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5.2.1 La théorie de Ginzburg-Landau . . . . . . . . . . . . . . . . . 75
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Résumé

Cette thèse porte sur l’étude, par microscopie à µSQUID, des propriétés du réseau de
vortex dans les supraconducteurs non conventionnels. La plus grande partie est dédiée au su-
praconducteur triplet Sr2RuO4. Dans un premier temps, le supraconducteur conventionnel
NbSe2 est étudié. Il sert de référence pour les supraconducteurs non conventionnels imagés
ensuite. Un réseau de vortex hexagonal est observé à bas champ, et une rotation du réseau de
30◦ par rapport aux axes cristallographiques a lieu en augmentant le champ. Dans un second
temps, nous présentons l’étude de vortex dans Sr2RuO4. On observe pour la première fois
des vortex individuels à bas champ et en augmentant le champ une coalescence a lieu. En te-
nant compte du fait que le piégeage est faible et des expériences déjà effectuées, on explique
cette coalescence par la présence des domaines de différente chiralité. Un rôle important
joue aussi l’anisotropie, des châınes de vortex sont observés pour des champs inclinés. Nous
trouvons qu’à des angles d’inclinaison près de couches ab, une décoration des châınes a lieu.
Ces résultats démontrent que Sr2RuO4 est un supraconducteur non conventionnel fortement
anisotrope. Dans une dernière partie, nous présentons les images des domaines magnétiques
dans la phase normale du supraconducteur ferromagnétique URhGe. Nous observons aussi
des vortex individuels et une formation des domaines dans le supraconducteur non conven-
tionnel UPt3. Ces domaines ressemblent à ceux de Sr2RuO4, une parallèle peut être faite
entre les deux supraconducteurs triplet.

We study the properties of the vortex lattice in unconventional superconductors, using
µSQUID microscopy. The most important part is dedicated to the spin triplet superconduc-
tor Sr2RuO4. First, we examine the conventional superconductor NbSe2. It is a reference
point to the unconventional superconductors imaged afterwards. We observe a hexagonal
vortex lattice at low fields, and a rotation of the vortex lattice in respect to the crystallogra-
phic axes at higher fields. Next, we present the behavior of vortices in Sr2RuO4. We observe
for the first time individual vortices at low fields and a vortex coalescence at higher fields.
As the pinning is weak and considering the other experiments, we explain the coalescence
of vortices by the presence of domains with different chirality. An important role plays the
anisotropy, chains of vortices are observed for tilted fields. We find also that for tilting
angles close to the layers, a decoration takes place. This results prove that Sr2RuO4 is an
unconventional superconductor with strong anisotropy. In the last part, we present images
of the magnetic domains taken in the normal phase of the ferromagnetic superconductor
URhGe. We also imaged the individual vortices in the unconventional superconductor UPt3.
We observe a domain formation, this domains being similar with those seen in Sr2RuO4, a
parallel between the two triplet superconductors could be established.

vii
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Introduction

La supraconductivité apparâıt dans beaucoup de matériaux à basse température, lors-

qu’une partie des électrons de conduction s’apparie et forme des paires, appelées paires de

Cooper. Ces paires d’électrons ont la propriété remarquable de pouvoir passer à travers un

métal sans être diffusées par des défauts ou phonons, c.a.d. ils peuvent porter un courant

sans résistance.

Les propriétés magnétiques des supraconducteurs sont aussi remarquables : un supra-

conducteur habituel présente un diamagnétisme presque parfait quand il se trouve dans

l’état supraconducteur. Quand un champ magnétique est appliqué au supraconducteur,

des courants circulent à la surface de façon à écranter l’intérieur du champ magnétique.

Le champ magnétique est atténué à la surface dans une couche d’épaisseur λ (longueur

de pénétration magnétique). De même, lorsque le matériau est refroidi en faible champ

magnétique à travers la transition supraconductrice, il expulse le champ contenu dans son

volume (effet Meissner-Ochsenfeld). Quand ils sont soumis à un champ suffisamment fort,

une grande partie des supraconducteurs présentent une phase appelée phase mixte. Cette

phase contient un réseau de petites régions de matériau qui sont dans un état non supracon-

ducteur ou ’normal’ appelé vortex. Chaque vortex (ou ligne de flux) enferme un quantum

de flux magnétique φ0=h/2e=2.07×10−15Tm2, dû aux supercourants circulant autour du

coeur de vortex. En première approximation, le coeur du vortex se laisse comprendre comme

un tube de flux magnétique dans lequel la supraconductivité est affaiblie. Pour des vortex

isolés, le rayon du tube de flux magnétique est égal à la longueur de pénétration λ. Ces

vortex s’arrangent dans une configuration favorable énergétiquement, dû à leur interaction

répulsive.

La physique des vortex a été beaucoup étudiée depuis leur introduction théorique par

Abrikosov[1]. Elle est devenue un axe majeur de recherche dans la physique des supracon-

ducteurs. La première observation des vortex dans un supraconducteur a été réalisée par

diffraction à petits angles de neutrons (SANS) par les vortex dans du niobium[42].

La supraconductivité dans la plupart des matériaux résulte d’un appariement entre

des électrons via une interaction attractive à travers les phonons (BCS 1957[12]). Cette

interaction domine la répulsion coulombienne à basse température. L’état fondamental est

un état singlet de spin dans lequel des électrons de spin opposé et de moment opposé sont

1
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Fig. 1 – Diagramme de la phase magnétique dans un supraconducteur de type II (a) et
dans les supraconducteurs HTc (b). Pour le dernier cas, le réseau de vortex, dû au piégeage,
subit une transformation en verre de Bragg à bas champ appliqué et en verre de vortex à
haut champ. À cause des fluctuations thermiques, le verre de Bragg se fond en un liquide
de vortex à haute température.

appariés, formant des bosons. Les paires de Cooper forment un condensat bosonique décrit

par une seule phase quantique, conduisant à une cohérence de phase macroscopique à longue

distance. Lors de la condensation, un gap d’énergie, ∆(k), s’ouvre entre le condensat et les

électrons non appariés, appelés quasi-particules. Dans les supraconducteurs conventionnels,

le gap d’énergie est presque isotrope dans l’espace k avec la même amplitude et phase dans

toutes les directions.

Diagramme de phase magnétique

L’application d’un champ magnétique affecte fortement les propriétés des supracon-

ducteurs. Dans la théorie phénoménologique Ginzburg-Landau (GL) il y a deux longueurs

importantes pour la supraconductivité : la longueur de pénétration λ est la longueur ty-

pique sur laquelle le potentiel électromagnétique varie, et la longueur de cohérence ξ qui

représente la longueur de corrélation des paires de Cooper et donne l’échelle de variation

du paramètre d’ordre. La réponse supraconductrice à un champ magnétique externe est

déterminée par le paramètre GL κ = λ/ξ[80, 139, 32].

Si κ < 1/
√

2 (type I), le diagramme de phase magnétique contient seulement 2 phases :

Pour H<Hc et T<Tc, le flux magnétique externe est complètement expulsé de l’échantillon,

le comportement est diamagnétique (l’état Meissner) avec zéro résistivité électrique. Au-

dessus de Hc, l’état normal revient, les propriétés diamagnétiques sont perdues et une

résistivité finie apparâıt.

Si κ > 1/
√

2 (type II), une phase additionnelle apparâıt entre la phase Meissner (en

dessous du premier champ critique Hc1) et la phase normale (au-dessus du deuxième champ

critique Hc2). Dans cet état mixte, le champ magnétique peut pénétrer l’échantillon sous la
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forme de lignes de flux (vortex), chacunes portant un quantum de flux φ0=h/2e. Ces vortex

consistent d’un coeur normal de rayon ξ entouré par des courants supraconducteurs js qui

créent une distribution magnétique sur une distance comparable à λ.

La différence entre les supraconducteurs de type I et type II est due à l’énergie de surface

de la frontière entre l’état normal et l’état supraconducteur. Cette énergie est positive

pour κ < 1/
√

2 et négative pour κ > 1/
√

2. Ainsi, dans les supraconducteurs de type II,

un maximum d’inclusions d’interfaces normales/supraconducteurs minimise l’énergie libre

supraconductrice et conduit à la formation de vortex dans la phase supraconductrice.

Un réseau de vortex apparâıt, dû à l’interaction répulsive entre vortex. Des réseaux

ordonnés de vortex ont été observés expérimentalement dans un grand nombre de systèmes.

Quoique la configuration de plus basse énergie soit hexagonale, dans beaucoup de composés

des réseaux carrés de vortex ont été observés, attribués à différents types d’anisotropie

(du gap, de la surface de Fermi). L’état mixte est un système très riche pour la recherche

fondamentale et très important pour la recherche appliquée. Le réseau de vortex fournit un

système unique pour l’étude des cristaux. La densité des vortex est changée simplement en

variant le champ magnétique appliqué. Le réseau de vortex est soumis à des perturbations

variées comme le désordre. Les vortex peuvent être piégés par des défauts cristallins ou des

impuretés car le paramètre d’ordre y est réduit. En conséquence, les vortex apparaissent

préférentiellement sur les défauts parce qu’ils perdent moins d’énergie de condensation.

Le réseau de vortex peut être aussi vu comme un système de cordes élastiques couplées

par des forces élastiques[26, 21]. Le piégeage est décrit par la théorie du piégeage collec-

tif Larkin-Ovchinnikov. L’ordre à longue distance est détruit par des centres de piégeage

aléatoires, mais l’ordre à courte distance existe encore dans un volume fini Vc=LcR
2
c , où Lc

et Rc sont les longueurs de piégeage longitudinale et transversale. Le concept du piégeage

collectif peut être appliqué dans le cas d’un piégeage faible quand le déplacement local des

vortex est petit par rapport au paramètre du réseau de vortex a. Dans ce cas, les vortex

sont piégés par un ensemble de centres de piégeage faible plutôt que par des centres in-

dividuels de piégeage fort. Une conséquence directe du piégeage est la perte de l’ordre à

longue portée du réseau de vortex. Un état vitreux apparâıt. Si les propriétés élastiques

sont maintenues, le réseau de vortex reste quasi-ordonné[75, 76]. On parle alors d’un verre

de Bragg (les pics de Bragg sont encore visibles par SANS)[128]. En tenant compte des

fluctuations thermiques (importantes pour les HTc), ce verre de Bragg subit une transition

d’un solide vers un liquide de vortex (melting). Utilisant le critère de Lindemann, un cristal

de vortex fond quand les déplacements thermiques u deviennent une fraction du paramètre

a du réseau < u2 >= c2
La2, où cL est de l’ordre 0,1-0,2.

Pour des supraconducteurs fortement anisotropes comme BSCCO, le vortex est constitué

par un empilement de vortex bidimensionnels appelés ’pancake’ qui sont connectés les uns

aux autres par un couplage électromagnétique (Josephson). Une transition dimensionnelle

de 2D vers 3D du système de vortex a été observée par une expérience de SANS[43].
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Le vortex est un défaut linéaire dans la phase supraconductrice et peut être stabi-

lisé par un champ magnétique externe. Dans les supraconducteurs conventionnels seuls

des vortex avec un quantum de flux φ0 peuvent exister, produits par un enroulement de

2π de la phase du paramètre d’ordre autour d’une ligne. Cette structure est la plus stable

énergétiquement et c’est la seule forme qui permet la présence d’un champ magnétique dans

le volume du supraconducteur. Comme les supraconducteurs non conventionnels avec des

paramètres d’ordre multidimensionnels peuvent avoir plus d’un facteur de phase, plusieurs

structures de vortex sont topologiquement stables. Ce cas a été étudié en grand détail pour

l’3He dans sa phase superfluide. Des structures de vortex différents des vortex convention-

nels apparaissent. Des vortex avec une fraction du quantum de flux deviennent des formes

stables énergétiquement. Dans l’analyse des supraconducteurs non conventionnels, l’étude

des vortex pourra apporter des nouveaux éléments à leur compréhension, car les propriétés

physiques dans l’état mixte dépendent distinctement de la fonction d’appariement et des

symétries. La microscopie à SQUID a déjà contribué à la détermination de la symétrie du

paramètre d’ordre de YBaCuO et d’autres supraconducteurs à haute température critique.

La découverte de quantum de flux fractionnaire ou du piégeage de vortex par les parois de

domaines serait une mise en évidence expérimentale d’une supraconductivité non conven-

tionnelle dans ces matériaux, qui ont longtemps éludés les efforts des chercheurs d’imager

les arrangements de vortex.

But et organisation de la thèse

Durant cette thèse, j’ai utilisé un microscope à µSQUID fonctionnant dans un réfrigérateur

à dilution pour l’imagerie de vortex. Le but était d’imager les vortex dans les supraconduc-

teurs non conventionnels Sr2RuO4, UPt3, URhGe et ainsi de trouver des indices pour la

nature de leur supraconductivité.

Dans le Chapitre I, la technique expérimentale utilisée est décrite. Une petite partie est

dédiée à l’interprétation des images prises avec le SQUID.

Dans le Chapitre II, je présente mes résultats d’imagerie de vortex dans le cas d’un

supraconducteur conventionnel NbSe2. Il sert de référence pour l’imagerie des supraconduc-

teurs non conventionnels.

Le Chapitre III constitue une introduction dans la théorie des brisures de symétries dans

les supraconducteurs non conventionnels.

Le coeur de cette thèse est dédié à l’imagerie dans Sr2RuO4. Dans le 4-ème chapitre,

la non conventionalité de la supraconductivité est discutée avec les images des vortex in-

dividuels obtenues dans Sr2RuO4. Le 5-ème chapitre est consacré aux manifestations de

l’anisotropie de Sr2RuO4.

Enfin, le dernier chapitre expose l’état normal dans le supraconducteur ferromagnétique

URhGe et l’état des vortex dans le supraconducteur non conventionnel UPt3.

Le résumé des résultats les plus importants obtenus est fait dans la conclusion générale.
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Chapitre 1

Dispositif experimental

La microscopie à SQUID est une technique d’imagerie très puissante. Le développement

continu des capteurs de force et de SQUIDs, ainsi que de l’électronique de mesure, fait

qu’aujourd’hui cette technique réalise un des meilleurs compromis entre la sensibilité magné-

tique et spatiale.

1.1 Introduction

Dans ce chapitre, après une présentation des plus importantes techniques d’imagerie

magnétique, la motivation du choix de la microscopie à µSQUID est faite. Ensuite, la

présentation de l’ensemble du dispositif expérimental est donnée. L’instrument dont je

disposais était développé[221, 222] en vue d’applications d’imagerie de vortex dans des

supraconducteurs à basse température critique, fait qui a limité les choix techniques.

La microscopie à µSQUID est utilisée dans cette thèse plutôt pour les basses températures

(au-dessous de 1 K), mais la termalisation de l’échantillon permet de réaliser des images à

des températures assez élevées (10 K).

1.2 Techniques expérimentales et choix du µSQUID

De nombreuses techniques expérimentales sont utilisées pour la visualisation des vor-

tex. Une des techniques les plus anciennes et les plus utiles est la technique de décoration

de Bitter qui consiste à évaporer des particules ferromagnétiques près de la surface d’un

supraconducteur[59]. Ces particules décorent les endroits où le champ magnétique sort à

la surface de l’échantillon. L’image résultante est observée par un microscope électronique.

Les positions des vortex sont déterminées avec une très bonne résolution spatiale, mais la

sensibilité magnétique reste assez faible. Cette technique ne permet ni de changer la confi-

guration magnétique de l’échantillon in situ, ni d’étudier les effets de température, c’est une

technique statique.

6
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L’effet Kerr est une méthode optique en réflexion qui permet de visualiser le flux

magnétique. Le vecteur de polarisation d’un rayon de lumière polarisée linéairement subit

une rotation Farraday. La rotation Farraday est directement proportionnelle à l’aimanta-

tion parallèle à la direction du rayon incident [116]. Parce que l’effet Kerr est faible dans les

supraconducteurs, des cristaux transparents à fort pouvoir magnéto-optique (par exemple

les grenats) sont déposés sur la surface du supraconducteur. La résolution spatiale dépend

fortement de la proximité entre grenat et supraconducteur, les surfaces doivent être parfai-

tement plates. Les expériences modernes sont équipées d’un microscope optique avec des

analyseurs de lumière polarisée, un cryostat optique et une caméra CCD. Récemment, des

images en temps réel de vortex ont été obtenues par une telle mesure[78].

La microscopie Lorentz est une technique de microscopie électronique en transmission.

Elle est basée sur la diffusion d’électrons par le champ magnétique des vortex dans un

échantillon mince[214]. Les électrons transmis sont recueillis sur un écran, l’image est formée

par l’interférence entre le faisceau transmis et un faisceau de référence. Ce type de micro-

scopie a permis d’obtenir des images en temps réel. L’amincissement des échantillons à

quelques nanomètres d’épaisseur est difficile et peut induire des défauts. À la différence

des techniques mentionnées jusque là, les méthodes suivantes sont adaptées à l’imagerie de

vortex à très basse température.

Une technique donnant une information indirecte sur la structure du réseau de vortex

est la diffraction des neutrons (SANS). Les neutrons peuvent facilement pénétrer la matière

(donc fournir une information de volume) et, dû à leur moment magnétique, ils sont sensibles

à toute distribution de champ magnétique[42]. Les neutrons sont diffusés par les vortex dans

des directions préférentielles déterminées par le critère de Bragg, et la structure du réseau

de vortex peut être déduite à partir des angles de diffraction. En principe, l’intensité de

diffusion donne des informations sur les longueurs caractéristiques du supraconducteur λ

et ξ. L’intensité du signal dû aux vortex dépend de la longueur de pénétration I∼ λ−4, et

la largeur intrinsèque des réflexions de Bragg peut être reliée à la longueur de corrélation

ξ ∼ 1/∆q, ou ∆q est la largeur d’ajustement (width at half maximum) de type lorentzien.

Les microscopes de champ proche (SPM) sont sensibles à des propriétés physiques de

la surface d’un matériau[98, 16]. La technique avec la meilleure résolution spatiale est la

microscopie à effet tunnel (STM). Le STM utilise une pointe métallique pour sonder la

surface d’un échantillon grâce au courant qui passe par l’effet tunnel entre les deux [20].

L’avantage du STM est qu’il donne une information locale de la densité d’états, c.a.d. une

information directe sur le coeur du vortex et sur le gap supraconducteur. La résolution

est de l’ordre de la longueur de cohérence. La mise en place de tels microscopes est très

difficile exigeant une grande rigidité mécanique du montage et un faible bruit électronique.

Un travail important est accompli par les groupes étudiant les propriétés spectrales des

supraconducteurs [136, 149] à haute température critique. Pour l’étude de ces matériaux,

il s’est avéré nécessaire de cliver les échantillons dans l’environnement cryogénique (UHV),

préparant ainsi un état de surface propre.
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Le microscope à force magnétique est un microscope à force atomique (AFM) équipé

d’une pointe faiblement ferromagnétique rendant le microscope sensible à des forces magnéto-

statiques[103]. Les pointes sont généralement réalisées par gravure électrochimique des fils

ferromagnétiques ou par dépôt des couches minces sur des pointes habituelles d’AFM[223].

La résolution spatiale est très bonne (∼20 nm), sous condition que la sonde soit en grande

proximité avec la surface, risquant une altération de la configuration magnétique par la

sonde elle-même. La résolution magnétique reste assez faible.

Le microscope à sonde à effet Hall est aussi sensible au champ des vortex, il détecte la

variation du champ magnétique par une mesure de la tension de Hall. La pointe est gravée à

partir d’une hétérostructure semiconductrice contenant une couche d’électrons 2D[188]. Une

résolution spatiale de (∼200 nm) est annoncée, la résolution spatiale magnétique rencontrée

est de l’ordre du µm. La résolution magnétique est inférieure à celle d’un SQUID.

La microscopie à SQUID a la meilleure résolution magnétique, mais la résolution spatiale

est limitée par la taille de la boucle qui capte le flux[125] et par la distance entre la boucle et

le vortex. Le premier microscope qui balayait mécaniquement l’échantillon a été construit

dans le groupe de Van Harlingen. Le SQUID avait une boucle supraconductrice (pickup

loop) intégré en contact direct avec l’échantillon. Des vortex piégés dans un réseau de trous

ont été imagés ainsi[226].

La plus importante contribution à la microscopie à SQUID a été fait par J. R. Kirtley

à IBM[125]. Le SQUID est monté sur un ressort et il est en contact avec la surface de

l’échantillon. Pour l’acquisition d’une image, le SQUID est déplacé mécaniquement par

rapport à l’échantillon par un moteur pas à pas. La distance totale balayée est de 400 µm.

La partie sonde est composée d’une boucle supraconductrice (pickup loop) intégrée dans

la boucle du SQUID. Cette boucle peut être aussi petite que 4 µm. Ce microscope a servi

à la première observation du demi-quantum de flux dans des supraconducteurs HTc[127].

Ensuite, plusieurs microscopes ont été développés, avec des SQUIDs à bas ou haut Tc,

et avec l’échantillon refroidi ou à température ambiante. Un microscope commercial a été

produit par Seiko[162] et Neocera[100], avec un échantillon à température variable entre 10

K et 300 K. A. Benoit et D. Mailly au CRTBT et au LMM ont développé le µSQUID pour

la mesure d’aimantation à l’échelle mésoscopique. Leur approche était d’intégrer le SQUID

sur l’échantillon pendant sa fabrication par des techniques de lithographie électronique.

En comparaison avec les SQUIDs conventionnels, le µSQUID est d’une grande simplicité

car il est fabriqué par une seule étape de lithographie électronique contre neuf étapes de

lithographie dans le cas des SQUIDs d’IBM. Ayant la mâıtrise totale du µSQUID, nous avons

pu réduire la taille de la boucle du SQUID captant le flux, pour pousser la limite spatiale qui

atteint actuellement une résolution ∼ 1µm. Un développement futur des µSQUIDs améliora

cette résolution.

À ce jour, la microscopie à µSQUID permet d’imager des vortex dans des échantillons

ayant une température comprise entre 0,45 K et 10 K. Dans la suite de ce chapitre, le

fonctionnement du microscope est détaillé : la sonde µSQUID, ensuite le microscope à force
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Fig. 1.1 – Schéma d’un SQUID DC avec 2 jonctions Josephson (gauche), et variation du
courant critique d’un µSQUID avec le champ magnétique extérieur appliqué perpendiculai-
rement à la boucle du SQUID (droite).

et le réfrigérateur à dilution.

1.3 Principe du SQUID

Le SQUID (Superconducting Quantum Interference Device) est basé sur le concept de

quantification du flux dans un anneau supraconducteur et sur l’effet tunnel Josephson à tra-

vers un lien faible. Utilisé comme capteur de flux magnétique, sa sensibilité peut approcher

10−21 Wb/Hz−1/2.

La différence de phase entre deux supraconducteurs faiblement connectés, δ = ϕ1 − ϕ2,

affecte les propriétés électrique de la jonction. L’effet Josephson-DC relie le courant appliqué

à la jonction, à la phase relative et au courant critique de la jonction Ic, I=Icsinδ. L’effet

Josephson-AC relie la différence de potentiel de la jonction à la dérivée temporelle de δ,

V= ~

2e(
dδ
dt ). Pour former un SQUID, les supraconducteurs de deux cotés de la jonction doivent

être reliés, soit par une boucle avec une deuxième jonction (SQUID DC mesuré en courant

continu) soit par une boucle continue (le SQUID RF).

Le type de jonction le plus courant est la jonction tunnel, formée par une fine barrière

d’oxyde séparant deux électrodes. La jonction à micro-pont consiste à connecter deux supra-

conducteurs par une connexion étroite appelée micro-pont. Pour observer l’effet Josephson,

il faut que les dimensions du micro-pont soient inférieures à la longueur de cohérence du

matériau utilisé. Pour être reproductible, la jonction à micro-pont nécessite une fabrication

par lithographie électronique, son avantage est sa petite taille pour un courant critique im-

portant (de 25 µA pour des ponts en Al de 20 nm de large à 120 µA pour ceux de 40 nm

de largeur, l’épaisseur étant de 40 nm).

Quand un courant j passe dans le SQUID-DC, il se partage en 2 courants j1 et j2 au

niveau des jonctions (Fig. 1.1). Le courant total est la somme de j1 et j2 et du courant dû
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Fig. 1.2 – La géométrie du µSQUID avec une boucle de diamètre 1.2µm (à droite). Le
µSQUID lithographié sur une barrette de Si (à gauche) est situé près de la pointe.

à la quantification du flux. Ce courant total qui traverse le SQUID s’exprime en fonction

des différences de phase des deux jonctions. Le courant critique est obtenu en maximisant

le courant total, j. Si les deux jonctions sont identiques et si des effets d’inductance sont

négligés jc1 = jc2 = jc0, et le courant critique du SQUID devient :

jc = 2jc0|cos(
πφext

φ0
)| (1.1)

Cette variation du courant critique du SQUID est identique avec les franges d’in-

terférences des ondes de lumière qui passent à travers deux fentes étroites identiques. Si

les courants critiques de deux jonctions ne sont pas égaux, le courant critique minimum

n’est pas zéro. Il y a deux motif pour que le (jc)min ne s’annule pas : l’asymétrie et le flux

induit dans le SQUID.

1.4 Le µSQUID

La figure 1.1 montre la variation du courant critique pour un µSQUID[88] en fonction du

champ magnétique externe. Ce courant est périodique en flux avec une période égale à φ0,

et sa mesure permet de connâıtre le flux traversant l’anneau avec une résolution largement

supérieure à φ0, ce qui fait du SQUID un détecteur de flux très sensible. Si l’aire fermée par

la boucle du SQUID est de 1,2 µm2, le courant est périodique pour 17 G.

Les dimensions typiques du µSQUID sont : un diamètre de boucle de 1,2 µm, largeur

de bras de 200 nm, longueur et largeur du micropont de 200 nm et 50 nm respectivement.

Les SQUIDs sont fabriqués au LPN (à Marcoussis) par D. Mailly.

Le µSQUID présente un hystérésis dans la caractéristique I(V), due à l’échauffement

du µSQUID lorsqu’il transite dans l’état normal. Cet échauffement se propage le long de la

boucle du SQUID et nous empêche de polariser le SQUID à courant constant, ceci aurait
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permis d’utiliser des électroniques de SQUID traditionnelles. À cause de cela, un système

spécifique de détection a été conçu au CRTBT par A. Benoit : l’ordinateur déclenche en

même temps une rampe de courant et un compteur à 40 MHz. À travers une capacitance, un

amplificateur de tension détecte la variation de tension à la borne du fil de mesure. Quand

le µSQUID transite dans l’état normal, une impulsion de tension apparâıt à l’amplificateur.

Si le signal de tension dépasse le niveau choisi de discrimination, le compteur est arrêté

et le courant est remis à zéro en un temps inférieur à 40 ns. Le résultat du comptage est

transféré à l’ordinateur et la rampe suivante est déclenchée. Pour augmenter la précision de

la mesure, la pente de la rampe est diminuée et un palier de courant est créé. Chaque fois

que le courant critique est détecté, le flux traversant la boucle du µSQUID est mesuré. Un

histogramme du courant critique est établi en répétant les mesures de courants critiques à

flux constant. Chaque mesure du flux est une moyenne de 10 mesures du courant critique du

SQUID. Le bruit de mesure est donné par la largeur de l’histogramme du courant critique.

Pour des SQUIDs ayant une sensibilité de 20 µA/φ0, l’écart type de l’histogramme est de

200 nA. Le bruit en flux de courant critique pour la résolution en flux du SQUID est alors

∼ 10−2φ0. Comme la fréquence maximale d’échantillonnage du courant critique du SQUID

est de 10 kHz, S
1/2
φ =10−4φ0/Hz1/2 pour le µSQUID.

Le choix de la taille du µSQUID est un compromis entre la résolution spatiale, on a

tendance à vouloir réduire la taille de la boucle pour l’augmenter, et la sensibilité au champ

magnétique engendré par un vortex. La taille du vortex est donnée essentiellement par la

longueur de pénétration.

Les µSQUID sont lithographiés sur un wafer entier de silicium. Le wafer est découpé,

par une scie diamantée, en barrette en forme de losange. Les µSQUID se trouvent près de

la pointe de chaque losange. La Fig. 1.2 montre la position d’un µSQUID sur une pointe de

silicium.

Pour obtenir le meilleur couplage magnétique entre l’échantillon et le SQUID, il est

nécessaire de minimiser la distance entre eux, le SQUID doit être situé le plus près possible

de l’extrémité de la pointe. La distance minimale entre le µSQUID et les bords de la pointe

est de 2 µm. En mode de fonctionnement normal, la pointe est inclinée d’un angle plus

faible que 5◦ par rapport à la surface de l’échantillon. Un capteur de force est employé pour

maintenir la distance constante entre le SQUID et l’échantillon pendant le balayage de la

surface.

1.5 Le capteur de force

L’emploi d’un diapason piézo-électrique en quartz comme capteur de force est récent.

Cette utilisation d’un diapason a été mise au point par K. Karrai et R. Grober dans le

cadre de la microscopie optique en champ proche (NSOM)[120]. Le diapason est excité à sa

fréquence de résonance et un asservissement maintient l’amplitude constante et la fréquence

à la résonance lorsque la sonde, étant solidaire avec le diapason, balaye la surface.
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Fig. 1.3 – Dispositif expérimental de la tête sonde : le SQUID se trouve sur la barrette
en silicium placée sur le diapason en quartz. Les dimensions d’un bras du diapason sont
3.7mm × 0.34mm × 0.57mm.

Le diapason utilisé est un résonateur en quartz, couramment utilisé, et donc disponible

dans le commerce. Ceci nous assure une bonne reproductibilité de ses caractéristiques et

une grande stabilité : le diapason choisi résonne à 32768 Hz (215 Hz) avec un très bon

facteur de qualité (entre 2·104 et 105). La longueur d’un bras est L=3,65 mm, la largeur

W=0,34 mm et l’épaisseur T=0,57 mm. La constante de raideur théorique k est donnée

par les dimensions géométriques du bras et le module d’Young (Equartz = 7,87·1010 Nm2) :

k=(E/4)W(T/L)3. Dans notre cas, k=25500 Nm−1.

Le µSQUID est collé sur un bras du diapason (Fig. 1.3). Le montage de la sonde est

une opération délicate. D’abord, le diapason est enlevé de son bôıtier hermétique et ses fils

magnétiques sont dessoudés, ensuite un de ses bras est collé avec de l’Araldite standard

sur une plaquette en fibre de verre sur laquelle sont implémentés par photolithographie des

contacts cuivrés. Les électrodes du diapason sont alors connectées par des fils de cuivre.

La barrette en silicium, contenant le µSQUID, est collée sur le bras libre du diapason.

Le µSQUID est connecté par la soudure à ultrason avec des fils Al (Fig. 1.3). Le poids

additionnel ∆m fixé sur le bras du diapason est de l’ordre de 700 µg. Après cette modifica-

tion, la résonance du diapason se déplace vers les plus basses fréquences (24000-26000 Hz)

et le facteur de qualité diminue pour atteindre des valeurs entre 50 et 500 à température

ambiante. La baisse du facteur de qualité de la résonance du diapason s’explique par des

pertes mécaniques dans la colle et dans le substrat en fibre de verre. À basse température,

lorsque les colles durcissent, le facteur de qualité augmente d’un facteur 100. Les courbes

de résonance du diapason en amplitude et en phase obtenues en réponse à une excitation

mécanique sont montrées sur la Fig. 1.4. La mesure a été faite à une température de 4 K. La

fréquence de résonance est de 25018 Hz et le facteur de qualité est de 15636. La valeur du

facteur de qualité pour nos diapasons avec des SQUIDs montés varie beaucoup, elle dépend

du collage du bras du diapason sur la plaquette et du collage du SQUID sur le bras libre

du diapason.

Le diapason peut être excité mécaniquement ou électriquement. Dans notre cas, une

excitation mécanique est utilisée : le diapason est monté sur une plaque piézoélectrique qui
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Fig. 1.4 – Courbes de résonance (amplitude et phase) du diapason avec un SQUID à une
température de 4 K.

vibre sous l’action d’une tension sinusöıdale, et le courant généré aux bornes du diapason

piézo-électrique est mesuré. Le diapason délivre un courant de 0,4 nA en oscillant à sa

fréquence de résonance avec une amplitude de 1 nm. La puissance dissipée par le diapason

est de ∼1pW, ce qui fait du diapason un outil très adapté pour les mesures cryogéniques.

1.6 Le scanner

Pour imager les vortex dans un l’échantillon supraconducteur, on utilise un scanner[195]

qui peut déplacer l’échantillon sur une distance de 62 µm pour une tension appliquée de

±210 V. Le scanner consiste en cinq bilames piézo-électriques connectées par trois pièces

en céramique Macor (Fig. 1.5). Le Macor est une céramique usinable et elle a un coefficient

de contraction thermique similaire à celui du matériau piézo-électrique. Les plaques piézo-

électriques sont directement collées aux pièces en Macor.

Sur la partie fixe du scanner, un trou rectangulaire suffisamment large permet à la tête

de balayage de bouger dans les deux directions x et y. Les extrémités des deux des lames

sont collées sur des côtés opposés à l’intérieur de ce trou, et les autres extrémités sont collées

sur une petite pièce en Macor (derrière). Avec ce montage, l’extrémité se déplace dans une

direction (par exemple x), quand une tension est appliquée à ces lames. De la même façon,

les deux autres lames se déplacent orthogonalement.

Les lames piézo-électriques doivent avoir leurs électrodes sectionnées à la moitié. Ainsi,

la moitié inférieure de la lame se courbe dans une direction lors de la mise sous tension,

tandis que l’autre moitié se courbe dans la direction opposée (mouvement en S). De cette

façon, les deux extrémités de chaque lame restent toujours perpendiculaires à la direction

de déplacement, comme requis par les conditions aux limites imposées par les pièces en
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Fig. 1.5 – Image du scanner x-y avec le bilame z (bender z) à gauche et schema du scanner
à droite. Les corps en Macor sont en blanc dans les images. La dimension du bender z est
de 12.5mm.

Macor, et le porte échantillon se déplace sur un plan xy. Les déplacements fins dans la

direction z sont assurés par une autre plaque collée sur la tête de balayage. Ainsi, les

mouvements en z sont totalement découplés des déplacements x-y. L’amplitude de balayage

du scanner est donnée par : x=d31V(L2/T2) où V est la tension appliquée sur les électrodes,

d31 le coefficient piézo-électrique, et L et T respectivement la longueur et l’épaisseur de

la lame piézoélectrique. Les sensibilités calculées, en tenant compte que d31 = 1,73 Å/V à

température ambiante et d31 = 0,31 Å/V à 4,2 K, sont ∆X/∆V = 770 nm/V à température

ambiante. Les sensibilités mesurées sont de ∆Z/∆V = 350 nm/V à 300 K.

À basse température, la taille maximale des images est de 62 µm×62µm pour une

tension de ±210 V sur les lames du scanner. La plupart des images dans cette thèse ont

une forme rectangulaire, due à une dépolarisation des éléments piézoélectriques. Le scanner

a été changé et les images dans le dernier chapitre (sur UPt3) sont carrées. Pour maintenir

la proximité entre la sonde et l’échantillon pendant le balayage, il faut mettre en place une

boucle de régulation.

1.7 Régulation d’approche bender z-diapason

La distance entre le SQUID et l’échantillon est importante pour l’imagerie des vortex.

À partir de cette distance, on peut déterminer la longueur de pénétration d’un vortex en

ajustant le flux magnétique capté par le SQUID avec une fonction théorique. Cette distance

doit être conservée pendant le balayage. Il y intervient l’angle d’inclinaison et la distance

entre le SQUID et la pointe physique de la barrette. Nous utilisons un bilame piézoélectrique

pour approcher ou éloigner l’échantillon par rapport à la pointe (bender z). Le bilame se

tord en fonction de la tension appliquée sur ses électrodes extérieures. Le déplacement est

donné par : x = 2L2V d31/T 2 où L est la longueur, T l’épaisseur, V la tension appliquée et

d31 le coefficient (constant pour un type de matériau) piézoélectrique.
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Fig. 1.6 – (a)Schéma de l’électronique de contrôle de la régulation bender z - diapason.
(b)Déplacement de la fréquence de résonance du diapason en fonction de la distance par
rapport à l’échantillon sans la régulation à 300K à l’air.

Le bilame utilisé a une longueur de 12.5 mm et à température ambiante son déplacement

est de 350 nm/V. Le changement de la fréquence de résonance lors d’un approche est

mesuré en utilisant un dispositif mécanique de déplacement et sans régulation. On observe

la fréquence de résonance du diapason en approchant le bender z. À partir de 1 µm, le

diapason commence à ’sentir’ le bender (la fréquence et l’amplitude changent) et vers 350

nm la fréquence de résonance est décalée de 2 Hz (Fig. 1.6b).

À basse température, le déplacement est beaucoup réduit. Le bilame a besoin de 8 fois

plus de tension pour se déplacer autant qu’à 300 K. Pour un déplacement de 4 µm, une

tension de 100 V est nécessaire. On utilise comme tension de régulation maximale 60 V

pour le déplacement du bilame z. En général, on régule pour maintenir le SQUID entre 1

µm et 2 µm par rapport à l’échantillon.

L’électronique d’asservissement du diapason est un facteur essentiel pour l’optimisation

de la résolution spatiale. Les variations en amplitude ou en phase du signal du diapason sont

introduites comme signal d’erreur dans une boucle de rétro-action. L’électronique de mesure

fournit une tension au bilame z pour maintenir la distance pointe-échantillon constante

(Fig. 1.6a).

1.8 Dispositif électronique

Le dispositif électronique se compose de quatre parties indépendantes : la boucle d’as-

servissement du signal du diapason, l’électronique de commande des déplacements piézo-

électriques, la mesure capacitive du déplacement du chariot (Fig. 1.7) et l’électronique du

SQUID (n’est pas montrée sur la schéma de la Fig. 1.7). Le dispositif de base est la boucle
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Fig. 1.7 – Schema du dispositif électronique du microscope.

de régulation de la distance pointe-échantillon. Il contient un amplificateur et un convertis-

seur courant-tension pour détecter le courant du diapason, une détection synchrone, deux

régulateurs Proportionnel Intégral pour l’asservissement de la fréquence de résonance et de

l’amplitude, et un ”Voltage Controlled Oscillator”. Un amplificateur haute tension alimente

les éléments piézo-électriques. Un générateur de fonctions arbitraires permet de réaliser les

signaux de tension nécessaires au moteur pour l’approche.

Le diapason est excité mécaniquement par une plaque piézo-électrique. Le courant aux

bornes du diapason, caractéristique de son oscillation, est amplifié et converti en tension.

Un amplificateur ’lock-in’ EGG 7280 mesure l’amplitude et la phase. Le signal de phase est

maintenu par une boucle PI à sa valeur caractéristique de sa fréquence de résonance . Au

debut le diapason est donc à sa fréquence de résonance et la phase est à 0◦. Si le diapason

change de fréquence de résonance, la valeur de la phase varie, alors la boucle de rétroaction
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déplace la fréquence d’excitation pour ramener la phase à 0◦ et le diapason est excité à

sa nouvelle fréquence de résonance. On utilise le deuxième régulateur PI pour asservir

l’amplitude d’oscillation en approchant ou retirant la pointe grâce au bilame z à la tête du

scanner et ainsi ramener la fréquence de résonance à sa valeur initiale. Les régulateurs PI

communiquent avec l’ordinateur via une carte PCI, qui permet de stocker un grand nombre

de valeurs numériques des tensions de correction en sortie des deux régulateurs.

Les appareils commerciaux (les détections synchrones EGG, le générateur de fonctions

HP, le VCO Yokogawa) sont commandés par GPIB. La lecture et l’écriture de tension

des convertisseurs (analogique-numérique et numérique-analogique) sont contrôlées par une

carte DIO 96 voies de National Instruments. La régulation de fréquence du diapason et

l’électronique du SQUID ont été développées au laboratoire. Le logiciel de contrôle est écrit

en langage C avec une librairie d’interfaces graphiques développée au laboratoire et appelée

Manip .

1.9 Le système de déplacement

L’effet piézo-électrique est à la base des systèmes de déplacement à basse température sur

des distances de plusieurs millimètres sans intervention externe et sans champ magnétique

perturbant l’imagerie. Le déplacement est composé de deux parties : le moteur piézo-

électrique qui assure le mouvement grossier et le scanner piézo-électrique qui permet le

balayage bidimensionnel pour l’imagerie. La distance pointe-échantillon est ajustée par un

bilame piézo-électrique (bender z) sur laquelle est fixé l’échantillon.

Le moteur piézo-électrique repose sur le concept du glissement inertiel, un processus qui

exploite la différence entre le frottement statique et dynamique. Le moteur est composé de

deux parties : la base et le plateau. La base est composée de quatre tubes piézo-électriques,

avec une bille collée au bout des tubes, et elle est fixe. Le plateau, qui constitue la partie

mobile, se glisse entre ces billes et c’est le mouvement de billes qui fait avancer le plateau.

L’ensemble des pièces constituantes est en titane car c’est un matériau non magnétique et

son coefficient de dilatation thermique est très proche de celui des éléments piézo-électriques.

Pour générer les tensions nécessaires pour le déplacement, nous disposons d’un coffret

contenant cinq amplificateurs de type PA15 avec une tension de sortie limitée à ±210 V.

Des thyristors permettent une remise à la masse des rampes de tension en 200 ns, à la sortie

des amplificateurs.

Les tubes piézo-électriques sont assemblés pour se déformer tous dans le même sens. Un

pas du moteur est obtenu en appliquant une rampe de tension lente, jusqu’à un niveau de

tension choisie, aux tubes. Le plateau suit leur mouvement. Lorsque les thyristors coupent

la haute tension, les tubes piézo-électriques reviennent rapidement, mais le plateau reste sur

place. La direction du déplacement est inversée en appliquant une tension de signe opposée

sur les tubes piézo-électriques. La rampe de tension est fournie par un générateur de tension

programmable HP 33120A. La fréquence de répétition d’un pas du déplacement est de 12,5
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Fig. 1.8 – (a)Double peigne lithographié collé sur la partie fixe du moteur. (b)Mesures des
oscillations sur le peigne supérieur qui reflète le déplacement du moteur.

Hz avec une durée de rampe de 40 ms.

On utilise un système de lecture de déplacement in situ qui permet de contrôler l’ap-

proche et le retrait de l’échantillon. Ce dispositif est basé sur une mesure capacitive. Deux

peignes sont couplés par induction, un montage en pont est utilisé. Un double peigne li-

thographié est collé sur la partie fixe du moteur (Fig. 1.8a). Un générateur de fonction

Thandar TG503, associé à un transformateur OEP, fournit à chacun de ces deux peignes

une tension sinusöıdale de valeur crête à crête 10 V et de fréquence 45 kHz déphasée de π

l’une par rapport à l’autre. Sur la partie mobile (chariot) est installé un autre peigne cuivré

au-dessus du précédent double peigne. La tension aux bornes du peigne mobile est mesurée

par une détection synchrone EGG 7220. Cette tension reflète, par effet capacitif, le champ

électrostatique créé par le double peigne fixe. Lors d’un déplacement, les dents du peigne

supérieur passent alternativement au-dessus des électrodes du double peigne alimentées en

opposition de phase. Cette mesure capacitive est principalement sensible aux déplacements

latéraux. La mesure des oscillations sur le peigne supérieur représente le déplacement du

chariot (Fig. 1.8b). La tension aux bornes de la capacité étant mesurée avec une précision

de 2 nV/Hz−1/2, le déplacement est donné avec une résolution meilleure que 10 nm. La

période des dents de ce peigne est de 1500 µm et la distance entre les 2 peignes est de

l’ordre de 500 µm. La capacité entre ces deux peignes est alors de l’ordre de 1 pF. Nous

observons aussi des variations du signal capacitif lorsque les peignes s’éloignent verticale-

ment, dû au contractions thermiques. L’efficacité du déplacement du chariot dépend de la

température à cause de la dépendance en température des coefficients piézo-électriques. À

basse température, l’efficacité baisse d’un facteur 7.
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Fig. 1.9 – Image du Sionludi avec un zoom de la partie supérieure qui contient le microscope.
Le diapason avec le SQUID est placé en face de l’échantillon qui se trouve sur le bilame z
collé à un scanner piézo-électrique.

1.10 Le réfrigérateur à dilution

L’ensemble du microscope à micro-SQUID est placé à l’intérieur d’un réfrigérateur à

dilution. L’utilisation de ce type de cryostat implique des contraintes comme la limitation

de l’espace expérimental, la réduction maximale de la masse à refroidir et la nécessité d’avoir

le moins de bruit vibrationnel possible.

Le nom du cryostat, Sionludi, vient de sa disposition renversée par rapport à l’étagement

habituel d’un réfrigérateur à dilution : la partie froide se trouve au sommet du réfrigérateur.

Il a été développé au laboratoire par A. Benoit et M. Caussignac.

Il est composé de quatre étages de thermalisation avec des températures décroissantes

de bas en haut (Fig. 1.9). Quatre écrans sont vissés en poupées russes sur chacun de ces

étages pour protéger le réfrigérateur du rayonnement thermique. Entre les parties les plus

chaudes et les plus froides le vide est commun. L’écran à 4,2 K est refroidi par une bôıte

à 4,2 K, alimentée par une bouteille d’4He liquide pendue sous la table antivibratoire.

Dans l’impossibilité d’utiliser du gaz d’échange pour refroidir la dilution à 4,2 K, un flux de

mélange 3He-4He, thermalisé à l’étage de 4,2 K, circule à fort débit à travers deux bouilleurs

et la bôıte à mélange, permettant de refroidir les éléments du cryostat de température

ambiante à 4,2 K en moins de 4 heures.

Ensuite par un autre circuit, le mélange sous pression est injecté, se liquéfiant après une

détente Joule Thompson, et une température de 1.2 K est atteinte. Lorsque le bouilleur 1
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Fig. 1.10 – Thermalisation du microscope à SQUID à l’intérieur du réfrigérateur à dilution.

se remplit du mélange liquide, le système de dilution devient opérationnel et la température

de la bôıte à mélange descend à 150 mK. La tête sonde et l’échantillon sont thermalisés

sur la bôıte à mélange et le reste du microscope est fixé sur le bouilleur 1 (0,8 K). Sans

le microscope, le réfrigérateur descend jusqu’à la température de 25 mK, mais lorsque le

microscope est mis en place, les fuites thermiques entre la bôıte à mélange et l’étage du

bouilleur 1 limitent la température à 150 mK (Fig. 1.10).

Le réfrigérateur repose sur une table à suspension d’air qui isole le microscope des

vibrations mécaniques extérieures. L’ensemble du microscope est thermalisé sur le bouilleur

1 à une température de 0,8 K car les puissances dissipées par les déplacements sont trop

importantes pour être absorbées par la bôıte à mélange. Le diapason et l’échantillon sont

reliés par des fuites thermiques à la bôıte à mélange. Ce découplage thermique permet de

chauffer et refroidir la sonde et l’échantillon indépendamment l’un de l’autre. L’échantillon

peut être chauffé à une température de 10 K sans perturber le SQUID.

Le champ magnétique nécessaire est produit par un ensemble des bobines de cuivre

situées à l’extérieur du calorimètre. Un solenoid génére un champ dans le plan de l’échantillon

et des bobines Helmholtz rotatives produisent un champ dans le plan perpendiculaire à

l’échantillon. Les champs maximales qui peuvent être appliqués sont de l’ordre de 70 G.

1.11 Visualisation des images magnétiques

Les images magnétiques présentées dans cette thèse sont visualisées selon une échelle de

couleurs correspondant aux valeurs de flux magnétique mesuré dans la boucle du SQUID.

Normalement les images sont enregistrées sous la forme d’un fichier texte pendant la mesure,

qui dure environ 20 minutes pour une image de 62 µm×62µm. Ensuite, ce fichier texte
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Fig. 1.11 – (a)Arches du SQUID à bas champ appliqué et la légende en couleurs qui est
utilisée pour les images magnétiques. (b)Un plot des valeurs mesurées sur une image après
ZFC. (c)Le plot du (b) avec les valeurs réelles, comme expliqué dans le texte.

(matrice) est visualisé sous la forme d’une image, chaque point se voit attribué une couleur

dans une table. Les programmes utilisés (ImageJ, NIH Image, WSxM...) attribuent, par

exemple, à la valeur minimale la couleur noire et à la valeur maximale la couleur blanche,

et à toutes les autres valeurs un dégradé entre les deux (Fig. 1.11a). Chaque couleur dans

l’image représente une valeur de courant critique mesuré du SQUID. Pour obtenir une image

magnétique on doit transformer le courant critique en flux magnétique.

Si la variation du signal est faible et si le point de fonctionnement se trouve sur la

partie linéaire de la caractéristique Ic(B), la transformation se résume à une transforma-

tion linéaire. Parfois l’image magnétique peut être plus difficile à interpréter. Comme la

caractéristique courant critique flux d’un SQUID est sinusöıdale, le courant critique peut

avoir la même valeur pour des valeurs de flux différentes, si le SQUID passe un minimum ou

un maximum d’une arche. Normalement, pour le cas des vortex, le flux d’un vortex capté

par le SQUID est petit et on ne passe pas un extrême. Mais parfois, le flux qui est capté

par le SQUID peut être plus grand que φ0/2 et alors un extremum d’une arche est passé.

Par exemple, si le SQUID balaye une ligne de 30 µm (exemple de la Fig. 1.11) et que le flux

capté est assez grand pour passer un minimum, la trace magnétique (une ligne de l’image)

est comme dans l’image b. L’échelle de couleurs ne reflète pas alors la réalité. À la valeur du

minimum du courant critique est attribuée la valeur minimale (noire) de la table de couleurs

et à la valeur plus grande du courant la couleur blanche. Pour établir alors la vraie trace
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magnétique, il faut soigneusement regarder chaque point du tracé. Si la valeur minimale du

tracé correspond à la valeur minimale du champ critique, alors il est possible que le SQUID

ait passé une arche.

Si on part du point A sur le tracé, Fig. 1.11b) on arrive au point B en passant par le

point M. Ceci correspond sur la courbe Ic(B) au passage par le minimum à M. Si on continue

du point B dans l’image b, on arrive au point M’. Comme la valeur du courant dans le point

B est plus petite que la valeur maximale de Ic, alors en effet on revient sur la courbe Ic(B)

vers le point M = M’. Après on remonte de nouveau vers le point A et le cycle continue

en passant toujours par le minimum M. Si on attribue des couleurs à ce plot, le point A

correspond à la couleur blanche (maximum), tandis que le point M correspond à la couleur

noire (minimum). Donc cette image ne correspond pas aux vraies valeurs de flux magnétique

captées par le SQUID. Les vraies valeurs sont montrées dans la figure Fig. 1.11c). Le point

A correspond à la valeur minimale de flux magnétique, ensuite le flux augmente jusqu’au

point B en passant par M, et ensuite le flux rediminue vers M’. Le plot en flux magnétique

correspond en effet à la projection de la valeur du Ic sur l’axe de flux dans la caractéristique

Ic(B).

Ce cas de passage par un extremum est rencontré sous certaines conditions lors de

l’imagerie de Sr2RuO4 et de URhGe. Quand le flux magnétique contenu dans les domaines

présents est très important, le courant critique du SQUID peut passer plusieurs arches.

1.12 Conclusion

Durant cette thèse j’ai utilisé un microscope à SQUID pour l’imagerie des vortex dans le

supraconducteurs. Dû à sa grande sensibilité magnétique, des vortex individuels, des réseau

de vortex (en NbSe2), des domaines de flux et des domaines ferromagnétiques ont été imagés.

Le microscope à µSQUID a une résolution spatiale ∼1 µm, et il permet l’imagerie entre

0.35 K et 10 K avec une résolution magnétique de 10−4φ0/Hz1/2.



Chapitre 2

Imagerie magnétique dans NbSe2

Dans la plupart des supraconducteurs conventionnels de type II, un réseau de vortex

hexagonal apparâıt au-dessus du premier champ critique Hc1. L’ordre du réseau de vortex

et sa relation avec le piégeage produisent un système modèle à étudier. De nombreux états

de vortex peuvent se former avec différentes transitions entre eux.

2.1 Introduction

Dans ce chapitre, on va se focaliser sur le réseau de vortex du supraconducteur conven-

tionnel faiblement anisotrope NbSe2. Il sert de référence aux supraconducteurs non conven-

tionnels étudiés comme Sr2RuO4 ou UPt3.

Pour un champ magnétique appliqué le long de l’axe c de 4,5 Gauss, un réseau de

vortex hexagonal est observé. Une rotation du réseau de vortex, par rapport aux axes

cristallographiques, apparâıt lorsqu’on augmente le champ appliqué. En inclinant le champ

appliqué, des surstructures du réseau de vortex apparaissent. On n’observe pas de formation

de châınes de vortex comme dans les supraconducteurs plus anisotropes.

2.2 Structure et propriétés

Le métal de transition 2H-NbSe2 a une structure en couches avec une symétrie hexa-

gonale et appartient au groupe d’espace P63/mmc, avec les constantes du réseau cristallin

a=3.443 Å et c=12,547 Å[52]. Les couches sont fortement corrélées (très ordonnées), mais

perpendiculairement aux couches la structure est moins liée ayant comme résultat un com-

portement presque 2D. La structure est formée de plans compacts hexagonaux, avec des

forces van der Waals entre les couches (comme montre la Fig. 2.1)[164].

NbSe2 présente trois phases : une phase métallique pour des températures au dessus

de 33 K, tandis qu’une phase onde de densité de charge (CDW) non commensurable se

forme en dessous de 33 K[160]. À cause d’un couplage linéaire entre le réseau et l’onde de

23
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Fig. 2.1 – La structure en couche de NbSe2[164]. La distance entre 2 couches est de 6 Å
(c/2).

densité de charge, une distorsion du réseau apparâıt avec une amplitude proportionnelle au

paramètre d’ordre de la transition. La surface de Fermi a une forme hexagonale complexe,

étant coupée par l’apparition de gaps CDW avec un vecteur d’onde non commensurable

q=(1/3)(1-δ)a∗ en dessous de 33 K. En refroidissant la CDW reste non commensurable au

moins jusqu’à 5 K. La CDW ne met en jeu qu’une toute petite partie de la surface de Fermi.

L’état est toujours métallique en dessous de 33 K.

NbSe2 devient supraconducteur à une température de 7,2 K. Les champs critiques sont

Hc
c2=13 T et Hab

c2=3,2 T et la longueur de pénétration dans les plans ab est de 0,1-0,2

µm[52, 210]. L’état supraconducteur dans NbSe2 présente un réseau de vortex[94] et des

oscillations de Haas-van Alphen[40].

Il y a toujours une polémique sur l’origine de l’état CDW dans NbSe2. Certains ar-

gumentent que l’état CDW est créé par un ’nesting’ de la surface de Fermi[229], c.a.d. la

superposition des parties de la surface de Fermi à la suite d’une translation avec 2kF , dans

laquelle les éléments de la matrice électron-phonon jouent un rôle. Dans ce cas, le vecteur

CDW est donné par le vecteur de nesting. Une alternative a été proposée : une bande de

conduction bidimensionnelle qui contient des points intermédiaires (’saddle points’), près du

niveau de Fermi, est instable à l’encontre d’une distorsion CDW[179]. Dans ce cas, le vec-

teur CDW va être déterminé par la séparation entre les points intermédiaires. Les résultats

obtenues par spectroscopie des photoélectrons (ARPES) favorisent le mécanisme de nesting

de la surface de Fermi[202].

Il existe aussi des spéculations sur la nature de l’interaction entre le condensât CDW

et la supraconductivité dans ce matériau. Des changements importants de la densité d’état

autour de la surface de Fermi sont provoqués par les deux transitions vers un état CDW

et un état supraconducteur. La température critique supraconductrice Tc augmente sous

pression, tandis que TCDW décrôıt[19]. Après l’ordre CDW disparâıt, Tc reste approxima-

tivement constant. Ce comportement suggère que les deux paramètres d’ordre (CDW et

supraconducteur) représentent des états fondamentaux en concurrence.
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Même si de nombreuses anomalies ont été observées[233], comme une anisotropie appa-

rente du gap supraconducteur, la supraconductivité dans NbSe2 est de type BCS conven-

tionnel ’s-wave’, avec un couplage fort électron-phonon. La surface de Fermi est composée

de 5 feuilles (sheets)[184]. Il y a deux types différentes de feuilles : une feuille pancake petite

3D, qui dérive de la bande 4p du Se (appelée bande Γ), et des feuilles plus grandes presque

2D dérivées des bandes 4d du Nb.

Dans les dernières années, des expériences ont montré que NbSe2 est un supraconduc-

teur multi-bandes[22, 233]. La supraconductivité à multi-bandes est caractérisée par un gap

supraconducteur de magnitude significativement différente à des endroits distincts (sheets)

de la surface de Fermi. Ce type de supraconductivité existe dans beaucoup de supracon-

ducteurs, un exemple récent en est le supraconducteur MgB2 où deux gaps très différents

existent. Dans NbSe2, une différence dans l’amplitude du gap a été trouvée dans deux des

feuilles de la surface de Fermi. Un gap d’amplitude ∼1.4 meV existe pour deux bandes

dérivées des orbitaux 4d du Nb, et un gap 2-3 fois plus petit existe dans une bande dérivée

des orbitaux 4p de Se.

L’anisotropie de la résistivité est de l’ordre de 10[178], plus petite que pour Sr2RuO4 et

les supra HTc, indiquant des sauts importants (hopping) entre les couches.

NbSe2 est un supraconducteur propre, le rapport entre la longueur de cohérence et le

libre parcours moyen dans le plan ab est ξab/l∼0.15[178]. En plus, comme les longueurs

de corrélation sont macroscopiques, cela fait de NbSe2 un candidat idéal pour l’étude des

propriétés intrinsèques du réseau de vortex. À cause des fluctuations, le réseau de vortex

doit se transformer dans un état de liquide de flux à haut champ. La courbe de fusion

(melting) a été prédite d’avoir une caractéristique réentrante aux bas champs[211], c.a.d.

que la courbe de fusion doit s’éloigner de la courbe de Hc2(T) et se positionner juste au

dessus de la courbe de Hc1(T).

La compétition entre les propriétés élastiques du réseau de vortex et le désordre entrâıné

par la température ou par le piégeage, peut conduire à des états différents de vortex. Un

exemple en est l’effet de pic (peak effect) observé dans NbSe2, une augmentation du courant

critique près de la transition normale-supraconductrice considérée longtemps comme une

preuve d’une transition ordre-désordre. Le piégeage de volume peut devenir plus important

que les interactions élastiques entre vortex, ainsi les centres de piégeage sont plus efficaces

dans un réseau moins rigide à haut champ, qui pourrait conduire à l’effet de pic[7].

Les premières images obtenues dans NbSe2 ont été celles des coeurs de vortex par

STM[96]. Le même groupe est aussi le premier à obtenir des images du réseau hexagonal

de vortex dans ce matériau[94]. Contrairement aux autres supraconducteurs anisotropes

(théorie de London anisotrope), pour des bas champs inclinés, les châınes de vortex n’ap-

paraissent pas. Les vortex s’alignent dans la direction perpendiculaire au champ incliné.

Pour de grands angles d’inclinaison du champ appliqué, des superréseaux (superlattice)

sont observés avec des paramètres de maille 2×1 et 3×1[95].
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Les expériences par décoration magnétique ont montré que, dans NbSe2, l’ordre orien-

tationnel pouvait être stabilisé en inclinant le champ magnétique par rapport à l’axe d’ani-

sotropie c[23]. Ainsi, pour des hauts champs appliqués ou de larges angles d’inclinaison,

le réseau de vortex devient hexatic[85], c.a.d. avec un ordre orientationnel à longue dis-

tance mais avec un ordre positionnel seulement à courte distance, alors qu’à bas champs

et pour de petits angles, le réseau est de type liquide (liquidlike). Cet effet est similaire

à celui observé dans les cristaux liquides smectiques (lamellaire). Il est observé aussi dans

les supraconducteurs HTc, comme BSCCO[165], qui à hauts champs appliqués deviennent

hexatic.

Dans les mesures par neutrons (SANS)[74] il est observé que le réseau de vortex se

déforme quand on incline le champ appliqué, mais garde la même orientation par rapport

aux axes cristallographiques. Le réseau de vortex reste bloqué sur le réseau cristallin pour

toutes les orientations. En revanche, les mesures de STM ont montré que, pour des angles

supérieurs à 80◦ et des champs appliqués situés entre 500 G et 5 kG, le réseau de vortex

n’est plus bloqué sur la structure cristalline mais tourne vers la direction perpendiculaire

au plan formé par l’axe d’anisotropie c et la direction du champ.

Les trois techniques (décoration, STM, SANS) mènent à la conclusion que, le réseau de

vortex a la même orientation que le réseau atomique quand le champ est appliqué le long de

l’axe c. Pour des angles d’inclinaison pas trop importants, les vecteurs de maille du réseau

de vortex se trouvent sur une ellipse qui a une orientation fixée par la direction du champ

appliqué. L’ellipticité est déterminée par le rapport des masses effectives et est décrite par

le modèle de London pour les champs forts, tandis qu’à bas champs se comporte de manière

plus isotrope. Pour des angles d’inclinaison supérieurs à 80◦, des instabilités sont observées

accompagnées d’une reconstruction du réseau de vortex.

Pour comprendre les défauts qui peuvent apparâıtre dans un réseau de vortex, une

technique d’imagerie dans l’espace réel, comme l’imagerie à SQUID, est importante. L’étude

du réseau de vortex de NbSe2 nous permet d’établir un point de départ sûr d’un composé

dont la physique de vortex a déjà été largement étudiée.

Sr2RuO4 et NbSe2 ont des propriétés supraconductrices différentes. Sr2RuO4 a une

anisotropie plus grande, NbSe2 a une anisotropie modérée et ses propriétés magnétiques

peuvent être bien décrites par les théories phénoménologiques. Il est donc très important

de comparer les expériences dans Sr2RuO4 avec celles du supraconducteur conventionnel

NbSe2, pour mieux comprendre le comportement compliqué de Sr2RuO4.

2.3 Visualisation des vortex par µSQUID

Pour les expériences dans NbSe2, on a utilisé deux échantillons présentés dans la Fig. 2.2.

Le premier échantillon A (image a) a une forme presque circulaire avec un diamètre de 2,5

mm. Le deuxième échantillon B imagé a une forme hexagonale avec des axes de 3 mm et 2
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Fig. 2.2 – Les deux échantillons (A et B) de NbSe2 utilisés pour l’imagerie magnétique des
vortex.

Fig. 2.3 – Image des vortex individuels dans NbSe2 après ZFC et profil magnétique du
même vortex à trois températures différentes.

mm. Les deux échantillons ont la même épaisseur 100 µm.

2.3.1 Variation en température de la longueur de pénétration d’un vortex

En refroidissant l’échantillon B sans champ appliqué, on observe des vortex individuels

dans NbSe2. Il y a toujours un petit champ résiduel de 0,15 G qui fait qu’on observe des

vortex même sans appliquer de champ (Fig. 2.3). Comme les vortex sont bien espacés les

uns par rapport aux autres, on peut relever le profil magnétique d’un vortex et l’ajuster

avec une courbe théorique (formule 4.2) on peut ainsi accéder à une estimation pour la

longueur de pénétration. En variant la température, on peut déterminer la variation de la

longueur de pénétration.

En faisant les fits du vortex individuel pour les trois températures, on obtient les lon-

gueurs de pénétration λ=0,15 ±0, 05µm à 1,1 K, 0,2 ±0, 05µm à 6 K et 0,4 ±0, 05µm à 6,5

K. Cette variation de la longueur de pénétration ne peut pas être expliquée par le modèle

à deux fluides pour un supraconducteur avec un gap en couplage faible.
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Fig. 2.4 – Différents fits de la variation en température de la densité superfluide dans NbSe2.
Les trois points expérimentaux (cercles rouges) sont ajustés avec une courbe théorique avec
un seul gap de type BCS (carrés noirs) ou pour un gap de 15 K (triangles rouges). Des fits
avec deux gaps on été utilisés comme expliqué dans le texte.

La longueur de pénétration est directement reliée à la densité superfluide, ou au nombre

d’électrons formant le condensât superfluide (λ−2 ∼ns). La longueur de pénétration est

augmentée par la présence d’excitations thermiques. Dans le cas d’un supraconducteur avec

des excitations de basse énergie (multigap ou non conventionnel), ce sont ces excitations qui

réduisent ns. Dans l’approximation London avec un vitesse de Fermi constante, la densité

superfluide dans un supraconducteur anisotrope est donnée par :

ρ̂ = 1 + 2

∫ ∞

∆
dE

∂f(E)

∂E

E√
E2 − ∆2(T )

(2.1)

où ρ̂ = (λ(0)/λ(T ))2 est la densité superfluide normalisée avec celle à température zéro et

f(E) est la distribution de Fermi[35]. Pour un gap anisotrope dépendant de k, la connaissance

détaillée de la surface de Fermi est nécessaire, ainsi que la variation du gap. Une analyse

simplifiée est réalisée en observant qu’à basse température les excitations de basses énergies

sont dominées par le plus petit gap du système. Aux hautes températures, l’influence du

gap le plus grand devient plus importante. En général, la densité superfluide donnée par

l’equation 2.1 est calculée pour chaque feuille de la surface de Fermi et ensuite les différentes

composantes sont additionnées avec des facteurs pondérés : ρ̂ = xρ̂1 + (1 − x)ρ̂2 pour deux

gaps.

Dans la Fig. 2.4, les trois points expérimentaux sont comparés avec différentes courbes

théoriques qui tiennent compte de la présence d’un seul gap ou de deux gaps[182]. Les

valeurs choisies sont, dans le cas d’un seul gap, 1,76 kTc (BCS) et 15 K. Dans le cas de

deux gaps, le fits ont comme paramètres x=0,42 pour un petit gap de 6 K avec un grand
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Fig. 2.5 – Images magnétiques des vortex dans NbSe2 quand l’échantillon est FC sous (a)1
G et (b)1,45 G. La dimension des images est de 62 µm × 30 µm et la température est de 5
K.

gap de 11K (triangles verts) et x=0,4 pour un petit gap de 7,5 K avec un grand gap de

15 K. On observe que les meilleurs fits sont réalisés avec un gap de 15 K, pour le cas d’un

seul gap, et dans le cas de deux gaps avec les valeurs de 15 K et 7,5 K. Ces valeurs des

gaps sont en concordance avec les valeurs obtenus par STM[96]. Cependant ces fits ne sont

pas satisfaisants (3 points) et les meilleurs fits dans la littérature sont obtenus avec une

distribution des gaps[183], dans NbSe2 la variation des gaps sur la surface de Fermi n’étant

pas aussi bien séparée que dans MgB2.

2.3.2 Pénétration des vortex dans l’échantillon A

Dans la grande majorité des expériences effectuées, l’échantillon est refroidi sous champ

appliqué (FC). Les images obtenues dans l’échantillon A sont présentées dans la Fig. 2.5.

On observe que les vortex sont bien espacés les uns des autres et ne forment pas un réseau

de vortex, comme les vortex se trouvent à une distance plus grande que λ. Le nombre de

vortex dans chaque image est en accord avec le nombre de vortex qu’on doit avoir à partir

de la condition de quantification. Dans l’image (b) un défaut est observé (partie gauche),

peut être une marche dans l’échantillon.

Pour observer si la structure de type châıne de vortex se forme, on incline le champ

appliqué par rapport à l’axe c. Ces images sont présentées dans la Fig. 2.6 pour 3 angles

d’inclinaison ϕ de 30◦, 50◦ et 70◦. On n’observe aucune structure ressemblant aux châınes

de vortex, en accord avec les mesures de STM. Si on définit B̃ comme la densité moyenne

des vortex mesurés dans une image multipliée par le quantum de flux nφ0, et si on trace

cette quantité normalisée par le champ appliqué B0 en fonction de l’angle d’inclinaison, on

retrouve une dépendance simple B̃=B0cosϕ. Donc la composante du champ parallèle à l’axe

c de l’échantillon B0cosϕ forme les structures que l’on voit. En anticipant, nous faisons la

remarque que la même composante du champ appliqué forme les structures à bas champs

inclinés dans Sr2RuO4.

En augmentant la température, on observe que les vortex restent piégés jusqu’à une

température de 6,8 K, le depiégeage commence vers une température de 6,85 K, les vortex

devenant plus mobiles. Aux plus hautes températures, la résolution du SQUID est moins

bonne pour pouvoir séparer les vortex.
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Fig. 2.6 – Variation des vortex dans l’échantillon quand le champ appliqué de 1.87G est
incliné par rapport à l’axe c de : (a)0◦, (b)30◦, (c)50◦ et (d)70◦. La dimension des images
est de 62 µm × 30 µm et la température est de 5 K.

2.3.3 Observation d’un réseau hexagonal

Plusieurs domaines ordonnés de vortex avec des orientations aléatoires entre eux sont

observés à faible champ appliqué. Quand on augmente le champ appliqué, les dimensions

des grains augmentent et le réseau de vortex commence à devenir ordonné (Fig. 2.7). Dans

l’image (e), pour un champ appliqué de 4,5 G, le réseau de vortex est hexagonal. Pour

pouvoir étudier le degré d’ordre, il est nécessaire d’analyser l’image. Les positions des vortex

sont trouvées par une méthode numérique, ρ(−→r , t) =

N(t)∑

j=1

δ(r− rj(t)) et les transformées de

Fourier 2D F(
−→
k ), dans l’espace réciproque peuvent ainsi être calculées. Ensuite, le facteur

de structure est calculé :

S(
−→
k ) =

F (
−→
k )F (

−→−k)∫
ρ(r)dr

(2.2)

qui est la même fonction mesuré dans les expériences de diffraction de neutrons sur

un réseau de vortex. Les vecteurs du réseau réciproque sont ainsi déterminés comme les

maxima de l’intensité dans le spectre Fourier. L’inversion dans l’espace Fourier du facteur

de structure donne la fonction d’autocorrélation :

G(−→r ) =< ρ(−→r i)ρ(−→r i + −→rj ) >=< ρ(r) >

∫
ei
−→
k −→r S(

−→
k )d

−→
k (2.3)

qui représente la probabilité de trouver un autre point à une certaine distance d’un point

de référence aléatoire dans le réseau (autocorrélation spatiale). Pour des réseaux périodiques,

la fonction d’autocorrélation oscille près de l’origine et s’approche de la densité moyenne

des points pour des grandes distances. Une fonction directement liée est la fonction de

corrélation des paires g(r). Elle représente la probabilité de trouver le centre d’une particule
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Fig. 2.7 – Dependence du réseau de vortex du champ magnétique appliqué (échantillon B).
Le champ magnétique est de : (a)3,79 G, (c)4 G et (e)4,5 G. Les images sont prises à une
température de 1,1 K après FC et ont une dimension de 31 µm × 15 µm. À droite de chaque
image, la fonction d’autocorrélation est présentée.

à une distance donnée du centre d’une autre particule. La fonction de corrélation des paires

est facilement trouvée à partir de la fonction d’autocorrélation en la normalisant par le

nombre total de particules. Ainsi à de grandes distances elle tend vers 1, la probabilité

uniforme.

Un exemple de fonction de corrélation des paires est présenté dans la Fig. 2.8 pour le

cas d’un réseau hexagonal formé après avoir refroidi l’échantillon à 5 G FC. On observe

que la fonction de corrélation décrôıt très rapidement de façon exponentielle. La longueur

de décroissance caractéristique peut être extraite, qui représente la longueur sur laquelle

l’ordre translationnel est perdu. Pour notre cas, cette distance correspond à 5 constantes

du réseau.

Dans la Fig. 2.7, les fonctions d’autocorrélation sont calculées pour les images de gauche

qui correspondent à trois champs différents. On observe que, pour un champ de 3,79 G,

la fonction d’autocorrélation a une forme circulaire près du centre, qui exprime un déficit

d’ordre orientationnel dans le réseau. À 4 G, un réseau hexagonal apparâıt qui est main-

tenant évident dans le panel (d). En continuant à augmenter le champ à 4,5 G, le réseau

hexagonal tourne de 30◦ par rapport au cas d’avant, ainsi le réseau de vortex n’est pas fixé

sur le réseau cristallin mais peut avoir d’autres directions. On observe aussi que la taille

de grains de vortex augmente avec le champ appliqué. Les mesures de STM et SANS, qui

sont effectuées aux plus hauts champs ont observé un ’locking’ du réseau de vortex avec
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Fig. 2.8 – La fonction de corrélation des paires pour l’image de 5G FC. La courbe est un
ajustement exponentiel. À des grandes distances elle tend vers la probabilité uniforme.

les axes cristallins. Les mesures de décoration, qui sont effectuées aux bas champs (comme

les mesures de SQUID), ont observé ce verrouillage du réseau avec le champ appliqué, mais

pas de changement d’orientation du réseau ordonné comme observé ici.

2.3.4 Analyse quantitative des images

Le réseau de vortex à bas champ appliqué, est loin d’être un parfait réseau d’Abrikosov,

dû aux inhomogénéités dans le matériau. Comme la microscopie à SQUID mesure la distri-

bution des vortex à la surface du matériau, le déplacement des vortex par rapport à leurs

positions d’équilibre peut être calculé. Pour déterminer, à partir des images obtenues, les

distorsions du réseau, on doit déterminer les positions des vortex. L’identification est faite à

partir d’un programme (IDL de la société RSI), qui trouve les régions d’une taille spécifiée

avec une luminosité maximale et un seuil pour l’image originale. Les centres des régions

représentent les positions des vortex. Les positions sont déterminées avec cet algorithme

avec une précision supérieure à 95%. Pour l’image (c) de la Fig. 2.7, on trouve 95 vortex en

accord avec la condition de quantification des vortex, pour un champ de 4 G on doit avoir

90 vortex.

Le réseau de vortex présente différents types de défauts, mais peut aussi, aux hautes

températures, se fondre ou s’entremêler. Dans un réseau hexagonal, chaque vortex a 6 voisins

les plus proches, le nombre de coordination est 6. Dans les analyses des images, les défauts

sont considérés tous les points ayant un nombre de coordination différent de 6. La technique

la plus utilisée est la triangulation Delaunay à partir des régions de Voronoi. Avec cette

technique on peut reconstruire une surface 2D si on dispose de suffisamment de points sur

cette surface. La région de Voronoi d’un vortex donné est le lieu géométrique de tous les

points les plus près de ce vortex (et non des autres). D’abord on cherche les plus proches

voisins et on trace une ligne perpendiculaire au point de milieu de la ligne de connexion entre
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eux. La cellule la plus petite délimitée par ces lignes perpendiculaires forme un diagramme

de Voronoi (construction similaire à la cellule Wigner-Seitz dans la physique du solide).

La triangulation Delaunay relie les régions Voronoi adjacentes et maximise la compacité

des triangles. Chaque vortex est relié à ses plus proches voisins après la triangulation. Les

défauts dans le réseau peuvent être identifiés simplement, en cherchant les vortex ayant une

coordination différente de 6.

Quand les positions des vortex sont déterminées, deux fonctions importantes peuvent

être calculées. Les deux fonctions ont été introduites par D. Nelson[85, 167] dans la théorie de

la fusion (melting) pour les systèmes 2D. Ces deux fonctions sont la fonction de corrélation

de translation et la fonction de corrélation d’orientation. Le facteur de structure pour un

réseau régulier a des pics de Bragg (fonction δ) à chaque vecteur du réseau réciproque. La

fonction de corrélation de translation est définie par :

C−→
G

(−→r ) =
1

N(r)
〈ρ−→

G
(−→r )ρ∗−→

G
(0)〉 (2.4)

où ρG(r) = ei
−→
G−→r est le paramètre d’ordre translationel,

−→
G est un vecteur du réseau

réciproque et N(r) est le nombre de paires séparées par une distance r. La moyenne est prise

sur toute l’image. Dans un réseau parfait, pour chaque vecteur de translation du réseau

rij=ri-rj on a Glrij=2πnδ, avec n entier, ainsi C−→
G

(−→r ij) = ei2πn = 1. Quand le réseau a des

défauts, la corrélation translationnelle est inférieure à 1 et C−→
G

(−→r ) représente la perte de

symétrie de translation du réseau avec la distance. Si les déplacements des points du réseau

par rapport à l’équilibre sont totalement aléatoires, la fonction de corrélation de translation

ne décrôıt pas et reste une constante inférieure à 1.

Une autre fonction importante est la fonction de corrélation orientationnelle. Si on

considère que tous les points dans le réseau sont reliés par des lignes, on peut associer

à chaque ligne d’un point ri un angle θi fait avec un axe de référence fixe arbitraire. On

peut définir maintenant un paramètre d’ordre pour les orientations ψ(−→r ), qui pour les

réseaux triangulaires a la forme 1
n

n∑

i=1

e6iθ(−→ri ), avec n représentant les plus proches voisins.

La fonction de corrélation est définie comme :

C(−→r ) =
1

N(r)
〈ψ(−→r )ψ∗(0)〉 (2.5)

Pour un réseau parfait, on obtient ψ6(ri) = 1
n

n∑

j=1

ei6(θ+jπ/3) = ei6θ = const, ainsi la

fonction de corrélation C6(r)=1. La fonction de corrélation orientationnelle mesure la perte

de l’ordre orientationnelle dans le réseau. Ces deux fonctions de corrélation donnent une

information directe sur les paramètres macroscopiques comme le piégeage.

Dans un ’cristal’, les ordres de translation et d’orientation sont à longue portée, révélés

par des pics bien définis aux positions des vecteurs réciproques dans le facteur de structure.

Dans le cas d’un ’liquide’, les ordres translationnel et orientationnel sont à courte distance,
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Fig. 2.9 – Images du réseau hexagonal dans NbSe2 pour un champ appliqué de (a)4,5 G FC
et (b)5 G FC. À droite de chaque image la triangulation Delaunay des vortex est présentée,
avec les zones qui contiennent des défauts du réseau montrées en noir. La dimension des
images est de 62 µm × 30 µm et la température est de 1,1 K.

les pics dans le facteur de structure ne sont plus distincts (on observe un cercle comme

dans la Fig. 2.7(b)). Dans le cas 2D, le solide peut fondre dans un liquide à travers deux

transitions de phase, en passant par une phase intermédiaire appelée hexatique[85, 167].

Cette nouvelle phase, présente un ordre translationnel à courte distance (la fonction de

corrélation translationnelle décrôıt exponentiellement) mais garde un ordre orientationnel

(décroissance en loi de puissance) avec une modulation d’ordre 6 dans le facteur de structure.

Dans le cas 3D, la transition entre les phases peut être plus compliquée, un état de vortex

entremêlés (entangled) peut se former.

Dans la Fig. 2.9, à droite de chaque image prise par le SQUID, une triangulation De-

launay est montrée qui consiste de ∼ 400 points. Chaque vortex représenté par un point est

lié à ses plus proches voisins. Les zones les plus proches de chaque vortex n’ayant pas une

coordination 6, sont teintées en noir pour révéler la position des défauts.

Les défauts 2D les plus usuels sont les dislocations, ou des paires de vortex avec une

coordination de 5 ou 7, des interstitiels qui sont des points avec une coordination de 4 avec

une paire de voisins de coordination 7 ou des lacunes qui apparaissent comme des points

avec une coordination 8 avec 2 voisins de coordination 5. On observe que les dislocations

sont les plus nombreuses dans nos images avec quelques lacunes et interstitiels. De plus,

vers la moitié de l’image (indiqué par la flèche), on observe une grande zone de défauts qui

sont les extrémités de grains.

Les extrémités de grains (grain boundaries) apparaissent dans NbSe2 à bas champs, parce

que le couplage avec le réseau cristallin reste assez faible et ne brise pas la dégénérescence

d’orientation du réseau. Ainsi le réseau de vortex nuclée avec orientations différentes à des



35

Fig. 2.10 – Distribution radiale (a) et angulaire (b) pour l’image c de la Fig. 2.7. La fonction
de corrélation de translation décrôıt en suivant une loi de puissance (représentée par la ligne
dans le panel a). La distributions angulaire présent 6 pics correspondant aux plus proches
voisins. Autour de 180◦ un pic supplémentaire apparâıt dû au changement d’orientation du
réseau (dislocation).

endroits différents, et les extrémités de grains se forment la ou ces zones se rencontrent. Une

manière d’éliminer les extrémités de grain est de briser cette dégénérescence de rotation en

appliquant un champ incliné[23].

Pour les supraconducteurs de type II, les fluctuations thermiques ont un effet important

dans le diagramme de phase B-T. Un solide peut fondre dans un liquide, la position de

la ligne de fusion (melting) va dépendre des propriétés élastiques et des autres paramètres

du matériau. Le critère le plus simple proposé est celui de Lindemann, qui compare la

moyenne carrée de l’amplitude des vibrations thermiques au paramètre du réseau a0. Les

déplacements thermiques produisent des déformations de cisaillement, d’inclinaison et de

compression du réseau de vortex. Avec les fluctuations thermiques, un rôle important pour

la détermination de la phase d’équilibre est joué par le piégeage. À basse température, le

piégeage devient plus fort, ainsi le réseau de vortex gèle dans une certain configuration,

de type solide ou liquide, en fonction du point de trempe (’quenching’). À ce point, le

mouvement thermique n’est plus important.

Pour le NbSe2, la structure ordonné (cristalline) dans les grains laisse penser que celle

ci est la vraie configuration d’équilibre. Cette structure en grain apparâıt peut être à cause

du piégeage, les grains gèlent au point de quenching dans la configuration observée.

Le type de structure peut être examiné par les corrélations entre les positions des vortex

et l’ordre orientationnel. Pour une phase hexatique, la fonction C6(r) décrôıt algébriquement

(loi de puissance ∼ r−η) jusqu’à une valeur différente de zéro, tandis que la fonction de

translation CG(r) décrôıt exponentiellement à 0. Dans la phase liquide, les deux fonctions

diminuent de façon exponentielle (∼ e−r/ξ) et, dans la phase solide, la décroissance est

algébrique.

Dans la Fig. 2.10, les distributions radiale et angulaire de l’image à 4 G (Fig. 2.7c) sont

présentées. On observe que la fonction de corrélation de translation décrôıt de manière rapide
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Fig. 2.11 – Transformées de Fourier pour 2 images quand le champ appliqué a une compo-
sante normale fixe de 5G et est tourné par rapport à l’axe c de : (a)30◦ et (b)70◦. La FFT
dans l’image (a) est un hexagone qui peut être circonscrit dans un cercle tandis que dans
l’image (b) elle a la forme d’une ellipse (Γ).

et peut être ajustée avec une loi de puissance r−η (phase solide). L’exposant η=0,62±0,03

est trouvé pour cette courbe.

La distribution angulaire représente un profil moyen, chaque point étant une moyenne

des points qui constituent une ligne, qui part radialement du centre de l’image. Les 6 pics

observés dans l’image (b) correspondent aux directions où on trouve le plus des vortex

(réseau hexagonal). Comme le réseau change d’orientation près de la dislocation, un petit

pic apparâıt vers 180◦. Ce retournement du réseau est observé dans l’autocorrélation de

l’image (Fig. 2.7d), à des distances supérieures à 3a0 (a0 = constante du réseau) des pics

apparaissent à d’autres angles.

2.3.5 Observation des vortex pour des champs inclinés

Quand le champ magnétique est tourné par rapport à l’axe c, le réseau de vortex se

déforme, mais il maintient son orientation. Dans la Fig. 2.11, deux transformées de Fourier

(FFT) sont présentées pour deux angles d’inclinaison différente. Le champ est appliqué de

telle façon que la composante normale du champ est constante à 5 G. Les 2 FFT sont

pour un angle d’inclinaison de 30◦ et de 70◦. Ce type de FFT est analogue aux analyses

habituellement utilisées pour les expériences de diffraction des neutrons (SANS). Pour un

champ parallèle à l’axe c, la FFT est un hexagone avec 6 pics plus intenses, les pics se situant

sur un cercle. Quand on incline le champ, la structure doit se déformer et cette deformation

se révèle dans la FFT par une distorsion de l’hexagone. Pour la FFT de l’image quand

l’échantillon a été refroidi avec un champ incliné à 30◦, l’orientation de l’hexagone reste la

même, comme pour le cas où le champ est parallèle à l’axe c ; ainsi, l’orientation du réseau

de vortex reste fixe par rapport aux axes cristallographiques. On observe également qu’à

30◦ les 6 pics sont toujours observables mais sont plus larges. Contrairement aux mesures

de décoration Bitter[23], en inclinant le champ on n’observe pas d’augmentation de l’ordre

orientationnel. Pour un angle de 70◦, la FFT devient plus elliptique mais les pics sont de

moins en moins visibles, devenant un anneau.

Normalement, à partir des théories de London et Ginzburg Landau, on s’attend à ce
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Fig. 2.12 – (a)La variation de la fonction de corrélation de translation pour différents angles
quand la composante normale du champ appliqué est de 6 G. La décroissance suit une loi de
puissance. (b)Distribution angulaire quand le champ appliqué est tourné de 70◦. Les deux
grands pics sont observés, correspondent aux plus proches voisins.

que des châınes de vortex apparaissent. L’anisotropie de NbSe2 est de γ=3,3. Des châınes

de vortex sont trouvées dans YBCO qui a une anisotropie deux fois plus grande que NbSe2.

À partir de la distorsion de l’ellipse (visible dans la FFT, Fig. 2.11) on peut remonter à

l’anisotropie de NbSe2. Le rapport des semiaxes de l’ellipse Γ est donné par[34] :

Γ = (1 +
1

γ2
· tan2ϕ)1/4cos1/2ϕ (2.6)

où ϕ est l’angle d’inclinaison. On retrouve dans notre cas, à un angle de 70◦, une aniso-

tropie de γ2=5,79 deux fois plus petite que celle retrouvée dans les mesures de SANS[74] et

par STM[95]. Par contre, nos résultats sont en accord avec ceux trouvés dans les expériences

de décoration Bitter. En effet, dans les mesures par STM, en augmentant le champ appliqué,

l’anisotropie augmente. Pour des bas champs, l’anisotropie mesurée est toujours plus petite

que celle réelle. Une possibilité est que les termes de surface qui sont ignorés dans la théorie

de London jouent un rôle important dans le cas de NbSe2. Ainsi, les termes de surface

favoriseraient l’orientation observée.

Nous avons entrepris des mesures en maintenant la composante normale du champ

appliqué constante à 6 Gauss pour plusieurs angles d’inclinaison. Les fonctions de corrélation

sont montrées dans la Fig. 2.12(a). On observe que la décroissance est toujours de type r−η,

avec un η qui augmente de 0,64 jusqu’à 0,70 (à 50◦) mais qui décrôıt à 0,55 pour un angle

de 70◦ et augmente de nouveau à 80◦. La corrélation augmente pour un angle de 70◦ pour

diminuer de nouveau à des angles plus importants. Comme la fonction de correlation de

translation décrôıt en loi de puissance, la phase qui apparâıt n’est pas haxatique (ou on

s’attend à une décroissance exponentielle).

Une surstructure est observable pour des angles supérieurs à 70◦ du type 2×1 comme
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celle observée par STM. Les plus proches voisins sont situés très près de la direction per-

pendiculaire à la direction de l’inclinaison du champ, fait observable dans la distribution

angulaire présentée dans le panel b de la Fig. 2.12 pour un angle de 70◦. On observe 2

grandes pics dans l’image, correspondant aux plus proches voisins (en nombre de 2). Quand

l’angle est augmenté, la structure devient plus compliquée. Les mesures par STM on montré

une surstructure de type 3×1 qui n’apparâıt pas dans nos images. La raison réside probable-

ment dans le fait qu’on travaille à bas champs, au moins 100 fois plus faibles que l’imagerie

STM (champs > 500 G). Il est probable que les surstructures deviennent plus visibles quand

les interactions inter vortex sont plus fortes.

2.4 Conclusion

Le réseau de vortex a été imagé dans le supraconducteur conventionnel NbSe2. Il consti-

tue un bonne référence de comparaison entre ses états de vortex et ceux de Sr2RuO4 et de

UPt3.

• Un réseau hexagonal est observé dans NbSe2 pour des champs appliqués le long de

l’axe c. Les vortex s’arrangent en grains, la taille des grains augmentant avec le champ.

Une rotation de 30◦ du réseau de vortex hexagonal est observée en augmentant le

champ (de 4 G à 4,5 G). Nous avons pu observer ce phénomène à suffisamment bas

champ, cette rotation n’étant pas observée dans d’autres expériences. Pour des hauts

champs, le réseau de vortex est ’verrouillé’ dans la direction des axes cristallogra-

phiques.

• Pour des champs magnétiques inclinés par rapport à l’axe c, aucune châıne de vortex

ne se forme dans NbSe2, contrairement aux théories anisotropes de London. L’aniso-

tropie de NbSe2 est faible et 7 fois plus petite que celle du Sr2RuO4, ainsi la surface

et l’anisotropie dans le plan ab peuvent jouer un rôle important.

• Des surstructures sont observées pour des champs appliqués près des plans ab, mais

pas d’amélioration de l’ordre orientationnel avec l’inclinaison du champ.

• Les grains de vortex ont une structure cristalline, aucune phase hexatique n’étant

observée contrairement aux expériences de décoration Bitter.



Chapitre 3

Brisure de symétrie dans les

supraconducteurs non

conventionnels

La symétrie est devenue un principe majeur de la physique du 20ème siècle. En général

un système physique est constitué d’un nombre fini ou infini de degrés de liberté qui inter-

agissent ou pas. La dynamique est décrite par un ensemble d’équations d’évolution, obtenues

en variant l’action avec les différents degrés de liberté. Une symétrie correspond alors à un

groupe de transformations dans les coordonnées espace-temps et/ou dans les degrés de li-

berté qui laisse l’action inchangée[56]. L’utilisation des symétries a été étendue de manière

significative par l’observation du fait que la symétrie de l’action n’est pas automatique-

ment la symétrie de l’état fondamental du système physique. Si l’action est invariable pour

un groupe de symétrie G et l’état fondamental pour un sousgroupe H du G, le groupe de

symétrie G serait brisé spontanément à H (broken down to H).

La supraconductivité est la manifestation d’une symétrie brisée dans la nature. Le groupe

de symétrie de la matrice de densité du système (de la fonction d’onde) H est plus bas que

le groupe G du hamiltonien. La symétrie globale de jauge est brisée à la transition de phase

supraconductrice, ayant comme effet l’expulsion du flux Meissner, la quantification du flux

(les courants persistants) et l’effet Josephson. Sans cette brisure de symétrie seul l’état de

zéro résistance peut apparâıtre. Au dessous de Tc, la fonction d’onde du système développe

spontanément une phase définie φ qui peut être traitée comme une variable thermodyna-

mique. La phase dans la mécanique quantique n’est pas une observable physique[50, 8].

Au dessous du Tc, une rigidité de la phase ou la cohérence quantique macroscopique est

observée qui a comme résultat les effets Meissner et Josephson. Dans les supraconducteurs

conventionnels ’s-wave’ seule la symétrie globale de jauge est brisée. Si l’appariement n’est

pas conventionnel, d’autres symétries en dessous de la transition sont brisées (i.e. invariance

à la rotation, translation, rotations des spins ou renversement du temps). Une classification

des états possibles des paires de Cooper a été développée par beaucoup de groupes au

début pour 3He[189] et ensuite élargie pour toutes les structures cristallines (tétragonale,

39
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orthorhombique...) avec la découverte des matériaux à fermions lourds[175, 225]. Cette clas-

sification est très générale et dépend seulement de la transition de phase de deuxième ordre,

étant complètement indépendante du mécanisme microscopique de la supraconductivité ou

des détails des états électroniques et de la surface de Fermi.

Comme la transition supraconductrice brise spontanément une symétrie, on peut intro-

duire un paramètre d’ordre supraconducteur qui est zéro dans la phase normale et non zéro

dans la phase supraconductrice. Dans la théorie microscopique BCS (Bardeen, Cooper et

Schriffer)[12], le paramètre d’ordre peut être défini à travers la fonction de gap (la fonction

d’onde d’appariement) △(
−→
k ) :

∆α,β(
−→
k ) =

∑

−→
k′ ,α′,β′

Vβ,α,α′,β′(
−→
k ,

−→
k′ )〈a−→

k′α′
a−→

k β′
〉 (3.1)

où V est l’énergie potentielle d’interaction entre électrons, a−→
k α

sont les opérateurs usuels

d’annihilation de la seconde quantification et 〈〉 représente la valeur quantique attendue.

La nature antisymétrique des fermions nécessite que la fonction d’onde ait la symétrie

∆(
−→
k ) = −∆T (−−→

k ). Donc, pour l’appariement singlet, la fonction d’onde est décrite par

une fonction singulet paire ψ(
−→
k )[138] :

∆(
−→
k ) = iσyψ(

−→
k ) =

(
0 ψ(

−→
k )

−ψ(
−→
k ) 0

)
(3.2)

Pour l’appariement triplet de spin la fonction d’onde peut être écrite sous la forme d’une

matrice dans l’espace des spins :

∆ = g1(k) |↑↑> +g2(k)(|↑↓> + |↓↑>) + g3(k) |↓↓>=

(
g1(k) g2(k)
g2(k) g3(k)

)
(3.3)

où les valeurs propres de l’opérateur Sz avec les projections +1, 0, -1 ont la forme :

|↑↑>=

(
1 0
0 0

)
, |↑↓> + |↓↑>=

(
0 1
1 0

)
, |↓↓>=

(
0 0
0 1

)
(3.4)

On peut aussi écrire la fonction d’onde en utilisant la base des matrices symétriques de

Pauli iσσy = (iσxσy, iσyσy, iσzσy). La fonction d’onde des paires de Cooper a la forme :

∆(
−→
k ) = i(

−→
d (

−→
k ) · σ)σy =

(
−dx + idy dz

dz dx + idy

)
(3.5)

Les composants du vector
−→
d peuvent être exprimés linéairement via les amplitudes

gα(k) : g1(k)=-dx+idy, g2(k)=dz, g3(k)=dx+idy.

À cause du principe de Pauli la partie orbitale de la fonction d’onde avec spin total S=1

doit être impaire, i.e. le nombre orbital quantique prend des valeurs l=1,3,... On parle alors
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d’appariement de Cooper de type p, f (p-wave, f-wave) dans un système continu. Les ampli-

tudes gα(k) et le vecteur
−→
d (

−→
k ) doivent être des fonctions impaires du moment

−→
k . L’appa-

riement triplet est réalisé dans l’3He superfluide (bosonisation atomique-l’appariement des

spins nucléaires atomiques). Longtemps cherché dans les supraconducteurs, l’état triplet

apparâıt très probablement dans les supraconducteurs à fermions lourds UPt3 et URhGe,

et dans le supraconducteur Sr2RuO4.

Le système électronique total a un groupe de symétrie G ×U(1) × T, avec G le groupe

ponctuel cristallin, U(1) le group de la symétrie de gauge et T la symétrie par rapport au ren-

versement du temps. Alors la fonction du gap peut être développée dans les représentations

irréductibles du groupe de symétrie. Elle peut être écrite dans une base de fonctions de ces

représentations comme[199] :

∆(
−→
k ) =

∑

m,Γ

η(Γ,m)∆(Γ,m;
−→
k ) (3.6)

où Γ est la représentation irréductible et m la dimension de la représentation. En prin-

cipe, plusieurs représentations peuvent être mélangées, mais habituellement une représenta-

tion a la plus haute température critique Tc et domine les autres. Les quantités η(Γ,m)

sont des paramètres d’ordre dépendant de l’espace et ils se transforment sous la symétrie

du group comme des coordonnées par rapport à la base de fonctions ∆(Γ,m;
−→
k ).

Du point de vue phénoménologique, la densité d’énergie libre du système supraconduc-

teur peut être développée près de Tc en puissances du paramètre d’ordre. Ce développement

appelé Ginzburg-Landau consiste en plus bas termes du paramètre d’ordre et de gradients

qui sont invariants par rapport au groupe de symétrie total. La densité d’énergie est écrite

pour un supraconducteur conventionnel ayant un paramètre d’ordre η dans des unités adi-

mensionnelles :

F = −|η|2 + |η|4 + |Dη|2 + B2 (3.7)

où D = -i
−→∇ − −→

A . En minimisant la densité d’énergie libre par rapport au paramètre

d’ordre et du potentiel vecteur avec les conditions aux limites, on obtient la structure spatiale

du paramètre d’ordre et des champs.

Le paramètre d’ordre supraconducteur ne peut pas être observé directement. Cependant,

il existe certains expériences dans lesquelles le paramètre d’ordre se manifeste indirectement.

Parois de domaines et brisure de la symétrie par rapport au renversement

du temps

Les supraconducteurs conventionnels sont bien décrits par la théorie BCS, les paires

de Cooper sont formées par l’attraction électron-phonon. Les électrons s’apparient dans la

phase supraconductrice avec la fonction d’onde la plus symétrique possible, i.e. l’orbital de

type s et en spin singlet. Ce type de symétrie exige une symétrie par rapport au renversement
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du temps parce que les paires d’électrons ont besoin d’être dans des états dégénérés avec des

moments et des spins opposés (∆α,β(
−→
k ) = −∆β,α(−−→

k )). La situation est plus complexe

pour les supraconducteurs non conventionnels qui ont des paires de Cooper de symétrie plus

basse[196]. La symétrie par rapport au renversement du temps T(t→-t) est définie par :

Tψ(
−→
k ) = ψ∗(

−→
k ), T

−→
d (

−→
k ) =

−→
d ∗(

−→
k ) (3.8)

Cette symétrie est brisée si les états après l’opération sont différents des états originaux,

i.e. ψ(
−→
k ) 6= ψ∗(

−→
k ) et

−→
d (

−→
k ) 6= −→

d ∗(
−→
k ). Pour les supraconducteurs avec un appariement

triplet le vecteur
−→
d (

−→
k ) est un vecteur complex tridimensionnel qui dépend du moment

relatif
−→
k pour une paire de Cooper. La dimensionnalité du vecteur d caractérise le nombre

de composants du paramètre d’ordre. Ainsi, la supraconductivité avec plusieurs composants

a un vector d multidimensionnel quand la multiplicité du paramètre d’ordre est due au spin.

Cette multiplicité peut également venir de la partie orbitale quand le paramètre d’ordre

appartient à une représentation multidimensionnelle. Si les composants du vecteur d sont

des nombres complexes, on parle d’un état non-unitaire ou un moment spontané ∼ −→
d (

−→
k )×

−→
d ∗(

−→
k ) est induit et brise la symétrie par rapport au renversement du temps. Même quand

le composant du vecteur d est égal à l’unité (qui appartient à l’état unitaire), la symétrie par

rapport à T peut être brisée, faisant de ce composant un nombre complex. Ceci correspond

a une représentation multidimensionnelle. Ainsi il existe 2 possibilités de supraconductivité

chirale qui brisent la symétrie T, venant soit de la partie de spin de la paire de Cooper

(le cas non-unitaire), soit de la partie orbitale (cas unitaire). La symétrie T peut aussi être

brisée localement (à la surface, autour des défauts)[41].

La manifestation la plus importante de la brisure de symétrie T est donc la présence

de champs magnétiques locaux spontanés aux bords, parois de domaines et autour des

impuretés. Ces champs peuvent être détectés avec des muons polarisés dans une expérience

µSR.

Dans les supraconducteurs non conventionnels qui brisent la symétrie T, la phase supra-

conductrice est dégénérée. Ces états dégénérés peuvent apparâıtre comme domaines dans le

supraconducteur, séparés par des parois de domaines qui sont des structures topologiques

du paramètre d’ordre. Les parois des domaines dans les supraconducteurs qui brisent T ont

des propriétés magnétiques uniques et possèdent des états liés de quasiparticules. La paroi

de domaine est accompagnée par une légère suppression locale du paramètre d’ordre ayant

la tendance à piéger les vortex. Dans ce cas, le piégeage est faible. Dans certains cas, les

parois de domaines peuvent piéger des vortex avec un flux magnétique qui est une fraction

arbitraire du quantum de flux. Un vortex normal placé sur une paroi de domaine peut se

désintégrer dans deux vortex fractionnaires. Ces vortex fractionnaires sont piégés sur la pa-

roi de domaine et repoussent d’autres vortex, ainsi la paroi de domaine se comporte comme

une barrière[197]. Ce type de piégeage intrinsèque est créé par l’état supraconducteur et

il est différent du piégeage extrinsèque dû aux défauts matériels. Ces parois de domaines
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peuvent être elles-mêmes piégées sur des défauts, réduisant ainsi leur mobilité.

La structure de parois de domaines a été étudiée premièrement dans l’3He-A, où une

structure appelée feuille de vortex (vortex sheet) apparâıt. Une vortex sheet consiste d’une

structure de type paroi de domaine, une feuille de soliton, qui sépare des régions avec

orientations opposées du vecteur l̂[224]. Dans cette feuille, des vortex Mermin-Ho avec N=1

sont confinés, formant une châıne. Un exemple analogue sont les lignes Bloch dans une paroi

Bloch d’un matériau ferromagnétique. Dans un supraconducteur, les vortex sont piégés dans

une paroi de domaine qui sépare deux domaines avec orientations opposées du vecteur l̂.

Mais la différence est que, des vortex singuliers sont piégés avec un nombre quantique

fractionnaire N=1/2. Si beaucoup de vortex fractionnaires sont piégés, ils forment alors une

vortex sheet. Une structure de type vortex sheet peut apparâıtre aussi dynamiquement dans

les supraconducteurs quand elle n’est pas stable topologiquement. Cette phase correspond à

la phase smectique (smectic) dans l’écoulement des vortex proposé dans le supraconducteur

conventionnel NbSe2[176].

Les domaines sont supposés nucléer aléatoirement à la transition supraconductrice s’il

n’y a pas de polarisation pour un type de domaine. Si l’état supraconducteur brise T, un

champ magnétique extérieur peut fournir une telle polarisation. Quand le supraconducteur

est refroidi sous un champ magnétique l’apparition d’un type de domaine sera favorisée,

réduisant ainsi leur nombre. Dans le cas de refroidissement sous zéro champ on doit avoir

un nombre plus grand de domaines. Une différence claire doit exister entre les deux cas. La

magnitude du courant critique Jc n’est pas influencée par l’effet de barrière des parois de

domaines, mais par des effets de piégeage dûs aux impuretés.

La découverte d’un quantum de flux fractionnaire ou du piégeage des vortex par les

parois de domaine peut être une verification expérimentale directe d’une supraconductivité

brisant la symétrie par rapport au renversement du temps.



Chapitre 4

Vortex dans Sr2RuO4

Dans les années récentes, des expériences dans plusieurs matériaux ont suggéré la présence

de la supraconductivité de type p, ouvrant de nouvelles opportunités pour la compréhension

de la supraconductivité non conventionnelle dans les systèmes d’électrons fortement corrélées.

L’acceptation générale d’un matériau comme supraconducteur de type p nécessite encore

un grand effort expérimental et théorique pour obtenir une image consistante.

4.1 Introduction

Sr2RuO4 a des grandes similitudes structurales avec les supraconducteurs HTc. Comme

la supraconductivité triplet de spin a été suggérée théoriquement, la supraconductivité dans

Sr2RuO4 a été l’objet d’un grand intérêt, même si la température de transition supracon-

ductrice est basse Tc=1.5 K[148]. La simplicité de la surface de Fermi dans Sr2RuO4 joue un

rôle important pour comprendre le mécanisme de la supraconductivité non conventionnelle

en détail.

Dans ce chapitre, on présent les premières images de vortex dans le supraconducteur non

conventionnel Sr2RuO4. Avec une microscope à µSQUID on a obtenu les premières images

dans l’espace réel des vortex dans Sr2RuO4. Des vortex individuels sont observés à bas

champ, et en augmentant le champ les vortex coalescent. Des domaines de flux apparaissent

formés par des vortex faiblement piégés. Des parois de domaines entre domaines de différente

chiralité pourraient fournir ce type de piégeage.

4.2 Propriétés de l’état normal de Sr2RuO4

4.2.1 Structure cristalline et surface de Fermi

Sr2RuO4 a une place spéciale dans la physique des électrons corrélés par le fait qu’il

est un supraconducteur non conventionnel établi avec un état normal conventionnel (li-

quide de Fermi) à basse température (voir les revues [17, 147]). Il a une structure cristal-

line de type K2NiF4 (similaire à celle du LBCO) avec une symétrie du groupe d’espace
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Fig. 4.1 – Structure cristalline de type perovskite du Sr2RuO4 (à gauche)[147] et l’environ-
ment octahédral des ions de Ru4+. Les niveau 4d se décomposent en états de basse énergie
t2g et haute énergie eg[17].

tétragonal I4/mmm. Les paramètres du réseau cristallin à basse température sont a=3,86

µm et c=12,72 µm.

Sr2RuO4 est un oxyde métallique de transition avec une structure électronique do-

minée par les électrons de la couche d. En général, les oxydes métalliques sont des isolants

magnétiques dus à la forte répulsion ’on-site’ et à une faible superposition orbitale, les

électrons de la couche d restant localisés. Sr2RuO4 est un cas à part, car les électrons d sont

itinérants. L’ion de ruthénium Ru4+ a une configuration 4d4 dans Sr2RuO4. Les niveaux de

basse énergie d sont les 3 orbitaux dxy, dxz et dyz qui appartiennent à la représentation t2g

du groupe octahedral. Ces orbitaux peuvent contenir 6 électrons (↑↓) et sont partiellement

occupés dans la configuration 4d4 du Sr2RuO4[17]. Les calculs de la structure de bande dans

l’approximation de densité locale (LDA) ont prédit une surface de Fermi constituée de 3

feuilles quasi-bidimensionnelles[172]. Ces trois surfaces dénommées α, β et γ ont le caractère

des orbitaux d’ion de Ru 4dxz,yz et respectivement 4dxy. Expérimentalement, la topographie

de la surface de Fermi et le spectre des quasi-particules ont été étudiés en détail par me-

sures de l’effet de Haas-van Alphen (dHvA)[146], l’effet Hall[145], magnétorésistance[173],

photoémission (ARPES)[47] et absorption des micro-ondes[97]. Ces mesures expérimentales

ont confirmé les calculs théoriques. Les particularités de la surface de Fermi donnent nais-

sance à des instabilités qui peuvent jouer un rôle clef dans le mécanisme d’appariement

supraconducteur. Un des principaux mécanismes prétendants comme médiateur pour la su-

praconductivité dans Sr2RuO4 sont les fluctuations de spin. Il est aussi supposé que Sr2RuO4

est près d’un point critique quantique, et la supraconductivité est due à des fluctuations

magnétiques similaires à celles des supraconducteurs à haut Tc[156]. Dans les cuprates, les

fluctuations de spin dominantes sont de type antiferromagnétique[161]. Cependant, pour

Sr2RuO4, la situation n’est pas tranchée encore puisque le spectre de fluctuations de spin
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Fig. 4.2 – Surface de Fermi du Sr2RuO4 avec les 3 feuilles α, β, γ[17]. La corrugation le
long de l’axe c a été exagérée avec un facteur 15. Les quatre cylindres orange forment la
feuille α, le cylindre central de section presque carrée est la bande β, et la feuille γ est le
cylindre central extérieur avec une section presque circulaire.

Tab. 4.1 – Paramètres de la supraconductivité dans Sr2RuO4[147]

paramètre ab c

Hc2(0)(T) 1,5 0,075
Hc1(0)(G) 10 50
ξ(0)(Å) 660 33

λ(0)(µm) 0,15 3
κ(0) 2,3 46

contient des contributions importantes des vecteurs d’onde ferromagnétiques et antiferro-

magnétiques[25].

4.3 Propriétés de l’état supraconducteur

Sr2RuO4 est un supraconducteur de type II avec un paramètre GL κ proche de 2 quand

le champ magnétique appliqué est parallèle à l’axe c. Il est considéré un supraconducteur

propre (l >> ξ), avec une température critique de 1,5 K, permettant de déterminer les

paramètres de base de la supraconductivité avec une grande précision (Tableau 4.1)[147].

Expérimentalement, on détermine le second champ critique Hc2 par mesures de résistivité

et de susceptibilité, et le champ critique thermodynamique Hc par mesures de chaleur

spécifique. Les longueurs de cohérence et les longueurs de pénétration sont déterminées à

l’aide de la théorie de GL (avec un seul composant). Certains paramètres peuvent être es-

timés par d’autres techniques expérimentales comme la longueur de pénétration par mesures

de SANS[181].

L’augmentation de la masse effective et de la susceptibilité par rapport aux valeurs
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calculées pour les 3 bandes étant similaire aux valeurs pour 3He, cela a conduit à la sugges-

tion qu’un mécanisme identique spin-triplet serait à la base de la supraconductivité dans

Sr2RuO4[180]. Un grand nombre d’expériences ont essayé de prouver l’état triplet de spin

dans Sr2RuO4.

La plus directe évidence de l’appariement triplet vient des mesures de la susceptibilité de

spin (χs) dans l’état supraconducteur. Dans les supraconducteurs de type s ou d, la forme

exacte de χs dépend de la structure du gap, mais χs →0 quand T→0 parce que les spins

forment des états singulets. Dans les supraconducteurs de type p, si le champ magnétique

est appliqué perpendiculairement à
−→
d , χs reste inchangé à basse température parce que

l’appariement à spins égaux (equal spin pairing) dans le plan du champ appliqué n’est pas

perturbé par la polarisation induite par le champ. Pour des champs parallèles à
−→
d , il n’y a

pas de composant du spin le long de la direction du champ et donc l’appariement conduit

à une réduction de χs comme dans un supraconducteur singulet de spin.

Dans un supraconducteur, χs est déduite en principe du Knight shift (KS) mesuré

par résonance magnétique nucléaire (RMN). Dans Sr2RuO4, pour des champs appliqués

parallèles aux plans RuO2, χs reste inchangé entrant dans l’état supraconducteur, comme

mesuré par KS de 17O[111] et 99Ru[112]. Apparemment, même quand le champ magnétique

est appliqué le long de l’axe c, la susceptibilité de spin reste toujours inchangée[163], fait

expliqué par une rotation du vecteur
−→
d vers les plans ab. Néanmoins, la mesure de KS

pour le champ parallèle à l’axe c est difficile, due au bas champ Hc2 dans cette direction.

La dispersion des neutrons polarisés est une autre expérience qui a mesuré l’indépendance

en température de la susceptibilité de spin[53]. Ces expériences indiquent que l’état de spin

est triplet et suggèrent que le vecteur paramètre d’ordre, le vecteur
−→
d , est parallèle à la

direction c correspondant à un état de spin Sz=0.

Récemment, les mesures sensitives à la phase supraconductrice, comme le transport dans

des jonctions entre un supraconducteur de type s Au0.5In0.5 et Sr2RuO4 ont confirmé l’idée

d’un état triplet de spin[169]. Un SQUID, avec deux jonctions de ce type le long des plans

ab, a été fabriqué par le groupe de Y. Liu (Penn State University). Le courant critique de

ce SQUID a été trouvé maximal sans champ appliqué (un π-SQUID), indiquant ainsi que

le vecteur
−→
d est le long de l’axe c.

D’autres expériences fournissent des évidences fortes pour un appariement non conven-

tionnel, mais peu d’évidence directe sur l’appariement triplet de spin pour les paires de

Cooper. Parmi ces expériences, les plus importantes sont la suppression de Tc par des impu-

retés non magnétiques[144, 151], la réflexion Andreev, l’absence du pic Hebel-Slichter dans

la mesure du taux de relaxation de spin nucléaire à travers la température critique[110, 113].

Des champs magnétiques spontanés ont été détectés par la rotation des spins muoniques

quand un monocristal est refroidi à travers Tc sans champ appliqué, impliquant un état

supraconducteur qui brise la symétrie par rapport au renversement du temps[140]. Comme

l’état de spin déduit par l’étude de RMN ne brise pas la symétrie T, le champ magnétique

interne est attribuable au moment orbital des paires de Cooper.
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Fig. 4.3 – Une paire de Cooper avec le moment orbital L perpendiculaire au plan des
spins[147].

Ainsi parmi les états possibles de triplet de spin dans la symétrie cristalline tétragonale

D4h et dans l’approximation d’un couplage faible, les résultats expérimentaux ont pointé vers

l’état représenté par le paramètre d’ordre dégénéré avec 2 composants
−→
d = ẑ(kx±iky). Ici ẑ

et kx + iky sont la partie de spin et la partie orbitale du paramètre d’ordre, respectivement.

Cette symétrie de l’état supraconducteur est représentée schématiquement dans la Fig 4.3.

Les spins des paires de Cooper se trouvent dans les plans RuO2 de façon isotrope (equal

spin pairing) et la fonction orbitale avec L=1 (p-wave) choisit l’état Lz=1.

Le gap d’énergie dans l’état supraconducteur représenté par
−→
d = ẑ(kx ± iky) est

|∆k| = (
−→
d · −→d ∗)1/2 = ∆0(k

2
x + k2

y)
1/2 et il est isotrope sur une surface de Fermi cylindrique

(2D). Dans ce cas, on s’attend à une dépendance exponentielle en température pour les ex-

citations des quasiparticules. Par contre, les mesures thermodynamiques indiquent un com-

portement plutôt en lois de puissance. Les mesures de chaleur spécifique[171], de la conduc-

tivité thermique[207] et du taux de relaxation NQR[113], en plus du taux d’atténuation

ultrasonore[142] et la variation de la longueur de pénétration[24] ont toutes indiqué la

présence de lignes de noeuds, des zéros ou des minima du gap. Plusieurs mécanismes et

structures du gap ont été proposé pour résoudre les polémiques entourant la supraconduc-

tivité dans Sr2RuO4. En plus des mécanismes de la supraconductivité se basant sur un état

de type p, plusieurs modèles avec un état de type f ont été suggérés[87].

Dans les théories proposées, il existe des bandes actives et passives pour la supracon-

ductivité : la supraconductivité est originaire dans une bande active avec un grand gap,

et la diffusion des paires de Cooper de la bande active vers les bandes passives induit

un petit gap dans les bandes passives. Parmi ces modèles théoriques, la supraconductivité

dépendante des orbitales (orbital dependent superconductivity ODS) propose l’existence de

2 sous-systèmes : la bande γ et les bandes α et β[4]. Le caractère planaire du Sr2RuO4

empêcherait la diffusion entre les feuilles γ et α, β. Seulement un des sous-systèmes forme-

rait l’état supraconducteur, cependant que l’autre participerait à travers un sorte d’effet de

proximité[235]. Récemment, les mesures de chaleur spécifique dépendante de l’orientation
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Fig. 4.4 – Les deux échantillons de Sr2RuO4 mesurés sur la face ab : (a)l’échantillon A avec
la partie clivée et (b)l’échantillon B. La direction de l’axe cristallographique a est montrée.

du champ magnétique appliqué ont montré que le paramètre d’ordre maintient la symétrie

ẑ(kx ± iky) dans la bande active[49]. La bande active γ a des minima du gap dans certaines

directions, ainsi le paramètre d’ordre est décrit par
−→
d = ẑ(sinakx + isinaky). Pour les

bandes passives α et β, le gap a des lignes de minimum ou zéros dans les directions [110].

Le réseau des vortex a été étudié par Agterberg à partir de la théorie phénoménologique

de Ginzburg-Landau. Pour des champs appliqués dans le plan basal (ab) le long des direc-

tions de symétrie, le diagramme de phase doit contenir au moins deux phases différentes de

réseau de vortex[3]. Une anisotropie dans le plan basal du champ critique supérieur a été

observée par mesures de susceptibilité ac, χac[150]. Une particularité dans la susceptibilité

χac a été attribuée à une deuxième transition de phase près de Hc2. Cette transition n’est

pas détectée pour des températures plus hautes que 800 mK. Cela vient en contradiction

avec la théorie qui prévoit que la seconde transition et l’anisotropie du Hc2 doivent persister

jusqu’au Tc (H=0).

Pour des champs appliqués le long de l’axe c, le réseau de vortex a été calculé pour

des champs près de Hc2. La conclusion importante est que le réseau de vortex est carré

pour certaines valeurs de l’anisotropie et, en fonction de l’anisotropie, le réseau de vortex

a la même symétrie que le réseau cristallin ou est tourné de 45◦[2]. L’analyse près de Hc1 a

montré qu’un réseau hexagonal apparâıt à Hc1 et en augmentant le champ magnétique, le

réseau se tordra jusqu’à la formation d’un réseau carré[92]. Un réseau carré est observé par

mesures de neutrons à des petits angles (SANS) pour des champs magnétiques supérieurs

à 50 gauss(G)[181]. Cependant, à bas champ, aucun réseau de vortex n’a été observé par

STM, dû à la reconstruction de la surface[47].

4.4 Description des échantillons

Pendant cette thèse, deux monocristaux clivés de Sr2RuO4 provenant du même barreau,

ont été mesurés (axe −→c perpendiculaire à la surface). Les cristaux de Sr2RuO4 ont été

préparés par une méthode de zone fondue dans un four à image au CRTBT Grenoble dans

le groupe de P. Lejay (par F. Servant[190]).
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Fig. 4.5 – Détermination de la température critique par mesures de chaleur spécifique et
susceptibilité magnétique d’un cristal du même tirage que les échantillons A et B.

Le premier échantillon mesuré a été l’échantillon A. Une image de la partie clivée de

l’échantillon est montré dans la Fig. 4.4(a). Il a une forme presque rectangulaire avec les

dimensions : 3,7 mm×2,5 mm×0,5 mm. Le facteur de désaimantation estimé est de 0,9. Le

cristal a été orienté par diffraction de rayons X. L’axe −→a fait un angle de 10◦ avec le bord

gauche, comme montré dans la figure. Le deuxième échantillon B (panel b) a une taille de

3,96 mm×2,78 mm×0,6 mm et provient du même barreau. Il a une forme triangulaire avec

l’axe −→a parallèle au bord de l’échantillon. Il a un facteur de désaimantation estimé de 0,7.

La température de transition supraconductrice a été déterminée par mesures de chaleur

spécifique et susceptibilité magnétique (Fig. 4.5).

La température critique est 1,31K avec une largeur de transition inférieure à 0,1K. Même

si la meilleure température critique obtenue pour Sr2RuO4 est de 1,5K (Maeno-Japon), les

échantillons obtenus au CRTBT ne présentent pas d’inclusions de Ru à la surface comme

les échantillons préparés par le groupe de Y. Maeno, et donc de bonnes mesures de l’état

de vortex ont été obtenues. Récemment, on a reçu du groupe de Y.Maeno des échantillons

avec un Tc de 1,4 K qui présent des inclusions de Ru dans la surface. Apparemment un

compromis existe entre un grand Tc et une surface propre de l’échantillon.

4.4.1 Mesures macroscopiques

Les mesures macroscopiques (aimantation DC et susceptibilité AC) sont utilisées pour

caractériser les propriétés des supraconducteurs. Ces techniques sont très utiles pour étudier

le diamagnétisme en dessous de Tc et aussi pour vérifier la qualité des échantillons (transition

supraconductrice raide). Dans notre cas, les mesures peuvent aider à l’étude du diagramme

de phase magnétique et sont complémentaires aux mesures de µSQUID.

Toutes les mesures macroscopiques ont été effectuées dans un magnétomètre à SQUID

développé par C. Paulsen au CRTBT. Les bobines utilisées peuvent produire un champ

magnétique DC parallèle et perpendiculaire à l’échantillon d’environ 2000 G. Un champ
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Fig. 4.6 – Cycles d’hystérésis quand le champ magnétique est appliqué le long de l’axe c de
l’échantillon B. Le petit cycle s’étend sur des valeurs de champ mesurées par le µSQUID.
Les valeurs de l’aimantation ne sont pas corrigées par le facteur de désaimantation. La
température de mesure est de 260 mK.

alternatif peut être superposé avec une amplitude <5 G avec une fréquence <3 kHz.

Les mesures DC déterminent la valeur d’équilibre de l’aimantation dans l’échantillon.

Le matériau est aimanté par un champ constant et son moment magnétique est mesuré

par induction. L’échantillon doit être déplacé à travers les bobines de détection pour être

mesuré. Dans les mesures AC, un petit champ AC est superposé au champ DC, un moment

dépendant du temps étant ainsi produit[79]. Les mesures sont possibles dans ce cas sans

déplacer l’échantillon. Pour des fréquences ωAC petites, le moment induit est donné par

dM/dH·HACcosωACt, où la susceptibilité χ=dM/dH. On mesure l’amplitude et le décalage

en phase entre le signal mesuré et le signal appliqué. La susceptibilité a une partie réelle (en

phase) et une partie imaginaire (déphasée) : χ = χ′ + iχ′′. χ′ est proportionnel à l’énergie

magnétique moyenne emmagasinée dans l’échantillon, tandis que χ′′ est proportionnel à

l’énergie transformée en chaleur pendant un cycle du champ AC (dissipation).

Des mesures isothermes et non isothermes ont été effectuées. Pour les mesures iso-

thermes, l’échantillon est refroidi sans champ appliqué (ZFC) à partir d’une température

au dessus de Tc, et ensuite stabilisé à une température désirée. Ainsi, l’état de début est

presque sans aimantation et la mesure consiste en un balayage en champ M(H) à une

température fixée. Dans les mesures non isothermes, on mesure M(T) et χ(T) en fonction

de la température pour un champ magnétique fixé.

La figure 4.6 montre deux cycles d’aimantation pour un champ appliqué le long de

l’axe c de l’échantillon B. Toutes les mesures macroscopiques suivantes sont réalisées avec

cet échantillon. Le cycle complet d’hystérésis est présenté à gauche, tandis qu’à droite est
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Fig. 4.7 – (a)Courbes d’aimantation en fonction de la température avec détermination du
champ de première pénétration Hc1 ; (b)La variation avec la température de Hc1, déterminé
à partir des courbes d’aimantation, et comparaison avec la théorie. La ligne continue est
l’ajustement de la formule 4.1 avec Hc1(0)=23 G et Tc=1,1 K. Les courbes en pointillés sont
les ajustements des points expérimentaux séparés en deux parties comme expliqué dans le
texte. La ligne interrompue (en tirets) représente l’ajustement de type BCS. Le facteur de
désaimantation n’est pas pris en compte.

présenté un cycle d’aimantation jusqu’à un champ de 100 G. Dans le cycle complet, on ob-

serve sur la branche descendante un minima large autour de 200 G. Les cycles d’aimanta-

tion informent sur le type de piégeage présent dans le volume du cristal. Comme

des parois de domaines et un possible comportement 2D sont attendus dans Sr2RuO4, les

interprétations des résultats restent assez difficile. Plusieurs cycles d’aimantation ont été

effectués avec un deuxième champ appliqué le long des couches. Pour un champ de 50 G pa-

rallèle au plan ab, les deux cycles d’aimantation (avec et sans Hab) sont presque identiques,

le champ parallèle n’influence pas beaucoup l’aimantation dans le volume de l’échantillon.

À partir des cycles d’aimantation, le premier champ critique peut être déterminé. Dans

le cas idéal, Hc1 est directement déterminé comme le minimum de la branche ascendante.

À cause du piégeage, le minimum est élargi et se trouve à une valeur plus grande que Hc1.

Néanmoins, une analyse quantitative de Hc1 est toujours possible, en mesurant le champ de

la première pénétration. Dans ce cas (indiqué dans la Fig. 4.7), on détermine le champ où

la déviation △M par rapport à la pente originale de la courbe M(H) a lieu (déviation de

5%). Une méthode différente, basée sur le modèle de Bean, peut être utilisée[15], en tenant

compte du facteur de désaimantation de l’échantillon et du fait que le champ commence

à pénétrer par les bords à de faibles champs. Cette méthode donne à peu près les mêmes

résultats pour notre échantillon (Fig. 4.7). La valeur du Hc1(0) est autour de 25 G (direction

parallèle à −→c ).

La variation en température de Hc1 est montrée dans le panel b. Les points expérimentaux

ont une barre d’erreur de 1 G. La ligne continue représente un ajustement théorique avec
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Fig. 4.8 – Mesures non isothermes de l’aimantation pour différents champs appliqués à froid
(a)5 G, (b)10 G et (c)50 G. L’expulsion du flux la plus importante a lieu à 50 G. (d) Mesures
des susceptibilités alternatives χ′ et χ′′ en fonction du champ appliqué. La température de
mesure est de 0,28 K. Le facteur de désaimantation n’est pas pris en compte.

une simple loi parabolique de type Hc(T). Dans le modèle à deux fluides, le champ critique

thermodynamique Hc décrôıt en température en suivant une loi de type :

Hc = Hc(0)

(
1 −

(
T

Tc

)2
)

(4.1)

Les paramètres sont Hc1(0) et Tc. Pour la courbe continue, les valeurs sont Hc1(0)=23

G et Tc=1,1 K. On observe que les points expérimentaux ne peuvent pas être ajustés avec

une loi parabolique générale, mais cette type de loi parabolique peut être en bon accord

avec les points expérimentaux si on les séparent en deux parties. Les points jusqu’à 0,9 K

sont ajustés avec les paramètres Hc1(0)=25 G et Tc=1 K (courbe en pointillés), tandis que,

près de Tc, les points sont ajustés avec Hc1(0)=12 G et Tc=1,2 K comme paramètres libres.

Les 2 ajustements se coupent à une température de 0,9 K. Un comportement similaire

a été observé dans le supraconducteur UPt3 où une caractéristique a été observée dans

la dépendance en température de Hc1[5], reflétant la double transition d’UPt3 qui n’est

observée dans Sr2RuO4 qu’à haut champ et basse température[150]. Dans la théorie BCS,
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Hc est calculé numériquement (Hc ∼
√

1 − 2t2) et ensuite Hc1 est déduit[65]. Utilisant une

loi de ce type (la ligne interrompue), on observe que les valeurs mesurées ne peuvent pas

être ajustées ainsi (Hc1(0)=22 G, Tc=1.4 K).

Différents balayages en température de l’aimantation sont montrés dans la Fig. 4.8(a,

b, c). L’échantillon est d’abord ZFC et à froid (0,28 K) un champ de 5, 10 ou 50 G est

appliqué. L’aimantation est mesurée en augmentant la température au-dessus de Tc (en

suivant les flèches) et l’échantillon est ensuite refroidi avec le champ maintenu. Une large

expulsion du flux est observée quand on applique 50 G, cette amplitude du champ étant

supérieure à Hc1. On observe aussi une augmentation substantielle de la largeur des courbes

de susceptibilité avec le champ appliqué. Dans l’image (d), la susceptibilité complexe est

montrée en fonction du champ appliqué. La partie réelle et imaginaire sont directement

liées : la pente maximale du χ′ coincide avec le pic du χ′′. Le second champ critique Hc2

est déterminé à partir de ces mesures, mais l’amplitude de 500 G est plus basse que celle

déterminée par le groupe de Maeno de 750 G (Tab. 4.1).

4.4.2 Mesures de relaxation

Des mesures de relaxation ont été effectuées pour étudier la dynamique des vortex dans

Sr2RuO4. Les mesures réalisées dans le groupe de Mota[54, 55] ont indiqué qu’un compor-

tement inhabituel de la relaxation a lieu (le matériau relaxe après un temps assez long),

attribué à la possible apparition des domaines dans le matériau. Mais le possible compor-

tement 2D, comme dans les HTc, peut conduire à des relaxations assez importantes. Donc,

dans Sr2RuO4, deux types de mécanismes interagissent (non conventionnel et anisotrope),

un comportement inhabituel étant attendu.

En général, dans les supraconducteurs à HTc, de larges relaxations magnétiques par

rapport aux supraconducteurs classiques ont été observées[232]. Un modèle de ’flux creep’

(sauts de vortex) géant a été proposé pour expliquer ces propriétés magnétiques inhabi-

tuelles. Le mouvement du flux dans les HTc est activé thermiquement avec des énergies

assez basses comparées à celles des supraconducteurs conventionnels. Dans le modèle d’An-

derson et Kim[6], la relaxation de l’aimantation se comporte de façon logarithmique. Les

sauts de vortex dans le même sens ou opposé à la force de Lorentz
−→
J ×−→

B gênèrent un champ

électrique moyen E(J)∼exp(-U(J)/kT) avec un énergie d’activation dépendante du courant

de la forme U(J)=U0(1-J/Jc). La densité de courant qui coule dans le supraconducteur

décrôıt avec le temps, dû à la puissance dissipé. Cette dépendance temporelle est donnée

par : J(t)≈Jc[1-(kT/U0)ln(t/t0)], où t0 est un temps de relaxation microscopique. Pour les

supraconducteurs HTc comme YBCO[230] et BSCCO[185], mais aussi dans le supraconduc-

teur classique de type II avec κ >> 1 PbMo6S8[206], les mesures montrent que M est une

fonction non linéaire de ln(t) à certains champs et températures. La pénétration totale du

champ magnétique dans l’échantillon est importante pour l’observation de la décroissance

non logarithmique de l’aimantation.
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Fig. 4.9 – (a)Relaxation de l’aimantation après qu’un champ de 200G ait été appliqué
pendant quelques secondes à une température de 0,5 K. (b)Pénétration des différents champs
appliqués après refroidissement sous zéro champ. La température est maintenue à 0,26 K.
Deux ajustements des valeurs expérimentales à 100 G et à 200 G avec une courbe de type
M=-M0-A[ln(t/t0)]

−1/µ sont présentés dans (c) et (d).

Pour expliquer ce comportement, plusieurs modèles ont été proposés. Une loi de puis-

sance a été trouvée, considérant une distorsion logarithmique du potentiel de piégeage[234].

Les théories du piégeage collectif faible[63] et la théorie du verre de vortex[68] prédisent

une énergie d’activation qui diverge pour des courants importants. Dans le modèle de sauts

(creep) collectifs, l’ordre à longue distance est détruit dans le réseau de vortex par des

centres de piégeage aléatoires. L’ordre à courte distance continue à exister, résultant dans

un piégeage collectif dans un petit volume Vc. Dans ce cas, l’aimantation suit une loi de

type : M=-M0-A[ln(t/t0)]
−1/µ. Le paramètre µ est directement lié à la taille du volume de

piégeage et dépend seulement de la magnitude de la décroissance du courant. Une autre

possibilité conduisant à une décroissance non logarithmique est la distribution des énergies

de piégeage[84].
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L’aimantation rémanente a été mesurée dans Sr2RuO4, avec le champ magnétique ap-

pliqué le long de l’axe c. Les expériences ont été réalisées de la manière suivante : après

refroidissement sous zéro champ (ZFC), un champ magnétique a été appliqué pour 30 se-

condes et enlevé. Dans la Fig. 4.9(a), une courbe d’aimantation rémanente est présentée

pour un champ appliqué de 200 G. On observe une large relaxation de l’aimantation de

30% dans ce régime de température et de champ. Cette valeur est comparable avec la

relaxation des supraconducteurs HTc et du PbMo6S8, mais en contradiction avec

les mesures de Dumont et al.[54, 55].

L’image (b) montre la décroissance en temps de l’aimantation pour différents champs

appliqués. Dans ce cas, le champ est appliqué après ZFC et maintenu sur la durée de la

mesure. Cette dépendance pour les 5 différents champs appliqués peut être expliquée à

partir du modèle de l’état critique (Bean)[15]. Dans ce modèle (H>Hc1), la densité de la

force motrice qui apparâıt, due au gradient de flux dans l’échantillon, est équilibrée par la

force de piégeage. L’aimantation est obtenue à partir de la relation µ0M=B-µ0H. Pour des

faibles champs, l’échantillon se trouve dans un état de pénétration partielle de flux, c.a.d.

que le profil de la densité de flux n’atteint pas le centre de l’échantillon. Quand le champ

augmente, plus de flux entre dans l’échantillon et le front du flux approche du centre de

l’échantillon. À un certain champ H∗, l’échantillon va être dans un état de pénétration totale

de flux. La décroissance de la valeur absolue de l’aimantation dans le cas de hauts champs

(100G, 200G) peut être expliquée par une densité de courant critique dépendant du champ.

On observe que, dans le régime des bas champs, la décroissance de l’aimantation est

logarithmique (courbe 25 G). Le taux de relaxation ∂M/∂lnt augmente avec le champ ap-

pliqué et, vers 200 G, arrive à une valeur maximale, qui correspond à l’état critique : au

dessus de ce champ, l’aimantation ne dépend plus du champ. La décroissance de l’aimanta-

tion n’est plus logarithmique. Ce comportement ne peux pas être expliqué dans le modèle

conventionnel de flux creep. En appliquant le modèle de piégeage collectif utilisé pour les

HTc, on obtient pour la décroissance de l’aimantation, à 100G appliqués, les paramètres

µ=0,74 et t0=8,5×10−2s (panel c). Après 200 G appliqués, les paramètres déterminés sur

le fit de la courbe sont µ=2,31 et t0=2,3×10−2s (panel d). Néanmoins, ces fits ne sont pas

exacts et les meilleurs fits qu’on obtient sont pour un t0=1s. Ce type de loi de décroissance

ne donne pas les mêmes résultats dans notre cas que pour les supraconducteurs à HTc.

Quand des champs suffisamment grands sont appliqués et l’échantillon est dans l’état cri-

tique, l’aimantation rémanente est indépendante du champ. Ainsi, l’aimantation rémanente

de l’échantillon est directement proportionnelle au courant critique, avec un facteur de pro-

portionnalité qui dépend seulement de la géométrie de l’échantillon. Pour un échantillon de

forme plate infini d’épaisseur d, cette relation est : Mrem=djc/4. La valeur de la densité de

courant critique est difficile à estimer, dû à la forme irrégulière de l’échantillon, et donne

pour l’échantillon B, jc ∼ 2.5 · 103A/cm2 (pour les HTc, jc ∼ 2.5 · 106A/cm2). Une valeur

encore plus basse du jc est trouvée par mesures de transport (∼1A/cm2)[99]. La présence

de parois de domaine n’influence pas, en général, l’amplitude du courant critique jc[197] qui
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est reliée plutôt au piégeage par des défauts ordinaires.

Le modèle de piégeage collectif et le modèle de verre de vortex utilisés pour

les HTc ne peuvent pas être appliqués pour Sr2RuO4, le taux de relaxation ne décrôıt

pas comme t−β. Clairement, le comportement de l’aimantation en ZFC est différent de celui

des supraconducteurs conventionnels. Malgré la similarité de comportement avec les HTc,

on ne peut pas conclure que le type de piégeage est identique.

4.5 Visualisation des vortex par microscopie

à µSQUID

Les vortex se positionnent dans un arrangement régulier en raison de leur interaction

répulsive. La structure d’équilibre du réseau de vortex (RV) peut être obtenue en minimisant

l’énergie libre du système, la configuration la plus favorable calculée pour un supraconduc-

teur isotrope de type s étant la configuration hexagonale[129]. En général la symétrie du RV

par rapport aux axes cristallographiques est déterminée par les propriétés électroniques (sur-

face de Fermi et symétrie du gap). Si le matériau est anisotrope les supercourants peuvent

briser la symétrie cylindrique isotrope et influencer la symétrie du RV[109]. Comme la

différence en énergie entre les configurations hexagonale et carré est très petite (autour

2% pour les systèmes isotropes), la présence d’une faible anisotropie est parfois suffisante

pour rendre le RV carré plus favorable. Des RV carrés ont été observés dans de nombreux

supraconducteurs et peuvent avoir différentes origines. Dans les matériaux avec un petit κ,

l’électrodynamique non-locale peut jouer un rôle important à cause des interactions plus

fortes entre les coeurs des vortex voisins. Ceci peut être une des raisons pour la formation

d’un réseau carré, cependant à bas champs (séparation grande entre vortex) ou près de Tc

(corrections non locales réduites), le RV tend à être hexagonal. Les corrections non locales

liées à l’anisotropie de la surface de Fermi (anisotropie de la vitesse de Fermi) expliquent la

transition hexagonale-carrée observée dans les borocarbures [231, 58]. Un réseau carré peut

aussi apparâıtre dans une théorie GL étendue pour un paramètre d’ordre avec plus d’une

composante [2]. Un gap anisotrope peut aussi donner naissance à un RV carré [194, 106].

L’orientation du RV est aussi affectée, car un réseau carré avec les premiers voisins orientés

le long des directions des noeuds du gap est énergétiquement plus favorable [57].

La première mesure du réseau de vortex dans Sr2RuO4 a été obtenue par diffraction de

neutrons aux petits angles (SANS)[181]. En raison de leur neutralité, les neutrons (faible

section efficace) peuvent pénétrer facilement la matière (ils constituent donc une sonde

volumique). Par leur moment magnétique ils sont sensibles aux distributions de champ

magnétique. La symétrie du réseau de vortex est déterminée à partir du spectre de diffraction

(technique indirecte dans l’espace réciproque). Dans Sr2RuO4, un réseau de vortex de

symétrie carrée a été observé par mesures aux petits angles (SANS) pour des

champs magnétiques entre 50 et 300 Gauss appliqués le long de l’axe c. Aucune

transition hexagonale-carrée n’a été observée, mais elle pourrait quand même avoir lieu aux
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Fig. 4.10 – Image des vortex sans champ appliqué (à gauche) et profil magnétique d’un
vortex avec le fit théorique (à droite). La température est de 0,35 K et les dimensions
d’image sont 31 µm × 15 µm.

plus bas champs, non accessibles dans les mesures de SANS.

Un outil pour l’imagerie de vortex est le STM, qui est en effet sensible au changement

de densité d’états électroniques, qui a lieu au coeur du vortex : sa présence ne sera donc

détectée que si le paramètre d’ordre supraconducteur s’étend jusqu’en surface. Comme les

premières couches à la surface de Sr2RuO4 sont probablement des couches ’mortes’ et due à

la reconstruction de la surface[155, 47], aucune image des vortex n’a été obtenue par STM.

4.5.1 Vortex individuels dans Sr2RuO4

Parmi les techniques qui donnent une image directe des vortex dans l’espace réel (la

décoration Bitter[59], la microscopie à force magnétique[103], la microscopie de balayage à

sonde de Hall[188] et la microscopie Lorentz[214]), la microscopie à SQUID a la meilleure

résolution magnétique. La microscopie à SQUID a la possibilité d’explorer les très bas

champs, ainsi on peut étudier le piégeage des vortex et la structure des domaines. En contre

partie, elle souffre de certains limitations en fort champ, dûs à la résolution spatiale (∼ 1µm)

et au champ critique du SQUID (∼ 100 G).

Les premières mesures de Sr2RuO4 avec le µSQUID ont été effectuées sans champ

magnétique appliqué (ZFC) dans l’échantillon A. Un champ résiduel estimé à 0,15 G existe

à la surface de l’échantillon, donc on observe toujours des vortex même sans champ ap-

pliqué. Dans la figure 4.10, une image type des vortex est présentée. Un vortex individuel

est visible au centre de l’image avec deux vortex près un de l’autre dans la partie gauche.

L’image est prise à une température de 0,35 K en zéro champ appliqué et a les dimensions

31 µm × 15 µm. Un profil de ligne magnétique du vortex de centre est montré à droite. Les

points expérimentaux peuvent être ajustés avec la distribution du champ magnétique d’un

vortex au-dessus d’une surface d’un supraconducteur anisotrope[126]. La solution du champ

magnétique d’un vortex isolé est obtenue en combinant les équations de London à l’intérieur

du supraconducteur avec les équations Maxwell dans le vide à l’extérieur de l’échantillon.



59

Fig. 4.11 – Image d’un vortex sans champ appliqué (à gauche). La température est de 1 K et
les dimensions de l’image sont 15,5 µm × 7,5 µm. À droite, une dépendance en température
du plot d’un vortex est montrée. La courbe jaune correspond au plot de l’image de gauche.

Fig. 4.12 – Structures d’un vortex et d’un antivortex piégés dans l’échantillon par une
procédure d’oscillation du champ magnétique (droite). À gauche, une image des vortex est
présentée pour comparaison. La dimension des images est de 62 µm × 30 µm.

La solution est :

hz(
−→r , z) =

φ0

(2πλab)2

∫
d2−→k ei

−→
k −→r ek(d/2−z)

α[α + kcoth(αd/2)]
(4.2)

où d est l’épaisseur du film et α =
√

k2 + λ−2
ab . Le flux à travers la boucle du SQUID est

obtenu en intégrant numériquement l’équation 4.2 en tenant compte de la géométrie connue

du SQUID. Le SQUID est maintenu au-dessus de la surface ab de l’échantillon en réglant

l’amplitude et la phase du diapason. La hauteur du SQUID est maintenue autour de 1 µm

au-dessus de l’échantillon (voir Chapitre 1.7). En général, on approche le SQUID à la surface

de l’échantillon jusqu’au contact, après on retire le SQUID de 1 µm et on régule pour le

maintenir à une distance constante. Cependant, à cause des incertitudes à basse température

on n’est pas absolument certain de cette distance. On évalue cette distance entre 1 et 2 µm,

qui sera un paramètre libre du fit. Un autre paramètre du fit est la longueur de pénétration

λab. Les paramètres déterminés par le fit de la Fig. 4.10 sont λab=0,175±0,05 µm et une

hauteur de z=1,15 µm. La valeur trouvée pour λ est en accord avec les valeurs trouvées

dans la littérature.

Pour être sûr de nos fits, on change la température et l’endroit de mesure sur l’échantillon.
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Dans la Fig. 4.11, une image d’un vortex individuel est prise à une température de 1 K.

Les dimensions de l’image sont 15,5 µm × 7,5 µm. Le fit du vortex est fait avec λab=0,2

µm et z=1,15 µm comme paramètres (courbe jaune). Les valeurs du flux mesuré par le

SQUID sont presque identiques pour les 2 fits. La valeur de la longueur de pénétration

de 0,2 µm est déterminée en considérant une loi BCS de type (1-t4)−1/2 pour la variation

en température avec un λ0=0,175 µm. À droite, 4 profils de vortex sont présentés pour

différentes températures : 0,35 K (le même que en Fig. 4.10), 1 K, 1,28 K et 1,32 K. En

supposant la hauteur SQUID-échantillon fixe, on obtient λ=1,2 µm à 1,28 K et 1,4 µ à 1,32

K. Les vortex disparaissent pour une température de 1,4 K en accord avec la température

critique déterminée par mesures thermodynamiques. Donc, on observe bien des vortex

individuels dans Sr2RuO4 à zéro champ appliqué.

La Fig. 4.12 a été obtenue avec la procédure suivante : l’échantillon B est refroidi d’abord

sous un champ moyen de 4 G, à une température de 0,4 K. On réchauffe l’échantillon à 1,4

K (voisinage du Tc) et on applique maintenant un champ de -5 G et ensuite on le refroidit

jusqu’à une température de 0.4 K. On observe alors que des vortex individuels sont visibles

(Fig. 4.12 image de droite) en blanc et aussi des antivortex (vortex avec
−→
B en direction

opposée), en noir, qui restent piégés. Pour comparaison, en refroidissant sous zéro champ

(ZFC) des vortex sont observés (image de gauche). La dimension des images est de 62 µm

× 30 µm. Donc on a réussi, en inversant le champ, à piéger des vortex et des antivortex

dans l’échantillon. Ce résultat est dû à l’inversion du champ près de Tc, des vortex restent

piégés tandis que des antivortex pénètrent dans l’échantillon.

Nous avons travaillé à bas champ, les plus forts champs appliqués étant de 70G. Aucun

réseau de vortex régulier à longue distance n’a été observé jusqu’à 70 G.

Pour améliorer l’ordre spatial des vortex et pour obtenir un réseau près de l’état d’équili-

bre, nous avons appliqué une légère oscillation du champ. Cette technique a déjà été utilisée

avec succès dans les mesures par SANS et est similaire aux secousses (shaking) du réseau

de vortex appliquée dans d’autres expériences[220, 228].

Cette technique consiste à refroidir l’échantillon sous un champ oscillant autour d’un

champ moyen, avec une amplitude de champ définie. En général, cette oscillation du champ

est faite à une température fixe, et après la température est diminuée. L’oscillation agite

le RV et provoque l’ordre, en permettant aux vortex de s’échapper des sites de piégeage

aléatoires. L’énergie donnée par le champ oscillatoire est utilisée par les vortex pour sur-

monter les barrières de piégeage et pour établir une configuration près de l’équilibre. Cette

procédure peut constituer aussi une méthode pour étudier la force de piégeage dans un

matériau.

Avec cette technique de secousses du réseau de vortex on n’a pas réussi à obtenir un

réseau régulier.
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4.5.2 Coalescence de vortex

En appliquant un champ magnétique, des vortex pénètrent dans l’échantillon. Le champ

magnétique le plus grand est au coeur du vortex, qui a un rayon ξ. Chaque vortex contient

un quantum de flux φ0. C’est plus favorable énergétiquement pour deux ou plus de quanta

de former des vortex séparés que de coexister dans un vortex multi-quanta. La possibilité

des vortex d’avoir deux ou plus de quanta a été démontrée par A. I. Buzdin[28] dans le cas

de défauts colonnaires.

Quand le champ appliqué augmente (H>Hc1), la distance entre les vortex premiers

voisins devient plus petite que la longueur de pénétration et les vortex commencent à se

superposer. Le champ magnétique en un point est une superposition des champs de tous

les vortex qui se recouvrent (Fig. 4.13). À de grandes densités de vortex, le champ interne

est grand et la variation de flux magnétique entre les coeurs de vortex devient petite.

Néanmoins, chaque vortex contient toujours en moyenne un quantum de flux.

Il n’y a pas de limite sur la longueur d’un vortex. Le long de l’axe, qui est aussi la

direction du champ appliqué, les lignes de champ magnétique sont continues. Ainsi, le flux

ne commence pas et ne se finit pas à l’intérieur du supraconducteur, mais entre et sort par

la surface du supraconducteur, qui est aussi l’endroit où les vortex commencent et finissent.

Comme le champ magnétique dans l’échantillon est confiné au vortex, le flux total est

donné par φ0 multiplié par le nombre de vortex : NAφ0, où NA est le nombre de vortex

par unité de surface. Pour des champs beaucoup plus grands que Hc1, le champ interne est

presque égal au champ appliqué, et donc la densité de vortex devient proportionnelle au

champ appliqué. Des calculs ont montré qu’à un champ appliqué ∼ 2Bc1, le champ interne

atteint la valeur Bc1 (50 G pour Sr2RuO4), la séparation entre vortex étant approximati-

vement deux fois la longueur de pénétration[118]. La distance entre vortex est donnée par

d∼
√

φ0/B. Ainsi, des champs relativement faibles peuvent produire une concentration de

vortex assez grande.

Les échantillons utilisés ont tous une forme de plaquette donc les effets démagnétisants

sont importants. Quand le champ appliqué devient assez grand pour produire des champs

de surface égaux à Bc1, les vortex apparaissent, et l’état mixte se forme pour un champ

appliqué plus petit B
′

c1 que si le facteur de désaimantation était N=0. La nouvelle valeur

de champ critique est B
′

c1=(1-N)Bc1.

L’aimantation des supraconducteurs dépend de la manière dont le champ magnétique a

été appliqué. Il y a deux cas différents de préparations des échantillons. Après avoir refroidi

sous zéro champ (ZFC), et en appliquant un champ à froid le matériau exclut le flux qui

voudrait pénétrer (écrantage diamagnétique). En refroidissement sous champ (FC) le flux

est expulsé du volume de supraconducteur (effet Meissner) mais une fraction peut rester

piégée sur les défauts : dans les supraconducteurs de type II, l’effet Meissner est, de ce fait,

toujours incomplet. L’écrantage diamagnétique est beaucoup plus fort que l’effet Meissner.

La différence est due au flux restant piégé dans le matériau.
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Fig. 4.13 – Schéma du champ magnétique interne dans un supraconducteur (gauche). Le
champ magnétique augmente avec la concentration de vortex et leur superposition. À droite,
le passage des lignes de flux magnétique externe à travers une plaquette supraconductrice
dans un vortex.

Sauf exception, les vortex sont toujours piégés dans le matériau. Plusieurs modèles et

théories ont été proposés pour expliquer le piégeage[46]. Une force de piégeage est une force

à courte distance qui tient le coeur d’un vortex en place sur un défaut ponctuel[77], un

défaut colonnaire[168], une lacune d’oxygène[62], une inclusion[191], un joint de grain[158],

une région intergranulaire non supraconductrice[119]. Le piégeage en surface peut aussi in-

tervenir. Le piégeage est un processus d’activation impliquant des barrières de piégeage[33].

Dans les supraconducteurs HTc quadratiques comme les composés à base de Bi et Ta,

le type de piégeage dominant est en général une interaction faible entre les vortex et les

défauts aléatoires. Dans les supraconducteurs orthorhombiques, comme le composé à Y, les

macles fournissent un plus fort piégeage.

Un piégeage assez fort peut apparâıtre due à la rugosité de la surface[104]. L’énergie

d’un vortex isolé par unité de longueur est donnée par εv0 = ( φ0

4πλab
)2lnκ(θ). Pour Sr2RuO4,

λab=0,15 µm et κ ∼2 on obtient εv0=50 K/Å ou bien plus de 500 K par couche de RuO2.

Ainsi, une rugosité de surface dans la direction verticale de seulement quelques couches

atomiques, et dans la direction horizontale plus grande que la longueur de cohérence, peut

générer un piégeage très fort pour le vortex à la surface. Ce piégeage peut être fort même sans

piégeage dans le volume, et peut être dominant dans certains cas. Cependant, la rugosité

de la surface reste difficile à estimer, en plus comme très probablement il y a des couches

’mortes’ à la surface de l’échantillon cette estimation devient très compliquée. Des marches à

la surface de l’échantillon peuvent piéger les vortex comme montré dans des couches minces

de MoGe[177] par microscopie à SQUID. La surface de nos échantillon est formée par des

terrasses avec des marches d’une hauteur plus faible que 7Å (déterminé par AFM[72]).

L’étude du réponse électrodynamique à des fréquences différentes (micro-ondes) donne

un information sur les propriétés électroniques dans une couche de surface de l’ordre de la

longueur de plasma (∼200 nm pour Sr2RuO4). La mesure de l’impédance de surface sur

une gamme large de fréquences indique si le piégeage dominant est à la surface ou dans le
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Fig. 4.14 – Image des vortex pour un champ appliqué de 0,1 G FC parallèle à l’axe c (à
gauche). Les dimensions de l’image sont 31 µm × 15 µm et la température est de 0,35 K.
Trois vortex individuels sont clairement visibles et deux vortex sont si près un de l’autre
qu’on ne peut pas les séparer (en haut à gauche). À droite, la schéma du champ appliqué
qui peut être incliné avec un angle ϕ par rapport à l’axe c.

volume (pour une revue voir N. Lutke-Entrup et al.[143]). Le réseau étant considéré régulier

en volume, doit s’adapter aux conditions limites imposées par la surface, ainsi les distorsions

les plus importantes des vortex ont lieu à la surface. En résulte un piégeage des vortex en

surface dû au fait que, les vortex tendent à se terminer toujours perpendiculairement à la

surface. Cette adaptation à la surface est un compromis entre la contrainte de surface et la

répulsion inter-vortex.

Des mesures de l’impédance de surface ont été réalisées par C. E. Gough et al.[81, 93]

dans Sr2RuO4 pour une gamme de fréquences entre 1 et 15 GHz. Ils trouvent que, la

dépendance en température de la résistance de surface Rs et de la réactance de surface

Xs (Zs=Rs+iXs), est différente par rapport aux supraconducteurs conventionnels et aux

supraconducteurs HTc. Des pertes résiduelles sont observées pour les hautes fréquences en

principal, ces pertes étant reproductibles d’un échantillon à l’autre conduisant les auteurs

à suggérer qu’ils peuvent avoir une origine intrinsèque. Le temps de relaxation mesuré est

∼ 10−11s, qui change peu avec l’entrance dans la phase supraconductrices. Après cette

présentation des autres expériences on montre nos mesures par imagerie à SQUID.

Dans Sr2RuO4, pour de très petits champs appliqués et en refroidissant à basse tempéra-

ture (FC), les vortex sont piégés dans le matériau. En général, nos images ont été faites

après des préparations FC. Après chaque image, on réchauffe l’échantillon au dessus de

Tc (le SQUID restant froid), et on refroidit sous champ. Le piégeage en préparation par

FC est observé pour des champs magnétiques appliqués même de 0,1 G. En Fig. 4.14 à

gauche, trois vortex individuels sont visibles, avec l’un en bas à droite près d’un défaut. Le

champ appliqué est de 0,1 G FC le long de l’axe c de l’échantillon A. En haut à gauche,

deux vortex sont à une distance inférieure à la résolution spatiale : ils ne peuvent pas être

distingués. Par microscopie à SQUID on ne peut pas distinguer 2 vortex quand ils sont plus

proche que deux fois la longueur de pénétration λab c.a.d. 0,4 µm. Le µSQUID utilisé a

une résolution spatiale limitée à environ 1 µm. Nous constatons un rapprochement entre

vortex aux bas champs magnétiques appliqués (0.1G). En réchauffant au dessus de Tc et en

refaisant l’image à basse température, le vortex près du défaut (en bas à droite) y reste et les
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Fig. 4.15 – Comportement des domaines de flux, pour un champ magnétique appliqué
constant de 2 G le long de l’axe c de l’échantillon A (N=0,9), et un champ parallèle au
plan ab variant de (a)0 G, (b)5 G, (c)10 G, (d)20 G, (e)50 G, (f)70 G. Les dimensions des
images sont 31 µm × 15 µm et la température est de 0,35 K.

autres vortex apparaissent à quelques micromètres de leur position initiale. Nous concluons

que le piégeage en dehors du défaut est faible.

Quand on augmente le champ appliqué à 2 G, des domaines de flux sont observés

(Fig. 4.15(a)). Le champ moyen sur toute l’image, mesuré par le SQUID, est de 1,34 G

proche du champ appliqué de 2 G. Tout le champ est donc condensé en domaines (en blanc

sur l’image), laissant de grandes parties supraconductrices (en noir) sans vortex. Tenant

compte de la condition de quantification, on doit avoir 45 vortex dans l’image. Déjà pour

des champs appliqués de 0.5G on observe un début de coalescence des vortex, mais il y a

toujours des vortex individuels. À 2 G, on voit plus les vortex individuels, mais seulement

des domaines de flux formés probablement par des vortex qui s’attirent ou qui sont piégés.

Pour déterminer si les vortex sont piégés par des défauts qui les maintiennent ensemble,

on applique, en plus du champ le long de l’axe c, un champ dans le plan ab. Le champ

appliqué résultant fait donc un angle ϕ avec l’axe c (Fig. 4.14 à droite). Pour un faible

champ Hab appliqué de 5 G, on observe que les domaines commencent à s’étirer dans la

direction du champ résultant (Fig. 4.15(b)). Pour un champ appliqué Hab de 10 G, les vortex

forment des châınes (lignes) dans la direction du champ résultant. Ainsi les domaines

de flux observés, quand on applique seulement un champ parallèle à c, sont

faiblement piégés par les barrières dans le matériau puisque les domaines sont

étirés facilement.

Sr2RuO4 est un supraconducteur dans la limite propre (libre parcours moyen ∼ 2µm),

qui se clive bien. Les marches à la surface peuvent piéger les vortex le long d’eux, mais

normalement n’attirent pas des autres vortex, ainsi les vortex peuvent pénétrer dans les

autres régions librement. Ici une coalescence des vortex en domaines est observée, avec des

zones entières supraconductrices sans vortex. Les rayures en surface ou des autres défauts

de ce type sont facilement repérées, les vortex restent piégés par ceux ci même en inclinant

le champ. De plus l’énergie par couche de RuO2 est 2 fois plus petite (500K) que pour les

supraconducteurs HTc qui normalement sont moins propres que Sr2RuO4 et ou des réseaux

de vortex ont été observées[122] mais jamais une coalescence. Tout ceci avec l’ensemble des
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Fig. 4.16 – Coalescence des vortex dans l’échantillon B (N=0,7). L’amplitude du champ
appliqué le long de l’axe c est de (a)1 G, (b)2 G, (c)3 G, (d)5 G, (e)6 G, (f)7 G. La dimension
des images est de 62 µm × 30 µm et la température de 0,36 K.

autres expériences dans Sr2RuO4 suggèrent qu’un autre type de piégeage est présent.

Des parois entre domaines de différente chiralité lz=±1 peuvent fournir ce

piégeage faible des vortex. Ces parois de domaines vont agir comme des barrières en

empêchant les vortex de s’échapper. Le collapse des vortex dans un seul domaine n’est pas

observé. La différence d’énergie libre entre les deux états p+, p− peut s’expliquer par le fait

que les vortex coalescent dans un seul type de domaine.

Dans la suite de ce chapitre on va essayer d’explorer si les observations pourront étayer

l’hypothèse d’un piégeage fourni par des domaines chirales.

Observation de la coalescence de vortex dans l’échantillon B

Pour déterminer si les structures du flux observées dans l’échantillon A (N=0,9) ne

sont pas dues au cristal, nous avons changé d’échantillon. Le deuxième échantillon imagé

(échantillon B) est plus épais que le premier (N=0,7). Comme la valeur du facteur de

désaimantation dépend de la géométrie de l’échantillon, la valeur seuil du champ magnétique

appliqué pour laquelle les vortex coalescent est différente.

Dans la figure 4.16, la pénétration des vortex est présentée pour des champs appliqués

parallèlement à l’axe c. On observe qu’à bas champ, les vortex individuels sont distincts les

uns des autres. En augmentant le champ appliqué les vortex s’attirent, certains étant déjà

proches. À 5 G et 6 G, des domaines de vortex se forment, mais des vortex séparés sont

encore visibles. Pour un champ de 7 G, tous les vortex forment des domaines et aucun vortex

individuel n’est observable. Ces structures du champ magnétique dans l’échantillon

B sont similaires à celles de l’échantillon A. Ici, la gamme de champs étant plus

large, on peut observer le comportement des vortex plus en détail.

La dépendance en température des vortex et des domaines est présentée dans la figure

4.17. Pour un champ appliqué de 2 G le long de l’axe c, des vortex individuels et des domaines

sont observés. Les vortex s’attirent même à bas champ magnétique. Ils sont distribués sur

l’échantillon de manière inhomogène. En chauffant à une température de 1,3 K, près de Tc,

les vortex restent plus au moins aux mêmes endroits et leur contraste commence à devenir
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Fig. 4.17 – Dépendance en température des structures de vortex dans l’échantillon B. Le
champ est appliqué parallèlement à l’axe c et a une valeur de 2 G. La dimension des images
est de 62 µm × 25 µm. La température est de 0,36 K pour l’image de gauche et 1,3 K pour
l’image de droite.

plus faible. La pénétration du flux est beaucoup plus diffuse sur toute la surface.

Simulation théorique de pénétration des vortex dans un supraconducteur chiral

de type p

Dans cette section, on se propose d’étudier l’influence des parois de domaines propres

à un supraconducteur de type triplet. Nous suggérons que les résultats expérimentaux ob-

servés soient la manifestation de ces parois. Pour vérifier cette hypothèse, on compare les

expériences avec la simulation d’une telle paroi et en particulier, l’effet d’un champ extérieur.

On considère que la symétrie chirale de type p est réalisée en Sr2RuO4 de type px±ipy.

Comme les états p+ (px+ipy) et p−(px-ipy) sont dégénérés sans champ appliqué, on s’attend

à l’apparition de ces deux états. Cette dégénérescence est levée en appliquant un champ

magnétique extérieur perpendiculaire au plan basal, comme la symétrie px±ipy est brisée

par rapport au renversement du temps avec un moment orbital angulaire le long de l’axe

c. Les vortex ont des structures internes différentes pour les domaines p+ et p−[107]. Cette

différence entre la structure des vortex pour les deux domaines a été étudiée par la théorie

de GL avec 2 composantes[91], la théorie quasiclassique[121] et la théorie Bogoliubov-de

Gennes[153].

Il y a une différence d’énergie libre entre les domaines p+ et p− dans l’état mixte, qui

conduit à un champ critique Hc2 différent pour les deux états. Quand le champ est appliqué

dans la direction z(-z), le domaine p−(p+) a une énergie libre plus basse et devient le

domaine le plus stable. Le domaine p+ devient métastable et une transition du domaine p+

au domaine p− peut apparâıtre. Entre les deux types de domaines, des parois de domaines

apparaissent. Les simulations numériques faites par Ichioka et al. montrent la transformation

d’une structure multi-domaines à zéro champ vers une structure monodomaine en champ

appliqué[108]. L’apparition d’une structure ’vortex sheet’ (feuillets de vortex similaire à

ceux de l’3He-A) a été aussi proposée dans un supraconducteur triplet[154].

L’étude de l’évolution de l’aimantation par la théorie de GL dépendante de temps est

montrée dans la figure 4.18[108]. La simulation est réalisée pour un matériau ayant une

surface de Fermi isotrope et à une température T=0,5Tc. À champ nul, les deux domaines

sont équiprobables entrâınant l’apparition d’une paroi de domaine. La phase relative des

deux composantes du paramètre d’ordre est π. Les vortex pénètrent dans l’échantillon par la
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Fig. 4.18 – Variation de la distribution interne du champ magnétique quand le champ
appliqué est augmenté de (a)0,08 Hc2, (b)0,11 Hc2, (c)0,13 Hc2, (d)0,32 Hc2. Les deux types
de domaines p+ et p− sont séparés par une paroi au milieu[108]. La dimension des images
est de 200ξ0×100ξ0 (correspondant à 13 µm×6.5µm pour Sr2RuO4) et la température est
de 0,5 Tc.

paroi de domaine formant une ’vortex sheet’. En augmentant lentement le champ appliqué

le long de l’axe c, les vortex commencent d’abord à entrer dans l’état p−. À plus haut

champ, les vortex pénètrent aussi dans le domaine p+. Le Hc1 dans le domaine p− est plus

bas que pour le domaine p+. Le nombre de vortex augmente le long de la paroi de domaine

qui se tord. À plus haut champ, la paroi se déplace de façon à diminuer le domaine p+.

Quand le champ devient trop important, le domaine p+ disparâıt et un seul domaine reste,

p−.

Autour du coeur de vortex dans le domaine p+ et p−, la composante chirale opposée

est induite. Les vortex de la paroi de domaine sont des vortex sans coeur. Quelques double

vortex sont supposés apparâıtre près des frontières dans le domaine p−. Dans le cas d’un

seul domaine, dans l’état Meissner B=0, et B apparâıt dans l’état mixte. Pour le cas multi-

domaines, B est petit mais fini même dans l’état Meissner, parce que le champ magnétique

pénètre par les parois de domaines.

La possibilité de brisure de symétrie par rapport au renversement du temps (BSRT)

a aussi été étudie théoriquement dans un supraconducteur avec une phase réelle dans le

volume (un paramètre d’ordre complexe implique BSRT)[198]. Si certaines contraintes sont

appliquées au système, elles peuvent renforcer la BSRT. C’est le cas d’une paroi de domaine.

Les calculs de la distribution du champ magnétique d’une paroi de domaine indique que le

champ a un pic dans le centre de la paroi, et des ailes de signé opposé des deux côtés. Il n’y

a pas d’aimantation nette (ou de courants) parce que toutes les contributions s’annulent. Le

maximum du champ dans le centre de la paroi de domaine n’excède pas le champ critique

Hc1 pour un vortex axial. Une autre possibilité de renforcement de la BSRT est le cas d’une

couche mince supraconductrice. Ici la surface joue un rôle important. Le comportement du
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Fig. 4.19 – Pénétration des vortex dans Sr2RuO4. Le champ est augmenté en FC de (a)2
G, (b)3 G, (c)4 G, (d)8 G, (e)9 G, (f)10 G, (g)11 G, (h)20 G et (i)50 G. La température
est de 0,4 K et la dimension des images est de 62 µm × 30 µm. Les flèches indiquent les
défauts dans l’échantillon.

paramètre d’ordre près de la surface doit être pris en compte. La surface agit comme une

contrainte sur le système en diminuant la symétrie. À la surface d’un supraconducteur, une

instabilité similaire vers un état BSRT peut exister[41], comme pour une paroi de domaine.

La comparaison des expériences de pénétration des vortex dans Sr2RuO4 avec la théorie

est présentée dans la section suivante.

Visualisation de la pénétration des vortex par µSQUID après FC

La visualisation de la pénétration des vortex, par le microscope à µSQUID, dans l’échan-

tillon B est montrée dans la figure 4.19. Le champ magnétique appliqué le long de l’axe c,

est varié de 2 G à 50 G (FC). La partie supraconductrice est représentée en noir, et le champ

magnétique est en blanc. Deux grandes lignes de défauts qui coupent l’image en plusieurs

parties sont indiquées par les flèches sur la figure (c). Ces défauts restent visibles sur toutes

les images, même quand le champ est incliné (voir section suivante). Comme attendu, le

champ pénètre d’abord par les défauts, mais à 2 G on observe quelques vortex individuels

sur la partie de gauche de l’image. Dans la partie de droite, aucun vortex n’est présent. En

augmentant le champ à 3 et 4 G plus de vortex entrent dans le domaine de gauche. Pour

un champ de 4 G les vortex commencent à pénétrer dans le domaine de droite. Au début,

seuls quelques vortex sont présents dans cette région. Quand le champ atteint une valeur de

9 G (image (e)), les vortex dans le domaine de gauche sont si près les uns des autres qu’on

ne peut plus les séparer. Au contraire, dans le domaine de droite, des vortex individuels
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Fig. 4.20 – Pénétration du champ magnétique quand le champ magnétique est appliqué
à l’échantillon après refroidissement en zéro champ. L’amplitude du champ magnétique
appliqué à une température de 0,4 K, est de : (a)0 G, (b)30 G, (c)35 G, (d)37,25 G (e)40
G, (f)50 G. La dimension des images est de 62 µm × 30 µm.

sont visibles mais certains sont déjà près les uns des autres. La coalescence des vortex est

complète dans les deux domaines pour une valeur de champ de 11 G. En augmentant le

champ à 50 G, la distribution du champ est uniforme sauf dans les lignes de défauts. Comme

le champ est très grand dans ces endroits, le SQUID passe par plusieurs arches, et à cause

de cela le flux mesuré au-dessus des lignes de défauts apparâıt en blanc au début et en noir

après.

Ces images ressemblent aux simulations faites pour les domaines de différente chiralité

présentés dans la figure 4.18. Tout ce passe comme si un domaine chiral présent sur la partie

gauche de l’image était favorisé par la direction du champ appliqué. Quand l’amplitude du

champ augmente assez, ce domaine commence à nucléer dans la partie de droite, jusqu’à une

valeur où la pénétration totale est réalisée. Il est possible que la présence de défauts

permette la nucléation des domaines, les parois de domaines étant piégées à la surface

par ces défauts.

Visualisation de la pénétration des vortex par µSQUID après ZFC

Les deux échantillons étudiés sont des plaquettes. Pour le cas des expériences en refroi-

dissement sous champ (FC), la géométrie de l’échantillon joue sur la diminution du champ
−→
B dans l’échantillon durant le refroidissement. La situation change profondément quand

l’échantillon est refroidi en champ nul. Le milieu supraconducteur réagit à la présence du

champ magnétique appliqué, en générant des courants d’écrantage, qui annulent le champ

intérieur
−→
B . Maintenant la géométrie et le piégeage jouent un rôle beaucoup plus important

pour la pénétration du champ dans l’échantillon et la configuration des vortex.

L’effet d’écrantage est visible dans l’hystérésis de l’aimantation des supraconducteurs,

l’aimantation dépend de l’histoire préalable et de comment le champ magnétique a été

appliqué. Cet hystérésis est faible et presque linéaire quand la gamme de balayage est plus

petite que Hc1 et la température près de Tc.
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Fig. 4.21 – Formation des domaines dans Sr2RuO4 pour un champ de -50 G appliqué
parallèlement à l’axe c après ZFC. À droite, le plot de la ligne montré dans l’image est
présenté. La dimension de l’image est de 62 µm × 30 µm et la température de 0,4 K.

En appliquant un champ après ZFC, le champ interne
−→
B dans l’échantillon est plus petit

que le champ extérieur. À bas champ, les vortex ne peuvent pas pénétrer dans l’échantillon

(barrière géométrique et de surface). Aussitôt qu’une valeur seuil du champ est atteinte,

l’intensité du champ augmente très rapidement. Après qu’on enlève le champ appliqué,

le flux reste toujours piégé. Pour Sr2RuO4, le champ de première pénétration peut être

déterminé en mesurant le flux dans le µSQUID. À partir d’une valeur de 35 G beaucoup de

champ commence à pénétrer dans l’échantillon.

La pénétration du champ dans l’échantillon B, après ZFC, est montrée dans la figure

4.20. L’endroit de l’imagerie est le même que celui des images en FC de la Fig. 4.19. Les

défauts sont toujours visibles dans les images. En ZFC, panel (a), les vortex pénètrent

d’abord par les défauts. Des vortex individuels sont visibles. En augmentant le champ à 30

G, beaucoup de champ pénètre par les défauts. Quelques vortex individuels sont toujours

visibles. L’échelle magnétique des images présentées est logarithmique par rapport au champ

dans le coeur du vortex mesuré par le SQUID, le champ qui pénètre par les défauts est

important. Pour un champ de 35 G, le champ commence à pénétrer dans les régions en

dehors des défauts. Une structure en ligne est visible dans le domaine de droite,

cette structure s’accentue avec l’augmentation du champ appliqué. La direction

de ces lignes est proche de l’axe cristallographique −→a dans le plan ab (vérifié

a posteriori par rayons X). À 40 G, les lignes sont présentes dans toute l’image, et

pour un champ de 50 G, le champ pénètre dans tout l’échantillon. La modulation du flux

est très importante dans les domaines formés. À cause de cette grande valeur du champ le

SQUID passe plusieurs arches. Nous remarquons que le nombre de domaines augmente avec

le champ appliqué.

Pour déterminer si la forme des domaines dépend de la direction du champ appliqué,

on a inversé le champ. Pour des amplitudes de -50 G ZFC, l’image est présentée dans la

Fig. 4.21. La structure des domaines est visible. Un profil de la ligne tracée dans l’image

est montré à droite (le même profil est discuté dans le chapitre 1.11). La distance entre
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Fig. 4.22 – Apparition des châınes de vortex dans la direction du champ appliqué quand il
est incliné par rapport à l’axe c avec un angle de 82◦. Le champ appliqué a une amplitude
de 55 G FC et la température est de 0.46K. Les dimensions de l’image sont 62 µm × 30
µm.

domaines est de 7 µm. Comme beaucoup de champ est présent dans l’échantillon, cette

modulation du flux à l’intérieur du matériau est assez importante. Les courants d’écrantage

et la barrière de surface jouent un rôle important pour la formation de ces domaines, qui ne

sont pas observés dans la preparation en FC (Fig. 4.19(i)). Quand on applique un champ de

50 G en FC, il n’y a pas de modulation du champ dans l’échantillon, le flux étant uniforme

à l’intérieur, contrairement au cas ZFC.

Si les domaines sont dus à la présence d’un paramètre d’ordre chiral, il doit y avoir

une différence entre les préparations par FC et ZFC. Pour les expériences ZFC, beaucoup

de domaines sont attendus à distribution aléatoire, mais invisibles pour la microscopie à

SQUID en absence de vortex. Dans le cas de FC, les vortex sont piégés préférentiellement

dans les domaines de chiralité avec le Hc1 plus faible. Ceci conduit à l’apparition de moins

de domaines. L’apparition d’un monodomaine est empêchée à cause du piégeage des parois

de domaines à la surface et aux défauts.

Ces domaines qui apparaissent après ZFC sont différents des châınes de vortex qui se

forment quand le champ appliqué est incliné par rapport à l’axe d’anisotropie c (voir chapitre

suivant sur l’anisotropie). Dans la figure 4.22, un champ de 55 G FC est incliné avec 82◦

par rapport à l’axe c. On observe que des châınes de vortex apparaissent dans la direction

du champ appliqué (direction verticale), mais les grandes lignes de défauts restent visibles.

Ainsi la présence des rayures ou des autres défauts à la surface du matériau est détectée

toujours même en inclinant le champ, apportant ainsi une preuve supplémentaire au fait que

les domaines observés dans la figure 4.15 ne sont pas provoqués par des défauts de surface.

Origine de la coalescence de vortex

Dans la théorie de GL, l’interaction entre vortex peut être répulsive ou attractive. Le

signe de l’interaction est contrôlé par le paramètre GL, κ=λ/ξ, près de Tc. Dans un supra-

conducteur de type I (κ <1/
√

2), les vortex s’attirent, tandis que, normalement, dans un
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supraconducteur de type II (κ >1/
√

2), deux vortex se repoussent et la transition de phase

à Hc1 est de deuxième ordre. Néanmoins, loin de Tc, dans les supraconducteurs de type II

avec un paramètre κ petit (près de 1) apparâıt une attraction entre vortex pour une gamme

petite de κ[102]. Cette interaction attractive entre vortex a comme résultat une structure du

flux magnétique dans le matériau, formée par des domaines sans flux (dans la phase Meiss-

ner) et des domaines qui consistent en un réseau de vortex. Cette configuration appelée

phase intermédiaire-mixte est accompagnée par un saut de l’aimantation et une transition

du premier ordre à Hc1[114]. Ce saut de l’aimantation et la phase intermédiaire-mixte ont

été trouvés expérimentalement (par exemple dans Nb). Plusieurs études théoriques ont aussi

calculé la valeur critique du paramètre GL κ à des températures loin de Tc[115, 159, 141].

Sr2RuO4 est un matériau supraconducteur avec une valeur du paramètre GL κ basse

(∼2). Des vortex individuels sont présents à bas champ appliqué le long de l’axe c. Pour

des champs plus grands, les vortex coalescent, et la phase intermédiaire-mixte n’est pas

observée. Ainsi, dans Sr2RuO4 la coalescence des vortex est différente de celle des

supraconducteurs conventionnels avec un petit κ.

En général, la relation entre le courant et le champ magnétique est non locale dans

un supraconducteur, reflétant l’étendue spatiale finie des paires de Cooper ∼ ξ. Les cor-

rections non locales sont de l’ordre de κ−2 pour les quantités physiques (comme pour la

longueur de pénétration)[70]. Les supraconducteurs de type II ont en général un grand κ,

ainsi l’électrodynamique locale est utilisée. Les supraconducteurs non conventionnels ont

des noeuds dans le gap, dans ce cas la longueur de cohérence ξ = vF /π∆ diverge le long

des noeuds. Donc les corrections non locales peuvent redevenir importantes, en particulier

à basse température quand les quasiparticules peuplent sélectivement les régions nodales.

Ces corrections sont très anisotropes et brisent la symétrie de rotation du champ autour

du vortex, contribuant ainsi à l’interaction entre vortex avec une composante anisotrope.

L’utilisation d’une théorie de London non locale a prédit que la géométrie du réseau de vor-

tex, dans les supraconducteurs non conventionnels, change en fonction de la température et

du champ appliqué, passant d’un réseau hexagonal à un réseau carré.

Bien qu’il y ait encore une controverse sur la symétrie du gap de Sr2RuO4, des lignes

de minima ou de zéros sont indiquées par plusieurs techniques expérimentales. Ainsi, les

corrections non locales peuvent jouer un rôle dans l’attraction entre vortex à bas champ et

basse température dans Sr2RuO4.
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4.6 Conclusion

On a utilisé la technique de microscopie à µSQUID pour les premières observations

directes des vortex dans Sr2RuO4.

• Première visualisation des vortex individuels en Sr2RuO4 à bas champ magnétique

appliqué, des vortex individuels n’ont été jamais observés avant.

• Coalescence des vortex pour des champs intermédiaires, signature probable de la non

conventionalité de la supraconductivité dans Sr2RuO4. Comme la rugosité de la sur-

face est très petite (< 7Å) et les autres défauts à la surface sont facilement repérés,

un mécanisme intrinsèque de piégeage est le plus en accord avec les expériences. La

présence des parois de domaines de différente chiralité peut produire le faible piégeage

des domaines des vortex. Cependant, les effets d’anisotropie, de la non localité de

l’électrodynamique et du petit paramètre GL κ jouent un rôle important dans l’at-

traction des vortex pour les champs magnétiques appliqués le long de l’axe c du cristal.

• Aucun réseau de vortex n’est observé à bas champ appliqué, les vortex formant des

domaines de flux. Même l’utilisation de la technique d’oscillation (shaking) du RV n’a

pas abouti à des résultats avec un RV régulier.

• La technique de preparation (histoire de champ) d’échantillons s’est avérée importante

pour la présence des domaines dans une zone avec beaucoup des défauts. Quand

le champ est appliqué après ZFC, des domaines se forment, tandis que pour FC,

après la pénétration des vortex dans un domaine d’abord, le champ est uniforme

dans l’échantillon. Ceci peut être expliquée de nouveau par la présence de parois de

domaines dans le matériau, en ZFC les domaines étant plus nombreux et aléatoires,

tandis qu’en FC le champ appliqué favorise un certain type de domaine.



Chapitre 5

Anisotropie dans Sr2RuO4

L’anisotropie est présente dans beaucoup de propriétés physiques des supraconducteurs

(par ex. le champ critique) dépendant toutes de l’orientation par rapport aux axes cristal-

lographiques. Le réseau de vortex est aussi soumis aux effets de l’anisotropie, en plus des

autres influences comme l’agitation thermique. Une grande variété de l’état mixte dans les

supraconducteurs de type II a été proposée, telle que le liquide de vortex, le plasma de vor-

tex ou le verre de vortex, prouvant que beaucoup des particularités des supraconducteurs

anisotropes dans l’état mixte n’ont pas été étudiées en détail.

5.1 Introduction

La recherche de nouveaux matériaux en couche a révélé un supraconducteur anisotrope

avec une basse température critique Tc, Sr2RuO4. La supraconductivité anisotrope et la

supraconductivité de type p présentes dans le même matériau font du Sr2RuO4 un supra-

conducteur unique.

Dans ce chapitre, on se focalise sur l’anisotropie de Sr2RuO4 et sa relation avec la chi-

ralité. On observe, pour des champs inclinés par rapport à l’axe d’anisotropie, la formation

des châınes de vortex. Ces châınes de vortex se réarrangent facilement selon l’axe du champ

magnétique appliqué. Pour certains angles et champs appliqués, deux types de vortex ap-

paraissent, comme dans le cas du supraconducteur plus anisotrope BSCCO.

5.2 Anisotropie des matériaux en couches

Nous allons, dans un premier temps, présenter de manière générale les théories de

Ginzburg-Landau et le modèle de London, qui sont deux modèles simples pour décrire

la distribution de courant dans l’état mixte. Nous généralisons ensuite ces théories aux

supraconducteurs anisotropes ayant une symétrie uniaxiale, et en particulier au Sr2RuO4.
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5.2.1 La théorie de Ginzburg-Landau

Dans la théorie microscopique de la supraconductivité BCS[12], la fonction d’onde de

l’état fondamental est la fonction d’onde macroscopique des électrons ψ(−→r ) = |ψ(−→r )|eiθ(−→r ).

On suppose que |ψ| est invariant spatial et indépendant du champ magnétique, cette situa-

tion n’étant réalisable qu’à bas champ et dans un matériau homogène. Ce n’est pas le cas

en pratique, ces restrictions n’étant pas appropriées, un traitement de la variation spatiale

est nécessaire.

La théorie phénoménologique de Ginzburg-Landau (GL) (voir par exemple [186]) postule

l’existence d’un paramètre d’ordre qui peut être vu comme une mesure de l’énergie de

condensation d’une paire d’électrons dans l’état supraconducteur. Le paramètre d’ordre est

une quantité complexe qui peut être écrite comme ψ(−→r ) = |ψ(−→r )|eiθ(−→r ), ou θ(−→r ) est la

phase dépendant de la position, et a la même forme que la fonction d’onde macroscopique.

Les valeurs absolues de la phase ne peuvent pas être mesurées, mais une jonction Josephson

fournit le moyen de mesurer une différence de phase entre régions supraconductrices.

Dans un système uniforme sans champ magnétique appliqué, le paramètre d’ordre près

de Tc est proportionnel au gap supraconducteur de la théorie BCS.

La théorie de GL est basée sur l’hypothèse que chaque point du supraconducteur peut

être décrit par une fonction continue, le paramètre d’ordre. En général, une expression pour

l’énergie libre est construite, et par un procédé de minimisation, on obtient les équations

différentielles qui décrivent la distribution de l’induction magnétique et du paramètre d’ordre

dans l’état d’équilibre. Dans la théorie originale GL, l’énergie libre est développée en série

de puissance du paramètre d’ordre. Cette approche est exacte près de la température de

transition Tc.

L’énergie libre GL dans l’état supraconducteur relative à celle de l’état normal est :

F =

∫

V s
{α|ψ|2 +

1

2
β|ψ|4 +

1

2m∗
|(~

i
∇− q∗

−→
A )|2 +

−→
B 2

2µ0
}d3r (5.1)

où α = α(T ) et β sont les coefficients d’expansion en |ψ|, −→B = ∇×−→
A ,

−→
A est le potentiel

vecteur,
−→
H le champ extérieur appliqué, et Vs le volume du supraconducteur.

Comme la théorie GL est valable près de Tc et pour des champs appliqués importants,

en pratique pour l’état mixte près de Hc1 et quand les coeurs de vortex sont négligeables

(κ >>1), le modèle de London est applicable[102]. Pour des bas champs magnétiques, le

réseau de vortex est formé d’une matrice de vortex dans laquelle les régions, où le paramètre

d’ordre est supprimé, sont une petite fraction du volume supraconducteur. Dans ce cas, le

modèle simplifié de London pour la distribution du champ magnétique et de courant pour

un vortex individuel s’applique.

L’équation de London est obtenue de la seconde equation GL en fixant |ψ|=1, pour un

champ appliqué le long de l’axe z :
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λ2∇×∇×−→
B +

−→
B = ẑφ0δ(r) (5.2)

où la fonction de Dirac 2D δ pondérée par le quantum de flux φ0 est introduite dans la

partie de droite pour fournir une source à l’équation de London. La solution de l’équation

5.2 en coordonnées cylindriques est :

−→
B (−→r ) = ẑ(

φ0

2πλ2
)K0(

r

λ
). (5.3)

avec K0(
r
λ) la fonction de Bessel de premier degré.

Le modèle de London suppose que |ψ| est constant partout sauf à r=0, où il y a une

singularité. L’effet de dépression du |ψ| dans le coeur (r< ξ) n’est pas pris en compte. La

relation entre le potentiel vecteur et le courant est locale comme λ est considéré plus grand

que ξ.

5.2.2 Anisotropie dans la théorie GL

La structure en couches des supraconducteurs fait qu’ils sont plus ou moins anisotropes,

c.a.d. que les propriétés électriques et magnétiques ne sont pas les mêmes pour les différentes

directions cristallines. L’anisotropie est introduite dans la théorie GL par un tenseur de

masse effective[131], remplaçant la masse effective isotrope. Pour les supraconducteurs uni-

axiales en couches, ma=mb=mab. Le tenseur de masse effective (d’ordre deux) peut être

écrit comme :

µij =




1 0 0
0 1 0
0 0 mc

mab




L’anisotropie est en général décrite par le paramètre γ, qui est défini comme γ =

( mc

mab
)1/2 = λc

λab
= ξab

ξc
=

Hab
c2

Hc
c2

>> 1. Parfois, l’inverse de ce rapport ǫ = 1/γ est utilisé. Les

valeurs de γ sont de 3,3 pour NbSe2, entre 5 et 8 pour YBa2Cu3O7−δ, ∼20 pour Sr2RuO4 et

supérieure à 150 pour Bi2Sr2CaCu2Ox. Dans tous les matériaux supraconducteurs à haut

Tc, la valeur du γ est dépendante du dopage.

La partie électromagnétique de la densité d’énergie libre dans un supraconducteur peut

être écrite dans la limite London comme[11, 133] :

F =
1

8π
[
−→
h 2 + λ2(∇×−→

h )µ̂mab(∇×−→
h )] (5.4)

où
−→
h est le champ magnétique locale, λ = λab est la longueur de pénétration London pour

des courants dans le plan a-b et µ̂ le tenseur de masse effective réduite. Le tenseur mabµ̂

dépend de l’anisotropie du gap supraconducteur.

En supposant que le champ magnétique qui pénètre dans l’échantillon forme des vortex

dans la direction ẑ, on va introduire un système de coordonnées xyz avec l’axe z dans le

plan bc (voir Fig. 5.1). La transformée de Fourier du champ magnétique dans le plan xy

est :
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c

b

a

j
H

échantillon

B q

Fig. 5.1 – Rotation de l’axe du vortex B avec un angle θ par rapport à l’axe d’anisotropie c
quand le champ extérieur appliqué H fait un angle ϕ avec l’axe c. Un système de coordonnées
xyz peut être introduit avec l’axe x qui garde la même direction que l’axe a et l’axe z donné
par la direction du vortex (B).

−→
h (−→r ) =

1

S

∑

k

−→
h ke

i
−→
k −→r (5.5)

−→
h k =

∫ −→
h (−→r )e−i

−→
k −→r d2r (5.6)

où l’intégration se fait sur la surface S d’une maille élémentaire d’un réseau de vortex.

Les vortex sont supposés séparés et la maille de RV porte toujours un quantum de flux φ0.

Dans l’espace Fourier la densité d’énergie libre eq. 5.4 peut être écrite maintenant comme

(voir Annexe A.2)[11] :

F =
φ0

8πS2

∑

k

ẑ
−→
h k (5.7)

La composante du champ le long de l’axe du vortex dans l’espace réciproque, ẑ
−→
h k, est

obtenue en minimisant l’equation (5.4) dans l’espace Fourier (voir Annexe A.3)[203] :

ẑ
−→
h k =

1

1 + λ2
abk

2

(
1 −

(λ2
c − λ2

ab)k
2
y sin2 θ

1 + λ2
abk

2 + (λ2
c − λ2

ab)(k
2
y + k2

x cos2 θ)

)
φ0 (5.8)

où λc et λab sont les longueurs de pénétration le long de l’axe c, respectivement dans

le plan ab. Pour un champ appliqué le long de l’axe c, θ=0◦, on retrouve le cas isotrope

ẑ
−→
h k = 1

1+λ2

ab
k2

et pour θ=90◦, ẑ
−→
h k = 1

1+λ2

ab
k2

x+λ2
ck2

y
.

L’anisotropie modifie l’interaction entre vortex, entrâınant la modification du réseau

de vortex qui dépend du champ magnétique et de son orientation par rapport aux axes

cristallographiques. Kogan a montré que l’interaction entre vortex parallèles est toujours

donnée par l’expression isotrope (ǫint = φ0h(r)/4π), où on remplace le champ total (h(r))

avec sa projection sur les axes du vortex (ẑh(r))[133].

La théorie de London est valable tant que les vortex sont éloignés les uns des autres, à des

distances plus grandes que la longueur de cohérence. À l’échelle de la longueur de cohérence,
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Fig. 5.2 – Dépendance angulaire de l’énergie d’un vortex avec un cutoff circulaire (ligne
verte, triangles), et avec un cutoff elliptique du coeur du vortex pour deux valeurs de κ.
L’expression 5.9 a été utilisée avec un κ =2,3 (ligne rouge, cercles pleins) et 10 (ligne bleue,
carrés pleins). La ligne noire (cercles vides) est calculée à partir de la théorie GL[130]. Le
paramètre d’anisotropie γ est de 20.

l’approximation de London échoue. Dans les calculs, une fonction de ’cutoff’ est introduite

pour prendre en compte la taille finie du coeur du vortex[134]. Dans le régime London,

l’énergie consiste de deux contributions additives, la self énergie nécessaire pour faire des

vortex indépendants (εv) et l’interaction mutuelle entre vortex distincts (εint), qui est la

somme de toutes les interactions entre deux corps possibles. L’énergie totale du système

de vortex est similaire à celle des charges ponctuelles en électrostatique. La self énergie ne

dépend pas des paramètres du réseau, mais seulement de l’orientation par rapport à l’axe c

et d’anisotropie. Ceci est détaillé dans la partie suivante.

L’énergie d’un vortex sur unité de longueur, en fonction de l’orientation, est obte-

nue à partir des eqs. (5.7-5.8) (voir Annexe B)[11] : εv(ẑ) = εv0A(θ)/λc où A(θ) =√
cos2 θ + γ−2 sin2 θ et εv0 = ( φ0

4πλab
)2lnκ(θ). Cette expression est obtenue en utilisant une

fonction de cutoff (limite) circulaire pour le coeur du vortex. Le paramètre κ(θ) est une fonc-

tion qui varie faiblement (logarithmique) avec θ. En réalité, quand le vortex est tourné par

rapport à l’axe d’anisotropie, une fonction de cutoff elliptique doit être utilisée. En utilisant

ce type de fonction l’expression générale de l’énergie d’un vortex en fonction d’orientation

est[203] :

εv(ẑ) = ε0
A(θ)

λc

1

2 + γ−2tg2θ

{
1

lnκ
ln

[
1 +

tg2θ

2(1 + γ−2tg2θ)

]
+ γ−2tg2θ

(
1 +

ln γ

lnκ

)
+ 2

}

(5.9)

La variation de la self énergie d’un vortex en fonction de l’angle d’inclinaison est

représentée dans la Fig. 5.2 pour différentes valeurs de κ, en utilisant un cutoff elliptique

du coeur de vortex. Aussi sont représentées la valeur calculée avec un cutoff circulaire et la
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valeur calculée à partir de la théorie de GL [130]. Le paramètre d’anisotropie γ est de 20

comme pour Sr2RuO4. Aux bas champs magnétiques et à de petits angles, l’énergie d’un

vortex est presque identique dans les 4 cas. L’expression classique avec un cutoff circulaire

peut être utilisée, l’erreur étant inférieure à 10%.

Quand on applique un champ magnétique à un angle ϕ par rapport à l’axe de l’aniso-

tropie, en général les vortex pénètrent à un angle θ dans l’échantillon, pour un facteur de

désaimantation différent de zéro. Pour déterminer la relation entre l’induction magnétique

B et le champ externe H, une minimisation de l’énergie libre Gibbs relative à B doit être

faite. La solution peut être déterminée seulement dans quelques cas, sinon un calcul (com-

pliqué) numérique est nécessaire. D’un grand intérêt est aussi la configuration d’équilibre

des vortex à température zéro, ou autrement dit le diagramme de phase. Pour déterminer

ce diagramme de phase il faut trouver la configuration des vortex qui minimise l’énergie

libre Gibbs pour un H donné.

L’expression générale pour l’énergie libre Gibbs est :

G =
1

S
(εNv + εint + ǫintH) (5.10)

où la self énergie totale par unité de longueur est proportionnelle au nombre de vortex,

comme tous les vortex sont considérés égaux εNv = Nεv, et l’énergie d’interaction entre

vortex dans l’espace réel εint = 1
2

∑
i6=j

E(ri − rj) deviet dans l’espace Fourier[27] :

εint =
φ0

8πS2


 ∑

kx,ky

ẑhkx,ky
− S

4π2

∫∫
ẑhkx,ky

dkxdky


 (5.11)

et ǫintH = −BH

4π = − φ0

4πS H cos(θ−ϕ) est l’énergie d’interaction entre vortex et le champ

externe H (Fig. 5.1). Dans le cas d’un facteur de désaimantation non nul, le potentiel Gibbs

doit être utilisé sous la forme[137] :

G = F − BH

8π
− MH

2
=

(εNv + εint)

S
− BH

8π
− MH

2
(5.12)

où F est l’énergie libre et M l’aimantation. Le calcul de l’énergie libre du réseau de vortex

implique l’évaluation des sommes du réseau (’lattice sums’[65]). Dans l’approximation de

London, l’énergie libre est déterminée par la composante du champ magnétique local d’un

vortex ẑ
−→
h k et par les séparations entre vortex.

Pour une faible densité de flux, seule l’interaction entre les premiers voisins est impor-

tante, et elle est donnée par le comportement asymptotique de ẑ
−→
h k à de grandes distances

r>> λ. Considérant un échantillon de type plaquette avec un facteur de désaimantation

N=1 et les vortex loin uns des autres, l’énergie libre Gibbs s’écrit[27] :

G =
εv(ẑ)

S
− BH

8π
− MH

2
=

B

φ0
ε0

A(θ)

λc
− 1

8π
(BaHa + BbHb + H

2
c) (5.13)
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avec conditions limites que la composante normale du B et la composante parallèle du

H, à la surface soient continues : Ha=Ha, Hb=Hb et Bc=Hc. En minimisant l’équation 5.13,

l’induction magnétique à l’intérieur de l’échantillon est obtenue :Bi = 1
2

HaHc

Hc
c1

γ, avec i=a,b

et Hc
c1 = 4πε0

φ0
λab. L’angle d’orientation θ d’un vortex par rapport à l’axe d’anisotropie c

dépend de l’angle ϕ fait par le champ externe H de manière suivante :

tgθ =
γHc

2Hc
c1

tgϕ (5.14)

c.a.d. que pour des petits angles (ϕ <10◦) et champs magnétiques appliqués faibles

(γHc ≤ 2Hc
c1) les vortex à la surface de l’échantillon doivent être isotropes.

En considérant un échantillon avec un facteur de désaimantation nul, N=0, l’orientation

des vortex dans l’échantillon est déterminée par la relation (à partir de 5.12) :

tgϕ =
tgθ + F ′/F

1 − F ′tgθ/F
(5.15)

où F’=∂F/∂θ. Dans l’étude de la première pénétration des vortex dans l’échantillon, le

cutoff utilisé est important. Quand un cutoff circulaire est utilisé, il y a une seule orientation

des vortex donnée par[11] :

tgθ = γ2tgϕ (5.16)

Les vortex pénètrent le long de plan ab même pour des faibles angles d’inclinaison de H.

Donc l’orientation des vortex isolés ne coincide pas, dans les supraconducteurs anisotropes,

ni avec les axes cristallins ni avec la direction du champ externe H. Quand H < Hc1, le vortex

prend la direction de l’axe de symétrie avec la plus petite masse effective électronique[83].

Si H atteint le champ de seuil Hc1, le vortex va s’orienter dans la direction µ−1H. Quand le

champ appliqué augmente, les vortex forment un réseau et la direction des vortex se tourne

vers la direction de H. Seulement quand le champ H est dans la même direction qu’une

axe cristallographique, la direction d’équilibre des vortex coincide avec H. Les vortex sont

considérés distribués uniformément dans l’espace, parallèles et orientés dans la direction ẑ.

Le premier champ critique Hc1 dans un supraconducteur anisotrope[11] est obtenu en

tenant compte que l’énergie libre Gibbs G(Hc1)=0. Pour un cutoff circulaire du coeur du

vortex la dépendance angulaire de Hc1 est :

Hc1(ϕ) =
φ0

4πλ2

lnκ

(cos2ϕ + γ2sin2ϕ)1/2
(5.17)

La variation du Hc1, en fonction de l’angle ϕ fait par le champ appliqué avec l’axe c, est

présentée dans la Fig. 5.3(a). En plus de la courbe déterminée à partir de l’équation 5.17

(ronds pleins), on représente le calcul du Hc1(ϕ) en considérant un échantillon en forme

de plaquette avec un facteur de désaimantation de N=0.73 (ronds vides). La courbe bleue

(carrés) représente le calcule de la Ref.[31](voir Annexe).
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Fig. 5.3 – Variation du premier champ critique Hc1 en fonction de l’orientation : (a) Varia-
tion en fonction de l’angle ϕ du Hc1 avec un cutoff circulaire (courbe rouge, ronds pleins),
et pour un facteur de désaimantation N=0.73 (courbe verte, ronds vides). La courbe bleue
(carrés) représente le calcul de la Ref.[31]. (b) Variation en fonction de l’angle θ pour un
cutoff elliptique (courbe verte, ronds vides) et avec un facteur de désaimantation N=0,73
(courbe rouge, ronds pleins). Plusieurs valeurs de θ sont possibles pour une valeur de ϕ. La
courbe bleue (carrés) représente la composante dans le plan ab du Hc1. Le facteur d’aniso-
tropie γ est 20 (Sr2RuO4).

Une autre approche est de trouver la dépendance de Hc1 en fonction de l’orientation

(angle θ) des vortex par rapport à l’axe c. Ainsi, le premier champ critique est projeté sur

la direction de l’induction magnétique dans l’échantillon. Comme le champ magnétique H

est déterminé à l’équilibre thermodynamique par H(B) = ∇BF (B), à la limite B → 0, le

premier champ critique est[130] :

Hc1 =
φ0

4πλ2
(ẑεv(θ) + û

∂εv(θ)

∂θ
) (5.18)

où û est un vecteur unité dans le plan xy. La variation de Hc1 en fonction de l’angle

θ est montrée dans la Fig. 5.3(b). La courbe verte (ronds vides) représente le calcul à

partir de l’équation 5.18 en utilisant un cutoff elliptique pour le coeur du vortex obtenu

par Klemm[130]. Un petit minimum est observé à des angles intermédiaires, suivi par un

maximum autour de 88◦. Pour une valeur fixée de Hc1, il existe plusieurs valeurs

de θ pour les vortex près du plan ab. Cela veut dire que les vortex peuvent

entrer dans l’échantillon avec des orientations différentes, mais leur arrangement

dépend aussi de leur interaction mutuelle. Le maximum de Hc1 devient plus large dans

le cas d’une plaquette avec un facteur de désaimantation de N=0,73 (ronds pleins). Dans ce

cas, les vortex peuvent pénétrer avec des orientations presque perpendiculaires. La courbe

bleue (carrés) est la composante dans le plan ab du Hc1, pour le cas d’une plaquette avec

N=1 représentant Hc1.

Les orientations multiples des vortex sont obtenues en minimisant l’énergie libre Gibbs.
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Fig. 5.4 – Variation de l’énergie libre Gibbs avec les angles θ et ϕ. L’énergie libre présente
deux minima pour deux valeurs différentes de θ. L’énergie est calculée pour un facteur
d’anisotropie γ=20 (N=0).

Utilisant un cutoff elliptique, Sudbo et al.[205] montrent que deux minima locaux appa-

raissent, pour une certaine gamme de valeurs d’angle ϕ. Cette gamme augmente avec l’ani-

sotropie γ et avec la diminution du paramètre GL κ. Dans la Fig. 5.4 la variation de

l’énergie libre Gibbs est montrée, en fonction des angles θ et ϕ pour un paramètre γ=20

(N=0). L’énergie d’interaction entre vortex est négligée. Pour des facteurs de désaimantation

proches de 1, le deuxième minimum devient très petit, donc les vortex vont pénétrer plutôt

dans une seule direction.

5.2.3 Formation des châınes de vortex pour des champs inclinés

Le champ magnétique d’un vortex décrôıt exponentiellement à des grandes distances

(Eq. 5.3). L’énergie d’interaction entre deux vortex peut être considérée comme une inter-

action entre le champ magnétique d’un vortex et la densité de courant présente à la position

de ce champ à cause d’un autre vortex :

E12(
−→r 1 −−→r 2) =

φ0

4π
ẑ1
−→
h 2(

−→r 1 −−→r 2) (5.19)

Cette interaction a pour effet une repulsion des vortex parallèles et une attraction des

vortex opposés, tandis que deux vortex perpendiculaires n’interagissent pas.

Dans un supraconducteur anisotrope pour des champs magnétiques inclinés, des compo-

santes transverses du champ magnétique apparaissent en plus du champ longitudinal[132],

et la composante longitudinale peut avoir une direction opposée à celle du flux magnétique

total du vortex. Une telle inversion de champ magnétique [83] peut donner naissance à une

attraction entre vortex. Comme résultat, une châıne de vortex peut donc se former

dans le supraconducteur[29, 30]. Pour un matériau uniaxial, cette châıne est
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Fig. 5.5 – (a) Le réseau isotrope de vortex est décrit par des triangles équilatéraux de lon-
gueur L. Une déformation β dans la direction x et 1/β dans la direction y vont produire des
triangles isosceles qui décrivent le réseau anisotrope. (b) Dependence angulaire de l’énergie
d’un vortex dans une châıne et de la distance d’équilibre vortex-vortex à l’intérieur d’une
telle châıne[29, 30], pour une valeur du paramètre d’anisotropie γ de 20.

orientée dans le plan formé par l’axe d’anisotropie et la direction du champ

magnétique appliqué.

On considère que la configuration d’équilibre des vortex est un réseau périodique avec

une maille élémentaire triangulaire qui contient un quantum de flux, ayant comme paramètre

la distance entre vortex L. Aux bas champs appliqués, si on commence à faire tourner le

champ par rapport à l’axe d’anisotropie, le réseau commence à se tordre, un des paramètres

de maille Lβ (noté ensuite a) devenant beaucoup plus petit que l’autre [44]. Cette distorsion

du réseau apparâıt à cause du potentiel attractif entre vortex (Fig. 5.5a et 5.6). Dans un

matériau isotrope les paramètres de maille varient en B−1/2, le réseau varie graduellement

avec le champ appliqué dans toutes les directions. Dans le supraconducteur anisotrope, ce

n’est plus le cas.

Observant que l’énergie d’un vortex qui fait partie d’une châıne est plus basse que celle

d’un vortex isolé, Buzdin et al.[29, 30] calculent l’énergie d’un tel vortex dans une châıne

de période a (Lβ) :

εv = εv0 +
φ0

8π




1

a

∑

ky= 2πn
a

∫
dkx

2π
ẑhkx,ky

− 1

2π2

∫∫
ẑhkx,ky

dkxdky


 (5.20)

Minimisant l’énergie (Eq. 5.20) par rapport au paramètre a, on peut trouver l’énergie

d’équilibre et la période d’équilibre amin d’une châıne de vortex (voir Annexe C). Ces

calculs sont présentées dans la Fig. 5.5b pour un paramètre d’anisotropie γ=20. L’énergie

d’interaction d’un vortex a un minimum à un angle de 66◦, tandis que la distance minimale

entre vortex dans une châıne a un minima vers 79◦. La distance minimale amin est ∼ λ.
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Fig. 5.6 – Schéma des inclinaisons des vortex avec le champ magnétique. Quand le champ
appliqué fait un angle ϕ avec l’axe c, une attraction apparâıt entre les vortex dans le plan
formé par les axes c et H. La distance entre vortex dans la même châıne est a (correspondant
à la distance Lβ de la Fig. 5.5a) et la distance entre châınes est notée L.

Pour des bas champs, la distance a entre vortex reste presque constante et indépendante

du champ magnétique[44], ainsi la distance entre les châınes L (L
√

3/2β dans la Fig. 5.5a)

varie comme B−1. Donc aux petits champs, la séparation entre les châınes présente

toute la dépendance en champ magnétique. En augmentant le champ, les châınes

commencent à interagir et la distance entre châınes revient à une dépendance isotrope en

B−1/2. Aux plus hauts champs magnétiques, le rapport des deux paramètres de la maille

de vortex L/a ne dépend pas du champ magnétique[34].

5.2.4 Le modèle Lawrence-Doniach

La théorie GL suppose que toutes les longueurs caractéristiques de la supraconductivité

sont beaucoup plus grandes que les distances interatomiques. Dans la théorie GL anisotrope,

quand un vortex est parallèle aux couches, le coeur du vortex a une section elliptique avec

le grand semiaxe ξab dans le plan des couches et ξc=ξab/γ perpendiculaire aux couches

(on considère γ >1). La plus petite longueur caractéristique du système est la longueur de

cohérence ξc. Il est important de la comparer avec la distance inter-couches s.

On considère ensuite que la distance inter-couches est plus grande que ξc. Si un système

de couches supraconductrices d’épaisseur d est empilé avec une période s le long de l’axe

c, la longueur de pénétration dans la couche, λab, va être modifiée : λab = λs(s/d)1/2, où

λs est la longueur de pénétration pour une couche supposée isotrope[38]. La longueur de

décroissance pour les courants d’écrantage le long de l’axe c va être contrôlée par effet tunnel

Josephson. Dans la limite de couplage faible entre couches, la longueur de pénétration est

λc = (cφ0/8π2sJ0)
1/2, où J0 est la densité de courant critique Josephson. L’expression de

J0 dépend du modèle présumé du couplage inter-couches.

La plupart des modèles utilisent la théorie de Lawrence-Doniach qui discrétise le pa-

ramètre d’ordre comme bidimensionnel, dans des feuilles supraconductrices séparées par
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Fig. 5.7 – Formation des vortex ’pancake’ pour un matériau supraconducteur fortement
anisotrope. Un vortex Josephson se forme entre les couches et connecte les vortex pancake
situés dans des couches voisines.

une distance s. La théorie GL est toujours utilisable dans les couches supraconductrices.

Maintenant, le vortex qui est parallèle aux couches est vu comme centré au milieu d’une

jonction Josephson entre deux couches supraconductrices. Ce vortex n’a pas de coeur comme

un vortex normal, mais un coeur Josephson(voir la revue [39]).

Dans la théorie anisotrope GL, quand les vortex sont inclinés par rapport à l’axe d’ani-

sotropie c, les courants qui circulent autour du vortex tendent à circuler sur des chemins

elliptiques presque parallèles aux couches. Si on tient compte de la discrétisation de la struc-

ture atomique, le vortex incliné devient un empilement de vortex ’pancake’ bidimensionnels,

connectés par des cordes (strings) Josephson. Les vortex pancake sont caractérisés par des

courants circulaires qui sont confinés dans les couches supraconductrices, tandis que les

cordes Josephson sont des petits segments de vortex Josephson avec des axes confinés dans

les régions isolatrices entre les couches[64] (Fig. 5.7).

Dans la limite d’anisotropie extrême, un vortex qui passe à travers un empilement de

couches supraconductrices peut être vu comme un empilement de vortex pancake couplés

magnétiquement, avec un vortex pancake dans chaque couche. Dans cette limite, le couplage

Josephson entre les couches est nul et la longueur de pénétration λc est infinie.

Quand le couplage Josephson n’est pas nul, des cordes Josephson avec leurs axes le

long des jonctions Josephson entre les couches s’entendent d’un vortex pancake 2D à un

autre dans la couche suivante. Une force attractive apparâıt entre les vortex pancake des

couches différentes, tandis qu’une force repulsive se manifeste entre ceux de la même couche.

Un coeur Josephson complet (une corde Josephson longue) se forme parallèlement aux

couches seulement si la distance entre deux vortex pancake qu’il connecte est plus grande

que λJ = γs, sinon on a seulement une corde Josephson courte. Le coeur Josephson a le

même aspect que le vortex GL le long du plan ab λJ/s = γ.
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Fig. 5.8 – (a) L’échantillon de Sr2RuO4 avec la face ac polie (groupe de Y. Maeno). La
direction des plans ab correspond à la direction de la flèche ; (b) Zoom sur le centre de
l’échantillon, les inclusions de Ru étant facilement observables. Les images sont réalisées en
lumière noire.

Quand le paramètre d’anisotropie γ = λc/λab devient très grand, l’énergie de couplage

Josephson par unité de surface ~J0/2e = φ2
0/8π3sλ2

c entre les couches supraconductrices

devient très faible, et donc l’interaction attractive entre vortex pancake dans les couches

adjacentes devient petite. C’est le cas des supraconducteurs comme Bi2Sr2CaCu2O8 et

Bi2Sr2Ca2Cu3O10. L’agitation thermique peut secouer l’empilement des vortex pancake et

même les découpler dans les couches adjacentes jusqu’à briser l’empilement. Pour un cou-

plage inter-couches fort, comme dans le supraconducteur moins anisotrope YBa2Cu3O7−δ,

le coût d’énergie Josephson pour déplacer un seul vortex pancake est très important.

5.3 Imagerie des vortex sur la face ac

Plusieurs échantillons ont été utilisés pour l’imagerie sur la face ac du Sr2RuO4. Les cris-

taux sont fabriqués au CRTBT par P. Lejay et au Japon dans le groupe de Y. Maeno. Dans

la Fig. 5.8 , un échantillon poli non recuit est montré (provenant du groupe de Y. Maeno)

avec les plans ab indiqués par les flèches. Les dimensions du cristal sont 3,40 mm×2,25

mm×1,45 mm. Ce cristal a une température critique de 1,4 K.

Dans un supraconducteur anisotrope en couches avec un facteur d’anisotropie γ =

λc/λab, quand le champ magnétique est appliqué le long des couches (Fig. 5.9(d)), les vor-

tex ont une forme allongée avec une dimension 2λc le long des couches. Pour Sr2RuO4, le

facteur d’anisotropie γ est 20 avec λc=3 µm et λab=0,15 µm.

Les vortex individuels visualisés par microscopie à µSQUID dans l’échantillon de la

Fig. 5.8 sont présentés dans la Fig. 5.9(a-c). Dans le panel (c), des vortex individuels avec

une forme allongée sont observés, la direction des axes cristallographique étant la même que

dans le panel (d). Une partie du panel (c), avec les vortex individuels, est agrandie pour

mettre en évidence la forme ovale des vortex. Comme la longueur de pénétration le long des
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Fig. 5.9 – Un champ magnétique de 5 G est appliqué le long des couches, tandis qu’un
champ de (a)10 G et (b)5 G est appliqué le long de l’axe c (indiquée par une flèche). Les
dimensions des images sont 62 µm × 30 µm et la température est de 0,4 K ; (c)Vortex
individuels observés quand l’échantillon est refroidi sans champ appliqué. Une partie de
l’image est agrandie pour accentuer la presence de vortex. Les dimensions de l’image sont
62 µm × 62 µm et la température est de 0,38 K. La direction des axes cristallographiques
est la même que dans le panel d. (d) Schéma d’un vortex qui pénètre le long des couches
dans un supraconducteur anisotrope.

couches est de 3µm, plus grande que la taille du SQUID, le flux magnétique capté par le

SQUID va être plus faible que pour le cas où un champ normal est appliqué aux couches.

La taille des vortex est plus difficile à déterminer, cependant le rapport des axes de vortex

déterminé se situe entre 15 et 20.

Dans les panels (a) et (b) sont présentées les images obtenues quand on applique deux

champs magnétiques, un le long des couches et un autre parallèle à l’axe c. Le champ

parallèle aux couches a la même valeur 5 G dans les 2 images, seul le champ normal aux

couches varie de 5 G (panel b) à 10 G (panel a). On observe que, pour un champ de 5 G

normal aux couches, quand le champ magnétique résultant fait un angle de 45◦ avec l’axe

c, des vortex individuels le long des couches sont présents mais aussi des régions (indiquées

sur l’image et par la flèche) où le flux magnétique se ’tord’, passe d’un vortex allongé à

un autre, comme par exemple les vortex Josephson entre deux couches suivantes. Quand

on augmente la composante normale, le champ résultant se rapproche de l’axe c (27◦),

et on observe seulement des vortex parallèles le long des couches. Ce comportement peut
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Fig. 5.10 – Dépendance angulaire des vortex pour un champ appliqué de 0,1 G. La direction
du H fait un angle ϕ de (a) -3◦ et (b) 8◦ avec l’axe c. Les dimensions des images sont de 31
µm × 15 µm et la température est de 0,35 K.

expliquer la presence des deux types de vortex quand le champ magnétique est appliqué

près des plans ab (voir section 5.4.5).

5.4 Expériences pour des champs inclinés dans Sr2RuO4

5.4.1 Application des bas champs magnétiques aux petits angles

Pour déterminer si, à bas champs magnétiques appliqués, la relation 5.16 (tgθ = γ2tgϕ)

s’applique, on tourne le champ par rapport à l’axe c avec un angle de 3◦ et 8◦ (Fig. 5.10).

Même pour ces petits angles, les vortex doivent pénétrer presque dans le plan ab (si on tient

compte de cette relation). Dû à l’anisotropie, les vortex ont une forme elliptique (Fig. 5.9d),

avec un petit semiaxe égal à λab. Pour un angle ϕ de 8◦, l’angle de pénétration du vortex

par rapport à l’axe c est θ ∼89◦ (conforme à l’eq. 5.16). Ces vortex, presque parallèles

au plan ab doivent avoir une forme elliptique à la surface de l’échantillon avec un grand

semiaxe qui augmente comme λab/tgθ, le semiaxe λc restant inchangé. Les vortex individuels

apparâıtront donc allongés dans la direction du champ appliqué. Comme observé dans la

Fig. 5.10, ce n’est pas le cas pour un champ appliqué de 0,1 G. Ce champ est beaucoup

plus petit que le premier champ critique Hc
c1 estimé à 35 G avec le µSQUID (autour de

25G d’après les mesures d’aimantation). Les vortex individuels sont isotropes à ces faibles

champs inclinés, en accord avec la relation 5.14 γHc < 2Hc
c1 (tgθ = γHc

2Hc
c1

tgϕ). Les images de

la Fig. 5.10 étant prises dans le même temps que celle de la Fig. 4.14, on observe que’à bas

champs, les vortex peuvent bouger de quelques micromètres n’étant que faiblement piégés.

Chaque image est faite après refroidissement sous champ (FC).

5.4.2 Apparition des châınes de vortex

Les premières images obtenues des châınes de vortex sont présentées dans la Fig. 5.11.

Le champ magnétique externe H fait un angle θ fixe de 87◦ avec l’axe c. En augmentant

le champ, on observe qu’à partir de 10 G des structures de flux allongées se forment dans

la direction du champ appliqué. À 20 G, la corrélation de ces structures est visible, le flux

magnétique pénètre sous la forme de châınes. Pour des valeurs de champ entre 30 G et

70 G, les châınes forment des lignes droites ordonnées. La dépendance de la densité des
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Fig. 5.11 – Formation des châınes de vortex quand le champ est appliqué à un angle fixe
de 87◦ par rapport à l’axe c. L’amplitude du champ est : (a)0 G, (b)10 G, (c)20 G, (d)30
G, (e)35 G, (f)40 G, (g)50 G, (h)70 G. La dimension des images est de 31 µm × 15 µm et
la température est de 0,35 K.

Fig. 5.12 – Variation de la densité des châınes de vortex avec le champ magnétique appliqué
à un angle de 87◦. La ligne représente un fit linéaire de points expérimentaux.

châınes de vortex par unité de surface, quand on augmente le champ appliqué, est montrée

dans la Fig. 5.12. Cette dépendance est linéaire, cela suggère que chaque châıne accueille

un nombre maximal de vortex avant qu’une nouvelle châıne soit ajoutée. Quand le champ

appliqué augmente, plus de châınes entrent dans l’image. Quand le nombre de vortex atteint

une valeur d’équilibre dans une châıne, il est énergétiquement plus favorable que les vortex

forment une nouvelle châıne. À un certain champ appliqué pour un angle donné, un point

d’équilibre est atteint et aucun vortex et châıne ne peuvent être ajoutés.

On n’observe pas un réseau de vortex individuels, mais qu’un réseau de châınes. L’origine

de la formation des châınes de vortex peut être le piégeage. Les vortex pourraient être piégés

à cause de la rugosité de la surface[104] ou à cause d’un piégeage volumique dû aux défauts

présents dans le volume. Mais comme le nombre de lignes augmente de façon régulière avec

le champ magnétique, les châınes ne sont pas piégées et restent mobiles. Ainsi, les châınes

de vortex se forment en Sr2RuO4, dû à l’attraction magnétique de type dipolaire entre les
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Fig. 5.13 – Variation de la composante normale de la distance entre châınes Lcosθ en fonc-
tion de la densité de flux inversée en échelles logarithmiques (gauche). La ligne représente le
fit théorique. À droite, la variation de la distance entre châınes L en fonction de la compo-
sante normale du champ appliqué. La ligne en pointillés est un guide pour les yeux, tandis
que la ligne continue représente la limite isotrope.

vortex tournés par rapport à l’axe de l’anisotropie. Ces châınes reposent dans le plan défini

par H et l’axe c, qui est l’orientation préférée pour un réseau de vortex déformé dans la

limite London anisotrope.

La distance entre vortex dans la même châıne a est telle qu’on ne peut pas les séparer

pour une large gamme de valeurs de champ et d’angles d’inclinaison. Cette distance peut

être calculée dans la limite d’une seul châıne de vortex (Fig. 5.5(b)), et pour Sr2RuO4 la

distance a une valeur de ∼ 2λab=0,3 µm plus petite que la résolution spatiale de notre

SQUID. À des champs de plus en plus grands, les vortex se superposent et leur distinction

devient difficile. Néanmoins, cette distance varie avec l’angle et pour une gamme étroite de

champs appliqués, les vortex peuvent être séparés dans une châıne (voir sections 5.4.3 et

5.4.5).

Du point de vue quantitatif, on compare la distance entre les châınes avec la théorie

GL. On définie alors L la distance entre les châınes, et a la distance entre les vortex de la

même châıne comme dans la Fig. 5.6. Pour un réseau isotrope de vortex, on a L=a
√

3/2, avec

La=φ0/B. Dans le cas anisotrope, quand le champ magnétique est incliné par rapport à l’axe

d’anisotropie, deux régimes sont trouvés par Daemen et al.[44]. Pour des très bas champs,

la séparation entre deux vortex dans une châıne est essentiellement constante (∼ λab) et

indépendante du champ magnétique B. La distance entre les châınes L varie fortement avec

B, comme 1/B. À de plus grands champs, un comportement différent résulte, a et L varient

comme 1/
√

B.

Pour mettre en évidence le fait que la structure des châınes de vortex a été observée

dans la Fig. 5.11, on doit tenir compte de l’effet de rotation du réseau de vortex en fonction
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Fig. 5.14 – Variation angulaire des châınes de vortex quand le champ magnétique appliqué
est de 70G. Les angles d’inclinaison par rapport à l’axe c sont : (a)88◦, (b)87◦, (c)85◦,
(d)82◦, (e)81◦, (f)79◦, (g)77◦, (h)75◦, (i)73◦. La dimension des images est de 31 µm × 15
µm et la température est de 0,35 K.

de la direction du champ appliqué. Comme la composante normale de la densité de flux est

continue à la surface, B=Bcosϕ/cosθ et donc n’est pas linéairement liée au champ appliqué.

On trace les points expérimentaux de façon suivante : la distance entre châınes dans le plan

normal au réseau de vortex est tracée en fonction de l’inverse de la densité de flux 1/B.

Dans le régime des châınes de vortex, cette quantité doit être constante. La Figure 5.13

montre le plot logarithmique de Lcosθ en fonction de 1/B pour un angle de 87◦ (gauche).

La ligne représente le fit théorique. Les points expérimentaux et la courbe théorique sont en

bon accord. À droite, la distance entre châınes est représentée en fonction de la composante

normale du champ appliqué. La ligne en pointillés est un guide pour les yeux tracée à travers

les points expérimentaux et ne représente pas un fit. La ligne continue est la limite isotrope.

Quand le champ magnétique appliqué est augmenté, les châınes fusionnent et finalement

doivent former un réseau de vortex isotrope. Un champ de seuil doit exister. Dans la limite

isotrope, L=4.23/
√

B(G) µm (courbe continue dans la figure). On observe qu’en augmen-

tant le champ la distance entre châınes tend vers cette limite isotrope comme attendu.

À hauts champs, les paramètres du réseau varient comme 1/
√

B. La distorsion anisotrope

du réseau hexagonale est (Fig. 5.5) :

β =

(
sin2θ + γ2cos2θ

γ2

)1/4

(5.21)

Pour un angle de 87◦, la distorsion est de β=0.27, d’où une valeur du rapport L/a de

12. Donc le réseau de vortex en Sr2RuO4 doit être fortement déformé par rapport au réseau

triangulaire isotrope, sauf si le champ magnétique est parallèle à l’axe c. Si on tient compte

de cette valeur, la distance entre vortex dans la même châıne, a, se situe autour de 0,3 µm
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Fig. 5.15 – (a)La distance entre les châınes de vortex en fonction de la composante normale
du champ appliqué, en échelles logarithmiques. Comme indiqué sur la figure, la ligne en
pointillés représente la limite isotrope, tandis que les points carrés représentent la distance
entre les châınes de la Fig. 5.13. Les points ronds représentent la distance entre châınes pour
un angle variable (Fig. 5.14), la ligne entre eux est un guide pour les yeux. (b)Variation des
composante normale et parallèle du champ appliqué avec l’angle d’inclinaison.

(2λab en accord avec la théorie) pour une distance L entre châıne de 3,5 µm mesurée dans

la Fig. 5.14.

5.4.3 Variation angulaire des châınes de vortex

Pour étudier plus en détail le comportement des châınes de vortex, on fait varier l’angle

d’inclinaison par rapport à l’axe c du champ appliqué, tout en maintenant l’amplitude de la

densité du flux constante. Cette variation angulaire est présentée dans la Fig. 5.14 pour une

valeur du champ appliqué de 70 G. Les angles d’inclinaison sont indiqués dans la légende de

l’image. On incline le champ d’un coté et de l’autre de l’axe c, le plus petit angle étant de

73◦ pour un champ de 70 G. On observe qu’à de grands angles, près du plan ab, la structure

de châınes est régulière et ordonnée. Quand l’angle ϕ diminue, plus de châınes se forment,

par exemple entre 82◦ et 88◦ une nouvelle châıne est ajoutée. Dans le même temps, le flux

dans les châınes augmente, chaque ligne pouvant contenir plus de vortex. Selon le modèle de

formation des châınes de vortex (Fig. 5.5(b)), la distance entre vortex de la même châıne a

un minimum pour un angle de 79◦, plus de vortex peuvent donc être accueillis dans la même

châıne. Quand l’angle devient plus petit que 75◦, la composante normale de la densité de flux

devient trop importante et le flux commence à pénétrer entre les châınes. La variation angu-

laire des composantes normale et parallèle au plan ab est montrée dans la Fig. 5.15(b). On

observe que la composante normale augmente sensiblement, tandis que la composante pa-

rallèle reste presque inchangée. Alors les structures observées sont déterminées en principal



93

Fig. 5.16 – Variation en température des châınes de vortex. L’amplitude du champ appliqué
est de 70 G à un angle de 87◦. La température est de (a)0,37 K, (b)0,9 K, (c)1,1 K, (d)1,2
K, (f)1,28 K, (g)1,32 K. La dimension des images est de 31 µm × 15 µm.

par la composante normale du champ appliqué. Avec l’augmentation du champ perpendi-

culaire, H devient plus grand que Hc1 pour cette direction, et les vortex tournent dans la

direction du champ appliqué. Un même comportement de la distance entre châınes en fonc-

tion de l’angle d’inclinaison du champ magnétique a été observé pour YBa2Cu3O7−δ[73].

Avec la diminution de l’angle d’inclinaison, l’aimantation dans l’échantillon change (l’effet

de la géométrie de l’échantillon) et aussi le flux dans le supraconducteur.

La distance moyenne entre châınes est de 3,6 µm pour un angle de 88◦. Cette distance

décrôıt jusqu’à 2.4 µm à un angle de 77◦. Dans la Fig. 5.15(a), la variation de la distance

entre châınes, en fonction de la composante normale du champ, est présentée. Les points

carrés représentent la dépendance en B−1, comme indiqué sur la figure, les mêmes que

ceux de la Fig. 5.13 avec le fit théorique. Les points ronds sont les points expérimentaux

déterminés à partir de la Fig. 5.14. On observe qu’en augmentant le champ appliqué, la

distance entre châınes ne suit plus la dépendance théorique en B−1. Les châınes peuvent

accueillir une densité de vortex plus grande que prédite, la répulsion entre vortex dans la

même châıne étant plus faible.

5.4.4 Variation en température des châınes de vortex

Dans les mesures suivantes, on varie la température tout en maintenant le même champ

appliqué. Dans la Fig. 5.16, l’amplitude du champ appliqué est de 70 G à un angle de 87◦ par

rapport à l’axe c. La température est augmentée au dessus de Tc=1,31 K, déterminé par les

mesures de susceptibilité magnétique. On observe que la structure régulière des châınes reste

jusqu’à une température de 1,32 K en concordance avec la valeur de Tc déterminée. À une

température de 1,4 K le matériau redevient normal, aucune structure n’étant plus observée.

La distance entre châınes varie très peu, l’erreur étant de 0,3-0,4 µm. Des impuretés à la

surface du matériau peuvent altérer localement la température de transition. Une phase

à 3 K[152] a été observée à la surface des échantillons provenant du Japon (groupe de

Maeno), due à des inclusions de Ru. Nos échantillons ne présentent pas d’inclusion et donc

on n’observe pas de phase à 3 K.
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Fig. 5.17 – Variation relative de l’amplitude magnétique des châınes de vortex en fonction
de la température. Le matériau devient normal à 1,35 K.

La variation de l’amplitude magnétique des châınes de vortex est montrée dans la

Fig. 5.17. On observe que l’amplitude magnétique des châınes diminue avec la température,

cette amplitude étant mesurée par rapport au milieu supraconducteur. Quand le matériau

devient normal, le champ pénètre partout, l’amplitude des châınes étant donc zéro. La

mesure de l’amplitude des châınes constitue donc une mesure du contraste du champ

magnétique en fonction de la température pour une valeur et un angle d’inclinaison donnés

du champ appliqué externe.

5.4.5 Formation des châınes de vortex. Deux types de vortex présents ?

La formation des châınes de vortex est présentée dans la Fig. 5.18, pour différentes

histoires du champ magnétique. Le champ magnétique externe est appliqué près du plan

ab. L’image (d) est la même que celle de la Fig. 5.11(f), et est utilisée pour accentuer les

différences entre les types de refroidissement de l’échantillon. On observe une décoration

des vortex sur des canaux de flux qui pénètrent le long des plans ab. Le champ

appliqué a une valeur telle qu’il est plus grand que Hc1 pour la direction parallèle aux plans

(Hab
c1=10G), mais plus petit que Hc1 pour la direction normale aux plans ab (Hc

c1=50G). À

première vue, il semblerait que le champ pénètre premièrement le long des couches et que

des vortex perpendiculaires décorent ces châınes de flux. On observe aussi une tendance

d’anticorrélation entre les vortex des châınes adjacentes, comme dans un réseau hexagonal

déformé. Apparemment, il y a une différence entre les préparations de l’échantillon par

refroidissement sous champ (FC) ou non (ZFC). On observe ce type de decoration plutôt

pour le cas ZFC. Cela peut venir du fait que, au début, le flux magnétique pénètre le long
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Fig. 5.18 – Formation des vortex châınes pour différentes preparations : le champ externe
appliqué a une amplitude de (a)50 G ZFC à ϕ=87◦, (b)5 G FC et augmenté à 50 G à froid
pour un ϕ=88◦, (c)10 G FC et augmenté à 50 G à froid pour un ϕ=88◦ et (d)40 G FC à
ϕ=88◦. La dimension des images est de 31 µm × 15 µm et la température de 0,35 K.

des couches, et en augmentant le champ à basse température, des vortex apparaissent et

décorent les structures qui se trouvent au dessous. Dans les experiences en refroidissement

sous champ (FC), l’expulsion du flux est telle que seules les vortex inclinés restent dans

l’échantillon pour une large gamme d’angles. Il est aussi possible qu’en refroidissant sous

champ suffisamment fort, les vortex pénètrent dans la direction du champ appliqué, restant

ainsi inclinés et formant des châınes.

Les vortex qui décorent les structures en dessous ont la même amplitude magnétique

que les vortex individuels quand le champ est appliqué le long de l’axe c, suggérant que la

composante normale du champ les crée. Dans le cas FC (image d), le flux magnétique qui

sort de l’échantillon est beaucoup plus grand, comme si les vortex étaient proches les uns

des autres. Considérant que la composante normale crée les vortex, on doit avoir 30 vortex

dans l’image à 40 G FC qui sont plutôt des vortex inclinés formant les châınes. De même

pour l’image (c) ou, en appliquant 10 G FC, on doit avoir 8 vortex créés par la composante

normale. On considère que les châınes de vortex comme ceux de la Fig. 5.11 sont formées

par des vortex inclinés.

Le profil de flux magnétique d’une châıne et d’un vortex qui décore une châıne est montré

dans la Fig. 5.19(b). Le flux magnétique capté par le SQUID dans le cas du vortex est au

moins deux fois plus grand que celui de la châıne, confirmant ainsi la théorie que les vortex

sont crées par la composante perpendiculaire et les châınes sont probablement le long des

couches.

Dans les supraconducteurs à haut Tc, les vortex sont beaucoup plus élastiques à cause

de l’agitation thermique, et ont une faible longueur de cohérence. Dans les supraconducteurs

isotropes, pour des bas champs (même inclinés), les vortex pénètrent parallèlement avec le

champ moyen dans l’échantillon. Si le supraconducteur est anisotrope, les vortex peuvent

pénétrer dans deux directions différentes, la plus stable étant la direction perpendiculaire
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pour une anisotropie grande (voir la section 5.2.2). En général, les vortex sont considérés

comme des lignes de flux rigides qui ne se tordent pas. Dans ce cas la barrière pour que

l’intersection des vortex (vortex cutting) soit possible est assez large, △U ≈ 2lHc1φ0 =

lφ2
0lnκ/2πµ0λ

2, où l est la plus petite longueur caractéristique (par exemple la longueur de

cohérence). L’énergie magnétique d’interaction entre des vortex rectilignes est pour le cas

isotrope[203] :

Eint =
φ2

0

2µ0λab
cot(α)exp(− d

λab
) (5.22)

où d est la distance la plus petite entre les vortex et α l’angle entre eux. On observe que

l’interaction électromagnétique entre lignes de flux change de signe quand α=π/2. Pour le

cas anisotrope, quand le champ appliqué est parallèle à l’axe c, d’énergie peut être gagnée

quand les vortex s’inclinent localement pour atteindre des grands angles α. Les barrières

d’intersection sont beaucoup réduites, cette courbure résultant en une intersection spon-

tanée des vortex. Cette tendance de se courber des lignes de flux peut être aussi observée

dans le comportement du module d’inclinaison (tilt moduli c44) anisotrope nonlocal[204].

Dans les supraconducteurs isotropes, le module d’inclinaison local est une densité d’énergie

magnétique associée à la compression du flux dans le matériau, et ne dépend pas de l’ani-

sotropie cristalline c44=B2/4π.

Si on tient compte des fluctuations thermiques, la distance sur laquelle se déplace

une ligne de flux, perpendiculaire au champ quand elle traverse un échantillon est ΛL =

(2πLkBT/ǫv)
1/2[166], où L est l’épaisseur de l’échantillon et ǫv la self-énergie d’un vortex

(par unité de longueur). Cette distance a une valeur ∼1,5 µm pour un échantillon de 0,5 mm,

à une température de 1 K avec Hc1=50 G. Les collisions entre vortex sont importantes quand

ΛL est comparable avec la distance entre les vortex. Une nouvelle phase apparâıt jusqu’au

dessus de Hc1, dans laquelle le liquide de lignes de flux vont s’entremêler (entangled).

Dans les supraconducteurs anisotropes comme BSCCO deux différents types de vortex

coexistent[82]. Un réseau combiné de lignes de flux le long des couches (vortex Josephson)

et des vortex le long de l’axe c. Dans un supraconducteur isotrope London (Eq.5.22), les

vortex perpendiculaires ne se ’voient’ pas, donc peuvent s’entrecroiser facilement. Quand

l’anisotropie est forte, les vortex le long de l’axe c forment un empilement des vortex pancake.

Pour des faibles champs appliqués le long de l’axe c, un vortex Josephson contient une seul

rangée de vortex pancake le long des couches. Pour déterminer si ce cas est celui de Sr2RuO4,

on compare la distance entre les châınes avec la théorie LD. Quand le vortex Josephson

contient donc une seule rangée des vortex pancake, pour une certaine valeur du champ et

angle, il y a une transition de phase d’un réseau déformé triangulaire des vortex pancake à

l’état de châınes. La distance entre les châınes est simplement donnée par la distance entre

les vortex Josephson[135] :

L =

√√
3γφ0

2Bx
(5.23)
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Fig. 5.19 – (a)Variation de la distance entre châınes (points ronds) avec le champ parallèle
aux couches. La ligne continue est l’ajustement linéaire à travers les points, tandis que la
ligne interrompue représente le calcul théorique (formule 5.23) avec un paramètre d’aniso-
tropie γ de 28. La ligne continue, en bas de l’image, représente le calcul théorique pour
un γ de 20. (b)Profil d’un vortex et d’une châıne, qui corresponde à la ligne noire de la
Fig. 5.18(c).

ou Bx est le champ appliqué le long des couches. Dans la Fig. 5.19(a) on montre

la distance entre les châınes en fonction du B
−1/2
x . Les points ronds représentent les va-

leurs expérimentaux qui sont ajustés linéairement (ligne continue) et la ligne interrompue

représente la courbe théorique donnée par l’equation 5.23 avec un paramètre d’anisotropie

γ de 28. La courbe continue d’en bas représente le calcul théorique avec un paramètre γ de

20. Les valeurs considérés en literature donnent un paramètre γ de 20[147], déterminé par le

rapport des deux champs critiques Hc2, qui sont mesurés par résistivité et susceptibilité ac. γ

il est aussi donné par le rapport des longueurs de pénétration. Les longueurs de pénétration

sont déterminées à partir du paramètre GL κ (=Hc2/
√

2Hc) et des longueurs de cohérence

ξ (directement liées au Hc2). Le champ critique thermodynamique est déterminé à partir

des mesures de chaleur spécifique. La longueur de pénétration a été mesurée aussi par me-

sures de SANS, qui trouvent une valeur de 0.19µm (0.15µm est la valeur considérée correcte

en [147]). Les valeurs calculées pour γ (rapport des vitesses de Fermi) sont beaucoup plus

grandes que les valeurs mesurées de l’ordre de 110-170 pour les différentes bandes.

La distance mesurée entre les châınes, est proportionnelle avec B
−1/2
x , mais a des va-

leurs deux-trois fois plus grandes que celles prédites pour un paramètre γ de 20 et suit une

différente pente. Ces valeurs sont mesurés à une température de 0.4K. Le paramètre d’ani-

sotropie peut varier avec la température comme les deux longueurs de pénétration varient.

Comme dans Sr2RuO4 la supraconductivité est considérée dépendante des bandes (apparâıt

au debout dans la bande γ), c’est possible que le paramètre d’anisotropie varie et une valeur

de 28 parâıt plausible. Ainsi la distance entre le châıne peut tout à fait suivre la théorie
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Fig. 5.20 – Une possibilité pour la pénétration du champ magnétique dans un matériau
supraconducteur anisotrope, quand l’angle d’inclinaison ϕ est grand. Le flux magnétique
pénètre d’abord le long des couches et après des vortex dans la direction du champ ou
perpendiculaires (comme dans la Fig. 5.7) décorent les structures au dessous.

LD, avec un paramètre γ de 28.

Sr2RuO4 doit être différent de BSCCO et se comporter plus comme un supraconducteur

3D, si on tient compte de la longueur de cohérence le long de l’axe c, ξc (33Å), est trois fois

plus grande que la distance entre les couches. Néanmoins, on observe ce type de décoration

des canaux de flux parallèles aux couches.

Dans un calcul, Daemen et al.[45] montrent qu’un réseau formé par des vortex parallèles à

l’axe c et d’autres vortex inclinés avec un angle θ par rapport à l’axe c diminue l’énergie libre

par rapport au cas d’un simple réseau triangulaire déformé incliné. Ils trouvent également

qu’il doit y avoir un champ minimum en dessous duquel la phase mixte n’existe pas. Cette

valeur du champ varie avec l’angle d’inclinaison.

Une approche identique peut expliquer les structures observées en Sr2RuO4, c.a.d. que

pour certaine valeur du champ quand on l’incline à des grandes angles un réseau

combiné peut se former. Ce réseau contient des canaux de flux (vortex) pa-

rallèles aux couches et des vortex qui sont inclinés comme le montre le schéma de

la Fig. 5.20. L’énergie d’interaction entre ces deux types de vortex (donnée toujours par

l’équation 5.22) est petite quand l’angle entre vortex augmente. Quand la distance entre

les vortex est beaucoup plus grande que λab, l’énergie d’interaction entre les deux types de

vortex est beaucoup plus petite que la self énergie du vortex et l’énergie d’interaction entre

deux vortex parallèles. Il est donc plausible que deux types différents des vortex existent

dans l’échantillon.

Cette coexistence peut apparâıtre aussi à cause de la manière d’appliquer le champ à

basse température. On applique le champ très proche des plans ab, en l’augmentant jusqu’à

une valeur donnée à basse température. Il est probable qu’en augmentant le champ, le flux
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Fig. 5.21 – Schéma des champs appliqués par rapport à l’échantillon. Le champ Hbc peut
être tourné dans le plan bc avec un angle ϕ=360◦. Un champ fixe Ha peut être appliqué le
long de l’axe a. Le champ résultant (en bleu) fait un angle α avec le plan bc.

pénètre d’abord le long du plan ab (la valeur du Hab
c1 étant petite), et ces structures restent

piégées dans cette direction, et qu’en continuant à augmenter le champ, certains vortex

apparaissent le long du champ (qui a une valeur plus importante ∼ 50 G), ou même dans

la direction de l’axe c poussés par l’anisotropie.

5.4.6 Rotation des châınes de vortex dans le plan ab

Ici, nous nous intéressons à l’orientation des châınes de vortex par rapport au champ ap-

pliqué. Une question essentielle concerne leur éventuel piégeage par des défauts extrinsèques

au matériau. Pour verifier ceci, nous appliquons un champ magnétique pouvant tourner dans

l’espace. Pour cela, deux champs différents sont appliqués comme le montre le schéma de

la Fig. 5.21. Un champ qui peut être tourné de 360◦ est appliqué dans le plan bc, tandis

qu’un champ avec une direction fixe (Ha) est appliqué le long des couches. Le champ incliné

(Hbc) fait un angle ϕ avec l’axe c, alors que le champ résultant fait un angle α avec le plan

bc. La direction du champ résultant (en bleu) peut être facilement changée, en variant les

amplitudes et les directions des deux champs superposés.

On applique différents champs magnétique pour déterminer si les structures de flux

obtenues dépendent de la direction du champ incliné. Donc, en maintenant la direction

du champ Ha fixe, on varie l’angle d’inclinaison du champ Hbc. Les images obtenues sont

montrées dans la Fig. 5.22(b)-(e). On observe que l’orientation des châınes de vortex

est toujours orientée le long de la projection du champ résultant sur la sur-

face de l’échantillon. L’orientation des châınes n’est donc pas influencée par la présence

éventuelle de défauts. En effet, les défauts sont présents dans les images (comme celui situé

au milieu de l’image), mais ne change pas l’orientation des châınes. L’orientation est donnée

par la direction du champ résultant. Notons que, pour certaines valeurs du champ (de la

composante normale), des vortex individuels sont visibles dans les châınes, comme dans

l’image (b). Ces vortex décorent les structures de flux en dessous. Pour valider cette idée,
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Fig. 5.22 – Rotation des châınes de vortex en Sr2RuO4. Quand les amplitudes des deux
champs composants varient, l’angle α du champ résultant est changé de : (a)Hbc=54 G,
ϕ=80◦, α=0◦ ; (b) Hbc=54 G, Ha=68 G, ϕ=85◦, α=60◦ ; (c)Hbc=54 G, Ha=54 G, ϕ=85◦,
α=45◦ ; (d) Hbc=-54 G, Ha=80 G, ϕ=85◦, α=56◦ ; (e) Hbc=-6 G, Ha=90 G, ϕ=0◦, α=90◦ ;
(f)Ha=68 G. La dimension des images est 62 µm × 30 µm et la température de 0,6 K.

on applique un champ le long des couches (image (f)). Il y a toujours un champ résiduel qui

fait que quelques vortex sont présents même à ZFC. Si on applique un champ de 68 G dans

le plan ab, on s’attend normalement à ce que les vortex pénètrent le long des couches. On

observe des vortex sur la face ab, crées par le champ résiduel, mais ces vortex présentent

comme une queue de flux. Il semblerait que certains de ces vortex normaux soient déjà

piégés sur des structures de flux (vortex) le long du plan ab.

5.5 Interaction entre anisotropie et non conventionalité en

Sr2RuO4

Les structures de flux observées pour des champs magnétiques inclinés à plus de 70◦

ont toujours la forme de châınes de vortex. Ces châınes varient avec l’amplitude et l’angle

d’inclinaison et peuvent être même ’décorés’ par des vortex perpendiculaires. Quand on

tourne le champ appliqué vers l’axe c, et en ne prennant en compte que l’anisotropie, on

s’attend à ce que le réseau de vortex en forme de châınes tende de plus en plus vers un réseau

régulier. La déformation du réseau de vortex doit diminuer jusqu’à ce que l’on retrouve un

réseau régulier pour un champ parallèle à l’axe c. Pour Sr2RuO4 dans la gamme de champ

appliqué, ce n’est pas le cas, comme le montrent les images du Chapitre III ; il y a une

coalescence des vortex quand le champ est appliqué le long de l’axe c. Ce comportement

est visible dans la Fig. 5.15, ou à bas champ perpendiculaire la distance entre les châınes

suit la limite isotrope, mais pour des champs plus forts elle diminue plus lentement que la

limite isotrope prédite.

Pour sonder la limite entre l’anisotropie et la coalescence des vortex, on maintient le

champ magnétique appliqué constante à 10 G et on diminue l’angle d’inclinaison par rapport

à l’axe c (Fig. 5.23 pour l’échantillon B). Une châıne de vortex est présente pour un angle
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Fig. 5.23 – Structures de flux quand l’amplitude du champ appliqué est maintenu constante
à 10G FC et l’angle d’inclinaison par rapport à l’axe c est de : (a)70◦, (b)60◦, (c)50◦. La
dimension des images est 62 µm × 30 µm et la température de 0,3 K. Un plot d’un vortex
et d’un châıne est montré, qui corresponde à la ligne noire de l’image a.

ϕ de 70◦, ainsi que des vortex individuels et le début d’une châıne. Quand on tourne le

champ vers l’axe c, à ϕ=60◦, la châıne est toujours visible, mais des structures de flux

apparaissent, formées par des vortex qui restent ensembles. Quelques-uns de ces groupes de

vortex maintiennent la direction du champ appliqué (la direction de la châıne de vortex).

C’est comme il y avait une compétition entre l’anisotropie du matériau qui voudrait

maintenir les structures de flux dans la direction du champ appliqué, et un

autre mécanisme qui fait que avec l’augmentation du champ appliqué dans la

direction normale aux couches, les structures prennent une forme irrégulière,

comme dans un liquide de vortex ou une phase hexatique. Quand l’angle d’inclinaison est

de 50◦, l’anisotropie est vaincue et les châınes se brisent, maintenant les structures ont des

formes aléatoires, plutôt comme des branches. Un profil d’un vortex et de la châıne est

montré, correspondant à la ligne noire de l’image (a). On observe que le flux d’une châıne

est à peu près deux fois plus grand que celui d’un vortex individuel, qui peut venir du fait

que plusieurs vortex sont très près les uns des autres dans une châıne. Le flux du vortex

correspond au flux des vortex qui décorent les structures au dessous (Fig. 5.19b), tandis que

le flux d’une châıne correspond au flux d’un vortex individuel quand le champ est appliqué

le long de l’axe c (Fig. 4.10).

Le même comportement des structures de flux est retrouvé dans l’échantillon A. Les

images de la Fig. 5.24 sont obtenues en appliquant un champ magnétique constant de 10 G

le long des couches et en augmentant le champ normal jusqu’à 3 G. La formation des châınes

de vortex est observée pour des valeurs de champ normal inférieures à 2 G. Pour un champ

de 1 G, les châınes sont visibles mais aussi des vortex individuels entre eux. En augmentant

le champ normal, plus de flux sort par la surface de l’échantillon. Les châınes commencent
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Fig. 5.24 – Comportement des domaines de flux quand un champ magnétique parallèle aux
couches de 10 G FC est maintenu constant et le champ normal est de : (a)0,5 G, (b)1 G,
(c)1,5 G, (d)1,52 G, (e)2 G, (f)3 G. La dimension des images est 31 µm × 15 µm et la
température de 0,35 K.

à attirer les vortex individuels jusqu’à ce qu’elles soient formées. Il existe une certain valeur

de l’amplitude du champ appliqué, pour un angle fixe, pour laquelle la structure en châınes

est la plus stable. En augmentant encore le champ normal, les châınes commencent à se

déformer et se ramifier.

Un scénario pour expliquer le comportement des vortex pourrait être le suivant : une in-

teraction entre l’anisotropie et la supraconductivité non conventionnelle peut être à l’origine

de ce comportement. En tournant le champ, l’anisotropie devient importante et les vortex

essaient de s’aligner dans la direction du champ appliqué. Quand le champ normal augmente,

un autre type d’interaction entre vortex devient important. Ce nouveau mécanisme détruit

la structure en châınes et les vortex forment des domaines. Si des domaines de différentes

chiralité sont présents dans l’échantillon, avec le vecteur ~l parallèle à l’axe c, alors quand

on tourne le champ le vecteur ~l peut tourner aussi dans la même direction et ainsi l’ani-

sotropie gagne sur la chiralité. Dans le cas contraire, quand le champ est tourné vers l’axe

c, des domaines chirales se forment et peu à peu ils dominent l’interaction entre vortex. Il

est imaginable que, pour certains angles et amplitudes de champ, cette compétition entre

anisotropie et chiralité donne des structures ramifiées observées.

Le comportement des structures de flux magnétique dans Sr2RuO4, leur variation systé-

matique avec l’amplitude et l’orientation du champ appliqué, peut être lié aux mécanismes

physiques intrinsèques de la phase supraconductrice de ce matériau. La coalescence des

vortex et leur comportement pour différentes histoires du champ sont des ca-

ractéristiques uniques et peuvent être dus à la présence des parois de domaines qui

séparent des régions de différente chiralité du paramètre d’ordre. En plus, la grande ani-

sotropie tend à stabiliser les domaines de flux et contribue à la formation des châınes de

vortex et des structures qui rappellent celles des cristaux liquides.
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5.6 Conclusion

Les structures nouvelles observées en Sr2RuO4 ont fait le sujet de ce chapitre.

• Première observation des châınes de vortex dans Sr2RuO4. Quand on tourne le champ

par rapport à l’axe de l’anisotropie c, ces châınes se forment dû à une attraction dans

le plan formé par l’axe c et la direction du champ. La distance entre les vortex dans

la même châıne est telle qu’on ne peut pas les séparer.

• À de faibles champs appliqués, la distance entre les châınes suit une loi en B−1, en

accord avec la théorie des châınes de vortex. Pour des champs plus importants, la loi

n’est plus suivie, les châınes se comportent comme si elles pouvaient accueillir une

densité de vortex plus grande que prédite.

• Pour un champ appliqué près des couches, en ZFC, une décoration des structures de

flux au dessous avec des vortex est observée. Sr2RuO4 doit se comporter plutôt comme

un supraconducteur 3D, la longueur de cohérence le long des couches étant trois fois

plus grande que la distance entre les couches. Un réseau combiné peut expliquer les

structures observées, entre des vortex individuels inclinés et des vortex le long des

couches.

• Les châınes de vortex ne sont pas piégées par des défauts dans le matériau, en ap-

pliquant deux champs perpendiculaires, on peut facilement tourner la direction des

châınes dans le plan ab.

• Quand le champ normal devient important, les châınes se ramifient et des structures

nouvelles apparaissent. Une compétition entre la forte anisotropie et la chiralité peut

expliquer les structures observées.

Dans Sr2RuO4, l’arrangement des vortex n’est pas seulement dominé par la

chiralité, mais aussi par l’anisotropie. La compétition entre les deux fait ap-

parâıtre des domaines de flux jamais vus auparavant dans un supraconducteur.



Chapitre 6

Fermions lourds

La découverte des supraconducteurs à fermions lourds à base d’uranium a révélée une

supraconductivité exotique avec des états supraconducteurs multiples, signe d’un paramètre

d’ordre non conventionnel.

6.1 Introduction

Le terme ’fermions lourds’ est utilisé dans la physique des supraconducteurs pour décrire

les matériaux qui ont une masse effective électronique plus grande que 100 fois la masse

de l’électron. Le premier supraconducteur de ce type a été CeCu2Si2 en 1979[200], après la

découverte d’autres comme UBe13[174], UPt3[201] et URhGe[9] ont confirmés ce phénomène.

Dans ce chapitre on présente l’imagerie des domaines magnétiques dans l’état normal

du URhGe et les premières études du comportement des vortex dans une phase supracon-

ductrice de UPt3.

6.2 Propriétés générales des fermions lourds

Une masse effective large dans un supraconducteur a un effet direct sur la densité d’états

au niveau de Fermi, comme D(EF )=1/2π2(2m*/~
2)3/2E

1/2
F . Les fermions lourds ont des

densités d’états qui correspondent aux valeurs de m*≈ 200me.

La plupart des supraconducteurs à fermion lourds (autour de 20) sont des composés

qui contiennent l’élément de terre rare cérium (Ce) ou l’élément actinide uranium (U).

Récemment la supraconductivité dans les fermions lourds à base de Pr a été découverte,

dans le composé PrOs4Sb12[14]. L’élément Ce a 2 électrons 4f et U a 3 électrons 5f. Chaque

de ces éléments, avec un configuration de type f, peut se mélanger à travers des combinai-

sons linéaires ou hybridizer avec les électrons de conduction, et ainsi produire des bandes

d’énergie étroites près du niveau de Fermi. Le largeur étroite des bandes donne une densité

d’état importante et donc une grande masse effective. La transition supraconductrice, me-

surée par chaleur spécifique, montre que les paires de Cooper sont formées par des fermions

lourds.

104
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La température critique est basse, en général en dessous de 1K, mais plusieurs pro-

priétés inhabituelles suggèrent une symétrie d’appariement non conventionnelle, comme

pour Sr2RuO4. L’ordre magnétique avec des petits moments magnétiques (plus petits que

0.3µB per atome de Ce ou U) peut coexister avec la supraconductivité. Des lois de puissance

dans la chaleur spécifique à basse température, le temps de relaxation en RMN, l’atténuation

des ultrasons et d’autre propriétés suggèrent la présence des noeuds dans le gap supracon-

ducteur. Deux composés à fermions lourds, UPt3 et (U,Th)Be13 présentent des transitions

de phase dans l’état supraconducteur.

La longueur de pénétration est de l’ordre de plusieurs centaines de nanomètres, consis-

tante avec une masse effective large m*, les deux étant directement liés λ=(m*/µ0nse
2)1/2.

6.2.1 Supraconducteurs ferromagnétiques

Dans les supraconducteurs à fermions lourds UGe2 et URhGe la supraconductivité a

été observée à de très basse température dans la phase ferromagnétique. Dans le composé

métallique UGe2[212] la supraconductivité apparâıt autour de 1K pour des hautes pressions

(1GPa). Le composé URhGe devient supraconducteur dans la phase ferromagnétique même

à pression ambiante.

Dans les supraconducteurs ternaires de type phases de Chevrel (comme HoMo6S8[67])

l’influence de l’ordre magnétique sur la supraconductivité est substantielle. Ces matériaux

deviennent d’abord supraconducteurs, à une certaine température, et en diminuant la

température une transition de phase a lieu vers une phase ferromagnétique et la supra-

conductivité est détruite. Dans la phase supraconductrice tous ces composés présentent

une ordre antiferromagnétique à longue distance. Pour les composés à fermions lourds, la

température de transition dans la phase supraconductrice Tcs est beaucoup plus basse que

la température de transition dans l’état ferromagnétique Tfs. Par exemple, pour UGe2,

Tfs=35 K et Tcs=0,8 K. Dans ces matériaux il n’existe pas une transition de phase ha-

bituelle d’une phase normale vers une phase supraconductrice. Il apparâıt que, la supra-

conductivité coexiste toujours avec l’ordre ferromagnétique et en est même renforcée. La

supraconductivité apparâıt probablement dans ces systèmes due aux électrons qui forment

des bandes magnétiques, et en consequence l’appariement supraconducteur peut être ex-

pliquée plutôt par l’appariement triplet de spin.

Normalement une petite quantité d’impuretés magnétiques peut détruire la supracon-

ductivité dans les supraconducteurs conventionnels (s-wave), en brisant les paires des électrons

de spins opposés (effet paramagnétique). En effet, une suppression totale de la supraconduc-

tivité conventionnelle doit se produire en présence d’une aimantation uniforme spontanée
−→
M (comme dans une phase ferromagnétique). Cette suppression a la même origine que pour

le cas des impuretés magnétiques : les spins opposés des paires de Cooper se tournent selon

la direction du
−→
M pour diminuer leur énergie Zeeman (interaction d’échange) et ainsi les
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Fig. 6.1 – (a)Structure cristallographique du URhGe[10] ; (b) Distributions des moments
magnétiques du U qui se trouvent dans les plans ac et ont une projection antiferro-
magnétique sur l’axe a. Les moments magnétiques forment un angle de 31◦ avec l’axe c.

paires sont brisées. La phase supraconductrice s-wave et le ferromagnétisme peuvent coexis-

ter dans certaines conditions spécifiques. Cette coexistence a lieu dans le cas ou les phases

supraconductrice et ferromagnétique ne sont pas uniformes (le cas du HoMo6S8). Dans ces

conditions, leur coexistence apparâıt seulement dans une région étroite de température près

de Tfs.

La coexistence du ferromagnétisme et de la supraconductivité est possible dans le cas

de l’appariement de type triplet. Les supraconducteurs UGe2 et URhGe sont des ferro-

magnétes itinérants, les électrons sont donc délocalisés. Des nombreuses expériences dans

ces matériaux ont suggéré la présence d’un appariement de type triplet, cependant la ques-

tion du mécanisme d’appariement reste toujours ouverte. Certaines théories ont proposées

que la supraconductivité triplet est véhiculée par le magnétisme[61], autres invoquent un

mécanisme classique par le phonons[193] et même certaines proposent que la supraconduc-

tivité apparâıtrait due aux fluctuations CDW et SDW[227]. Ces théories ne peuvent pas

expliquer le fait que la supraconductivité apparâıt seulement dans la phase ferromagnétique.

Ainsi un effet de la densité d’états est proposé comme source de la supraconductivité[187],

qui existe seulement dans la phase ferromagnétique (cas du UGe2). Une autre proposi-

tion est basée sur l’augmentation de la susceptibilité longitudinale de spin dans la phase

ferromagnétique par les magnons[124].

6.3 Le composé URhGe

6.3.1 Structure et propriétés magnétiques

La supraconductivité dans URhGe coexiste avec le ferromagnétisme. La température de

transition supraconductrice Tcs est de 0,25 K tandis que la température de Curie est de 9,5

K.

URhGe fait partie d’une classe plus grande des composés, UTX ou T est un métal de
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transition et X est Si ou Ge[219, 48]. L’apparition du magnétisme dans ces matériaux est

attribuée à la réduction de la hybridation entre les électrons 5f et les ligands, à mesure que

les états d des métaux de transition se remplissent. URhGe est situé à la limite (diagramme

de Hill) entre les composés sans ordre magnétique mais souvent supraconducteurs (UCoGe,

URuGe) et ceux qui présentent une ordre magnétique (UIrGe, UPdGe). Cette limite est

donnée par la distance qui sépare deux atomes de U voisins, et est autour de 3,5Å. Cette

valeur correspond à la distance dU−U pour URhGe, plaçant bien ce composé à la limite

entre les phases supraconductrice et ferromagnétique.

Plusieurs groupes ont étudié URhGe dans une forme policristalline. Des monocristaux

ont été obtenus seulement récemment[208].

URhGe a une structure cristalline de type TiNiSi avec le group d’espace Pnma[217]. La

maille élémentaire avec les dimensions −→a =6,87Å,
−→
b =4,33Å et −→c =7,51Å, contient 4 unités

de formule (formula units) comme montré dans la Figure 6.1a. Les atomes de U, qui sont

responsables des propriétés magnétiques, forment des châınes en zig-zag le long de l’axe −→a .

La distance entre ces atomes est de dU−U =3,44Å, et entre les autres atomes les distances

sont dU−Rh=2,99Å et dU−Ge=2,93Å.

Les moments magnétiques du U dans les composés UTX présentent une caractéristique

commune, ainsi ils sont perpendiculaires à la direction qui connecte les plus proches atomes

d’U voisins (liaison f-f). Tran et al.[217], en effectuant des mesures de diffraction des neutrons

sur poudre de URhGe à 1,4 K, trouvent que les moments magnétiques de U sont dans

les plans ac (Figure 6.1b) et font un angle de 31◦ avec l’axe c. Ainsi, la composante le

long de l’axe −→a , forme une structure de type antiferromagnétique (AF). Cependant, des

mesures de diffraction des neutrons plus récentes, sur des monocristaux[208], ont arrivés à

la conclusion que l’ordre magnétique est commensurable avec la structure cristalline. Ainsi

les moments magnétiques sont orientés le long de l’axe −→c , avec un vecteur de propagation
−→q =(0,0,0). Le moment magnétique est porté par les électrons f et a une valeur µS=0,4µB

(par unité de formule). Cependant la composante AF dans le plan ac doit être plus petite

que 0,06µB[9] (elle n’a pas été mesurée expérimentalement) ceci est en accord avec les

calcules LSDA[192] qui suggèrent une composante AF de 0,03µB. Cette composante AF

est un ingrédient important pour expliquer la coexistence entre la supraconductivité et le

magnétisme[157].

URhGe devient ferromagnétique à Tfs=9,5 K. Le coefficient de la chaleur spécifique

γ est de 150 mJ/mol·K2 et la résistivité suit une loi T2 au dessous de Tfs[10]. Les pro-

priétés physique à basse température sont très sensibles au champ magnétique appliqué. Une

magnétorésistance importante est trouvée au voisinage de Tfs dans un champ de 8T[216].

La supraconductivité a été découverte en URhGe à une température Tcs=0,25 K[9].

La résistivité suit une relation de type Fermi liquide au dessus de 0,6 K, le taux de la

résistivité résiduelle (RRR) étant de 110 pour l’échantillon supraconducteur. En effet, les

échantillons avec une résistivité résiduelle plus grande ne deviennent pas supraconducteurs.

Ce fait est un signe pour une supraconductivité non conventionnelle dans ce matériau. En
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plus, le champ critique Hc2 dépasse la limite paramagnétique, un paramètre d’ordre spin

triplet étant proposé avec seulement des spins dans une direction (phase polaire)[86, 66].

Les propriétés de URhGe ressemblent celles du UGe2 sous pression.

Une question intrigante concerne la coexistence entre la supraconductivité et la structure

en domaines de l’aimantation d’un ferromagnétique. La supraconductivité pourrait être

affaiblie au niveau des parois de domaines ferromagnétiques.

6.4 Domaines magnétiques

Les moments magnétiques atomiques dans un matériau ferromagnétique interagissent

fortement et ils tendent à s’orienter parallèlement entre eux. Cette interaction a comme

résultat un alignement presque parfait des spins malgré l’agitation thermique. L’effet d’un

champ extérieur porte seulement sur l’orientation de l’aimantation spontanée[37].

L’aimantation interne d’un ferromagnétique n’est pas uniforme à l’échelle microscopique.

En effet le matériau contient des nombreuses domaines magnétiques avec une aimantation

différente (Fig. 6.2a, b). À la surface de l’échantillon les pôles des domaines voisins ont des

sens opposés. La première observation des domaines magnétique a été faite par Bitter en

1931 (décoration).

Quand un champ est appliqué
−→
H app, le champ interne effective est toujours plus petit

que le champ externe
−→
H int =

−→
H d+

−→
H app, ou

−→
H d est le champ démagnétisant. Ce champ

s’oppose à
−→
H app et il est donné par

−→
H d=-N

−→
M , ou N est le coefficient de désaimantation.

Tant que le champ appliqué est plus faible que N
−→
MS (MS-aimantation de saturation), le

champ démagnétisant compense le champ appliqué et ainsi
−→
H int=0. Quand

−→
H app devient

plus grand que N
−→
MS , l’aimantation est saturée et l’échantillon est alors un monodomaine.

Si on considère un cristal de forme cubique monodomaine, l’énergie magnétostatique

est proportionnelle à l’épaisseur de l’échantillon l, Em ∼M2
S l. Si maintenant l’échantillon se

divise en plusieurs domaines en feuille (Fig. 6.2b) de largeur d, plus petite que l, l’énergie

magnétostatique devient ∼M2
Sd. Mais les nombre de parois de domaines (et l’énergie de

la paroi) augmente avec la réduction de d. La surface totale des parois de domaines par

unité de surface du cristal est donnée par l/d. Ainsi l’énergie d’une paroi est donnée par

Eω=M2
S · ω·l/d, ou ω est l’épaisseur du paroi. La valeur d’équilibre de d est déterminée en

minimisant l’énergie totale Em+Eω, d’ou on obtient d∼
√

ω · l. La dimension des domaines d

est en général de l’ordre de quelque µm[37]. L’énergie magnétostatique d’un monodomaine

est 1000 fois supérieure à l’énergie totale M2
Sd+Eω ainsi une structure en domaines est

avantageuse.

Dans le cas des cristaux cubiques qui ont plusieurs directions faciles de l’aimantation,

l’apparition des pôles à la surface peut être évitée par l’apparition des domaines de fermeture

(Fig. 6.2c), qui transportent le flux magnétique d’un domaine en dessous à un autre. Dans

ce cas, comme il n’y a pas de pôles libres le système réduit l’énergie magnétostatique.

La structure des domaines à la surface d’un échantillon correspond à la structure à
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Fig. 6.2 – (a)Visualisation des domaines magnétiques par microscopie magnéto-optique et
un schéma de l’aimantation[101] ; (b)Division d’un matériau en plusieurs domaines en forme
de feuille ; (c)Structure de domaines avec domaines de fermeture à la surface.

l’intérieur de l’échantillon seulement si la surface est parallèle à la direction de l’aimanta-

tion des domaines. Si la surface est inclinée, les pôles magnétiques forment des domaines

compliqués à la surface. Même si la surface a la bonne orientation, il est important d’avoir

des matériaux bien polis pour observer les domaines.

Les technique d’observation de domaines magnétiques sont nombreuses. Certaines, comme

la décoration Bitter et le MFM, sont sensibles au champ interne (interaction dipolaire à

la surface), tandis que des autres techniques sont sensibles à la direction de l’aimanta-

tion, comme par exemple les méthodes magnéto-optiques et les méthodes de polarisation

électronique. La microscopie électronique en transmission est en général sensible à la densité

totale du flux
−→
B , qui est la cause de la force de Lorentz dispersant les électrons.

Pour étudier la structure des domaines en URhGe, on a utilisé la technique de micro-

scopie à SQUID complétée par des mesures magnéto-optiques. L’observation des domaines

en magnéto-optique est basée sur la dépendance des constantes optiques de la direction

de l’aimantation. Les effets Kerr ou Faraday sont basés sur la rotation de la direction de

polarisation de la lumière (réflexion et transmission) à cause de l’aimantation du matériau.

Pour augmenter l’effet magnéto-optique, un cristal de grenat est souvent utilisé.
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Fig. 6.3 – (a)Échantillon policristallin de URhGe avec l’axe c perpendiculaire à la sur-
face ; (b)Agrandissement de la partie droite, deux grains différents sont visible en lumière
polarisée.

6.5 Visualisation des domaines magnétiques

6.5.1 Caractérisation des échantillons

L’échantillon de URhGe utilisé est montré dans la Fig. 6.3. Les dimensions de l’échantillon

sont 1,50 mm × 1,80 mm avec une épaisseur de 0,37 mm. L’axe −→c est perpendiculaire à

la surface, l’axe −→a étant parallèle au bord. L’échantillon est un policristal, un agrandisse-

ment de la partie droite est présentée dans l’image (b) dans laquelle on observe en lumière

polarisée deux grains différents.

6.5.2 Imagerie par µSQUID

Les premières images obtenues avec le µSQUID sont présentées dans la Fig. 6.4. La

difficulté principale vient du fait que le champ interne dans un domaine ferromagnétique

est assez élevé. Avec le µSQUID en aluminium ayant un champ critique de 100 G nous avons

pu seulement explorer des cycles mineurs de l’aimantation. Pour URhGe, l’aimantation à

saturation est de 700 G, le champ coercitif étant lui autour de 100 G à une température

de 0,4 K. Ainsi, en imageant un domaine, le courant critique du µSQUID passe plusieurs

arches (Ic(H)) comme détaillé dans la section 1.11. Pour connâıtre le sens de l’aimantation

de domaines il est nécessaire d’appliquer un champ magnétique, ainsi les domaines qui ont

la même direction que celui ci vont s’agrandir aux dépens des autres.

Dans le panel (a) les images des domaines sont présentées (ZFC). L’interprétation

d’image est donnée dans le panel (f), la limite des domaines étant tracée sur l’image. Les

flèches indiquent la largeur des domaines qui est autour de 20µm. La limite exacte des do-

maines est difficile à déterminer : quand le SQUID est au dessus du centre d’un domaine,

le flux varie lentement latéralement. On obtient un contraste homogène. Par contre quand
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Fig. 6.4 – Images prises au même endroit par le µSQUID après : (a)ZFC à une température
de 0,7 K ; (b)70 G ZFC à T=0,7 K ; (c)balayage du champ entre -70 G et 70 G après ZFC
à T=0,7 K ; (d)25 G ZFC à T=9,3 K ; (e)-25 G ZFC à T=6,8 K ; (f)Schéma de l’image
(a) avec les domaines indiqués. La légende des images est donné en φ0. La dimension des
images est 62 µm × 30 µm.

Fig. 6.5 – Profiles magnétiques au niveau des lignes tracées dans la Fig. 6.4 : (a)pour le
panel b et (b)pour le panel c.

le SQUID s’approche d’une paroi de domaine l’aimantation tourne et les franges du cou-

rant critique apparaissent. Elles forment des lignes de niveau magnétique. Alors les images

montrent des domaines de taille micrométrique.

Quand on applique un champ magnétique de 70 G à basses températures (image b), on

observe que la forme des domaines ne change pas, cette valeur du champ est plus petite

que l’aimantation de saturation (à cette température). Si maintenant on balaye le champ

entre -70 G et 70 G, les valeurs de l’aimantation des domaines changent peu, ce qu’on

peut observer sur les profils de la Fig. 6.5. Ces deux plots magnétiques correspondent aux

lignes tracées dans la Fig. 6.4. Les valeurs maximales et minimales des plots sont le valeurs

maximales et minimales de la courbe de courant critique du SQUID, ainsi chaque fois que

ces extrêmes sont atteintes le SQUID passe les arches.

Dans les images (d) et (e), le comportement des domaines est observé à deux températures



112

Fig. 6.6 – Images prises après ZFC à une température de : (a)8 K et (b)9 K ; (c)12 G FC
à T=8 K, après (d)le champ est augmenté à froid à 70 G et la température à 8,25 K, (e)la
température est augmentée à 8,4 K, (f)le champ appliqué est réduit à 50 G et la température
à 1,4 K. La dimension des images sont 62 µm × 30 µm.

différentes pour un champ appliqué de 25 G après ZFC. On observe qu’à une température de

9,3 K, les domaines s’élargissent par rapport à une température de 6,8 K (aussi par rapport

à basse température). Quand on s’approche de la température de Curie, le champ nécessaire

pour aligner les domaines est plus faible, et les domaines commencent à s’agrandir suivant

la direction du champ.

Dans la Fig. 6.6a et b, les images des domaines après ZFC sont présentées pour deux

températures différentes. La zone imagée est différente de celle de la figure 6.4. On ob-

serve qu’à une température de 9 K, dans cette partie de l’échantillon, les domaines sont

déjà très grands, l’état monodomaine est presque atteint. Les domaines disparaissent à une

température de 9,8 K (l’image n’est pas montrée). La variation avec le champ magnétique

est observée dans les figures (c) et (d). En augmentant le champ à 70 G à T=8,25 K,

les domaines dans la direction du champ ont augmenté et à T=8,4 K et 70 G (image e)

l’échantillon est presque monodomaine. En diminuant le champ à 50 G et la température à

1,4 K, les domaines réapparaissent. La taille des domaines n’est pas homogène.

À partir des mesures effectuées avec le µSQUID, la taille des domaines magnétique est

déterminée et ainsi on peut avoir une estimation de la taille des parois de domaine dans

notre échantillon. En tenant compte que ω=d2/l, la taille des parois de domaines est ∼ 1µm.

Pour avoir une image des domaines à plus grande échelle, une méthode magnéto-optique

est utilisée ensuite.

6.5.3 Imagerie avec un microscope magnéto-optique

Les images sont obtenues à l’aide d’un microscope magnéto-optique développé au CRETA

par A. Vuillaume, L. Porcar et D. Bourgault. Un cristal de grenat est placé directement au

dessus de l’échantillon pour amplifier le contraste magnétique.

Les premières images obtenues sont présentées dans la Fig. 6.7. Les dimensions des
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Fig. 6.7 – Comportement des domaines magnétiques en ZFC à différentes températures :
(a)7,5 K, (b)8,5 K et 9,5 K. Les domaines en blanches ont une aimantation positive (per-
pendiculaire à l’image en sortant), tandis que les domaines en noir ont une aimantation
négative. La dimension des images est de 1 mm × 0,75 mm.

images sont 1 mm × 0.75 mm. Le bord de l’échantillon est visible en bas de chaque

image, aussi le coté gauche de chaque image est à peu près au bord gauche de l’échantillon.

L’échantillon est orienté comme dans la figure 6.3a et le champ est appliqué perpendiculai-

rement à la surface. On observe l’apparition des domaines en ZFC, les domaines en blanc

ont une aimantation positive, c.a.d. sont orientés perpendiculaire à l’image en direction

vers l’extérieur, les domaines noirs correspondant à une aimantation négative (opposée).

On observe qu’en augmentant la température vers la TCurie les domaines deviennent plus

rectilignes et disparaissent à une température de 9.7K. Pour les températures plus élevées,

les domaines magnétiques du grenat deviennent visibles. Les domaines semblent d’avoir une

direction préférentielle selon l’axe a du cristal.

En agrandissant les images on observe que, entre les grands domaines blancs il y a

des petits domaines ronds qui correspondent probablement aux domaines observés avec le

µSQUID. Comme notre échantillon est un policristal, pour les différentes graines (Fig. 6.3b)

les domaines magnétiques ont des différentes directions.

Le comportement des domaines quand on applique un champ après ZFC, est montré sur

la Fig. 6.8. Dans un premier temps, l’échantillon est refroidi à une température de 7,5 K

et ensuite un champ est appliqué pour déterminer l’aimantation de saturation. On observe

dans les figures (a-c) comme les domaines positives augmentent significativement au fur et

à mesure que le champ augmente. L’échantillon devient monodomaine pour un champ de

400 G (NMS). En redescendant le champ ensuite, l’échantillon présente un hystérésis, due

aux défauts et autres imperfections, ainsi la forme des domaines est complètement changée

quand le champ est remis à zéro. Les domaines n’ont plus une forme linéaire dans la direction

horizontale (axe a) mais ont plutôt une forme plus circulaire. En conclusion, après ZFC, les

domaines se forment selon la direction de l’axe cristallographique −→a (l’effet est accentué avec

l’augmentation de la température), et après l’application du champ l’aimantation moyenne

de l’échantillon n’est plus nulle, un champ opposé (champ coercitif) doit être appliqué pour

revenir à l’état de zéro aimantation (de la Fig. 6.7a).

Dans la Fig. 6.9, le comportement des domaines après FC est présenté. Quand l’échantillon
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Fig. 6.8 – Variation des domaines avec un champ appliqué, après ZFC, de : (a)100 G,
(b)200 G et (c)300 G. Le champ est augmenté jusqu’à une valeur de 400 G ou l’échantillon
devient monodomaine. Ensuite le champ est diminue à : (d)300 G, (e)200 G et (f)0 G. La
température est maintenue constante à 7,5 K. La dimension des images est de 1 mm × 0,75
mm.

Fig. 6.9 – Comportement des domaines après FC dans un champ de : (a)200 G, (b)200 G
et le champ remis à zéro à froid, (c)300 G et remise à 0 G et (d)400 G et remise à 0 G. La
température est de 8 K et la dimension des images est de 1 mm × 0,75 mm.
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est refroidi jusqu’à une température de 8 K avec 200 G appliqués, la forme des domaines

ressemble à celle de la Fig. 6.8e (champ appliqué de 400 G ZFC et retour à 200 G). Si main-

tenant on remet à zéro le champ à froid, la forme de domaines est la même que Fig. 6.8f.

On observe que la forme des domaines avec aimantation négative (domaines noirs) aug-

mente quand on augmente le champ appliqué en FC et remis à zéro à froid. Dans l’image

(b), les domaines d’aimantation négative sont plus nombreuses que dans l’image (d). En

effet, comme l’aimantation de saturation est de 400 G, l’effet de refroidir sous un champ de

400G et de le mettre à zéro à froid a le même effet que d’appliquer ce champ à froid et le

remettre à zéro ensuite. Dans les deux cas, l’échantillon devient monodomaine à 400 G et

après les domaines apparaissent dans un état rémanent, alors Fig. 6.8f doit être équivalente

à Fig. 6.9d.

Lorsqu’un champ plus petit que 400 G FC est appliqué, quelque domaines négatives

apparaissent déjà à TCurie et en remettant le champ à zéro à basse température l’aiman-

tation de l’échantillon est plus petite que l’aimantation rémanente, ainsi plus de domaines

ont la tendance à se former pour établir l’équilibre. Nous avons sondé une moitié du cycle

de hystérésis d’URhGe par des techniques magnéto-optiques. Une grande richesse dans la

forme des domaines a été observé.

Ainsi URhGe se comporte comme un ferromagnetique dans l’état normal. La comparai-

son entre les images prises avec le SQUID et celles magnéto-optiques aide à interpréter les

images du SQUID et déterminer la taille des domaines de l’ordre de dizaines de µm. Nous

espérons que des mesures futures dans l’état supraconducteur pourront ainsi trancher si les

domaines ferromagnétiques diminuent ou pas dans ce état comme proposé récemment[60].
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Fig. 6.10 – (a)Structure magnétique du UPt3 avec les moments magnétiques orientés dans la
direction de l’axe b. La distance entre les planes hexagonales est de c/2[213]. (b)Diagramme
de phase magnétique avec les 3 phases qui apparaissent.

6.6 Le composé UPt3

Le composé intermétallique UPt3 cristallise dans une structure hexagonale compacte de

type Ni3Sn (pour un revue voir [117]). Il appartient au groupe d’espace P63/mmc et son

groupe ponctuel est D6h. L’existence des quasiparticules lourdes est déduite des coefficients

de transport et thermodynamiques, par exemple γ ∼420mJ/molU·K2[71]. La formation de

l’état liquide de Fermi est observée directement dans les mesures de conductivité optique[51]

et de susceptibilité ac (mesurée par neutrons[18]). Les mesures d’oscillations quantiques ont

déterminé une masse effective m*=135me[123].

Le liquide de Fermi devient instable à basse température, autour de 5,8 K une phase an-

tiferromagnétique (AF)[209] avec des moments ordonnés très petits µ=0,035µB/U apparâıt

(Fig. 6.10a). UPt3 devient supraconducteur autour de Tc2=550 mK, et il présent deux tran-

sitions distinctes, donc deux Tc, avec Tc1=500 mK[69]. Ainsi la phase supraconductrice est

caractérisée par un paramètre d’ordre avec plusieurs composants.

Une description théorique de l’origine des quasiparticules lourdes manque encore, même

si une image de la phase à basse température a émergé. Le nombre d’électrons itinérants 5f

d’U et le mécanisme microscopique de l’apparition des masses effectives larges sont toujours

en discussion. La caractéristique importante est probablement la nature double des états

5f, c.a.d. la présence des électrons 5f localisés et itinérants.

La symétrie orbitale du UPt3 fait partie d’une des 4 représentations bidimensionnelles

du group ponctuel D6h. Le petit moment AF joue un rôle important dans l’identification du

paramètre d’ordre, comme l’aimantation dans les plans ab agit comme un champ briseur de

symétrie (CBS). Le CBS est supposé à être responsable de l’apparition des deux transitions

supraconductrices qui sinon fusionnerait dans une seule[89, 90, 218]. Dans le plan B-T, trois

phases apparaissent A,B et C qui correspondent à des différentes orientation du paramètre

d’ordre (Fig. 6.10b). Il n’y a pas un encore un consensus sur la structure des noeuds et la

symétrie du gap supraconducteur. Les différentes propositions sont révisés récemment par



117

Fig. 6.11 – Anisotropie du gap supraconducteur pour la représentation E2u dans la phase
(a)B et (b)A.

Joynt et Taillefer[117]. Le modèle le plus accepté est celui de la symétrie triplet E2u (f-wave).

Ce paramètre d’ordre est consistent avec les mesures de Knight shift sur 195Pt[215] et la

dépendance linéaire en température de la conductivité thermique. Le gap correspondant

dans la phase B a une ligne des noeuds équatoriale et des points nodales polaires (2-ième

ordre). L’anisotropie du gap dans le plan basal est présentée dans la Fig. 6.11[36].

Le réseau de vortex dans les phases A et B, pour un champ Hc2/10 parallèle à l’axe −→c ,

a été déduit à partir des mesures de diffraction de neutrons[105]. Dans la phase A, le réseau

de vortex a une orientation de ±15◦ par rapport à l’axe −→a . Dans la phase B, le réseau a la

même direction que les axes cristallographiques. Le réseau de vortex dans le deux cas est

presque hexagonal. Ces observations de la symétrie du réseau de vortex sont compatibles

avec un paramètre d’ordre avec 2 composantes E2u.

Fig. 6.12 – Images des vortex individuels en UPt3 à une température de 350mK (gauche).
Les dimensions de l’image sont 30µ × 30µm. La variation en température du profil
magnétique du vortex (avec l’ajustement) est montrée à droite pour 2 températures
différentes (350mK et 520mK.)
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UPt3 est un supraconducteur de type II avec une longueur de pénétration λab ∼0,6-0,7

µm et un paramètre GL κ ∼50. Les images des vortex individuels réalisées avec le SQUID

sont présentées dans la Fig. 6.12. Le champ appliqué dans ce cas est de 0,5 G FC et la

température de 350 mK. Comme la structure du gap doit changer entre les phases A et

B, plusieurs images ont été prises à différentes températures. Dans la phase A, la forme de

vortex ne change pas, au moins pour les longueurs comparables à λ, à laquelle le SQUID

est sensible. Dans la Fig. 6.12, deux profiles magnétiques d’un vortex sont tracés à deux

températures différentes correspondant aux 2 phases A et B (520 mK et 350 mK). Les

ajustements théoriques des courbes donnent un λ ∼0.6 µm à 350 mK (en accord avec les

valeurs dans la littérature), tandis qu’à 520 mK un λ ∼ 1, 2µm est trouvée. La hauteur du

SQUID au dessus de l’échantillon est estimée à ∼0,9 µm. Une dépendance plus classique

de λ (Gorter-Casimir) en
√

1 − t4, donne une valeur de 1,34 µm à 520 mK. La dépendance

en température de la longueur de pénétration doit être plus compliquée car 5 ou 6 bandes

passent le niveau de Fermi.

Fig. 6.13 – (a)Image après 0.4G FC à une température de 370mK. Les dimensions de
l’image sont 62 µm×31µm. La région imagée correspond à la moitié inférieure de l’image b.
(b)Image après 1 G FC, T=370 mK. Les dimensions de l’image sont 62 µm×62µm.

Quand on augmente le champ appliqué, on observe des structures continues de flux qui

se forment (Fig. 6.13). Déjà, à 0.4G FC, image (a), on observe la formation d’une ligne de

flux qui à la forme d’un arc de cercle. À 1G FC, un cercle de flux se forme, autour de lui

il n’y a plus des vortex, tout se passe comme les vortex sont aspirés par cette structure.

Le rapprochement de vortex ne semble pas être lié à des défauts dans le matériau ou à

la surface, la structure dans l’image de gauche ne se trouve pas sur l’image de droite au

même endroit. Les deux images sont prises après FC, l’image de gauche étant prise sur le

même endroit que la moitié inférieure de l’image de droite. Une structure de domaine se

forme, semblable à la coalescence de vortex dans Sr2RuO4. Probablement ces structures

ont la même origine, la chiralité du paramètre d’ordre pourrait créer des domaines dans

le matériau. Ces structures persistent à plus hauts champs appliqués (les images ne sont

pas montrées), et préservent la même type de forme en arc de cercle. On observe que les
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domaines ne nucléent pas au même endroit. Un étude plus approfondi est nécessaire pour

déterminer la cause exacte de la formation de ces structures.

6.7 Conclusion

Dans ce chapitre, les images des domaines magnétiques dans la phase normale du su-

praconducteur ferromagnétique URhGe ont été présenté. L’utilisation des deux techniques

d’imagerie, le µSQUID et magnéto-optique, ont permis de trouver la forme des domaines

magnétiques à deux échelles différentes. Pour les grandes échelles, la technique magnéto-

optique est souhaitable, tandis que à l’échelle microscopique et à très basse température le

µSQUID demeure plus puissant. Cependant, comme l’interprétation des mesures du SQUID

peut s’avérer difficile, une méthode supplémentaire d’imagerie est désirable. L’interprétation

de la forme et des dimensions des domaines magnétiques dans la phase normale peut ai-

der à comprendre le comportement dans la phase supraconductrice. Des mesures futures

dans cette phase doivent renseigner sur l’interaction entre la supraconductivité et le ferro-

magnétisme.

Des vortex individuels ont été observé dans le supraconducteur triplet UPt3. Les struc-

tures qui apparaissent à plus hauts champs magnétiques, avec une forme circulaire, sont

probablement dû à la bidimensionnalité du paramètre d’ordre. Ce type de domaines de

flux, même avec une forme différente, ressemble ceux du Sr2RuO4, une parallèle entre les

deux supraconducteurs triplet pouvant être faite. Des mesures futures sur le comporte-

ment de ces domaines dans UPt3 vont encore apporter des informations sur la physique des

supraconducteurs avec triplet de spin.



Conclusion et perspectives

Durant cette thèse, plusieurs supraconducteurs non conventionnels ont été imagés. La

technique de microscopie à µSQUID s’est avérée très puissante dans cette domaine. Le sujet

principal de la thèse est Sr2RuO4, un supraconducteur anisotrope triplet.

Nous avons imagé le supraconducteur conventionnel faiblement anisotrope NbSe2. Il

a servi de référence aux supraconducteurs non conventionnels imagés ensuite. Un réseau

hexagonal de vortex est observé à partir d’un champ de 4 Gauss appliqué le long de l’axe

c. Une rotation du réseau de 30◦ a lieu en augmentant le champ. Cette rotation n’est

pas observée par d’autre expériences. Un ’verrouillage’ du réseau dans la direction des

axes cristallographiques a lieu à haut champ. Pour des champs inclinés, une surstructure

2×1 apparâıt et aucune châıne de vortex comme dans les autres supraconducteurs plus

anisotropes.

Nous avons observé pour la première fois des vortex individuels en Sr2RuO4, pour de

champs appliqués le long de l’axe d’anisotropie −→c et le long des plans ab. Une coalescence

des vortex est observée quand le champ est parallèle à l’axe −→c . L’ensemble des expériences

réalisées jusqu’à présent nous laisse croire que, cette coalescence est le mieux expliquée par

la présence des parois de domaine entre domaines de différente chiralité. Bien que notre

expérience ne peut pas trancher si les parois de domaines existent ou pas, le comportement

observé est inhabituel et se distingue du comportement des autres supraconducteurs.

Sr2RuO4 est en plus un supraconducteur anisotrope avec un possible comportement

2D pour des champs près des couches. Une décoration des lignes de flux est observée avec

des vortex qui semblerait former un réseau au-dessus des lignes. Même si Sr2RuO4 a une

anisotropie plus faible que BSCCO, et normalement un comportement 3D est attendu (ξc >

c), une apparition de deux types de vortex a lieu pour des champs appliqués très près des

couches. Il est bien possible que la manière de refroidir l’échantillon et d’appliquer le champ

peut conduire à l’apparition de deux type de vortex dans le matériau.

Nous avons observé les domaines magnétiques dans l’état normal du supraconducteur

ferromagnétique URhGe. Les domaines magnétiques ont une taille de l’ordre de dizaine de

micromètres. Une technique d’imagerie magnéto-optique, complémentaire au SQUID, est

utilisée pour visualiser l’arrangement des domaines à des tailles millimétriques. Le com-

portement des domaines est observé pour une gamme large des champs appliqués et pour
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différents types de refroidissement de l’échantillon. La détermination de la taille des do-

maines magnétiques et des parois de domaines dans l’état normal est importante en vu des

futures mesures de l’état supraconducteur dans ce matériau. Comme a été récemment pro-

posé, les domaines magnétiques doivent rétrécir en entrant dans la phase supraconductrice,

un effet restant à être confirmé par des mesures futures par microscopie à SQUID.

Des vortex individuels ont été observé dans le supraconducteur non conventionnel UPt3.

Pour des champs appliqués le long de l’axe c, une formation des domaines est visible. Ces

domaines ressemblent ceux du Sr2RuO4, mais ils ont une forme différente, circulaire. Cette

apparition des domaines peut être également expliquée par un paramètre d’ordre avec deux

composantes. Des expériences doivent encore être faites pour approfondir ces mesures et

apporter plus d’informations sur la physique des supraconducteurs triplet.



Annexe A

Inversion de l’équation London et

calcul des transformées de Fourier

Dans cette annexe, à partir de l’équation London dans l’espace réciproque, la composante

du champ magnétique le long de l’axe du vortex est déterminée. Le champ magnétique sert

au calcul de la self énergie d’un vortex et de l’énergie d’un vortex dans une châıne.

A.1 L’équation London dans l’espace Fourier

L’équation London dans l’espace direct est :

−→
h + λ2∇× [µ̂(∇×−→

h )] = Φ0ẑ
∑

δ(−→r −−→r i) (A.1)

En utilisant la transformée Fourier du champ magnétique :

−→
h (−→r ) =

1

S

∑

k

−→
h ke

i
−→
k −→r

−→
h k =

∫ −→
h (−→r )e−i

−→
k −→r d2r (A.2)

ou S est la surface de la maille du réseau de vortex (qui contient un quantum de flux),

l’équation London devient :

1

S

∑

k

−→
h ke

i
−→
k −→r +

1

S
λ2∇× [µ̂(∇×

∑

k

−→
h k)e

i
−→
k −→r ] = Φ0ẑ

∑
δ(−→r −−→r i)

1

S

∑

k

−→
h ke

i
−→
k (−→r −−→r i) = δ(−→r −−→r i)

∑

i

δ(−→r −−→r i) =
1

S

∑

k

∑

i

ei
−→
k (−→r −−→r i) =

1

S

∑

k

ei
−→
k −→r (A.3)

Utilisant la relation
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∇× (ϕ
−→
A ) = (∇ϕ) ×−→

A + ϕ∇×−→
A avec ϕ = ei

−→
k −→r et

−→
A =

−→
h k :

∇× (
−→
h ke

i
−→
k −→r ) = ∇ei

−→
k −→r ×−→

h k + ei
−→
k −→r ∇×−→

h k = ei
−→
k −→r i

−→
k ×−→

h k + ei
−→
k −→r ∇×−→

h k

∇× (µ̂[∇×−→
h ke

i
−→
k −→r ]) = ∇× (µ̂[ei

−→
k −→r i

−→
k ×−→

h k]) + ∇× (µ̂[ei
−→
k −→r ∇×−→

h k])

= (∇ei
−→
k −→r ) × µ̂[i

−→
k ×−→

h k] + ei
−→
k −→r ∇× µ̂[i

−→
k ×−→

h k] + (∇ei
−→
k −→r ) × µ̂[∇×−→

h k] +

+ei
−→
k −→r ∇× (µ̂[∇×−→

h k]) = ei
−→
k −→r i

−→
k × µ̂[i

−→
k ×−→

h k] + ei
−→
k −→r ∇× µ̂[i

−→
k ×−→

h k] +

+ei
−→
k −→r i

−→
k × µ̂[∇×−→

h k] + +ei
−→
k −→r ∇× µ̂[∇×−→

h k] = −−→
k × (µ̂[

−→
k ×−→

h k])e
i
−→
k −→r −

−ei
−→
k −→r i

−→
k × (µ̂[∇×−→

h k]) + +ei
−→
k −→r i

−→
k × (µ̂[∇×−→

h k]) + ei
−→
k −→r ∇× (µ̂[∇×−→

h k]) =

= −−→
k × (µ̂[

−→
k ×−→

h k])e
i
−→
k −→r (A.4)

parce que
−→
A ×−→

B = −−→
B ×−→

A et ∇×−→
h k = 0,

−→
h k ne depend pas de −→r .

En introduisant Eq. A.2- A.4 dans Eq. A.1 on peut écrire :

1

S

∑

k

−→
h ke

i
−→
k −→r − 1

S
λ2−→k × (µ̂[

−→
k ×−→

h k])e
i
−→
k −→r = Φ0ẑ

1

S

∑

k

ei
−→
k −→r (A.5)

qui peut être écrite comme :

1

S

∑

k

ei
−→
k −→r [

−→
h k − λ2−→k × (µ̂[

−→
k ×−→

h k]) − Φ0ẑ] = 0 (A.6)

et ainsi on obtient l’équation London dans l’espace Fourier :

−→
h k − λ2[

−→
k × (µ̂[

−→
k ×−→

h k])] = Φ0ẑ (A.7)

A.2 Determination de la densité d’énergie libre dans l’espace

Fourier

La partie électromagnétique de la densité d’énergie libre est :

F =
1

8π
[
−→
h 2 + λ2(∇×−→

h )µ̂(∇×−→
h )] (A.8)

ou
−→
h est le champ local, λ = λab est la longueur de pénétration London pour des courants

qui circulent dans le plan ab, µ̂ est le tenseur réduit de la masse effective.

En minimisant Eq. A.8 on obtient l’équation London :

−→
h + λ2∇× [µ̂(∇×−→

h )] = Φ0ẑ
∑

δ(−→r −−→r i) (A.9)

ou ẑ est un vecteur unité le long de l’axe du vortex et Φ0 est le quantum de flux. En

utilisant la transformé de Fourier dans le plan xy (qui corresponde au plan ab) l’équation

A.9 s’écrit dans l’espace Fourier (voir la section A.1) :
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−→
h k − λ2[

−→
k × (µ̂[

−→
k ×−→

h k])] = ẑΦ0 (A.10)

L’énergie libre dans l’espace Fourier peut être écrite comme :

F =
Φ0

8πS2

∑

k

ẑ
−→
h k (A.11)

Pour obtenir Eq. A.11 on introduit Eq. A.2, A.4 dans Eq. A.8 :

F =
1

8πS2

∑

kk′

[hkhk′ei(
−→
k +

−→
k′ )−→r − λ2(

−→
k ×−→

h k)µ̂(
−→
k′ ×−→

h k′)ei(
−→
k +

−→
k′ )−→r ] (A.12)

En effectuant la somme sur r (ou l’integration sur r) on obtient :

Fd−→r =

∫
1

8πS2

∑

kk′

[hkhk′ − λ2(
−→
k ×−→

h k)µ̂(
−→
k′ ×−→

h k′)]ei(
−→
k +

−→
k′ )−→r d−→r (A.13)

1

V

∫
ei(

−→
k +

−→
k′ )−→r d3−→r = 1 (A.14)

avec V le volume du système. Comme 1
V

∫
ei(

−→
k +

−→
k′ )−→r d−→r = δk,k′ on peut choisir

−→
k +

−→
k′=0,−→

k′ = −−→
k . En remplaçant

−→
h k par

−→
h −k dans l’Eq. A.10 on obtient :

−→
h −k = λ2[

−→
k × (µ̂[

−→
k ×−→

h −k])] + ẑΦ0 (A.15)

En multipliant par
−→
h k on a :

−→
h k

−→
h −k =

−→
h kẑΦ0 + λ2−→h k[

−→
k × (µ̂[

−→
k ×−→

h −k])] (A.16)

En utilisant la loi
−→
A (

−→
B ×−→

C ) =
−→
B (

−→
C ×−→

A ) =
−→
C (

−→
A ×−→

B ) = −−→
B (

−→
A ×−→

C ) = −−→
A (

−→
C ×

−→
B ) = −−→

C (
−→
B ×−→

A ) avec
−→
h k =

−→
A ,

−→
B =

−→
k et

−→
C = µ̂[

−→
k ×−→

h −k] on a :

−→
h k[

−→
k × (µ̂[

−→
k ×−→

h −k])] = −(µ̂[
−→
k ×−→

h −k])(
−→
k ×−→

h k) = −(
−→
k ×−→

h k)(µ̂[
−→
k ×−→

h −k]) (A.17)

(la loi de commutation du produit scalaire). On réécrit l’Eq. A.16 comme :

−→
h k

−→
h −k =

−→
h kẑΦ0 − λ2(

−→
k ×−→

h k)(µ̂[
−→
k ×−→

h −k]) (A.18)

et en substituant dans Eq. A.13 on obtient :

∫
Fd3−→r = V

8πS2

∑
k

[
−→
h kẑΦ0 − λ2(

−→
k ×−→

h k)(µ̂[
−→
k ×−→

h −k]) + λ2(
−→
k ×−→

h k)(µ̂[
−→
k ×−→

h −k])]

= V Φ0

8πS2

∑
k

−→
h kẑ (A.19)

On obtient la densité d’énergie libre (Eq. A.11) :
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F =
Φ0

8πS2

∑

k

ẑ
−→
h k (A.20)

A.3 Determination des composantes Fourier du champ

magnétique

Pour deux vecteurs
−→
A et

−→
B le produit vectoriel est défini comme :

−→
A × −→

B =

∣∣∣∣∣∣

ν̂1 ν̂2 ν̂3

A1 A2 A3

B1 B2 B3

∣∣∣∣∣∣
=ν̂1(A2B3 − A3B2) − ν̂2(A1B3 − A3B1) + ν̂3(A1B2 − A2B1)

ou ν̂i sont les vecteurs unité.

La composante sur l’axe i s’écrit : (
−→
A ×−→

B )i = εijkAjBk +εikjAkBj (on écrit d’habitude

seulement le premier terme) avec εijk le symbole Levi-Civita :

εijk=





+1, pour i, j, k permutation paire de 1, 2, 3
-1, when i, j, k permutation paire de 1, 2, 3

0, si 2 indices sont égaux



.

L’équation de London est :

−→
h + ∇× (Λ · ∇ × −→

h ) = φ0

∑

i

δ(−→x −−→xi)ẑ (A.21)

ou la somme porte sur les mailles du réseau. La partie droite de l’équation représente

le quantum de flux dans la direction z, Λ = mc2

4πnse2 ou m est la masse effective et ns est la

densité d’électrons supraconducteurs. Le tenseur de la longueur de pénétration London λ

est égal à Λ1/2.

Pour des supraconducteurs uniaxials Λij = Λabδij +(Λc−Λab)ĉiĉj , ou ĉi est la projection

de ĉ sur l’axe ith (x,y,z).

Considérant Aj = ∇j et (Λ · ∇ × −→
h )k=Bk.

Λ · ∇ =




Λ11 Λ12 Λ13

Λ21 Λ22 Λ23

Λ31 Λ32 Λ33







∇1

∇2

∇3


 =




Λ11 · ∇1 + Λ12 · ∇2 + Λ13 · ∇3

Λ21 · ∇1 + Λ22 · ∇2 + Λ23 · ∇3

Λ31 · ∇1 + Λ32 · ∇2 + Λ33 · ∇3




Λ · ∇ × −→
h =

=




−→u1
−→u2

−→u1

Λ11 · ∇1 + Λ12 · ∇2 + Λ13 · ∇3 Λ21 · ∇1 + Λ22 · ∇2 + Λ23 · ∇3 Λ31 · ∇1 + Λ32 · ∇2 + Λ33 · ∇3

h1 h2 h3




Par exemple la projection sur l’axe 3 (z) est :

(Λ · ∇ × −→
h )3 = (Λ11 · ∇1 + Λ12 · ∇2 + Λ13 · ∇3)h2 − (Λ21 · ∇1 + Λ22 · ∇2 + Λ23 · ∇3)h1.

En général dans la direction k on écrit : (Λ · ∇ × −→
h )k = Λklǫlmn∇mhn.

L’équation London devient (projetée sur l’axe i) :

hi + ǫijk∇jΛklǫlmn∇mhn = δi3φ0

∑

i

δ(−→x −−→xi). (A.22)
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ou δi3 = ẑ · ν̂
i
(z correspond à 3). La transformée de Fourier de h est : hi(x) = 1

S

∑
G

h̃ie
iGx.

Ici G est un vecteur du réseau réciproque. Introduisant dans Eq. A.22 on obtient :

1

S

∑

G

h̃ie
iGx + ǫijkΛklǫlmn∇j∇m(

1

S

∑

G

h̃ie
iGx) = δi3φ0

∑

i

δ(−→x −−→xi). (A.23)

On a :

∇j∇m(
1

S

∑

G

h̃ie
iGx) = iGm∇j(

1

S

∑

G

h̃ie
iGx) = iGmiGj

1

S

∑

G

h̃ie
iGx = −GjGm

1

S

∑

G

h̃ie
iGx

δ(x − xi) =
1

S

∑

G

eiG(x−xi)

∑

i

δ(x − xi) =
1

S

∑

G

eiGx
∑

i

e−iGxi = N
1

S

∑

G

eiGx

ou on a utilisé :
∑
i
e−iGxi = Nδi0 ou δi0=1 pour i=0 et 0 pour i6=0. L’eq. A.23 devient :

1

S

∑

G

eiGx(h̃i − ǫijkΛklǫlmnGjGmh̃n − δi3Nφ0) = 0 (A.24)

Ainsi le terme entre parenthèses est nul :

h̃i − ǫijkGjΛklǫlmnGmh̃n = δi3Nφ0 (A.25)

ou N est le nombre des quantum de flux par unité de surface. Utilisant ǫijkǫmnk =

δimδjn − δinδjm Eq. A.25 devient :

h̃i − Λab(δimδjn − δinδjm)GjGmh̃n + (Λc − Λab)(ǫijkGj ĉk)(ǫnmlGmĉl)h̃n = δi3Nφ0 (A.26)

qui se simplifie à

{(1 + ΛabG
2)δin + (Λc − Λab)QiQn}h̃n = δi3Nφ0 (A.27)

ou Qi = ǫijkGj ĉk = (
−→
G×ĉ)i et δimδjnGjGmh̃n = 0 parce que ∇−→

h = 0 et δinδjmGjGmh̃n =

G2δinh̃n (h̃i = h̃nδin).

On peut simplifier :

{δin +
1

1 + ΛabG2
(Λc − Λab)QiQn}h̃n =

1

1 + ΛabG2
δi3Nφ0

B =
1

1 + ΛabG2
(Λc − Λab), Ain = δin + BQiQn

Ainh̃n =
1

1 + ΛabG2
δi3Nφ0 ⇒ A−1

in Ainh̃n =
1

1 + ΛabG2
δi3Nφ0A

−1
in Ain

A−1
in est la matrice inverse (A−1

in Ain = δin).
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L’équation devient : h̃n = 1
1+ΛabG2 A−1

in δi3Nφ0 et en utilisant l’identité Ain = δin+BQiQn

alors A−1
in = δin − B

1+BQ2 QiQn, on a :

h̃n =
1

1 + ΛabG2
(δin − (Λc − Λab)QiQn

1 + ΛabG2 + (Λc − Λab)Q2
)δi3Nφ0

h̃n =
1

1 + ΛabG2
(δ3n − (Λc − Λab)Q3Qn

1 + ΛabG2 + (Λc − Λab)Q2
)Nφ0

Qi=(
−→
G × ĉ)i ; considérant que l’angle entre l’axe z du vortex et l’axe c est θ et l’axe

d’anisotropie ĉ est dans le plan x-z on a :

ĉx = − sin θ, ĉy = 0, ĉz = cos θ → Q =

∣∣∣∣∣∣

x̂ ŷ ẑ
Gx Gy 0

− sin θ 0 cos θ

∣∣∣∣∣∣
.

On obtient





Qx = Gy cos θ
Qy = −Gx cos θ
Qz = Gy sin θ

Par example le champ le long de l’axe z est[13] :

h̃z =
1

1 + λ2
abG

2

(
1 −

(λ2
c − λ2

ab)G
2
y sin2 θ

1 + λ2
abG

2 + (λ2
c − λ2

ab)(G
2
y + G2

x cos2 θ)

)
Nφ0. (A.28)



Annexe B

Calcul de la self énergie d’un

vortex

On considère FmH ·A l’énergie libre par unité de longueur pour un échantillon de surface

A qui contient un quantum de flux (H est le champ magnétique appliqué), et FsH ·A l’énergie

libre par unité de longueur dans l’état Meissner (le paramètre d’ordre est constant) on défini

l’énergie de formation par unité de longueur ǫ1=FmH ·A-FsH ·A. L’énergie de formation par

unité de volume pour des vortex avec une densité n est nǫ1, comme les vortex sont supposés

indépendants au Hc1. L’expression pour un supraconducteur classique (isotrope) est dans

la limite de κ grand : ǫ1=( φ0

4πλ)2lnλ
ξ .

L’énergie libre par unité de volume peut être écrite en fonction des transformées Fourier

h̃z comme :

F =
φ0

8πS2

∑

k

ẑhk (B.1)

ou ẑ est la direction du vortex. La self-énergie d’un vortex rigide incliné avec un angle

arbitraire θ par rapport à l’axe c est donnée par :

ǫ(θ) =
φ2

0

8π

∫
d2k

4π2
ẑhk =

φ2
0

8π

∫
d2k

4π2

1

1 + λ2
abk

2

(
1 −

(λ2
c − λ2

ab)k
2
y sin2 θ

1 + λ2
abk

2 + (λ2
c − λ2

ab)(k
2
y + k2

x cos2 θ)

)

(B.2)

qui peut être évaluée analitiquement. Dans la théorie London toutes les sommes di-

vergent de façon logarithmique. Elles sont dominées par la région du coeur du vortex qui

n’est pas décrite explicitement (grand k). Une function de cutoff est utilisée avec les limites

dans l’espace k données par la forme elliptique du coeur, quand le vortex est incliné. Le

cutoff utilisé est[170] :

ξ2
θk2

x + ξ2
abk

2
y = 1 (B.3)

ξ2
abcos

2θ + ξ2
c sin2θ = ξ2

θ (B.4)
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ou ξab et ξc sont les longueurs de cohérence le long de plan ab et de l’axe c.

On circularise le cutoff avec un scaling du k :

kx → k′
x =

ξθ

ξab
kx

k′
y = ky (B.5)

On utilise les coordonnées polaires (φ,k’) ou φ est l’angle de k dans le plan x-y. En

observant que λc

λab
= ξab

ξc
= γ on écrit :

k2 = k2
x + k2

y =
ξ2
ab

ξ2
θ

k
′2
x + k

′2
y = k

′2
x

λ2
θ

λ2
ab

= k
′2 + k

′2
x (

λ2
θ

λ2
ab

− 1)

ξ2
θ

ξ2
ab

= cos2θ +
ξ2
c

ξ2
ab

sin2θ = cos2θ +
λ2

ab

λ2
c

sin2θ =
λ2

θ

λ2
c

k′
x = k′cosφ (B.6)

L’énergie du vortex dévient :

ǫ(θ) =
φ2

0

8π

∫
d2k

4π2

1 + λ2
θk

2

[1 + λ2
abk

2][1 + λ2
θk

2
x + λ2

ck
2
y]

=

=
φ2

0

8π

1

4π2

ξab

ξθ

∫
dφ

∫
k′dk′ 1 + λ2

θk
′2 + (λ2

c − λ2
θ)k

′2cos2φ

[1 + λ2
abk

′2 + (λ2
c − λ2

θ)
λ2

ab

λ2

θ

k′2cos2φ](1 + λ2
ck

′2)
(B.7)

ou d2k = dkxdky = ξab

ξθ
dk′

xdk′
y = ξab

ξθ
dφk′dk′.

On détermine la limite pour l’intégrale en k’ en utilisant la condition d’ellipse Eq. (B.3)

comme k’=
√

k′2
x + k′2

y =

√
ξ2

θ

ξ2

ab

k2
x + k2

y = 1
ξab

. On renomme k’→k et utilise la notation

a=1 + λ2
abk

2, b=(λ2
c − λ2

θ)
λ2

ab

λ2

θ

k2, c=1 + λ2
θk

2 and d=(λ2
c − λ2

θ)k
2. Utilisant l’intégrale :

∫ π
2

0

c + dcos2φ

a + bcos2φ
dφ =

dπ

2b
+ π(

bc − ad

2b
√

a(a + b)
) =

π

2
[
d

b
+

c√
a(a + b)

− ad

b
√

a(a + b)
] (B.8)

l’énergie d’interaction peut être écrite :

ǫ(θ) =
φ2

0

64π2

ξab

ξθ

∫ ξ−1

ab

0

kdk

1 + λ2
ck

2
[
d

b
+

c√
a(a + b)

− ad

b
√

a(a + b)
] (B.9)

Utilisant l’approximation

√
a(a + b) =

1

2

√
(b + 2a)2 − b2 =

b

2
[(1 +

2a

b
)2 − 1]

1

2 ≃ b

2
+ a (B.10)

(considerant (1+2a
b )2 ≫1) l’intégrale de l’énergie dévient :
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ǫ(θ) =
φ2

0

64π2

ξab

ξθ

∫ ξ−1

ab

0

kdk

1 + λ2
ck

2
[
d

b
+

2(bc − ad)

2ab + b2
] =

=
{λ2

θ[−2λ2
c(λ

2
ab − λ2

θ)lnλ2
θ − λ2

ab(λ
2
c − λ2

θ)ln(1 + λ2
c

ξ2

ab

) − λ2
c(λ

2
ab − λ2

θ)(ln4 − 2ln[2λ2
θ +

λ2

ab
(λ2

c+λ2

θ
)

ξ2

ab

])]}
−4λ2

abλ
4
cλ

2
θ + 2λ4

abλ
2
c(λ

2
c + λ2

θ)

=
φ2

0

128π2
λcλθ

1

λ2
θ + λ2

ccos
2θ

{2cos2θ

λ2
ab

ln[1 +
κ2(λ2

c + λ2
θ)

2λ2
θ

] +
sin2θ

λ2
c

ln(1 + Γ2κ2)} (B.11)

Considérant que κ et Γ ≫ 1 on peut éliminer 1 dans l’expressions logarithmiques :

ǫ(θ) =
φ2

0

64π2
λcλθ

1

λ2
θ + λ2

ccos
2θ

{2cos2θ

λ2
ab

ln[
κ(λ2

c + λ2
θ)

1

2

√
2λθ

] +
sin2θ

λ2
c

ln(Γκ)} (B.12)

Pour θ=0 utilisant λθ=λc on obtient la self énergie :

ǫ0 =
1

4
(

φ0

4πλab
)2lnκ (B.13)



Annexe C

Calcul de l’énergie d’un vortex

dans une châıne

La composante du champ le long de l’axe z est :

h̃z =
1

1 + λ2
abG

2

(
1 −

(λ2
c − λ2

ab)G
2
y sin2 θ

1 + λ2
abG

2 + (λ2
c − λ2

ab)(G
2
y + G2

x cos2 θ)

)
Nφ0. (C.1)

qui peut être écrite comme

h̃z =
φ0

λ2
ab

1

λ−2
ab + G2

x + G2
y

λ−2
ab + (G2

x + G2
y)(sin

2θ + γ2cos2θ)

λ−2
ab + γ2G2

y + (sin2θ + γ2cos2θ)G2
x

(C.2)

On utilise les notations : Q=Gx, q=Gy, λab = λ et q1=qλ, a=a/λ, Q2
1=1+q2

1. L’équation

C.2 devient :

h̃z =
φ0

λ2

1

λ−2 + Q2 + q2

λ−2 + (Q2 + q2)(sin2θ + γ2cos2θ)

λ−2 + γ2q2 + (sin2θ + γ2cos2θ)Q2
(C.3)

On peut écrire λ−2 + Q2 + q2 = λ−2 + q2 +
(

2πn
a

)2
= λ−2

(
1 + q2λ2 + (2πn

a )2λ2n2
)

=
(2π)2

a2

[
a2Q2

1

(2π)2
+ n2

]

et de la même manière

λ−2+γ2q2+(sin2θ+γ2cos2θ)Q2 = (2π)2

a2 (sin2θ+γ2cos2θ)
[

a2Q2

2

(2π)2
+ n2

]
ou Q2

2 =
γ2q2

1
+1

sin2θ+γ2cos2θ
.

On écrit :

1

λ−2 + Q2 + q2

λ−2 + (Q2 + q2)(sin2θ + γ2cos2θ)

λ−2 + γ2q2 + (sin2θ + γ2cos2θ)Q2
=

A

λ−2 + Q2 + q2
+

+
B

λ−2 + γ2q2 + (sin2θ + γ2cos2θ)Q2
(C.4)

en obtenant pour A et B : A=1-F(q1) et B=F(q1)(sin
2θ+γ2cos2θ) avec F(q1)=

q2

1

q2

1
−ctg2θ

.

L’équation C.4 devient ainsi :
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1

λ−2 + Q2 + q2

λ−2 + (Q2 + q2)(sin2θ + γ2cos2θ)

λ−2 + γ2q2 + (sin2θ + γ2cos2θ)Q2
=

a2

(2π)2
1

a2Q2

1

(2π)2
+ n2

−

− a2

(2π)2
F (q1)


 1

a2Q2

1

(2π)2
+ n2

− 1
a2Q2

2

(2π)2
+ n2


 (C.5)

L’énergie d’un vortex dans une châıne est :

εv = εv0 +
φ0

8π




1

a

∑

Q= 2πn
a

∫
dq

2π
ẑhQ,q −

1

2π2

∫∫
ẑhQ,qdQdq


 (C.6)

On peut écrire ẑhQ,q comme :

ẑhQ,q =
φ0

λ2

a2

(2π)2


 1

a2Q2

1

(2π)2
+ n2

− F (q1)


 1

a2Q2

1

(2π)2
+ n2

− 1
a2Q2

2

(2π)2
+ n2





 (C.7)

En tenant compte de cth(πx)= 1
πx + 2π

x

∞∑

n=1

1

x2 + n2
on a par example :

cth(
aQ1

2
) =

1
aQ1

2

+
aQ1

π2

∞∑

n=1

1
a2Q2

1

(2π)2
+ n2

(C.8)

ainsi

∞∑

n=−∞

1
a2Q2

1

(2π)2
+ n2

=
2π2

aQ1
cth(

aQ1

2
).

En utilisant a
π

∫ ∞

0

dx

c + bx2
=

a

π

1√
bc

arctg(x

√
b

c
) =

a

2
√

bc
on obtient pour

∫ ∞

0

dQ

λ−2 + Q2 + q2
=

a2

(2π)2

∫ ∞

0

d(2πn
a )

a2Q2

1

(2π)2
+ n2

=
πλ

Q1
(C.9)

Le premier terme dans l’expression de l’énergie s’écrit donc :

1

a

∑

n

(
a

2π
)2

1
a2Q2

1

(2π)2
+ n2

− 1

2π
(

a

2π
)2

∫
dQ

a2Q2

1

(2π)2
+ n2

=
λ

2Q1

[
cth(

aQ1

2
) − 1

]
(C.10)

En déduisant dans le même style les autres termes on obtient pour l’énergie d’un vortex

dans une châıne[29] :

εv = εv0 +
φ2

0

16πλ2

∫ ∞

−∞

dq

2π

(
cth(aQ1

2 ) − 1

Q1
− F (q1)

[
cth(aQ1

2 ) − 1

Q1
− cth(aQ2

2 ) − 1

Q2

])

(C.11)
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