt, bereits bei
einer kritischen Temperatur 7 verschwunden ist, bevor die in der Ebene orientierte
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Abbildung 8.3: Magnetisierung als Funktion der Temperatur einer zylindri-
schen Vortezstruktur: (a) Zylinderdurchmesser: 35 magn. Momente,
(b) Zylinderdurchmesser: 32 magn. Momente. Dargestellt ist jeweils die
Magnetisierung in dem Bereich auflerhalb des Vortezcores (“Domine”)
und im Zentrum des Zylinders ( Vortezcore). In (b) sind zudem die beiden
Komponenten der Magnetisierung des Vortexcores aufgetragen (offene
Symbole). (w/J = 0.2, D/J = 0)
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8 Thermisch aktivierte Vortexstrukturen

T/T.= 0.0
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Abbildung 8.4: Magnetisierung des Vortezcores als Funktion der Temperatur. Dargestellt
ist die senkrechte Magnetisierungskomponente bei drei Temperaturen:
T/T.=0,T*/T. > T/T. = 0.554 und T* /T, < T /T, = 0.83. (w/J = 0.2,
D/J=0)
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8.2 Dynamik: Superparamagnetisches Verhalten

Magnetisierungkomponente bei der Curietemperatur ebenfalls verschwindet. Bei der
Simulation wurde hierbei die senkrechte Magnetisierung M, = M, des zentralen ma-
gnetischen Momentes mit der Magnetisierung eines in der Wirbelebene orientierten
magnetischen Momentes verglichen. Dabei wurde zunéchst die Magnetisierung an
jedem Gitterplatz bestimmt und dann iiber die Schichten entlang der Zylinderachse
gemittelt. Die in-plane Magnetisierung ist dabei gegeben durch My = /M2 + M7,
wobei M, n € {z,y, 2z} die Komponenten der Magnetisierung sind, die sich aus der
zeitlichen Mittelung der magnetischen Momente ergeben M = (S).

Abb. 8.3b zeigt den korrespondierenden Fall des Zylinders mit 32 magnetischen Mo-
menten im Durchmesser. Hier gibt es kein zentrales magnetisches Moment, so daf3
die vier am néchsten zur Mitte liegenden magnetischen Momente betrachtet werden.
Da diese nicht senkrecht auf dem Wirbel stehen, sondern verkippt aus der Wirbe-
lebene herauszeigen, 148t sich diesen magnetischen Momenten eine Komponente in
der Ebene und eine senkrecht aus der Ebene herauszeigende Magnetisierungskom-
ponente zuordnen®. Abb. 8.3b zeigt, daff die senkrechte Magnetisierung M, zuerst
verschwindet und dann die Magnetisierung in der Ebene M)|. Dies ist analog zu dem
Fall des Zylinders mit 35 magnetischen Momenten Durchmesser. Man erkennt zu-
dem, daf} die in der Ebene liegende Magnetisierungskomponente der magnetischen
Momente des Vortercores zundchst nur leicht, und sobald die senkrechte Magneti-
sierungskomponente verschwunden (7 > T*) ist, stirker abnimmt, um bei der Cu-
rietemperatur 7, zu verschwinden. Was man also beobachtet ist ein Ubergang von
einem out-of-plane Vortezr hin (T < T*) zu einem in-plane Vortex (T > T*).

Abb. 8.4 zeigt noch einmal schematisch die senkrechte Magnetisierungskomponente
fiir verschiedene Temperaturen. Dargestellt ist nur der Bereich des Vortexcores, da
auferhalb diese Magnetisierungskomponente iiberall Null ist.

8.2 Dynamik: Superparamagnetisches Verhalten

Die bisherigen Untersuchungen wurden mittels Molekularfeldndherung durch-
gefiihrt. Nun stellt die Molekularfeldndherung zum einen nur eine grobe Niherung
dar, zum anderen unterschétzt sie die auftretenden Effekte, wie bereits in Kapitel
7.1.1 gezeigt wurde. Deshalb erscheint es notwendig noch eine andere Methode zu
verwenden. In diesem Fall wird zusétzlich die stochastische Landau-Lifshitz-Gilbert
Gleichung geldst. Die Motivation hierfiir soll kurz begriindet werden.

Der Vortezxcore stellt einen eng begrenzten Bereich dar, in dem die magnetischen Mo-
mente in die eine oder andere Richtung senkrecht zur Wirbelebene zeigen kénnen.
Dies erinnert stark an Nanopartikel, bei denen sich ein superparamagnetisches Ver-

IDas gleiche gilt natiirlich fiir alle magnetischen Momente in Bereich des Vortezcores, ausge-
nommen das zentrale magnetische Moment im Fall der Zylinder mit einem Durchmesser ungerader
Anzahl magnetischer Momente, z.B. 35
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8 Thermisch aktivierte Vortexstrukturen

halten? beobachten 148t. Untersucht man diese Nanopartikel mittels einer Mole-
kularfeldrechnung, so wird man dieses Verhalten nicht sehen, da die Molekular-
feldndherung die Eigenschaft hat, in dem Energieextremum zu verweilen in dem sich
das System gerade befindet. Generell ist die Molekularfeldndherung nicht geeignet
dynamische Prozesse zu beschreiben. Mit Hilfe der stochastischen Landau-Lifshitz-
Gilbert Gleichung hat man aber eine Moglichkeit, sowohl die Dynamik, als auch die
Thermodynamik zu untersuchen.

In der Tat findet man das erwartete superparamagnetisches Verhalten des Vortezco-
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Abbildung 8.5: Superparamagnetisches Verhalten des Vortezcores. Dargestellt ist die
senkrechte Magnetisierungskomponente des Vortexcores als Funktion der
Zeit fir verschiedene Temperaturen. (w/J = 0.2, D/J =0, a = 0.02)

res. Abb. 8.5 zeigt die senkrechte Magnetisierungskomponente M als Funktion der
Zeit fiir ansteigende Temperaturen. Die einzelnen Punkte sind dabei iiber 100000

2Von einem superparamagnetischen Verhalten eines Nanoteilchens spricht man, wenn Magne-
tisierungsrichtung thermischen Fluktuationen folgt, also das Nanoteilchen unkontrolliert umma-
gnetisiert. Die Ursache hierfiir ist, dafl die thermische Energie grofier ist als die Kristallanisotropie.
Diese Erscheinung tritt bei sehr kleinen eindominigen Nanopartikeln auf.

96



8.2 Dynamik: Superparamagnetisches Verhalten

Zeitschritte gemittelt worden. Deutlich zu erkennen ist das Umschalten der Magne-
tisierung zwischen den beiden Orientierungsrichtungen M, = +1 und M, = —1,
wobei mit steigender Temperatur die Haufigkeit der Ummagnetisierung steigt.

Um die Energiebarriere bestimmen zu kénnen, wurde die Zeit bis zum ersten Um-
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Abbildung 8.6: Zeit bis zum ersten Ummagnetisierungsevent als Funktion der inversen
Temperatur. Bei der Simulation wurde das Verhéltnis w/J variiert, und
somit der Radius des Vortezcores (Siehe Text). (D/J =0, a = 0.02)

magnetisieren, gemittelt {iber eine Anzahl von 50 Durchlédufe, als Funktion der Tem-
peratur bestimmt. Die Simulation wurde dabei fiir verschiedene Stédrken der Dipol-
Dipol Wechselwirkung durchgefiihrt (Abb. 8.6). Zu erkennen ist die Zunahme der
Zeit bis zum ersten Ummagnetisieren mit abnehmender dipolaren Stérke w/J. Dies
bedeutet eine Zunahme der Energiebarriere fiir kleinere w/J. Gleichzeitig bedeutet
eine kleinere dipolare Kopplung eine Vergréflerung des Radius des Vortexcores [8].
Dies kann man vergleichen mit dem Verhalten superparamagnetischer Nanopartikel,
bei denen die Stabilitdt ebenfalls mit Verkleinerung des Partikelradius abnimmt. Die
Vergrolerung des Vortercores bedeutet auch, dal der Winkel zwischen benachbar-
ten magnetischen Momenten kleiner wird, so dafl es zu einer stirkeren Austausch-
bzw. Dipol-Dipol Wechselwirkung zwischen diesen beiden magnetischen Momenten
kommt, was eine Stabilisierung des Zustandes bedeutet. An dieser Stelle soll ange-
merkt werden, dafl bei den Simulationen keine Anisotropien betrachtet wurden, so
dafl die Stabilitdt der einzelnen Zustdnde nur durch das Zusammenspiel der Dipol-
Dipol Wechselwirkung mit der Austauschwechselwirkung bestimmt ist.

Eine Stabilisierung des Zustandes bedeutet aber auch, daf§ die Energiebarriere, wel-
che tiberwunden werden muf}; um in den Zustand mit entgegengesetzter Orientie-
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8 Thermisch aktivierte Vortexstrukturen

rung der Magnetisierung im Vortezxcore zu gelangen, zunimmt. Leider lassen sich
nur sehr schwer Riickschliisse auf die Energiebarriere ziehen, da der Ummagnetisie-
rungsmechanismus unklar ist. Es wird allerdings davon ausgegangen, daf} es zu einem
kohdrenten Ummagnetisieren der magnetischen Momente im Vortezcore kommt, mit
einem Zwischenzustand bei dem alle magnetischen Momente sich in der Ebene be-
finden und einen Wirbel bilden, also einen in-plane Vorter-Zustand. Dies wiirde
bedeuten, dafl die Energiebarriere gegeben ist durch die Energiedifferenz der Ener-
gien des out-of-plane Vortezr und des in-plane Vortex [105].

Genaue Aussagen lassen sich nun mittels Langevin-Dynamik nicht machen, da zeit-
lich gemittelt werden muf}, um die Magnetisierung zu bestimmen. Dadurch wird
unter Umstédnden auch iiber die Dynamik mitgemittelt. Anderseits sind sowohl Mo-
mentaufnahmen, als auch die Bilder der zeitlich gemittelten Strukturen, derart ver-
rauscht, dafl aus ihnen keine Riickschliisse auf den Ummagnetisierungsmechanismus
zu gewinnen sind. Einzig ein Rauslaufen des Vortexcores aus dem Zylinder ist auszu-
schliefen. Allerdings beobachtet man ein thermisches Driften des Vortezcores, doch
handelt es sich hierbei um stochastische Bewegungen, um die Ruhelage in der Mitte
des Zylinders.

Fiir die Bestimmung des Zeitpunktes der Ummagnetisierung spielt dieser Effekt
keine Rolle. Der Grund hierfiir ist die geordnete Struktur, mit der die Simulation
gestartet wird und die Tatsache, dafl ein Ummagnetisieren der senkrechten Magneti-
sierung sich als statistisch wahrscheinlicher erwies als das Wegdriften des gesamten
Vortexcores. Die Driftbewegungen des Vortercores lassen sich bei der Auftragung
der senkrechten Magnetisierung M, iiber der Zeit als kontinuierliche Abnahme von
M, beobachten. Die abrupten Ubergiinge von M, = +1 nach M, = —1, sind die
Ummagnetisierungsprozesse des Cores (siehe Abb. 8.5).

Eine weitergehende Untersuchung z.B. mit der Landau-Lifshitz-Bloch Gleichung er-
scheint erfolgversprechend um weitergehende Erkenntnisse zu liefern, da sich hiermit
klaren liefle, wie die magnetischen Momente ummagnetisieren, was einen Riickschlufl
auf die Energiebarriere zuliefle. Dies setzt aber die Klarung der Richtigkeit dieser
Methode vorraus, was allerdings noch nicht vollstindig geschehen ist.
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Die rasante technologische Entwicklung der letzten Jahre hat zu einer stetig wachsen-
den Speicherdichte bei gleichzeitig immer kleiner werdenden Speichermedien gefiihrt.
Allerdings scheint es notwendig, einige Konzepte zu dndern, um das stetige Wachs-
tum bei gleichzeitig immer geringeren Zugriffszeiten auf Daten auch zukiinftig zu
gewihrleisten.

Ein Konzept ist die Aufgabe der herkémmlichen mechanisch betriebenen Festplat-
ten zu Gunsten nanostrukturierter Speichermedien. Der am meisten Erfolg verspre-
chende Weg dabei ist, solche Speichermedien unter Verwendung selbstorganisierter
Nanopartikel herzustellen [9, 10]. Der Vorteil gegeniiber lithographischen Methoden
liegt klar auf der Hand, da man auf diese Weise eine hohere Speicherdichte erreicht.
Nun fiihrt aber eine stetige Verringerung der Partikelgrofie, um eine héhere Spei-
cherdichte zu erreichen, zu Problemen, da die Magnetisierungsrichtung der Parti-
kel thermisch nicht stabil bleibt. Die Magnetisierung des Nanoteilchens fangt an zu
fluktuieren. Dieses Verhalten nennt man Superparamagnetismus. Aus diesem Grund
bedarf es Nanopartikel aus Materialien mit einer hohen Anisotropie, um eine gréflere
thermische Stabilitéit zu gewéhrleisten. Zu diesen Materialien gehort FePt, welches
in der L;0 Phase eine besonders grofile Anisotropie aufweist.

In diesem Kapitel sollen F'e Pt Nanopartikel mittels Langevin-Dynamik untersucht
werden. Die Materialparameter entstammen in diesem Fall nicht aus der Literatur
oder sind Experimenten entliehen, sondern kommen von einer Ab-Initio Rechnung,
in der explizit die Materialparameter, wie die langreichweitige Austauschkopplung,
berechnet wurde. Die Ab-Initio Rechnungen wurden dabei innerhalb einer Koope-
ration mit dem Festplattenhersteller Seagate Research von O. Mryasov berechnet
[106].

Der Aufbau dieses Kapitels ist wie folgt, zunéichst werden die FePt Nanoparti-
kel charakterisiert und die Anwendbarkeit des Néel-Brown Gesetzes iiberpriift. Im
zweiten und dritten Teil werden dann die Methode des lokalen Molekularfeldes und
die Methode der Greenfunktionen auf das FePt System angewendet. Im Fall der
Greenfunktionsmethode wird allerdings ein ausgedehntes Bulksystem und keine Na-
nopartikel betrachtet. Das Kapitel beginnt mit einer Beschreibung der verwendeten
effektiven Heisenberg Hamiltonfunktion.
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Abbildung 9.1: Schematische Darstellung des Fe Pt Kristalls in der L;0 Phase.

9.1 Die effektive FePt Heisenberg Hamiltonfunktion

Abb. 9.1 zeigt einen Teil eines FePt-Kristalls in der L;0 Phase. Die zugehorige
Hamiltonfunktion ist gegeben durch:
Jii J; J,
%Fept: - Z?JSZSJ_Z7SZSk_Z¥SlSk (91)

ij ik 1k

DR Y (S - DriY (S7)°

1

- ,UFeB'ZSi—,UPtB'ZSk
i k

— W z 3 (Sm ' emn) (em; . Sn) - Sm . Sn
m<n Tmn

Dabei wurde die Konvention benutzt, dafl 7z und j die Gitterplitze des Eisens Fe, k

und [ die Gitterplidtze des Platins Pt und m und n sowohl die Gitterplitze des Eisens

als auch des Platins symbolisieren. Die einzelnen Terme der Hamiltonfunktion sind

im einzelnen die langreichweitige Austauschwechselwirkung zwischen den magneti-
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schen Momenten der Eisenatome (erster Summand), die Austauschwechselwirkung
zwischen den magnetischen Momenten der Eisenatome und denen der Platinatome
(zweiter Summand), die Austauschwechselwirkung zwischen den magnetischen Mo-
menten der Platinatome (dritter Summand). Die Summanden vier und fiinf sind
die Anisotropieterme der Eisen- bzw. Platinatome und die darauffolgenden beiden
Terme stellen die Ankopplung der beiden Atomsorten an ein dufleres Feld dar. Der
letzte Summand beschreibt die Dipol-Dipol Wechselwirkung aller magnetischen Mo-

mente. Die Stérke der dipolaren Kopplung ist dabei durch w = #£—fs— gegeben,
wobei (™ und p{™ jeweils durch pr, bzw. pp; zu ersetzen ist, abhiingig davon ob
der Gitterplatz m bzw. n von einem Eisen oder Platin Atom besetzt ist.

Das Platinatom besitzt nun selbst kein permanentes magnetisches Moment, sondern
die magnetischen Momente des Platins werden durch die umgebenden magnetischen
Momente der Eisenatome induziert. Somit lassen sich die magnetischen Momente

des Platins schreiben als

> JiS; (9.2)

SFePt i

mit der Summation iiber alle Fe-Pt Wechselwirkungen Sp.p; = ¥; Jix- Als Konse-
quenz ergibt sich 0 < [Sg| < 1.

Die dipolare Wechselwirkung als auch die Austauschwechselwirkung der Platinato-
me ist vernachldssigbar klein und sollen somit im Weiteren vernachléssigt werden.
Kombiniert man jetzt Gl. 9.1 mit Gl. 9.2 so ergibt sich eine effektive Hamiltonfunk-
tion, welche nur noch die magnetischen Momente des Eisens enthélt:

2)

D
Hpe = _Z ZJS S; — pM Z(SZ?)?_Z%SZ;S];_NB.Z& (9.3)
7.7 T (Y] 1
oy S8 8.5,
1<J L]

mit der neuen, effektiven Austauschwechselwirkung

Jij = Jij + Srept > ik (9.4)
%

der Einionenanisotropie

DY = Dy + DpiStepy Z : (9.5)

der Zweiionenanisotropie

DY = 2DpS%.p, S Tk (9.6)
k

und dem Moment

M= [re T [Pt - (9.7)
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Abbildung 9.2: Ortsdarstellung der langreichweitigen  Austauschwechselwirkung.
Beriicksichtigt werden bis zu zehn néchste Nachbarn in der Fe-Ebene
(zy-Ebene) und fiinf nichste Fe-Ebenen. z/a = 0: Austauschwech-
selwirkung innerhalb einer Fe-Ebene der L;0 Struktur, z/a # O:
Wechselwirkung zweier Fe-Momente unterschiedlicher Fe-Ebenen. (Die
Austauschwechselwirkung ist in diesen Féllen mit dem angegebenen
Faktor vergrofiert dargestellt.)

Die Austauschwechselwirkung und die Austauschanisotropie (Zweiionenanisotropie)
sind langreichweitig, es werden hierbei bis zu zehn néchste Nachbarn beriicksichtigt.
Diese langreichweitigen Wechselwirkungen werden analog der Dipol-Dipol Wech-
selwirkung mittels einer Fast-Fourier Transformation behandelt. Die Materialpa-
rameter fiir die langreichweitige Austauschwechselwirkung, sowie die Anisotropi-
en entstammen einer Ab-Initio Rechnung [106-108]. Abb. 9.2 zeigt die berechnete
Austauschwechselwirkung entlang der F'e-Ebene bzw. in senkrechter Richtung zu
den Fe Ebenen. Man erkennt deutlich das oszillatorische Verhalten einer RKKY-
Wechselwirkung.

Mit Hilfe dieser Hamiltonfunktion lassen sich F'e Pt Nanopartikel mittels Langevin-
Dynamik untersuchen. Von Interesse ist dabei das thermische Ummagnetisierungs-
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verhalten der Nanopartikel. Erste Uberlegungen zum Verstindnis der thermisch ak-
tivierten Ummagnetisierung lassen sich in der Arbeit von W. F. Brown finden [47].
Die Uberlegungen des resultierenden Néel-Brown Modells sollen im Folgenden kurz
geschildert werden.

9.2 Das Néel-Brown Modell

Ausgangspunkt ist ein magnetisches Partikel mit einer leichten Achse in z-Richtung.
Die Energiedichte 148t sich dann schreiben als:

E = KVsin?0 — uHcosf . (9.8)

Dabei ist # der Winkel zwischen der leichten Achse, also der z-Achse und der Rich-
tung der Magnetisierung. H ist ein externes Feld, welches lings der z-Achse orientiert
sein moge. K ist die Anisotropiedichte und V' das Volumen des Partikels.

Im thermischen Gleichgewicht befindet sich das Teilchen in einem Energieminimum
dE/df = 0:

sin@(2KV cosf + pH) =0 . (9.9)

Diese Gleichung hat in dem Intervall von 0 bis 7 drei Losungen: zwei Minima sin =
0 60 =0%& 6 =, sowie ein Maximum cosf = —uH/2KV. Die zugehorigen
Energiedichten sind:

Minima:
Ei=—uH, 6=0 (9.10)
Ey=+uH, 0=n (9.11)
Maximum:
En—kv+ P gy [1 + (HMS)Q] 9.12)
4KV 2K
Im letzten Schritt wurde verwendet, daf} fiir das magnetische Moment gilt
p=VM, . (9.13)

M; ist dabei die Séttigungsmagnetisierung.

Um von einem Energieminimum FE; zum anderen Fy zu gelangen muf} die Energieb-
arriere AF = F,, — F, iiberwunden werden. Die Anzahl der Partikel, welche vom
Zustand 1 (erstes Energieminimum E7, oder Magnetisierung in +z-Richtung) in den
Zustand 2 (zweites Energieminimum F,, oder Magnetisierung in —z-Richtung) pro
Zeiteinheit springen, 148t sich durch folgendes Arrhenius-Gesetz angeben:

Vig = C12€_ﬁAE (9.14)

. —BKV (1 + H/Hk)?

= (12
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9 FePt Nanopartikel

Abbildung 9.3: Energiesketch Néel-Brown-Modell. Um von Zustand 1 (Energieminimum
E4) in den Zustand 2 (Energieminimum Fs) zu gelangen, mufl die Ener-
giebarriere AE = E,, — F iiberwunden werden.

Hierbei ist ¢;9 = const., 8 = chLT und
2K
Hyx = M (9.15)

Analog 148t sich fiir den Ubergang von Zustand 2 in den Zustand 1 angeben:

—H(En — Er) (9.16)
—AKV(1 - H/Hk)?

Vo1 = Co1€
= (91 €

Im Falle von H = 0 ist

V19 = V91 = CE€ _ﬂKV (917)
mit Cig2 = C91 = C.
In diesem Fall gibt man meist die Relaxationszeit 7 an:

_KV

r=r1oe kT | (9.18)
Nun findet man aber in der Literatur erste Hinweise, dafl dieses einfache Mo-
dell unzureichend ist. So ist zum Beispiel die Magnetisierung selber temperatu-
rabhéingig, ebenso die Anisotropie [109, 110]. Aulerdem scheint es, dafi neben den
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9.3 Charakterisierung der FePt Nanopartikel

transversalen Fluktuationen der Magnetisierung auch longitudinale Fluktuationen
zu beriicksichtigen sind [111]. Es ist deshalb davon auszugehen, dafl dieses Modell
lediglich fiir tiefe Temperaturen seine Berechtigung haben diirfte.

Mit Hilfe des obigen Modells ist es dennoch méglich diese Theorie zu iiberpriifen,
wobei die Temperaturabhéngigkeiten und die unterschiedlichen Arten der Fluktua-
tionen exakt mitgenommen werden. Doch zuvor soll die Tauglichkeit des Modells an
einigen Beispielen, die auch zur Charakterisierung der F'e Pt Nanopartikel dienten,
demonstriert werden.

9.3 Charakterisierung der FePt Nanopartikel

YT ST WY N N\ \ St . Y
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Abbildung 9.4: Momentaufnahmen der Hysterese eines FePt Partikels. Dargestellt sind
Momentaufnahmen der kohirenten Rotation. Die einzelnen Kegel stel-
len die Fe Momente dar, die Pt Momente sind nicht dargestellt. Gut zu
erkennen ist die kohidrente Ummagnetisierung des Nanopartikels. (Tem-
peratur 1 Kelvin, Partikelgréfe 1.54nm)

Die Grofle der Nanopartikel ist so gewihlt, dafl sie eindoméinig sind und eine
kohédrente Rotation als Ummagnetisierungsmechanismus zu erwarten ist. Um dies
zu iiberpriifen, wird an das Nanopartikel ein Gegenfeld angelegt, um es somit umzu-
magnetisieren. Die Abb. 9.4 zeigt die Ummagnetisierung eines F'e Pt Nanopartikels
zu #dquidistanten Zeitpunkten. Es ist zu erkennen, dafl es sich dabei in der Tat
mittels einer kohdrenten Rotation ummagnetisiert, also alle magnetischen Momente
zusammen sich wie ein einziger Makrospin verhalten. Die Abb. 9.5 zeigt die Umma-
gnetisierungszeit als Funktion der Gilbertdimpfung «. Der a + 1/a-Verlauf weifit
ebenfalls auf eine kohérente Rotation hin, wobei mit abnehmender Diampfung die
Rotationsbewegung zunimmt, was zu einer Verlingerung der Ummagnetisierungs-
zeit fiihrt. Im Grenzfall groler Dadmpfungen kommt es hingegen zu einer direkten
Ummagnetisierung, welche mit zunehmender Dampfung immer stiarker gedampft,
und somit immer langsamer wird.

Betrachtet man nun die sich aus der Langevin-Dynamik ergebende Magnetisierung
als Funktion der Temperatur (Abb. 9.6), so erkennt man zunéchst den linearen Abfall
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Abbildung 9.5: Ummagnetisierungszeit als Funktion der Gilbertdimpfung «. Die Nano-
partikel magnetisieren iiber eine kohirente Rotation um. Die Kurve gibt
das typische Verhalten einer Rotations-Prizessions-Bewegung wieder. Die
durchgezogene Linie ist die erwartete a-Abhingigkeit: 7 o< a + 1/a.
(Partikelgrofie: 1.54nm, Temp.: 1 Kelvin, Magnetfeldstiarke: 16 Tesla)

der Magnetisierung bei tiefen Temperaturen, welcher auf den klassischen Charak-
ter der Rechnung zuriickzufiihren ist. Weiterhin findet man einen finite size Effekt,
welcher allerdings zu erwarten war, da es sich bei dem Nanopartikel um kein unend-
lich grofles System handelt. Die Magnetisierungskurven zeigen aber auch eine sehr
gute Ubereinstimmung der Curietemperaturen mit den erwarteten Ergebnissen. So
liegen die berechneten Curietemperaturen im Bereich 600 bis 750 Kelvin. Der Wert
der Curietemperatur von FePt liegt bei ungefdhr 750 Kelvin, wobei dieser Wert fiir
ein ausgedehntes Material gilt und durchaus kleiner sein kann, z.B. bei Filmen [113].
Einen finite size Effekt findet man ebenfalls bei der temperaturabhéngigen Aniso-
tropie, welche definiert ist als die Energiedifferenz der Zustédnde mit Magnetisierung
senkrecht bzw. parallel zur leichten Achse

Ki(T)=E(T,B=Be,) — E(T,B =Be) . (9.19)

Abb. 9.7 zeigt die Anisotropie als Funktion der Temperatur. Zu erkennen ist, daf
die Zweiionenanisotropie dominierend ist. Weiterhin gut zu erkennen, dafl die Ani-
sotropie bei ungefiahr 750 Kelvin verschwindet, was auf eine Curietemperatur von
ungefdhr 750 Kelvin hinweist. Dies bestitigt noch einmal die Qualitdt des Modells.
Mit diesen Tests ist gezeigt wurden, dafl dieses Modell in der Lage ist, damit F'ePt
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Abbildung 9.6: FePt: Magnetisierung als Funktion der Temperatur. (Bild aus [112].)

le+07 T T T T T
o?E\ s s s W | MAI% —0—
S S WO Ion par _
= 8e+06 | | - single ion part —<
G Oet06 - g
§4e+06 e = '\e ———————— —————— —
= B U
B 2406 ]
c e
< LTy e og ooy Sed
0 100 200 300 400 500 600 700 800

Temperature T' (K)

Abbildung 9.7: Temperaturabhiingigkeit der Anisotropie. (Bild aus [112].)
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Nanopartikel verniinftig zu beschreiben. Jetzt ist man in der Tat in der Lage, der
Frage nach der Tauglichkeit der Brown’schen Theorie nachzugehen.

9.4 Uberpriifung der Brown’schen Theorie

Abb. 9.8 zeigt die Simulationsergebnisse der thermisch aktivierten Ummagnetisie-
rung, dabei wurde jeder Punkt aus einhundert Simulationsdurchldufen bestimmt.
Die durchgezogenen Linien stellen das analytische Ergebnis nach Brown dar

1+ VTksT (ND (1- h)2>
"T T a2D UND(—-h)(1—-h) P\ kel

mit h = pusB/2D. Die Anisotropie D berechnet sich dabei als Summe der Einione-
nanisotropie D) und Zweiionenanisotropie Dg). N ist die Anzahl der Atome des
Nanopartikels.
Deutlich zu erkennen ist, daf§ die analytische Rechnung die numerisch gewonnenen
Daten nicht beschreibt. Betrachtet man die numerischen Daten so fillt weiter auf,
daff sich die Kurven alle bei einer Temperatur (7 = 0.0151/K) schneiden. Rech-
net man diese inverse Temperatur um, so erkennt man, dafl es sich hierbei um die
Curietemperatur handelt. Dies weifit darauf hin, dal die Energiebarriere tempera-
turabhéngig ist und bei der Curietemperatur verschwindet.
Nimmt man nun die Temperaturabhéngigkeit der Magnetisierung und Anisotropie
explizit mit und die entsprechenden GréBen aus den Simulationen (Abb. 9.6 und
9.7), so findet man im Tieftemperaturbereich eine gute Ubereinstimmung der ana-
lytischen Theorie mit den numerischen Daten (Abb. 9.9). Die Abweichung bei den
hohen Temperaturen ist dabei zu erwarten gewesen, da die Brown’sche Theorie ganz
allgemein nur fiir einen Temperaturbereich von kg7 < A& giiltig ist.
Da die Simulationszeit fiir tiefe Temperaturen relativ grofl wird scheint es sinnvoll
nach einer anderen Methode zu suchen, um die temperaturabhingige Brown’sche
Theorie auch fiir tiefe Temperaturen weiter zu bestitigen. Ein Weg ist die dyna-
mische Koerzitivfeldstiarke zu bestimmen. Dazu wird wihrend der Simulation ein
Gegenfeld angelegt, welches mit einer Rate von % = 17T /ns schrittweise erhoht
wird um die Koerzitivfeldstirke zu bestimmen.
Abb. 9.10 zeigt die iiber 25 Durchldufe gemittelte Koerzitivfeldstirke als Funktion
der Temperatur. Die sich aus der Brown’schen Theorie ergebende Koerzitivfeldstérke
ist gegeben durch

B, (r,T) = 2}{;1(%) (1 - \/% In (%)) . (9.21)

Vergleicht man diesen analytischen Ausdruck der Koerzitivfeldstirke unter
Beriicksichtigung der Temperaturabhingigkeit der Magnetisierung sowie der Ani-
sotropie, so erkennt man eine gute Ubereinstimmung und eine weitere Bestiitigung
der temperaturabhéngigen Brown’schen Theorie.

(9.20)
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Abbildung 9.8: Uberpriifung des Néel-Brown Gesetzes. Mit dem Néel-Brown Gesetz las-

sen sich die numerisch bestimmten Kurven nicht fitten. Das Néel-Brown
Gesetz versagt da die Temperaturabhingigkeit der Magnetisierung, sowie
der Anisotropie nicht eingeht. (Bild aus [112].)
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Abbildung 9.9: Uberpriifung des thermischen Néel-Brown Gesetzes. Hier wurde die

Temperaturabhingigkeit der Magnetisierung, sowie der Anisotropie
beriicksichtigt, so daB fiir tiefe Temperaturen eine Ubereinstimmung der
numerischen Daten mit dem thermischen Néel-Brown Gesetzes gefunden
wird. Fiir hohe Temperaturen war keine Ubereinstimmung zu erwarten,
da die Néel-Brown Theorie nur fiir tiefe Temperaturen gilt. (Bild aus
[112].)
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Abbildung 9.10: Temperaturabhiingigkeit der Koerzitivfeldstirke. Die numerischen Da-
ten werden sehr gut durch GIL. 9.21 beschreiben. (Bild aus [112].)

9.5 Anwendung der lokalen Molekularfeldndherung auf FePt
Nanopartikel

Die Hamiltonfunktion Gl. 9.3 wurde entwickelt, um damit Langevin-Dynamik zu be-
treiben. Allerdings lassen sich mit ihrer Hilfe noch andere Rechnungen durchfiihren.
So 1aBt sich eine Molekularfeldndherung durchzufiihren. Die korrespondierende Ha-
miltonfunktion ist gegeben durch

Hoyp = _Z?JSi -m; _D(I)Z(Si)Q_ZT]Simj _MB'ZSi ; (9:22)
1,7 i %] i

wobei alle Terme, die nicht S;, enthalten vernachlissigt wurden. Die langreichweitige
Austauschwechselwirkung sowie die langreichweitige Zweiionenanisotropie werden
dabei mittels einer Fast Fourier Transformation berechnet.

Die Magnetisierung ergibt sich dann, analog zu anderen Molekularfeldnéherungen,
Al

SpS;e —FHar 1
m; = — B=— . (9.23)
Sp e _ﬁHMF kBT

Die Abb. 9.11(a) zeigt die Magnetisierung als Funktion der Temperatur fiir die
bereits untersuchten FePt Nanopartikel. Die Ergebnisse werden dabei mit der
Langevin-Dynamik-Simulation verglichen. Wie zu erwarten war ergibt sich fiir
die Molekularfeldndherung eine zu grofle Curietemperatur 7.. Ganz allgemein
ist die Magnetisierung zu grof}, was auf die Vernachlédssigung der Fluktuationen
zuriickzufiithren ist und zu erwarten war.
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Abbildung 9.11: FePt-MF: Magnetisierung iiber der Temperatur. (a) Vergleich der Mo-
lekularfeldndherung mit der Langevin-Dynamik-Simulation eines 3.5nm
Partikels. (b) Der gleiche Plot dargestellt mit einer renormierten Tem-
peratur.
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Verwendet man nun allerdings fiir die Auftragung statt der Temperatur eine re-
normierte Temperatur Abb. 9.11(b), so erkennt man, dafi die Magnetisierungskur-
ven iibereinander liegen. Dies zeigt, dal aufgrund der langreichweitigen Wechsel-
wirkung ein molekularfeldartiges Verhalten vorliegt. Die unterschiedliche Curietem-
peratur ist dabei, wie bereits erwidhnt, auf die Vernachléssigung der Fluktuationen
zuriickzufiihren. Ebenso ist das Nichtauftreten des finite size Effektes eine Folge
davon. Dies hat wiederum den Vorteil, dafy die Curietemperatur einfach abgelesen
werden kann. Dazu ist es allerdings notwendig den “Renormierungsfaktor” zu be-
stimmen, also den Faktor, um den die Magnetisierung der Molekularfeldndherung
zu grof ist gegeniiber der eigentlichen Magnetisierung.

Letztendlich bleibt aber festzuhalten, daf es sich bei der Molekularfeldndherung um
eine Ndherung handelt, welche lediglich zur Unterstiitzung der Langevin-Dynamik-
Simulationen verwendet werden sollte.

9.6 Anwendung der RPA Greenfunktionsrechnung auf FePt
Bulksysteme

Die in Abschnitt 5.4 beschriebene Methode ist allgemeingiiltig und soll nun auf
den Fall eines Eisen-Platin Systems iibertragen werden. Dabei soll zun#chst nur
ein unendlich ausgedehntes System betrachtet werden, da die Bewegungsgleichun-
gen mittels der Fouriertransformationen gelost werden, was wiederum ein unendlich
ausgedehntes System voraussetzt. Eine Reduktion vergrofiert dahingehend den Re-
chenaufwand, da mehr Bewegungsgleichungen gelost werden miissen. Dies ist prin-
zipiell méglich und im Rahmen von Schichtsystemen realisiert [114-116]. In diesem
Fall ist fiir jede Schicht eine Bewegungsgleichung zu l6sen. Im Fall der Nanopartikel
muf} fiir jedes magnetische Moment eine Bewegungsgleichung gelost werden, was
einen unheimlichen Rechenaufwand zur Folge hitte.

Das FePt Gitter besteht, nachdem man die Platinatome in die Wechselwirkungen
integriert hat (Siehe Anfang von Kapitel 9), aus einem kubischen Gitter, wobei nicht
alle Gitterplitze besetzt sind. Um genau zu sein handelt es sich um ein verzerrtes
kubisches Gitter, da der Gitterabstand in den Eisenebenen (zy-Ebene) geringer ist
als zwischen den Eisenebenen und den Platinebenen. Diese Verzerrung ist allerdings
gering und wird deshalb vernachlassigt. Abb. 9.12 zeigt schematisch das betrachtete
Gitter.

Das Vorgehen ist nun analog dem im Abschnitt 5.4 beschriebenen Verfahren. Die
Energie ist durch Gl. 5.24 gegeben, wobei J(0) und D(0) sich aus der Aufsum-
mation der J;; bzw. DS) ergeben, welche bereits fiir die Langevin-Dynamik bzw.
Molekularfeldndherung verwendet wurden. Die J(k) ergeben sich aus der expliziten
Berechnung von GI. 5.26. Die J, sind dabei wieder den Ab-Initio-Daten entnom-
men.

Nun 148t sich eine der beiden Summation in Gl. 5.26 ausfiihren, wobei man drei
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Abbildung 9.12: Das in den Simulationen verwendete kubisches Gitter. Die Gitterkon-
stante ist a, damit ergibt sich als Abstand zweier Spins entlang einer
Achsenrichtung 2a und als kiirzeste Entfernung zwischen zwei Spins

V2a.

Falle unterscheiden kann. Zum einen treten Summanden auf bei denen zwei der drei
Komponenten des Ortsvektors Null sind. In diesem Fall ergibt sich z.B.

—ikynza

1konoa
't +e ,

2cos(kyna) = e
y und z analog. n, ist dabei eine ganze Zahl, die den Abstand in Einheiten der
Gitterkonstante a wiederspiegelt.
Dann treten Summanden auf, wo eine der Komponenten des Ortsvektors Null ist.
Hier ergibt sich

. i(kynga + kynya) i(kgnga — kynya)

4 cos(kynza) cos(kynya) = e

_.'.
4 e —i(kgnza — kynya) 4e —i(kynza + kynya)

Y

xz und yz analog. n, und n, sind dabei ganze Zahlen und bestimmen den Abstand
in z bzw. y Richtung.

Es verbleiben noch die Exponentialfunktionen, deren Ortsvektor alle Komponenten
ungleich Null hat. Hier lassen sich immer acht zusammenfassen und man erhélt
8 cos(kynga) cos(kynya) cos(k,n,a). ngy, n, und n, sind ganze Zahlen. Abb. 9.13
zeigt dies noch einmal schematisch. Die Gittersumme 148t sich somit angeben als

J(k) = Z J(Ng, Ny, 1) 229 2% cos(kynga) cos(kynya) cos(k,n.a) . (9.24)

7
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Abbildung 9.13: RPA-Sketch: dargestellt sind bei der Fouriertransformation auftreten-
den Gittersummen, welche durch die Wechselwirkung zweier magneti-
scher Momente entlang einer Achsenrichtung, durch vier magnetische
Momente in einer Raumebene bzw. durch die restlichen magnetischen
Momente auftreten. Die sich ergebende Gittersumme ist durch Gl. 9.24
gegeben.

Die €,, n € z,y, 2 sind dabei wie folgt definiert: Sie sind Eins, wenn n, # 0 und
Null, wenn n, = 0. Die Summation selbst geht dabei iiber alle Gitterpléitze. Da-
mit und mit den Selbstkonsitenzgleichungen GI. 5.28 und GI. 5.30 148t sich nun die
Magnetisierung fiir das F'e Pt-System berechnen. Abb. 9.15 zeigt die Curietempera-
tur als Funktion der Spinquantenzahl S, aufgetragen ist zudem die experimentelle
Curietemperatur von 750 K. Zu erkennen ist, dafy die Curietemperatur mit zuneh-
mender Spinquantenzahl S abnimmt und fiir S — oo unterhalb von 750 K liegt.
An dieser Stelle mufi man anmerken, dafl nicht klar ist, welche Spinquantenzahl
im Fall des FePt vorliegt, da Spinquantenzahlen eigentlich nur fiir lokalisierte ma-
gnetische Momente existieren. Ein Blick in die Literatur offenbart, dafl im Fall von
RPA-Rechnungen von Materialsystemen in den meisten Féllen eine néchste Nachba-
raustauschwechselwirkung verwendet wurde, wobei die Stirke der Austauschwech-
selwirkung derart angepafit wurde, dafl sich die richtige Curietemperatur ergibt.
Betrachtet man nun die Abb. 9.15 etwas genauer und im Vergleich mit Fig. 5 in
[561] so wird klar, daf8 im Fall groler Spinquantenzahlen die RPA-Niherung die Cu-
rietemperatur als zu klein angibt. Dies ist ebenfalls aus der Literatur bekannt [50],
wo die RPA-Néherung als gut fiir kleine Spinquantenzahlen insbesondere S = 1/2
eingeschitzt wird. Dies bedeutet aber, dal in diesem Fall die Spinquantenzahl sehr
grof} evt. unendlich ist. Das spricht jedenfalls fiir eine klassische Beschreibung, wie
sie im ersten Teil dieses Kapitels durchgefiihrt wurde.
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Abbildung 9.14: Reduzierte Magnetisierung M (T')/M(0) als Funktion der Temperatur
fiir FePt. Die Kurven sind mit der Methode der Greenfunktionen mit
RPA-Entkopplung gerechnet.
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Abbildung 9.15: Curietemperatur T, von FePt als Funktion der Spinquantenzahl S. Die
Curietemperatur von FePt betrigt 750 Kelvin. Die rote Linie schneidet
die Kurve bei einer Spinquantenzahl von S = 8, atomares Fe hat eine
Spinquantenzahl S = 3/2. Der Unterschied besteht darin, daf§ hier kein
atomares System vorliegt und Spinquantenzahlen nur in einem solchen
definiert sind.
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10 Zusammenfassung

Gegenstand dieser Arbeit ist die Untersuchung der Dynamik und Thermodynamik
von Doménen und Doménenwandstrukturen. Den hierfiir verwendeten numerischen
Verfahren liegt das Heisenberg Modell mit langreichweitiger Dipol-Dipol Wechsel-
wirkung und lokalen Anisotropien zugrunde.

Um ein méglichst genauen Uberblick iiber die auftretenden Phinomene zu gewin-
nen, ist eine Reihe unterschiedlicher numerischer Verfahren verwendet worden.
Die dabei gewonnenen Ergebnisse sind gegeniibergestellt und verglichen worden.
Es hat sich dabei gezeigt, dafl sich die einzelnen Verfahren ergénzen und erst die
Kombination der unterschiedlichen Rechnungen einen umfassenden Uberblick liefert.

Die Untersuchung der Dynamik von Doménenwéinden in Nanodrdhten zeigt,
daf die beiden auftretenden Wandformen (transversale Doménenwand und Vortex-
doméanenwand) unterschiedliche Ummagnetisierungsmechanismen aufweisen, was zu
unterschiedlichen Domé#nenwandgeschwindigkeiten fiihrt. Eine genaue Betrachtung
zeigt auf, daf die drei in der Literatur verzeichneten Geschwindigkeitsgleichungen
(Walker Gleichung, die Gleichung von Landau und Lifshitz sowie die Slonczewski-
Gleichung) auf diesen unterschiedlichen Ummagnetisierungsmechanismen basieren
und somit alle drei Giiltigkeit besitzen.

Als &duflerst interessant erscheint zudem der Grenzfall der verschwindenden
Dampfung (Reibung). In diesem Grenzfall reduziert sich die klassische Bewegungs-
gleichung des Heisenberg Modells, die Landau-Lifshitz-Gilbert Gleichung, auf eine
Gleichung, welche nur noch die Prizessionsbewegung, aber nicht mehr die Relaxa-
tion der magnetischen Momente beschreibt. Aus dieser Uberlegung heraus erscheint
eine Doméinenwandbewegung in diesem Grenzfall als nicht moglich. Es zeigt sich
allerdings, dafl es in diesem Grenzfall unter bestimmten Umstéinden doch zu einer
Doménenwandbewegung kommt. In diesen Fillen kommt es aufgrund der Impuls-
und Energieerhaltung zur Emission von Spinwellen.

Betrachtet man die Thermodynamik der Doménenwinde, so findet man ein
unterschiedliches Verhalten der Magnetisierung in den Doménen und in der
Doménenwand. Trégt man die Magnetisierung als Funktion der Temperatur fiir
beide Fille auf so 148t sich erkennen, dafl die Magnetisierung in der Doménenwand
schneller verschwindet als in den Doménen und dafl zwei kritische Temperaturen
auftreten. Die Ursache hierfiir ist eine unterschiedlich starke Kopplung der magneti-
schen Momente in den Domé&nen bzw. in der Domé&nenwand. In der Domé#nenwand
kommt es aufgrund der Verkippung der magnetischen Momente zu einer verringer-
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ten Kopplung, und somit zu einer Reduzierung der kritischen Temperatur. Weiterhin
sind nur die magnetischen Momente in den Doménen in Richtung der leichten Ani-
sotropieachse orientiert, wihrend die magnetischen Momente in der Doménenwand
eine senkrechte Orientierung aufweisen. Dies verstirkt den Effekt zudem, da die
Anisotropie ebenfalls einen Einflufl auf die kritische Temperatur besitzt. Vergleicht
man nun die Ergebnisse aus den fiir diese Untersuchung verwendeten numerischen
Verfahren (Molekularfeldndherung und Monte Carlo Simulation) so stellt man eine
qualitative Ubereinstimmung fest, wobei quantitativ die Molekularfeldniherung die
auftretenden Effekte unterschitzt.

Diese Uberlegungen zur Thermodynamik der Doméinenwinde lassen sich nun
ganz allgemein auf alle magnetischen Strukturen, welche nicht eindoménig sind,
iibertragen, so z.B. auf Vortexstrukturen. Analog zu den Doménenwinden 148t sich
hier ein unterschiedliches Verhalten der Magnetisierung bzw. zwei verschiedene kri-
tische Temperaturen beobachten. In diesem Fall nimmt die Magnetisierung des Vor-
texcores schneller ab als die Magnetisierung des Wirbels. Die Argumentation ist
analog zu dem Fall der Domé#nenwinde. Auch hier liegt eine verringerte Kopplung
der magnetischen Momente aufgrund einer Verkippung vor.

Untersucht wurde dieses Phénomen mittels einer lokaler Molekularfeldrechnung,
bei der es sich bekanntlich um ein Verfahren zur Berechnung der Gleichgewichts-
thermodynamik handelt, dynamische Effekte werden dabei nicht betrachtet. Um zu
iiberpriifen ob relevante dynamische Effekte auftreten, wurde das System zusétzlich
mittels Langevin-Dynamik untersucht. Es stellt sich heraus, dafl neben dem ther-
modynamischen Effekt der verschwindenden Coremagnetisierung ebenfalls ein su-
perparamagnetisches Verhalten des Vortexcores zu beobachten ist. An dieser Stel-
le offenbart sich somit die Notwendigkeit der Verwendung unterschiedlicher sich
ergénzender Untersuchungsmethoden.

Die Uberpriifung der Anwendbarkeit des Néel-Brown-Gesetzes im Fall des su-
perparamagnetischen Verhaltens von FePt-Nanopartikeln zeigt, dafl das Néel-
Brown-Gesetz unzureichend ist, da es die Temperaturabhingigkeit der Magneti-
sierung bzw. der Anisotropien und longitudinale Fluktuationen der Magnetisierung
nicht beriicksichtigt. Unter Beachtung dieser Umstidnde 148t sich ein temperatu-
rabhéngiges Néel-Brown-Gesetz angeben, welches die Simulationsergebnisse besser
wiederspiegelt. Fiir diese Simulation wurden erstmals langreichweitige Wechselwir-
kungen und Materialparameter aus Ab-Initio-Rechnungen verwendet. Der Vergleich
mit dem Experiment zeigt dabei eine sehr gute Ubereinstimmung.

Generell hat sich gezeigt, dafi die Untersuchung der Thermodynamik von Nanostruk-
turen noch am Anfang ist. Besonders die Untersuchung der Dynamik bei endlichen
Temperaturen gestaltet sich relativ schwierig und bedarf evt. neuer bzw. weiterent-
wickelter Verfahren.
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A Anhang

A.1 Fast Fourier Transformation

Zur Berechnung des Dipolfeldes und damit der Dipolwechselwirkungsenergie wird
eine Fast Fourier Transformation verwendet [63, 117]. Um diese anwenden zu kénnen
wird jedem magnetischen Moment, am Gitterplatz (k,[,m) eine Zahl i zugeordnet,
d. h. der 3 dimensionale Ortsraum wird auf einen 1 dimensionalen Raum abgebildet.
Dann 148t sich die Dipolwechselwirkungsenergie schreiben als

w X 3(Si-e)(ei;-S;) — S-S N
%dip___zz = (eg3 i) J =—%ZHi'Si . (A1)

t jFi Tij

i, j sind zwei magnetische Momente, welche sich an den Gitterplitzen r; = (k;, l;, m;)
und ’l"j = (kj,lj,mj) befinden. e,-j = I';—ZL, mit ’l"z‘j =T; — ’I"j und Tij = |’l"i — ’I"j|, ist
der Einheitsvektor der vom magnetisch]en Moment ¢ in Richtung des magnetischen
Momentes j zeigt. Das Dipolfeld ist dann gegeben durch

3(S; - e;) e” S;

(A.2)

H, =y 200

J#1 ij

Unter Verwendung griechischer Indizes fiir die kartesischen Komponenten des Vek-
tors «, 8 € {x,y, z}, 1dBt sich das Dipolfeld schreiben als

=Y Z wi’st . (A.3)

B j=1

w,; ist dabei ein symmetrischer Tensor

1-3(e5)”  —3elier,  —3ehes
1 2
wy=—5 | =3efel; 1-3(eh)  —3egel (A4)
Y —3ej;e5; —36”6” 1-— 3(6%)2

Der Dipoltensor héingt nur von dem Abstand ry; = |r; — ;| ab. Da w . fiir i = j
divergiert, ist es Konvention w.. = 0 zu setzen. Es gibt nun N verschiedenen Matrizen
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A.2 Berechnung der Rotation auf einem 2 dim. Gitter

W, ..
=[i—j|
Die Fouriertransformierte des Dipolfeldes

N
HY =323 w8 (A.5)

g =1
148t sich nun mittels des Faltungstheorems' [118] berechnen

He =Y wifsp . (A.6)
B

Zur Berechnung des Dipolfeldes H{* werden zuerst die N Matrizen w,. . aufgestellt.

i3]
AnschlieBend werden die Fouriertransformierten w2” und S bestimmt und H? be-
rechnet. Zum Schlu wird Hy zuriicktransformiert, um das reale Dipolfeld H; zu
erhalten.

Um das Faltungstheorem anwenden zu kénnen mufl das System rdumlich periodisch
und von der gleichen Grofle wie die Reichweite der Wechselwirkungen, i.a. unend-
lich, sein. Dies wird erreicht durch ein Verfahren, welches Zero Padding genannt wird
[118]. Das System wird in jede Raumrichtung verdoppelt und mit magnetischen Mo-
menten der Lange Null aufgefiillt. Dadurch ist das System rdumlich periodisch und
die Wechselwirkungen sind nun von endlicher Reichweite.

Der Vorteil der Fast Fourier Transformation ist nun, da anstatt N? nur Nlog N
Rechenschritte zur Berechnung des Dipolfeldes bendtigt werden 2.

A.2 Berechnung der Rotation auf einem 2 dim. Gitter

Zur Berechnung der Zirkulation muf die z - Komponente der Rotation in der Schnit-
tebene (z,y, z) des Drahtes berechnet werden, also auf einem 2 dimensionalen Gitter.
Dazu sind folgende Ableitungen zu berechnen 859; und %. Ableitungen lassen sich
numerisch durch den Differentialquotienten

) = f(x+ Ax;;xf (x — Ax)

(A7)

berechnen. In dem in der Arbeit vorliegenden Fall sind folgende Differentialquotien-

ten zu betrachten
0S; (k1) Sy (k,l+1)—S;(k,1—1)

oy 2a (4-8)

bzw.
08, (k,1) Sy (k+1,1) — Sy (k—1,1)
= . (A.9)
ox 2a
Das Faltungstheorem besagt, daf8 die Fouriertransformierte einer Faltung zweier Funktionen
gleich dem Produkt der Fouriertransformierten der einzelnen Funktionen ist.
2N ist die Systemgrofe: i < N
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A Anhang

a ist der Gitterabstand und k, [ stellen die = bzw. die y Koordinate des betrachteten
magnetischen Momentes dar. Um die Ableitung 665; am Ort (k,[) zu berechnen sind
die x Komponente von S an den Orten (k,!+ 1) und (k,{ — 1), d. h. den néchsten
Nachbarn in y Richtung, notwendig. Analog fiir die Ableitung %}, die y Kompo-
nente von S der néchsten Nachbarn in x Richtung. Hierbei ist zu beachten, daf
sich die néchsten Nachbarn innerhalb des betrachteten Gitterbereiches liegen, da
auflerhalb des betrachteten Gitters ist S = 0. Dies bedeutet, dafl die Rotation fiir
die magnetischen Momente am Rand nicht berechnet wird.

Mit diesen Differentialquotienten 1488t sich z.B. die z-Komponente der Rotation be-

rechnen

9, (k1) 3S, (k,1)
oz oy '

(rotS), = (A.10)

A.3 Die GauBB Quadratur

Die Gaufi-Legendre Integration oder allgemein die Gau-Quadratur ist ein Verfahren
zur numerischen Berechnung von Integralen der Form

I= /abf(a:)w(x)dx.

Der Integrant setzt sich dabei zusammen aus einer stetigen Funktion f(z) und einer
Wichtungsfunktion w(z). Der Integrationsbereich [a, b] ist dabei nicht auf endliche
Intervalle beschrénkt.

Mit
b b—a 1 ,b+ta b—a b+a b—a
/uf(a:)w(x)dac = /_1f( 5 T3 a:)w( 5 T :E)dx
—_— N —_—
SR o s (A11)
7 & 2 2

1aBt sich das Integral in eine numerisch brauchbare Form bringen. Im ersten Schritt
wurden die Grenzen ¢ und b auf —1 bzw. 1 reskaliert da die Stiitzstellen z; sowie die
Wichtungen w; aus den Legendre-Polynomen berechnet werden (Gaufl - Legendre).
Da die Wichtungen ”symmetrisch” bzgl. des Nullpunktes z = 0 sind w[z] = w[—z],
148t sich obige Summation auch schreiben als

b b—a 2 b b— b b—
/af(m) dz ~ QC‘;W (f( _;a-l—Taxi)—i-f( ;“—T“xi)> (A.12)

wobei man nun nur noch iiber die halbe Anzahl Stiitzstellen summieren muf}. Hierbei
ist anzumerken, daf} z; nicht mehr im Bereich —1 < z; < 1 ist sondern im Bereich
0 < z; <1 zu wéhlen ist.

Ein Programm zur Bestimmung der Stiitzstellen x; und der zugehérigen Wichtungs-
funktionen w; findet sich in dem Buch “Numerical recipes” [118].
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A.3 Die Gaufl Quadratur

A.3.1 3D GauBB Quadratur mit "festen” Integrationsgrenzen

Dreidimensionale Integrale lassen sich nun berechnen durch

I:/ab/cd/eff(a:,y,z) da:dydz:/ab/cdg(aj,y) dxdy:/abh(x) drz  (A.13)

mit
o) = [ $(z..2) dz (A14)

und

h(z) = /Cdg(ar, y) dy (A.15)

Man startet mit der Berechnung von g(z,y), und setzt das Ergebnis als Integrant in
das Integral zur Berechnung von h(z) ein. Mit h(x) 148t sich dann die Integration
iiber x durchfiihren, das Ergebnis ist I.

Dies bedeutet im Fall der Gauf-Legendre Integration daf§ g(x,y) gegeben ist durch

o@)= [ fley,2) de=T wIFe I
Dann ist
hz) = /cdg(x, y) dy = % > w;g(z, % + %yg’) (A.17)
i
_ Zwkf d+c d;cyj’f;—e_i_f;e%)’
und somit
I = /abh(:v Z B2 b” b_T“xi) (A.18)

_ (b—a)(dSC)(f ZZ;wiijk.
¢ J
b+a b-—a d+c d-—c f+e+f—e

A R N 2 g 3 )
Der analoge Ausdruck fiir Gl. A.12 in 3D ist dann:
I = (b—a)(dgc)(f—e)zzzwzijk (Alg)
i j k
b+a b—a d+4+c d—c f+e f—e
R AR 3 )
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b+a b—a d4+c d—c f+4+e f—e
LA e e g YTy T
b+a b—a d+c d—c f+4+e f—e
+ (= g T T g YTy T
b+a b—a d+c d—c f+e f—e
+ 5 T 9 Jh Ty T T
b+a b—a d+c d—c f4+e f-—e
+ (= 9 g T T Yo T Ty
b+a b—a d+c d—c f+4+e f—e
LR A e e 9 YTy T T
b+a b—a d4+c d—c f4+e f—e
t e T Y 2
b+a b—a d4+c d—c f4+e f—e
T T Ty T

%)
2)
2k)
%)
%)
%)
)]

A.3.2 3D GauB Quadratur ohne "feste” Integrationsgrenzen

Im allgemeinen integriert man nicht {iber einen Kubus, d.h. man hat wihrend der
Integration keine festen Integrationsgrenzen, sondern die Integrationsgrenzen sind
Funktionen von x bzw. y.

< y2 () z2(x,y)
=L

vi(x) \Je=21(z,y)
Analog zu den Uberlegungen in Abschnitt A.3.1 148t sich die 3D Gau$i Quadratur
dann schreiben als:

f(z,y,2) dz) dy> dx (A.20)

I= ZZZ W 2 —41(8) %(2,9) ; 41(&:9) waw;wy, f(%,5,%)  (A.21)
wobei

i=" ; ° ¥ b_T“:c (A.22)

g:y();yl()er();yl(w)J (A.23)
und

- _ 2(@,9) +2(z,9) (Z,9) — (%, 9)

Z = 9 + 5 Zk (A24)
ist.
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