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Introduction

Oscillations quantiques magnétiques dans les
systemes de basse dimensionnalité

Les oscillations quantiques magnétiques, dont il est question dans cette
premiere partie de these, sont les oscillations des différentes propriétés ther-
modynamiques et de transport des métaux en réponse aux variations d’un
champ magnétique intense. Ces oscillations trouvent leur origine dans la
quantification du spectre électronique en niveaux de Landau, qui conduit
aux oscillations de la densité d’état au niveau de Fermi ¢x.

Les oscillations de 'aimantation (effet de Haas-van Alphen, du nom de
leurs deux découvreurs en 1930) et de la magnétorésistance (effet Shubnikov-
de Haas, observé également pour la premiere fois en 1930) sont donc es-
sentiellement de nature quantique. Pour observer ces oscillations, le systeme
doit étre a basse température, et pratiquement absent de défauts (sinon la
diffusion des électrons détruit la nature discrete des niveaux de Landau).

Historiquement liés aux débuts de la mécanique quantique, les phénomenes
d’oscillations quantiques magnétiques ont présenté un intérét fondamental de
premiere importance puisqu’ils ont été les premiers effets quantiques prédits
et observés dans les métaux. Ils ont notamment permis de mettre en évidence
I’existence d’une surface de Fermi, concept a la base d’une tres grande partie
de la physique des solides. Les oscillations quantiques magnétiques sont une
propriété universelle des métaux, mais également de tous les composés ayant
une surface de Fermi.

Les métaux sont essentiellement décrits en terme de gaz d’électrons tri-
dimensionnels (3D). Au cours des trois derniéres décennies, de nombreux
nouveaux composés qui présentent des propriétés électroniques fortement
anisotropes sont apparus. Il s’agit par exemple des hétérostructures a base
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d’arséniure de gallium ou de silicium, qui permettent la réalisation de gaz
d’électrons bidimensionnels (2D). Ces composés ne sont pas idéalement 2D
a strictement parler parce que les fonctions d’onde électroniques ont une
étendue finie dans la troisieme direction. Cependant, le vecteur d’onde est
un bon nombre quantique pour deux dimensions, mais pas pour la troisieme.

D’autres composés comme les conducteurs organiques (& base de sels de
transfert de charge) présentant une structure en couches ont vu le jour au
cours des vingt dernieres années. Ces conducteurs sont constitués typique-
ment de plans tres bons conducteurs avec une faible dispersion des quasi-
particules entre les couches. En présence d’'un champ magnétique H per-
pendiculaire aux couches, I’énergie du mouvement principal dans les plans
conducteurs est quantifiée en niveaux de Landau. La dispersion en énergie
quasi-2D des quasi-particules s’écrit alors

E=(n+1/2)w.—2tcosp,s (1)

ol s est la distance entre couches, t est l'intégrale de transfert des quasi-
particules entre couches, p, est le moment des quasi-particules se déplacant
entre les couches (direction z), n est un entier positif, w, = |e|H/m*c est la
pulsation cyclotron dépendant de la masse effective (dans le plan) des quasi-
particules m* et e la charge électronique!. La quantification en niveaux de
Landau de I’énergie du mouvement 2D donne lieu comme dans les métaux
aux effets d’oscillations quantiques magnétiques, qui sont étudiés dans cette
these.

La physique des niveaux de Landau est redevenue un sujet d’actualité
tres développé au cours des deux dernieres décennies apres la découverte
de l'effet Hall quantique entier en 1980 (qui a valu le prix Nobel en 1985
a lallemand K. von Klitzing) et de 'effet Hall quantique fractionnaire en
1982 (prix Nobel décerné en 1998 aux expérimentateurs H. Stérmer et D.
Tsui, et au théoricien R. Laughlin) dans les hétérostructures. Les différents
phénomenes d’oscillations liés a la quantification en niveaux de Landau dans
ces différents systemes (métaux, hétérostructures, conducteurs organiques)
sont donnés dans le tableau 1 ci-dessous.

Plusieurs années se sont écoulées entre les premieres observations des
oscillations quantiques en 1930 et leur théorie quantitative par Lifshitz et

1. Tout au long du manuscrit, les constantes de Planck et de Boltzman seront prises
égales a l'unité.
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| Phénomene | Découverte
effet de Haas-van Alphen 1930
(aimantation) de Haas et van Alphen
effet Schubnikov-de Haas 1930
(magnétorésistance) Shubnikov et de Haas
effet Hall quantique entier 1980
(magnétorésistance)(2D) von Klitzing, Dorda et Pepper
effet Hall quantique fractionnaire | 1982
(magnétorésistance)(2D) Tsui, Stormer et Gossard

TAB. 1 — Phénomeémes oscillatoires liés auxr niveaur de Landau et leur
découverte.

Kosevich dans les métaux 3D (1955). Les oscillations quantiques magnétiques
se sont alors révélées un outil formidable pour obtenir les formes réelles des
surfaces de Fermi dans les métaux, mais également d’autres informations
quantitatives comme la masse effective et le temps de relaxation des électrons.

Les traits caractéristiques des oscillations quantiques magnétiques de 1’ai-
mantation ou de magnétorésistance sont connus pour étre notablement dif-
férents dans les systemes 2D et dans les métaux 3D. Par exemple, 'effet de
Haas-van Alphen 2D est caractérisé par une forme en dents de scie a tres
basse température, tandis que les oscillations d’aimantation dans les métaux
3D sont toujours lisses (voir le Chap. 1 de rappel des résultats déja connus).
La différence entre les métaux 2D et 3D peut étre comprise principalement
en termes d’élargissement des niveaux de Landau.

Dans le cas 3D, le niveau de Fermi est traversé par de nombreux niveaux
de Landau occupés en raison de la présence d’états dans la direction parallele
au champ magnétique H appliqué. Ces états disponibles non quantifiés pour
toute valeur de H agissent comme un réservoir. La nature discréte des niveaux
de Landau est alors brouillée par cet élargissement inhérent a la dimensionna-
lité du spectre. En conséquence, le potentiel chimique p (I'énergie du dernier
état occupé) oscille de fagon négligeable avec le champ magnétique. De plus,
la partie oscillante des propriétés de transport est toujours faible comparée
a la partie non-oscillante.

Dans le cas 2D, il n’y a pas d’élargissement des niveaux de Landau du
a la dimensionnalité, et par conséquent les oscillations des propriétés ther-
modynamiques et de transport peuvent étre plus fortes. La source principale
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d’élargissement, des niveaux de Landau est désormais la présence d’impu-
retés dans les matériaux réels. Dans les métaux 3D, I’élargissement dii aux
impuretés est un ingrédient accessoire dans la dérivation de la théorie des
oscillations quantiques magnétiques, et est usuellement pris en compte a la
main (voir Chap. 1). En revanche, la considération des effets des impuretés
sur les oscillations quantiques magnétiques est de premiere importance pour
la théorie dans les métaux 2D. L’élargissement di aux impuretés modélisées
par des points est habituellement étudié dans ’approximation de Born self-
consistente qui conduit a des oscillations de la partie imaginaire de la self-
énergie I'(¢) dépendant de I’énergie. A fort champ magnétique, les oscillations
de I'(¢) deviennent trés importantes. Dans un tel régime, il a été démontré
que la simple considération des impuretés comme des points est inappro-
priée pour décrire correctement les oscillations quantiques magnétiques (voir
Chap. 5). A notre connaissance, la théorie complete et satisfaisante des effets
des impuretés sur les oscillations, c’est-a-dire de la levée de dégénérescence
des niveaux de Landau due aux impuretés, n’existe toujours pas.

Un autre probléme théorique qui apparait dans les systemes 2D est la
présence d’oscillations de potentiel chimique non négligeables si le systeme
est isolé (nombre total d’électrons fixé). En réalité, I'influence des oscilla-
tions du potentiel chimique sur la forme des oscillations d’aimantation ou de
magnétorésistance peut étre étudiée a un niveau semi-phénoménologique (en
court-circuitant le probleme microscopique avec les impuretés qui détermine
en principe la forme exacte de la dépendance du potentiel chimique avec le
champ magnétique). Ce probléme est traité dans les Chapitres 2 et 3 de cette
premiere partie.

Dans les systemes quasi-2D, la situation concernant 1’élargissement des
niveaux de Landau est en quelque sorte intermédiaire entre les cas 2D et 3D
et dépend du rapport t/w,.: I’élargissement des niveaux de Landau di a la
dimensionnalité est tres important quand ¢ > w.. Dans la limite opposée,
quand w, > t, les niveaux de Landau sont brouillés seulement par I’effet des
impuretés, exactement comme dans les métaux 2D (pour lesquels ¢ = 0). Il
est important de souligner que les théories 3D de ’effet de Haas-van Alphen et
de D'effet Shubnikov-de Haas ne sont pas directement applicables aux métaux
quasi-2D car la méthode du point col utilisée dans les calculs du cas 3D perd
sa validité avec le spectre donné en Eq. (1) quand w, > t. Des écarts a
la théorie de Lifshitz-Kosevich ont effectivement bien été observés dans de
nombreuses expériences.

Les métaux quasi-2D sont le terrain d’étude idéal de I'influence de la di-
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mensionnalité sur les oscillations quantiques magnétiques. Dans le Chapitre
2, nous présentons un calcul de la densité d’états, ainsi que du grand potentiel
thermodynamique dans ces systémes, afin d’obtenir une équation exprimant
les oscillations du potentiel chimique. Dans le Chapitre 3, nous étudions I’ef-
fet de Haas-van Alphen dans les métaux quasi-2D. Nous démontrons que le
comportement des oscillations d’aimantation est bien piloté par le rapport
t/w., en mettant en évidence un crossover entre les limites 3D et 2D en fonc-
tion du champ magnétique (dimensionnalité apparente réduite). L’influence
des oscillations du potentiel chimique sur 'aimantation dans les systemes 2D
et quasi-2D y est décrite en détail. Dans le Chapitre 4, nous présentons un
calcul de l'effet de Haas-van Alphen dans I’état mixte supraconducteur des
systemes de basse dimensionnalité. Le but de ce chapitre est de comparer la
situation avec les supraconducteurs 3D. Dans le Chapitre 5, les oscillations
quantiques magnétiques de la magnétorésistance longitudinale sont étudiées.
La question du traitement des effets des impuretés sur les oscillations quan-
tiques magnétiques en basse dimensionnalité est mise en avant. Nous indi-
quons que, contrairement & 1'idée commune établie (tirée du résultat 3D), les
oscillations de magnétorésistance ne sont pas directement reliées aux oscilla-
tions de la densité d’états.

Etude de la symétrie de I’état supraconducteur
dans le composé U Pt

La supraconductivité est la disparition compléte de toute résistance élec-
trique d’un matériau au passage d’un courant continu (Kamerlingh-Onnes,
1911). Ce phénomeéne quantique s’observe dans de trés nombreux métaux a
basse température. Il est a ce titre comparable avec la superfluidité qui est la
disparition de la viscosité des liquides comme observée dans les fluides *He
et *He.

La théorie de Bardeen-Cooper-Schrieffer (BCS, Nobel 1972) développée
en 1957 décrit d’un point de vue microscopique I’état supraconducteur dans
les métaux usuels. Elle repose sur la formation d’états liés de paires d’électrons
(paires de Cooper) via un potentiel attractif di aux vibrations du réseau cris-
tallin, les phonons. Cette interaction attractive est a peu prés isotrope, de
telle sorte que les paires de Cooper se forment dans un état de moment an-
gulaire orbital nul (appariement de type s). Dans 3He, I'attraction due a
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I'interaction des spins nucléaires des atomes de hélium-3 avec les fluctua-
tions de I’aimantation liquide (paramagnons) est essentiellement anisotrope
et conduit a la formation de paires de Cooper avec un moment orbital angu-
laire L = 1 (appariement de type p).

Les composés a fortes corrélations électroniques comme les fermions lourds
(composés a base de terres rares ou d’actinides), les supraconducteurs & haute
température critique (ces céramiques pour la plupart & base de cuprates ont
été découvertes en 1986 par Bednorz et Miiller récompensés par le prix No-
bel en 1987) et les conducteurs organiques suscitent de nombreuses questions
concernant l’origine et la nature non conventionnelle de la supraconductivité
qui s’y manifeste.

La théorie BCS ne permet pas d’expliquer certaines propriétés physiques
comme la valeur importante de la température de transition supraconduc-
trice T, de certains cuprates (le record actuel est de 138 K). Les expérien-
ces suggerent fortement l'existence d’une différence fondamentale entre les
métaux usuels et ces supraconducteurs non-conventionnels au niveau de la
symétrie de la paire de Cooper. Les supraconducteurs a haute température
critique semblent étre bien décrits par un appariement d’électrons de type
d (le moment orbital angulaire L = 2), impliquant une forte dépendance
directionnelle des interactions électrons-électrons. L’origine de l'interaction
attractive ne serait donc pas les phonons, et son identification constitue ac-
tuellement toujours un domaine d’étude tres actif.

La théorie BCS ne permet pas non plus de rendre compte de la supracon-
ductivité observée dans le composé fermion lourd UPt3. Celui-ci ne se parti-
cularise pas par sa température critique (de 550 mK, ce qui est tres faible),
mais plutot par son diagramme de phase champ magnétique - température
exotique. UPt3 présente a champ magnétique nul deux transitions supracon-
ductrices successives. Qui plus est, il exhibe trois phases supraconductrices
pour I’état mixte, alors que la théorie BCS ne prédit qu'une phase mixte.
L’état mixte supraconducteur est un état de la matiere particulier pour le-
quel le champ magnétique pénetre partiellement dans I’échantillon sous forme
de tubes appelés vortex, qui s’organisent sous la forme d’un réseau régulier
(Abrikosov, 1957, Nobel 2003).

D’apres de récentes études, d’autres composés supraconducteurs, comme
SroRuQy4, PrOssSbyy et le conducteur organique A\ — (BETS),GaCly, sem-
bleraient présenter plusieurs phases pour I’état mixte. A part certains su-
praconducteurs a haute température critique, le composé UPt3 est peut-étre
le supraconducteur le mieux caractérisé expérimentalement. C’est peut-étre
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aussi le plus exotique, manifestant clairement (macroscopiquement) via 1’as-
pect de son diagramme de phase son caractere non conventionnel. C’est ce
qui fait de lui le sujet d’intérét de la deuxieme partie de cette these.

De nombreuses expériences a tres basse température ont mis en évidence
I’anisotropie de la paire de Cooper dans UPt3. Si la réalisation d’un état
supraconducteur anisotrope ne fait aucun doute dans ce composé, la dé-
termination non ambigilie et précise de la dépendance directionnelle de la
partie orbitale de la paire de Cooper est plus délicate. En effet, ’anisotropie
supraconductrice microscopique peut étre brouillée par I’anisotropie du cris-
tal sous-jacent. Cette compétition entre ces deux types d’anisotropies rend
souvent difficile I'interprétation certaine des mesures expérimentales de gran-
deurs macroscopiques. Dans le Chapitre 6, nous faisons une rapide description
de I’état des connaissances sur le supraconducteur UPt3.

Une expérience décisive et instructive, consistant a observer le réseau de
vortex par diffusion de neutrons a petits angles dans deux des trois phases
mixtes de UPt; pour une direction du champ magnétique parallele a ’axe
hexagonal du cristal, a été menée au sein de notre service (Huxley et al.,
2000) & Grenoble peu de temps avant le début de ma theése. Une des moti-
vations initiales et principales du travail de cette deuxieme partie de these
était d’interpréter et de comprendre 1’observation inhabituelle d’un réseau de
vortex hexagonal orienté a £45° des axes cristallins dans la phase mixte bas
champ-haute température, alors que ce méme réseau de vortex hexagonal se
trouvait orienté le long des axes cristallins pour un méme champ dans 'autre
phase mixte a plus basse température.

Dans le Chapitre 7, apres une présentation plus détaillée de cette expé-
rience, nous analysons le role joué par la symétrie de ’état supraconducteur
sur l'orientation et la forme du réseau de vortex. Nous démontrons que seule
une symétrie parmi toutes celles déja envisagées pour décrire 1’état supra-
conducteur de UPt3 rend compte de ces observations expérimentales.

Dans le Chapitre 8, nous développons certains aspects concernant 1’expli-
cation théorique du diagramme de phase supraconducteur avec la présence
de phases mixtes multiples pour un champ magnétique parallele a I’axe hexa-
gonal du cristal. Notamment, nous mettons en évidence que les différentes
phases mixtes de UPts; pourraient étre délimitées par des crossovers plutot
que par des lignes de transition de phase du second ordre, contrairement a
ce qui était couramment admis jusqu’ici.

Enfin, le Chapitre 9 est consacré a la recherche d’une éventuelle détermi-
nation expérimentale de la symétrie de 1’état supraconducteur en prenant en
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compte l'influence des impuretés sur la pente du second champ critique pres
de la température critique. Nous montrons qu’une telle étude ne permettrait
pas de répondre de facon non ambigiie quant a I’anisotropie précise de la
paire de Cooper dans UPt3.
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Chapitre 1

Les oscillations quantiques
magnétiques

Dans ce chapitre, nous rappelons les principauz résultats connus concer-
nant les oscillations quantiques magnétiques. En premuer lieu, nous introdui-
sons a partir d’un modéle de gaz 2D d’électrons les niveaux de Landau. Puis,
les grandes lignes de la théorie de Lifshitz-Kosevich de l’effet de Haas-van
Alphen pour un spectre 3D arbitraire sont analysées. Enfin, les résultats de
Peierls puis de Shoenberg concernant les oscillations d’aimantation dans les
métaux 2D sont présentés.

1.1 Niveaux de Landau

Les électrons dans le métal sont traités comme des électrons libres avec
une masse effective m* souvent tres différente de la masse de ’électron. Usuel-
lement, la renormalisation du tenseur de masse effective est suffisante pour
tenir compte a la fois des effets du potentiel cristallin et des interactions
électron-électron.

Dans la description quantique, le hamiltonien des électrons libres dans un

cristal est par conséquent
1
H=—p? 1.1
om+ (1.1)
ol p est le moment de 1’électron. Sous champ magnétique, le hamiltonien
s’écrit :

1 e 2
H= (*— —A) , 1.2
2m* p c (1.2)
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B
o

0]
Fi1c. 1.1 — Mouvement cyclotron de [’électron dans un champ magnétique

avec A le potentiel vecteur (défini par rapport a I'induction magnétique B
via la relation B = V x A). Ici e (< 0) est la charge de 'électron.

Il est bien connu que le mouvement classique correspondant est celui
d’un mouvement circulaire dans le plan perpendiculaire & B (voir Fig. 1.1),
de pulsation la pulsation cyclotron

B
w, = elB. (1.3)

m*c

La période de l'orbite est indépendante de son rayon R. qui est déterminé
par la vitesse tangentielle v (ou de fagon équivalente par I’énergie cinétique),

R.= —. (1.4)

Pour une induction magnétique B parallele a ’axe Z, il est commode de
choisir la jauge de Landau A = zBy. Le hamiltonien devient alors

H =

o <p§ +(py + ?@2) : (1.5)

Les niveaux d’énergie sont donnés par la solution de I’équation de Schrédinger
aux valeurs propres

HY(z,y,z) = EV(z,y, 2). (1.6)
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Comme le hamiltonien est invariant par translation dans la direction y,
la fonction d’onde W est cherchée sous la forme ¥, (z,y) = e f, (z) ot la
fonction f,, () est solution de I’équation

hpyfpy (z) = Epyfpy(x) (1.7)

avec

1 1 eB \?

Cette équation n’est rien d’autre que celle d’un oscillateur harmonique uni-
dimensionnel avec

L oo, 1 22
hy, = 2m*pm + §m w3 (x —l—ple) , (1.9)
centré en X, = —pyl% et de pulsation la pulsation cyclotron classique w,.

Dans le probleme quantique, la longueur magnétique lg est une grandeur

caractéristique définie par!
| he

L’interprétation physique de cette longueur est que laire 27l% contient un

quantum de flux &, ou
hc

By = —. (1.11)
le]

C’est a dire la densité de flux magnétique est
@

= —>. 1.12
2rl% (1.12)

Alinsi, pour chaque onde plane choisie dans une direction y, il existe une
famille d’énergies propres

1
Enp, = <n + 5) We (1.13)

indépendantes du moment p,. Le spectre électronique dans un métal 2D est
donc intégralement quantifié en valeurs entieres n de quanta de 1’énergie

1. Nous réintroduisons temporairement la constante de Planck % pour définir 1a longueur
magnétique et le quantum de flux.
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cyclotron w, (niveaux de Landau). Pour un métal 3D isotrope, il est tres
facile de montrer que seule la partie du spectre concernant le mouvement
perpendiculaire au champ est quantifiée, le mouvement selon la direction du
champ (|| z) restant contintiment libre:

1
Enap?bpz = <n + 5) wc + 2%:",2;* : (114)

Les fonctions d’onde propres (non normalisées) correspondant au spectre

(1.13) sont

. 9 f%(z-}—pyl%)z
\Ijnpy (.’E, y) = ezpyyHn(x +ple)€ 5 ’ (115)

ol H,, est le n’®™¢ polynéme de Hermite.

La dégénérescence de chaque niveau de Landau est énorme. Supposons
que ’échantillon soit un rectangle de dimensions L, et L,, et que le bord
gauche se trouve a ’abscisse * = —L, et le bord droit a l'abscisse x = 0.
Les fonctions d’onde de base comportent une fonction gaussienne centrée
en Xo = —pyl% et s’annulent donc rapidement pour des positions éloignées
du centre. Alors les valeurs du moment p, pour lesquelles I’état de base est
substantiellement dans I’échantillon vont de p, = 0 & p, = L, /l%. Ainsi, le
nombre total d’états dans chaque niveau de Landau est

L, [L=/'5 L.L, &
D= dp, = 222y _ = 1.16
27r/0 Pv=%r2, = @, (1.16)

La dégénérescence de chaque niveau est aussi le nombre de quanta de flux
pénétrant dans I’échantillon (& = BL,L, est le flux de I’échantillon). Ainsi,
dans un systéme ouvert (par exemple le plan 2D), la dégénérescence des
niveaux de Landau est infinie.

1.2 Densité d’états

En absence d’impuretés et a température nulle, la densité électronique
d’un systeme 2D sous champ magnétique est, d’apres ce qui précéde, un
peigne de Dirac, puisque tous les niveaux sont discrets

=S5 (e (1) ). am



DENSITE D’ETATS 23

g(¢)

D,,

90

DN
[NC][OV]
Nt

Fic. 1.2 — Densité d’états d’un systeme 2D sous champ magnétique. Les
traits verticauz représentent les niveaux de Landau. Le trait horizontal est la
densité d’états go (constante) en absence de champ. La densité d’états des
systémes réels (en pointillé) oscille autour de la valeur gy dans le régime
des oscillations quantiques magnétiques. Comme représenté par les fléches,
Uamplitude des oscillations augmente avec le champ.

Dans ce cas idéalisé, la densité d’états comprend pour un champ magnétique
fixé tel que w. <K e (ici ep est le niveau de Fermi), un grand nombre de
gaps de largeur A = w, entre chaque niveau de Landau (voir Fig. 1.2). Ce-
pendant, en présence d’'une température finie et d’impuretés, comme c’est le
cas dans un échantillon réel, les singularités des distributions de Dirac de la
densité d’états sont (toujours) lissées. La levée de dégénérescence des niveaux
de Landau par les impuretés reste encore une question ouverte. Notamment,
I'interprétation théorique de ’effet Hall quantique entier est basée sur I’hy-
pothese de 'existence d’états localisés entre les niveaux de Landau et d’états
délocalisés aux niveaux de Landau [1].

A champ nul, la densité d’états totale (incluant la dégénérescence de spin)

du métal 2D est constante
m

pole) =—. (1.18)

Des l'application d’un faible champ magnétique, elle va légerement osciller
autour de cette distribution moyenne dans les systémes 2D réels (voir Fig.



24 CHAP. 1. LES OSCILLATIONS QUANTIQUES MAGNETIQUES
g9(e)

go(e)

ol
oI
ol

Fic. 1.3 — Oscillations de la densité d’états d’un métal 3D sous champ
magnétique autour de la valeur a champ nul go(e).

1.2). Les maxima se forment pour les énergies correspondant aux niveaux de
Landau ¢ = (n+ 1/2)w,, alors que les minima apparaissent pour les énergies
€ = nw,.. Pour € > w,, de nombreux niveaux de Landau sont occupés, et la
distribution autour de chaque niveau de Landau pour les niveaux élevés est
pratiquement indépendante de I'indice n du niveau. La densité d’états, dans
ce régime de champ magnétique, est alors quasi-périodique avec 1’énergie
cyclotron w, :

g(e +we) & g(e)- (1.19)

Dans les systemes 3D, ces oscillations de densité d’états autour de la
valeur a champ nul se produisent également et donnent naissance aux mémes
effets d’oscillations (Fig. 1.3). Cependant, 'amplitude des oscillations est
beaucoup plus faible que celle des systémes de basse dimensionnalité (voir le
chapitre suivant pour la comparaison et la présence d’effets spécifiques a la
basse dimensionnalité, tels ceux liés aux oscillations de potentiel chimique).

Comme pour la grande majorité des effets quantiques, I’observation d’ef-
fets liés aux oscillations de la densité d’états requiert la condition

T < we (1.20)
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de basses températures (et/ou de fort champ magnétique). Nous donnons ci-
dessous un ordre de grandeur des températures qu’il faut atteindre. Le régime
typique des oscillations quantiques magnétiques (oscillations de I’aimantation
- effet de Haas-van Alphen - et oscillations de la magnétorésistance - effet
Shubnikov-de Haas - avec la variation du champ magnétique) se manifeste
lorsque de nombreux niveaux de Landau se trouvent sous le niveau de Fermi
€r, S0it

EF > We- (1.21)

Dans les métaux 3D, le niveau de Fermi vaut typiquement e ~ 10000 K.
Pour un électron dans un champ magnétique de 1 T (ici pour I'application
numérique nous prenons une masse effective égale a une masse électronique
me), I'énergie cyclotron vaut w, ~ 1.4 K. Par conséquent la condition (1.21)
est naturellement remplie pour les métaux 3D et pour la gamme de champ
magnétique accessible en laboratoire. En revanche, la condition (1.20) indique
qu’il faut généralement travailler avec des températures inférieures au K.

Dans les hétérostructures (2D), le niveau de Fermi e peut atteindre des
valeurs beaucoup plus basses et w, des valeurs beaucoup plus élevées (car
généralement dans ces systemes la masse effective m* est de 'ordre de 0.1
me voire 0.01 m,) [1]. Ces systémes sont donc non seulement caractérisés par
une basse dimensionnalité mais également par une énergie cyclotron qui est
1 voire 2 ordres de grandeur supérieurs aux métaux 3D ou aux conducteurs
organiques quasi-2D.

Les hétérostructures se caractérisent aussi par la présence de tres peu
d’impuretés. Tout comme la température, les défauts brouillent aussi la na-
ture discrete des niveaux de Landau. Typiquement I'élargissement 'y des
niveaux de Landau du aux impuretés doit étre tel que

Ty < we (1.22)

pour 'observation des oscillations quantiques magnétiques. Cette condition
nécessite d’avoir des échantillons de relativement bonne qualité.

Pour des champs magnétiques importants et de faibles concentrations en
impuretés, 'amplitude des écarts de la densité d’états sous champ a la va-
leur constante gy devient importante, ce qui est spécifique au cas 2D (dans le
cas 3D, les écarts a la valeur en champ nul sont rendus minimes a cause de
la dispersion indépendante du champ magnétique dans la direction paralléle
au champ). Le traitement quantique des effets des impuretés sur les oscilla-
tions quantiques devient alors plus délicat a fort champ magnétique dans les



26 CHAP. 1. LES OSCILLATIONS QUANTIQUES MAGNETIQUES

systemes de basse dimensionalité. Grosso modo, lorsque e > w,. et w. > Iy,
nous nous trouvons dans le régime de ’effet Hall quantique entier.

Dans la limite quantique extréme de champ fort telle que w. ~ e (cette
limite est atteinte dans les hétérostructures), quand un seul niveau de Lan-
dau est occupé, les interactions coulombiennes entre électrons deviennent
importantes. Cette limite correspond au régime d’observation de 'effet Hall
quantique fractionnaire.

1.3 Surface de Fermi arbitraire : relation d’On-
sager

Nous avons introduit les niveaux de Landau dans un modele d’électrons
libres 2D et 3D en résolvant I’équation de Schrodinger. En réalité, la situation
est généralement beaucoup plus compliquée dans les métaux, qui en général
présentent un spectre anisotrope. De plus, la relation de dispersion n’est pas
forcément, quadratique avec le moment. En utilisant les regles de la quanti-
fication quasi-classique de Bohr-Sommerfeld, il est possible de déterminer la
quantification des niveaux d’énergie pour un spectre arbitraire (p).

La regle stipule que pour toute orbite fermée, I'intégrale d’action est quan-
tifiée comme

]{Pde =21 (n+ v(n)) (1.23)

ol y(n) est un nombre strictement compris entre 0 et 1 approximativement
constant. En présence de champ magnétique, les opérateurs moments sont

P=p—--A. (1.24)

o1®

Utilisant la jauge de Landau, il est direct de voir qu’ils satisfont la regle de
commutation

B
PP, — PP, = <= (1.25)
c
Ainsi, la grandeur Y = (¢/|e| B) P, joue le role de la coordonnée canonique-

ment conjuguée du moment P,. On en déduit la relation d’Onsager

le| B

; (1.26)

Ae,p,) = j'{ P,dP, = 2 (n++(n))
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ou p, = P, est le moment selon l'axe z, et A(e,p,) est l'aire de la section
droite de la surface de Fermi pour un p, donné limitée par la trajectoire
de 1’électron. De cette relation, on en déduit que la variation d’aire lors du
passage d’un niveau n a un niveau n + 1 a p, fixé correspond a

27|e|B
—

AA = (1.27)

L’avantage de I'utilisation d’une telle méthode est bien siir de ne pas avoir
a résoudre 1’équation de Schrodinger qui nécessite de spécifier une dispersion
particuliere.

1.4 Effet de Haas-van Alphen dans les métaux
3D : formule de Lifshitz-Kosevich

La théorie quantitative de l'effet de Haas-van Alphen pour un spectre
général 3D a été proposée en 1955 par Lifshitz et Kosevich [2]. Elle est basée
principalement sur I'utilisation de la relation de Onsager dérivée dans la sec-
tion précédente. Son principe repose sur la transformation de la somme sur
les nombres quantiques n, p,, p, dans I’expression du grand potentiel thermo-
dynamique

Q=-7 Y I [1 + exp (W)] , (1.28)

n’pyapzﬂ"

dépendant du potentiel chimique pu, de la température T et du volume total
V' (égal a l'unité par la suite) du systéme. Nous donnons ici rapidement
les principales lignes du calcul, qui est clairement détaillé dans le livre de
Abrikosov [3].

Dans les métaux 3D, la dégénérescence d’un tube de Landau (n fixé) dans
I'intervalle [p,,p, + Ap,]| est

1 Bdp,
D= AAAp, 5 = el Bdp

1.2
212¢ (1.29)

ou on a utilisé (1.27). Ainsi,

__TZ/ ‘6| Zln [1+exp (“_5(;10“’ )>] (1.30)

o=%1
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Puis, la somme discrete sur les entiers n est transformée a 1’aide de la formule
sommatoire de Poisson (voir annexe A)

00 +o0 400
d fm)=)] / f(t)e 2t dt, (1.31)
n=0

l=—
ol a est un nombre compris entre -1 et 0. Nous pouvons alors séparer le
grand potentiel thermodynamique €2 en une partie monotone 2y (obtenue
pour [ = 0) et une partie oscillant avec le champ Q5. (quand [ # 0)

‘e|BT —2milt H— E(t’pz’ 0)
Qunc = 15 §RZ Tte dpzln L exp (2 ) |

(1.32)

L’étape suivante consiste a effectuer I'intégration sur p, par la méthode

du point col, qui permet de retenir uniquement les contributions des termes
Dz extr COrTespondant aux orbites ayant une section droite A(e, p,) extrémale
(¢ fixé). Enfin, utilisant la définition de I'aimantation dans ’ensemble grand

canonique
aSQOSC
Mosc = ( oH > T

Hy

et ne gardant que les termes oscillant rapidement, nous arrivons au résultat
que chaque section droite extrémale contribue a ’aimantation totale comme

FT & F
\/‘%Z 1732 Ry (1) R, (1) sin [QWZEi%]. (1.33)
N
|24
apg DPz=DPz,extr

La fréquence des oscillations de Haas-van Alphen, F', est définie comme étant

F — Cfélextlr

: (1.34)

27|e|

ou Aexir est une des sections droites extrémales de la surface de Fermi. Les
oscillations d’aimantation totales sont la superposition de toutes les contri-
butions extrémales.



FORMULE LIFSHITZ-KOSEVICH 29

Le facteur Ry décrit I'effet d’une température finie sur les oscillations,

A , T
= — =2 —. 1.
Rrll) = oo =2l (1.35)

Le facteur R, décrit I’effet du spin électronique (di a la levée de dégénérescence
de spin par effet Zeeman)

R,(1) = cos (m“eB ) , (1.36)

We

ol e est le moment magnétique de ’électron. L’effet des impuretés sur les
oscillations quantiques est pris en compte dans (1.33) (a la main) via le
facteur de Dingle Ry (1)

Rp(l) =exp (—27rl&) , (1.37)
O‘)C
ou 'y = 1/27 est I'élargissement en énergie des niveaux de Landau lié au
temps de relaxation fini 7y des électrons a champ magnétique nul. La jus-
tification microscopique d’un tel facteur Rp(l) dans la formule de Lifshitz-
Kosevich a été donnée par Bychkov pour une dispersion quadratique [4].

Par application du champ magnétique a différents angles, nous pou-
vons trouver toutes les sections droites extrémales de la surface de Fermi
et ainsi reconstruire la surface de Fermi totale. Outre la géométrie de la sur-
face de Fermi, il est possible de déterminer également, via la dépendance
en température de 'amplitude du premier harmonique, la masse effective
électronique. Le taux de diffusion ['y des électrons peut aussi étre déterminé.
Ainsi, nous comprenons facilement que ’analyse des oscillations quantiques
avec la formule de Lifshitz-Kosevich est devenue un outil indispensable pour
caractériser les surfaces de Fermi de trés nombreux composés.

Notons que la formule (1.33) conduit a des oscillations d’aimantation
lisses quels que soient les parametres (température, taux d’impuretés, nombre
d’orbites extrémales, ...). En Fig. 1.4, la forme typique des oscillations d’ai-
mantation est représentée.

Avant de clore cette section, nous aimerions faire quelques remarques
essentielles concernant les résultats et le domaine de validité du calcul de
Lifshitz-Kosevich.

e Le calcul présenté ici n’est valable que pour un spectre arbitraire 3D
(c’est-a-dire pour un spectre continu dépendant fortement de p,): la méthode
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MOSC

1/H

F1G. 1.4 — Forme typique des oscillations d’aimantation dans les métauz 3D.

du point col utilisée pour effectuer I'intégration sur le moment p, n’est pas
applicable aux systemes de basse dimensionnalité pour lesquels le spectre
dépend peu de p,. Ce point précis est rarement formulé dans la littérature.
Les deux points suivants non triviaux qui découlent directement de ce calcul
ne sont par conséquent a priori valables qu’en 3D.

e La formule de Lifshitz-Kosevich exprime les oscillations d’aimantation
comme un développement en série de Fourier. Les effets de la température,
des impuretés, etc... sont incorporés dans 'amplitude des harmoniques. Une
telle propriété rend I'exploitation des données expérimentales tres pratique
par simple utilisation de ’analyse de Fourier spectrale du signal.

e Pour dériver la formule (1.33), nous avons utilisé I’ensemble grand cano-
nique pour lequel le jeu de variables naturelles est u, V,T'. Dans les situations
expérimentales, I’échantillon est habituellement isolé et par conséquent, c’est
le nombre total de particules NV qui est fixé plutot que le potentiel chimique pu.
Comme montré dans la derniére partie de I’article original [2], il est possible
de calculer les oscillations du potentiel chimique avec le champ magnétique a
N fixé en utilisant le principe d’équivalence des ensembles a la limite thermo-
dynamique. Comme résultat, les oscillations de p sont négligemment faibles :
la méme formule (1.33) est aussi bien valable pour N fixé (auquel cas on
prend pour p la valeur & champ magnétique nul) que pour p fixé dans les
métaux 3D.



EFFET DE HAAS-VAN ALPHEN DANS LES METAUX 2D 31

1.5 Effet Shubnikov-de Haas dans les métaux
3D

Des oscillations du méme type que celles de 'aimantation se produisent
dans les propriétés de transport. Dans les théories de 'effet Shubnikov-de
Haas dans les métaux 3D [3], les oscillations de la magnétorésistance trouvent
leur origine dans les oscillations du taux de diffusion I'(z) = 1/27(u) sur
les impuretés ponctuelles, qui dans I'approximation de Born est propor-
tionnel a la densité d’états au niveau du potentiel chimique p. Les oscil-
lations Shubnikov-de Haas sont donc entierement décrites en terme d’oscil-
lations de la densité d’états. Il est d’ailleurs possible de relier les oscillations
de magnétorésistance et d’aimantation simplement [3]. Pour une surface de
Fermi isotrope, nous pouvons facilement estimer la partie oscillante Ao de la
magnétoconductivité par rapport a la magnétoconductivité totale o en utili-
sant les mémes astuces mathématiques que pour la dérivation de la formule
de Lifshitz-Kosevich [3], soit

Ao w.\ 2 OM, w
~ [ Fe ose o [ ZE 1.38
o ( Iz ) 0B\ u (1.38)

Le régime des oscillations quantiques correspond typiquement a la situation
ol de nombreux niveaux de Landau sont occupés, c’est-a-dire pu > w.. Ainsi,
I'estimation (1.38) montre que les oscillations Shubnikov-de Haas sont rela-
tivement faibles dans les métaux 3D

Ao
<« (1.39)
o

1.6 Effet de Haas-van Alphen dans les métaux
2D

1.6.1 Dérivation de Peierls

La dérivation de Peierls [5] (1933) releve plus d’un intérét fondamental
que pratique. Elle permet de comprendre tres simplement dans le modele le
plus simple d'un métal 2D pur a température nulle comment apparaissent
les oscillations d’aimantation a partir de la nature discrete des niveaux de
Landau.
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Soit N le nombre total (fixé) d’électrons dans le métal. Comme la fréquence
cyclotron est proportionnelle au champ magnétique, introduisons la notation
pratique w, = myB, ol my est homogene a un moment magnétique. Lorsque
la dégénérescence D > N, seul le premier niveau de Landau est (partiel-
lement) occupé. Le potentiel chimique vaut alors w./2. L’énergie totale du
systeme est

E = Nw,/2 (1.40)

et ’aimantation O N
M=——=——m,. 1.41
9B 9 Mo (1.41)

A un champ inférieur, tel que 2D > N > D, le premier niveau est
entierement occupé et le deuxieme niveau l’est partiellement. Le potentiel
chimique vaut alors 3w,./2. L’énergie totale est désormais

E = Dw./2+ 3(N — D)w./2 = 3Nw,/2 — Dw,, (1.42)

et
3
M = _EmON + 2mgyD. (1.43)

Pour la valeur du champ magnétique particuliere telle que D = N, I’aiman-
tation est discontinue et saute de —Nmy/2 & +Nmy/2. Simultanément le
potentiel chimique saute de w./2 a 3w,./2.

Nous pouvons calculer ainsi de suite 'aimantation pour des champs ma-
gnétiques inférieurs. Le résultat est 'obtention d’oscillations en forme de
dents de scie pour l’aimantation avec des discontinuités pour les valeurs
entieres du rapport N/D = ep/w. (voir Fig. (1.5)). Quant a la fonction
i/we, elle présente une forme en escaliers avec des sauts pour ces mémes
valeurs entiéres du rapport N/D.

Cette approche simple pour le métal 2D a un principal inconvénient :
elle ne permet pas de prendre en compte les effets de température finie et
d’élargissement des niveaux par les impuretés.

1.6.2 Formule de Shoenberg

En 1984, Shoenberg [6] a proposé une formule & partir de la densité d’états
2D et du calcul du grand potentiel thermodynamique pour les oscillations
d’aimantation. Son but était d’obtenir une formule aussi pratique que celle
de Lifshitz-Kosevich, c¢’est-a-dire sous la forme d’un développement en série
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Fic. 1.5 — Oscillations d’aimantation ¢ nombre d’électrons N fixé dans le

, . . . N _
métal 2D pur a température nulle comme fonction de 5 = Z—i

de Fourier, prenant en compte notamment les effets de la température sur
les oscillations.

Nous présentons ici un calcul légerement différent de celui présenté dans la
Réf. [6] mais conduisant & la méme formule finale (voir également la theése [7]).
Le grand potentiel thermodynamique a calculer est donné par

Q:—T/Ooodag(a)ln <1+exp (“;5» (1.44)

La densité d’états peut s’exprimer comme

o3 1+signe .
g(e) = DZé(s—sn)zigD z d(e —en)
n=0

2
n=-—00
1+ signe <= € 1
= - ° - omil [ = — =
; gol;oexp( ri (% 2))

1+signe <= ! €
= 5 9% (1 + 22(—1) cos (27rlw—c>) . (1.45)



34 CHAP. 1. LES OSCILLATIONS QUANTIQUES MAGNETIQUES

Ici nous avons utilisé la relation

D

— = Yo-
We

Le calcul du grand potentiel thermodynamique s’effectue facilement a l'aide
d’intégrations par parties pour donner pour pu > T

9 5 Gow? x= (—1) 15
Q=—-p"+ = Rr(l) cos | 2ml— ) . 1.46
ot Y s (o) (L

L’aimantation est alors obtenue par différentiation par rapport au champ
magnétique a potentiel chimique fixé. En ne gardant que les termes oscillant

rapidement avec le champ magnétique, nous avons

) 1 X (—1)HHt _ 7
M=— (8—B)u = GoHmo— ; ; Ry (1) sin (27rlw—c) : (1.47)

Cette formule explicite la dépendance en champ et température de I’aiman-
tation pour pu fixé. Sous cette condition (pas forcément toujours réalisée
expérimentalement), le nombre d’électrons N dans le systéme oscille avec
le champ magnétique autour d’une valeur a champ nul Ny (par conséquent
No = gop). Il est facile de voir qu’a température nulle, les oscillations d’ai-
mantation ont une forme en dents de scie avec des sauts apparaissant pour
les valeurs demi-entieres du rapport p/w. = No/D (Fig. 1.6).

Nous constatons donc que les oscillations de Haas-van Alphen dans les
métaux 2D ont une forme différente (précisément inversée et décalée 'une par
rapport a I'autre) selon que le potentiel chimique u est fixé ou que le nombre
d’électrons N est fixé (comparer les Fig. 1.5 et 1.6). Dans les métaux 3D, la
réalisation de I'une ou 'autre condition expérimentale ne changeait rien aux
caractéristiques de l'effet (voir remarques en fin de section 1.4). Nous verrons
dans le Chap. 3 comment retrouver & nouveau la forme des oscillations de
Peierls & N fixé & partir de la formule de Shoenberg (1.47) en tenant compte
des oscillations de potentiel chimique en utilisant le principe d’équivalence
des ensembles dans la limite thermodynamique.

Enfin, il est utile de mentionner que jusqu’ici nous n’avons pas introduit
de facteur d’atténuation dii aux impuretés. Nous verrons plus loin (Chap. 2 et
Chap. 5) que dans les métaux 2D, la prise en compte de 'effet des impuretés
sur les oscillations quantiques magnétiques pose un probleme difficile sur le
plan théorique.



EFFET DE HAAS-VAN ALPHEN DANS LES METAUX 2D 35

Mose
moNo
bt
L Ny
1w /1 aw /2 52 /3 702 We D
_ moNo
2 €

Fic. 1.6 — Oscillations d’aimantation a potentiel chimique u fizé dans le

métal 2D pur a température nulle comme fonction de w% = %.

Remarque générale

Avant de terminer ce chapitre, il est utile de préciser un aspect physique
qui ne sera pas développé par la suite mais qui mériterait en toute rigueur
que l'on s’y attarde. Le champ magnétique appliqué H differe a priori de
I'induction magnétique B via la relation

B =H +4rM(B). (1.48)

Pour des faibles valeurs de I'aimantation M (B), la différence entre H et B
est négligeable. La différence entre H et B doit étre prise en compte lorsque
dM 1

Dl 1.49

dB =~ 4m ( )
Sous cette condition, il y a formation de domaines de Condon [8]. Dans le
métal 2D pur a température nulle, les sauts d’aimantation correspondent
justement a la situation dM/dB — oo, et par conséquent la condition (1.49)
est remplie. Toutefois, par simplicité, dans toute la suite de la theése nous
ne tiendrons pas compte de cette question en nous focalisant sur d’autres
problemes, et utiliserons H ~ B.
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1.7 Objectif de cette premiere partie

Au cours des vingt derniéres années, de trés nombreux travaur erpéri-
mentaux portant sur [’étude des effets d’un fort champ magnétique sur les
systemes électroniques de basse dimensionnalité ont été menés, particulie-
rement dans les conducteurs organiques quasi-2D (voir par exemple la re-
vue [10] et les nombreuses références qu’elle contient). Des déviations mani-
festes a la théorie de Lifshitz-Kosevich ont été clairement observées dans ces
COMPOSES.

L’objectif de cette premiére partie de these est de développer la théorie
analytique des oscillations quantiques magnétiques dans les systémes en cou-
ches quasi-2D.

Dans le Chapitre 2, nous introduisons les premiers éléments thermody-
namiques nécessaires au développement de la théorie de l’effet de Haas-van
Alphen dans ces systéemes quasi-2D. En effet, nous avons besoin avant tout
de déterminer les oscillations quantiques de la densité d’états sous champ.
Dans ce méme Chapitre 2, nous donnons la démarche a suivre pour prendre
en compte les oscillations de potentiel chimique.

La théorie compleéte de leffet de Haas-van Alphen dans les systémes de
basse dimensionnalité est alors présentée en Chapitre 3. Nous étudions les
deux cas de figure qui peuvent se présenter expérimentalement: les cas du
potentiel chimique fizé ou du nombre total d’électrons fixé.

Puis, dans le Chapitre 4, nous avons pour objectif d’étudier les oscillations
quantiques d’aimantation dans [’état mizte des supraconducteurs quasi-2D.
Notamment, nous avons en vue de comparer la situation avec les supracon-
ducteurs 3D.

Enfin, dans le Chapitre 5, nous nous intéressons aux oscillations quan-
tiques de la magnétorésistance longitudinale lorsque le champ magnétique est
appliqué perpendiculairement aux couches conductrices.
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Chapitre 2

Aspects thermodynamiques

Dans ce chapitre, nous nous intéressons aux aspects thermodynamiques
dans les systemes quasi-2D. Tout d’abord, nous calculons la densité d’états
électroniques en présence d’un champ magnétique perpendiculaire aux couches.
Une hypothese simplificatrice concernant l’effet des impuretés sur les oscilla-
tions quantiques nous permet par la suite d’introduire I’équation donnant les
oscillations du potentiel chimique. Les calculs de ce chapitre ont été publiés
dans la Réf. [9].

2.1 Modele quasi-2D

En présence d’un champ magnétique perpendiculaire aux couches (voir la
Fig. 2.1), la dispersion en énergie des quasi-particules s’écrit dans les systemes
quasi-2D

en(p.) = (n+1/2)w, — 2t cos p,s. (2.1)

Le modele microscopique des conducteurs quasi-2D conduisant a une telle
dispersion est présenté en Annexe C. La quantification en niveaux de Landau
de I’énergie du mouvement 2D donne lieu aux effets d’oscillations quantiques
magnétiques comme I’effet de Haas-van Alphen et I'effet Shubnikov-de Haas.

I1 est utile de noter que dans la majeure partie des cas, le spectre électro-
nique réel des conducteurs organiques quasi-2D ne se réduit pas au spectre
simple (2.1) d’une bande d’états, mais est la superposition de plusieurs
bandes au niveau de Fermi. Dans une section du chapitre suivant, nous
étudierons plus spécialement l’effet de la présence de plusieurs bandes sur
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H

Fi1G. 2.1 — Modéle quasi-2D en couches. Nous considérons le cas d’un champ
magnétique appliqué perpendiculairement auzx couches.

les oscillations quantiques. Dans ce chapitre, seule une bande d’états au ni-
veau de Fermi sera prise en compte explicitement. La raison principale est que
la généralisation des différentes expressions a plusieurs bandes est directe.

2.2 Densité d’états quasi-2D

La densité d’états électroniques sous champ magnétique est obtenue a
partir de la partie imaginaire de la fonction de Green G(¢) & un électron
moyennée sur I'espace via la relation simple:

9(e) = —san(e — W3G(e). (2:2)

On s’affranchit du probléme microscopique concernant les impuretés (voir
Chap. 5) en faisant I’hypothése ici que les oscillations avec le champ ma-
gnétique de la self-énergie due aux impuretés sont négligeables. Une telle
considération est peut-étre fausse pour les systemes de basse dimensionnalité
notamment a tres fort champ magnétique. Toutefois, notre but est principa-
lement d’étudier la thermodynamique. Nous nous attendons a ce que les
oscillations de la self-énergie, si elles existent, n’induisent pas de bouleverse-
ment dans le comportement des grandeurs thermodynamiques des systemes
de basse dimensionalité sous champ magnétique. En revanche, ce probleme
difficile concernant le traitement des impuretés apparait plus déterminant et
essentiel pour I’étude des propriétés de transport (voir Chap. 5).
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Nous supposons donc dans un premier temps que les impuretés conduisent,
exactement comme pour un métal 3D [4], & la présence d’une self-énergie
constante X = i['y, c’est a dire ou 'y, I’élargissement des niveaux de Landau
di a la diffusion sur les impuretés (ici 'y = 1/27 avec 7y le temps vie moyen
des quasi-particules & champ nul), est indépendant de 1’énergie considérée,
du champ magnétique et est le méme pour tous les niveaux de Landau. En
fait, dans le calcul suivant, seule I'indépendance de la self-énergie avec les
niveaux de Landau est exploitée. L’expression obtenue & la fin (expression
(2.13)) est donc également valable pour un élargissement des niveaux I'(g)
quelconque.

Ainsi, G(e) s’écrit généralement

Ge)=)_ ! (2.3)

e — B +ilgsgn(e — u)’

m

ol m désigne les nombres quantiques et F,, le spectre en énergie des états sta-
tionnaires en ’absence d’impuretés. Les nombres quantiques dépendent de la
dimensionnalité du systéme considéré ; pour le cas 2D, I'indice m des nombres
quantiques comprend le nombre quantique magnétique n des niveaux de Lan-
dau, le moment p, qui est relié au centre des orbites électroniques (voir le
chapitre précédent), et le spin ¢ = +1; pour le cas 3D, nous avons en plus
le moment p,. Nous considérons un champ H dirigé selon I'axe z, c’est a
dire perpendiculaire & la (ou aux) couche(s) conductrice(s). Les spectres en
énergie sont respectivement

1
E., = (n + 5) we +opeH, (2.4)
Bupo = (n+) et vopn (2.5)
npee = (Mg |wet o+ ope. )

Ici pe est le moment magnétique de I’électron. Dans le cas quasi-2D des
systemes multicouches, le spectre électronique le plus simple prend la forme

1
Enp.o = (n + 5) we — 2t cos(p,s) + ouH + €y, (2.6)

ol ¢, est ’énergie de bas de bande b. Par la suite, nous oublierons volontaire-
ment ’énergie de bande ¢, par commodité, puisque son role est uniquement
de décaler I'origine des énergies. Le cas 2D est obtenu directement a partir
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du cas quasi 2D en posant t = 0. C’est pourquoi, nous considérerons unique-
ment pour le calcul suivant le cas quasi-2D plus général. Dans le cas quasi-2D,
I’expression pour la fonction de Green moyennée a un électron pour un spin
donné o devient donc

Z / dpz wch/ 2
21 & — (n+ 1) we + 2t cos(p,s) — opeH + ilosgn(e — p)
(2.7)
Le facteur gow./2 est la dégénérescence par projection de spin de chaque
niveau de Landau (cf. Chap. précédent) et provient de l'intégration sur tous
les moments p, possibles. L’intégration sur le moment p, va de —7w/s & +7/s.
Ici la prise en compte des impuretés via le terme I'y garantit 1’obtention
d’expressions bien convergentes sur le plan mathématique. En effet, la partie
imaginaire qui nous intéresse est du type > 1/n?:

) “ dp, —Losgn(e — )
I |G = — c/
367 = Fw 27 ; [e — (n+}) we + 2t cos(p.s) — o H|* + 13

(2.8)
Le calcul de la sommation sur les niveaux de Landau repose sur 1’utili-
sation de la formule sommatoire de Poisson (démonstration de la formule en

Annexe A):
00 +00 400
Y )= / f(t)e >, (2.9)
n=0

l=—0
oll a est un nombre compris entre -1 et 0. En écrivant € = £+ 1, en changeant
la variable ¢t en x = t — pu/w,, puis en faisant tendre la borne inférieure de
I'intégrale sur x vers —oo (car nous considérons la limite p/w. > 1), nous
obtenons

S[G7(e)] = —7r2—sgn§ + S [Gl(e)] (2.10)
avec
S [Gocle)] = ——wcFosgnf / Do N™ ezt (2.11)
140
y /+°° exp(—2milz)dx
—0 [5 - (3: + %) we + 2t cos(p,s) — a,ueH]2 + 13

Le premier terme obtenu pour [ = 0 correspond au résultat en absence de
champ magnétique. Les autres termes pour [ # 0 donnent une contribution
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oscillant avec le champ magnétique. L’intégration sur x est désormais directe
par un calcul de résidus et conduit a

d
ouH 42
X COS (wg OHe ¥ Cos(p zs)) e~ (2.12)
we

Apres sommation sur les deux états de spin, nous obtenons directement la
densité d’états recherchée

+oo
90 l 9 ,LLeH
== 1142 -1 2ml— 2wl
g(e) . + l_zl( )cos<7r%>cos<7rwc>><
2t
xJo (%l—) e—2”’53] . (2.13)
wC
ol
1 [T7
Jo(z) = 2—/ cos(x cos 0)df (2.14)
™ —T

est la fonction de Bessel d’ordre zéro.

Remarques

A ce stade, nous pouvons comparer la forme de la densité d’états dans
les deux cas limites t < w, et t > w.. Dans la limite 2D ¢ < w,, le facteur
de Bessel se réduit a I'unité (au moins pour les premieéres harmoniques [ les
plus significatives), et nous retrouvons naturellement la formule de la densité
d’états 2D (1.45) en faisant la substitution go/s — go.

Dans la limite opposée t > w,, le facteur de Bessel est remplacé par son
expression asymptotique

Jo(z) ~ <7r2_x) . cos (m - %) ;

pour donner la densité d’états

—I—oo
t l We 4

=1
MY\ _
X COS (2%[”—) e 2“53] . (2.15)

g(e) = gso

W,
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Cette forme pour les oscillations de la densité d’états est tres proche de la
forme 3D de Lifshitz-Kosevich (avec deux extrema pour la section droite de
la surface de Fermi).

Il est immédiat de constater que I’amplitude des oscillations quantiques
est directement reliée au facteur de Bessel. Dans la limite 3D, la partie oscil-
lante de la densité d’états est réduite d’un facteur \/w./2t ~ y/w./er < 1.
Dans toute la suite, nous allons retrouver le fait que les oscillations quan-
tiques de toutes les grandeurs (grand potentiel thermodynamique, potentiel
chimique, aimantation, magnétorésistance, self-énergie, ...) sont plus impor-
tantes en basse dimensionnalité.

Enfin, notons que dans la limite 2D, la forme exacte de la densité d’états
en présence d’impuretés reste ouverte. Le probleme de la self-énergie due
aux impuretés est évoqué plus en détail dans le Chapitre 5 portant sur I'effet
Shubnikov-de Haas.

2.3 Choix de I’ensemble statistique

Le choix de ’ensemble statistique pour traiter les propriétés thermody-
namiques d’un systéme est rarement mis en avant. La raison principale en
est que généralement cette question n’est pas physiquement pertinente. Dans
notre cas précis des métaux quasi-2D, cette question ne mériterait en principe
pas que nous nous y attardions (et cette section n’aurait aucune raison d’exis-
ter). En effet, dans la majorité des cas, les systémes étudiés sont des systemes
macroscopiques pour lesquels nous pouvons raisonnablement considérer que
la limite thermodynamique stipulant ’équivalence des ensembles statistiques
est réalisée.

Toutefois, concernant ’approche a suivre pour traiter les oscillations quan-
tiques magnétiques en basse dimensionnalité, il existe dans la littérature
(théorique et expérimentale) une certaine confusion. L’origine de cette confu-
sion repose sur une méconnaissance de la validité de la formule de Lifshitz-
Kosevich usuellement appliquée pour décrire la forme des oscillations quan-
tiques magnétiques indifféremment du type de systeme.

Avec l'apparition des nouveaux composés de basse dimensionnalité, des
déviations manifestes qualitatives et quantitatives a la formule 3D de Lifshitz-
Kosevich ont été observées expérimentalement [11, 12, 13, 14]. La cause in-
voquée pour expliquer ces déviations a été la présence d’oscillations de po-
tentiel chimique. Le potentiel chimique du systeme oscille avec le champ
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magnétique pour un nombre total de particules N fixé (ce qui est la si-
tuation physique attendue pour un systéme isolé). Or, il est couramment
déclaré [15, 16] que la formule de Lifshitz-Kosevich n’est plus valable en basse
dimensionnalité car elle repose sur I’hypothese d’un potentiel chimique fixé
(rappelons que la formule est obtenue dans le cadre de I’ensemble grand ca-
nonique). Certains auteurs opposent méme les systémes 2D aux systémes 3D
en évoquant les ensembles statistiques, avec I’adéquation : 2D = ensemble ca-
nonique, 3D = ensemble grand canonique. Cette identification des ensembles
statistiques avec les conditions expérimentales est un abus de langage dan-
gereux du fait de la réalisation de la limite thermodynamique et maintient
la confusion.

Or, d’apres les remarques de la section 1.4 du premier Chapitre, nous sa-
vons que le principe de dérivation de la formule de Lifshitz-Kosevich prend en
réalité en compte l’effet des oscillations du potentiel chimique. Comme déja
souligné, la dérivation de cette formule n’est pas valable en basse dimen-
sionnalité non pas & cause des oscillations de potentiel chimique (qui sont
certes attendues pour étre importantes en 2D) mais a cause de l'utilisation
de I'approximation du point col qui n’est pas applicable pour toute sorte de
dispersion en énergie.

Comme habituellement, le choix de ’ensemble grand canonique pour le
calcul des oscillations quantiques magnétiques releve plus d’un choix tech-
nique que physique (en ce qui concerne le calcul du potentiel thermodyna-
mique). Toutefois, la difficulté est désormais déplacée dans la définition impli-
cite des variables: dans I’ensemble grand canonique, les variables naturelles
a partir desquelles toutes les grandeurs thermodynamiques s’expriment sim-
plement sont le potentiel chimique pu, le volume V', et la température 7'. Si la
situation physique requiert un nombre de particules NV fixé, il est nécessaire de
remplacer la variable y par sa dépendance implicite avec N (et avec les autres
variables considérées comme physiquement fixées). La démarche a suivre est
décrite en Fig. 2.2. Par exemple, la dépendance de l'aimantation M sous
champ magnétique a N fixé est alors donnée par

M(N,V,T) = M(u(N,V,T),V,T).

Dans les systemes 3D, la relation implicite liant NV et p est facile a résoudre.
Dans les systemes de basse dimensionnalité, nous verrons par la suite que la
résolution de cette relation implicite pose plus de difficultés.
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Ensemble grand canonique Ensemble canonique

(1, V,T) (N, V,T)
l Limite thermodynamique l
Qw, V,T) S > F(N,V,T)
F=Q+uN
l Y To) l
N = m)H
M(M,V,T):_ g_?[)u M(N’V’T) =~ g_IF{)N

Fia. 2.2 - Equivalence des ensembles. L’atmantation est obtenue dans l’en-
semble grand canonique, puis exprimée pour un nombre de particules fizé.
La limite thermodynamique nous assure que [’expression alors trouvée pour
l’atmantation est la méme que la valeur que nous obtiendrions si nous avions
fait les calculs entiérement dans [’ensemble canonique.
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2.4 Calcul du grand potentiel thermodyna-
mique

Pour obtenir 'aimantation, il faut avant tout calculer le potentiel ther-
modynamique €2 dans ’ensemble grand-canonique défini par

Q=-T /000 g(e) In (1 + e%) de. (2.16)

Utilisant ’expression obtenue pour la densité d’états (2.13), la partie os-
cillante de 2 est obtenue en effectuant une intégration par parties et un
changement de variables z = (¢ — p)/T

osc = T Z

l—|—1

dzx.
T

9t\ 1 [+ sin(2r]®&tT2)
p(DRs(1)Jy <27rl—t) / sin(2rl7, )
1+e®

We

I3
T

(2.17)
La limite inférieure de 'intégrale peut étre prise égale a —oo puisque nous
considérons que p > T'. Utilisant la valeur de I'intégrale

/ too giay im
dy = ————
oo lt+eY sinh (o)

nous trouvons alors

+00 z

gowz

2z—)RS(Z)RD(z)RT(z)cos(zyrzwﬁ). (2.18)

Les différents facteurs Rp(l), Rs(l) et Rp(l) décrivant respectivement les
effets de la température, du spin, et des impuretés sont les mémes que ceux
définis en Section 1.4.

La partie non-oscillante du potentiel thermodynamique donne quant a
elle

Q= _PH (2.19)

2.5 Oscillations du potentiel chimique

Dans les conditions expérimentales, c’est usuellement le nombre total des
électrons qui est fixé et non le potentiel chimique. Comme déja souligné,
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ce dernier n’apparait donc pas comme une bonne variable pour spécifier la
dépendance des grandeurs thermodynamiques avec le champ magnétique.
Utilisant 1’équivalence des ensembles, le nombre d’électrons est alors défini

par
Q
) rvm

et donc

+o0 1
9 9o We (-1) 2t ) 1
N = ;,U/ + g? l_g 1 ] J0(27le_c)Rs(l)RD(l)RT(l) Sln(27l'lw—c) . (220)

Cette équation détermine le nombre de particules comme fonction de (H,T)
a p fixé. D’un autre c6té, nous pouvons considérer 1’équation (2.20) comme
I’équation du potentiel chimique p comme fonction de (H,T') & un nombre fixé
de particules N. Reconnaissant I’énergie de Fermi définie a champ magnétique
nul

sN

ep = 2.21
F= (2.21)

nous pouvons réécrire I’équation (2.20) comme

_ We = (_1)l+1 2t : I
p=crt ; z JO(QWZM—C)RS(Z)RD(Z)RT(Z) sm(27rlw—c). (2.22)

Cette équation est une équation implicite pour le potentiel chimique pu.
Nous voyons qu’a p > w,, le second terme oscillant ji,sc = p1—&ep présente une
petite correction a la partie constante ez du potentiel chimique. Toutefois, la
différence entre y et £p est importante dans les arguments trigonométriques.

Il est utile de mettre en avant ici la différence entre 1’énergie de Fermi ep
et le potentiel chimique p. En raison de la structure discrete des niveaux de
Landau, le potentiel chimique p (qui est ’énergie du dernier état occupé) est
différent & température nulle du niveau de Fermi e (1’énergie du dernier état
occupé a H et T = 0) lorsque le nombre de particules est fixé. Ce probléeme
de définition se pose principalement en basse dimensionnalité (en 3D cette
subtilité n’a pas vraiment de grande importance). Sous champ magnétique,
I’énergie de Fermi e joue plutot le role d’un point de référence pour I’énergie.
Notamment, nous n’avons pas le droit de substituer ’énergie p par er dans
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les expressions des différentes grandeurs thermodynamiques sans justification
préalable (discussion qui va suivre).

Comme pour la densité d’états, nous pouvons facilement constater que
la partie oscillante du potentiel chimique posc = g — € n’a pas la méme
amplitude dans les deux limites 2D et 3D.

Dans la limite 3D t > w,, il est direct de voir que

We
Hosc ™~ Wer [ 55 -

2t
Les oscillations du potentiel chimique sont donc négligemment faibles autour
de la valeur a champ nul du niveau de Fermi ep.
Dans la limite 2D ¢t < w,., ’équation du potentiel chimique en absence de
levée de dégénérescence de spin s’écrit

p=cpr+ % i (_1l)l+1RD(l)RT(l) sin(QWlwﬂ). (2.23)

=1

A température nulle, nous trouvons alors une expression simple en sommant
sur [

sin(272-) (2.24)

wC
i = €F + — arctan vy
i cos(2m L) 4 e e
We

Nous en déduisons qu’en 2D (comme attendu d’aprés 1’espacement entre les
niveaux de Landau)

Hosc ™~ We-

Pour tout Ty fini, les oscillations du potentiel chimique sont lisses (pas de
points singuliers comme c’est le cas a4 'y = 0). A faible champ magnétique,
par exemple pour 27Ty/w. > 1, nous pouvons remplacer y par e dans les
arguments trigonométriques pour obtenir

We . EF, _gnD
f=ep+ —Ssin(2r—2)e 2w (2.25)
s We
En revanche, a champ magnétique plus fort, le remplacement de u par ep
n’est pas valable, car la partie oscillante p,s. n’est plus négligeable. Le trai-
tement de cette difficulté est le sujet du chapitre suivant.
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Conclusion

Nous avons calculé la densité d’états électroniques sous champ dans les
métauxr quasi-2D prenant en compte la présence des impuretés, et d’une
éventuelle levée de dégénérescence de spin. La forme des oscillations quan-
tiques de la densité d’états se rapproche tantot de la forme 3D ou de la forme
2D respectivement dans les deux cas limites t > w,. et t <€ w.. Le rapport
t/w. du terme de saut intercouches t et de [’énergie cyclotron w. contréle
Uamplitude des oscillations quantiques.

Puis, nous avons dérivé le grand potentiel thermodynamique 2. Consi-
dérant la limite thermodynamique, nous avons alors exprimé les oscillations
quantiques magnétiques du potentiel chimique pour un nombre d’électrons
total fizé. De méme que pour les oscillations de la densité d’états, nous avons
montré que ’amplitude des oscillations du potentiel chimique a température
nulle dépend du rapport t/w. dans les systémes en couches.
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Chapitre 3

Effet de Haas-van Alphen dans
I’état normal

Dans ce chapitre, nous étudions les oscillations quantiques magnétiques
d’aimantation (effet de Haas-van Alphen) dans les métaux quasi-2D. Nous
considérons les deur situations possibles du potentiel chimique p fizé ou du
nombre total de particules N fixé. Pour N fixé, nous prenons en compte
Ueffet des oscillations du potentiel chimique pour le cas des métauzr de basse
dimensionnalité comprenant une bande d’énergie, puis pour le cas des métaux
avec plusieurs bandes. Ce chapitre a fait l’objet de deuz publications [17]
et [18].

3.1 Oscillations d’aimantation a u fixé
L’aimantation
o0
- (3)
0H ) , ¢

s’obtient directement a partir de I’expression du potentiel thermodynamique
Q calculé dans le chapitre précédent. En gardant uniquement les termes do-
minants lors de la différentiation, nous avons
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Mo = Nmo 2 3 CV By Ry R ()

T l
) 2t 2t 2t
x {s1n(27rzwﬁc)J0(27rzw—c) +o cos(zwzwﬂc)Jl(zwzw—c)} (3.1)
ou Ji(z) = —J§(z) est la fonction de Bessel du premier ordre. Si nous faisons

I’hypothese que I'intégrale de transfert ¢ est beaucoup plus petite que 1’énergie
de Fermi ¢r, nous obtenons

1 X (—1)H! 2t : 7
Mose = Nmo > —Jo(2rl )R () Rp () Ry (1) sin(2m1 ). (3.2)
=1 ¢ ¢

Dans la limite 2D, t < w,, les oscillations d’aimantation s’écrivent

+oo

M = Nm()% > (‘1l)l+l R(ORo(D Ry () sin(2ai ). (3.3

Cette formule prise sans le facteur di aux impuretés correspond a la formule
2D donnée par Schoenberg [6] (voir (1.47)). Dans la limite opposée t > w,
la forme pour les oscillations d’aimantation est tres semblable a la forme de
Lifshitz-Kosevich (mémes remarques que pour la densité d’états donnée en
section 2.2).

Le systeme quasi-2D est par conséquent tres particulier sous champ ma-
gnétique. Il passe d'un comportement 3D a un comportement 2D par simple
augmentation du champ magnétique : la dimensionnalité apparente est réduite
par le champ magnétique. La transition entre les deux comportements limites
est controlée par le rapport t/w, via les facteurs de Bessel. La significa-
tion physique d’un tel crossover peut facilement étre appréhendée en termes
d’élargissement de niveaux de Landau. Dans le métal 3D, les niveaux de
Landau sont intrinsequement élargis en raison de la dispersion dans la direc-
tion parallele au champ. Dans les métaux 2D, I’élargissement des niveaux de
Landau est principalement occasionné par les impuretés. Dans les systémes
quasi-2D, I’élargissement des niveaux de Landau di a la dimensionnalité est
précisément piloté par l'intégrale de transfert intercouches ¢ par rapport a
I"énergie cyclotron w,.
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\ Dy

/T\/\

F1a. 3.1 — La distance entre deuz tubes de Landau (les deuz cylindres cen-
trauz) est beaucoup plus petite que la modulation t due au transport inter-
couches (cylindre externe avec section modulée). Ainsi, le niveau de Fermi

intersecte de nombreux tubes de Landau de rayons différents, comme dans les
métaux 3D.

s Dy

]

Pz

F1G. 3.2 — La distance entre deux tubes de Landau (cylindres en traits fins) est
beaucoup plus grande que la modulation t (du cylindre avec section modulée

en traits épais). Ainsi, le niveau de Fermi rencontre au plus un seul tube de
Landau, comme dans le métal 2D.
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Nous avons représenté schématiquement en Fig. 3.1 et Fig. 3.2 la surface
de Fermi dans les cas limites 3D et 2D, afin d’illustrer I’effet de dimension-
nalité apparente réduite causée par le champ magnétique dans les systeémes
quasi-2D.

Remarque

L’expression (3.2) donne les oscillations d’aimantation sous champ ma-
gnétique a p fixé. A N fixé, nous notons que, en comparant les relations
(2.22) et (3.2) pour £p > w,, 'aimantation est directement reliée a la partie
oscillante du potentiel chimique p par

Mosc = 2]\40 MOSC, (34)

We

ou My = Nmgy/2 est 'aimantation a saturation. Cette relation a en fait une
justification thermodynamique simple car

o0 o 0N ou O
M=-(22) =—(22) () =~n(Z) &N .
(aﬂ)u (8H>N (au>N <6H>N "5,

Cette relation va nous servir par la suite pour décrire les oscillations d’ai-
mantation a N fixé.

3.2 Effets des oscillations du potentiel chi-
mique

3.2.1 Métaux comprenant une unique bande

Les calculs de cette section ont été publiés dans la Réf. [17].

Nous considérons désormais dans la suite de ce chapitre que le nombre
d’électrons total est fixé. Par conséquent, le potentiel chimique est susceptible
d’osciller avec le champ magnétique.

Un effet connu des oscillations du potentiel chimique est la symétrisation
des oscillations d’aimantation a tres basses températures dans des composés
de basse dimensionnalité ultra-purs alors qu’une forme en dents de scie est
attendue. Il a été montré que cet effet est lié a la présence de feuilles ad-
ditionnelles quasi-1D de la surface de Fermi non quantifiées par le champ
magnétique, et qui jouent le réle d’un réservoir fini d’électrons [12].
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Une relation entre la force de ce réservoir d’états et la forme des oscilla-
tions d’aimantation a clairement été trouvée numériquement par Itkovsky et
al. [19]. Ces résultats indiquent qu’il est nécessaire de prendre en compte ces
états qui ne sont pas quantifiés par le champ magnétique dans la description
complete de l'effet de Haas-van Alphen dans les systémes de basse dimen-
sionnalité. Comme le spectre en énergie du réservoir n’est pas quantifié en
niveaux de Landau par l'action du champ magnétique, il ne contribue pas
a la partie oscillante sous champ 2. du potentiel thermodynamique €2. La
dérivation du calcul de 2. dans les métaux 2D est donc la méme que celle
donnée dans le chapitre précédent.

Dans le cas général, la variable p/w, n’est pas appropriée pour donner la
dépendance en champ magnétique des oscillations d’aimantation (cf. la sec-
tion du Chapitre 2 sur les oscillations du potentiel chimique). La dépendance
de 1 avec le champ magnétique est déterminée par la condition de conser-
vation du nombre d’électrons N = —(9§2/0u)gr. Ici N est le nombre total
d’électrons se trouvant dans les couches 2D ainsi que dans le réservoir in-
terne. Sous champ magnétique et pour des températures tres basses, cette
condition s’exprime comme

N = gop + /OM gr(€) de — ( o )T’H, (3.5)

ol gr(e) désigne la densité d’états du réservoir. A champ magnétique nul, le
potentiel chimique p et le nombre d’électrons N sont reliés via

Ko
N = gopo +/ gr(e) de. (3.6)
0

La densité d’états gr(¢) est supposée quasi-constante sur une échelle d’énergie
de 'ordre de w./2, de telle sorte que pour toute valeur du champ magnétique
I’approximation

/0 " gr(e) de / " gr(e) de + grlio) (1 — o) (3.7)

reste valable. Apres substitution de I’équation (3.7) dans I’équation (3.5) et
en utilisant (2.18) et (3.6), la partie oscillante pos. = 1 — po du potentiel
chimique s’exprime comme

we 1 +oo (_1)l+1

1+R7rl:1 l

flose = Rr()Rp(1)Rs (1) sin (mﬂ) , (3.8)

We
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avec R = gr(po)/go un parametre mesurant la force du réservoir. L’équation
(3.8) joue un réle central dans 'analyse quantitative de l'effet de Haas-van
Alphen dans les métaux de basse dimensionnalité et est le sujet du déve-
loppement qui suit.

A 1o > w, la dépendance du potentiel chimique avec le champ est faible
quelle que soit la valeur du parametre R: le terme oscillant pes. représente
une faible correction a la partie constante pg car

Hose/ Ho ~ we/240(1 + R).
Dans le cas 3D, la partie oscillante .. est de ordre de [2]

,U'osc/lf'o ~ (L‘)c/:u'o)g/2 :

Cette différence entre les métaux 2D et 3D a une conséquence importante
sur le plan mathématique parce que c’est le rapport p/w. qui apparait dans
largument des sinus dans I’expression des oscillations d’aimantation (voir
(3.3)). Dans les systémes 2D avec réservoir, la partie oscillante du potentiel
chimique contribue comme

Posc/we ~ 1/2(1 + R).

Dans les systemes 3D
1/2
/»Losc/wc ~ (wc/,uo) /

et 'approximation
sin(2mlp/hw.) =~ sin(27wlpy/w.)

est justifiée [2] pour toutes les harmoniques [ significatives. Dans les systemes
de basse dimensionnalité, une telle approximation mathématique est seule-
ment possible quand 27l o /we. < 1, ce qui est satisfait seulement pour les
harmoniques [ < (14 R)/m. Quand R >> 1, cette condition est vérifiée pour
toutes les harmoniques significatives exactement comme pour les métaux 3D.
Dans les systemes 2D, I’expression (3.3) n’est généralement plus le dévelop-
pement en série de Fourier des oscillations d’aimantation. Par conséquent,
son utilisation en tant que tel n’est pas correct ; par exemple, la dépendance
en température des oscillations n’est pas seulement contenue dans le facteur
d’atténuation Rp(l) = A;/sinh \; mais aussi dans I'argument des sinus via
le terme oscillant désormais significatif pqs.. Par conséquent les masses effec-
tives que l'on pourrait extraire en utilisant la formule (3.3) en omettant le
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terme posc peut conduire a des valeurs incorrectes. Une telle difficulté a été
étudiée pour la premiere fois par Harrison et al. [12] dans le but d’expliquer
I’obtention de masses effectives de valeur anormales a partir de la dépendance
en température de différentes harmoniques.

Comme déja souligné dans la section précédente et aussi dans de nom-
breux papiers [9, 12, 16, 19|, les oscillations d’aimantation sont trouvées
proportionnelles & la partie oscillante pos. du potentiel chimique (d’apres les
équations (3.3) et (3.8)):

Mose = 2My(1 + R)Ee. (3.9)
wC

Ici My est 'amplitude de ’aimantation a saturation (7' =0, 'y = 0, R,(l) =
1). La relation (3.9) implique que les effets d’atténuation dus a une tempéra-
ture finie et a la présence d’impuretés agissent dans le méme sens et simul-
tanément pour les oscillations d’aimantation et les oscillations du potentiel
chimique. Au contraire, les oscillations d’aimantation (3.3) dépendent du pa-
rametre R seulement via les oscillations de potentiel chimique et donc ne
sont pas réduites par la présence du réservoir. En utilisant (3.9), il est pos-
sible d’éliminer la partie oscillante du potentiel chimique dans 1’expression
(3.3). Les oscillations d’aimantation sont alors données par une équation non
linéaire :

M, 2 +oo (_1)l+1

MO ™ —1 [

Re(1)Rp (1) Ry (1) sin (zmg—i 4 f = ]‘]@0) (3.10)

Les zéros des oscillations d’aimantation apparaissent clairement pour

2:“0/(*]0 =n,

c’est a dire périodiquement. Cependant, la possibilité de décrire les oscilla-
tions d’aimantation de fagon générale - en incluant les effets de la température
finie, de la diffusion sur les impuretés, de la levée de dégénérescence de spin
et d’un réservoir fini d’états - comme une série de Fourier pour toute valeur
du champ magnétique est certainement perdue dans les métaux de basse di-
mensionnalité. Les formes des oscillations sont si différentes dans le régime de
bas champ magnétique et dans le régime de fort champ magnétique (voir ci-
dessous) que la description en terme d’une fréquence indépendante du champ
magnétique peut étre impossible.
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L’effet de la température sur la forme des oscillations peut étre démontré
analytiquement en sommant 1’équation (3.3) sur [ quand A\; > 1. Alors
Hose/w. peut étre négligé dans I’argument du sinus et I’expression finale (sans
levée de dégénérescence de spin) est

T r T
Moo =~ ZMOW— sin (27rﬂ> exp (—ZWM> . (3.11)

wc c wc

La température rend donc les oscillations symétriques quelles que soient
les valeurs des autres parametres car les extrema correspondent au rapport
2uo/we = n 4+ 1/2. A contrario, notons que cela démontre précisément qu’il
est nécessaire d’étre a trés basse température pour pouvoir espérer observer
une forme des oscillations d’aimantation en dents de scie.

Le fait que les extrema des oscillations d’aimantation sont également tres
sensibles aux oscillations de potentiel chimique peut étre démontré analyti-
quement a température nulle en sommant tout d’abord 1’équation (3.8) sur
les entiers [ (cela est direct lorsqu’on reconnait le développement de la partie
imaginaire du logarithme In(1 + x) ou

x = exp (—27wl(To + ip) /we)

est une variable complexe). Cela conduit a ’expression simple

w sin (27?(%)
Pose = —————— arctan
m(1+ R) oS <27rw%> + exp (2%5—‘0’)

L’amplitude de pose = p — po est de l'ordre de w./[2(1 + R)]. L’inversion
de 1’équation implicite (3.12) donnant p/w. comme fonction de po/w, est
possible par une simple construction graphique: il suffit de représenter po/w,
comme fonction de p/w, et de prendre la réflexion par rapport a la bissectrice
d’équation p/w. = po/we.

Pour R = 0 et dans la limite formelle I'y = 0, le rapport p/w. a exac-
tement une forme en escalier (voir Fig. 3.3) et la partie oscillante pios./w,
présente une forme en dents de scie avec des discontinuités apparaissant
pour pug/w. = n. Donc, d’aprés la relation (3.9), les oscillations d’aiman-
tation sont en accord formel avec le résultat du calcul de Peierls [5]. De fagon
plus générale, pour tous parametres R et 'y, les oscillations d’aimantation
présentent des extrema sous champ magnétique quand

(3.12)

cos(2mp/w.) = — exp(—27Ty/w.)
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F1G. 3.3 — Variation de x = u/w. avec to = po/w. a T = 0 d’apreés I’équation
(8.12). La forme en escalier (ligne en pointillés) est obtenue dans la limite
formelle 'y = 0 et pour R = 0. La courbe représentée par la ligne solide
correspond a un paramétre R =1 et T'y/po = 5.107°. La ligne bissectrice est
obtenue pour R — —+o0.

d’apres (3.12). Pour 27T /w. > 1, les oscillations sont symétriques quel que

soit R comme attendu car les extrema sont obtenus pour

240 1 2(=1)"! To
=n+-+—-"7 _ —on=2). 3.13
o n+2+7r(1—|—R) exp wwc (3.13)

Dans la limite formelle opposée 271"y /w. < 1, la position des extrema dépend
fortement de la force du réservoir :

2/,1,0 1

o _2n+1j:1+R. (3.14)
Pour R < 1, nous trouvons alors une forme en dents de scie avec des disconti-
nuités pour les champs magnétiques po/w, = n comme trouvé par Peierls [5].
Pour R = 1, nous trouvons les oscillations symétriques comme montrées en
Réf. [19] par une méthode numérique. Enfin, pour R >> 1, quand le potentiel
chimique reste invariablement égal a la valeur a champ magnétique nul py, les
oscillations d’aimantation présentent une forme en dents de scie inversée [6]
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FiG. 3.4 — Oscillations d’aimantation pour différentes valeurs de R a T < w,
dans les métauzr 2D. Pour R = 0 (ligne en traits interrompus) les oscilla-
tions ont une forme en dents de scie avec des discontinuités positionnées
auz valeurs entiéres de xy = po/w.. La courbe symétrique (ligne solide) est
trouvée pour R = 1. Pour R — +o0o (potentiel chimique constant) les sauts
discontinus des oscillations en forme de dents de scie inversées ont lieu pour
xo = n+ 1/2 (ligne pointillée). Ici Ty /po = 5.107°.

(voir la Fig. 3.4). Par conséquent, les résultats obtenus ici analytiquement
sont en accord avec les résultats numériques obtenus dans I’approximation
de quelques niveaux [19]. L’expression (3.14) valable & basses températures
pour des métaux purs peut s’avérer utile pour estimer la valeur du parametre
R.

Considérons désormais le cas plus réaliste d’un spectre énergétique quasi-
2D pour les métaux ayant une structure en couches. La présence d’un réservoir
d’états va influer de la méme fagon que pour le métal 2D. Les oscillations
d’aimantation sont données pour ¢ < p par:

+00

Moy = My> Y (_1)I+IRT(Z)RD(Z)RS(Z) sin (mﬁ) Jo (%ﬁ) .(3.15)

T = l We We

La généralisation correspondante pour un champ magnétique présentant un
petit angle par rapport a la direction z est obtenue par simple substitu-
tion des parametres dépendant de ’angle [9, 20]. Il est direct de montrer
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que la relation (3.9) est également valable pour les métaux quasi-2D. L’in-
fluence des oscillations de potentiel chimique sur 'effet de Haas-van Alphen
est directement reliée au facteur supplémentaire Jy (27l 5—2) Pour 2t < w,, ce
facteur se réduit a ’'unité et donne par conséquent un comportement 2D ou
les effets des oscillations de potentiel chimique sont sensibles si le réservoir
est faible (typiquement R inférieur & quelques unités). Pour 2t > w, il in-
duit un comportement 3D [9] pour lequel les oscillations de potentiel chi-
mique sont réduites et la substitution de la quantité p/w, par pg/w. dans les
équations est raisonnable. Pour le cas intermédiaire, on s’attend & observer
un crossover du comportement 3D vers le comportement 2D en augmentant
le champ magnétique. Cela signifie que le comportement a haute température
n’est désormais plus équivalent au comportement bas champ magnétique (et
aussi vice versa): I’ équivalence est détruite par la présence du facteur Jy(z)
dépendant du champ magnétique. Celui-ci doit étre pris en compte méme
lorsque le potentiel chimique est fixé. Par exemple, pour z = 27(2t/w, < 2,

Jo(z) =~ 1—2%/4

et les amplitudes des harmoniques pour une valeur fixée du champ sont plus
basses que celles données pour un métal 2D idéal.

3.2.2 Métaux multibandes : combinaison de fréquences

Cette section a été publiée dans la Réf. [18].

Dans les métaux 2D multibandes, et pour un nombre de particules to-
tal fixé, les contributions de chaque bande individuelle a I'aimantation se
trouvent mélangées via les oscillations de potentiel chimique. Il en résulte
I’apparition d’harmoniques avec combinaisons des fréquences individuelles
dans le spectre de Fourier des oscillations d’aimantation [21, 22, 23, 24]. L’ob-
servation [27] de ces contributions additionnelles a I’effet de Haas-van Alphen
avec des amplitudes significatives rend possible une comparaison quantitative
avec la théorie. Dans ce but, une description analytique de I’effet de Haas-van
Alphen dans les métaux 2D multibandes incluant les oscillations du potentiel
chimique sur un plan quantitatif est nécessaire.

Récemment, Alexandrov and Bratkovsky [25] ont proposé une dérivation
analytique pour les amplitudes des combinaisons de fréquence dans les os-
cillations magnétiques quantiques. Ils affirment que, pour un nombre fixé
d’électrons N, les combinaisons de fréquence proviennent des oscillations
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d’un terme au carré, seulement présent dans ’expression de 1’énergie libre
F' dans I’ensemble canonique. Apres avoir calculé le potentiel thermodyna-
mique grand canonique {2, ils obtiennent la forme explicite de 1’énergie libre
[Eq. (13) de la Réf. [25]] en utilisant la relation

F=Q+uN.

De leur expression (13), ils tirent directement les harmoniques de Fourier des
combinaisons de fréquences.

D’aprés la Réf. [25], la partie oscillante Fis. sous champ magnétique de
I’énergie libre F' est reliée a la partie oscillante {2, sous champ magnétique
du potentiel thermodynamique grand canonique 2 via

1 [0\’
Fosc = Qosc -5 <a OSC) ) (316)
20\ Op )y

ou p est la densité d’états totale. Selon Alexandrov et Bratkovsky [25], c’est le
second terme nonlinéaire oscillant dans I’Eq. (3.16), spécifique a I’ensemble
canonique, qui produit les combinaisons de fréquences. Cependant, il est
important de souligner ici que €2, est une fonction explicite de la variable
i qui apparait avec le rapport p/w., dans les arguments des composantes
de Fourier (ici we, est la fréquence cyclotron de la bande individuelle «),
voir la forme explicite donnée par ’Eq. (6), Réf. [25]. Pour un nombre total
d’électrons N fixé, le traitement correct est donc d’éliminer la variable p dans
I’expression de 2.5 avec la condition

N=_ (%)H. (3.17)

Sous champ magnétique, le potentiel chimique est constitué d’une partie
constante jo (la valeur en absence de champ magnétique) plus une partie
oscillante ps. donnée par 1’équation implicite

1 [0
osc — . 3.18
g P( op )H (318)

Dans les métaux 3D, les oscillations de potentiel chimique peuvent étre
négligées [2] car fose ~ wen/We/ o €t o > w. (dans cette partie, I'indice
de bande « est omis par commodité d’écriture). La partie oscillante g
apparait dans les arguments des composantes de Fourier de {2, selon la
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combinaison fesc/we ~ y/we/ pho- Ainsi, le remplacement direct de la variable
u par la partie constante 1 dans I’expression explicite de Q. est justifié [2]:
Qosc (1) &~ Qose (o). Cela signifie que la résolution exacte de 1’équation im-
plicite (3.18) n’est pas nécessaire. Dans ce cas, 'expression explicite pour
Qosc peut effectivement étre considérée comme une sorte de développement
en série de Fourier! . En outre, le second terme de 'Eq. (3.16),

(aQosc/au)i{ /2:0 ~ ,sz (wc/ﬂ'o) )

est négligeable comparé a

Qose ~ pwz V wc/lj'O-

Dans les métaux 3D multibandes, I'Eq. (3.16) est donc applicable mais les
combinaisons de fréquences trouvant leur origine dans le terme au carré de
I'expression (3.16) ont des amplitudes trés petites.

Dans les métaux 2D multibandes et a tres basse température 7' < w,, la
situation est bien différente. Comme attendu dans ces conditions, I'amplitude
des oscillations du potentiel chimique est beaucoup plus importante que dans
les métaux 3D. D’apres I'Eq. (13) de la Réf. [25],

Qose ~ sz ~ (aQosc/alu)?-l /2p

a basse température et pour une faible diffusion sur les impuretés: les deux
termes dans l’expression (3.16) sont alors du méme ordre. Cependant, en
méme temps, nous avons désormais s ~ W, de telle sorte que fios./we =
O(1). Par conséquent, le remplacement direct de la variable p/w. par pg/w,
dans les arguments des sinus de I’expression pour (. n’est plus valable.
Contrairement aux métaux 3D, la résolution de I'Eq. implicite (3.17) est
nécessaire. La considération de l’expression explicite pour Fy, comme un
développement en série de Fourier, comme cela est fait dans la Réf. [25], est
a présent incorrect. De plus, du fait de I'importance de la partie oscillante
losc, les contributions des bandes individuelles sont également mélangées via
le couplage non linéaire dans ()., de telle sorte que les combinaisons de

1. En réalité, nous devrions plutét parler d’une série de Fourier généralisée car les
oscillations d’aimantation ne sont pas & strictement parler périodiques avec le champ
magnétique: cela désigne une série pour laquelle les oscillations sont toujours données par
des harmoniques, mais avec une amplitude dépendant du champ incluant par exemple les
effets de température finie ou de diffusion sur les impuretés
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fréquences peuvent étre produites par les deux termes de I’Eq. (3.16). Par
conséquent, nous concluons que l’analyse proposée par Alexandrov et Brat-
kovsky [25] pour expliquer 'apparition de combinaison de fréquences dans
les métaux 2D multibandes est mathématiquement incorrecte.

En outre, le mécanisme proposé par Alexandrov et Bratkovsky repose
sur la relation F' = Q + puN qui est applicable seulement a la limite ther-
modynamique. Dans cette limite, les quantités thermodynamiques évaluées
dans I’ensemble canonique ou dans l’ensemble grand canonique sont égales
pour les mémes conditions expérimentales données. La fonction donnant les
oscillations d’aimantation M,z peut donc étre dérivée de fagon équivalente

par
ox) oF.
MOSC —_ _ ( OSC) — ( OSC) .
oH ), oH )

Par conséquent, le mécanisme responsable des combinaisons de fréquences
dans le spectre de Fourier des oscillations d’aimantation ne peut pas a priori
dépendre de la facon dont I'aimantation est calculée, c’est a dire de I'utilisa-
tion d’un potentiel thermodynamique spécifique.

Dans la suite, nous nous intéressons a mettre en évidence comment les
combinaisons de fréquences apparaissent en considérant directement 1’expres-
sion des oscillations d’aimantation toujours dans la limite thermodynamique
pertinente. Exactement comme dans la dérivation 3D de Lifshitz-Kosevich
[2], les calculs des oscillations d’aimantation [9] sont techniquement plus fa-
ciles avec le potentiel thermodynamique grand canonique 2. Ainsi, les oscil-
lations d’aimantation sont dérivées a partir de

8Qosc
Mosc = - ) 1
(%), 319)

qui est une fonction des variables grand canonique p, V' et T'. Pour un nombre
total d’électrons N fixé, la difficulté est toujours d’éliminer la variable p
dans l’expression de My en utilisant la condition (3.18). Comme formulé
précédemment, I’expression (3.18) pour les oscillations de potentiel chimique
est I’équation-clé pour comprendre la différence entre I'effet de Haas-van Al-
phen en 2D et en 3D. Contrairement au cas 3D, sa résolution complete est
nécessaire. La présence possible d'un réservoir fini d’électrons intrinseque [12],
qui réduit les oscillations du potentiel chimique doit également étre envi-
sagée comme parametre additionnel. Comme résultat, dans les métaux 2D,
les oscillations d’aimantation deviennent plus ou moins sensibles a la présence
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d’oscillations du potentiel chimique et montrent des comportements significa-
tivement différents selon la présence un non d’un réservoir fini d’électrons [12,
17, 26]. Dans les métaux 2D multibandes cette plus grande sensibilité aux
oscillations du potentiel chimique s’exprime par la présence des combinai-
sons de fréquences dans le spectre de Fourier des oscillations d’aimantation a
tres basse température, comme ’a déja montré numériquement Nakano [23].
Notre but est donc de prouver analytiquement I’existence de ces combinaisons
de fréquences dans les oscillations d’aimantation.

Dans les métaux 2D a une bande, la partie oscillante js. €t les oscillations
d’aimantation M. sont reliées par une relation de proportionnalité simple.
Ainsi, I’équation (3.18) et ’équation (3.19) peuvent étre réunies pour donner
une équation unique [17]

Mosc B ) +oo (_1)l+1

MO ™ I—1 l

Re() R () Ba (1) sin (%li—z o f = J‘]@) (3.20)

Le parametre sans dimension R mesure la force du couplage au réservoir [12].
Les oscillations de potentiel chimique sont responsables du caractere non-
linéaire de I’Eq. (3.20). Pour R >> 1, elles sont réduites de fagon importante :
alors, la formule (3.20) donne directement le développement en série de Fou-
rier des oscillations d’aimantation dans les métaux 2D pour un potentiel
chimique fixé [6].

Dans le cas multi-bande, les Eqgs. (3.18) et (3.19) donnent pour T < y et
we K

Moe = Y Mo~ AL sin (mm) , (3.21)
a,l Hoe Wea
Hosc 1 me . 1 Moo + Hosc
= ——— A, 2l ——— 3.22
Wea 2(1 + R) m Z ¢ o ( " Wea! ) ’ ( )

o\l

Ol fbq = Moo+ lloses Moa = Mo—Aqo est indépendant du champ magnétique,
Moo = pattoawea/H, po est la densité d’états par projection de spin a champ
nul dans la bande « avec la masse effective mq, weq = |e|H/mac, m =), My,
R = pr/ >, pa (avec pg la densité d’états du réservoir), et

2 (=) N H r
A = —( ) AL S omi exp | —2ml—2 ).
™ l sinh /\la Wea Wea
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Remarquons qu’ici les équations (3.21) et (3.22) ne peuvent pas étre com-
binées pour donner une seule équation comme c’était le cas pour une bande.
Néanmoins, les effets de pos sur les oscillations d’aimantation restent qua-
litativement les mémes. Comme pour le métal a une bande, lorsque R >
1, les oscillations de potentiel chimique sont considérablement réduites et
nous retrouvons le développement de Fourier avec les fréquences classiques
fa = 2mcmqgpioa/|e]- Pour des valeurs plus petites de R, les contributions de
chaque bande individuelle aux oscillations d’aimantation sont mélangées par
I'intermédiaire de la partie oscillante du potentiel chimique pis.. Cependant,
d’apres les Egs. (3.21) et (3.22), il n’est pas évident de savoir si une ana-
lyse de Fourier pour les oscillations d’aimantation est pertinente. Essayons
de les écrire sous forme d’un développement de Fourier. Pour cela, dans les
Egs. (3.21) et (3.22) nous séparons les deux parties différentes du potentiel
chimique présentes dans les arguments des sinus:

Mosc = Z MOa &Al Sin 27Tl Hoa COS 27Tl Hosc
a.l IU’OOl * Wea Wea

+ cos (27Tl “°“> sin (%l“"“ﬂ , (3.23)

wCOé wCCE

Mosc 1 Mg U 1 Hoo! 1 Posc
Do = MH ZAO/ |:Sln (271'[ @) COS <27Tl @)

o
+ cos (QWZIM) sin (2%[’@)] : (3.24)
Wea! Wea!

A toute température finie ou élargissement di aux impuretés fini, la quan-
tité flose/Weo €St strictement inférieure a 0.5(1 + R)™'m,/m et se trouve
réduite lorsque la température augmente ou le champ magnétique dimi-
nue. Par conséquent, en développant fi.s./we, €n puissances des facteurs de
réduction dus a la température ou aux impuretés, nous pourrions résoudre
I’Eq. (3.24) par itérations successives. Toutefois, le caractére fortement non-
linéaire des équations rend la résolution de ces équations self-consistentes
quelque peu lourde, en particulier pour des oscillations du potentiel chimique
importantes |fiosc/Wea| ~ 1/2. D’apres la forme des Egs. (3.23) et (3.24), nous
pouvons noter que, de maniere générale, pour un nombre fixé d’électrons, le
développement de Fourier des oscillations d’aimantation pourrait bien ne pas
exister. Néanmoins, dans quelques régimes particuliers ou suivant des condi-
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tions spécifiques, la description en termes de série de Fourier semble possible
localement, c’est & dire pour un intervalle fini de champ magnétique (qui
dépend de la température, du parametre R, du taux de diffusion par les im-
puretés I'y et également de l'intégrale de transfert électronique ¢ pour les
métaux quasi-2D). En effet, dans le régime d’oscillations faibles du potentiel
chimique mais non négligeables |osc/wea| < 1/27, nous pouvons linéariser les
Egs. (3.23) et (3.24) (pour les contributions des premiers ! significatives) et
obtenir au premier ordre par rapport aux oscillations du potentiel chimique

> + o Fee cos (2%1”00‘)} ,  (3.25)

wCOé wCOé

Mose = Y _ My, AL, [sin (27rl

a,l

Moo
w

cx

ou

Hosc 1 L . 1 Moo/
= — Ay 2rl'—— | . 3.26
Wea 2(1+R) m ; “ sm( g wm,> (3.26)
La substitution de (3.26) dans (3.25) conduit au développement en série de
Fourier

{ m ’
Mie =Y Moo AL, sin ( 2712 T g AL AL,
; 0 asm(ﬁwca +a;y(1+R)m Oa1g g,
X sin (27TZIM) cos (QWZNOQ) . (3.27)
Wea! Wea

En présence de plusieurs bandes, I’hypothese de faibles oscillations du poten-
tiel chimique n’est pas aussi restrictive méme pour R = 0, car les amplitudes
des oscillations sont d’emblée réduites par le facteur m,/m < 1. Dans ce
régime, c’est le second terme de (3.27) qui est responsable de la présence des
combinaisons de fréquences f = lf, = ' f,,. Leurs amplitudes sont

WAZaAlo'/ Ma

2(1+ R) (l m Mo £ U

My

MOa,) . (3.28)

AT = 0, le rapport de I'amplitude de I’harmonique de la combinaison de
fréquence f, + fo a celle de I’harmonique de la bande individuelle o donné
par le premier terme est (AL = 2/7 en ne considérant pas les facteurs liés &
la levée de dégénérescence de spin et aux impuretés)

I mg for
H—RE (1 + f_a> . (3.29)
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Cette valeur n’est pas incompatible avec la condition de linéarisation. Elle
montre que la présence de combinaison de fréquences est significative si f, et
for e sont pas du méme ordre de grandeur. Dans les expériences de Shepherd
et al. [27], le rapport des fréquences de chaque bande est de 'ordre de 4, ce
qui est cohérent avec cette condition pour l'observation des combinaisons
de fréquences. Dans le travail numérique de Nakano [23], des amplitudes
significatives pour les combinaisons de fréquences sont également trouvées
dans la méme configuration de fu /f, ~ 4. Cela signifie que les métaux 2D
multibandes ayant des fréquences pour les bandes individuelles telles que
far/foa > 1 sont des systémes idéaux pour espérer observer des combinaisons
de fréquences dans le spectre de Fourier des oscillations d’aimantation a tres
basse température.

En outre, d’aprés UEq. (3.27) nous pouvoir voir que les oscillations du
potentiel chimique modifient aussi les amplitudes des fréquences des bandes
individuelles. En effet, 'amplitude de la fréquence f = Lf, consiste en I’am-
plitude habituelle (le premier terme dans le membre de droite de 'Eq. (3.27))
plus en une infinité de termes produits par les oscillations de potentiel chi-
mique dans le second terme quand L = [ +['. Par exemple, le rapport de
I'amplitude de ’harmonique L (fréquence Lf,) en présence de faibles oscil-
lations du potentiel chimique sur I’amplitude classique est

T OO
14— AL AR AL ALY 3.30
oy (T S ).

l=L+1

Pour le premier harmonique L = 1, ce rapport devient

I Al+1
l———— (1+R mAle AT (3.31)

@ =1

En utilisant la formule ), 1/I(l + 1) = 3/2, nous trouvons a température
nulle et en absence de levée de dégénérescence de spin et de diffusion sur les
impuretés:

14+-———2 (3.32)

Dans le régime de faibles oscillations du potentiel chimique, le rapport (3.32)
s’écarte légerement de I'unité, de telle sorte que le rapport de 'amplitude de
la combinaison de fréquence f, + fo sur 'amplitude de la bande individuelle
fa [Ba. (3.29)] n’est pas affecté par ce facteur de correction. Néanmoins, les
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expressions (3.30), (3.31) et (3.32) dérivées avec la condition de linéarisation
des oscillations du potentiel chimique indiquent que dans le régime des os-
cillations fortes de potentiel chimique (pour lequel un calcul numérique des
oscillations d’aimantation est inévitable) les amplitudes usuelles des bandes
individuelles sont alors significativement affectées [12, 26].
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Conclusion

En conclusion, nous avons étudié de facon analytique [’effet de Haas-
van Alphen dans les systéemes de basse dimensionnalité présentant une ou
plusieurs bandes, lorsque le nombre d’électrons total est constant, en souli-
gnant clairement la différence avec les métauzr 3D. Les oscillations de poten-
tiel chimique apparaissent des que l’énergie cyclotron est plus importante que
Uintégrale de transfert (w. > t).

Dans la limite 2D w. > t, les oscillations d’atmantation deviennent tres
sensibles aux oscillations de potentiel chimique. La présence d’un réservoir
fini d’électrons doit étre prise en compte comme un parametre additionnel.
Ce réservoir controle essentiellement l’amplitude des oscillations de poten-
tiel chimique, et de facon indirecte les positions des extrema des oscillations
d’aimantation a trés basses températures dans les échantillons pratiquement
absents de défauts.

En présence d’oscillations du potentiel chimique fortes, la description
quantitative des oscillations d’aimantation en termes de série de Fourier
pourrait bien ne plus étre possible a fort champ magnétique et doit étre
abordée par des méthodes numériques. Ces complications apparaissant dans
les systemes quasi-2D rendent indubitablement [’effet de Haas-van Alphen
moins pratique que dans les métaur 3D (décrits par la formule de Lifshitz-
Kosevich “relativement simple”en comparaison).

Dans le régime d’oscillations du potentiel chimique faibles, I’analyse de
Fourier reste une bonne approximation. Dans les métaux 2D multibandes, ces
oscillations sont responsables de la présence de combinaison de fréquences
qui peuvent apparaitre avec une amplitude significative si les fréquences des
bandes individuelles difféerent significativement.



69

Chapitre 4

Effet de Haas-van Alphen dans
I’état mixte supraconducteur

Dans ce chapitre, la théorie de leffet de Haas-van Alphen dans [’état
mizte supraconducteur des métauxr quasi-2D est développée. Nous montrons
que Ueffet du réseau de vortex est d’introduire une atténuation supplémentaire
des oscillations d’aimantation. Nous comparons le résultat obtenu avec les
supraconducteurs 3D. Ce chapitre a été publié dans la Réf. [9].

4.1 Rétrospective

Parallelement a ’étude de l'effet de Haas-van Alphen dans I’état normal
des métaux de basse dimensionnalité, la possibilité d’effectuer des mesures
d’oscillations quantiques dans 1’état mixte supraconducteur a été reconnue
apres la premiere observation de 'effet par Graebner et Robbins [28] en 1976.
Durant ces dix dernieres années, I’effet de Haas-van Alphen a été observé a la
fois dans I’état mixte et I’état normal de nombreux types de supraconducteurs
comme NbSe; [29], NbsSn [30], V3Si [31], YNi;B,C [32, 33], CeRu, [34],
UPd,Al; [35], URu2Sis [36], k—(BEDT — TTF),Cu(NCS), [37]. Mise & part
la condition de basse température

2
elHs T,
T < gy~ 2 T

mc ER
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une condition pour l'observation de 'effet de Haas-van Alphen dans I’état
mixte supraconducteur consiste en 1'ultrapureté des échantillons
VF EF
lm > Ve ~ Tc&].

Ici 1, est le libre parcours moyen des quasi-particules, vr est la vitesse au
niveau de Fermi, T, est la température critique, H. est le second champ cri-
tique, et & est la longueur de cohérence supraconductrice. Ces deux condi-
tions signifient que tous les échantillons de tous les composés cités ci-dessus
sont ultrapurs et en méme temps des supraconducteurs de type II forts avec
un champ critique supérieur élevé. Ce dernier est fourni par une température
critique plus élevée et un niveau de Fermi plus bas que dans les supracon-
ducteurs de type II ordinaires.

L’observation principale est que la fréquence des oscillations dans 1’état
mixte reste la méme que dans I’état normal. En revanche ’atténuation du
signal avec 1/H est plus rapide dans I’état mixte que dans 1’état normal.
L’effet de Haas-van Alphen devient inobservable pour des champs plusieurs
fois plus petits que H., mais toujours plus larges que le champ critique ther-
modynamique H, = H/k. Ici k est le parametre de Ginzburg-Landau, qui
est typiquement de I'ordre de 20-30 pour les matériaux dans lesquels ’effet de
Haas-van Alphen a été observé dans 1’état mixte. Cela signifie que la distance
entre vortex est de ’ordre du diametre de coeur dans la région compléte d’ob-
servation. Ce champ peut donc étre considéré comme le voisinage du champ
critique supérieur ou la solution d’Abrikosov pour le réseau de vortex est une
bonne approximation.

Une autre observation importante [32, 33] est que l'effet de Haas-van
Alphen dans I’état mixte persiste en dessous de H. non pas pour toutes les
orbites électroniques mais pour celles qui ont un rayon (ou aire de section
droite) relativement petit.

De nombreuses études ont été menées dans le but de comprendre 1'in-
fluence du réseau de vortex sur les oscillations. Le point essentiel ici est
la non-diagonalité du parametre d’ordre matriciel dans la représentation de
Landau empéchant une dérivation simple du spectre énergétique des quasi-
particules dans I’état mixte. Le besoin de contourner ce probleme a conduit a
I'idée de travailler avec un spectre de type Bardeen-Cooper-Schrieffer (BCS)
sur-simplifié [38, 39, 40|, ce qui est valable ou bien dans la région quasi-
classique loin en dessous de H.y ou l'effet de Haas-van Alphen n’existe plus,
ou bien dans la limite ultra-quantique (ep ~ w,.) avec seulement quelques ni-
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Fic. 4.1 — Oscillations d’atmantation dans l’état normal et dans ’état mizte
supraconducteur de YNigBoC (d’aprés la Réf. [32]). Le fit est une extension
de l’é¢tat normal calculée a 'atde de la formule de Lifshitz-Kosevich. Les
oscillations sont clairement atténuées dans ’état mizte (B < 10.5 T).

veaux de Landau remplis. Dans ce dernier cas, il existe toutefois des doutes
quant a ’applicabilité de la théorie BCS et en outre quant a I’existence méme
de supraconductivité.

Nous devons mentionner également qu'une tentative a été menée pour dé-
velopper une théorie pour des supraconducteurs anisotropes avec des noeuds
dans le gap au niveau de la surface de Fermi loin en dessous de H.y quand le
rayon du coeur de vortex est beaucoup plus petit que la distance entre vortex,
et quand nous pouvons assumer 1’homogénéité dans ’espace du module du
parametre d’ordre [41]. Comme déclaré ci-dessus, cela ne correspond pas aux
régions d’observation.

Une dérivation correcte a été proposée par Maki [42] et Stephen [43]. IIs
ont établi une atténuation additionnelle de I’amplitude de Haas-van Alphen
dans 1’état mixte supraconducteur. Le parametre d’ordre a été déterminé
de facon self-consistente par Stephen, qui a permis l'identification de I'in-
tervalle de champ pres de H., ou l'effet est susceptible d’étre observé. Ces
résultats mentionnés ci-dessus ont été obtenus en négligeant les éléments non-
diagonaux de la matrice de self-énergie, ou une sorte d’approximation sur un
potentiel aléatoire di au réseau de vortex a été utilisée. Quelque peu plus
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tard, des calculs numériques pour le systéme 2D ont été établis [44, 45].

Un autre type de résultats analytiques (avec une atténuation du signal de
Haas-van Alphen avec le champ magnétique décroissant moins rapidement
dans la région supraconductrice) a été présenté dans le papier de Zhuravlev
et al. [46], ou l'approche ainsi appelée de cohérence de phase stricte a été
appliquée. Bien que cette derniére ait un intérét théorique indéniable, elle
semble étre moins réaliste que I’approximation d’'un potentiel de réseau de
vortex aléatoire qui a été utilisée dans le papier de Stephen.

Les traitements [43, 44, 45, 46] étaient limités par la condition 7' > w, /2>
qui est nécessaire pour la convergence a basses températures. L’extension de
la théorie a la région basse température w., > I'y > T a été faite dans
les papiers de Vavilov et Mineev [47, 48] et Mineev [49, 50| en introduisant
I’épaisseur I'y des niveaux de Landau dont l’origine est la diffusion sur les
impuretés. Il a été montré qu'un état supraconducteur est sans gap dans la
région de I’état mixte en dessous du champ critique supérieur si

HCQ - H We EF
—— < 4/—In— 4.1
Hc2 €F ! wc’ ( )

ol ep/w, est le nombre de niveaux de Landau sous le niveau de Fermi a
H = H_. Cet intervalle de champ est négligeable pour tout supraconduc-
teur de type II classique. Cependant, pour ces matériaux particuliers ultra
purs avec un H.y tres élevé et un tres petit €z, ou I'effet de Haas-van Al-
phen a été observé dans I’état mixte supraconducteur, la valeur de /ep/wes
est de l'ordre de, ou méme plus petite, que dix et la théorie présentée a
une région d’applicabilité sous le champ critique supérieure mesurable. Dans
cette région, la contribution oscillante de la densité d’états et la réduction
de I'amplitude des oscillations d’aimantation dans 1’état supraconducteur est
trouvée.

Il est également important de remarquer que les nombres des niveaux de
Landau sous le niveau de Fermi sont différents pour les différentes bandes (¢
dans (4.1) doit étre diminuée de la valeur de I’énergie au centre de la bande
considérée). C’est pourquoi la condition (4.1) est moins restrictive pour les
orbites électronique avec un plus petit rayon ou aire de section droite. Ce fait
correspond aux observations mentionnées ci-dessus.

Dans les états supraconducteurs non-conventionnels pour lesquels les lignes
de section droite extrémales de la surface de Fermi (dans le plan perpendicu-
laire au champ magnétique) coincident avec les lignes de zéros du parametre
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d’ordre, les amplitudes des oscillations d’aimantation sont presque les mémes
que dans I’état normal. Dans I'état supraconducteur avec une autre distribu-
tion des zéros, la réduction des oscillations de Haas-van Alphen correspond
qualitativement a la supraconductivité ordinaire.

La théorie de 'effet de Haas-van Alphen dans I’état mixte supraconduc-
teur a été développée en détail par Mineev [50]. Dans le modele isotrope 3D,
I’expansion de Landau pour I’énergie libre de 1’état mixte supraconducteur
pres du champ critique supérieur a été dérivée analytiquement en puissances
du module au carré du parametre d’ordre moyenné sur le réseau de vortex
d’Abrikosov en prenant en compte la quantification en niveaux de Landau
de I’énergie des quasi-particules.

La condition de validité pour une telle expansion a été établie et est
donnée par ’équation (4.1). Comme dans le métal normal 3D, les termes oscil-
lant avec le champ magnétique représentent de faibles corrections a 1’énergie
libre non-oscillante de 1’état supraconducteur. Néanmoins, ils sont des fonc-
tions du rapport 2mep /w,, oscillant rapidement. A cause de cela, apres dif-
férentiation par rapport au champ magnétique, la partie oscillante de I'ai-
mantation M = —g—fl dans I’état mixte supraconducteur s’avere étre plus
importante que la partie de 'aimantation correspondante non-oscillante.

La théorie analytique de l'effet de Haas-van Alphen dans I’état mixte
supraconducteur au voisinage du second champ critique est développée dans
ce chapitre pour les supraconducteurs en couches 2D et quasi-2D. Notre
traitement suit le papier [50] ou les calculs correspondants avaient été faits
pour les supraconducteurs 3D.

Dans ce chapitre, nous voulons déterminer I’effet de la basse dimension-
nalité sur le facteur de réduction additionnel di au réseau de vortex. Nous
devons mentionner que sous la dénomination de systemes 2D nous sous-
entendons des cristaux 3D en couches avec une interaction négligemment
faible entre les couches, de telle sorte que 1’état mixte en présence d’un
champ magnétique perpendiculaire aux couches représente un réseau de vor-
tex d’Abrikosov et non de Peierls. Le traitement du probleme est effectué dans
le cadre du formalisme de Gorkov pour un supraconducteur conventionnel.

4.2 Energie libre

La densité d’énergie libre dans 1’état mixte pres du second champ cri-
tique H. est développée en puissances du module carré du parametre d’ordre
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moyenné sur le réseau de vortex d’Abrikosov [50]

F,—F, =alA’+ §A4 (4.2)
ou . ,
a=-— /e_%p_Kg(R) dR (4.3)
g
et

ﬁ = % / f*(I‘l)f(rg)f*(I‘3)f(1‘4)K4(I‘1, Irp,Ig, I'4) dI‘l dI'z dI'3 dI'4. (44)

Ici g est amplitude constante d’interaction de paire, p?> = R? — Z2,

2
f(r) =2 Z exp (i%;Ty?J - <£ + %h{) )

v=entier ZH

est la solution d’Abrikosov pour le parametre d’ordre pour un réseau de
vortex carré ol la longueur de la cellule élémentaire a est telle que a® = 7%,
Iy o< H='/? est la longueur magnétique et A est ’'amplitude du parametre
d’ordre.

Les fonctions Ky et K, peuvent étre exprimées comme :

K>(R) = % S TSGR, 5,)G7 (R, i) (4.5)

o==+1 n

G’ (r1,19,00,) = exp <z/ A(s) ds) G (ry — 19, @), (4.6)

1 ~ N o ~
Ky(r1,T2,T3,T4) = 9 Z TZGU(I‘l,I'z,wn)G (r2, T3, —Wy)

o==1 n

xGa(r3,r4,c~un)Gfa(r1,r4, —(.Nun), (47)

Wy = w, + g sgn wy, wp =7T(2n + 1). (4.8)

Pour obtenir cette formule, le champ magnétique est supposé uniforme et
coincidant avce le champ externe, ce qui est une bonne approximation au
voisinage de H., pour les supraconducteurs ayant un grand parametre de
Ginzburg-Landau.
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Les coefficients a et 3, qui dépendent de la dimensionnalité du systeme
considéré via les fonctions de Green, sont calculés en Annexe B dans le
régime i > w.. En annexe, nous montrons que ces coefficients peuvent se
décomposer en une partie dépendant de fagon monotone du champ magnétique
et une partie oscillant rapidement avec le champ magnétique:

a(H,T)=a(H,T)+ aw.(H,T), (4.9)

B(H,T) = B(H,T) + Pose(H,T). (4.10)

Pour un supraconducteur 2D, les différents parametres ont pour expression

H— Hyo(T
a(H,T) = %T;() (4.11)

olt Hy(T) est le second champ critique & basse température moyenné sur les
oscillations (H,g, est défini en Annexe B),

“+o00

T (-1)! 1
Qosc(H, T) = —27%/? : oS <2w1— R,(l+2
osc( ) 90 \//Wc lz:; smh )\l+2 We ( )

xRp(l+2) (4.12)

et
> We 1—‘(2) - (:u’eH)2 We

H,T=0)= ~

expression valable pour pu.H < I'y < w,

(4.13)

+o0
Bosc(H, T =0) = QO%/;F?) Z(—l)lRD(l) cos (27rlﬁ> I <27rl&> (4.14)

=1 We We

ou

0= [ |G+ )

est une fonction bornée. La minimisation de 1’énergie libre par rapport a A
donne

Fy=F,— —. (4.15)
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4.3 Aimantation

L’aimantation est définie par

O0F

M, = — .
oOH

Lors de la différentiation, nous ne conservons que les termes oscillant le plus
rapidement
a o, a? o
Ms,osc = 7,05C + = —= — > ﬁosc -
B 0H 252 OH

Ici My, o5c est la partie oscillante de I’aimantation dans I’état normal (calculée
dans les chapitres 1 et 3). Comme dans le cas 3D [50], & 47Ty ~ w,, nous
avons |’'inégalité concernant les différentes contributions

_ d_2 a/BOSC
232 OH

(4.16)

g aCYosc
5 oH

[ Mposc| > |

| > | (4.17)

avec une nouvelle condition plus restrictive que dans le cas 3D (voir équation

(4.1)): ] ;
71{2(]?2_ H _ <%) . (4.18)

Dans cette condition, nous ne devons pas oublier que p est le poten-
tiel chimique moins I’énergie de bande ¢, de telle sorte que cette limite est
différente selon les bandes et moins restrictive pour les bandes ayant la plus
petite valeur de pu — &,. Avec la condition précédente, nous pouvons nous
contenter de ne garder que les deux premiéres contributions dans (4.16) ; les
oscillations d’aimantation sont donc données par

+oo

@ O0lse
Mj 05c = My o5c + 5 om0 - ;MnlMsl, (4.19)
ou
My = 71r ogou(_ll)mRT(Z)RS(Z)RD(Z) sin (mwﬁc) (4.20)
et

(4.21)

(47TF0> Hcg - H Z2RT(Z + 2) Rs(l + 2) 747rl"0
Msl =1-
Heoo (1+2)Rr(l) Rs(1)
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ou les facteurs Rr(l), Rs(l) et Rp(l) respectivement dus a la température,
a la levée de dégénérescence de spin, et aux impuretés sont définis dans le
Chapitre 1.

Tous les calculs précédents peuvent étre conduits de la méme facon dans
le cas d’un métal quasi-2D. Nous obtenons pour la contribution due au réseau
de vortex

MPP = M2P. (4.22)

L’intervalle de champ (4.18) pour lequel les résultats (4.19), (4.20), (4.21)
sont valables est minuscule pour les supraconducteurs de type II ordinaires.
Cependant, pour ces matériaux particuliers ultrapurs avec un H., tres élevé
et des tres petits ep, v/ p/wea ~ 10 et la théorie présentée ici a une région
d’applicabilité significative sous le second champ critique.
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Conclusion

Nous avons développé la théorie de l'effet de Haas-van Alphen dans I’état
mizte supraconducteur des systemes de basse dimensionnalité, prenant en
considération la température finie, I’élargissement des niveaur de Landau du
a la diffusion sur les impuretés, et la levée de dégénérescence de spin para-
magnétique. Nous avons trouvé un terme de suppression additionnelle des
oscillations di a la distribution inhomogéne du paramétre d’ordre dans [’état
mixte. Le critére d’observation des oscillations quantiques de [’atmantation
pres du second champ critique dans les supraconducteurs quasi-2D est plus
restrictif que dans le cas des supraconducteurs 3D.



79

Chapitre 5

Oscillations quantiques
magnétiques de la conductivité
longitudinale o,

Dans ce chapitre, les oscillations quantiques magnétiques de la magnéto-
résistance longitudinale p,, dans les métaur quasi-2D pour un champ magné-
tique perpendiculaire auzr couches sont étudiées dans le cadre de la théorie du
transport quantique. Nous montrons que les oscillations Shubnikov-de Haas
deviennent gigantesques dans la limite t < w,. A fort champ magnétique
et & basse température, les minima de o,, = p,} ezhibent un comporte-
ment thermiquement activé en présence d’oscillations de potentiel chimique
négligeables. Les questions concernant la self-énergie due auz impuretés dans
la limite 2D sont abordées. Ce Chapitre a été publié dans la Réf. [51].

5.1 Problématique

Dans les conducteurs organiques quasi-2D, c’est typiquement la compo-
sante de résistivité dans la direction perpendiculaire aux couches p,, qui
est étudiée expérimentalement [10], quand le courant électrique et le champ
magnétique sont simultanément paralléles & la méme direction z (voir la Fig.
D.1 dans ’annexe D).

Récemment, J. Wosnitza et al. [52] et M.-S. Nam et al. [53] ont rapporté
des oscillations inhabituellement fortes de p,, dans le conducteur organique
quasi-2D f"-(BEDT-TTF),SF;CH;CF,SO3 pour des champs magnétiques
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élevées et des basses températures. Les auteurs de la Réf. [52] ont appelé leur
observation une transition métal-isolant induite par le champ magnétique.
M.-S. Nam et al. [53] ont proposé que le comportement de type isolant prove-
nait de la présence d'un gap dans la densité d’états en mettant en évidence le
comportement thermiquement activé des maxima de p,, (ou des minima de la
conductivité o,, = p;}'), quand le potentiel chimique prend des valeurs entre
les niveaux de Landau. Leur interprétation repose sur l'existence d’oscilla-
tions de potentiel chimique avec le champ magnétique négligemment faibles
a cause de la partie quasi-1D de la surface de Fermi qui joue le role d’un
réservoir d’états fini. L’hypothése d’un potentiel chimique presque fixe est
confortée par I'observation d’oscillations d’aimantation en forme de dents de
scie inversée précisément dans ce méme composé [52, 54| (voir la Fig. 5.1), ce
qui est une forte indication d’oscillations de potentiel chimique négligemment
petites (voir par exemple [17] et les chapitres précédents).

; , ; ;
E-{BECT-TTFLSF,CH.OF.S0,
T=0.44K

@ --0.7°

WW\W\ ||

cHvA dala
—— 20 formula (1)

o
-
T
1

AM B {arD. units)
=

=
L
1

10 1 20 2
EM

Fi1a. 5.1 — Oscillations de Haas-van Alphen en dents de scie dans le conduc-
teur organique B"-(BEDT-TTF),SF;CHyCF,S05 (d’aprés la Réf. [54]). Les
données expérimentales (cercles ouverts) concordent avec la formule 2D de
Shoenberg (ligne solide) avec un potentiel chimique fizé.

Quelques articles [12, 55, 56, 57, 58| s’intéressent & 1’étude théorique des
oscillations de la magnétoconductivité o,, dans les métaux quasi-2D. Tres
récemment, P.D. Grigoriev et al. ont proposé dans une série d’articles [55,
56, 57] une explication d’autres caractéristiques concernant les oscillations
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de o,, telles que le décalage dépendant du champ des battements et les os-
cillations lentes de o,, (voir la Fig. 5.2), dans le cadre a la fois de la théorie
du transport semi-classique de Boltzmann [55] et de la théorie du transport
quantique [56, 57]. Ils ont montré que ces caractéristiques observées dans
de nombreux conducteurs organiques présentant une structure en couches
autres que 3"-(BEDT-TTF),SF5sCH;CF,SO3 provenaient de la basse dimen-
sionnalité prononcée du spectre énergétique (2.1) dans la limite de bas champ
magnétique (ou grand t) w, < 4t.

R (mQ)

.. (a.u)

F1a. 5.2 — Oscillations de la magnétorésistance (a) et de l’aimantation (b)
dans le conducteur organique B — (BEDT — TTF)yIBry (d’aprés la Réf. [59]).
Les oscillations lentes de la magnétorésistance sont indépendantes de la
température (a). De plus, les battements des oscillations de Haas-van Al-
phen (b) sont légérement décalés par rapport aux battements des oscillations

Shubnikov-de Haas (a) (courbes ¢ T = 0.56 K). Ces deux particularités sont
liées a la basse dimensionalité du composé.
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Il est utile de faire remarquer que cette derniere condition n’est certaine-
ment pas remplie dans 'intervalle de champs magnétiques ot les expériences
des Réfs. [52, 53] se sont déroulées. L’observation d’extrema tres piqués dans
les oscillations de Haas-van Alphen [52, 54| (faites & plus bas champ magné-
tique, voir la Fig. 5.1) indique que la limite 2D (i.e. 47t < w,) est déja tres
probablement atteinte [17].

Dans ce chapitre, nous étudions les oscillations de la magnétoconductivité
en ayant pour but de donner une explication aux expériences rapportées par
J. Wosnitza et al. [52] et M.-S. Nam et al. [53]. Les calculs des oscillations
Shubnikov-de Haas de la magnétoconductivité o,, dans les métaux quasi-2D
sont établis dans le cadre de la théorie du transport quantique pour une dif-
fusion sur les impuretés a courte portée. Dans la section suivante, ’expres-
sion générale pour o,, est présentée dans une forme plus pratique valable
pour i > w, et une self-énergie arbitraire. Nous démontrons en section 5.3
I’existence d'un comportement thermiquement activé pour les minima de la
magnétoconductivité dans les métaux quasi-2D de bonne qualité et pour des
champs magnétiques élevés. Nous montrons que ce comportement n’est pas
relié a la présence d’un gap dans la densité d’états mais plutot a la présence
d’une sorte de pseudo-gap dans la magnétoconductivité spectrale o,,(p/w.).
En section 5.4, la self-énergie due aux impuretés pour les métaux quasi-2D
est étudiée dans le cadre de ’approximation de Born self-consistente. En-
fin, en section 5.5, nos résultats sont discutés a la lumiere des observations
expérimentales dans §"-(BEDT-TTF),SF;CHoCF,SO;3 [52, 53]. La descrip-
tion détaillée du modele microscopique étudié et les calculs du transport
correspondants sont donnés en Annexes C et D.

5.2 La conductivité longitudinale o,

En absence de corrections de vertex, la conductivité longitudinale o,,
dans les métaux quasi-2D sous un champ magnétique perpendiculaire aux
couches peut étre exprimée comme (voir Annexes C et D)!

1. Les constantes de Planck, de Boltzmann et la vitesse de la lumiere sont prises égales
a ’unité tout au long de ce chapitre.
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Fue X [ Bt [ 4 (oni)

(an,p;,sG?n,pz,s - (an,pz,s)z) ’ (51)
ol la sommation doit s’effectuer sur 1’énergie € et les nombres quantiques
magnétiques n des niveaux de Landau, les projections de spin 0 = +1, et
le moment intercouche p,. Ici R désigne la partie réelle, g, est la densité
d’états en absence de champ magnétique, n,(€) est la dérivée de la fonction
de distribution de Fermi-Dirac

Mole) =

4T cosh®(e/2T)’

(5.2)

et T la température. Les limites d’intégration sur p, sont [—7/s, +7/s], et
celles sur € sont [—o0, +00]. Les fonctions G® et G4 sont respectivement les
fonctions de Green retardées et avancées définies par

1

GA _ GR * — 5.3
Oy T,Dz € ( UnaPZyg) e — ga,n,pz =+ iF5+u’ ( )

ol 1
Sonp: = (n + 5) We — 2t COSP,S — b — opeH, (5.4)

e est le moment magnétique de ’électron, et 3(e) = il'. est la self-énergie
due aux impuretés dépendant de 1'énergie. La partie réelle de la self-énergie
> est incluse dans la définition du potentiel chimique x. Dans notre modele,
Y. est indépendante des nombres quantiques n,p,,o car nous considérons
uniquement la diffusion sur les impuretés comme des points. Finalement, v,
est la vitesse dans la direction z

v,(p,) = Oonp: = 2stsin p,s. (5.5)
Ip.
La formule (5.1) est moitié plus petite que la formule utilisée par Grigoriev
et al. [57] sans avoir été dérivée.
Dans I'Eq. (5.1), deux termes contribuent & ¢,,: un terme provenant
du produit des fonctions de Green retardées et avancées (contribution que
nous appelons par la suite RA), un autre terme provenant du produit de
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deux fonctions de Green retardées (ou deux fonctions de Green avancées;
nous appelons ces contributions RR). Plus loin, nous choisissons de calculer
séparément ces deux termes RR et RA afin de voir clairement comment ils
contribuent chacun a I’expression finale:

dp, de
ORA = € _ch/ 2 /27_‘_( ( ))an,pz,sGﬁ,n,pz,s (56)

et

dp, de
onn = Z/ D: 2 /%n'()m((;fn,pz,g)? (5.7)

A la différence du cas des métaux sans champ magnétique ou les contribu-
tions de type RR sont absentes (voir par exemple B.L. Altshuler et al. [60]),
nous montrons dans la deuxieme partie de ce chapitre que les termes RR
contribuent ici a la conductivité totale, et ce principalement dans la limite
2D.

Désormais, nous réécrivons les expressions (5.6) et (5.7) en effectuant la
sommation sur les niveaux de Landau n. Par commodité, nous négligeons a
partir de maintenant la levée de dégénérescence de spin, qui peut étre prise en
compte relativement facilement dans les calculs suivants. Pour transformer
la somme sur les niveaux de Landau, nous utilisons la formule sommatoire

de Poisson
+oo +oo +00
Z f Z / de —27rzlu (58)
n=0

[=—x

ol a est un nombre quelconque compris entre —1 et 0, pour obtenir pour la
premiere contribution RA

+o00
dp du ,
— 2 Z,2 ! —2milu
ona=onse 3 [ Eitlpa) [ae (nn@) [ 51
1
( é-u,pz - 5+u) (5 - gu,pz + iFe—l—u) .

(5.9)

En effectuant le changement de variable u en z = &, ,,, —¢, et en remplagant la
limite inférieure de I'intégrale sur la variable z par —oo car nous considérons
le régime pertinent p > w, pour les oscillations Shubnikov-de Haas, nous
obtenons
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d ) . e
Ora = €°gp Z / i f(pz)e_%“l%coms /da (—n'y(g)) e~ 2miliGE

l=—00
dx —omil L 1
X [ — e e - , . (5.10
27 (@ —ileyy) (@ +iTeyy) (5.10)

Un calcul direct de résidus pour l'intégrale sur x conduit a

+o0o

d . _ !
ORA = 62% Z (_1)l/ ;;:v,f(pz)e‘%’%“spzs /dsi( " (€))
o0

I=— Loty

r
—omil EXL _op|j| St
we @ w

xe (5.11)

Regroupant les [ positifs et négatifs, et introduisant la fonction de Bessel du
premier ordre Ji(x) définie par

/ dﬁsm ve —izcosp _ Jl(x)’
_p 2m x

nous réécrivons I'Eq. (5.11) comme

r We o= (=)' (At _y Tet
JRA:GO/de(_nII‘?(‘S))—Oll+EZ ] J1<wc)62lwc

Tein
X €oS (27rl(S * M)] , (5.12)

We

ou )
t°s g
09 = 6290— = 62—80 <U§>7—0 (513)

est la conductivité longitudinale en absence de champ magnétique, I'y =
1/21y est la partie imaginaire de la self-énergie due aux impuretés a champ
magnétique nul, 7y le temps de vie moyen des quasi-particules également a
champ magnétique nul. Quant a ogg, nous calculons la somme sur les niveaux
de Landau de la méme fagon pour obtenir

2T <= Arlt re
ORR = 0 /ds (—nl(e)) =2 Z (-1 g, ( T ) e 2ot

t Py We

X €OS (2%16 i ,u> . (5.14)

We
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Comparons les deux contributions RA et RR. Si nous considérons la limite
de champ magnétique nul, la contribution ogg disparait et nous retrouvons
la formule de Drude habituelle donnée par

Oyy = ORA = O0y. (5.15)

Nous retrouvons qu’en I’absence de champ magnétique la contribution RA
correspond a la contribution semi-classique du transport [60]. Le terme RR
n’a pas d’équivalent semi-classique. Dans la limite 3D (i.e. 47t > w,), ou dans
la limite sale 27I"; > w,, la contribution RR ne représente en réalité qu’une
faible correction par rapport a la contribution principale RA. Toutefois, pour
un champ magnétique arbitaire, la comparaison des deux contributions n’est
pas triviale, car les deux termes sont exprimés sous forme de série alternée.
Nous démontrons dans la section suivante que la contribution RR devient
plutot significative particulierement dans la limite 2D quand 47t < w,.

5.3 o0,, dans la limite 2D

Dans la limite 2D, w, > 4xt, les deux contributions og4 et org (données
par les Eqs. (5.12) et (5.14)) se simplifient car les facteurs faisant intervenir
les fonctions de Bessel peuvent se développer comme J;(x) ~ /2 pour les
petites valeurs de I'argument z :

+o00
ORA = 0 /ds (—n'z(¢)) Fo 1+ 22 (-1 6727”%& cos <27rl8 + M)
FE—I—u =1 We
(5.16)
et
, 4rly R | —onletn E+ U
—— /de (= (e)) L(=1) e 5 cos (m : ) . (5.17)
c =1 c

Dans cette limite, la partie de o,, oscillant avec le champ devient indépendante
de l'intégrale de saut intercouches ¢, qui intervient uniquement dans le fac-
teur de normalisation a champ magnétique nul oy. Cela établit clairement
I'origine physique des oscillations de ¢,, comme étant la quantification du
mouvement dans le plan perpendiculaire au champ magnétique, qui affecte
le transport intercouches par 'intermédiaire du spectre des quasi-particules
(2.1).
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Dans le but de comparer les deux contributions o4 et ogg pour un champ
magnétique arbitraire tel que w, > 4nt, nous effectuons la sommation sur
les entiers [ pour chaque contribution. Ainsi, la magnétoconductivité totale
prend la forme

+oo
7= [ de(nip(e = ) [omale) + onn(e)], (5.18)
ou
T, sinh <27r£—i)
ora(e) = o0 (5.19)
e cosh (27?5—2) + cos (27rwic)
et
oxT. 1+ cosh (27rl;—z> cos (27rwic>
O'RR(E) = —0y o (520)

W, T 2
¢ <cosh (27rw—i) + cos (QWMLC))

A température nulle, les oscillations de magnétoconductivité sont données
par
022 = opa(pt) + orr(1) = 022 (1) (5.21)

Comme déja noté a la fin de la section précédente, le terme orgr contribue
de facon négligeable a la conductivité totale o,, dans la limite sale 27T, >
We. A partir de I’Eq. (5.20) nous pouvons voir qu’a température nulle ogg
donne toujours une contribution négative a o,,(u) quand g ~ nw,, et une
contribution positive quand u ~ (n + 1/2)w,.

Quand w, > 27T, w, > 4wt et u # (n + 1/2)w,, les deux contri-
butions RA et RR sont, au premier ordre, opposées de telle sorte que la
magnetoconductivité totale a température nulle disparait périodiquement,
0,.(p) — 0 (voir Fig. 5.3). Une telle limite suggere I’existence d’un compor-
tement particulier pour la forme des oscillations Shubnikov-de Haas & basses
températures, ce qui est I’objet du développement qui suit.

Considérons désormais que les oscillations de la self-énergie sont négligem-
ment faibles, c’est-a-dire I'; = I';. Cette hypothese n’est pas un ingrédient
indispensable pour notre théorie. Nous l'utilisons seulement dans le but
d’étudier le comportement de o,, a forts champs magnétiques a un niveau
plus quantitatif. Néanmoins, nous prouvons dans la section prochaine que la
relation I'. ~ I'y est correcte en particulier dans I'approximation de Born
self-consistente en présence d’un réservoir d’états dans les conditions de
I'expérience [53].
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F1G. 5.3 — Les deux contributions ora (ligne solide) et orr (ligne pointillée)
pour 27l Jw, = 0.25. Elles se compensent mutuellement entre les niveauz de
Landau et s’ajoutent sur les niveauxr de Landau.

L’analyse numérique de la fonction o,,(g) révele l'existence de deux régi-
mes pour la forme des oscillations caractérisés par le rapport oo = 27Ty /w,:

e Un régime bas champ magnétique w, < 27y (ou a > 1), pour lequel la
contribution RR représente une correction comparée a la contribution RA,
et cela pour 'intervalle entier en énergie ¢,

e Un régime fort champ magnétique défini par w. > 27 (ou a < 1),
pour lequel des pseudo-gaps centrés sur les énergies € = nw, existent dans la
fonction spectrale o,,(¢).

Dans la Fig. 5.4 nous avons représenté la fonction o,,(¢) pour différentes
valeurs du champ magnétique, en utilisant les valeurs expérimentales données
dans la Réf. [53], a savoir 'y =0.22 meV et m* = 1.96 m, (ici m. est la masse
de 1’électron). Comme montré en Fig. 5.4, 'ouverture d’un pseudo-gap se
produit pour un champ magnétique d’environ 20 T, ce qui correspond a un
parametre o ~ 1. La largeur du pseudo-gap croit clairement avec le champ
magnétique.

Un tel comportement a fort champ peut aussi étre déduit a partir de
considérations analytiques. En effet, la présence d’un pseudo-gap dans o,,(¢)
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F1G. 5.4 — Présence d’un pseudo-gap dans la fonction spectrale o,,(€) pour
des champs magnétiques élevés. L’ouverture du pseudo-gap se produit pour 20
T, c’est-a-dire pour un parametre o = 2nlg/w, ~ 1. Ainsi, les autres champs
magnétiques H = 10, 30 et 40 T correspondent respectivement ¢ o = 2, 2/3
et 0.5.

est claire si nous écrivons la conductivité totale comme

sinh &« — « cos (27rwic> sin? (27rwic>

0.:(€) = 09 (5.22)

o 2
cosh v 4 cos (277“%) (cosh o + cos (gﬂwic))

Pour € ~ nw, et a < 1, 0,,(¢) devient trés petit sur une gamme en énergie,
qui devient de plus en plus étendue lorsque @ diminue.

Des valeurs si faibles pour ¢,, quand o < 1 conduisent a des maxima de
la magnétorésistance p,, gigantesques a basses températures quand p/w, ~
n. Pour illustrer le comportement a température finie, nous avons calculé
numériquement o, en utilisant les Egs. (5.18)-(5.20) toujours en prenant les
données expérimentales [53]. Nous avons estimé la valeur du potentiel chi-
mique & g &~ 11.8 mev (pour ’étude numérique, nous avons explicitement
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considéré que les oscillations du potentiel chimique sont négligemment pe-
tites; les effets des oscillations du potentiel chimique sont évoqués dans la dis-
cussion). Dans la Fig. 5.5, la forme générale des oscillations de p,, = 0.} pour
des oscillations de self-énergie négligeables est représentée dans la gamme de
champs magnétiques 20 - 60 T. Dans cette figure, nous avons choisi exacte-
ment les mémes températures que dans la Fig. 1 de la Réf. [53] (reproduite
quelques pages plus loin en Fig. 5.8) dans le but de comparer plus facilement
les formes expérimentales et théoriques des oscillations de magnétorésistance.

150

120 |-

90 -

p,./P,

50 60
Magnetic Field (T)

F1G. 5.5 — Oscillations de la magnétorésistance p,,/po = 00/0,, comme fonc-
tion du champ magnétique pour différentes températures (a partir du haut,
0.59, 0.94, 1.48, 1.58, 1.91, 2.18, 2.68, 3.03, 3.38, 3.80, et 4.00 K).

Comme dans la Réf. [53], nous avons également étudié numériquement
la dépendance en température des maxima de résistivité. La présence d’un
pseudo-gap pour des champs magnétiques élevés donne lieu a température
finie a un comportement thermiquement activé des minima de conductivité
pour les champs magnétiques y ~ nw,. En effet, d’aprés 'Eq. (5.18) et quand
i ~ nw, (alors les minima de o,,(¢) sont en correspondance avec le maximum
de —n'y(€)), le principal moyen de conduction est 1’excitation thermique des
quasi-particules aux bords du pseudo-gap. La figure 5.6 montre In¢o,, versus
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1/T pour les valeurs entiéres p/w. =n =4, 5, 6, 7 et 8. Dans cette figure, une
dépendance linéaire est clairement trouvée pour 'intervalle de températures
2<T < 4K (ou025<T7!<05K™*), mettant en évidence le compor-
tement activé des minima de o,,. A tres basses températures T < 2 K (ou
T-' > 0.5 K™, 0,, sature (Fig. 5.6): les quasi-particules dont I’énergie se
trouve dans le pseudo-gap contribuent principalement a la conduction.

0

o /o
zz

In(

-5 L L 1 L L L L 1 L L L L 1

0.5 1.0 15 .
UT (K"

F1G. 5.6 — Dépendance delno,, /oy versus 1/T (T en Kelvins) pour les entiers
n = p/w. (mazima de résistivité).

5.4 La self-énergie due aux impuretés

Pour I’étude numérique faite dans la section précédente, nous avons fait
I’hypothese que les oscillations de self-énergie sont tres faibles dans la limite
2D w, > 4nt. Le but de cette section est de justifier un tel choix dans
le composé organique 5”-(BEDT-TTF),SF;CH;CF2SOs. La self-énergie due
aux impuretés est calculée dans I'approximation de Born self-consistente.
Dans les métaux quasi-2D, nous devons habituellement prendre en compte
la présence d’un réservoir d’états électroniques intrinseque [12, 54]. Dans un
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modele de centres de diffusion sur les impuretés a courte portée, la partie
imaginaire [' de la self-énergie est directement proportionnelle a la densité
d’états totale g™, qui est la somme de la densité d’états quasi-2D ¢ et de
la densité d’états g® du réservoir indépendante du champ magnétique. En
supposant que la méme relation de proportionnalité est valable a la fois en
présence et en absence de champ magnétique, nous avons

L. _ g _ 1 (R+ @) , (5.23)

Iy gt  1+R 90

ot R = g®/gy est un parameétre mesurant la force du réservoir, g(g) est
la densité d’états du métal quasi-2D en présence de champ magnétique, et
Jo = go/s la densité d’états du métal quasi-2D a champ magnétique nul. Par
simplicité, nous négligeons la dépendance de la densité d’états du réservoir
g® avec 'énergie. La densité d’états quasi-2D g(¢) dépend de la self-énergie
due aux impuretés via ’expression

g(e) = % Z (Gﬁ,n,pz,e*u - Gén,pz,sfu) ) (5.24)
a,n,Pz

qui pour p > w. peut également s’écrire (sans levée de dégénérescence de
spin) apres application de la formule sommatoire de Poisson

9(€) = 9o

<= dp, T 2wl
1+QZ 5o (—1)"e "™ cos
=1

” (e + 2tcospzs)>] .
(5.25)

Ainsi, aprés sommation sur le moment p, nous obtenons [9]

+oo
4 re
142y (1) ( Zj”) (mwi)] . (5.26)
=1 [+ [+

ol Jy est la fonction de Bessel d’ordre zéro. La combinaison des Eqs. (5.23)
et (5.26) conduit & une équation self-consistente compliquée & résoudre pour
déterminer la self-énergie due aux impuretés ['..

Pour 47t > w,, il est raisonnable de ne garder que le premier terme [ = 1
dans la somme discréte de I'Eq. (5.26). Comme résultat, la self-énergie due
aux impuretés est une fonction faiblement oscillante de H. En I'absence de

g(e) = 9o
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réservoir (R = 0), cette dépendance en champ doit étre prise en compte
dans les expressions (5.12) et (5.14) de la conductivité longitudinale o,,. Ce
régime a déja été étudié par Grigoriev et al. [55, 56, 57] qui ont montré que
la différence en phase des battements dépendante du champ entre le signal
de Haas-van Alphen et le signal Shubnikov-de Haas, ainsi que les faibles
oscillations de ¢, sont précisément des traits caractéristiques des oscillations
Shubnikov-de Haas dans les métaux de basse dimensionnalité.

En général, nous devons prendre en compte de nombreux termes dans la
somme discréte de ’Eq. (5.26). En sommant sur les entiers | avant d’effectuer
I'intégration sur le moment p, dans I’Eq. (5.25), nous pouvons écrire la densité
d’états quasi-2D g(e) sous une forme différente et plus pratique pour I’étude
du cas général

+7 d sinh (271'&>

~ ~ 90 We

g(e) = go/ o . - , (5.27)
- 4T cosh (27rw—j) + cos (ZWwic + 5o cos go)

de telle sorte que I'équation self-consistente qu’il est nécessaire de résoudre
dans les métaux quasi-2D devient

. T,
Fs _ 1 d(p sinh (27Tw—c>
o 1+R 2T cosh (27r£—i) + cos (27rwic + 4w—’rct cos gp)

(5.28)

Pour w, < 27[, les niveaux de Landau sont fortement dispersés par la diffu-
sion sur les impuretés et les oscillations de la self-énergie sont négligemment
faibles; il ne s’agit pas du régime intéressant. L’expression (5.28) permet
I’étude de la self-énergie pour des champs magnétiques arbitraires. L’équation
self-consistente a résoudre dans la limite 2D w,. > 4xt prend la forme

FE _ R N 1 sinh (27’(’5—2)
To 1+R 1+ R <27T£—Z) + cos (2#56) .

(5.29)

Cette équation prise pour R = 0 est exactement similaire & celle obtenue
il y plusieurs années par T. Ando pour le métal exactement 2D [61, 62].
Pour des champs magnétiques w. > 7l, elle conduit formellement a une
valeur nulle pour la self-énergie I, quand ’énergie ¢ est comprise entre deux
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niveaux de Landau adjacents [61, 62]. Mais pour I’ = 0, nous ne pouvons
pas satisfaire la sommation dans (5.25) (prise avec ¢ = 0 pour le métal 2D).
Cette contradiction démontre que ’approximation de Born self-consistente
est inappropriée dans la région de fort champ magnétique w, > #wl'y. Pour
éviter un tel résultat non physique obtenu pour un modele de diffusion sur les
impuretés a courte portée, M.E. Raikh et T.V. Shahbazyan [63] (voir aussi la
Réf. [64]) ont discuté le systeme électronique 2D dans un modele plus général
de potentiel d’impuretés aléatoire avec un rayon de corrélation fini R,. Il a été
montré que 'approximation de Born self-consistente n’est justifiée que dans
la région de bas champ magnétique quand la longueur magnétique Iy < R,.
A forts champs magnétiques tels que R, > [y, les diagrammes d’ordre plus
élevés contribuent de fagcont importante et doivent par conséquent également
étre pris en compte dans les calculs. Comme résultat, la densité d’états est
alors finie a toute énergie et pour tout champ magnétique.

Toutefois, pour R # 0, nous remarquons que la coupure non physique
pour la self-énergie n’existe plus. Nous pouvons facilement nous persuader
de cela en réécrivant PEq. (5.29) ainsi

o (2ﬂi> B sinh (2#5—2)
 (

e 1+ R)I./To—R

— cosh <27TE> . (5.30)
wC

De facon évidente, cette équation admet des solutions pour la gamme com-
plete des énergies € et des champs magnétiques quand I'. > ['yR/(1 + R).
Par conséquent, il est toujours possible de trouver une self-énergie finie pour
toute énergie et tout champ. Pour cette raison, nous considérons ici que, dans
la limite 2D, les oscillations de T, sont données par I'Eq. (5.30). La validité
complete de 'approximation de Born self-consistente dans la limite 2D et en
présence d’un réservoir d’états sera adressée dans le futur.

Nous avons représenté en Fig. 5.7 le résultat du calcul numérique des
oscillations de T'; pour différents champs magnétiques H =20, 40 et 60 T, et
pour un parametre du réservoir R = 5 (le choix d’une telle valeur avait été
suggérée pour le composé en question dans la Réf. [54]), effectué en utilisant
les mémes parametres que dans la Fig. 5.4. Comme attendu, I’amplitude des
oscillations croit avec le champ (voir Fig. 5.7). Cependant, pour R = 5, les
oscillations de self-énergie I'. sont relativement faibles comparées a la valeur
non-oscillante I'y méme pour des champs magnétiques de ’ordre de 60 T. En
I’absence d’autres informations sur I'importance de l'influence du réservoir
sur les oscillations de self-énergie, nous supposons par conséquent a ce niveau
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F1G. 5.7 — Oscillations de la self-énergie due aux impuretés I'y dans la limite
2D pour différents champs magnétiques (20, 40 et 60 T). Ici R =5, Ty = 0.22
meV et m* = 1.96m,.

que les oscillations de I', sont relativement faibles dans les conditions des
expériences des Réfs. [52, 53].

5.5 Discussion

Le traitement numérique des Egs. (5.18)-(5.20) permet une comparaison
avec les expériences [52, 53] (voir la Fig. 5.5 et la figure expérimentale reportée
en Fig. 5.8). Nos calculs théoriques considérant de faibles oscillations de self-
énergie reproduisent bien le comportement des oscillations géantes dans les
mémes conditions de températures et de champs magnétiques que dans les
expériences [52, 53]. Comme démontré précédemment, le processus thermi-
quement activé des maxima de p,, est bien établi théoriquement en corres-
pondance avec les observations de la Réf. [53]. En outre, nous trouvons un
accord quantitatif pour le champ magnétique minimal pour avoir ’activation
thermique, c’est-a-dire 27y ~ w, (dans les conditions de I'expérience [53],
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la valeur correspondante de ce champ magnétique est d’environ 20 T).

{aj

Z 12000t

Mognetaresistanca

Magretie Field (T]

Fi1G. 5.8 — Oscillations de la magnétorésistance dans le conducteur organique
B"-(BEDT-TTF),SF; CH,CF,505 (d’aprés la Réf. [53]). Les différentes
courbes correspondent aur mémes températures qu’en Fig. 5.5.

Néanmoins, nous pouvons également remarquer ’existence de quelques
désaccords entre nos calculs et les expériences [52, 53|, et cela spécialement
a tres basses températures. En effet, nos calculs numériques ne reproduisent,
pas qualitativement le comportement des minima de résistivité, qui croissent
avec le champ (comparer la Fig. 5.5 et la figure expérimentale reproduite en
Fig. 5.8). Des désaccords quantitatifs existent aussi concernant les maxima
de résistivité a tres basse température. Une raison possible pour ces der-
niers désaccords pourrait étre la considération d’oscillations de self-énergie
négligeables dans nos calculs. En effet, bien que la présence d’oscillations
de self-énergie ne supprime pas le comportement thermiquement activé des
maxima de p,,, elle induit toutefois des modifications quantitatives pour les
valeurs du pseudo-gap et par conséquent pour les maxima de résistivité. Ce-
pendant, cela n’est pas suffisant pour expliquer qualitativement la dépendance
en champ des minima de résistivité a tres basses températures.

Une limitation possible de notre modéle pour décrire intégralement le si-
gnal expérimental [52, 53| a fort champ magnétique est la considération des
impuretés comme des points, ce qui nous a permis de négliger les corrections
de vertex. En effet, partant d’un modele microscopique avec le spectre en
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énergie (2.1) (soit un modele 3D), nous avons trouvé qu’en présence d’une
diffusion des électrons sur des impuretés ponctuelles le comportement des os-
cillations quantiques magnétiques de o,, est completement dicté par le mou-
vement 2D pour les champs magnétiques w, > 4nt. Sous la méme condition,
et parallelement, I’équation pour la densité d’états dans les métaux quasi-
2D étudiée dans le cadre de 'approximation de Born self-consistente prend
également une forme 2D. D’un autre coté, dans le cas d’un métal exactement
2D, il est connu que le traitement des effets des impuretés sur les oscillations
quantiques magnétiques avec un modele ou les impuretés sont décrites comme
des points n’est plus valable a forts champs magnétiques pour décrire correc-
tement la densité d’états. D’apres la Réf. [63], quand typiquement la longueur
magnétique lg < R, il devient nécessaire d’inclure également les effets de la
diffusion sur les impuretés de portée finie R, dans les calculs de la densité
d’états. Probablement, de maniére semblable, des contributions spécifiques
dues a la diffusion sur les impuretés de portée finie doivent étre aussi prises
en compte dans les calculs des oscillations de magnétoconductivité a forts
champs magnétiques. A notre avis, c’est ce probleme ouvert qui pourrait
expliquer que nos calculs présents ne rendent pas compte correctement du
comportement complet des oscillations quantiques magnétiques de p,, dans
le régime de fort champ magnétique.

Jusqu’ici, nous n’avons pas encore discuté des effets possibles des oscil-
lations du potentiel chimique sur les oscillations de magnétoconductivité.
Comme déclaré dans I'introduction de ce chapitre, le signal de Haas-van Al-
phen [54] indique clairement que les oscillations de potentiel chimique sont
négligemment faibles dans le composé ”-(BEDT-TTF),SF;CH,CF2S03, ce
que nous avons exploité en dernier recours pour effectuer les calculs numé-
riques. Le mécanisme responsable pour la quasi-fixation du potentiel chi-
mique n’est pas clairement établi. En réalité, cette question est en partie
reliée au probleme théorique évoqué ci-dessus concernant la densité d’états
du métal 2D en présence d’impuretés a fort champ magnétique. Néanmoins, il
est intéressant de remarquer que la valeur du pseudo-gap apparaissant dans
la dépendance en champ de la conductivité spectrale o,,(u) (la conducti-
vité & température nulle) dépend fortement de la présence d’oscillations de
potentiel chimique ou non. Précédemment, il a été montré que dans la li-
mite w, — 00, la magnétoconductivité o,,(u) s’annule partout excepté pour
1= (n+1/2)w.. Dans un métal 2D pur en absence de réservoir intrinseque, le
potentiel chimique reste piégé sur les niveaux de Landau, soit 4 = (n+1/2)w,
quand le champ magnétique varie. Par conséquent, o,, reste fini (non nul)
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sauf lorsque le potentiel chimique saute d’un niveau de Landau a un autre.
Donc, dans le cas pur (non réaliste), le pseudo-gap dans o,, est réduit a
un point et il n’y a pas de régime thermiquement activé pour les minima
de conductivité. Dans un systeme réel, les oscillations de potentiel chimique
a température nulle réduisent la valeur du pseudo-gap par rapport a la va-
leur maximale obtenue a potentiel chimique constant. Bien que nous n’ayons
pas obtenu un accord quantitatif complet entre nos calculs numériques et
les expériences concernant la valeur du pseudo-gap, I'observation [53] d’un
régime thermiquement activé bien visible avec une valeur du pseudo-gap
relativement importante semble concorder avec 1’existence d’oscillations de
potentiel chimique extrémement petites.

Nous soulignons que 1’observation d’un changement drastique dans le
comportement en température et en champ magnétique des oscillations de o,
est un trait caractéristique unique de la limite 2D avec le spectre en énergie
(2.1). Puisque le passage entre les deux régimes se produit pour w, ~ 27,
cela implique nécessairement qu’il faut avoir I'y > 2¢. Une telle condition est
précisément attendue dans le composé organique 3”-(BEDT-TTF),SF5CHo-
CF5S03 [52]. 11 est utile de mentionner que la méme condition est proposée
pour avoir du transport incohérent entre les couches [52]. Dans ce dernier
cas, l'existence d’une dispersion entre couches dans le spectre en énergie (2.1),
ou en d’autres termes une description de type liquide de Fermi, est remise
en cause. C’était avec une telle idée que les auteurs de la Réf. [52] ont tenté
d’extraire une magnétorésistance superposée aux oscillations Shubnikov-de
Haas. Dans une expérience récente [65] effectuée avec le méme composé orga-
nique, d’autres arguments en faveur d’un transport incohérent ont été proposé
pour interpréter les observations de la dépendance angulaire de p,, a forts
champs magnétiques. Cependant, nous remarquons que le magnétotransport
cohérent dans les composés quasi-2D est usuellement (et parfois exclusi-
vement) discuté dans le cadre de la théorie du transport de Boltzmann.
Or ici, nous avons clairement trouvé des différences importantes entre les
résultats obtenus avec la théorie du transport quantique et ceux obtenus
avec la théorie du transport de Boltzmann particulierement & forts champs
magnétiques w, > 4nt et w, > I'y. Par conséquent, des études théoriques
développées exclusivement dans le cadre de la théorie du transport quantique
sont nécessaires pour mieux comprendre d’éventuels traits caractéristiques
inhabituels du magnétotransport cohérent dans les systemes de basse di-
mensionnalité. Quant a la possible absence d’une description en termes de
quasi-particules & t < 7, ' dans les métaux quasi-2D [65], nous pouvons re-
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marquer qu’il n’y a aucun doute concernant les concepts de quasi-particules
dans le cas 2D pur ou ¢ = 0, et le seul critere pour cela repose sur 1’énergie
de Fermi: ep > 75 *. Il semble que la possibilité d’avoir un mouvement entre
couches & t # 0 n’altére pas la description en termes de quasi-particule, parce
que la diffusion dans le plan conduit juste & 'indétermination 6k ~ (vp7g) "
du moment dans le plan (vp est la vitesse au niveau de Fermi) mais pas a
I'indétermination du quasi-moment entre couches k,. Ceci explique a notre
opinion les observations de la cohérence dans le conducteur organique quasi-
2D k-(BEDT-TTF),Cu(NCS), reportée a 7, ' ~ 6t dans la Réf. [66].

Enfin, I'importance de la contribution orr dans la limite 2D et dans
les conducteurs en couche de tres bonne qualité démontrée en Section 5.2
empéche toute séparation de la magnétoconductivité o,, en une partie os-
cillant avec le champ et une partie constante selon la maniére utilisée par
les auteurs de la Réf. [52]. La relation de proportionalité entre la dérivée du
signal de Haas-van Alphen et le signal Shubnikov-de Haas utilisée dans la
Réf. [52] n’est plus valable a forts champs magnétiques et dans les systemes
de basse dimensionnalité. Cela est déja le cas pour w, < 4nt a cause des
oscillations faibles (mais non négligeables) de la self-énergie en absence de
réservoir [55, 56, 57]. De plus, méme en présence d’oscillations de self-énergie
négligemment petites, la relation de proportionnalité peut ne plus étre va-
lable. En effet, dans ce dernier cas 'intégration sur I’énergie £ dans (5.16)
peut étre effectuée analytiquement et donne pour la partie oscillante de la
contribution RA dans la limite 2D :

+o0
OraA— 09 = 20 Z (—1)! e~2"%¢ cos <27rlﬁ) /de (—n'w(g))
1=1

We

X COS (mi) (5.31)

We
= 209 § (—1)" e~ mal cos [ 2ml 2 A : (5.32)
P W/ sinh A,

ou nous avons introduit

2
n= 2T (5.33)

We

Dans les métaux quasi-2D, les oscillations d’aimantation M sont données
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dans la limite 2D par [9]

152U Ny g ()
M = —— . e “™wesin | 2wl— | . 5.34
gokt le:; [ sinh )\ We ( )

A partir des Egs. (5.32) et (5.34), nous pouvons dériver (dans le cas d’os-
cillations de potentiel chimique négligeables) une relation valable a toute
température entre la dérivée de M et la partie oscillante de la contribution
RA en ne conservant uniquement que les termes oscillant rapidement :

ORA — Oy -~ H2 dM
0o gop? dH’

(5.35)

Dans la limite sale w, < 27y, il a été démontré en Section 5.2 que ogrgr
contribue de fagon négligeable a la conductivité totale, c’est-a-dire 0,, &~ oga,
de telle sorte que les oscillations Shubnikov-de Haas sont approximative-
ment proportionnelles & H?dM/dH, exactement comme dans les métaux
3D. Quand w, > 27, la contribution orr devient plutot importante et
il n’existe alors plus de simple correspondance entre les signaux de Haas-van
Alphen et Shubnikov-de Haas.
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Conclusion

Nous avons étudié les oscillations quantiques de la magnétorésistance
longitudinale dans les métaux organiques quasi-2D pour une diffusion sur
des impuretés ponctuelles dans un champ magnétique perpendiculaire. Des
oscillations de magnétorésistance géantes avec des dépendances en champ
magnétique et en température non conventionnelles pour des oscillations
quantiques magnétiques ont été trouvées a forts champs magnétiques et pour
des basses températures dans les conducteurs en couches présentant des os-
cillations de potentiel chimique négligeables, et dont 'intégrale de transfert
intercouches 4nt <K w.. En particulier, nous avons montré que le compor-
tement thermiquement activé des mazxima de résistivité récemment observé
dans le conducteur organique "-(BEDT-TTF),SF5sCHy CF>S05 [53] consti-
tue un trait caractéristique des oscillations Shubnikov-de Haas dans la limite
2D w, > 4nt dans des échantillons relativement purs et/ou a forts champs
magnétiques w, > 2nl'y. L’origine d’un tel comportement n’est pas reliée a
la présence d’un gap dans la densité d’états mais plutot a la présence d’un
pseudo-gap dans la magnétoconductivité spectrale o,,(u/w.).
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PARTIE I1

Etude de la symétrie de 1’état
supraconducteur dans le
composé UPts
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Chapitre 6

Le supraconducteur UPtg

Dans ce chapitre nous rapportons rapidement les connaissances actuelles
sur le composé UPts. Notamment, nous azxons la présentation sur les pro-
priétés supraconductrices de ce composé, comme son diagramme de phase
supraconducteur champ magnétique - température trés particulier. Les dif-
férentes théories proposées pour expliquer le diagramme de phase sont in-
troduites. Pour plus de détails, voir la thése [67] et la revue récente [68]
consacrée intégralement au supraconducteur UPts.

6.1 Le composé

6.1.1 Structure cristalline

Le composé UPt3 a une structure hexagonale compacte. Son groupe d’es-
pace est P63/mmc et son groupe ponctuel Dg,. Comme représenté sur la
Fig. 6.1, les atomes d’uranium forment un réseau hexagonal dans le plan
basal (a,b) alterné entre les différents plans d’empilement dans la direction
cristallographique c.

6.1.2 Propriétés électroniques

Comme beaucoup de composés réalisés a partir d’actinide ou de terre
rare, ’alliage intermétallique UPt; fait partie des composés dits a fermions
lourds. Ces derniers se caractérisent par un comportement liquide de Fermi
avec une forte renormalisation de la masse effective, due a I’hybridation des
électrons de conduction avec les électrons f.
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Fi1G. 6.1 — Structure hexagonale du composé UPtg

La surface de Fermi de UPt3 est assez bien caractérisée par effet de Haas-
van Alphen. Elle se compose de plusieurs feuilles (5 ou 6) avec différentes
masses effectives qui font plusieurs fois la masse électronique [68]. Ces feuilles
ont des formes 3D tres différentes et pour la majorité présentant la symétrie
d’ordre 6 de la structure hexagonale.

6.1.3 Propriétés magnétiques

Des fluctuations de spin importantes se manifestent pour des températures
inférieures a 30 K. En dessous d’une température 7y = 6 K, un ordre antifer-
romagnétique avec un tres faible moment magnétique (de I'ordre de 0.02 up)
semble étre observé par diffraction de neutrons [69]. La structure magnétique
suggérée par les mesures de diffraction présente une structure orthorhom-
bique qui brise la symétrie hexagonale du cristal (voir Fig. 6.2). Elle se com-
poserait de trois domaines également peuplés. Toutefois, notons que certains
points concernant la structure de l'ordre antiferromagnétique ne sont pas
complétement clairs & ce jour [67].
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Fic. 6.2 — Configuration de l’ordre antiferromagnétique probable dans UPts3.
Les moments antiferromagnétiques sont portés par les atomes de uranium.

6.2 Diagramme de phase supraconducteur

Malgré sa tres faible température critique de 550 mK, il ne fait aucun
doute que le supraconducteur fermion lourd UPt3 présente un pairing ani-
sotrope lorsque l'on considere son diagramme de phase champ magnétique-
température (H-T) particulier pour ’état mixte, comme révélé par les études
expérimentales de la fin des années 80 et du début des années 90 [70, 71, 72].
Le diagramme supraconducteur H-T est composé de trois phases supracon-
ductrices distinctes: la phase A a haute T - bas H, la phase B a basse T
- bas H, et la phase C & basse T - haut H (voir la Fig. 6.3). Les lignes de
transition entre ces différentes phases ont été identifiées expérimentalement
comme étant des lignes de transition de phase du second ordre [68]. Par
conséquent, elles délimiteraient des phases supraconductrices de symétrie
différente d’apres la théorie de Landau.

Il est désormais bien accepté que le supraconducteur fermion lourd est
la réalisation d’un état supraconducteur a plusieurs composantes dans UPts.
Les modeles théoriques qui ont été proposés pour expliquer le diagramme
de phase peuvent étre divisés en deux catégories. Dans la premiere classe de
modeles théoriques la double transition a champ nul est due a une levée de
dégénérescence entre les composantes d’un état supraconducteur a plusieurs
composantes [73, 74, 75]. Cette levée résulte de I’action d’un champ briseur de
symétrie qui est probablement connecté avec ’ordre antiferromagnétique des
petits moments magnétiques situés sur les atomes d’uranium [69, 76, 77]. Les
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Phase Normale

Champ

Température T._ T.+

F1a. 6.3 — Diagramme de phase schématique de [’état mizte supraconducteur
de UPts pour H || c.

autres sources possibles du champ briseur de symétrie qui ont été discutées
sont :

(i) la faible anisotropie du champ cristallin ou 'interaction spin-orbite [78,
79, 80] et

(ii) les possibles modulations incommensurables de la densité du cris-
tal [81].

Le deuxieme type de traitement théorique du diagramme de phase est
donné dans la Réf. [82] ol la double transition est déduite de l’existence
de deux états supraconducteurs a une composante de symétrie différente
avec des températures critiques accidentellement proches. Un des deux états
correspond a la phase A, I'autre a la phase C et le mélange des deux a la
phase B.

Dans la suite de ce chapitre, nous proposons de détailler un peu plus ces
différentes théories de 1’état supraconducteur de UPt3.

6.3 Les différentes théories de 1’état supra-
conducteur dans UPt;

Dans la théorie BCS, les seuls diagrammes de phase possibles se com-
posent d’une unique phase Meissner (ou le champ est intégralement ex-
pulsé du volume supraconducteur), ou d’une phase Meissner et d’une phase
mixte (ou le champ pénetre de fagon inhomogene sous forme de vortex dans
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dr | pair (S=0) | impair (S=1)
1 Alg Alu

1 Agg Agu

1 Blg Blu

1 ng Bgu

2 Elg Elu

2 Ey, Es,

TAB. 6.1 — Représentations irréductibles du groupe ponctuel Dgy et leur di-
mension dr.

I'échantillon).

En plus de ces 3 phases mixtes A, B, et C, UPt3; possede 2 phases Meiss-
ner (non représentées sur la Fig. 6.3). De toute évidence donc, l'origine de
la supraconductivité dans ce composé n’est pas de type BCS. Une autre in-
dication de la réalisation d’un état supraconducteur non conventionnel dans
UPt3 est la forte sensibilité de la température critique avec la concentration
en impuretés [83].

Comme rappelé dans I'annexe E, la théorie de la supraconductivité non
conventionnelle envisage la réalisation d’une brisure de symétrie spontanée
du groupe ponctuel cristallin en plus de la brisure de la symétrie de jauge
caractérisant la supraconductivité. Ces éléments de symétrie non triviaux
du parametre d’ordre conduisent a une caractéristique typique, comme la
présence de noeuds dans le spectre des excitations. La signature de noeuds
dans le parametre d’ordre supraconducteur est donnée par des dépendances
en loi de puissances des grandeurs thermodynamiques (comme la chaleur
spécifique par exemple) en fonction de la température.

La démarche pour I'identification du mécanisme microscopique de supra-
conductivité non conventionnelle, consiste a rechercher d’abord la symétrie
ponctuelle brisée du cristal a partir de considérations phénoménologiques.
Nous sommes aidés en cela par le principe de classification des états supracon-
ducteurs [84] (voir Annexe E). Concernant UPt3, la symétrie orbitale réalisée
par I’état supraconducteur doit étre choisie parmi les 12 représentations
irréductibles (6 représentations irréductibles de parité paire et 6 représen-
tations irréductibles de parité impaire) du groupe ponctuel de symétrie Degy,.

Nous voyons dans le tableau 6.1 ci-dessus que le groupe ponctuel Dy,
admet quatre représentations de dimension dr = 2, deux de parité paire Ey,
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et Fyy, et deux de parité impaire E, et Ey,. Pour une représention (donc une
symétrie) donnée, les différentes composantes orbitales du parameétre d’ordre
s’écrivent comme

A(k) = Ag(T)A (k)

out Ay(T) est 'amplitude du parametre d’ordre dépendant de la température
et A(k) donne la dépendance directionnelle avec le vecteur d’onde sur la
surface de Fermi.

Toutes les formes possibles pour A(R) se construisent a partir des fonc-
tions de base correspondant a chaque représentation irréductible listées dans
la référence [85] (pour plus de détails voir également la Réf [68]).

6.3.1 Partie de spin

L’identification de la symétrie de la partie de spin de la paire de Co-
oper pour un état supraconducteur non-conventionnel détermine le nombre
de parametres pertinents. Pour un spin triplet, le parametre d’ordre supra-
conducteur possede a priori 3 composantes de spin

[ —d,+id,  d,
AW‘( d, d$+idy)' (6.1)

En revanche, la paire singulet est décrite par une seule composante g:

Agp = ( _Og g ) : (6.2)

Les mesures du second champ critique dans UPt3 pour différentes orien-
tations du champ [86] ont révélé un croisement des courbes H.(T') a basse
température lorsque le champ est dans le plan basal (H L c) et lorsque
le champ est en dehors du plan basal (la différence la plus flagrante ap-
parait quand H || ¢). Ce croisement a été interprété avec succés par Choi et
Sauls [87, 88] par 'existence d’une limite paramagnétique avec le champ bri-
sant la paire uniquement dans la direction z (voir la Fig. 6.4). En revanche,
la brisure de paire par effet paramagnétique n’a pas lieu dans le plan basal,
car le spin de la paire s’oriente librement avec le champ. Une telle anisotropie
est possible pour un appariement triplet si seule la composante d, # 0. Dans
une telle configuration, le spin de la paire est dans le plan basal (a, b). Le pa-
rametre d’ordre vectoriel d serait bloqué || ¢ & cause du couplage spin-orbite
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Champ

Température

Fi1c. 6.4 — Croisement des lignes de second champ critique pour différentes
orientations du champ appliqué. En absence d’effet paramagnétique (1 =0),
comme ce serait le cas pour un appariement singulet, les lignes de champ
critique pour H || ¢ et H 1 ¢ ne se croiseraient pas a basse température.

fort dans le composé UPt;. En absence de couplage spin-orbite, le vecteur d
serait libre relativement aux axes cristallins.

D’apres la considération précédente des représentations irréductibles du
groupe ponctuel Dgy, I'interprétation de Choi et Sauls implique que seuls
deux états supraconducteurs a deux composantes (parmi les quatre) sont a
priori possibles: Fy, et Ey,.

Notons que Iinterprétation du croisement des lignes de H.,(T) et H5(T) a
été critiquée par Joynt et al. [89, 90]. Ces auteurs, partisans de I'appariement
singulet, ont souligné que ’explication de Choi et Sauls présupposait une
susceptibilité de Pauli isotrope, ce qui n’a pas été démontré jusqu’ici.

Toutefois, I'appariement triplet semble étre confirmé par les expériences
de Knight shift faites par Tou et al. [91, 92]. Le Knight shift permet de
mesurer de facon plus directe que le second champ critique la susceptibilité de
Pauli des électrons. Pour un appariement singulet, la paire de Cooper ne peut
pas étre polarisée, et I'on s’attend par conséquent a ce que la susceptibilité
de Pauli s’annule a température nulle pour toutes les directions du champ
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magnétique. Or, Tou et al. n'ont observé pratiquement aucun changement
de Knight shift a la transition entre 1’état normal et 1’état supraconducteur
pour toute orientation du champ. Ce résultat indiquerait par conséquent un
appariement triplet mais est contradictoire avec ’hypothese de Choi et Sauls,
qui prévoit une variation de Knight shift pour H || c.

Enfin, Machida et al. [93, 94, 75] ont également cherché & interpréter
le diagramme de phase général en termes de supraconductivité triplet non-
unitaire (le spectre des excitations dépend de la projection de spin de la paire)
mais en supposant, contrairement a Choi et Sauls, que le couplage spin-orbite
est faible dans UPts. Dans ce cas, la fonction d’onde de paire de spin (6.1)
a trois composantes non nulles, d = d,% + d,§ + d,Z, avec d x d* # 0. Nous
ne détaillerons pas par la suite ce dernier modele.

6.3.2 Partie orbitale

e Les modeles avec champ briseur de symétrie: £y, et
E2u

Les modeles avec champ briseur de symétrie [73] ont été suggérés par la
faible zone d’existence de la phase A. En effet, & champ nul, I’écart entre
les deux transitions supraconductrices successives est AT, ~ 50 mK, ce qui
est tres faible en comparaison avec la température critique 7, = 550 mK
(AT, est de 'ordre de 1/10 de T,). Dans ces modeles, le parametre d’ordre
supraconducteur appartient a une représentation de dimension 2. Le splitting
de la température critique est causé par le couplage du parametre d’ordre
supraconducteur avec un champ briseur de symétrie (voir ci-dessous et la
Fig. 6.5). Deux candidats de symétrie différente ont été proposés pour 1'état
supraconducteur de UPt;.

Dans le modele de parité paire E;, de Joynt et al. [89, 90|, I’état su-
praconducteur est décrit par un vecteur = (1n1,72) & deux composantes
complexes qui se transforme comme la représentation irréductible Ey,. La
fonction orbitale de gap est

AEI (k) = mkgk, + nZkykz-

Un vecteur i a deux composantes complexes est aussi considéré dans le
modele spin-triplet Fy, de Sauls [95] ou la fonction orbitale de gap a la
forme

Ag, (k) = 2k, (nlkxky + 19 (kz - k;)) .



LES DIFFERENTES THEORIES 115

La différence principale entre les deux modeles E;, et Ey, se situe au niveau
de la symétrie dans le plan basal (dépendance avec k, et k).

Ces deux états supraconducteurs Fy, et Ey, ont la méme densité d’énergie
libre de Ginzburg-Landau, et par conséquent, sont caractérisés par les mémes
conditions d’équilibre.

A champ magnétique nul

A champ magnétique nul, la densité d’énergie libre pour les deux états
supraconducteurs E, et Ey, s’écrit

fop = ao7|n2 + By (- )’ + Ba | - m|7, (6.3)

ou T =T-—"T,, /1 et By sont deux parametres constants, et ay est une
constante positive. La température T, est la température critique (ou valeur
propre) associée & une représentation irréductible de dimension 2 donnée.
Des représentations différentes donnent a priori des T, différents. Le couplage
avec le champ briseur de symétrie est pris en compte dans la densité d’énergie
libre avec le terme

fspr=c¢€ (\771|2 - \772|2) . (6.4)

La densité d’énergie libre totale s’écrit alors a champ nul

f=aoni|m* + conalmel> + B (n - m*)° + Ba|n - m|” (6.5)

avec 7, =T —T;, Ty =Ty +¢e/ag et Ty =Ty — €/ .

Les solutions d’équilibre sont déterminées a partir des équations de Ginz-
burg-Landau (obtenues par minimisation de f). Les contraintes de stabi-
lité pour avoir une double transition [73] sont 5 > 0 et S > 0. Le mi-
nimum d’énergie libre est atteint pour un parametre d’ordre de la forme
n = (m(7),0) ot ni(T) = ag|mi|/2(B1 + B2) dans la phase supraconduc-
trice haute température (7, < T < Ty = T, ); seule une composante du
parametre d’ordre existe. Dans la phase basse température (' < T,_), le
minimum d’énergie libre est obtenu pour un parametre d’ordre de la forme
1y = (a(T), £ib(T)) ou a(T) et b(T) sont des fonctions réelles décroissantes
de la température. Le coefficient (7)) s’annule continiiment a 7, . Dans la
phase basse température (doublement dégénérée et brisant la symétrie par
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renversement du temps), les deux composantes du parametre d’ordre sont
non nulles. La transition a champ nul a 7, est une transition de phase du
second ordre délimitant deux phases supraconductrices caractérisées par une
symétrie différente.

Phase normale Phase normale

Champ

—_——

Champ

Brisure de symétrie

Température 7T, Température T, T,

splitting

Fi1G. 6.5 — Action du champ briseur de symétrie sur un état supraconducteur
2D.

A champ magnétique non nul

En présence d’'un champ magnétique externe, la densité d’énergie libre
contient des termes supplémentaires en gradients du parametre d’ordre in-
duisant un parametre d’ordre d’équilibre inhomogene :

fo= aomlml*+ aonlml> + B (m-n")’ + Ba|n - + Ky |[Din;|” +
+ K, (Din;) (Djm;)* + K3 (Dimy) (Djms)* + Ky |Dymil? (6.6)

oui=x,y, D; = —iV; + 21 A; /Py (ici A est le potentiel vecteur et @y est
le quantum de flux magnétique), et les coefficients K7, K», K3 et K4 sont des
constantes positives.

Du fait de la complexité des équations de Ginzburg-Landau, la détermina-
tion de la forme du parametre d’ordre a 1’équilibre est plus difficile qu’a champ
nul. Nous pouvons toutefois différiencer deux orientations particulieres du
champ.
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Pour H || a ou b (directions cristallographiques dans le plan basal), il
est possible de déterminer le second champ critique car les équations de
Ginzburg-Landau linéarisées se découplent [73].

Pour H || ¢, les équations de Ginzburg-Landau s’écrivent

(06071 + 26, \TI|2) m + 2821577 + 22 \771|2 T+ (K123D§ + K1D§) M

+ (K2 DDy + K3DyDy)mp =0, (6.7)
(com2 + 251 \TI|2) Mo + 2Bamins + 282 1o | 12 + (K123D5 + K1 D2) s

+ (K3D; Dy + Ko DyDy)m = 0, (6.8)

avec K193 = K; + Ko+ K3. Pour cette direction du champ, la théorie est tres
peu développée méme pres du second champ critique. La difficulté provient
des termes de mélange

Koz [(Dem) (Dyna)” + (Dymy) (Dama)” + c.c.]

présents dans la densité d’énergie libre (6.6). Ici, Ko = Ky + K3 (et c.c.
désigne le complexe conjugué). Dés que le champ n’est plus appliqué pa-
rallelement aux directions a et b du plan basal, les termes de mélange sont
responsables du couplage des équations de Ginzburg-Landau. Notons qu’ils
sont spécifiques a un état supraconducteur a deuc composantes.

Par conséquent, a défaut de pouvoir résoudre les équations, beaucoup
d’éléments concernant la théorie de Ginzburg-Landau dans I’état mixte ont
été plus ou moins spéculés (voir la Fig. 6.6).

A partir des équations de Ginzburg-Landau linéarisées, il a été avancé
par de nombreux auteurs [96, 93, 82| que 'effet des termes de mélange est
d’induire sous champ une répulsion entre les lignes des différentes transi-
tions supraconductrices. Par conséquent, les modeles avec champ briseur de
symétrie ne sont pas capables de rendre compte de 'observation du croise-
ment des lignes délimitant par exemple la phase A et B, et la phase A et
I'état normal pour toutes les orientations du champ magnétique (la Fig. 6.5
ne serait alors correcte que lorsque le champ est appliqué || a ou b). Nous
reviendrons sur l'effet des termes de mélange sur le diagramme de phase
supraconducteur dans le Chapitre 8.

Enfin, si les deux modeles Fy, et Es, ont la méme forme pour la densité
d’énergie libre, ils se différencient toutefois par les valeurs attendues des
coefficients associés aux termes de gradients, notamment par la valeur des
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Phase normale
(0,0)

Champ || ¢

Température T, T,..

F1G. 6.6 — Diagramme de phase supposé pour H || ¢ dans le cadre des modéles
2D avec champ briseur de symétrie. Notons qu’il existe une autre variante
(non représentée ici) pour laquelle les lignes de transition supraconductrices
ne se croisent pas (alors la phase A=C) mais forment une constriction.

coefficients Ky et K3 caractérisant les termes de mélange. D’apres la théorie
de couplage faible, il est prédit que

Kl ~ K2 == Kg
pour I'état supraconducteur E,, alors que
Kl >> K2 = K3

pour Es, [95]. Cette différence (presque qualitative) fondamentale entre les
deux modeles théoriques au niveau des termes de mélange (en fait, la seule
dans I’approche de Ginzburg-Landau) sera exploitée dans les deux chapitres
suivants.

Le rapport K /K93 a été estimé [68] & partir des lignes du second champ
critique H.o(T') calculées pour H || a et b. Le changement de pente du second
champ critique observé expérimentalement au niveau du point de rencontre
des phases conduit & K;/Kj93 ~ 0.42. Par conséquent les coefficients K;, Ko
et K3 seraient du méme ordre grandeur, ce qui a été avancé comme étant
une forte indication de la réalisation de I’état supraconducteur Ey4 [68]. Nous
devons toutefois nuancer la validité et la portée de cette estimation, car:
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(i) les pentes de H.o(T) au dessus et en dessous du point de croisement
sont théoriquement extrapolées a partir des pentes H.,(T') calculées au niveau
de la température critique. Cette extrapolation serait correcte si les deux
lignes restaient rectilignes. Or, il est clairement visible sur le diagramme de
phase expérimental (voir par exemple les figures 3 et 4 de la référence [97])
que la ligne délimitant les phases A et B présente une courbure prononcée
pour H L c.

(ii) Le calcul de la ligne A-B (dans I’état mixte) avant le point de croise-
ment nécessite en toute rigueur de prendre en compte les termes non-linéaires
de type |m[*|n2|*> (dans I’énergie libre) couplant les deux composantes du
parametre d’ordre. Ces termes ne conduisent pas seulement a une renor-
malisation de la température critique 7,._ mais aussi probablement a une
modification de la pente de la ligne de transition A-B, peut-étre méme a 7T,_.

(iii) Il y a trois types de domaines antiferromagnétiques orientés différem-
ment. L’influence d’une telle structure du champ briseur de symétrie sur les
propriétés supraconductrices reste une question ouverte.

e Les modeles mixtes

Pour expliquer le point de croisement des différentes phases dans I’état
mixte, de nombreuses théories alternatives comme les modeles mixtes ont vu
le jour. Ces modeles reposent sur I’hypothéese que les deux transitions supra-
conductrices a champ nul se produisant a 7. et 7., ne sont pas reliées par
symétrie, mais sont accidentellement proches. La réalisation de deux états
supraconducteurs associés a deux différentes représentations irréductibles
(donc deux mécanismes microscopiques d’appariement) est par conséquent
nécessaire.

Le modele mixte qui a été le plus développé est le modele dit A-B de Chen
et Garg [82, 98]. Ces auteurs ont considéré un parameétre d’ordre supracon-
ducteur qui est la superposition de deux parametres d’ordre a une compo-
sante indépendants, 14 et ng, qui se transforment respectivement comme des
représentations irréductibles de méme parité A et B du groupe Dg,. Pour
une parité donnée il y a quatre possibilités & envisager: (na,ns) ~ (A1, B1),
(A1, By), (A2, By) ou (Ag, By). Ainsi, les symétries orbitales possibles des
fonctions de gap de parité impaire sont

Aap(k) =naAa(k) +npAp(k)
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avec pour fonctions de base

Ay, (k) Zcos#,

Ay, (k) = zcosfsin®fsin 6y,
Ap, (k) = zcosfsin®fcos3p
Ag,(k) = 2zcosfsin®fsin 3.

Ici, nous avons introduit les angles azimuthal () et polaire () du moment k
sur la surface de Fermi. Dans ce modele mixte, le parametre d’ordre orbital
pour la phase A a la forme

AAB(k) ~ nAAA(k)

Dans la phase C, seule la composant ng existe. En revanche, dans la phase
B, le paramétre d’ordre est la superposition des parametres d’ordre n4 et
ng des deux états supraconducteurs de symétrie différentes. Par conséquent,
ce modele permet d’expliquer simplement le croisement des différentes lignes
de transition. Toutefois, ce modele ne permet pas d’expliquer 1’observation
expérimentale évoquée dans la partie précédente sur la détermination du spin
de la paire de Cooper.

Notons que dans I’autre modele mixte étudié par Zhitomirskii et Ueda [80],
le parametre d’ordre supraconducteur est un vecteur a trois composantes
complexes. Les deux premieres composantes sont associées a la représen-
tation irréductible F;, et la troisieme composante se transforme selon la
représentation A,.
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6.4 Objectif de cette deuxieme partie

L’analyse récente compréhensive des données thermodynamiques (chaleur
spécifique) et de transport (conductivité thermique, atténuation transverse du
son) présentée dans le papier [99] parle en faveur de I’état supraconducteur
spin-triplet a deuxr composantes Fs, avec la dépendance angulaire particuliére
du potentiel d’appariement proposée dans la Réf. [95] comme développement
du modéle initial avec champ briseur de symétrie [73]. L’accomplissement
d’une correspondance entre une théorie microscopique et les expériences im-
plique a chaque fois quelques hypothéses spécifiques au modele. C’est pourquot
les manifestations directes expérimentales de la symétrie des états supracon-
ducteurs sont souhaitables pour 'identification sans ambiguité des phases.

Une telle expérience - la diffusion de neutrons a petits angles avec la direc-
tion du champ magnétique paralléle a ’axe hexagonal de UPt3 - a été menée
récemment & Grenoble [100] pour les phases A et B. Dans cette expérience
(décrite dans le Chapitre 7), un réseau de vortez inhabituel a été observé dans
la phase A. Le but du chapitre suivant est de développer une théorie du réseau
de vortex pour la direction du champ H || ¢, et de déterminer Uinfluence de
l’anisotropie de gap sur ce réseau.

Notons que les modéles théoriques a deuxr composantes avec champ bri-
seur de symétrie ont été tres peu développés pour une telle direction du
champ magnétique. Notamment, la compréhension de [’état mizte de UPts
sur la base de la théorie de Ginzburg-Landau n’est pas aboutie et repose jus-
qu’ici essentiellement sur des spéculations. Dans le Chapitre 8, nous donnons
notre interprétation de l’effet des termes de mélange présents dans la densité
d’énergie libre sur la forme du diagramme de phase dans l’état mizte pour
H| e

Enfin, dans le dernier Chapitre, nous étudions l'influence des impuretés
sur les propriétés supraconductrices de UPtz toujours pour H || c. Une étude
similaire a déja été faite par Choi et Sauls [88], mais dans le cadre de ’état
supraconducteur de symétrie E1,. En ce qui nous concerne, nous calculons la
dépendance de la pente du second champ critique a la température critique en
fonction de la concentration en impuretés pour les états supraconducteurs Fyg
et Fy,. Le but d’une telle étude est d’évaluer s’il est possible de discriminer
E., et Es, par la mesure expérimentale de cette dépendance.
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Chapitre 7

Réseau de vortex

Dans ce chapitre, nous étudions les structures a [’équilibre du réseau
d’Abrikosov dans le supraconducteur non-conventionnel UPts pour un champ
magnétique paralléle a ’aze hexagonal du cristal. Prenant en compte toutes
les symétries de [’état supraconducteur envisagées pour décrire le diagramme
de phase, nous montrons que seul [’état supraconducteur a deuxr composantes
FEy, est compatible avec l’observation du réseau de vortex par diffraction de
neutrons. Ce chapitre a fait I’objet d’une publication [101].

7.1 L’expérience

Tout comme les grandeurs thermodynamiques a basse température, le
réseau de vortex de nature macroscopique est également sensible a la struc-
ture nodale (microscopique) du parametre d’ordre supraconducteur et peut
donc nous éclairer sur la symétrie de I'appariement. C’est ce qui a motivé
I'expérience de Huxley et al. [100] qui a consisté & observer pour un méme
champ magnétique parallele a I’axe ¢ du cristal le réseau de vortex dans
la phase B et dans la phase A par diffraction de neutrons pour un champ
magnétique de ordre de H,.5/10 (voir le principe de I'expérience en Fig. 7.1).

Dans la phase A de U Pt3 un alignement inhabituel du réseau d’Abrikosov
a £15° de la direction cristallographique a a été découvert (voir la Fig. 7.2).
Au contraire, dans la phase B, 'orientation du réseau de vortex n’a pas
révélé un mauvais alignement par rapport aux directions hexagonales (voir
les détails de la performance expérimentale dans [100]). Dans les deux phases
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Phase normale

Champ || ¢

oscillations de champ 0,02 T

Refroidissement a champ nul

Température Tg

F1G. 7.1 — Principe de l’expérience de diffusion de neutrons dans UPt3 décrit
en référence [100].

A et B les réseaux de vortex étaient proches d’un hexagone parfait .

Ces observations ont été interprétées par les auteurs de [100] comme la
preuve de I'identification des phases A et B avec un état supraconducteur
correspondant au modele a deux composantes Fs,. Etant en accord avec cette
assertion nous devons remarquer qu’elle a été faite sur la base de ’approche
de London avec les premieres corrections non locales développée pour le cas
d’états supraconducteurs conventionnels [107] et non-conventionels [106] a
une composante. La théorie correspondante pour la supraconductivité a deux
composantes a ses propres particularités, de telle sorte que notre but est
de développer la description propre des structures d’équilibre du réseau de
vortex pour les états supraconducteurs a deux composantes dans les cristaux
a symétrie hexagonale avec le champ magnétique parallele a ’axe du cristal.
Les précédentes expériences de diffusion sur le réseau de vortex de UPt3 [102,
103] ansi que leur théorie [104] considéraient le cas d’'un champ magnétique
orienté dans le plan basal.

Nous montrons que pour un champ magnétique parallele a I'axe c:

(i) 'orientation du réseau d’ Abrikosov est donnée par des considérations

1. Notons toutefois que la résolution expérimentale de ’expérience ne permet pas d’étre
completement catégorique sur ce point dans la phase A. La détermination précise d’une
éventuelle distorsion du réseau nécessite ’observation de plusieurs spots lumineux bien
nets, ce qui n’est pas completement le cas dans la phase A, voir la Fig. 7.2.
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F1G. 7.2 — Le réseau de vorter dans les phases B (4 gauche) et A (a droite) de
UPt3 observé par Huzley et al. [100]. Dans la phase A, l’image représentée
est la superposition de deux réseaux de vortexr orientés a £15° par rapport a
laze cristallographique a. Pour plus de clarté voir la figure schématique 7.3.

L a a

Fi1a. 7.3 — Représentation schématique du réseau de vortex observé dans les
phases B (4 gauche) et A (a droite). Dans la phase A, seule l'une des deuz
configurations observée a été représentée.

générales de symétrie,
(ii) la distortion de la cellule élémentaire du réseau peut étre trouvée
partiellement dans le cadre de ’approximation locale de London.
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Ce dernier point est une propriété unique de la supraconductivité a deux
composantes dans les cristaux uniaxiaux o, a la différence de la supraconduc-
tivité & une composante, I’anisotropie dans le plan basal du tenseur de densité
suprafluide apparait. Comme résultat, le réseau de vortex dans la phase A
pour ’état supraconducteur E;, doit étre fortement distordu et aligné avec
les directions cristallographiques hexagonales du plan basal. Au contraire le
réseau de vortex hexagonal faiblement distordu tourné des angles ~ +15°
(ou de fagon équivalente +45°) par rapport & la direction cristallographique
a observé dans la phase A de UPt3 correspond a l’état supraconducteur a
deux composantes FEs,.

7.2 Les sources d’anisotropie

Quand le champ magnétique est orienté le long de I'axe hexagonal il
existe seulement deux sources d’anisotropie dans le plan basal : ’anisotropie
d’ordre six du cristal lui-méme et 1’anisotropie possible de 1’état supracon-
ducteur non-conventionnel ou plus explicitement la dépendence directionnelle
du module de la fonction de gap dans ’espace des moments k déterminant
I’expression pour les courants supraconducteurs dans 1’électrodynamique de
London. Pour tout état supraconducteur a une composante dans le cristal
hexagonal avec couplage spin-orbital fort cette derniére symétrie coincide
avec la symétrie hexagonale du cristal [84]. C’est pourquoi il n’existe pas
de directions préférentielles dans le plan basal a part a, a* et les directions
tournées des angles nm/3, n = 1,2 par rapport aux axes. Dans ce cas il n’y a
pas de raison pour la mauvaise orientation du réseau de vortex dans la phase
A. Par conséquent nous nous contenterons de considérer que les états su-
praconducteurs a deux composantes. Nous nous limiterons nous-mémes aux
états les plus populaires, I’état singulet E, et I'état triplet Ey,.

Dans le modele de parité paire E4, ’état supraconducteur est décrit par
un vecteur a deux composantes complexes n = (1;,72). La fonction de gap
est

APy (r) = cosd sin @ [, (r, T) cos ¢ + 15 (r, T) sin ).

Ici ¢ et 6 sont respectivement les angles azimutaux (dans le plan basal) et
polaires du moment relatif des particules formant la paire de Cooper par
rapport aux axes cristallins. Un parametre d’ordre a deux composantes com-
plexes 1 = (11, 12) est également considéré dans le modele Es, ou la fonction
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Fi1aG. 7.4 — Anisotropie hexagonale de la surface de Fermi dans le plan basal.

de gap orbitale a la forme
APy (r) = 2 cosf sin® O [ (r, T) cos 2¢ + ny(r, T) sin 2¢].

A champ magnétique nul le parametre d’ordre est identifié comme 1 =
(1,0) dans la phase haute température et comme n = (1,ib(7")) dans la phase
basse température ot b(7T) est une fonction décroissante de la température
qui s’annule a 7, . Il est couramment admis que la transition de phase a
champ nul résulte d’'un champ briseur de symétrie antiferromagnétique qui
agit en faveur de 'une des deux composantes de I’état supraconducteur. En
réalité il y a trois types de domaines antiferromagnétiques avec des direc-
tions différentes de 'aimantation inversée [105]. On peut cependant voir que
deux types des 3 domaines orientés différemment agissent en faveur de la
méme composante du parametre d’ordre supraconducteur. Le troisieme type
de domaine agit en faveur de I’autre composante. Son apparition créerait des
inhomogénéités additionnelles au niveau des parois entre domaines. En vue
des plus ou moins grosses tailles des domaines antiferromagnétiques et de la
longueur de cohérence supraconductrice dans la phase A, I’état supraconduc-
teur inhomogene semble énergétiquement non profitable en comparaison avec
un état supraconducteur homogene a une composante dans tout le volume
de I’échantillon. C’est pourquoi nous ferons notre dérivation dans le cadre
d’une image a un seul domaine du champ briseur de symétrie causant tout
d’abord I’apparition d’'une composante définie de I’état supraconducteur 2D
dans l'intégralité du volume de I’échantillon.
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Sous un champ magnétique les deux composantes de 17 coexistent a la
fois dans les phases A et B et dépendent des coordonnées spatiales. Nous
pouvons affirmer toutefois que dans la phase A, a proximité de la température
critique supérieure T' =~ T, , la seconde composante est beaucoup plus petite
que la premiére: || < |m| (voir Fig. 7.5). En effet dans la phase A pres
de la transition, (71,72) sont reliés via les équations de Ginzburg-Landau
linéarisées (voir par exemple la Réf. [84])

(K123D2 + K1\ D2)m1 4 (K2Dy Dy + K3DyDg )z + crin = 0 (7.1)
(K123D§ + Kng)UQ + (KgDsz + KZDyDz)nl + Oj()7'27’]2 = 0 (72)

onn =T-T.4)/T.y <0, o=(T-T.)/T. >0, Ki93 = K1 + Ky + K3,
D; = —iV; + 21 A;/¢o (ici ¢g est le quantum de flux magnétique et A est
le potentiel vecteur) et les coefficients K;, Ko, K3 et ag sont des constantes
positives. En négligeant les termes contenant les opérateurs différentiels agis-
sant sur 7y (ce qui est justifié par le résultat) nous résolvons tout d’abord
I'équation (7.1):

(KlggDi -+ KIDZ)nl + Qo711 = 0. (73)
Prenant la jauge de Landau A = (0, Hz,0) (alors D2 = —02 et D; =
—0; — 22’%—5:1:611 + (zf—OH)ZxQ), nous cherchons 7; sous la forme 7 (z,y) =

exp(ipy) f(x), ou f(x) satisfait ’équation

£+ (‘};‘;' - (2T (x—xo>2> f@=0 (4

avec xg = —pdo/2mH. Nous reconnaissons ’équation de 'oscillateur harmo-
nique

f'(@)/2m + (E = mw?(z — 20)2/2) f(z) = 0

_ 1 ag|n] _ 1 K1 (2nH S
avec F = - s &0 We =\ s (—m ) Ainsi nous avons
K1 TH 010|’7'1|
Cn+1)y/— | — ) = ——.
K93 \ 9o 2K 93

Alors pour n = 0,

/(@) = Cexp (—<x - )%) |
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Phase normale

(0,0)

C

ARELA

Champ || ¢

B

| ~ |7 | > [l

Température T. T,

F1G. 7.5 — Diagramme de phase pour H || c¢. Dans les deux modéles E,, et
Es,, les deux composantes 1y et 1y coexistent dans les trois phases A, B et C
de l’état mizte. Au moins prés de T, , nous pouvons affirmer que |ny| < |n|.

Puis en substituant le résultat dans 1’équation (7.2) simplifiée

(K3DmDy + KQDme)T]]_

= — , 7.5
2 010|T2‘ ( )
et comme (z — xo)p ~ ,/%‘f , nous obtenons

Mo ~ I—— M.
VK23 K, |T2|

Tant que |71| < |72| nous avons |ny| < |n;]. Pour ’état supraconducteur Es,
cette derniere propriété prend effet dans la région complete d’existence de la
phase A en vue de l'inégalité Ky + K3 < K; spécifique pour cet état [95]
(voir également ci-dessous).

Ainsi, nous pouvons dire que dans la phase A nous avons une source d’ani-
sotropie additionnelle qui correspond grossierement a la symétrie du module
de la fonction de gap de ’état supraconducteur a deux composantes. Cette
symétrie est déterminée par la symétrie des fonctions |7 cos ¢ + 79 sin |
pour I'état Ei, et |1y cos2¢ + ngsin 2| pour I'état Ey,. La premiere fonc-
tion a seulement les plans (zz) et (yz) comme plans de symétrie contenant
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F1G. 7.6 — Anisotropie dans le plan basal de la fonction de gap dans les phases
B (a gauche) et A (a droite) pour le modéle Ey 4.

I’axe hexagonal du cristal. La seconde fonction possede en plus deux plans
de symétrie obtenus des premiers en effectuant des rotations d’angles +45°
autour de l'axe z (il s’agit des plans bisecteurs). Cela signifie que 1’état su-
praconducteur E;, ne créé pas d’anisotropie du plan basal correspondant
aux orientations du réseau de vortex dans la phase A a +45° par rapport
aux directions du cristal hexagonal dans le plan basal (voir la Fig. 7.6). Au
contraire, une telle anisotropie existe précisément dans 1’état supraconduc-
teur Eso, (voir la Fig. 7.7). En présence d’une faible anisotropie hexagonale
les configurations pour le réseau de vortex doivent étre légerement déviées de
+45° car les plans bisecteurs ne sont pas des plans de symétrie pour la sur-
face de Fermi. Les poids des composantes du parametre d’ordre dans la phase
B sont approximativement égaux de telle sorte qu’ils recréent effectivement
I’isotropie du plan basal et éliminent la raison pour le mauvais alignement
du réseau de vortex par rapport aux directions du cristal.

Si les orientations du réseau de vortex peuvent étre établies purement a
partir de considérations de symétrie, la recherche des distortions du réseau
requiert des considérations d’ordre plus quantitatif. UPt3 est un supraconduc-
teur de type II fort avec un parametre de Ginzburg-Landau x = 60: cela si-
gnifie que la description de I’électrodynamique locale et linéaire de London est
valable pour toute température et champ magnétique H < H.y. L’expérience
[100] s’est déroulée a champ magnétique plus élevé H =~ 0.4 H.,. Toutefois,
par simplicité nous discuterons la forme d’équilibre du réseau de vortex dans
le cadre de l'approche de London. Alors nous démontrerons la coincidence
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Fi1G. 7.7 — Anisotropie dans le plan basal de la fonction de gap dans les phases
B (a gauche) et A (a droite) pour le modéle Es,.

des configurations d’équilibre de London avec celles qui sont établies dans
I’approximation de Ginzburg-Landau valable pour des champs plus élevés
H =~ HCQ-

7.3 Electrodynamique locale de London

Dans la théorie de London (qui rappelons-le est valable pour des champs
magnétiques H << H,y) la densité de courant supraconducteur j est reliée
au potentiel vecteur A (B = V X A est I'induction magnétique) par la loi
locale j;(r) = Kj;A;(r) ot K;; est un tenseur. Dans le cas le plus général,
la densité de courant supraconducteur n’est pas simplement donnée par le
potentiel vecteur A & la position r mais dans un volume de 1'ordre de &3 (£
est la longueur de cohérence) autour de la position r. La relation est alors
non-locale :

jir) = / Ky (r — ) Ay (1), (7.7)

Dans le cas des supraconducteurs de type II forts, la longueur caractéris-
tique A sur laquelle I'induction magnétique varie dans le supraconducteur est
beaucoup plus grande que la longueur caractéristique & des coeurs de vortex
(k = A/ > 1) et donc I'induction magnétique varie trés peu dans un volume
de l'ordre de &° soit A;(r') ~ A;(r)d(r —r') : nous retrouvons alors I’équation
de London dans cette limite.
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Dans I'espace de Fourier, les composantes de la densité de courant supra-
conducteur j(q) et du potentiel A(q) sont reliées via:

ji(q) = _iQij(Q)Aj(Q)- (7.8)

Dans la limite propre le tenseur de réponse électromagnétique Q;;(q) s’écrit
pour un état supraconducteur arbitraire et une surface de Fermi quelcon-
que [106]:

Gl= Z:o < VW TP R + 1A ? +7§)> B
oll vp est la vitesse au niveau de Fermi et 0p; = vpi/vr , 7q = VF - 4/2,
wp = m(2n — 1)T sont les fréquences de Matsubara, g est la longueur de
pénétration de London a 7" = 0 et les crochets anguleux signifient la moyenne
sur la surface de Fermi.

Le réseau de vortex a 1’équilibre minimise la densité d’énergie libre de
Gibbs G = F—HB (ot B = ¢/ est I'induction moyenne, ¢y est le quantum
de flux et  est I'aire de la cellule unité du réseau de vortex) [107]. La densité
d’énergie libre magnétique de London, F, est donnée dans ’espace de Fourier
par:

F=Y3" (B2+(axBg)Q '(a)(ax By)) /8r. (7.10)

La somme s’étend a tous les vecteurs G du réseau réciproque. Les compo-
santes de Fourier B, de I'induction magnétique sont obtenues en combinant
I'équation de Maxwell-Ampere j, = (¢/47)iq x Bq et ’équation (7.8) soit:

By —ax (Q '(a)(ax Bg)) =0. (7.11)

Dans la partie droite de cette équation, il faut rajouter les termes provenant
des sources de courants au niveau des coeurs de vortex, qui pour H << H,,
. AT _q2§2/2 c 17 , .
sont usuellement pris sous la forme zBe . Nous considérons désormais
la situation ol un champ magnétique H est appliqué parallelement a ’axe c
du cristal supraconducteur présentant une anisotropie uniaxiale. La densité
d’énergie libre de London a une induction magnétique B donnée s’écrit alors

F= g§f<q>, (712)
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ol la somme est étendue sur tous les vecteurs G du réseau réciproque inconnu
et

_ 9(q)
M @ + @ Ve — ey (@ et @0

Le facteur de coupure g(q) corrige le défaut de I’approximation de London
dans les coeurs de vortex.

Nous avons besoin désormais de calculer le tenseur de réponse électroma-
gnétique Qy;(q). Ce dernier est développé en puissances de la quantité 2,
soit Q@ = QO + Q@ + ... ot Q© <« Q®@. A I'ordre dominant, qui correspond
a approximation locale de London, nous avons

- 9(a)
Ha) =17 NG+ e1(¢2 — ) + 2020ay] (7.14)

ot X = (Qk) + Qiy))/2det Q©), e = (@& — QU)/(Q5 + Qi) et ¢ =
205 /(Q¥) + Q).

Les coefficients sans dimension ¢, proviennent des anisotropies de la sur-
face de Fermi et du gap supraconducteur. Ils sont non-nuls seulement pour
les états supraconducteurs a deux composantes. Comme dans la phase A
nous nous trouvons dans la région de Ginzburg-Landau, la fonction de gap
dans le dénominateur de (7.9) peut étre négligée et les coefficients donnant
les termes anisotropes s’expriment comme

(1AL (07, = y)) (|AL[220540p,)
01 ~ 5 y I 5
(1A (1A%
Dans le but d’évaluer les moyennes sur la surface de Fermi, nous considérons

par simplicité un spectre en énergie cylindrique avec une faible anisotropie
basale hexagonale [95] :

(7.15)

ac = (7?/2m1) (k2 + k}) + 2aep cos 6¢ (7.16)

Ici ep est 'énergie de Fermi et a < 1. Par conséquent la moyenne s’écrit
comme (...) = 02” dp(l — acosbp)(...)/2m et la vitesse au niveau de Fermi
au premier ordre en a devient

Upg = €0S ¢ + 3a(cos by — cos Ty) (7.17)
Upy = sin ¢ — 3a(sin 5p + sin 7¢). (7.18)
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Nous trouvons pour Ey,:

1 2 _ 2 R *
o= L |771|2 |772|2’ o = 2(771772) N (7.19)
2 |ml? + [m Mm%+ [m2]
et pour Ey,:
11 2 _ |2 11 R
o = m|* = [ne] _ (mns) (7.20)

=—O0——, = ——0————.
47 mPE+m2 2 [ml|? + [nof?

Comme d’apres la section précédente |n;| > |n:| dans la phase A, seul le
terme anisotrope avec le coefficient ¢; est prépondérant dans la phase A.
L’effet d’une telle anisotropie a été étudié par Kogan [108].

Suivant les références [107, 108], nous considérerons les configurations de
réseau de vortex symétriques par rapport aux réflexions de plan (zz) et (yz)
pour I'état Ey,. Il y a deux réseaux de vortex possibles distordus [108]. Dans
la premiere configuration ’angle de distortion « entre les deux vecteurs de
base de la cellule élémentaire du réseau de vortex est donné pour H > H,

par
0\ '/ 1o\ 12
tana:\/g( yy) =\/§( 1) . (7.21)

Q52 L+a

Pour || < |m|, I'état E;, prédit donc une forte distortion avec a ~ 45° (un
réseau de vortex carré, voir la Fig. 7.8 ; notons que la valeur de o dépend en
fait de la forme exacte de la surface de Fermi). Pour la seconde configuration
possible, ’angle de distortion S est donné par

)1/2 -3 (1 ki cl>1/2. (7.22)

1—61

Q(O)

tan 8 = V3 d

(Qé‘?

Nous trouvons également que le réseau de vortex est fortement distordu (voir
la Fig. 7.8).

Pour I'état Ey,, les configurations du réseau de vortex tournées des angles
+45° peuvent étre obtenues par la méme procédure que pour E;, seulement
a a = 0, quand les plans bisecteurs sont des plans de symétrie pour le réseau
de vortex. Dans ce cas ¢; = ¢ =~ 0 et le réseau de vortex a une struc-
ture hexagonale parfaite. En présence d’une petite anisotropie hexagonale la

configuration du réseau de vortex est a la fois légérement distordue (~ a) et
orientée a 1 ~ £45° (Fig. 7.9).
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F1G. 7.8 — Les deux configurations possibles de réseau de vortex pour l’état Ey,
sont alignées le long des directions cristallographiques et fortement distordues
(avec les angles o = 45° et B = T1,6° pour le modéle de surface de Fermi
choisi).

F1G. 7.9 — Pour l’état Fy,, le réseau de vortex est presque parfaitement hexa-
gonal et orienté le long des directions a 1 ~ £45° par rapport a 'aze cris-
tallographique a.

L’application d’un formalisme du type d’Abrikosov développé dans la
référence [109] pour les supraconducteurs ordinaires avec une anisotropie de
masse effective conduit a la méme conclusion. Pour voir cela, nous avons be-
soin de prendre en compte la propriété |n;| > || pour considérer 1’équation
de Ginzburg-Landau (7.1) seulement pour 7; (prenant 7o = 0). Alors en se
rappelant que (Ky+K3) ~ K; pour I'état supraconducteur E, et (Ky+K3) ~
a K, pour I'état supraconducteur Es, (voir [95]) nous arrivons a la déclaration
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donnée ci-dessus.

7.4 Premieres corrections non locales

Le principe du calcul précédent permet d’avoir acces également aux pre-
mieres correction non-locales apparaissant dans la densité d’énergie libre de
London. Nous donnons ici leur expression générale pour un état supracon-
ducteur non-conventionnel. Les premieres corrections non locales proviennent
du terme Q® (k) d’ordre deux dans le développement du tenseur de réponse
électromagnétique. Apres inversion du tenseur @ = Q© + Q@ nous avons:

Q' =@ = (Q)QY, (7.23)
soit (Q 1)@ = —(Q©)2Q®@. En toute généralité, les premieres corrections
non locales s’écrivent donc:

(@7DE = -X[((0 - )+ ) QF — 2000 (7:24)
@ M ==X [(1+a)+3a) Q% —2:Q%)] (7.25)

@MY + (@M% =-2X[(1+c]+3) QY — c2(QZ + Q)] . (7.26)

Ces expressions se simplifient considérablement dans le cas ol ¢ << 1 et
co << 1 (c’est-a-dire les termes locaux d’anisotropie sont trés faibles):

@ NQ ~-MQE,  (@7H ~-XQf)

et
Q@HP + (@M ~ —2X'QY).

Dans ce cas, nous déduisons des Eqs. (7.13) et (7.23)-(7.26), que dans I'ex-
pression (7.14) il faut rajouter au dénominateur les termes non locaux

¢ <01 ¢t + 2 + (g - Q;)quy)

ol £ est la longueur de cohérence supraconductrice, et les coefficients sans
. . 2 s .
dimensions ch) s’écrivent :

(2) AZ UF T
W = ue” Z (w2

w?
NDRE > (7.27)
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avec

(2) A2 A2
Wy = UpgUpy
(2 _ n2 A2 \2 ~2 A2
wy = (U, — UFy) - 4UFzUFy
2) _ ~ =« ~92 ~9
wy = OpaUpy(Dfy — Ulny)-

Les termes non-locaux sont généralement importants uniquement a basse
température. Dans les supraconducteurs conventionnels uniaxiaux, ce sont les
premieres contributions anisotropes dans la densité d’énergie libre de London.
Cette anisotropie dicte 'orientation du réseau de vortex, et également a basse
température la distortion du réseau de vortex.

En ce qui concerne le supraconducteur non-conventionnel UPt3, la ques-
tion des premiéres corrections non locales n’est pas trés pertinente pour I’état
supraconducteur Ey,, car la forme du réseau de vortex est principalement
dictée a toute température par I’anisotropie importante des termes locaux.
Pour I’état supraconducteur F,,, la situation dépend de la comparaison du
terme anisotrope local (faible, de 1’ordre de l’anisotropie de la surface de
Fermi) par rapport aux premieres corrections non-locales (également faibles)
qui apparaissent en raison de ’anisotropie du gap supraconducteur dans la
phase A (comme résultat du calcul des coefficients (7.27) avec notre modele
de surface de Fermi, le terme non-local dominant - et indépendant de I’aniso-
tropie de la surface de Fermi - est celui de la forme ngg ; dans la phase B ce
terme non-local disparait, le premier terme anisotrope dans le développement
du tenseur électromagnétique apparait alors a ’ordre supérieur). En absence
de données quantitatives précises concernant I’ordre de grandeur de 'aniso-
tropie de la surface de Fermi (notre parametre a), il est difficile de conclure
s’il est l1égitime de négliger les corrections non-locales pour Ey, dans la densité
d’énergie libre de London.
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Conclusion

Nous avons montré que seul I’état supraconducteur a deuxr composantes
FEy, parmi les nombreux autres états de symétrie différente est compatible
avec [’observation des orientations du réseau de vortex. L’inégalité des lon-
gqueurs de pénétration de London dans les directions x et y dans le plan basal
résultant de la superposition de l’anisotropie hexagonale du cristal et de [’ani-
sotropie tétragonale de l’état supraconducteur conduit pour Eo, a une faible
distortion d’un réseau de vortex presque parfaitement triangulaire, ce qui est
en accord avec les observations. Au contraire, les calculs correspondants pour
I’état supraconducteur Ey, conduisent a un réseau de vortex fortement dis-
tordu et aligné le long des directions cristallographiques du cristal, ce qui est
en désaccord avec ’expérience existante.

Ces déclarations et la description théorique des propriétés thermodyna-
miques et de transport & basses températures [99] établissent avec précision
I’état supraconducteur a deuxr composantes Ey, dans U Pts.
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Chapitre 8

Effet des termes de mélange

Dans ce chapitre, nous discutons de l’effet des termes de mélange présents
dans la théorie de Ginzburg-Landau des états supraconducteurs a deuxr com-
posantes pour H || c. Nous mettons en évidence que dans le cadre des modéles
avec champ briseur de symétrie, les lignes de transition dans l’état mixte sont
plutot des crossovers que des lignes de transition de phase du second ordre.
Nous discutons les conséquences d’un tel résultat pour la théorie du réseau
de vorter au voisinage de la transition A-B. Les grandes lignes de ce chapitre
ont été publiées dans la Réf. [110].

8.1 Au voisinage de la transition A-B

La théorie du réseau de vortex a I’équilibre dans UPt3 développée pré-
cédemment est valable pour la phase supraconductrice A pres de la transi-
tion vers 1’état normal, ou la symétrie de 1’état supraconducteur est prin-
cipalement dictée par 1'une des deux composantes du parametre d’ordre
n = (m,n2). Une tentative pour étendre cette analyse [101] vers la tran-
sition de phase entre les phases supraconductrices A et B a été entreprise
dans la lettre récente [111] pour le modéle Fy,. A notre avis, lapproche
et les conclusions de la Réf. [111] sont fausses et nous présentons dans ce
chapitre pourquoi il en est ainsi.

Pour un champ H || ¢, la densité d’énergie libre pour les modeles & deux
composantes Ey, et Ey, avec champ briseur de symétrie est
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f = am|m)® + amnl* + B (n - TI*)2 + 52 |m - "7‘2 +

+K:1 |Dinj|* + Ko (Ding) (Dym;)" + K3 (Dymy) (Dyms)™ . (8.1)

Les équations de Ginzburg-Landau pour H || z apres avoir pris par brieveté
Bs = 0 sont [95]

[aom + 261 (Im|* + Iel*) + (K128 D2 + K\Dy)|m =

- (K2DwDy + K3DyD$v) 2, (82)
[aoma + 281 (Im|”* + [mel*) + (K23 D} + K\ D2)] 1 =
- (K3Dchy + KQDyD:c) m, (83)

onrn = (T —-T), » = (T —T3) avec les températures 77 > T5. Il s’agit

d’équations différentielles non-linéaires couplées. Les termes de mélange pré-

sents (K, et K3 # 0) sont responsables du couplage des Eqs. (8.2) et (8.3).
Pres de la transition de phase vers I’état normal, soit quand

H— Hcg = —<I>0a07'1/27r\/ K1K123,

la composante 7, s’exprime a partir de la premiére composante 7; selon[101]:

(KgDmDy + KQDyDJ;) 7’]1
(&) (T —_ Tcg) ’

2= — (8.4)

et 7, est solution de 'Eq. (8.2) non linéaire prise & 7, = 0 (ici Ty = T —
261 (|m|*)/ o).

Il est clair que dans la région du voisinage de la transition A-B (T — T9),
la relation simple (8.4), linéaire mais non locale, entre les deux composantes
du parametre d’ordre est divergente et inapplicable. La croissance de ’am-
plitude de 7, vers la transition entre les états A et B est limitée en fait prin-
cipalement par les termes nonlinéaires (et locaux) dans 1’énergie libre. Les
termes de mélange de gradient (coté droit des Eqs. (8.2)-(8.3)) transforment
les lignes de transition de phase A-B et A-C en régions de crossover entre
des états supraconducteurs ayant la méme symétrie. Les crossovers ne sont
certainement pas caractérisés par une divergence de la longueur de cohérence
correspondante comme cela doit étre le cas dans une transition de phase du



EFFET DES TERMES DE MELANGE 141

second ordre réelle. Nous justifions de facon plus détaillée ces déclarations
dans la section suivante.

Notons que les termes de mélange sont présents dans les équations de
Ginzburg-Landau en fait pour toutes les orientations de H sauf pour les deux
orientations particulieres H || a ou H || a*. Par conséquent, dans le cadre
des modeles & deux composantes avec champ briseur de symétrie, il n’y a pas
de transition de phase du second ordre dans I’état mixte supraconducteur de
facon tres générale.

8.2 Effet des termes de mélange: un modele
effectif

La fonctionnelle de Ginzburg-Landau (8.1) est compliquée a deux titres:
(i) du fait de la présence de deux composantes, et (ii) du fait de 'inho-
mogénéité des solutions d’équilibre. Pour justifier nos déclarations dans la
section précédente et appréhender plus physiquement 'effet des termes de
mélange, nous pouvons considérer un modele effectif (avec lequel nous ne
prétendons pas résoudre les Egs. (8.2)-(8.3) mais seulement les comprendre
en partie). Notre but est principalement d’étudier qualitativement I'effet des
termes de mélange, et pour cela nous pouvons ultra-simplifier le probleme en
considérant par exemple que ’amplitude et la forme du parametre d’ordre
peuvent étre ajustés séparément (par une méthode variationnelle). Ecrivons
les deux composantes du parametre d’ordre sous la forme n; = n; o7i(2, y),
avec (|7;/?) = 1 (la moyenne est prise sur le réseau de vortex). Supposons
que les parties inhomogenes 7; soient connues. Les parties uniformes 7, «
des composantes du parametre d’ordre minimisent quant a elles la densité
d’énergie libre effective moyennée sur le réseau f°(n; o, 72.00) = (f) qui peut
s’écrire comme

S (M005 Ms00) = COTIMY 00 F COTSM 00 + Balli 00T 00 + 204T11,00M2,00 +
+(B1 + B2) ({1 o + (7] Y7.00) » (8-5)

ou nous avons défini
agry = aory + R (K123 D2 + K1 D) 1),

agTy = a7y + R(7; (K123 D% + K1 D2) 1),
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B = 2B (| ]?) + 28:.R(T77),
et
qx = §R<ﬁ; (K3D;UDy + KZDZ/DIE) ﬁ1>

Ici, R signifie la partie réelle.
La composante d’équilibre 7; o est déterminée a 1, , fixée par une équation
algébrique cubique de la forme:

afeﬂ 3
B =Moo TP +q1 =0, (8.6)
771,00
avec
m= 00Ti + Butloc Q=1 G (8.7)
1= ~ ’ 1 = 712,00 = . .
2(B1 + B2)(Im|*) 2(B1 + B2) (I )
De méme, la deuxiecme composante 7, & 1’équilibre est donnée par
T 0o + D200 + @2 = 0, (8.8)
ou ,
00Ty + BT oo N
Dy = 075 + n, q (8.9)

2B+ B T 2B + ) ()

Il est possible de résoudre analytiquement les deux conditions simultanées
(8.6) et (8.8). Toutefois, cela n’est pas notre but ici.

Dans notre modele effectif, les termes de mélange sont responsables de la
présence du terme 2¢,1; 72,00 dans Pexpression (8.5) de fef 11 est utile de
noter qu’en absence de champ magnétique, nous avons précisément ¢, = 0,
et nous retrouvons (en prenant 7; = 1) directement les solutions du cas ho-
mogene [73] & partir des Egs. (8.6) et (8.8). L’état mixte supraconducteur est
caractérisé par un terme g, # 0, qui conduit a 7, o # 0 indépendammment
du coefficient py (c’est-a-dire de la température et du champ magnétique).

Le point essentiel est que les termes de mélange dans notre modele ef-
fectif introduisent une contribution linéaire (et non quadratique) avec 1'une
ou l'autre des composantes du parametre d’ordre dans ’expression de la
densité d’énergie libre. Si nous supposons, pour simplifier encore, 'une des
deux composantes du parametre d’ordre fixée, notre densité d’énergie libre
effective est formellement similaire a celle qui décrit une transition ferro-
magnétique sous l'effet d’un champ magnétique extérieur. En effet, dans ce
dernier exemple [112], la densité d’énergie libre est de la forme
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f=aorn® + ' — hn (8.10)
ou le terme —hn (linéaire avec le parametre d’ordre 7) est introduit par I’ap-
plication d’'un champ magnétique externe. Ici o et [ sont des constantes
positives et 7 = T — T,. En absence de champ (h = 0), la transition ferro-
magnétique a T, est une transition de phase du second ordre, délimitant
deux phases de symétrie différente (la phase la plus symétrique a haute
température est caractérisée par n = 0, la phase basse température par
no = v/—ag7/2B # 0). Sous champ, le parametre d’ordre & 1’équilibre est
régi par une équation cubique du méme type qu’en (8.6) et (8.8):

48n* + 209 = h. (8.11)

Prés de T,, soit 7 ~ 0, le terme non-linéaire 43n® est important puisqu’il
controle 'amplitude non nulle du parametre d’ordre

48n* ~ h. (8.12)

Fic. 8.1 — Variation de 'amplitude du parametre d’ordre d’équilibre sous
champ (en trait plein) et en absence de champ (trait en pointillés) avec la
température.

Comme discuté dans le Landau-Lishitz (Réf. [112]), leffet du terme per-
turbatif induit par le champ est de réduire la symétrie de la phase la plus
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symétrique quelle que soit ’amplitude de h: le point de transition discret a
T, qui prévalait pour A = 0 disparait. Ainsi, les discontinuités apparaissant
dans la chaleur spécifique et existant a champ magnétique nul sont lissées
en présence de champ. Le parameétre d’ordre (non nul quelle que soit la
température, Fig. 8.1) varie plus ou moins rapidement au voisinage de I’an-
cien point de transition sur une fenétre en température de 'ordre de [112]

AT ~ R2BBY3 [y, (8.13)

La largeur A7 du crossover augmente avec ’amplitude du champ A (voir la
Fig. 8.2).

h

AT

Fia. 8.2 — Le point de transition discret a T, pour h = 0 disparait dés que
h # 0. Les régions haute température et basse température sont délimitées
par une zone de crossover dont la largeur croit avec ['amplitude du champ.

En appliquant ce résultat pour UPts avec la correspondance

hﬂ = QxM1,00712,005

nous nous attendons qualitativement a ce que la largeur caractéristique At
du crossover A-B dans I’état mixte soit relativement faible pour le modele Es,
(pour lequel les termes de mélange sont faibles) et, au contraire, est relative-
ment importante pour I'état supraconducteur Ey, (terme de mélanges impor-
tants). A ce stade, nous sommes incapables d’obtenir des informations plus
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quantitatives permettant de discriminer plus concretement les deux modeles
Elg et Egu.

8.3 Réseau de vortex au voisinage de la tran-
sition A-B

Revenons désormais au traitement des équations de Ginzburg-Landau par
Agterberg et Dodgson [111] pour déterminer le réseau de vortex pres de la
transition A-B dans UPt3.

Au voisinage de la transition A-B (T" — T.), les auteurs de la lettre [111]
n’attachent pas d’importance a la contribution du terme nonlinéaire

26, |772‘2772

dans P'Eq. (8.3) en considérant pour H ~ H, (avec Ky = K3 < Kj) la
relation

(Of() (T - Tcz) + KlDz) T = —K2 (Dsz + DyDz) m- (814)

.....

agissant sur 7. Substituant en retour ’Eq. (8.14) dans la partie en gradient
de ’énergie libre, Agterberg et Dodgson ont trouvé une fonctionnelle effec-
tive non-locale pour I’énergie de London (d’ordre 4 en gradients) pour les
champs et courants provenant de 7;. Ces termes non-locaux additionnels
dans I’énergie de London deviennent importants quand 7' — T.5. Comme
résultats, les auteurs de la Réf. [111] en ont tiré de nombreuses conclusions
concernant les structures du réseau d’ Abrikosov au voisinage de la transition
AB.

Il est possible d’estimer sous quelles conditions il est légitime de négliger
le terme non-linéaire & T ~ T,,. En utilisant I'Eq. (8.14), nous avons

ol k = 60 est le parametre de Ginzburg-Landau pour UPt3, d est la distance
entre les vortex et A est la longueur de pénétration de London. Quand H —
H,, la distance d’équilibre intervortex sature & la valeur d ~ A\(Inx)~'/2 de
telle sorte que le terme non-linéaire est effectivement négligeable quand

K.
fj < (kInk)". (8.16)
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D’un autre coté, et de facon insidieuse, I’approche de la Réf. [111] ne considére
pas les termes non-locaux habituels provenant des termes d’ordre 4 en gra-
dient agissant sur 7; dans 1’énergie libre, ce qui est valable si

(8.17)

Comme les deux conditions (8.16) et (8.17) sont incompatibles, nous concluons
par conséquent que les termes non-linéaires sont bien importants au voisinage
du crossover AB.

Notons que dans leur réponse a notre critique, Agterberg et Dodgson [113]
argumentent qu’au contraire la distance intervortex ne sature pas lorsque
H — H_, mais tend vers l'infini. Par conséquent, ils sont en désaccord avec
la condition (8.16), et affirment qu’il est toujours possible, étant suffisamment
pres de H.i, de négliger les termes non-linéaires ...
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Conclusion

En conclusion, nous avons montré qu’en raison des termes de mélange, les
deux composantes du parameétre d’ordre sont non nulles a toute température
dans I’état mizte : dés que la formation d’une seule composante inhomogéene
devient favorable, la deuxiéme composante est inévitablement induite par les
variations spatiales de la premiére.

La contribution des termes de mélange a d’importantes répercutions phy-
stques sur notre interprétation qualitative du diagramme H —T de UPts dans
le cadre du scénario d’un état supraconducteur a deuxr composantes couplé
avec un champ briseur de symétrie. Notamment, elle implique qu’en réalité,
des que le champ magnétique n’est plus paralléle aux directions cristallogra-
phiques a et a* du plan basal, les différentes phases A, B et C de l’état mizte
ne sont pas délimitées par des lignes de transition de phase du second ordre,
mazis plutot par des crossovers. Par conséquent, la croyance répandue que les
phases miztes A, B et C sont caractérisées par des états supraconducteurs de
symétries différentes (comme cela devrait étre le cas en présence de véritables
transitions de phases du second ordre au sens de Landau) n’est pas fondée
dans le cadre du scénario avec champ briseur de symétrie. Au contraire, la
symétrie de ’état fondamental supraconducteur est, a strictement parler, la
méme dans tout ’état mizte. Nous pouvons identifier la phase A (terminolo-
gie en fait impropre?) comme étant la région du diagramme H — T o4 l’une
des deur composantes du paramétre d’ordre supraconducteur est beaucoup
plus petite que l’autre composante, et la phase B comme étant la région ou
les deux composantes ont le méme poids. L’identification de la région C reste
a étre déterminée.

Probablement, I’état supraconducteur Eyg est caractérisé par un crossover
avec une largeur caractéristique en température qui devient de plus en plus
large tres rapidement avec le champ magnétique, ce qui serait incompatible
avec le diagramme de phase expérimental. Au contraire, nous nous attendons
a ce que le crossover soit tres étroit en température pour I’état supraconduc-
teur Ey,, ce qui pourrait expliquer pourquoi expérimentalement les lignes de
transition entre les différentes phases de I’état mixte ressemblent a des lignes
de transition de phase.
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Chapitre 9

Etude de effet des défauts sur
la pente du second champ
critique

Dans ce chapitre, nous calculons la dépendance de la pente initiale du
second champ critique en fonction de la concentration en impuretés pour un
champ magnétique paralléle a I’axe hexagonal du cristal pour les deux modéles
a deuzx composantes By et By, de I’état supraconducteur dans UPts.

9.1 Problématique

L’étude présentée dans ce chapitre a été initialement motivée par 1’étude
expérimentale présentée dans la these de P. Rodiére [67] concernant l'in-
fluence des impuretés sur les propriétés supraconductrices de UPt3. Rodiere et
al. avaient réussi a synthétiser des échantillons de bonne qualité, qu’ils avaient
par la suite irradiés par des électrons de haute énergie dans le but de controler
la concentration en impuretés non-magnétiques. Puis, ils ont comparé la
pente initiale du second champ critique H. a T, pour des échantillons de
différente qualité [67] et pour différentes orientations du champ magnétique.
Nous étudions dans ce chapitre si, a partir de cette dépendance, il n’est pas
possible de mettre en évidence avec les modeles théoriques la symétrie de
I’état supraconducteur.

Dans les supraconducteurs non-conventionnels, il est bien connu (voir
Annexe E) que les impuretés non magnétiques conduisent a une perte de
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cohérence de phase de la fonction d’onde décrivant les paires d’électrons [114].
Ainsi, la température critique décroit en fonction de la concentration en im-
puretés n; présentes dans I’échantillon. La loi de suppression de la supra-
conductivité est régie par la loi d’Abrikosov-Gorkov [115] dérivée pour les
supraconducteurs non-conventionnels par Larkin [114]

T 1 1 1
Im—¢ =g (=)_—w(= . 1
T (2) (2+47TTTC) (9-1)

Ici ¥ est la fonction digamma. Le temps 7 de relaxation est relié a la concen-
tration en impuretés n; et 'amplitude de diffusion u dans I’approximation
de Born via la relation

s 1

27Nyt
olt Ny = m?vr/2n? est la densité d’états 3D par projection de spin du métal
normal (surface de Fermi sphérique).

Le résultat (9.1) découlant directement de l’anisotropie du parameétre
d’ordre supraconducteur, est valable pour tout état supraconducteur non
conventionnel. De la loi (9.1), il est possible d’extraire la concentration en
impuretés critique n;. au-dela de laquelle il n’y plus de supraconductivité. Si
I'on exprime la température réduite t = T, /T, en fonction de la concentration
en impuretés réduite z = n;/n;, il est facile de voir que la loi (9.1) est
universelle en la réécrivant comme

lnt=\I!<%)—\Il<%+4iw), (9.3)

ol Iny = 0.577... est la constante de Euler. La dépendance est représentée
en Fig. 9.1.

En revanche, la loi de suppression de la supraconductivité par les impu-
retés en présence de champ magnétique dépend généralement de la symétrie
de I’état supraconducteur, ainsi que de 1’orientation de ce champ. Cette ques-
tion pour UPt; a en partie déja été traitée dans les travaux de Choi et
Sauls [88] pour un modele spécifique d’état supraconducteur (le modele spin-
triplet E,).

Le calcul de Choi et Sauls considere, en plus des impuretés, 'influence du
couplage paramagnétique présent pour H || ¢ lorsque que le spin triplet de
la paire reste bloqué dans le plan basal (voir Chap. 6).

Pour H 1 ¢, Choi et Sauls ont trouvé que la self-énergie due au impuretés
est nulle. Ce résultat est en fait tres général puisqu’il valable pour tous les

(9.2)

n;u
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0.0 0.2 0.4 0.6 0.8 1.0
x=n/n.
1 IC

Fi1c. 9.1 — Lot universelle de suppression de la température critique par les
impuretés non magnétiques dans les supraconducteurs non conventionnels.

modeles spin-triplet de 1’état supraconducteur. Comme conséquence, la loi
de dépendance de la pente du second champ critique avec la concentration
en impuretés est la méme pour tous les états supraconducteurs avec appa-
riement triplet. Pour H || ¢, la self-énergie n’est a priori pas nulle (c’est le
cas pour Fy,), et la loi dépend de la symétrie de I’état supraconducteur. Or,
dans D'article original, Choi et Sauls ne prennent pas en compte le modele
désormais le plus probable, Es,, pour le parametre d’ordre.

Le calcul correspondant du second champ critique pour H || ¢ considérant
le modele Es, a été publié par Yang et Maki [116]. Toutefois, ces derniers au-
teurs ont axé leur étude uniquement sur 'influence du terme paramagnétique
(leur but était principalement de comparer quantitativement leur résultat
avec celui de Choi et Sauls). Yang et Maki ont trouvé un bon accord avec
la forme expérimentale des courbes H.o(T) pour les directions dans le plan
basal et perpendiculaire au plan basal.

Dans ce chapitre, nous prenons en compte l'effet des impuretés sur le
champ critique pour les modeles & deux composantes Ey, et Ey, pour H || ¢
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en négligeant le terme paramagnétique présent pour FEsy,, car son effet est
négligeable prés de T,.. Pour simplifier également, nous ne prendrons pas en
compte l'effet du champ briseur de symétrie.

9.2 Equations générales pour le second champ
critique

Sous champ magnétique, les différentes composantes du parametre d’ordre
supraconducteur A,g (R, k) dépendent a la fois des directions du moment k
de la paire sur la surface du Fermi, et de la position spatiale R de la paire.

Sans impuretés

Pres de la transition supraconductrice, I’équation générale matricielle
régissant le parametre d’ordre pour les supraconducteurs dans la limite propre
s’écrit [117]

Aus (Ry¥) = -T S / drVsan, (v,7') G () G, (1)
x exp [irD(R)] A5 (R, 1), (9.4)
ou 'opérateur
Ici w, = (2n + 1)7T sont les fréquences de Matsubara, A est le potentiel

vecteur, Vgq,z, (r,1') est le potentiel d’interaction de paire. Les fonctions de
Green électroniques du métal normal sont des matrices 2 x 2 diagonales

Gi‘,z (r) = /(Qd:)ge’p'r ([iwn, — &) 00 — MGGZH);,YI (9.5)
avec &, = p®/2m — e et 0p la matrice unité.

L’équation différentielle d’ordre infini (9.4) donne la valeur du second
champ critique. Les équations de Ginzburg-Landau linéarisées peuvent étre
retrouvées a partir de cette expression pour un modele particulier d’état
supraconducteur en développant la fonction exponentielle dans la derniere
ligne de (9.4).
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En absence de terme paramagnétique, les termes diagonaux de G*? sont
identiques et égaux a

/ dp €PT _ m , . Wy . (9.6)
e &~ omr exp |ippTy / - signwy, )

I exp {z’pprsignwn — T|w"q (9.7)
2mr 3

Q

pour |wy,|/ep < 1.

Le terme paramagnétique (levant la dégénérescence de spin) peut étre
facilement pris en compte dans cette expression via la prescription pour le
spin 1 par exemple consistant a remplager w,, par w, + iu.H. Pour les spin 1
(+) et spin | (-), on a donc

G5E(r) = —% exp |ipErsignw, — r\?}uin| (9.8)
F

avec Ny = mpr/2n? la densité par projection de spin prise au niveau de
Fermi ep, pp = mup, pi = [2m(er + poH)]Y2.

Avec impuretés

En présence d’impuretés, il est nécessaire de résoudre deux équations
matricielles couplées faisant intervenir le parametre d’ordre matriciel et la
self-énergie anomale X.;5(w,, R)

Ags (R,Y) = —TZ / drVsaa, (T, 1) ng (r) G’;‘%n (r)exp [irD(R)]
{As (R, 1) + Z,5(wn, R)} (9.9)

et

515 (@ R) = nyu? / drG2° (r) G¥._(r) exp [iD(R)]
{Aaﬁ R,r) + Yap (Wn, R)} - (9.10)

En présence d’impuretés nous devons remplacer dans I’Eq. (9.5) w, par
Wn = wp + Pisgnw, (en considérant que I'y < ep) ou 'y = 1/274 est
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I'élargissement en énergie di aux impuretés pour les électrons de spin up (+)
ou down (-). Pour tenir compte des impuretés, il faut par conséquent ajouter

a (9.8) le facteur
’I"F:t
exp| ——— ).
p U}t

Ainsi, les différents produits possibles des fonctions de Green donnent

Gz, (r)GZ;, (r) = (%)26_%%2 (9.11)

et
G5 (r)GT; (r) = (%) e T e i ¢ir(PF—PE)sEnen (9 19)
N (%)Qe_zrwezpml‘;fsgnwn (9.13)

en supposant que pH < epet 'y =T_ =T.

Principe de résolution

L’intégration sur r s’effectue en utilisant la paramétrisation en variables

sphériques
/dr—> // dQr2dr

avec I’élément d’angle solide d€2 = sin 8dfdy (¢ est I'angle dans plan (z,y)
et 6 est Pangle & partir de 'axe z).

Si la surface de Fermi est isotrope (sphérique) comme ce sera ’hypothese
dans tout ce chapitre, les fonctions de Green G%f: (r) ne dépendent pas des
angles 0 et . La dépendance angulaire est alors uniquement contenue dans le
potentiel d’interaction de paire, le parametre d’ordre et le facteur exponentiel
exp [irD(R)].

A champ magnétique nul:

Pour tout appariement anisotrope, on a

/ dQ Vg, (£,8) =0
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et
/dQ Aaﬂ (R, f-) = 0.

Alors, la self-énergie ¥,5(wy, R) due aux impuretés est nulle. C’est ainsi
que 1’on met en évidence avec I'Eq. (9.9) la loi universelle de réduction de la
température critique par les impuretés dans les supraconducteurs non conven-
tionnels.

A champ magnétique non nul:

La situation dépend du facteur exponentiel (qui est un opérateur) désor-
mais présent. La forme de celui-ci apres intégration sur les variables angu-
laires est directement reliée a la symétrie particuliere de 1’état supraconduc-
teur et a la direction du champ magnétique.

Lorsque le champ H || z, on cherche A,z(R) sous la forme

Aqas(R) = €% f(p)

oup = (X,Y). En absence des termes paramagnétiques, le champ magnétique
critique supérieur maximum est obtenu pour p, = 0.
Le facteur exponentiel est usuellement traité en notant que

rD(R) = rsinfcosgD, + rsinfsin D, + rcosfD, (9.14)
= _sing (e7D; +€¥“D_) +rcosdD, (9.15)

V2

avec Dy = L;D” les opérateurs création et annihilation de ’oscillateur har-
monique. Ici les opérateurs D, et D_ ne commutent pas, et par conséquent
il faut procéder avec prudence. Ne considérant pas la composante D, (car
nous ne prenons pas en compte la variation du parametre d’ordre le long du
champ, ce qui est valable en absence de terme paramagnétique comme ce sera
le cas par la suite), le facteur exponentiel se décompose donc comme [84]

eu-D(R) _ 6—2"()77‘2 sin? Gez% sin fe W’D+ez% sinfe'? D_ (916)

_xH 2020 1rsin 6 -
= 28" 2: D’ DF. 9.17
© ( V2 > gl T (9.17)

gk
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Les opérateurs D, et D_ agissent sur les état propres |N) de 'oscillateur
harmonique comme

omH 1/2
D,|N) = N+1(Z£ ) IN +1), (9.18)
0
o H 1/2
D_|N) = \/N(ZI: ) IN — 1), (9.19)
0
soit
orH
D,D_|N) = NZIT) IN), (9.20)
0
N! orH\"
D"D"|N) = N). 21
D = s () ) (9.21)

L’intégration sur I’angle ¢ ne présente alors aucune difficulté. L’intégration
sur 'angle 6 est triviale pres de T, lorsque 1’on peut faire 'approximation

_7rH,’.2

in2 9 mH , .
e 220" MY 1 — " r2sin%0.
20,

Equations pour les modeles a deux composantes de UPt;

Dans le modele E,,, 'appariement de spin est triplet. En revanche, seule
une des composantes du parametre d’ordre vectoriel d est non nulle

0 d,
s (8%, o)

Dans le modele E;, d’appariement de spin singulet, le parametre d’ordre

matriciel s’écrit
0 g
Agp = : (9.23)

Dans les deux modeles, ’état supraconducteur est décrit par une seule com-
posante de spin qui s’écrit a partir de deux composantes orbitales (n;,7_)
comme

d.=g=@ o) (), (9:20

ou les ®(k) sont les fonctions de base associées a une représentation irréductible
de dimension 2 donnée (E; ou Ej).
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Utilisant les formes (9.22), (9.23) et (9.24) pour le parametre d’ordre,
les équations matricielles générales (9.9) et (9.10) se transforment alors en 3
équations scalaires (en négligeant les termes paramagnétiques) portant sur
N+ et une composante X

S 2 (lwnl+D)
(’”):MTZ/dr/de/ d—wsin0<q>*)e_2r e
- UF — Jo o Jo 2m o

x ¢TD(R) <(<1>*<1>) ( zi > + z) (9.25)
et

S /dg/ _Slnee (|wn|+ ) ZrD(R) ((@ @) < N+ ) +E>(9 26)
VR n-

9.3 Dépendance pour le modele £,

Pour E),, la fonction de base s'écrit ®(0,p) = fi(0)e™ avec fi1(0) =
cos fsin §. La solution générale des Egs. (9.25)-(9.26) est de la forme

N+ N +2)
n— | ~ |N) : (9.27)
)Y IN +1)

Le champ critique maximum est obtenu pour N = (. Posons

77+:b+|2>’ n- :b—|0)1

et
Y =wll).

La self-énergie s’exprime simplement a partir des deux composantes b, du
parametre d’ordre

_oplwnl+D) 42 x?
w—z— /drdﬂxsmﬁfl() vr e 2 (V20 1—5 +b

lentD) 2 !
(1 - —//drd@smﬁe Foe 2 Ly (xQ)) (9.28)
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ou les Ly(z) sont les polynémes de Laguerre de degré N et nous avons

introduit la notation
T TH
= sinf) = 4/ ——rsinf.
NG \/;0

Il est facile de voir que l'intégration sur # dans l'expression de la self-
énergie implique que

w = 0.

Ce résultat provient du terme cos# dans f;(f) qui est une fonction impaire
dans l'intervalle [0, 7]. Nous sommes donc ramenés a résoudre le systéme 2 x 2
suivant

2

N _,,<|wn| > e 2
b, — OVWTZ//drdestfl i {mLQ(xz)—bx—]
V2
2 2

NV // 2 _opllenl4D) [ z ]
b. = T drdfsin 0 f7 (60 v b —b—|. (9.29
“szn: rdfsin 6 7 (6) e € 75 (9.29)

Pres de T,, la quantité x < 1, et les équations se simplifient alors pour
donner le systéeme d’équations

oo (i) o ()] = ()
b [m%-m(éJrﬁ)Jrqf(%ﬂ = hl(%—-i—%), (9.30)

ou la température critique Ty en absence d’impuretés (7 = oo) est donnée
par

¥

vl

2
To = %5exp( 1/Nog), = —/dGsme1 V, (9.31)
ot 2 mHv? 1
mHv
hy =-———_"7F TE S — .32
T e (] #1727 032

Le parametre € a été introduit pour couper la divergence logarithmique de
la somme sur la fréquence de Matsubara a champ nul. Dans la limite propre
2n7T, > 1, nous obtenons pour la quantité h; au premier ordre en 1/77T

_ C(3) Hvp w1
= o BT (1 56((3) T—T) ' (9:33)
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Le second champ critique est déterminé a partir de la condition de déter-
minant nul pour le systéeme 2 x 2 (9.30) soit
1
1. 9.34
)] o

2 T 1 1

Par définition, la température critique 7, en présence d’impuretés est solution
de I’équation
T 1 1 1
In—= -0 (- vi=-)=0. 9.35
U, (2 * 47rTTC> * (2) (9:35)

Dans la limite propre, H., est donc donné par la dépendance linéaire avec la
température

Ho(T) = % (1 + \/g) %’ {Tco - 817 (2 - %(23))] (T.—T). (9.36)

Ici, nous avons utilisé le fait que W’ (%) = 72/2. La pente initiale du second
champ critique en fonction de la concentration en impuretés s’obtient directe-
ment de I'expression (9.36) (pour information, notons que 72/7¢(3) =~ 1.17).

Comparaison avec ’approche phénoménologique

En absence d’impuretés, il est possible de comparer le résultat du calcul
microscopique avec le résultat de ’approche phénoménologique de Ginzburg-
Landau (qui doivent en principe concorder). Le second champ critique est
déterminé par les équations de Ginzburg-Landau qui s’écrivent pour H ||
c [84]:

orH
(aoT + Ko (D +D}) — K_ g > ny + K D%n_=0
0
9 9 9 2rH
K. D’n, + (oor + Ko (D2 4+ D) + K_ )1 =0 (9.37)
0

avec K() = (K123 + Kl)/Q, K:t = (K2 + Kg)/2 et T = (T — TCO)/TCO' Ce
systeéme a été résolu analytiquement par M.E. Zhitomirskii [118]. Utilisant la
jauge de Landau, les composantes du parametre d’ordre sont cherchées sous
la forme

N+ exp(—ipy) f+(z) (9.38)
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avec p réel. Les équations de Ginzburg-Landau conduisent a des solutions de

deux types
( ﬁgg ) ~ ( |O>6|1> ) ) (9.39)

f+(z) ) ( q|N +2) )
~ 9.40
(F ) (540)
ou ¢ est une constante. Le champ critique maximum correspond a la solution

( ﬁgg ) . ( ‘(()]> ) ) (9.41)

- @00{0 TcO -T
N 27T(K0 - K_) TcO ’

( ﬁg; ) > ( q||02>> ) ’ (9.43)

o Too—T
HY(T) = o by (9.44)

o (3K0 — K, — K+ 8Ki) Teo

ou

qui conduit a

(9.42)

ou a la solution

qui donne

Dans notre calcul microscopique précédent, nous n’avons en fait considéré
que la solution de la forme (9.43). La forme (9.41) est également possible et
conduit & un champ critique différent de (9.36) (mais comme la dépendance
avec les impuretés est la méme, nous n’avons pas jugé utile d’écrire son
expression ici). En conclusion, la forme pour le parametre d’ordre obtenue a
partir du calcul microscopique coincide bien avec celle obtenue par I’approche
phénoménologique.

9.4 Dépendance pour le modele Ey,

Pour le modele Ey,, la dépendance angulaire s’écrit ®(0, ) = f2(0)e*?
avec fo(f) = cos@sin® . La solution générale des Eqgs. (9.25)-(9.26) est alors

de la forme
N+ N +4)

n. |~ |N) . (9.45)
Y N +2)
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Le champ critique maximal est obtenu pour N = 0. Nous utilisons les mémes
notations que pour F;, pour les amplitudes du parametre d’ordre et de la
self-énergie.

L’équation pour la self-énergie peut s’écrire comme

r 9 . _gplenl4D 52 2?2zt b_
w——a /drd@x sinffy(0) e e (\/§b+ [1—3-1—% +$

SlentD) 2 1
(1 - — //drdﬁ sinfe ™ vr e 7T Ly (:L‘)) (9.46)

Pour la méme raison que pour le modele Ey4, la self-énergie est nulle du fait
de la parité de la fonction f5(0):

w = 0.

wﬁ\,

Le systeme a résoudre pour Es, s’écrit donc
xt }
by L +b_——
[ + 4( ) 2\/6

NV —opllenl ) B

b, = 0 WTZ//drdﬁsmeQ 2 =
NV // 2y —2rlenldD) g2 [ zt ]

b = T drdfsin 0 f5 (60 vF 2 by —x=+0b_|.(9.47
UF”%: rdfsin g f;(6) e e b (9.47)

Pres de T, nous développons le facteur exponentiel exp(—z2/2). A Yordre
en 2° (~ H), les deux équations du systeme (9.47) ne peuvent étre résolues
simultanément que si by | < [b_| ou |b_| < |by|.

Si nous choisissons par exemple by | < |b_|, le second champ critique est
déterminé par la deuxiéme équation du systeme (9.47) qui devient

TcO 1 1 1 b_
== -0 (= U (=) =h— 4
b [HT (2+4MT)+ (2)] hats, (9.48)
avec 2 H
TV
h ——Frr 9.49
27373, Z |wn|+1/27') (9-49)

Ici T, est défini comme en (9.31) avec désormais

— /dH sin 0 f2(0 105
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Le terme en b, a été négligé dans (9.48). Nous pouvons voir que
b—l— ~ h2a

alors que b_ ~ 1. La premiere équation de (9.47) détermine quant & elle le
rapport b, /b donné par

b [ Tio 11 1\ 9 H,
2 m 2 (= (=)= Zhy| =12 .
b_ [n T (2 * 47rTT> N (2) 2 2] e 080

16 [7Hv2\” 1
Y — 2y ———— 51
2 11( ® ) m — (|wn| +1/27)3 (9:51)

Dans la limite propre, nous trouvons pour le second champ critique

La dépendance de la pente du second champ critique a 7, avec la concen-
tration en impuretés est donc la méme pour £y, et Ey,. La raison pour cela
s’explique simplement par le fait que la self-énergie est nulle pour les deux
modeles.

Quant au rapport b, /b_, nous trouvons en absence d’impuretés pres de

7;0
by 1 3><31<“(5)<1 T)

avec

b 2v/6 22[7¢C(3)] Teo
ce qui est en accord avec le résultat du calcul de Yang et Maki [116].
Pour la deuxieéme possibilité |b,| > [b_|, le second champ critique est
déterminé par la premieére équation de (9.47). Comme résultat, le second
champ critique est

(9.53)

HS(T)
9

avec b_ /by ~ (1 —T/Ty). Pour cette solution, la pente du second champ
critique est donc beaucoup plus faible que pour la solution |b;| < [b_|.

HE(T) = (9.54)

Comparaison avec ’approche phénoménologique

Comme déclaré dans le Chapitre 6, la forme de I’énergie libre de Ginzburg-
Landau est la méme pour les deux modeles supraconducteurs a deux com-
posantes Fi, et Ej,. Par conséquent, les équations de Ginzburg-Landau et
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leur solution sont déja données dans la section précédente 9.3. Pourtant, il
est intéressant de remarquer que la forme donnée en (9.45) et dans la section
précédente ne coincident pas. La raison est que dans notre modele micro-
scopique, nous avons considéré une surface de Fermi parfaitement isotrope.
Sous cette hypothese, les coefficients phénoménologiques K et K3 sont exac-
tement nuls (et par conséquent aussi K.). La dégénérescence entre les deux
composantes du parametre d’ordre est alors levée par les termes en gradients
d’ordre supérieur (ordre 4 dans l’énergie libre) qui déterminent les formes
d’équilibre.

Le calcul microscopique indique donc que lorsque Ky = K3 = 0, il est
nécessaire de considérer les termes en gradients d’ordre 4 dans la théorie
phénoménologique. En présence d’une faible anisotropie de la surface de
Fermi (ce qui est probablement le cas dans la situation réelle), les coefficients
K, et K3 sont de 'ordre de cette anisotropie. La prise en considération des
termes de gradients d’ordre 4 dans I’énergie libre de Ginzburg-Landau devient
pertinente pour 1'état Ey, siles termes de mélange d’ordre 2 en gradients sont
négligeables devant les termes d’ordre 4 (qui ne dépendent pratiquement pas
de D'anisotropie de la surface de Fermi; ils proviennent de ’anisotropie de
I'état supraconducteur). A ce stade, en absence d’informations quantitatives
sur ’anisotropie, il s’avere difficile de confirmer si c’est le bien le cas. Toute-
fois, une théorie incluant les termes de gradients d’ordre 4 mériterait d’étre
développée dans le futur (notamment en rapport avec l'interprétation du
diagramme de phase).
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Conclusion

En conclusion, nous avons montré que les modéles a deux composantes de
l’état supraconducteur pour UPts, Ei, et Ey,, se caractérisent en présence
d’impuretés pour un champ magnétique appliqué parallélement o l’axe hexa-
gonal par une self-énergie nulle. Il en résulte que la loi de dépendance de la
pente du second champ critique a T, avec la concentration en impuretés est
la méme pour ces deux modeles.
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Conclusion générale

Oscillations quantiques magnétiques dans les systemes
de basse dimensionnalité

Dans la premiere partie de cette thése, nous avons étudié théoriquement
les oscillations quantiques magnétiques de ’aimantation et de la magnéto-
résistance, c’est-a-dire les effets de Haas-van Alphen et Shubnikov-de Haas,
dans les métaux présentant une structure en couches. Nous avons montré
que les oscillations quantiques de I'aimantation dans ces systémes quasi-
bidimensionnels présentent sous champ des caractéristiques des métaux tridi-
mensionnels, des métaux bidimensionnels ou des caractéristiques intermédiai-
res, selon le rapport entre les deux échelles d’énergie gouvernant le transport
dans les couches (I’énergie cyclotron w,.) et entre les couches (I'intégrale de
saut électronique intercouches t). Lorsque le rapport t/w. > 1, les oscilla-
tions d’aimantation ont typiquement la méme forme que les oscillations dans
les métaux tridimensionnels décrites par la formule de Lifshitz-Kosevich.

Dans la limite opposée, t/w. < 1, les oscillations d’aimantation ont le
comportement attendu pour les métaux bidimensionnels a une bande d’états :
elles peuvent devenir fortement asymétriques avec des extrema tres piqués
a basse température. Si le potentiel chimique est fixé par les conditions de
I’expérience, la forme typique est en dents de scie. Si au contraire, le nombre
total d’électrons dans les conditions de I'expérience reste constant, les os-
cillations ont une forme en dents de scie inversée. Ces dernieres oscillations
d’aimantation sont accompagnées de fortes oscillations de potentiel chimique
attestant de la présence de tres peu d’états électroniques disponibles entre les
niveaux de Landau. A défaut d’avoir pu donner une formule analytique ex-
plicitant la dépendance des oscillations avec la température et les impuretés
en présence d’oscillations de potentiel chimique fortes, nous avons souligné
qu’a la différence des métaux tridimensionnels, la possibilité de décrire les
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oscillations d’aimantation sous forme de développement en série de Fourier
(c’est-a-dire en termes d’harmoniques) n’était pas assurée a priori.

Nous avons montré analytiquement qu’en présence de plusieurs bandes
d’états au niveau de Fermi dans les systemes bidimensionnels, i.e. quand les
oscillations de potentiel chimique sont pratiquement négligeables, les oscilla-
tions d’aimantation pouvaient bien étre décrites quantitativement en termes
de série de Fourier. Les harmoniques avec combinaisons de fréquence ob-
servées expérimentalement dans le spectre de Fourier des oscillations d’ai-
mantation de nombreux conducteurs organiques en couches sont la signature
directe de ces oscillations de potentiel chimique faibles typiquement présentes
quand ¢ < w,.. Nous avons argumenté notre désaccord avec le mécanisme
d’apparition de ces combinaisons de fréquence proposé par Alexandrov et
Bratkovsky.

Puis, nous avons développé la théorie de 'effet de Haas-van Alphen dans
I’état mixte des supraconducteurs bidimensionnels et quasi-bidimensionnels
pour un champ magnétique perpendiculaire aux couches. Nous avons déter-
miné le facteur d’atténuation des oscillations dii a la distribution inhomogene
du parametre d’ordre dans I’état mixte. Nous avons trouvé que le critere d’ob-
servation des oscillations quantiques de ’aimantation pres du second champ
critique est plus restrictif que dans les supraconducteurs tridimensionnels.

Enfin, nous avons étudié les oscillations quantiques de la magnétorésis-
tance longitudinale pour un champ perpendiculaire aux couches dans le cadre
de la théorie du transport quantique. Nous avons trouvé des oscillations
Shubnikov-de Haas géantes avec des dépendances en champ et température
inhabituelles dans la limite bidimensionnelle w. > t. Notre modele théorique
considérant uniquement la diffusion sur des impuretés ponctuelles rend comp-
te de 'activation thermique des maxima de magnétorésistance en présence
d’oscillations de potentiel chimique négligeables comme observée dans le
conducteur organique en couches $”-(BEDT-TTF),SF;CH,CF2SO;. Lori-
gine d’un tel comportement en température n’est pas dii a I’apparition de
gaps de Landau dans la densité d’états, mais plutot a la formation de pseudo-
gaps dans la magnétoconductivité spectrale: ainsi, nous avons établi I’exis-
tence d'une différence nette entre les oscillations quantiques de 'aimantation
et de la magnétorésistance dans les systemes quasi-bidimensionnels.

Toutefois, notre modele théorique n’explique pas qualitativement cer-
taines observations expérimentales dans (”-(BEDT-TTF),SF;CH;CF2SOs3,
comme l'augmentation des minima de magnétorésistance a forts champs
magnétiques et basses températures. Il est intéressant de remarquer que
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sous ces mémes conditions, la considération de 1’élargissement des niveaux de
Landau dii a la diffusion sur les impuretés ponctuelles seule devient insuffi-
sante. La diffusion des électrons dans un potentiel d’impuretés aléatoire avec
un rayon de corrélation fini doit étre envisagée comme pouvant étre physi-
quement pertinente pour saisir le comportement complet des oscillations de
magnétorésistance.

Symétrie de I’état supraconducteur dans UPt3

Dans la deuxiéme partie de theése, nous avons décrit théoriquement le
réseau de vortex dans la phase mixte A du supraconducteur non-conventionnel
UPt3 pour un champ parallele a ’axe hexagonal, en considérant tous les états
supraconducteurs possibles de différentes symétries. Nous avons interprété
I’observation expérimentale d’un réseau de vortex triangulaire, orienté selon
les directions des axes cristallographiques dans la phase B, et orienté a £45°
des axes cristallographiques dans la phase A. Nous avons mis en évidence
que cet alignement inhabituel du réseau de vortex dans la phase A était la
signature non ambigiie de la symétrie Ey, pour I'état supraconducteur et
résultait de ’anisotropie supraconductrice dans le plan basal apparaissant
quand seule la premiere des deux composantes du parametre d’ordre supra-
conducteur était favorisée par le couplage avec le champ briseur de symétrie.
Dans la phase B, cette anisotropie supraconductrice dans le plan basal dis-
parait car les deux composantes du parametre d’ordre ont pratiquement le
méme poids, de telle sorte que la raison pour le mauvais alignement est
éliminée.

Nous avons également montré dans le cadre de ’approximation de 1’élec-
trodynamique locale de London que I’observation d’un réseau de vortex pra-
tiquement triangulaire dans la phase A est compatible avec 1’état supracon-
ducteur Ejy,. En revanche, 'autre modele envisagé E;, conduit a un réseau
de vortex fortement distordu dans la phase A.

Puis, nous avons exprimé notre désaccord avec ’approche et les résultats
de Agterberg et Dodgson concernant la construction d’une théorie du réseau
de vortex pres de la transition A-B pour I’état supraconducteur Es,. Par sim-
plification, ces auteurs ont négligé au voisinage de la transition A-B les termes
non-linéaires présents dans les équations de Ginzburg-Landau. Nous avons
montré que pres du premier champ critique les termes non-linéaires dans les
équations de Ginzburg-Landau sont au contraire dominants et précisément
controlent la croissance de la deuxieme composante du parametre d’ordre.
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Par la méme occasion, nous avons souligné qu’en raison des termes de gra-
dient mélangeant les composantes du parametre d’ordre dans la densité
d’énergie libre de Ginzburg-Landau, les différentes phases de I’état mixte
dans UPt3 étaient plutot séparées par des zones de crossover que des lignes
de transition de phase du second ordre dans les modeles avec champ briseur
de symétrie Ey4 et Es,. Seul le modele Ej, serait caractérisé par une zone de
crossover d’épaisseur en température tres faible.

Enfin, nous avons étudié l'influence des défauts sur la pente du second
champ critique pres de la température critique pour les deux modeles d’état
supraconducteur Fi, et Ey,. Cette étude a démontré que les deux modeles,
bien que tres différents lorsque 1’on sonde les propriétés supraconductrices
dans le plan basal notamment en appliquant un champ perpendiculairement
a la base, ont la méme loi de dépendance du second champ critique avec la
concentration en impuretés.

De nombreuses questions ouvertes restent encore en suspens dans le su-
praconducteur UPt3, notamment concernant son diagramme de phase dans
la région de rencontre des trois phases mixtes A, B et C, et de ’état normal.
Notamment, I'identification théorique de la région C de 1’état mixte pour
un champ perpendiculaire au plan basal n’existe pas encore. Or, nous avons
montré que ’exploitation des équations de Ginzburg-Landau linéarisées pour
décrire les différentes transitions supraconductrices dans I’état mixte n’était
pas justifiée dans le cadre des modeles avec champ briseur de symétrie. Afin
de mieux appréhender le diagramme de phase sous champ, il est (malheu-
reusement) nécessaire d’affronter la complexité des équations de Ginzburg-
Landau completes.
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Annexe A

Formule sommatoire de Poisson

La formule sommatoire de Poisson est utilisée a plusieurs reprises tout
au long de la premiére partie. Elle permet de réécrire de facon astucieuse la
somme discréete sur les niweaur de Landau. Nous donnons ici une démons-
tration de cette formule (il en existe plusieurs).

La formule sommatoire de Poisson est

+o0 +oo +00 )
Sim) = Y / f(t)e2mitt
n=0 a

l=—

“+o0o

A SS / " bty cos @mitydt, (A1)

a

ou a est un nombre compris entre -1 et 0.
Notons que si la somme discrete sur n portait sur tous les entiers relatifs
(c’est-a dire pour n pris de —o0 & +00, au lieu de 0 & +00), cette formule

s’écrirait
00 +o00 +00 '
S fm=3 /_ F(t)e2miltgy, (A.2)

n=—o00 l=—0o0

ce qui n’est rien d’autre que le développement en série de Fourier de la
fonction 1-périodique

g@)= Y fln+a)

n=-—oo
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pris en z = 0. La formule (A.1) peut donc étre vue comme une sorte de
développement en série de Fourier.

Une démonstration possible de la formule (A.1) est donnée dans la Réf. [3].
Il suffit de remarquer que

Z §(t—n)= Z e it (A.3)

n—=——oo l=—00

puis de multiplier cette égalité par la fonction f(t), et d’intégrer le tout de
a a +00, ou a est un nombre quelconque compris entre -1 et 0. Sur le plan
mathématique, nous voyons que la fonction f(¢) doit étre telle que 1’on ait le
droit de permuter les signes [ et Y.
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Annexe B

Calcul des coefficients o et 3

B.1 Calcul de «

Dans cette annexe, nous présentons le calcul du coefficient a( H, T') dans la
limite quasi-classique. Les effets de la quantification en niveaux de Landau sur
le champ critique ont déja été étudiés par Gruenberg et Gunther [119] pour
un systeme 3D. Ces auteurs ont donné une méthode de calcul des corrections
apparaissant dans 1’équation du gap linéarisée, qui peut étre adaptée au cas
des systémes 2D. D’apres I’équation (4.3) nous avons

+oo
o(H,T) = % T S, (B.1)
v=0
ou .
Sz, = 2R / et G°(R,@,)G " (R, —,) dR. (B.2)

Dans le cas 2D, la fonction de Green é”(R, w,) en représentation R, apres
I'intégration sur les centres des orbites [120], peut étre exprimée comme :

“+o00
éa(R ~ ) _ @ —t/2 Z LT(t) (B 3)
TR G, g touH '

olt L,(t) est le polynome de Laguerre d’ordre r, t = Hp?/2, et

&= (r+ %)wc—u.
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En utilisant la relation entre polynomes de Laguerre

/o+oo e Ly (t) L (8) dt = (1)"””“ (m+n)!

2 m!n!

nous obtenons

5 (r+1)! (1/2)"+
b, = %”ZO rlil (i, + & — peH)(—iw, + & + ueH)' (B.4)

Toujours en suivant la démarche de Gruenberg et Gunther [119], nous faisons
I’approximation gausssienne des factorielles

(1)"“ (r+10)! e t-0/4r

§ T'l‘ - (7TT)1/2

valable pour p/w. > 1. Nous utilisons alors la formule sommatoire de Poisson
qui nous donne trois types de termes (n=m=0;n=m #0; n#m):

+o0
gﬁu: Z Sg:n’ (B'5)

T,1M=—00

e2mi(na—my)—(z—y)*/4z .. dy

nm . n-|-mgO
Sa~ (-1 é‘“*/ / dyr (€= ) i €+ )
B.6

avec
gsv = TWe — M.

En ce qui concerne le premier terme obtenu pour n = m = 0, nous
transformons l'intégration sur = et y en une intégration sur les coordonnées
des vecteurs bidimensionnels q et q', de telle fagon que w.x = ¢*/2m, w.y =
q?/2m. Comme g et ¢’ sont trés proches (et tous deux de 'ordre de kr), nous
avons

(z —y)*/4z ~ (¢ — ¢')*/2H.
Apres avoir utilisé la relation approximative

e—(a=d)?/2H 1 [2r

Vad' /2H v

e—(a—a)?/2H By
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puis changé la variable ' en Q = q — ¢/, et négligé le terme Q?/2m dans
I'expression de 1'énergie £, nous obtenons

S n I g [dQe @2 / — 4q :

v 4r?H? (i, + &g — peH) (=i, + & + peH — Q- 2)

(B.7)

Comme q est voisin de kr, le terme g/m est approximé par la vitesse au niveau

de Fermi vp. L’intégration sur le vecteur q est transformée en une double

intégration sur l’énergie et I’angle #. La premiere intégration sur 1’énergie
donne

2w
00 _ Yo —Q%/2H db
2= d — . B.
S 27TH§R/ Qe /0 2w, + 2ipeH — tvpQ cos 6 (B8)

La seconde intégration sur I'angle est effectuée en introduisant la variable
complexe z = expif. Le contour d’intégration correspondant est le cercle
unité. Nous trouvons

S0 — 903% / e 717 dQ (B.9)
“ \/UFQ + 4( w,,+z,ueH)

Nous pouvons réécrire cette expression sous la forme

GO0 ¢ /+ > e T dx (B.10)
~ = mgo(R B.
wv g0 0 vVKk+2x

ol ( = 1/epw, (e est le niveau de Fermi) et k = (@, +iu.H)?. Nous calculons

alors
—+oo

00 _ 2T 00
S0 ="23%" 5%

[/ —

valable a basse température, nous obtenons

e % dx 7T,

500 = C/ Inze " ds + - TQQ\/_/ —1In

(x + Ko)3/2 v

2
990
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Ici kg = 'y + iu.H. Dans le premier terme de la partie droite de I’équation
(B.11), nous avons négligé 'y et e H. Pour éviter la divergence, une coupure

wy est introduite ; cette divergence disparait par soustraction du terme ﬁ =

In(2%0) ot C' = In~ est la constante de Euler. En utlisant les expressions

des intégrales [121]:
+o0
C/ Inze ®de=—-C —1In¢
0

et

o eTdy 2 2 [V, 2
= — 24/m et 1——/ eV dt | v ——
/0 RN ¢ ( 77 Jo NG

nous obtenons

1 o3 9o H 272 T?
——T) 8P ==1] - B.13
REOSC B {in(y + 220 (B.13)

avec Hoo, = 2:72}2 . Le terme dépendant de la température est négligé par la
F

suite dans la mesure ou nous travaillons a basses températures.

Pour le second terme obtenu pour n = m # 0 dans (B.5), nous suivons les
étapes conduisant a I’équation (B.10). Nous approximons le nouveau terme
dans 'exponentielle par 2imn(z —y) ~ 2irnvg cos . Nous trouvons alors que,
pour n > 0 SE" = 0, et pour n <0

Sz = mgugR e L - f/% (B.14)
En utilisant la valeur de I'intégrale [121]
/+°° e T dx _ \/fecn (1_ i/\/g_ne—ﬁdt> ~ \/f
o Vetuz ¢ VT Jo ¢
pour (k < 1, nous arrivons a
Son = 7290 g ¢ inn Exitart) (B.15)

Ve
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Le troisieme et dernier terme dans 1'équation (B.5) comprenant la som-
mation sur n # m n’est évalué que pour les valeurs non nulles de n et m car
510 et SO sont négligemment petits. Nous approximons (rz)~!/% exp[—(z —
y)? /4] par (w./mu)'/? pour avoir deux intégrations découplées. Ces dernieres
donnent un résultat non nul uniquement pour n et m négatifs et conduisent
pour une paire (n,m) a

3/2 IO
ng + ngn — (_1)n+mL/g0§R6727r|n+m|(‘wu+jfeH) CcoSs <27T(TL _ m)ﬂ) .
v v /j/wc wC

(B.16)
En sommant toutes ces contributions, nous avons

H — H,,, <T>2 We We
H'T —— 1+ =) Sy =27/ —5] — 8w,/ —S
()4{1{620 T) So- 2y s v, [,
(B.17)
ou
2m2T?
Sy = 3” e (B.18)
JUR
2 T +00 +00 wu e
S; = T e 4 < H) (B.19)
n=1 v=0
27TT 400 400 +oo ,U,
Sy = %ZZZ 1)™*™ cos(2m(n — m)—)
We
n=1m>n v=0
e 2T (n+m)(—'”—w’”tfC eH)_ (B.QO)

Le terme S; est le méme que dans le cas 3D [50]. Nous faisons donc la
méme transformation et incluons ce terme dans ’expression du champ cri-
tique supérieur a basse température moyenné sur les oscillations. Comme
dans la Réf. [50], nous simplifions le terme Sy dans 1’équation (B.20) en
changeant les variables de sommation en n et m —n = [, et en ne conservant
raisonnablement que le premier terme de la somme sur n:

+o0 -2 2) L
T e 225

Sy == (~1)' e cos (27r(l + 2)“6H> cos (mﬂ) . (B21)

We = sinh ;1o We We

C’est précisément ce terme qui est pris en compte dans qgc.
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Dans le cas quasi-2D, nous pouvons suivre exactement la méme procédure
pour calculer le coefficient «. Cependant, la fonction de Green est désormais
exprimée dans une représentation mixte (z, vy, k,)

~ ~ o — = L'r (t)
Ga(ma Y, kzawu) = S Wee /2 = 1 .
2 iy — (r+ 5)we + 2t cos(k,s) + p+ opeH
(B.22)
Dans ’équation (B.2), en plus de I'intégration sur le vecteur bidimensionnel
R, il y a une intégration supplémentaire sur k,. Finalement, nous obtenons
apres calcul

r=0

@D Ho, [T\ We We
o?P(H,T) = 904 { T 20 4+ (T) Sy — 2v/7 ;Sl — 8/ ;52
(B.23)
ott g8 = go/s,
2D
Sy = SL, (B.24)
S
2D
o 2 e—27r(l+2)% u H ot
= — ) (-)——r— 2 2)~¢ oml =
Sy o Z( ) sinb A cos( m(l+2) o )Jo( Wlwc)

=1

X COS (mﬂ) . (B.26)

We

La partie oscillatoire de o« comprend donc un facteur supplémentaire faisant
intervenir la fonction de Bessel d’ordre zéro identique a celui apparaissant
dans les expressions du métal normal quasi-2D.

B.2 Calcul de

Le calcul du coefficient [ est effectué dans la représentation des sous-
réseaux magnétiques [47]

BHT) =T3S Y 66 ~5)C (6 B (6 ~5)

oxl v n,n/ mm

X G (Egr, @y) T, (B.27)
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ol / (qu)anm(qmm,( )t (@) fome (@)

sont les éléments de matrice de la fonction f d’Abrikosov. En ne gardant
que la principale contribution & I'expression (B.27) donnée par les termes
diagonaux n =n' = m = m/, et comme F"" ~ H/(2m)?n [47], nous avons

27T Z ZZ[G gnawu (gna u)] (B28)

v n=0

B(H,T)

L’utilisation de la formule sommatoire de Poisson pour transformer la som-
mation sur n conduit a exprimer 3 sous la forme d’une partie dépendant
de fagon monotone du champ magnétique et d’'une partie oscillant rapide-
ment avce le champ magnétique. La partie monotone est obtenue par simple
remplacement de la somme discrete par une intégration avec

E 400 B E w dé-
2m = 2w Jory 2
et n & p/w,.:
gowc dé-
T — :
B(H, 8w ; Z/Oo [(iw, — &+ opueH)(—iw, — & — opeH)]?
(B.29)
L’intégration sur I’énergie £ donne
We 3w,,(,ueH)
B(H,T) = go—-T B.30
D) =g, Z (e HP) (B30

Cette expression est alors évaluée a T'= 0 K afin de permettre le remplace-
ment de la somme par l'intégration. Nous trouvons

we I?— (lj'fzI{)2

3(H,0) = : B.31
ﬁ( ) ) 90 327_‘_'“ (FQ + (MeH)Q)Q ( )
Quant a elle, la partie oscillante de §(H,T') s’exprime comme
gowc l o2l
. 1) = S Y TS
o+l v
+oo —27TZl £ dé—

X = . B.32
/_00 (1w, — &+ opeH)?(—iw, — & — opH)? ( )



178 ANNEXE B. CALCUL DES COEFFICIENTS o ET B

L’intégration sur la variable £ ne présente aucune difficulté

“+00

fone (H,T) = T2 37 (=1) cos <2wz—> %TZ —2ml()

2’u =1

1 27l
; B.33
8 { (‘Du + Z.,UeH):g * WC(JJU + iﬂeH)Q } ( )

A T = 0, comme précédemment la sommation sur v est remplacée par une
intégration, qui conduit finalement a

“+0o0o
r
2D(H,T = 0) = 223" (~1)' cos (%1—)1(%_") e 2l (B.34)

4 pul? — We We

ou

1= [<y+11>3 e y>2] —

Pour un systéeme quasi-2D, le méme type de calcul donne

B*P(H,0)

FeP(H,0) = P

(B.35)

et, comme pour la partie oscillante de «, un facteur supplémentaire faisant
intervenir la fonction de Bessel d’ordre zéro apparait dans la partie oscillante
de 3

Be (H,

1% Ly 26\ _omlo
25 2qu2 Z  cos (mw—c) I (mw—c) Jo (ww—c) e e,
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Annexe C

Le modele quasi-2D

C.1 Hamiltonien

Le modele de hamiltonien que nous considérons pour décrire les métaux
quasi-2D présentant une structure en couches est le méme que celui utilisé
dans 'article de R.A. Klemm et al. [122]. Dans ce modeéle, les électrons sont
libres de se propager dans chaque couche, et passent d’une couche a l'autre
par effet tunnel (dans la direction verticale z). Notre hamiltonien est écrit
dans le langage de la seconde quantification. L’opérateur de champ ¥, ,(7)
correspondant & un électron de spin ¢ a la position 7 = (z,y) dans la jiéme
couche est défini par

1 ik 7
U, ,(7) = &zﬁjek a; o (k), (C.1)

ol a; (k) est 'opérateur d’annihilation et S est ’aire d’une couche (dorénavant
S =1). Le hamiltonien s’écrit

H =Ho + Hr + Himp (C.2)

ou Hy est 'hamiltonien bidimensionnel pour un électron dans un champ
magnétique H = H?Z associé a un potentiel vecteur A

]_ — — 2 —
Ho=s | &rY |V (M) | o= (—iVe—ed) —pd-H) ¥, (7|,
1,0 2m* ¥
3o

(C.3)
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‘Hr est hamiltonien tunnel invariant de jauge, qui décrit le couplage élec-
tronique entre les couches:

Hy = —ts/d%«qu (P)T;41.0(7) exp (—ie/]

j S

(5+1)s

A, (7,7, T)dZ) +HC.
(C.4)

Dans le but de trouver la conductivité longitudinale (voir annexe suivante),
un potentiel vecteur monochromatique alternatif A, dépendant de la variable
de Matsubara 7 est introduit de fagon formelle. Ici, ’expression H.C'. désigne
le conjugué hermitien. Enfin, H,,,, décrit le couplage des électrons avec les
impuretés dans les couches (nous négligeons les processus de diffusion qui
pourraient se produire lors du transfert par effet tunnel des quasi-particules
d’une couche a l'autre)

Himp :s/d%«pr (P)u; (7)Y, 4 (7), (C.5)

ol u;(7) est le potentiel de diffusion sur les impuretés a courte portée.

C.2 Fonction de Green

Pour les différents calculs thermodynamiques et de transport, nous avons
besoin de déterminer les fonctions de Green définies usuellement par [123]

Go-l’o-z (Tla 71, ’r2) 7—2) <TT€[;Z.;UI (Fl’ TI)EI;’UQ (FZ, T2)> (CG)

ou les moyennes sont prises dans 1’ensemble grand canonique, et \Tlim (71, 71)
sont les opérateurs de champ de Heisenberg dépendants de la variable de
Matsubara 7.

L’équation du mouvement pour la fonction de Green en présence d’impu-
retés, du champ magnétique, et du potentiel vecteur A,(7, 7, 7) est, pour un
spin donné o

0 1 -
[_E ~ 5 (—iV,v - eA) +t <AJ+ —tesds | A]_e’eSA") + p+ peoH—

—u; (7)) Go (7o, 7, 7') = s’léjlé(F— )o(r —7') (C.7)
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~

ou les opérateurs A, de changement d’indice sont définis par

A~

Aji‘lfj’a(f’, 7') = ‘Ijjil’U(F, 7'). (CS)

La moyenne de 'Eq. (A18) sur la configuration d’impuretés est effectuée en
utilisant le fait que

(ui (Fyus (7)) = ugs™ 6,0 (7 — ™)

(ici up est 'amplitude du potentiel d’impureté). Tout en gardant pour la
fonction de Green moyennée (G) la méme notation G qu’auparavant, nous
obtenons I’équation du mouvement pour la fonction de Green moyennée

o 1 N 7 <
[_E -5 (—N; - eA) +t (Aﬂe—wsAz + Aj_ew“‘z) 4+ peo H+

+2] Ga,j,l(f’a T, ’F’, TI) = 8_15j15(F— 7:')5(7' — T’) (Cg)

ol X est la self-énergie due aux impuretés.
Ensuite, nous écrivons la fonction de Green G, sous la forme

Gogal(F, 7,7, 7') = GO (7,7 = 7) + G (Fom, #,7) (C.10)

o,j—1

. . 1 N
ol Ggl est la fonction de Green en absence de A,, et G; l) est la premiere
correction qui est linéaire en A,.

Il est plus commode d’écrire G° en représentation de Landau:

w/s
Gy (7, T —1') = TZe_i“”(T_T')/ %eip“s(j_l) / %eipy(y_y') X

o —x/s 2T 2T

X Z U (z — pyly) Y (2" — pylFy) Gy . (wy) (C.11)

ou
1

Wy — Eonp. + L(wy)

1 1 x? x

Go (wy) =

0,1,Pz

(C.12)

et
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Ici H,, est le polynome de Hermitte de degré n, Iy = 1/veH est la longueur
magnétique,

1
Eomp, = (n + 5) We — 2t COSP,S — b — O e H, (C.14)

w, = 7T (2v+1) sont les fréquences de Matsubara et I'(w, ) est la partie ima-
ginaire de la self-énergie due aux impuretés 2. La partie réelle de X est incluse
dans le potentiel chimique. Ici nous considérons que X est indépendant des
nombres quantiques, ce qui est valable pour une diffusion sur les impuretés
a courte portée.

Quant & la correction GV, elle est donnée par

G((fl,;-,l(f', T, 7:7, ) = SZ//CFT”dT”Gg’jk(F, o=V (™, ")
k XGY (™, 7, 7" —1') (C.15)
ou V} est le potentiel
Vi(7,7) = dets A, (7 k, 7) (Ak+ - Ak_) (C.16)

qui est pris comme perturbation.
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Annexe D

Calcul de o,

D.1 Principe du calcul

La conductivité longitudinale o,, caractérise I’apparition d’une densité de
courant dans la direction z en réponse a I’application d’un champ électrique

externe I,

Dans la perspective de trouver la conductivité longitudinale, nous intro-
duisons formellement un potentiel vecteur monochromatique alternatif A,
dépendant de la variable de Matsubara 7 ayant la forme

AZ(F, j, 7_) — Az(/;, kz, w)eiE-F+ikzsj—iwr (D.Q)
et tel que 1
0A,

E,=— T (D.3)

La relation entre F, et A, prend une forme plus simple dans I’espace de

Fourier . .
E.(k,k,yw) =iwA,(k, k,,w). (D.4)

Alors, la relation entre le champ formel A, et la densité de courant est en
représentation de Fourier

-

Jo(k bz w) =5 Z // VAGYE T)efi'z"?’ikzsj+i“’7d2r dr = 0 iwA, (K, ks, w).
J

(D.5)
Le calcul qui suit est donc un calcul de type réponse linéaire.
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au)

A S
Jz

J+1

F1G. D.1 — Le champ magnétique et le courant sont tous deux perpendiculaires
auz couches dans notre étude.

D.2 Fonction de Green et courant

Dans le modele quasi-2D (Annexe C), la densité de courant j, ne peut
provenir que du processus tunnel, et est alors donnée par

OHr
6A,(T,5,T)
La dérivation du hamiltonien Hr conduit pour un faible potentiel vecteur

A, A
774, 7) = —'Letsz [ Uy, (F)em e A mim) — H.C.} (D.7)

];(F, ja T) = - (D6)

~ —zetsz[ Lo (W10 (F) = WLy (F) U0 ()
_ (\pj’g(m:jﬂ,(,(a + q;;‘.ﬂ,(,(f)q;,-,(,(f)) ies A, (7, j, Tx}D.s)

Ainsi, en exprimant la densité de courant moyennée (dans 1’ensemble
grand canonique) dans la jiéme couche a laide de la fonction de Green du
systeme, nous obtenons

§3(7 1) = (a7, 4, 7)) = §F (7, 7) + 57 (7 7) (D.9)

_]J 7, T) —zetsz ijlj (77,7, 7) — G?,’giul(f'a T, T 7')) (D.10)
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est la partie paramagnétique de la densité de courant et

if (7,7) = =€t A7, 5,7) Y (G77 (7o m, 7, m) + Gy (7, 7,7, 7))

(D.11)
est la partie diamagnétique de la densité de courant.

D.3 Courant diamagnétique

Au premier ordre en potentiel vecteur A,, le courant diamagnétique s’écrit
par conséquent

j]D (F7 7-) = _62t52Az(Fa j: T) Z (Gg,—l(Fa F7 0) + Gg,l (F7 F7 0)) (D12)

a
D’aprés I'Eq. (C.11), nous avons directement

w/s d ) _
G, (7, 7,0) = %%TZ / / %eww—”ZGgm,pz (w,)  (D.13)

n

ou

g 1 dp
o= o = / D [, (z - pyl}))’ (D.14)

est la dégénérescence du niveau de Landau par projection d’état de spin.

Alors, le courant diamagnétique s’exprime comme

: : dp

D= _ 24,2 — Z 0

]j (T‘,T) = —e’ts AZ(T7.77T)ngan/ o COS(pZS)TwZGo,n,pz (wu)'
(D.15)

Ensuite, nous transformons la sommation sur les fréquences de Matsubara
en intégration, et effectuons le prolongement analytique [124]

I
Ty Gonp(w) = /_ def: (Gonp.e = Gonp..c) (D.16)

ol .
fe =tanh — =1 —2np(e). (D.17)

2T
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Puis, réécrivant l’expression pour la densité de courant diamagnétique en
faisant une intégration par parties sur la variable p,, et effectuant la trans-
formation de Fourier, nous trouvons

D, dp, de
JPF ) = AL (B, By w)e Z/ ) [ o

{(afn,ng (Glups)’}- (D18)

D.4 Courant paramagnétique

La partie paramagnétique de la densité de courant moyennée est donnée
par

7 P ) zetsz [Gaﬁl,a Ty Ty Ty T) — GS};JH(F, T, 7 T)| . (D.19)
Nous cherchons la transformée de Fourier de la densité de courant
it (k, koyw) = 8//d2rd7'e“” ik Ze”km]] 7y T). (D.20)

La sommation sur j donne

—ik. sj (1) _

5 Z € ( J+1j Gj,j+1 -
=S E G_Zkzsj // dpzdpz szs (G+1)—iplsj _ eipzsj_iplzs(j+1))G(l) /
Dz,D%

d zd -

dp —i(ps— 1
N / 27:( szs —€ Z(pz kZ)s)Gi)z)ypz*kz' (D21)
Par définition, nous avons
GV (Fr Ty =) etresttinem Gl (7, 1 7, 7). (D.22)

Im
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Utilisant (C.15) et (C.16), nous arrivons a

W (7T / /d2 "APGY (7,7, — T )ev. ()
A, (r" p, —pl, T )G, (7', 7, 7" = 7). (D.23)

Effectuant la transformation de Fourier inverse par rapport a 7 et la trans-
formation inverse par rapport a 7, nous avons

//dQTdTe’M iF- ’"Gpi),pz (7,7, T, w.T Z Gy . (wi)ev, (p),)

XAZ(Ea b, — p,z7 W)Gg,p; (w—)7 (D24)

ol wy = w, + w/2. Rassemblant (D.20), (D.21) et (D.24), nous trouvons
finalement

PR, by w) = A, (R, bz w) Qts Z / Pz (gives _ gmilpemho))

X0, (p TZGUW GY g, (w-). (D.25)

Nous nous intéressons a la limite k, < p,, car E, est supposé uniforme.
Alors,

5P (F bey) = — AR by )2 Z/ P 2 ()
XTZGMJ,Z )G . (w). (D.26)

Ensuite, apres avoir transformé la sommation sur les fréquences de Matsu-
bara en intégration sur I’énergie ¢ et apres avoir effectué le prolongement
analytique [124], nous obtenons

de
T G WGy (w) =T ) Gy ()G (wy —w) = / 4

R A A
X E;pz,g (f fs w) pz,s w+G fs w ng w_sz,SfSsz,s—ui D27)

-~

RA RR
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D.5 Conductivité statique

A D’ordre zéro en w, la densité de courant paramagnétique provenant du
terme RR est compensée par la densité de courant diamagnétique (voir I’Eq.
(D.18))

Jen 4P, =0. (D.28)
Au premier ordre en w, une densité de courant totale non nulle est produite
par les termes RA + RR du courant paramagnétique. Utilisant I’Eq. (D.5),

nous trouvons la conductivité statique

_ 290 dp. o de R A R R
Ozz = € EWC;/ Wt Uz(pz)/ﬂ ( é:!sz;Eszﬁ + QfE% (Gp27EGPZaE)> ’

(D.29)
ol les primes signifient la dérivée par rapport a I’énergie €. En faisant une
intégration par parties sur I’énergie dans le terme RR et utilisant (D.17),
nous arrivons a I’'Eq. (5.1).
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Annexe E

Supraconductivité non
conventionnelle

Nous donnons une rapide introduction a la supraconductivité non conven-
tionnelle. Dans un premier temps, nous définissons la terminologie. Puis,
nous introduisons la démarche générale pour chercher les formes possibles
pour le paramétre d’ordre supraconducteur a partir du principe de classifi-
cation. Enfin, nous indiquons brievement quelques traits caractéristiques ty-
piques des propriétés des supraconducteurs non conventionnels. Pour de plus
amples détails sur la supraconductivité non conventionnelle, il est utile de se
référer au livre de Mineev et Samokhin [84] et les nombreuses références qu’il
contient.

E.1 Terminologie

Le phénomene de supraconductivité est expliqué par la formation d’états
liés de paires d’électrons a basse température. Dans la théorie (convention-
nelle) BCS, 'appariement des électrons en paires de Cooper se réalise grace
au potentiel attractif médié par l'interaction électron-phonon. Pour cette
raison, 1’état supraconducteur conventionnel suit complétement la symétrie
ponctuelle du réseau cristallin.

Le passage de 1’état normal a 1’état supraconducteur est une transition
de phase du second ordre. D’apres la théorie de Landau, cette transition est
accompagnée d’une brisure de symétrie. La supraconductivité introduit une
cohérence de phase, ce qui signifie que c¢’est la symétrie de jauge qui est spon-
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tanément brisée a basse température: des états avec des phases différentes
pour le parametre d’ordre deviennent discernables. Si seule la symétrie de
jauge est brisée a la transition, le parametre d’ordre doit posséder la symétrie
complete du groupe ponctuel du cristal, comme c’est le cas dans la théorie
BCS.

Toutefois, rien n’interdit la possibilité de briser une autre symétrie en plus
lors de la transition supraconductrice, si nous imaginons que les phonons ne
sont pas a |’origine de ’appariement des électrons. Dans ce cas, nous serions
en présence de supraconductivité non conventionnelle. A ce jour, la possibilité
d’apparier des électrons autrement que via les phonons est le sujet d’une
intense activité de recherche. Les mécanismes les plus populaires font appel
aux fluctuations de spin.

Les supraconducteurs dits non conventionnels présentent généralement
des propriétés tres différentes des supraconducteurs BCS. Dans la derniere
section de cette annexe, nous donnons quelques traits caractéristiques per-
mettant de distinguer les supraconducteurs non conventionnels.

E.2 Parametre d’ordre

Sans connaitre I’origine microscopique exacte de la supraconductivité non
conventionnelle, il est toutefois possible de décrire de fagon phénoménologique
la forme du parameétre d’ordre. Pour cela, nous faisons encore I’hypothese
qu’il y a formation de paires d’électrons. La fonction d’onde de la paire de
Cooper (ou parametre d’ordre) comporte une partie de spin et une partie
orbitale et par conséquent est une matrice 2 x 2. Le principe de Pauli impose
que la fonction d’onde change de signe lors de la permutation des électrons
formant la paire. Le spin total de la paire peut étre soit singulet (S=0), soit
triplet (S=1). La partie orbitale dépend du moment de la paire k.

Si le spin de la paire est singulet, le paramétre d’ordre est décrit par une
unique composante scalaire g(k)

pu= (A7 4% ) =omin= (S %) @

oll 0, 0y, et o, sont les matrices de Pauli'. Comme la partie de spin de la

1. Dans la base des spins (| 1), | 1)), 0z = (2 (1]), oy = ( (z) _OZ ), et o, =
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paire est antisymétrique par permutation des particules, la fonction orbitale
g(k) est une fonction paire du moment k d’apres le principe de Pauli.

Si le spin de la paire est triplet, le parametre d’ordre est décrit par une
composante vectorielle d(k)

: —dy(k) +idy (k) d, (k)
Agp =i (d(k)o) oy = < d, (k) dy (k) + id, (k) ) (E.2)

ou d(k) est une fonction impaire de k.

Dans les systémes isotropes (groupe SOj3), les fonctions orbitales sont
développées en fonction des harmoniques sphériques Ylm(f{) selon les valeurs
du moment angulaire orbital [. Dans le cas d’un spin de paire singulet, seules
les valeurs [ paires sont permises et la composante orbitale peut s’écrire
comme une combinaison

+1
= Z Aim Yim (k)

m=—1

ou les ay,, sont des coefficients complexes représentant le parametre d’ordre.
Les états de pair respectifs sont alors dénommés comme traditionnellement
en atomistique, s (pour [ = 0), d (I = 2), ... Dans le cas d’un spin triplet, les
composantes du parametre d’ordre vectoriel orbital peut s’exprimer comme

Zb Yim (k

m=—1

ou [ est impair, et les b, sont complexes. Les états de paire sont dits p (pour
I=1), f(1=23),..

Ce principe de classification des états supraconducteurs avec le moment
angulaire orbital [ dans les systemes isotropes est également valable dans les
cristaux avec désormais les représentations irréductibles I' du groupe ponc-
tuel. Pour un spin singulet, le paramétre d’ordre peut donc étre développé
comme

= Z V] (k) (E.3)
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et pour un spin triplet
dr
d(k) =) 707 (k). (E.4)
i=1

Ici dr désigne la dimensionnalité de la représentation irréductible I', et les
coefficients 7; et 7j; sont des coefficients complexes.

Si le couplage spin-orbite est fort, comme c’est généralement le cas dans
les matériaux contenant des éléments chimiques lourds comme 'uranium, le

parametre d’ordre se développe plutot selon les fonctions de base vectorielles
¥;" (k), soit

a9 = e (k)

avec
T, (k) = 0o (k)z + WY (k)g + VZ (k)2

ol la base est définie par les axes critallins z, 7, et Z. Notons qu’en présence
de couplage spin-orbite (qui par définition mélange les nombres quantiques
orbitaux et de spin), le spin de ’électron n’est plus un bon nombre quan-
tique, et que les états supraconducteurs sont plutot classifiés en termes de
pseudospin.

L’état supraconducteur conventionnel, correspondant a la représentation
triviale identité, est invariant sous toutes les opérations de symétrie du sous-
groupe formé par le groupe ponctuel et le renversement du temps.

E.3 Traits Caractéristiques

Il existe de nombreux traits caractéristiques des propriétés thermodyna-
miques ou de transport permettant de mettre en évidence un appariement
de la paire de Cooper non-conventionnel. Nous en donnons ici rapidement
quelques uns.

Noeuds dans le spectre des excitations élémentaires

La présence d’éléments de symétrie non triviaux, conduit a 'existence
de noeuds dans le parametre d’ordre supraconducteur. Cette présence de
noeuds dans le spectre des excitation des quasi-particules conduit a des di-
rections privilégiées du moment de la paire de Cooper sur la surface de Fermi.
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Cela a une conséquence au niveau de la dépendance en température des pro-
priétés thermodynamiques comme la chaleur spécifique. Au lieu d’avoir la

dépendance
A
C ~ exp (—?>

caractéristique d’un gap dans la densité d’états, la chaleur spécifique suit une
dépendance en loi de puissance.

Notons toutefois que si les dépendances en température permettent de
mettre en évidence sans ambiguité le caractére non-conventionnel de la su-
praconductivité, elles ne permettent pas de déterminer facilement la symétrie
précise de I’état supraconducteur. La raison est que 1’anisotropie supracon-
ductrice microscopique est brouillée par I'anisotropie du cristal, et par la
présence d’impuretés. L’exposant de la loi de puissance en température est
une moyenne de tous ces effets (dont il est difficile de faire la part des choses).
A basse température, il est prédit un comportement asymptotique vers une
loi universelle (indépendante de la concentration en impuretés).

Les impuretés

La sensibilité de la température critique avec la concentration en impu-
retés non magnétique est la signature d’'un appariement non-conventionnel
(voir Chap. 9). L'origine de cette dépendance avec les impuretés est encore
reliée a la structure nodale du gap.

Structure du spin de la paire de Cooper

La mise en évidence d’'un appariement de spin de type triplet par me-
sure de Knight shift par exemple, permet d’établir a coup siir un état su-
praconducteur non-conventionnel. En effet, le spin dans un supraconducteur
conventionnel BCS est singulet.

Diagramme de phase

La présence de phases supraconductrices multiples est aussi un trait
caractéristique d’un état supraconducteur non-conventionnel (& priori avec
un parametre d’ordre a plusieurs composantes). Le composé UPt; en est
I’archétype.
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