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Thèse préparée au sein du Laboratoire d’Études des Propriétés
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6.3 Dopage à l’aluminium . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 156
6.3.1 Le champ critique supérieur Hc2 . . . . . . . . . . . . . . . . . . 156
6.3.2 Le champ critique inférieur Hc1 . . . . . . . . . . . . . . . . . . 160

Conclusion générale 165

Annexe A : Sondes de Hall 167
1.1 Mesures d’aimantation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 167
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Introduction générale

En janvier 1957, c’est-à-dire onze mois avant la parution de la théorie BCS, un arti-
cle publié dans la revue de la société américaine de chimie1 présentait l’évolution de la
chaleur spécifique de MgB2 sur une gamme de température variant de 18 à 300 K. Cette
publication, qui s’inscrit dans une “ anodine ” étude des propriétés calorifiques du Di-
borure de Magnésium, aurait pu bouleverser toute l’histoire de la supraconductivité.
En effet, depuis le premier composé supraconducteur découvert en 1911 et malgré les
nombreuses investigations réalisées dans ce sens, les températures critiques atteintes en
1957 n’excèdent guère 10 K. L’enthousiasme s’essouffle et l’intérêt se détourne de ces
supraconducteurs conventionnels. Aussi la mise en évidence d’un matériau supracon-
ducteur à 40 K, qui plus est conventionnel, aurait-elle pu leur redonner un formidable
élan et considérablement modifier l’orientation des prospectives. Toutes les conjectures
sont possibles : la communauté se serait-elle tournée vers les oxydes ? Et si ce fut le
cas, la découverte de la supraconductivité de BaLaCuO à “ seulement ” 30 K aurait-elle
provoqué la course aux records de température critique qu’elle a provoquée ? Bednorz
et Müller auraient-ils obtenu leur prix Nobel ? Et surtout, quelle thèse seriez-vous en
train de lire ? Outre une belle illustration de l’effet papillon2, cette découverte manquée
met en évidence à la fois l’évolution des techniques de mesures mais aussi le condition-
nement de la pensée des expérimentateurs. Les chimistes ayant réalisé ces mesures ne
s’attendaient pas à observer de la supraconductivité et encore moins à 40 K. Et même
s’ils l’avaient cherchée, la faible quantité de points (espacés en température d’au moins
2 K) et le bruit de la mesure ainsi que le lissage opéré sur la courbe (attribué aux
impuretés) n’auraient pas permis d’identifier la moindre signature d’une transition de
phases. MgB2, qui a donc frôlé la célébrité, est aussitôt retombé dans l’anonymat. Si
bien que dans les années 60, lorsqu’une recherche systématique de supraconductivité
des borures fut menée, MgB2 fut oublié !
Alors, lorsqu’en janvier 2001, une équipe japonaise annonce que le Diborure de Magnésium
est supraconducteur à 40 K, la surprise est à la taille de ces années d’oubli et MgB2

génère un nombre considérable de travaux.

1R.M. Swift et D. White JACS, 57, 3641 (1957)
2Au sens déterministe du terme
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C’est dans ce contexte mouvementé qu’a débuté cette thèse. L’importante efferves-
cence qui entourait la découverte de MgB2 avait conduit à une grande disparité des di-
agrammes de phases. MgB2 a cette particularité d’avoir une température relativement
élevée (de l’ordre de 40 K), qui le rapproche des supraconducteurs à haute température
critique, et une composition chimique semblable aux supraconducteurs conventionnels.
L’interprétation des résultats dépendait alors de la “ culture ” supraconductrice de
l’expérimentateur (i.e. s’il était issu des supraconducteurs conventionnels ou à haute
température critique). De plus, les premières mesures avaient été effectuées sur des
polycristaux (plus faciles à synthétiser). Les résultats concernant la ligne de transi-
tion Hc2(T ), qui sépare l’état mixte de l’état normal, étaient très controversés. La seule
manière de trancher la question était d’apporter une réponse thermodynamique sur des
échantillons monocristallins. C’est donc à l’aide d’une expérience de chaleur spécifique
alternative développée au Laboratoire de CryoPhysique du CEA par F. Bouquet, A.
Carrington et C. Marcenat que j’ai mesuré le champ critique Hc2. Cette technique
s’est avérée particulièrement adaptée aux échantillons de très petite taille (∼ 200×200
µ m2) dont nous disposions. Ces échantillons monocristallins étaient issus d’une col-
laboration avec le Pr. Sung Ink Lee de l’Université de Pohang (Corée du Sud). La
dépendance détaillée de la chaleur spécifique en fonction du champ magnétique et de
la température a nécessité une calibration fine réalisée avec un échantillon de silicium
ultrapur. En complément des mesures de chaleur spécifique ac, j’ai effectué des mesures
de susceptibilité alternative. Enfin, en additionnant à cela des mesures de transport
réalisées par l’équipe de Pr. P. Samuely de l’Académie des sciences de Slovaquie, nous
avons pu obtenir le diagramme de phases complet de Hc2 dans les deux directions et
en déduire la dépendance en température de son anisotropie ΓHc2.

Nous nous sommes ensuite intéressés à la ligne de transition qui sépare l’état Meiss-
ner de l’état mixte Hc1(T ). Tout comme pour Hc2, aucun consensus n’avait aboutit
concernant le diagramme de phases de Hc1. Avant que ma thèse ne débute, T. Klein
avait développé au Laboratoire d’Etude des Propriétés Electroniques des Solides des
mesures de magnétométrie à sonde de Hall. Les sondes, obtenues dans le cadre d’une
collaboration avec M. Konczykowski du Laboratoire des Solides Irradiés de l’Ecole
Polytechnique, étaient composées d’une seule croix de Hall chacune. La possibilité
d’obtenir des réseaux de croix de Hall m’a permis d’accéder à la distribution spatiale
de l’induction dans l’échantillon en développant une canne de mesure et le programme
appropriés. J’ai ainsi pu mesurer une série d’échantillons de rapport de dimensions
très différents afin de mettre en évidence l’existence de barrières géométriques lors de
l’entrée des vortex. La collection d’échantillons a pu être agrandi par la synthèse de
nouveaux monocristaux par J. Marcus du LEPES. En tenant compte de l’existence des
barrières géométriques, j’ai déterminé la ligne de transition du champ critique inférieur
Hc1(T ) et mis en évidence la dépendance en température de son anisotropie ΓHc1(T ).
Nous verrons que celle-ci est différente ΓHc2(T )
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La dépendance avec la température des anisotropies des deux champs critiques et le
fait que ΓHc1 6= ΓHc2 sont des propriétés particulières à MgB2. Elles sont l’expression
de la présence de deux gaps supraconducteurs. On trouve de nombreuses autres ex-
pressions de ces deux gaps dans la littérature. Les mesures de diffraction de neutrons,
de spectroscopie tunnel, d’aimantation et de chaleur spécifique entre autre, semblaient
présenter des comportements différents à bas et haut champs qui ne suivent pas les
modèles classiques. Nous avons montré que ces modèles peuvent bien être utilisés
avec MgB2 mais en supposant que la longueur de cohérence, ξ et la profondeur de
pénétration, λ dépendent continûment du champ magnétique. Les dépendances ξ(H)
et λ(H) ont été respectivement déterminées par des mesures de chaleur spécifique et
d’aimantation. En tenant compte de ces dépendances, nous avons pu interpréter de
nombreux résultats expérimentaux.

Enfin, les propriétés particulières de MgB2 étant liés à la présence de 2 bandes
faiblement couplées, nous avons étudié l’influence du changement de la force de cou-
plage (i.e. le taux de diffusions inter-bandes) et de la pureté des bandes (i.e. le taux
de diffusions intra-bandes). Ces modifications peuvent être réalisées en incorporant
des défauts dans le composé. En plus de modifier l’état supraconducteur, l’inclusion
de défauts dans un composé peut induire un changement de l’ancrage du flux. Aussi
avons-nous mesuré des échantillons irradiés aux électrons et des échantillons dopés
à l’aluminium. L’irradiation a été réalisée par M. Konczykowski et les échantillons
dopés à l’aluminium (Mg1−xAlxB2) proviennent de notre source coréenne. D’autres
types d’irradiation comme l’irradiation aux neutrons (équivalent à un dopage chim-
ique en carbone) ou aux ions lourds, par exemple avaient déjà été effectué dans MgB2.
Mais l’irradiation aux électrons n’avait pas encore été tentée. Afin d’en étudier les
conséquences, j’ai donc effectué des mesures d’aimantation et de susceptibilité alter-
native sur des échantillons irradiés à différentes doses (0.1, 1 et 2.6 C). Ces mesures
n’ont pas mis en évidence de changements significatifs de la pureté des bandes ni du
couplage. En revanche, elles ont montré l’apparition de l’effet papillon, augmentation
brutale du courant critique, qui suggère une transition ordre désordre du réseau de vor-
tex. Concernant le dopage à l’aluminium, ces effets sur la ligne de transition Hc2(T )
étaient encore controversés. Quant à la ligne Hc1(T ), elle était carrément inexistante.
Afin de les étudier, nous disposions d’échantillons dopés à 10 et 20%. Comme nous
l’avons déjà vu, la méthode expérimentale la plus fiable pour l’étude du champ critique
Hc2 est la chaleur spécifique. J’ai donc effectué ce type de mesures sur les échantillons
dopés à 10%. Par manque de temps, je n’ai effectué que des mesures de suscepti-
bilité sur les échantillons dopés à 20%. Pour déterminer Hc1, j’ai mesuré le champ de
première pénétrationHp sur les deux échantillons dopés. J’ai ainsi pu déduireHc1(T ) et
Hc2(T ) ainsi que les anisotropies associées ΓHc1(T ) et ΓHc2(T ) pour les différents taux
de dopage. Ces résultats m’ont permis de montrer que le principal effet du dopage à
l’aluminium était la modification de la structure électronique.
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Chapitre 1

Eléments de Supraconductivité

1.1 Rappels historiques

L’histoire de la supraconductivité débute en 1911 à Leiden en Hollande. C’est là
que H.K. Onnes, assisté par son étudiant G. Holst mesure la résistivité du mercure à
basse température [1] et constate son annulation juste au-dessus de 4.2 K. L’annulation
stricte de la résistance est la première et la plus spectaculaire manifestation de la
supraconductivité. Il faudra attendre 1933 pour que W. Meissner [2] mette en évidence
la seconde propriété caractéristique de la supraconductivité : le diamagnétisme parfait.
En présence d’un champ magnétique, des supercourants sont générés à l’intérieur d’un
matériau supraconducteur. Ces courants dits d’écrantage créent dans le volume du
matériau, une aimantation qui s’oppose exactement au champ extérieur. Les lignes de
flux sont ainsi expulsées : c’est l’effet Meissner.

Si la chute de la résistivité demeure la propriété la plus spectaculaire de la supra-
conductivité, le diamagnétisme parfait en est lui la manifestation la plus profonde. Il
permet en effet de distinguer un supraconducteur d’un conducteur parfait, qui n’écrante
que les variations de champ magnétique. L’état supraconducteur est un véritable état
thermodynamique dont la description microscopique demeure fort délicate [3].

C’est avec les frères London [4], en 1934, qu’apparaissent les premières lois de com-
portement des électrons dans les supraconducteurs. Ces équations donnent une descrip-
tion phénoménologique de l’expulsion du champ magnétique. Leur application montre
qu’il existe une zone de transition au voisinage de la surface de l’échantillon dans laque-
lle le champ magnétique passe de sa valeur B0 à l’extérieur de l’échantillon à une valeur

11



12 Chapitre 1. Eléments de Supraconductivité

nulle au sein de l’échantillon (voir figure 1.1). Cette épaisseur dite de London, notée
λL, constitue une des longueurs caractéristiques des problèmes de supraconductivité.

N S

B/B
0

1

x0

!
L

Figure 1.1: Profondeur de pénétration λL du champ magnétique dans un matériau
supraconducteur. La partie grisée correspond à un état normal. L’induction magnétique
est écrantée sur une distance caractéristique λL.

Cette théorie est toutefois incomplète puisqu’elle ne règle pas la problématique liée à
l’annulation de la résistivité. L’approche intuitive de Landau [5] va mener à une descrip-
tion phénoménologique de la supraconductivité en 1950. Celle-ci est fondée sur l’étude
des transitions de phases du second ordre qui sont caractérisées par un paramètre
d’ordre nul en phase désordonnée et non nul et croissant lorsque la température diminue
en phase ordonnée.

La théorie phénoménologique1 de Ginzburg-Landau [6] consiste à utiliser les tech-
niques de description des transitions de phases du second ordre à la transition supra-
conductrice en affectant comme paramètre d’ordre la fonction d’onde des paires supra-
conductrices2 ψ. En calculant l’énergie libre de la phase normale et celle de la phase
supraconductrice, Ginzburg et Landau proposèrent deux équations très riches perme-
ttant de décrire l’état supraconducteur :

αψ + βψ | ψ |2 +
1

2m
(
h̄

i
∇− qA)2ψ = 0 (1.1)

1En tant que telle, cette théorie est fondée sur l’intuition. Elle n’a pas de justification microscopique
a priori (BCS est venu la justifier a posteriori dans le cadre de la supraconductivité). Elle rend
compte des phénomènes expérimentaux. Les équations qui la composent sont non linéaires et leur
résolution nécessite des simplifications à justifier. Cette théorie n’en demeure pas moins riche et
puissante aussi bien dans l’étude de la transition de phases normal-supraconducteur que pour les
effets électrodynamiques, thermodynamiques et quantiques de la phase supraconductrice.

2On parle ici de paires supraconductrices bien que cette notion n’ait été introduite qu’en 1957 par
Cooper.
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j =
ih̄q

2m
(ψ∇ψ∗ − ψ∗∇ψ)− q2A

m
| ψ |2 (1.2)

où α et β sont des fonctions de la température continues et dérivables autour de la
température de transition. m et q sont respectivement la masse et la charge de la paire
de Cooper, A est le potentiel vecteur associé à l’induction ~B et ~rot( ~B) = µ0

~j

Ces équations rendent compte de l’effet Meissner et permettent d’introduire la
longueur caractéristique appelée longueur de cohérence, notée ξ qui représente la dis-
tance sur laquelle s’établit l’état supraconducteur (voir figure 1.2). Dans les équations
précédentes, c’est α qui contient ξ. C’est du rapport de ces longueurs, noté κ, que
dépend le comportement supraconducteur de type I ou de type II.

n/n
s

N S

1

x0

!

Figure 1.2: Longueur de cohérence ξ d’un matériau supraconducteur. Le paramètre
ns correspond à la densité superfluide i.e. la densité de paires de Cooper (abordée
dans le paragraphe suivant). ξ est donc la longueur caractéristique pour laquelle l’état
supraconducteur est atteint.

Nous reviendrons un peu plus tard dans ce chapitre sur la signification de ces deux
paramètres ainsi que sur la classification en type I et II.

Si, en 1955, la supraconductivité était riche de résultats expérimentaux et forte
de deux théories phénoménologiques successives, aucune explication microscopique du
phénomène n’était apparue. La maturation de la théorie permettant de répondre à
cette attente se déroula en trois étapes. Il s’agit de la théorie BCS, fort complexe dont
nous allons ici ne donner que l’idée.
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1.2 L’origine de la supraconductivité

1.2.1 Les supraconducteurs conventionnels

La théorie BCS donne une explication microscopique du mécanisme d’origine de la
supraconductivité. Elle concerne les supraconducteurs connus jusqu’alors, qu’on ap-
pelle supraconducteurs conventionnels. Avant d’être élaborée, elle a nécessité diverses
étapes. Le rôle des phonons (vibrations de réseau) fut tout d’abord reconnu dans
l’intervention des mécanismes de supraconductivité au travers de l’effet isotopique3

et de calculs d’interaction effectués par H. Frőhlich [7]. Cette mise en évidence fut
essentielle pour considérer l’existence d’un potentiel attractif pour les électrons.

Puis une description du comportement électronique fut proposée par Cooper qui
montra que deux électrons situés dans une bande de largeur h̄ωD au dessus du niveau
de Fermi et en interaction attractive forment une paire. L’énergie d’une paire est en
effet inférieure à la somme des énergies des électrons non appariés. C’est ce qui est
représenté figure 1.3.

!

Système avec interactionSystème sans interaction

Etat fortement lié

!"D EF

Figure 1.3: Niveau fortement lié émerge d’un quasi continuum de niveaux d’énergie
après une perturbation de l’état fondamental.

L’énergie de liaison d’une paire 4 dépend de l’énergie d’excitation (h̄ωD pour les
phonons.)

4 = 2h̄ωD exp− 2

V g(Ef )
(1.3)

où V est le potentiel d’interaction attractive et g(Ef ) la densité d’états au niveau de
Fermi.

Par ailleurs, Cooper a montré que les électrons d’une même paire présentent des
vecteurs d’onde opposés. C’est un appariement dans l’espace réciproque et non dans

3La température de transition Tc est sensible à l’isotope et en particulier à la masse atomique ce
qui change notamment la fréquence de vibration des atomes.
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l’espace réel. Les électrons d’une même paire ne sont pas voisins mais sont séparés
d’une distance égale en moyenne à la longueur de cohérence. Une telle paire s’appelle
paire de Cooper.

Grâce à ces notions J. Bardeen, L. Cooper et R. Schrieffer décrivirent le comporte-
ment collectif des paires de Cooper qui étant donné la distance qui sépare les constitu-
ants d’une même paire s’enchevêtrent. Ils développèrent pour cela des techniques du
problème à n corps [8].

Les résultats du modèle microscopique BCS sont multiples. Celui-ci rend en effet
compte :
- du gap supraconducteur 4,
- de la longueur de cohérence ξ et de l’extension d’une paire,
- du champ critique Hc,
- de la relation entre Hc et les longueurs caractéristiques λ et ξ,
- de la température critique,
- de la relation entre température critique et champ critique,
- de la densité de courant de désappariement,
- de la discontinuité de chaleur spécifique à Tc.

Il peut également être relié au modèle de Ginzburg Landau. Dans la théorie de
Ginzburg Landau, le paramètre d’ordre correspond à la fonction d’onde des paires
supraconductrices ψ, qui intervient dans l’expression du développement de l’énergie
libre. | ψ |2 est la densité ns de charges supraconductrices. A Tc, ψ et ns chutent à 0.
Dans le modèle microscopique, la quantité qui chute à 0 est le gap 4. On peut donc
tout à fait utiliser 4 dans le développement de l’énergie libre. Gor’kov a montré que
les deux développements étaient équivalents et que | ψ | ∝ 4.

Le cas du composé que nous avons étudié apparâıt ici très problématique. En effet,
comme nous le verrons au chapitre suivant, les mesures de spectroscopie ont mis en
évidence 2 gaps distincts 41 et 42 couplés. Se pose alors la question du paramètre
d’ordre à adopter : faut-il considérer un seul ψ tenant compte des deux gaps ou doit-on
différencier deux paramètres d’ordre ψ1 et ψ2 ?

La famille des supraconducteurs conventionnels est grande. La liste que nous don-
nons n’est bien sûr, pas exhaustive. Elle est composée de certains corps purs que nous
présentons dans le tableau de la figure 1.4 mais également d’alliages dont les éléments
constituants ne sont parfois pas supraconducteur individuellement.

Elle comprend aussi des composés intermétalliques4 (comme les alliages A15, les
phases de laves ou les phases de Chevrel) et certains composés organiques (comme

4Les composés intermétalliques se différencient des simples alliages par leur caractère chimiquement
ordonné.
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III Propriété extraordinaire: la résistivité devient nulle

Il devient même possible de faire circuler un courant électrique en circuit fermé sans

pile ou batterie sinon pour lancer les électrons. Les électrons lancés dans une bobine de fil

supraconducteur circulent indéfiniment, à vitesse constante sans que rien ne les arrête ou ne

les freine: une telle bobine génère un champ magnétique qui atteint communément 10T,

champ magnétique inaccessible avec des aimants et extrêmement difficile à atteindre avec des

bobines résistives.

Penchons nous quelques instants sur la façon de lancer le courant en circuit fermé.

L'anneau grisé représente la bobine supraconductrice fermée sur elle même, reliée à

l'extérieur par les branches AC et BD. La bobine est maintenue dans un cryostat à la

température de l'hélium liquide. Dans l'état supraconducteur, la bobine assure le passage d'un

courant de plusieurs centaines d'ampères sans la moindre dissipation de chaleur.

Le circuit KLMN est un circuit annexe, résistif entre L et M. Le passage  d'un

courant i provoque un échauffement de la partie AB de la bobine supraconductrice. Cette

partie courte est appelée shunt. Sous l'effet de l'échauffement, le shunt passe à l'état normal.

A

B

i

C

D

KL

M N

I

I

E

R

I

Figure 1:

Alimentation d'un anneau supra-
conducteur muni d'un shunt

C'est alors que, par l'intermédiaire du générateur E, un courant I est envoyé entre les

bornes C et D. Le courant I évite le shunt AB résistif et circule dans la bobine

supraconductrice. Si L est le coefficient d'autoinduction de la bobine, le courant évolue

suivant la loi:

I = I
0
 [1- exp(-R/L t)]

La bobine se charge en courant.

Lorsque le courant I recherché est atteint, il ne reste plus qu'à couper le circuit

auxiliaire, ce qui a pour effet de ramener le shunt dans l'état supraconducteur. Devant

l'absence de résistance du shunt, le courant évite la résistance R et circule dans le solénoïde

en boucle fermée. Repassez dans un an, le courant circule toujours, le champ magnétique ne

s'est pas affaibli.
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Repassez peut-être un peu avant ... juste pour recharger le cryostat en hélium

liquide...

  IV Matériaux de la supraconductivité

IV-1 Corps purs

Le comportement supraconducteur fut donc découvert en 1911 sur le mercure et

observé en 1912 sur l'étain (Tc= 3.7) puis sur le plomb (Tc=7.2K ) et finalement sur un

grand nombre d'éléments purs avec un record de température critique pour le niobium (Tc=

9.2K). [BUC p22, BUR p16]

H He

Li Be

0.02

B C N O F Ne

Na Mg Al Si P S Cl Ar

K Ca Sc Ti

0.39

V

5.38

Cr Mn Fe Co Ni Cu Zn

0.87

Ga

1.09

Ge

5.4

As Se Br Kr

Rb Sr Y Zr

0.54

Nb

9.50

Mo

0.92

Tc

7.77

Ru

0.51

Rh Pd Ag Cd

0.56

In

3.4

Sn

3.72

Sb Te I Xe

Cs Ba La

6.0

Hf

0.12

Ta

4.48

W

0.01

Re

1.4

Os

0.65

Ir Pt Au Hg

4.15

Tl

2.39

Pb

7.19

Bi Po At Rn

Fr Ra Ac

Ce Pr Nd Pm Sm Eu Gd Tb Dy Ho Er Tm Yb Lu

Th Pa U Np Pu Am Cm Bk Cf Es Fm Md No Lw

Tablaeau I : Les éléments supraconducteurs et leurs températures de transition Tc

Les éléments supraconducteurs à température de transition notable se situent

principalement dans deux parties du tableau périodique:

Figure 1.4: Eléments supraconducteurs et leur température critique. En gris foncé :
éléments supraconducteurs sous pression [3].

le (BEDT-TTF)Cu(CNS)2
5 qui devient supraconducteur en dessous de 10.4 K). Les

fullerènes, qui sont des matériaux composés de “boules” de carbone (le plus célèbre,
le C60 présente une forme de ballon de football où les atomes sont répartis en sur-
face, l’intérieur étant vide), peuvent atteindre, lorsqu’ils sont dopés en rubidium des
températures critiques de l’ordre de 30 K.

1.2.2 Les supraconducteurs à haute température critique

En 1986, à Zurich, Müller et Bednorz ouvrent la voie qui mène aux supraconducteurs
à haute Tc. En mettant en évidence des signes de supraconductivité dans le composé
BaLaCuO à partir de 30 K, ils dépassent de 7 K le record de l’époque et lancent,
du même coup, une course effrénée aux records de température critique. En quelques
années, celle-ci atteindra 143 K pour le composé (Hg0.75Pb0.15Tl0.1)Ba2Ca2Cu3O8+.

Contrairement à la plupart des autres composées supraconducteurs évoqués, les
supraconducteurs à haute température critique sont des céramiques.

Le mécanisme à l’origine de la supraconductivité de ces oxydes à haute température
critique est encore méconnu. On sait cependant que ce sont des composés lamellaires
qui contiennent des plans de CuO2 dans lesquels sont confinés les porteurs supracon-
ducteurs.

5(BEDT-TTF) = bis-éthylénédiothiotétrathiafulvaline
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1.2.3 Supraconducteurs exotiques

Les supraconducteurs conventionnels et les SHTC constituent l’essentiel des supracon-
ducteurs. Il existe toutefois d’autres supraconducteurs plus exotiques.

Les composés dits à fermions lourds sont généralement des alliages comprenant un
élément lanthanide (Ce) ou un uranium (Np, U) dont la surface de Fermi se trouve
située au milieu de la bande très étroite du niveau f fortement hybridée avec la bande
d’électrons de conduction. Il s’ensuit une très forte densité d’états au niveau de Fermi
et une masse effective très élevée des porteurs de charge. Leur température critique
n’excède pas 10 K. La supaconductivité y est associé à des excitations magnétiques.

1.3 Types de supraconducteurs

En plus d’être limités par la température, les supraconducteurs connaissent également
une limite en champ. La supraconductivité peut alors disparâıtre selon deux sénarii
différents qui conduisent à un classement des matériaux en supraconducteurs de type
I et de type II. L’appartenance à l’un ou l’autre des types va être déterminer par la
valeur du paramètre issu de la théorie de Ginzburg Landau κ = λ

ξ
.

Un matériau supraconducteur est refroidi en dessous de sa température critique
en champ nul. Du fait de l’appariement des électrons en paires de Cooper, la phase
supraconductrice a acquis une enthalpie libre volumique inférieure à celle de la phase

normale de gc = −µ0H2
c

2
. Cette enthalpie est appelée enthalpie libre de condensation.

Néanmoins, le paramètre d’ordre ne varie pas brutalement à l’interface entre le milieu
normal et le supraconducteur. Il atteint sa valeur dans la phase supraconductrice sur

une distance ξ et gc devient −µ0H2
c

2
(1− exp (−(u

ξ
)2)).

En présence d’un champ magnétique H, des supercourants formés par les paires de
Cooper circulent pour ne pas laisser les lignes de champ pénétrer dans le matériau : c’est
l’état Meissner. Mais cet écrantage n’est pas sans coût énergétique. Il génère en effet,
une aimantation à l’intérieur du matériau, égale à −H et dont l’enthalpie libre associée
est µ0H2

2
. La théorie de London prédit par ailleurs que dans la zone de circulation

des supercourants (d’extension λL, la profondeur de pénétration), l’aimantation passe
de 0 à l’interface à −H. Dans cette zone, l’enthalpie libre d’origine magnétique ne
conduit plus à un accroissement uniforme de l’enthalpie libre totale mais est égale à
−µ0H2

2
exp (− u

λL
) où u est la distance par rapport au bord de l’échantillon. L’enthalpie

libre dans l’état Meissner s’écrit :

gs(H) = gn(0)− µ0H
2
c

2
(1− exp−(

u

ξ
)2) +

µ0H
2

2
(1− exp− u

λL

) (1.4)
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Le profil d’enthalpie libre volumique totale est présenté en figure 1.5 pour deux valeurs

de κ. Sans champ magnétique, le niveau d’enthalpie est abaissé de µ0H2
c

2
(1−exp−(u

ξ
)2).

L’application d’un champ magnétique relève ce niveau de µ0H2

2
(1− exp− u

λL
).
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Figure 1.5: Profil d’enthalpie libre volumique totale dans l’état Meissner en présence
d’un champ magnétique H = 0.7Hc. En insert, on a distingué chacune des contri-
butions : l’enthalpie de condensation des électrons en paires qui abaisse le niveau de
µ0H2

c

2
(1−exp (−(u

ξ
)2)) et l’enthalpie magnétique qui l’augmente de µ0H2

2
(1−exp (− u

λL
)).

Pour les petites valeurs de κ, la contribution totale de l’interface est toujours positive
et le matériau n’a pas intérêt à créer d’interface. C’est le cas représenté figure 1.5 avec
κ = 0.5. La surface teintée en noire représente le coût énergétique lié à la création de
l’interface.

Pour les fortes valeurs de κ, il existe un champ pour lequel la contribution totale
de l’interface devient négative. Ce cas correspond à la situation où κ = 2 sur la figure
1.5 lorsque l’aire tachetée de points devient supérieure à celle hachurée en rouge. Dans
ce cas, le matériau a intérêt à créer de l’interface.

En présence d’un champ magnétique, selon la valeur de κ, le système a donc deux
alternatives :
- pour les faibles valeurs de κ, il transite dans son intégralité vers l’état normal pour
H = Hc. Dans ce cas le matériau est dit de type I.
- pour les fortes valeurs de κ, il laisse pénétrer quelques lignes de champ, zones normales
dans sa matrice supraconductrice afin d’augmenter les interfaces normal-supra. Dans
ce cas, il est de type II. Les lignes de champ en question sont appelées des vortex. Nous
leur consacrerons le paragraphe suivant. L’état intermédiaire dans lequel ces vortex
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peuvent exister dans le supraconducteur est appelé état mixte ou phase de Shubnikov.
On peut montrer que la limite entre les faibles et les fortes valeurs de κ est 1/

√
2.

1.3.1 Les supraconducteurs de type I

Si κ < 1√
2
, le supraconducteur est de type I et son diagramme de phases H − T est de

la forme de celui représenté en figure 1.6. La ligne Hc(T ) sépare l’état normal de l’état
Meissner.
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Figure 1.6: Diagramme de phases H − T d’un supraconducteur de type I. La ligne
Hc(T ) sépare l’état normal de l’état Meissner.

La transition en champ est thermodynamiquement du premier ordre et s’effectue
avec une chaleur latente de transformation et un saut d’aimantation. On a de plus
l’expression du champ critique à température nulle de destruction de la supraconduc-
tivité dans un matériau de type I :

Hc(0) =
φ0

µ02
√

2πλξ
(1.5)

1.3.2 Les supraconducteurs de type II

Pour κ > 1√
2
, le supraconducteur est de type II. Au delà d’un champ Hc1, il devient

favorable de créer une région normale dans le supraconducteur, l’énergie perdue par le
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volume non supraconducteur étant compensée par l’énergie de paroi. Cette génération
de surfaces se fait via des boucles de courants qui définissent en leur centre une région
normale, convoyant un quantum de flux magnétique φ0 qui traverse l’échantillon de
part en part. C’est cet objet qu’on appelle vortex. Son existence a été prédite par
Abrikosov en 1957 [9]. En augmentant le champ magnétique, on augmente le nombre
de vortex et donc la quantité d’interface normal-supra.

Au delà d’un champ Hc2, tout le volume est rempli et transite vers l’état normal.
Le diagramme de phases correspondant est celui de la figure 1.7.

 Meissner 

State

T

H

T
c

H
c2

H
c1

Normal State

 Mixte State

 Meissner 

State

T

H

T
c

H
c2

H
c1

Normal State

 Mixte State

Etat Meissner

H

T
T

c

 Meissner 

State

T

H

T
c

H
c2

H
c1

Normal State

 Mixte StateEtat Mixte

Etat Normal

H
c
1

H
c
2

Figure 1.7: Diagramme de phases H − T d’un supraconducteur de type II. La ligne
Hc1(T ) sépare l’état Meissner de l’état mixte. La ligne Hc2(T ) sépare l’état mixte de
l’état normal.

La transition qui a lieu à Tc, en champ nul est une transition thermodynamique du
second ordre. Elle se caractérise par un saut de chaleur spécifique.

Deux lignes de transition apparaissent sur le diagramme : Hc1(T ) et Hc2(T ). La
transition définie par la ligne Hc1(T ), comme la ligne Hc(T ) des supraconducteurs de
type I est thermodynamiquement du premier ordre. Elle s’effectue avec une chaleur
latente de transformation et un saut d’aimantation. Ce dernier est toutefois moins
important que le saut de Hc(T ) des types I car la proportion de volume qui transite
se limite aux vortex et non plus au volume entier. La transition définie par la ligne
Hc2(T ) est thermodynamique du second ordre. Elle s’effectue avec un saut de chaleur
spécifique et un changement de pente de l’aimantation. Le calcul des champs critiques à
température nulle s’est effectué à partir de la première équation de Ginzburg-Landau :

Hc1(0) =
Hc√
2κ

lnκ =
φ0

4πµ0λ2
lnκ (1.6)
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et, pour le champ critique Hc2, le paramètre d’ordre devient proche de 0. L’équation
peut se linéariser et aboutir à une équation du type Schrodinger :

− h̄2

2m
(∇− iqA

h̄
)2ψ =

h̄2

2mξ2(T )
ψ (1.7)

Le champ critique Hc2 apparâıt alors comme le champ pour lequel cette équation admet
une solution non nulle en utilisant les conditions de quantification du volume :

Hc2(0) = Hc

√
2κ =

φ0

µ02πξ2
(1.8)

Si les conditions de quantification s’appliquent à la surface, il apparâıt un troisième
champ critique Hc3, relatif à une supraconductivité de surface6. Ce champ existe aussi
bien pour les supraconducteurs de type I que de type II. Dans les cas des supracon-
ducteurs de type II, Saint-James et de Gennes [10] ont montré que la nucléation d’une
phase supraconductrice était plus facile en surface d’échantillon qu’en volume. En par-
tant des champs élevés, une supraconductivité de surface d’extension ξ apparâıt à un
champ Hc3 estimé à :

Hc3(0) = 1.695Hc2(0) (1.9)

Cette supraconductivité se manifeste par une résistance nulle (si l’intensité du courant
est suffisamment faible) mais elle ne permet pas d’écranter le champ extérieur sur tout
le volume. Elle n’est donc pas visible dans les mesures thermodynamiques de chaleur
spécifique sensibles au volume ni dans les mesures magnétiques.

1.4 Eléments de physique des vortex

Comme nous l’avons évoqué précédemment, il est favorable énergétiquement à un
supraconducteur de type II de se laisser pénétrer par des lignes de flux : les vortex. Ce
sont des zones normales où le champ magnétique peut pénétrer et est écranté par des
supercourants à l’instar de l’écrantage qui se produit à l’interface avec l’extérieur. Le
flux porté par le vortex est quantifié et égal à φ0 = h

2e
' 2−15 T.m2. La taille du cœur

de vortex est de l’ordre de ξ la longueur de cohérence [11]. La figure 1.8 représente ces
deux grandeurs.

La position adoptée par ces entités magnétiques que sont les vortex n’est pas for-
tuite. A l’équilibre thermodynamique et en absence de défauts, Abrikosov a en effet

6Il s’agit ici des surfaces parallèles au champ magnétique
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n

2!

2!

B

Figure 1.8: Schéma représentatif d’un vortex. Au cœur du vortex, la densité superfluide
n s’effondre mais l’induction est maximale. ξ, la longueur de cohérence correspond à la
taille des cœurs de vortex. λ, la profondeur de pénétration de l’induction magnétique
portée par le vortex.

montré que l’état de plus basse énergie est obtenu lorsque ces vortex s’ordonnent en
réseau. Le pas de ce réseau triangulaire est égal à 1.07a0, où a0 dépend du champ
magnétique appliqué :

a0 ≈
√
φ0

B
(1.10)

Ce concept de réseau parfait est un concept purement théorique. Il nécessite, en effet,
un cristal idéal i.e. sans défaut que l’on ne rencontre jamais dans la nature. Or les
vortex, qui sont des systèmes élastiques, sont sensibles aux fluctuations thermiques
(non négligeables dans les SHTC ni dans MgB2) mais aussi aux défauts (chimiques ou
structuraux)7. L’influence des défauts sur le réseau de vortex et plus généralement sur
tout système de dimension inférieure ou égale à 4 a été montrée par Larkin-Ovchinnikov.
L’influence des fluctuations (aussi bien thermiques que quantiques) et des défauts se
généralise à l’ensemble des systèmes élastiques qu’ils soient classiques ou quantiques.
Citons à titre d’exemple les parois de domaines magnétiques, les lignes de contact,
les interfaces intervenant dans les croissances par épitaxie pour les systèmes classiques
de type interface, les bulles magnétiques, les ondes de densité de charge, les réseaux
de vortex pour les systèmes classiques cristallins et les cristaux de Wigner pour les
systèmes quantiques. L’organisation et la structure de ces systèmes élastiques vont
être déterminées par la compétition énergétique opposant :

7Les défauts dont il est question ici sont des défauts nombreux et “peu piégeants” (de type piégeage
collectif). A l’opposé, un autre de type de défauts forts et peu nombreux conduira à un diagramme
de phases différent (avec une phase ordonnée nommée verre de Bose)
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- une énergie favorisant l’ordre, l’énergie élastique,
- et deux énergies favorisant le désordre : les fluctuations (thermiques ou quantiques)
et l’énergie de piégeage.
La conséquence de cette compétition va aboutir pour les systèmes “cristallins” soit à
une phase quasi-ordonnée, le verre de Bragg soit à une phase désordonnée : un liquide
ou un verre. Le diagramme de phases correspondant pour les vortex (diagramme H-T )
est présenté figure 1.9.
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Figure 1.9: Diagramme de phases limité à l’état mixte d’un supraconducteur de type
II. Deux états apparaissent : un état ordonné constitué par le verre de Bragg et un
état désordonné, constitué par le verre de vortex et le liquide. En trait plein, sont
représentées les transitions ordre désordre du premier ordre. En trait pointillé fin, la
“transition” verre de vortex - liquide dont l’existence est encore en question. En trait
alterné enfin, la transition supraconductrice Hc2(T ).

Ce diagramme montre que l’augmentation du taux de défauts et/ou l’agitation
thermique génère des transitions de phases ordre-désordre. En effet, l’axe des ordonnées
correspond au champ magnétique. Or, comme nous l’avons vu précédemment, en
augmentant le champ magnétique extérieur, on augmente le nombre de vortex. Dans la
théorie des systèmes élastiques désordonnés, une augmentation de la densité de vortex
est équivalente à une augmentation du désordre [12]. L’axe des ordonnées correspond
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donc au désordre statique, présent dans le matériau. Celui des abscisses représente la
température, c’est à dire l’agitation ou le désordre thermique.

Si tous les systèmes élastiques vont présenter ce même type de diagramme de phases
(en remplaçant le champ par une autre variable caractéristique du désordre), le réseau
de vortex demeure un excellent candidat macroscopique pour l’étude de ces différentes
phases. En effet, le paramètre du réseau est facilement contrôlable en faisant varier le
champ magnétique. De plus, le système est plongé dans un environnement cristallin
dont le paramètre de maille, bien plus petit que celui du réseau de vortex, peut être
soumis à divers perturbations (comme des irradiations créant des défauts).

La transition qui sépare le verre de Bragg du verre de vortex et du liquide (en trait
plein sur le diagramme) est une transition de phase du premier ordre. La transition
Hc2(T ) est, dans notre cas, du second ordre8. En revanche, le passage du verre de vortex
au liquide demeure méconnu et controversé. Plus encore, c’est la phase désordonnée
elle même qui est mal caractérisée : le verre de vortex et le liquide pourraient être
deux phases stables à part entière ou une seule phase dont les propriétés dynamiques
dépendent de la température. La phase vitreuse désordonnée est mieux piégée que
la phase ordonnée. Näıvement, on peut dire que les vortex se sont distordus plus
facilement pour se laisser piéger par les défauts cristallins.

Comme nous l’avons déjà mentionné, en présence d’un faible taux de désordre, Gi-
amarchi et Le Doussal [5] ont montré que le système de vortex ne s’organisait plus en
réseau parfait mais en une structure particulière : le verre de Bragg. Curieuse appel-
lation pour une découverte à laquelle monsieur Bragg n’a pas directement contribué
mais qui s’avère finalement justifiée par la présence de pics qui divergent comme les
pics de Bragg sur la figure de diffraction. Le verre de Bragg possède des propriétés
dynamiques vitreuses, avec un ordre topologique quasi-parfait (pas de dislocations du
système élastique).

Afin d’examiner les propriétés caractéristiques du verre de Bragg, considérons un
réseau de vortex de pas a0. Il est représenté en traits pointillés sur la figure 1.10. En
présence d’un faible taux de désordre, le système élastique se déforme et les vortex
s’écartent faiblement de leur position d’équilibre. La position d’un vortex par rapport
à un vortex pris comme origine est notée r. La position le long d’une ligne de flux est,
elle, notée z. A une altitude z donnée, le déplacement relatif du vortex par rapport à
sa position d’équilibre est noté u(r).

L’une des grandeurs physiques caractérisant le déplacement qui soit à la fois es-
timable par les théories et mesurable par les expérimentateurs est la fonction de

8Si la transition Hc2 est bien définie dans MgB2, elle reste encore controversée dans beaucoup de
composés comme les SHTC ou (K,Ba)BiO3.
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Figure 1.10: Déplacement des vortex par rapport à leur position d’équilibre du réseau
parfait. Le premier vortex est pris comme origine. L’abscisse d’un vortex est donnée
par la variable r. La position le long d’une ligne est déterminée par la variable z. u(r)
correspond au déplacement du vortex par rapport à sa position d’équilibre à un z donné.

corrélation des déplacements relatifs des vortex :

B(r) = 〈[u(r)− u(0)]2〉 (1.11)

où 〈〉 est la moyenne sur les fluctuations thermiques et ∗ ∗ ∗∗ est la moyenne sur le
désordre (sur les différentes configurations possibles). Cette fonction de corrélation
B(r) indique comment évoluent les déplacements entre deux points du système distants
de r.
Si B(r) = 0, le système est parfaitement ordonné.
Si B(r) croit rapidement, l’ordre est complètement détruit.
En présence de faible désordre, cette fonction de corrélation présente trois régimes
délimités par deux longueurs caractéristiques comme le montre la figure 1.11 (tirée de
Giamrachi et Batacharya [12]).

- pour 0 < r < Rc, c’est le régime de Larkin où B(r) crôıt très rapidement : B(r) ∝
r4−d, avec d la dimension du système. Rc, la longueur caractéristique correspondant
à l’échelle à partir de laquelle apparâıt le piégeage. Elle est donnée par la condi-
tion u(Rc) ≈ rp ≈ ξ (où rp est le rayon d’action du piège) qui indique la limite du
déplacement pour que la particule reste dans le puit de potentiel du piège.
- pour Rc < r < Ra, le régime dit de variété aléatoire où B(r) ∝ r2η avec η dépendant
du régime de piégeage. Ra, la longueur caractéristique correspondant à u(Ra) = a0.
- pour Ra < r, le déplacement croit de manière beaucoup plus lente et B(r) = Ad log r.
Dans ce régime, les vortex n’ont pas intérêt à effectuer des déplacements supérieurs à
quelques pas du réseau pour atteindre une zone de piégeage favorable. Ils laissent leurs
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Figure 1.11: Dépendance avec la distance de la fonction de corrélation de déplacement
relatif B(r). Les longueurs caractéristiques Rc et Ra délimitent 3 régimes. En dessous
de Rc, se trouve le régime de Larkin où B(r) crôıt très rapidement de manière
algébrique. Entre Rc et Ra, le régime de variété aléatoire voit B(r) crôıtre également
de manière algébrique plus lente. Enfin, au dessus de Ra, B(r) devient logarithmique.

voisins les plus proches le faire, c’est ce qui est énergétiquement plus favorable. Les
déplacements n’ont donc pas besoin d’augmenter au dessus de a0. Le coefficient Ad,
calculé par Giamrachi et Le Doussal en utilisant la méthode variationelle a été estimé
à une valeur proche de 1.

Klein et al. [14] ont mis en évidence l’existence du verre de Bragg dans le système
(K,Ba)BiO3 en effectuant des mesures de neutrons. Ces mesures fournissent la trans-
formée de Fourier de la fonction de corrélation de position : C(r) ∼ e−K2B(r)/2. Au
delà de Ra, cette fonction de corrélation ne décrôıt plus de manière exponentielle mais
en loi de puissance ce qui est caractéristique du verre de Bragg. Dans la plupart des
composés, Ra est très grand, il dépasse la taille des échantillons et est donc impossible
à observer. Les échantillons de (K,Ba)BiO3, Ra garde une valeur observable (entre
∼ 50a0 à 0.5 T et ∼ 20a0 à 1.5 T).

Pour terminer, abordons succintement la transition ordre désordre du réseau de
vortex. Elle sera détaillée au chapitre VI. Elle peut s’effectuer sous l’effet de la
température ou du champ. Le critère relevant pour la déterminer est celui de Lin-
demann [6] : 〈u2〉 = c2La

2
0 avec cL, le coefficient de Lindemann variant de 0.1 à 0.2 et

〈u2〉 la moyenne quadratique des déplacements dus au désordre et/ou à la température
: 〈u2〉 = 〈u2〉dis + 〈u2〉th. Ce critère est en fait une expression de la balance énergétique
(entre l’énergie élastique, l’énergie de piégeage et l’énergie thermique) qui existe à la
transition. Il sera un peu plus développé au chapitre VI.
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Chapitre 2

Présentation du Composé

2.1 Introduction

En janvier 2001, un article, paru dans la revue Nature et signé par une équipe japon-
aise, annonce que la supraconductivité a été mise en évidence dans le diborure de
magnésium, MgB2 [1]. Du fait de la température critique annoncée relativement élevée,
cette nouvelle suscite un vif émoi au sein de la communauté scientifique. En effet,
avec ses 40 K, MgB2 pourrait appartenir à la famille des supraconducteurs à haute
température critique (SHTC), mais sa composition chimique, dépourvue de cuivre et
d’oxygène, l’apparente plus aux supraconducteurs conventionnels. Semblant, de plus,
être un excellent candidat pour les applications technologiques, MgB2 génère de nom-
breuses études (tant fondamentales qu’appliquées) visant à comprendre les propriétés
de cet étrange matériau. Notre travail s’est donc inscrit dans ce contexte. Avant de
l’exposer, nous allons présenter plus en détail celui qui s’est brusquement retrouvé en
pleine lumière.

2.2 Structure cristallographique

MgB2 est un métal possédant une structure cristallographique hexagonale de type AlB2

(figure 2.1). Elle correspond à une alternance de couches successives organisées comme
suit :
- une couche de bore où les atomes s’organisent suivant un réseau en nid d’abeilles,
- une couche de magnésium, à mi-chemin entre deux couches de bore où les atomes

29
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s’organisent en une matrice triangulaire (cette matrice est en fait la localisation de la
projection des centres des hexagones formés par les atomes de bore).

c
b

a

Figure 2.1: Représentation de la structure cristallographique de MgB2 [2]. Il s’agit
d’une alternance de couches de magnésium (gros symboles) et de couches de bore (petits
symboles).

Cette structure est très proche de celle du graphite(qui est supraconducteur à 5 K
lorsqu’il est dopé par intercalage). En effet, le carbone du graphite a la même structure
en couche que le bore de MgB2. Mais l’analogie entre les deux composés ne s’arrête
pas là. Elle s’étend aux propriétés électroniques comme nous allons le voir par la suite.

Les paramètres de maille déterminés expérimentalement sont : a = b = 3.08 Å et
c = 3.52 Å. Les rayons atomiques du magnésium et du bore sont respectivement de
2.00 u.a. et 1.65 u.a.

La zone de Brillouin relative à une structure hexagonale est détaillée figure 2.2.

2.3 Température critique

Comme nous l’avons mentionné dans l’introduction, MgB2 a d’abord attiré l’attention
par sa température critique relativement élevée, d’environ 39 K pour un composé de
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Figure 2.2: Zone de Brillouin d’un réseau hexagonal [3].

cette composition chimique. La place de MgB2 dans un digramme représentant la
température critique en fonction du coefficient de la contribution électronique de la
chaleur spécifique γ (qui est relié au nombre de porteurs) est bien particulière. En
effet, comme le montre la figure 2.3, sa Tc le place au niveau des SHTC alors que le
nombre de porteurs correspond à celui de supraconducteurs conventionnels de type
éléments purs.

Afin de tenter de comprendre la nature du mécanisme responsable de l’appariement,
des mesures d’effets isotopiques ont été réalisées [5]. La théorie BCS qui s’applique aux
supraconducteurs conventionnels (voir chapitre I) prévoit :

Tc ∝
1

Mα
(2.1)

où M est la masse de l’élément et α, le coefficient isotope, doit être égale à 0.5 si
on suppose le coefficient de couplage indépendant de M . Les mesures effectuées sur
MgB2 en utilisant les isotopes du bore 11B et 10B ont mis en évidence un décalage
de la température critique de près de 1 K. Cette valeur correspond à un exposant α
= 0.26 ± 0.03 (en considérant M = MB). Cet exposant, bien que différent du 0.5
attendu théoriquement concorde avec un mécanisme de couplage électron - phonon
de type BCS. On verra plus loin les causes de la différence. MgB2 appartient donc
bien à la famille des supraconducteurs conventionnels. Mais la question de savoir com-
ment ce composé peut avoir une température critique aussi élevée avec un mécanisme
d’appariement “classique” reste toujours en suspens. Si les faibles masses entrant en jeu
dans MgB2 augmentent la fréquence des phonons (ωph ∝ 1√

M
) et permettent partielle-

ment d’expliquer une Tc relativement élevée, il est nécessaire de prendre en compte
d’autres facteurs issus de la structure électronique et des phonons pour donner une
réponse satisfaisante à cette question.
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Figure 2.3: Dépendance de la température critique avec le coefficient de la contribution
électronique de la chaleur spécifique (qui est directement relié à la densité de porteurs)
[4]. MgB2 possède une Tc du même ordre que celle des SHTC mais une structure
électronique proche des supraconducteurs conventionnels.

2.4 Structure électronique

2.4.1 Etats électroniques

La vraie grande particularité de MgB2 réside dans plusieurs bandes de dimensionnalité
différente intervenant dans le mécanisme de la supraconductivité. La supraconductivité
multibande avait été prédite il y a 40 ans par Suhl, Matthias et Walker [6] pour des
composés tels que les métaux de transition présentant des bandes s et d. Toutefois
aucun matériau possédant une telle propriété n’avait été clairement identifié. D’autres
composés sont à l’étude comme notamment Nb3Sn qui possèdent une structure de
bandes composée d’une vingtaine d’entités susceptibles de jouer un rôle dans la supra-
conductivité mais les températures en jeu sont beaucoup moins accessibles que celles
intervenant dans MgB2.

Les états électroniques situés au niveau de Fermi proviennent principalement de
bandes nommées σ et π [7]. Ces bandes sont issues des orbitales atomiques p et sp2 du
bore qui vont s’hybrider pour former les orbitales σ et π comme représenté sur la figure
2.4. Les orbitales atomiques sp2 sont localisées dans les plans (ab) et sont séparées par
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des angles de 120◦. Le recouvrement de deux orbitales sp2 (qui forme l’orbitale σ) reste
confiné dans le plan alors que celui des orbitales p (qui forme l’orbitale π) ne l’est pas.

orbitales ! : 

recouvrement de 

2 orbitales p

orbitale " :

recouvrement de 2 

orbitales sp2p

sp2

sp2
sp2

Figure 2.4: A gauche : orbitales atomiques p (le long de z) et sp2. Les orbitales sp2

sont déjà des orbitales issues d’une hybridation entre s et p. Elles sont localisées dans
le plan et forment des angles de 120◦. A droite : le recouvrement des orbitales p et sp2

forment les orbitales π et σ.

Ces deux bandes vont conduire à deux gaps supraconducteurs bien distincts. Les
orbitales sont décrites figure 2.5.

Les états électroniques de la bande σ proviennent des orbitales px,y du bore. Ils
sont confinés dans les plans de bore (schémas (b) et (c) de la figure 2.5) donnant à
la bande σ son caractère presque bi-dimensionnel. Ceux de la bande π sont eux issus
des orbitales pz du bore et ne sont pas confinés dans les plans (schéma (d)), d’où le
caractère 3D de cette bande.

Comme nous le verrons plus tard, le mode vibratoire principalement responsable
de l’appariement est le mode E2g. Il est représenté sur le schéma (e) de la figure 2.5.
Les vibrations de ce mode sont, comme les orbitales de la bande σ, confinées dans les
plans de bore. Les états de cette bande vont s’y coupler fortement.

2.4.2 Structure de bandes

La structure de bandes de MgB2 est représentée sur le schéma (a) de la figure 2.6 [8].
Elle est comparée à celle d’un système fictif �2+B2 (b) (où � symbolise une absence de
particule) ainsi qu’à celle du graphite (c).
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Magnesium diboride1 differs from ordinary metallic supercon-
ductors in several important ways, including the failure of
conventional models2 to predict accurately its unusually high
transition temperature, the effects of isotope substitution on the
critical transition temperature, and its anomalous specific heat3–5.
A detailed examination of the energy associated with the
formation of charge-carrying pairs, referred to as the ‘super-
conducting energy gap’, should clarify why MgB2 is different.
Some early experimental studies have indicated that MgB2 has
multiple gaps3–9, but past theoretical studies10–16 have not
explained from first principles the origin of these gaps and
their effects. Here we report an ab initio calculation of the
superconducting gaps in MgB2 and their effects on measurable
quantities. An important feature is that the electronic states
dominated by orbitals in the boron plane couple strongly to
specific phonon modes, making pair formation favourable. This
explains the high transition temperature, the anomalous struc-
ture in the specific heat, and the existence of multiple gaps in this
material. Our analysis suggests comparable or higher transition
temperatures may result in layeredmaterials based on B, C andN
with partially filled planar orbitals.
MgB2 is a metal with a layer structure (Fig. 1a). The boron atoms

form honeycombed layers, and the magnesium atoms are located
above the centre of the hexagons in-between the boron planes. The
electronic states at the Fermi level, which are the highest occupied
electronic states, are mainly either j- or p-bonding boron orbitals
(Fig. 1b–d). The j-bonding states are confined in the boron planes.

Thus, MgB2 may be unique with partially occupied j-bonding
states in a layer structure. Because the charge distribution of the
j-bonding states is not symmetrical with respect to the in-plane
positions of boron atoms, the j-bonding states couple very strongly
to the in-plane vibration of boron atoms (Fig. 1e). We show that
this strong coupling results in strong electron-pair formation of the
j-bonding states with an average energy gap D of 6.8meV. This
strong pairing, which is confined to the boron planes and to only
parts of the Fermi surface, is the principal contribution responsible
for the superconductivity. However, the p-bonding states on the
remaining parts of the Fermi surface form much weaker pairs with
an averageD of 1.8meV. This pairing is enhanced by the coupling to
the j-bonding states.

Our present theoretical work is based on the strong coupling
formalism of superconductivity established by Eliashberg17–19. The
Eliashberg formalism17 is a more general extension of the original
formulation of the Bardeen–Cooper–Schrieffer (BCS) theory,
which is based on the mechanism for pairing that involves an
attractive interaction between electrons mediated by lattice
vibrations. This approach is able to reproduce successfully the
superconducting transition temperature of MgB2 after detailed
material properties are used16. This particular study16 provides
only the transition temperature Tc , and does not give information
on the superconducting energy gap (which is zero at Tc ) or the
temperature dependence of any measured quantities. However, the
same general approach formally provides us with the nonlinear
equations18,19 for the superconducting energy gap at temperatures
below the transition temperature. We solved this set of equations
using an iterative technique20 to obtain the full crystal momentum k
and temperature dependence of the energy gap of MgB2 from first
principles. A two-gap structure is assumed in model calculations14,
and the ratio of the gap sizes obtained is consistent with the results
presented here.

We have evaluated the properties of the superconducting energy
gap of MgB2 on the Fermi surface at low temperature (Fig. 2a, b). In
MgB2, the Fermi surface consists of two sheets from the j-bonding
states of boron px,y orbitals, and two sheets from the p-bonding
states of boron pz orbitals. The calculation of the energy gap is made
without any assumption of its functional shape on the Fermi
surface. The resulting superconducting energy gap has s-wave

Figure 1 Crystal structure of MgB2, electronic states at the Fermi level, and a vibrational
mode of boron atoms. a, Crystal structure of MgB2. Boron atoms form honeycomb planes,

and magnesium atoms occupy the centres of the hexagons in-between boron planes.

b, c, j-bonding states at the Fermi level derived from boron px,y orbitals. d, A p-bonding
state at the Fermi level derived from boron pz orbitals. e, A vibrational mode of boron

atoms that couples strongly to j-bonding electronic states at the Fermi level. As boron

atoms move in the arrow directions, shortened bonds, marked with ‘A’, become attractive

to electrons, whereas elongated bonds, marked with ‘R’, become repulsive. The

j-bonding states (b, c) couple strongly to the vibrational mode because they are mainly
located in either the attractive or the repulsive bondings of the mode. The p-bonding

states (d) do not couple strongly to this mode.
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Figure 2.5: Structure cristalline de MgB2, états électroniques au niveau de Fermi et
modes vibratoires des atomes de bore. (a) Structure cristalline de MgB2 (détaillée
précédemment). (b) (c) liaisons de la bande σ dérivées des orbitales px,y du bore. (d)
liaisons de la bande π issues des orbitales pz. (e) Mode vibratoire des atomes de bore.
Les atomes de bore se déplacent dans la direction des flèches. Ils créent ainsi entre eux
des liaisons raccourcies, notées A, qui deviennent attractives pour les électrons et des
liaisons allongées, notées R, qui deviennent répulsives. Les états de la bande σ (b,c)
se couplent fortement au mode vibratoire car ils sont principalement localisés soit sur
les liaisons attractives, soit sur les liaisons répulsives du mode. Les états π (d) ne se
couplent pas à ce mode.

Pour chacun des trois “composés”, on peut identifier deux positionnements distincts
de bandes : Les grands symboles représentent les relations de dispersion de σ et les
petits symboles celles de π. Concentrons tout d’abord notre attention sur MgB2 (a)
et sur le graphite (c). La différence la plus frappante entre ces deux composés se
situe dans la position des bandes σ. Si ces bandes sont complètement remplies et
fournissent de fortes liaisons covalentes dans le graphite, elles ne sont pas pleines et
ont un caractère métallique dans MgB2 (avec une concentration en trous de 0.067 par
atome de bore). Cette différence d’occupations de la bande σ entre le diborure de
magnésium et le graphite peut partiellement expliquer la valeur plus importante du
paramètre de maille dans le plan de MgB2. En effet, la perte d’électrons intervenant
dans les liaisons covalentes dans les plans de bore diminue la force de cohésion qui lie
les atomes dans ces plans. Les atomes vont donc “s’écarter” les uns des autres et le
paramètre de maille dans les plans de bore va augmenter. Ceci n’a pas lieu dans le
graphite : le paramètre de maille dans le plan n’est pas modifié. De plus, la bande π est
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FIG. 1. Band structure along main hexagonal symmetry
lines, for (top) MgB2, (middle) !21B2, and (bottom) primitive
graphite C2. The planar s states, highlighted with larger
symbols, fall in energy in this progression, and only in MgB2
are they partially unoccupied. The point A ! !0, 0, p"c# is
perpendicular to the (kx , ky) plane.

The band structure of MgB2 is shown in Fig. 1 (top
panel) in comparison with that of primitive graphite
(bottom panel) with a single layer per cell like the B2
sublattice in MgB2. For each two distinct sets of bands are
identifiable: the highlighted sp2 (s) states and the pz (p)
states. The striking difference is in the position of the s
bands, which is evident in Fig. 1. Whereas the s bonding
states are completely filled in graphite and provide the
strong covalent bonding, in MgB2 they are unfilled and
hence metallic, with a concentration of 0.067 holes"B
atom in two fluted cylinders surrounding the G-A line
of the Brillouin zone [10]. There are correspondingly
more electron carriers in the p bands. This decrease in
occupation on the strongly bonding s bands partially
accounts for the greatly increased planar lattice constant
of MgB2 (3.08 Å) compared to graphite (2.46 Å). Our

results agree with previous conclusions that MgB2 can be
well characterized by the ionic form Mg21!B2#22.

To identify the origin of the relative shift of the s and p
bands by $3.5 eV between graphite and MgB2, we have
considered a fictitious system !21B2 in which the Mg ion
is removed but the two electrons it contributes are left be-
hind (and compensated by a uniform background charge).
The band structure, shown in the middle panel of Fig. 1, is
very similar, except the energy shift of $1.5 eV downward
with respect to MgB2 completely fills the s bands, as in
graphite. This shift is the result of the lack of the attrac-
tive Mg21 potential in MgB2, which is felt more strongly
by the p electrons than by the in-plane s electrons: the
attractive potential of Mg21 between B2 layers lowers the
p bands, resulting in s ! p charge transfer that drives
the hole doping of the s bands. Belashchenko et al. [17]
have also considered a sequence of materials to come to
related conclusions about the band structure, but they did
not use isoelectronic systems as has been done here.

The s bands are strongly 2D (there is very little disper-
sion along G-A), but it will be important to establish the
magnitude and effects of interplanar coupling. The light
hole and heavy hole s bands in MgB2 can be modeled
realistically in the region of interest (near and above ´F)
with dispersion of the form

´k ! ´0 2
k2

x 1 k2
y

2m"
2 2t# cos!kzc# , (1)

where the planar effective mass m" is taken to be positive
and t# ! 92 meV is the small dispersion perpendicular to
the layers. The light and heavy hole masses are m"

lh"m !
0.20, m"

hh"m ! 0.53, and the mean band edge is ´0 !
0.6 eV. In general, the in-plane (yxy) and perpendicular
(yz) Fermi velocities are expected to be anisotropic: yxy $
kF"m", yz $ 2ct# where t# is small. Near the band edge
(kF # 2m"ct#) this anisotropy becomes small, and this is
roughly the case in MgB2. The p bands are also effectively
isotropic [10,11].

Now we discuss why the quasi-2D character of the s
bands is an important feature of MgB2 and its supercon-
ductivity. Neglecting the kz dispersion, the 2D hole den-
sity of states is constant: N0

h!´# ! m"
lh1m"

hh

p h̄2 ! 0.25 states"
eV-cell, independently of the fact that the hole doping
level is small. The kz dispersion has only the small effect
displayed in Fig. 2, where the discontinuity in the quasi-2D
DOS is seen to be broadened by $2t#. For MgB2 the s
band contribution to N!´F# is reduced by about 10% by
kz dispersion.

If superconductivity is primarily due to the existence of
holes in the s band, and we provide evidence for such a
picture below, then the DOS in Fig. 2 suggests that electron
doping will decrease N!´F#. The decrease will be smooth
to a doping level corresponding to an increase by 0.4 eV
of the Fermi level. Then N!´F# should drop precipitously
with further doping. A rigid band estimate gives a value of

4367

Figure 2.6: Structure de bandes le long des lignes principales de symétrie hexagonale
des zones de Brillouin (a) pour MgB2, (b) pour un système fictif �2+B2 et (c) pour le
graphite. Les états σ sont représentés par les grands symboles, ceux de la bande π, par
les petits. Leurs énergies décroissent graduellement entre (a) et (c); et il n’y a que dans
MgB2 qu’il sont partiellement inoccupés. Le point A = (0, 0, π/c) est perpendiculaire
au plan (kx, ky).

elle aussi décalée dans MgB2. Afin de comprendre l’origine de ces décalages, les auteurs
ont fait intervenir un composé fictif �2+B2 (b) dans lequel les ions de magnésium ont
été retirés tout en conservant les deux électrons associés. Dans ce composé, les bandes
σ ont une position intermédiaire entre les bandes σ de MgB2 et celles du graphite.
Toutefois, tout comme dans le graphite, elle est entièrement remplie. Ce décalage est
le résultat de l’absence du potentiel attractif exercé par les ions de magnésium dans
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MgB2, qui est ressenti bien plus fortement par les électrons de la bande π que ceux,
confinés dans le plan de σ. Ce potentiel attracteur de Mg2+ entre deux couches de B2

abaisse les bandes π. Il en résulte un transfère de charge de σ vers π qui conduit à
un dopage en trous des bandes σ. Outre la faiblesse de la masse du bore, ce dopage
constitue le premier “autre” facteur contribuant à la valeur élevée de la température
critique.

Un deuxième facteur est relié à la dimensionnalité des bandes. Les bandes σ
(composées de bandes de trous lourds et de trous légers) sont en effet fortement bi-
dimensionnelles. En négligeant la faible dispersion le long de l’axe Γ - K, la densité
d’états des trous-2D est constante1. Grâce à cette propriété, la densité d’états garde
une valeur significative malgré une faible concentration en trous.

Enfin, le troisième facteur intervenant dans la compréhension de la température
critique concerne le couplage électron-phonon (EPC). Les modes vibratoires ont été
étudiés par de nombreux groupes [8, 9, 10] afin de déterminer celui qui se couple avec
les électrons. Les relations de dispersion des phonons sont données figure 2.7 ainsi
que la densité d’états calculée. Cette dernière est en bon accord avec les mesures de
diffusion inélastique de neutrons que nous ne présenterons pas ici.

not observe this feature at any temperature and conclude
that it is not intrinsic to the GPDOS. We also have mea-
sured the temperature dependence of the spectrum and
find no substantial changes in the basic features from 7
K up to 200 K, while a very modest softening of some of
the modes was observed in going to 325 K.
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Fig. 1 (a) Generalized phonon density of states for MgB2

(top curve) determined from inelastic neutron scattering mea-
surements, and the calculated phonon density of states (DOS)

(bottom curve). The inset shows the unit cell of MgB2 along

with the Brillouin zone and the high-symmetry directions.
(b) Calculated dispersion curves of all phonons and the cor-

responding DOS (right panel). At the zone center (Γ), the

symmetries of the modes are also indicated. The modes indi-
cated by the red-line dominate the electron-phonon coupling.

In order to understand the origin of the features ob-
served in the neutron data, we have carried out detailed
first-principles calculations of the electronic band struc-
ture and lattice dynamics. The calculations were per-
formed using the pseudopotential plane wave method
[17], within the generalized gradient approximation [18].
We employed plane waves with an energy cutoff of 500
eV, and the ultra-soft pseudopotentials for Mg and B
[19]. The total energy and forces converged within 0.5
meV/atom and 0.01 eV/Å, respectively. Brillouin-zone

integrations [20] were carried out using dk = 0.02 Å−1,
generating 15×15×11 and 9×9×6 k-points for 1×1×1
and 2× 2× 2 supercells, respectively. The lattice param-
eters a and c were relaxed before the lattice dynamics
calculations, and the force constant matrix was obtained
by the direct-force method using periodically repeated
supercells [23]. The optimized lattice parameters are in
good agreement with our experimental values within 1%.
The calculated density of states obtained from these cal-
culations is shown in Fig. 1a, and we see that the agree-
ment between experiment and theory for the energies of
the modes is excellent. The agreement for the intensi-
ties is also good considering that the observed spectrum
is a weighted density of states rather than the actual
DOS, and the wave vector averaging may include some
coherency effects [13]. The calculated phonon disper-
sion curves along the high-symmetry directions of the
Brillouin-zone (see inset to Fig. 1) are shown in Fig. 1b.
All the modes are found to be quite dispersive as expected
for the small size of the unit cell, but divide nearly com-
pletely into acoustic (below ≈ 40 meV) and optical (50-
100 meV) bands, with the only exception being along the
A-L direction. All the optical modes are weakly disper-
sive along the Γ-A direction, reflecting the layered nature
of the MgB2 crystal structure.

There are four distinct phonon modes at the zone cen-
ter Γ, as indicated in Fig. 1b. The A2u and B1g singly-
degenerate modes involve only vibrations along the c
axis; for B1g the boron atoms move in opposite direc-
tions while the Mg ion is stationary, while for the A2u

mode the Mg and B planes move in opposite directions
along the z-axis. The other two modes are doubly de-
generate and involve only in-plane motions (along the x
or y axes). For the E1u mode the Mg and B planes vi-
brate in opposite directions along the x (or y) axis. The
calculated energies of all zone-center phonons are listed
in Fig. 2, and for the three types of modes just discussed
there is good agreement between calculations reported by
other groups [3–5]. For the E2g mode, however, there are
large discrepancies between the results reported for var-
ious calculations. The boron ions for this mode vibrate
in opposite directions along the x (or y) axis, with the
Mg ions stationary. The discrepancies noted above are
resolved when the strong anharmonicity associated with
the in-plane displacements of the boron atoms is taken
into account.

To further investigate this behavior, we plot in Fig. 2
the energy as the atoms are displaced by an amount u ac-
cording to each of the four eigenmodes. For the B1g, A1u,
and E1u modes the distortion energy can be very well ap-
proximated by the harmonic expression E(u) = A2u2 up
to u/a = 0.065. It is unusual that the phonons remain
harmonic at these large distortions, but this is consistent
with the fact that we did not observe any substantial
changes in the measured GPDOS with temperature.

2

Figure 2.7: Courbes de dispersion de tous les phonons et densité d’états correspondante
(courbe verticale). Au centre de la zone (Γ), les symétries des modes sont indiquées.
Le mode tracé en rouge est celui qui intervient dans le couplage EP.

La détermination du mode intervenant dans le couplage EP s’est faite en calculant
et comparant le potentiel de déformations des modes optiques B1g, E2g, A2u et E1u [18].

1La dispersion selon kz produit dans MgB2 une réduction de l’ordre de 10% de la contribution de
la bande σ à la densité d’état au niveau de Fermi.
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Ce potentiel de déformation traduit le fait qu’un phonon fortement couplé aux états de
la surface de Fermi produira un grand décalage de εk (i.e. des bandes) pour les états
près du niveau de Fermi. Les modes B1g et A2u correspondent à des vibrations selon
l’axe c. Pour le mode B1g, les atomes de bore se déplacent dans des directions opposées
tandis que Mg est stationnaire. Pour le mode A2u, Mg et B se déplacent dans des
directions opposées. Les modes E2g et E1u correspondent à des déplacements dans le
plan ab. Pour le mode E1u, les plans de Mg et de B vibrent dans des directions opposées
le long de a ou de b. Pour le mode E2g, les ions de B vibrent les uns par rapport aux
autres dans des directions opposées et Mg est stationnaire. Les calculs montrent ainsi
que si les modes B1g, A2u et E1u affectent peu les bandes, le mode E2g, lui, produit un
décalage significatif de la bande σ. La bande π subit elle aussi un décalage mais son
amplitude est plus faible. La figure 2.8 présente le calcul de la structure de bandes en
tenant compte du potentiel de déformation du mode E2g pour deux positions extrêmes
du bore.
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Fig. 2 Energy curves as a function of boron displace-
ment for each zone center frozen-phonon mode. The top

panel shows that the B1g , A2u, and E1u modes are harmonic
up to u/a ≈ 0.065. The bottom panel shows that the E2g

boron in-plane mode is very anharmonic. The inset indi-

cates one of the E2g modes. Animations of these modes and
their coupling with the electronic structure can be found at

http://www.ncnr.nist.gov/staff/taner/mgb2.

The most interesting observation, though, is the totally
opposite behavior of the E2g in-plane boron mode, as
shown in Fig. 2b. The potential well is very shallow at
small displacements and increases rapidly at large dis-
placements, and can be fit very well to E(u) = A2u2 +
A4u4 with a large ratio ofA4/A2

2 ≈ 8. This indicates
that this mode is unusually anharmonic and that we are
in a non-perturbative regime. Hence the estimated har-
monic energy, ωH(E2g) = 60.3 meV will be lower than the
actual energy. Using Hartree-Fock decoupling, one gets
E(u) = (A2 + 3A4 < u2 >)u2, where < u2 >= /2Mωsch

and ωsch is the Self Consistent Harmonic (SCH) [22] so-
lution of ω2

sch = [(A2 + 3A4 < u2 >)/M ]1/2. This yields
a better estimate of ωsch ≈ 70 meV, a 17% enhance-
ment of the harmonic phonon energy ωH(E2g). We can
calculate the exact energy levels of the potential by nu-
merically solving the Schrodinger equation and obtain
ω(E2g) = 74.5 meV, a 25% enhancement of the harmonic
value and also the TC , which then matches with the peak
in the GPDOS.

Since the in-plane motions of the boron will change the
boron orbital overlap, significant electron-phonon cou-

pling can be expected for the planer σ boron conduction
band at the Fermi level and this plays an important role
in the superconducting pairing. This can be most easily
seen by comparing the band structure of the undistorted
lattice to that of distorted one by a zone center phonon.
For the harmonic phonons we did not see any significant
changes near the Fermi level. However, for E2g modes,
there is a significant splitting of the bands as well as shifts
near the Fermi level as shown in Fig. 3, indicating strong
electron-phonon coupling.

−2

0

2

4

6

8

10

E
ne

rg
y 

(e
V

)

EF

Γ M L A Γ Γ M L A Γ

Δε 

Fig. 3 Band structure of the undistorted (left) and dis-
torted structures (right) by E2g phonons (uB ≈ 0.06Å). Band

structure of the other three frozen-phonon structures do not

show any significant changes.

To determine the electron-phonon (EP) coupling quan-
titatively, we evaluated the Fermi-surface averaged defor-
mation potential,

∆ =
〈

[δε(k) − δµ]2
〉

, (1)

for each zone-center frozen phonon [23]. Here δε(k) is the
change in the one-particle energy with momentum k due
to the frozen phonon, δµ the corresponding change in the
chemical potential. <> denotes an average of k over the
Fermi surface, which we have carried out numerically.

For the harmonic B1g, A2u, and E1u phonons we cal-
culated an insignificant coupling, and conclude that the
electron-phonon coupling is negligible for these modes.
For the E2g modes, Fig. 4a shows that the coupling ∆(u)
is large and has both quadratic and quartic terms in
frozen-phonon amplitude, u, indicating significant non-
linear electron-phonon coupling. Neglecting non-linear
cross terms, the electron-phonon coupling constant λ for
our anharmonic phonon is approximately given by[17]

λ = N(EF )

(

B′

2

∑

n

| < n|Q|0 > |2

En − E0
+ B′

4

∑

n

| < n|Q2|0 > |2

En − E0

)

,

(2)

where N(EF ) is the total density of states at the Fermi
energy and equal to 0.69 states/eV/cell. En and |n > are
the eigenvalues and eigenfunctions of the oscillator E2g

in its adiabatic potential shown in Fig. 2b. B′

2 and B′

4

3

Figure 2.8: Structures de bandes calculées avec potentiel de déformation du mode E2g

pour deux positions extrêmes du bore.

Le mode E2g est un mode anharmonique2 [10]. Cette anharmonicité induit un
couplage EP non linéaire et apparâıt dans le calcul de la constante de couplage λ [12].
Le calcul de la constante de couplage doit tenir compte de la présence de toutes les

2Un mode anharmonique est un mode pour lequel le développement de l’énergie E associée au
déplacement u des atomes possèdent des termes d’ordre supérieur à 2 non négligeables. Dans le cas
du mode E2g, E(u) = A2 u2 + A4 u4
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bandes3. C’est un calcul matriciel qui s’effectue à partir des potentiels de déformations
anharmoniques du mode E2g couplés aux électrons [13, 7]. La matrice obtenue est de
la forme : (

λππ λπσ

λσπ λσσ

)
(2.2)

L’évaluation du couplage peut se faire au moyen de deux méthodes expérimentales:
- les mesures de de Haas van Alphen permettent de remonter à chacun des éléments
de la matrice. J.R.Cooper et al. [14] ont ainsi déterminé les deux valeurs associées à
σ de 1.29 et 1.08 (ces deux valeurs correspondent aux deux parties constitutives de la
bande) et celle associée à π de 0.4.
- les mesures de chaleur spécifique fournissent une valeur “isotrope” moyenne de λ qui
correspond à :

λ =
Nσ(λσσ + λσπ) +Nπ(λππ + λπσ)

N
(2.3)

où Nπ et Nσ sont les densités d’états des bandes π et σ respectivement. N = Nπ +Nσ.
Ces mesures de chaleur spécifique ont fourni la valeur moyenne de 0.6 [7].

On peut alors déterminer la température critique à partir de λ en utilisant la formule
de Mac Millan [16]. Mais il se pose alors question du choix du λ. La réponse dépend
du taux de diffusions interbandes présentes dans le matériau :
- Si celui-ci est élevé, il faut choisir la valeur moyenne.
- S’il est faible, il faut alors diagonaliser la matrice ci-dessus. La constante de couplage
correspond à la plus grande des valeurs propres obtenues. En pratique, les évaluations
théoriques montrent que les termes interbandes λπσ et λσπ [17] sont faibles et ne vont
que faiblement intervenir dans les valeurs propres. Ces dernières sont en effet très
proches des valeurs des coefficients λππ et λσσ (qui est la valeur maximale). Les calculs
théoriques donnent dans ce cas, une constante de couplage finalement proche de 1 pour
Mazin et al. [17] et de 0.7 pour Choi et al. [7].

Les valeurs de la constante de couplage (λ ≤ 1) se situent dans la gamme de validité
de la formule de Mac Millan :

Tc =
〈ωlog〉
1.2

. exp− 1.04(1 + λ)

λ− µ∗(1 + 0.62λ)
(2.4)

où 〈ωlog〉 est la moyenne logarithmique de la fréquence des phonons et µ∗ est le pseu-
dopotentiel de Coulomb qui caractérise l’écrantage réalisé par les autres électrons de la
mer de Fermi sur ceux qui interviennent dans le couplage EP. Utilisant cette formule,
Yildrim et al. nous donne les estimations de la température critique lorsqu’on effectue
une substitution isotopique : pour le 10B, λ = 0.907 et Tc = 39.4 K et pour le 11B, λ

3Les deux parties qui constituent chaque bande π et σ sont rassemblées.
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= 0.922 et Tc = 38.6 K4. On peut maintenant calculer le coefficient d’effet isotopique
: α = 0.21. Il est en très bon accord avec les résultats expérimentaux que nous avons
exposés au paragraphe précédent. L’écart à la valeur théorique de 0.5 attendue pour
un couplage BCS s’explique donc par la variation de la force de couplage λ avec la
masse de l’élément.

A partir de la structure de bandes, on peut établir la surface de Fermi du composé.

2.4.3 Surface de Fermi

La surface de Fermi est présentée figure 2.9. Elle est constituée de 4 nappes distinctes :
- 2 feuilles σ quasi-cylindriques, provenant des orbitales px,y du bore. Ces deux bandes
sont divisées en 8 parties autour des 4 lignes verticales Γ - Γ.
- 2 nappes π, issues des orbitales pz du bore, qui forment un réseau tubulaire autour
des lignes K - M et H - L.
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FIG. 1 (color). Band structure of MgB2 with the B p character.
The radii of the red (black) circles are proportional to the B pz
(B px,y) character.

rather small MT spheres for Mg. For the LMTO calcula-
tions we used an atomic sphere of nearly the size of the
free Mg atom (up to 3.13aB!, and obtained, as expected,
a larger charge of 2.8 electrons. However less than 25%
of the charge has s character. The remaining charge of p,
d, and f character arises not from Mg electrons but rather
from the tails of the B p orbitals and contributions from
the interstitials. In fact, one can say that Mg is fully ion-
ized in this compound, however the electrons donated to
the system are not localized on the anion, but rather are
distributed over the whole crystal.

The resulting band structure can be easily understood in
terms of the boron sublattice. The character of the bands
is plotted in Fig. 1. We show only the B p character, since
other contributions near the Fermi level are very small.
Observe two B band systems: two bands are derived from

−15 −10 −5 0 5 10
Energy  (eV)

0

0.5

1

1.5

2

D
O

S
  (

st
at

es
/e

V
)

total DOS
Mg DOS
B DOS
interstitial DOS

FIG. 2 (color). Total density of states (DOS) and partial DOS
for the MgB2 compound. The small Mg DOS is partially due
to the small rMT of 1.8aB used.

B pz states and four from B px,y . All these bands are
highly dispersive (light), the former being quite isotropic
and the latter more two dimensional. Both pz bands cross
the Fermi level (in different parts of the Brillouin zone),
but only two bonding px,y bands do so, and only near the
G point. They form two small cylindrical Fermi surfaces
around the G-A line (Fig. 3). However, due to their 2D
character, they contribute more than 30% to the total N"0!.

In contrast, the pz bands have 3D character, since the
smaller intraplane distance compensates for a smaller
(ppp vs pps) hopping. In the nearest neighbor tight
binding (TB) model their dispersion is ´k ! ´0 1 2tpps 3
cosckz 6 tppp

p
3 1 2 cosa1k 1 2 cosa2k 1 2 cosa3k

where a1,2,3 are the smallest in-plane lattice vectors. The
on-site parameter ´0 can be found from the eigenvalue at
the K point and is #1.5 eV above the Fermi energy. We
estimated tpps and tppp from the LMTO calculations as
#2.5 and #1.5 eV, respectively. This model gives a very
good description of the pz band structure near and below
the Fermi level, although the antibonding band acquires
some additional dispersion by hybridizing with the Mg p
band. The role of Mg in forming this band structure can
be elucidated by removing the Mg atoms from the lattice
entirely and repeating the calculations in this hypothetical
structure. The in-plane dispersion of both sets of bands at
and below the Fermi level changes very little (ppp bands
are hardly changed, while the pps in-plane dispersion
changes by #10%). The kz dispersion of the pz bands is
increased in MgB2 as compared with the hypothetical empty
B2 lattice by about 30%, and these bands shift down with
respect to the px,y bands by approximately 1 eV. This
shift, as well as the additional dispersion, comes mainly
from the hybridization with the empty Mg s band, which
is correspondingly pushed further up, increasing the ef-
fective ionicity. Substantial kz dispersion of the pz bands

FIG. 3 (color). The Fermi surface of MgB2. Green and blue
cylinders (holelike) come from the bonding px,y bands, the blue
tubular network (holelike) from the bonding pz bands, and the
red (electronlike) tubular network from the antibonding pz band.
The last two surfaces touch at the K point.

4657

Figure 2.9: Surface de Fermi de MgB2 à 4.2K représentée dans sa zone de Brillouin.
Elle est constituée de 4 nappes distinctes (voir texte).

La figure 2.10 présente les énergies des gaps supraconducteurs. L’énergie du gap
supraconducteur associé à la bande quasi-cylindrique σ la plus étroite est de 7.2 ±
0.1 meV (pic de couleur rouge). Celle de la bande σ la plus large, en orange, varie de
6.4 à 6.8 meV avec un maximum près de Γ et un minimum près de A. Sur la bande π,
représentée en vert et bleu, l’énergie du gap varie de 1.2 à 3.7 meV. La densité d’états à

4le coefficient d’écrantage utilisé est µ∗ = 0.15
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l’énergie de Fermi est de 0.69 états.eV−1.maille−1. 44% de celle-ci provient de la bande
σ et les 56% restants de la bande π.

symmetry (that is, the gap is of the same sign and non-zero
everywhere on the Fermi surface), but the size of the gap changes
greatly on the different sections of the Fermi surface. Themagnitude
of the energy gap at 4 K ranges from 6.4 to 7.2meVon the j sheets,
and from 1.2 to 3.7meV on the p sheets (Fig. 2a, b). The average
values of the gap are 6.8meV for the j sheets and 1.8meV for the p
sheets. In experimental measurements, there has been a debate on
the number of gaps3–9,21–26. Our result is consistent with the recent
experiments reporting two gaps, ranging from 1.5 to 3.5meV for the
small gap and 5.5 to 8meV for the large gap3–9,26.

The variation of the superconducting energy gap on the Fermi
surface can be measured by techniques such as high-resolution
angle-resolved photoelectron spectroscopy. Moreover, as the
j-bonding states are confined to the boron planes, the strong
pairing gap of around 6.8meV is associated with these planes
(Fig. 2c). In Fig. 2c, we introduce the concept of a local gap
distribution r(r,D) at position r given by rðr;DÞ ¼P

kjwkðrÞj2dðD2DkÞ; where wk(r) is the electron wavefunction
with crystal momentum k. Our result shows that the small gaps
should be seen preferentially in tunnelling experiments along the c
axis, as indicated in some recent measurements6,7.

Figure 3a depicts the calculated superconducting energy gaps at
various temperatures below the transition temperature. The energy
gap of the j-bonding states and that of the p-bonding states show
different temperature dependences. Compared to the small energy
gap of the p-bonding states, the large energy gap of the j-bonding
states changes more slowly at low temperature, but more rapidly
near the transition temperature. Both the p and j gaps vanish at the
same transition temperature, although their values are greatly
different at low temperatures27. This temperature dependence of
the superconducting energy gaps explains recent tunnelling, optical
and specific-heat measurements3–9.

The superconducting energy gap determines the quasiparticle
density of states. The quasiparticle energy is the excitation energy of
a system when an electron is added or removed. In a superconduc-
tor, the quasiparticle energy is equal to, or greater than, the super-
conducting energy gap D. Because the energy gap differs
considerably for the j- and p-bonding states in MgB2, the density
of quasiparticle excitations as a function of energy shows two
thresholds (Fig. 3b). Only p-bonding quasiparticle states are
allowed for energies between the minimal superconducting energy
gap of the p-bonding states and that of the j-bonding states. For
energies above the minimal superconducting energy gap of the
j-bonding states, quasiparticle excitation becomes possible for both
the j- and p-bonding states. The quasiparticle density of states can
be deduced experimentally from tunnelling experiments and var-

Figure 2 The superconducting energy gap of MgB2. a, b, The superconducting energy
gap on the Fermi surface at 4 K given using a colour scale (a), and the distribution of gap
values at 4 K (b). The Fermi surface of MgB2 consists of four distinctive sheets. Two j
sheets (‘cylinders’), derived from the j-bonding px,y orbitals of boron, are shown split into

eight pieces around the four vertical G–G lines. Two p sheets (‘webbed tunnels’), derived

from the p-bonding pz orbitals of boron, are shown around K–M and H–L lines (upper and

lower K–M lines are equivalent). The superconducting energy gap is ,7.2 meV on the

narrower j cylindrical sheet, shown in red, with variations of less than 0.1 meV. On the

wider j cylindrical sheet, shown in orange, the energy gap ranges from 6.4 to 6.8meV,

having a maximum near G and a minimum near A. On the p sheets, shown in green and

blue, the energy gap ranges from 1.2 to 3.7meV. The density of states at the Fermi

energy is 0.12 states per (eV atom spin), 44% of which comes from the j sheets and the

other 56% comes from the p sheets. c, Local distribution of the superconducting energy
gap on a boron plane and on planes at 0.05, 0.10 and 0.18 nm above a boron plane,

respectively.

Figure 3 Calculated temperature dependence of the superconducting gaps and the
quasiparticle density of states. a, Temperature dependence of the superconducting gaps.
Vertical solid curves represent the distribution of the superconducting gap values at

various temperatures from 4 K to 38 K. Dashed curves are of the form DðT Þ ¼ Dð0Þ$
ð12 ðT=T cÞp Þ1=2 fitted separately to the calculated average energy gap of the j-bonding
states and that of the p-bonding states. For the j sheets, D(0) ¼ 6.8meV

ð2Dð0Þ=k BT c ¼ 4:0Þ (k B ¼ Boltzmann’s constant) and p ¼ 2.9. For the p sheets,

D(0) ¼ 1.8 meV ð2Dð0Þ=k BT c ¼ 1:06Þ and p ¼ 1.8. b, The quasiparticle density of
states at various temperatures. The quasiparticle density of states N(q) for the

quasiparticle energy q is given by NðqÞ=Nð0Þ ¼ Rekðqþ iGÞ=ððqþ iGÞ2 2
Dðk;qÞ2Þ1=2l; where N(0) is the electron density of states at the Fermi level,
i ¼ (21)1/2, and k· · ·l indicates an average over a surface of constant q. This curve is
obtained from the calculated gap function D(k, q) and an assumed finite lifetime G of

0.1meV.

Figure 4 The specific heat of MgB2. The measured and calculated electronic contribution
to the specific heat divided by temperature are plotted as a function of temperature. The

red solid curve represents the result of our calculation. The specific heat difference

(C S 2 C N) between the superconducting and normal states is obtained by C S 2 CN ¼
2T ðd2=dT 2ÞðF S 2 F NÞ from the corresponding free energy difference (F S 2 F N) which

is calculated using a generalized Bardeen–Stephen formula28. The normal-state specific

heat is calculated to be C N ¼ Y nT with Y n ¼ 2:62mJmol21 K22 (ref. 16). Symbols are

the results of experimental measurements3–5, and the dashed curve is the standard one-

gap BCS prediction corresponding to a transition temperature of 39.4 K.
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Figure 2.10: Gap supraconducteur dans MgB2. (a) Surface de Fermi de MgB2 à 4.2
K. Elle est constituée de 4 bandes distinctes (voir texte). (b) Distribution des énergies
associées aux différents gaps supraconducteur à 4.2 K : en rouge, le gap de la bande
σ la plus étroite; en orange, celui de la bande σ la plus large; en vert et bleu, celui de
la bande π. (c) Distribution locale de l’énergie du gap dans un plan de bore et à 0.05,
0.10 et 0.18 nm au-dessus de ce plan.

La distribution locale des gaps sur les plans de bore et au-dessus (c) de la figure
2.10 (tirée de [2]) indique que le grand gap est confiné dans les plans de bore. Le petit
gap est, lui, visible en dehors de ces plans.

De plus, le petit gap (dont l’énergie est d’environ 2 meV) sera détectable suivant
l’axe c, contrairement au grand gap. Plus généralement, la structure de Fermi met en
évidence le fait que les deux bandes π et σ n’ont pas la même symétrie (3D pour π,
2D pour σ). Cette différence de symétrie va intervenir de manière défavorable dans le
couplage des bandes. Elle va également intervenir dans le paramètre d’anisotropie du
composé. En effet, la bande π qui a une forme de réseau tubulaire, est tridimensionnelle.
Ses vitesses de Fermi quadratiques moyennes (qui reflètent la courbure de la surface
de Fermi) calculées suivant les directions principales de cette bande ont des valeurs
voisines (voir tableau [2]). La bande σ en revanche est bidimensionnelle et anisotrope.
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Tableau 2.1: Vitesses de Fermi quadratiques moyennes calculées pour les deux bandes
et dans les deux directions (selon l’axe c et dans le plan ab)

Bande 〈v2
c 〉 × 1014 cm2/s2 〈v2

ab〉 × 1014 cm2/s2

π 42.2 33.2
σ 0.5 23

Elle possède une forme de cylindre présentant une légère dispersion qui conduit à des
vitesses de Fermi quadratiques moyennes bien différentes selon les deux directions.

La faible valeur de la vitesse de Fermi de la bande σ suivant l’axe c va influencer
l’anisotropie du composé comme on le verra aux chapitres IV et V.

La présence des gaps supraconducteurs a été mise en évidence par des mesures
de spectroscopie à contact de pointe [19]. La figure 2.11 représente les spectres de
conductance à 4.2 K en champ nul.

VOLUME 87, NUMBER 13 P H Y S I C A L R E V I E W L E T T E R S 24 SEPTEMBER 2001

will be able to provide direct spectroscopic information
about the superconducting energy gap. In the pure An-
dreev limit, if a quasiparticle is accelerated by an applied
voltage V such that jV j , D!e, a direct transfer to the
superconducting electrode is forbidden and a hole is then
retroreflected in the normal electrode in order to allow the
formation of a Cooper pair in the superconductor. The
overall current (and differential conductance s ! dI!dV )
for jV j , D!e is then two times higher than the value for
jV j . D!e. In the intermediate case a dip appears for
V ! 0. Two peaks are then visible at V " 6D!e. The
evolution of the dI!dV vs V curves for different interfaces
characterized with the barrier strength Z is schematically
presented in Fig. 1a. Because the point-contact geome-
try directly probes the coherence of the superconducting
state, it is probably the most adapted technique to deter-
mine the superconducting energy gap. Another advantage

∆

∆

∆

∆

(a)

(b)

FIG. 1. (a) Numerical simulation of the BTK model at
different values of the barrier strength Z, representing be-
havior of the point-contact spectra for D ! 7 meV between
Giaever tunneling (Z ! 10) and clean Andreev reflection
(Z ! 0) at T ! 4.2 K. (b) Experimentally observed evolution
of the Cu-MgB2 point-contact spectra at T ! 4.2 K (solid
lines). The upper curves are vertically shifted for clarity. The
dotted lines display fitting results for the thermally smeared
BTK model with DS ! 2.8 6 0.1 meV, DL ! 6.8 6 0.3 meV
for different barrier transparencies and weight factors.

of the point-contact spectroscopy is that the normal elec-
trode is pushed into the sample in order to probe a clean
surface.

Point-contact measurements have been performed on
polycrystalline MgB2 samples with Tc ! 39.3 K and
DTc ! 0.6 K. A special point-contact approaching
system with a negligible thermal expansion allows for
the temperature and magnetic field measurements up to
100 K. The point contacts were stable enough to be
measured in the magnetic field of a superconducting
coil. A standard lock-in technique at 400 Hz was used to
measure the differential resistance as a function of applied
voltage on the point contacts. The microconstrictions
were prepared by pressing a copper tip (formed by elec-
trochemical etching) on the freshly polished surface of the
superconductor. MgB2 samples were prepared from boron
powder (99.5% pure, Ventron) and magnesium powder
(98% Mg 1 2% KCl, MCP Techn.), in relative proportion
1.05:2. A 2 g mass of the mixed powders was introduced
into a tantalum tube, then sealed by arc melting under ar-
gon atmosphere (purity 5N5). The tantalum ampoule was
heated by high frequency induction at 950 ±C for about
three hours. After cooling down to room temperature, the
sample was analyzed by x-ray diffraction and scanning
electron microscope. Among the brittle dark grey MgB2
powder (grain size ,20 mm), a few hard but larger grains
(0.1–1 mm) were found. Laue patterns show evidence for
only a limited number of single crystals in each grain.
Resistivity and ac susceptibility measurements of these
larger grains reveal a particularly abrupt superconducting
transition (DTc # 0.6 K), indicating their high quality in
comparison with that of the fine powder.

Figure 1b shows typical examples of the conductance
versus voltage spectra obtained for the various Cu-MgB2
junctions with different barrier transparencies. All shown
point-contact conductances were normalized to the value at
the high-voltage bias. The spectrum had a more tunneling-
like character when the tip first touched the surface (i.e.,
with a barrier resistance R " 100 V# and then continu-
ously transformed into a form with a direct conductance
as the tip was pushed into the sample (down to R " 6 V).
Almost all curves reveal a two-gap structure, where the
smaller-gap maxima are displayed at about 2.8 mV and
the large gap maxima at about 7 mV, placed symmetri-
cally around the zero bias. Even if, in some case, only the
smaller gap is apparent (as shown in the lowest curve of
Fig. 1b), its width hides the contribution of the second gap.
Then, as we show below, a magnetic field can suppress
the smaller gap and the large one will definitely emerge.
All our curves could be fitted by the sum of the two BTK
conductances asS 1 $1 2 a#sL with the weight factor a
varying from "10% to "90% depending on the position
of the tip (this scattering of the a value is probably related
to different crystallographic orientations at the different
microconstrictions). We thus definitely observed two dis-
tributions with the smaller gap scattered at about 2.8 meV
and the second one at about 7 meV.

137005-2 137005-2

Figure 2.11: Spectre de conductance normalisée en fonction de la tension à 4.2 K tiré de
[19]. Les courbes ont été décalées par soucis de clarté. La ligne pointillée correspond
à la courbe ajustable BTK qui permet de reproduire les spectres de conductance en
fonction de la tension (détaillés au paragraphe 1 du chapitre V).

Les courbes sont décalées verticalement par soucis de clarté. Elles ont été établies
sur le même polycristal mais en des points différents c’est-à-dire sur des cristallites
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d’orientation différente. Ceci peut expliquer le fait que le grand gap ne soit pas vis-
ible de manière équivalente sur les 4 courbes. En effet, à cause du caractère quasi-
bidimensionnel de la bande σ, celle-ci n’a qu’une très faible contribution suivant l’axe
c. Un ajustement de type BTK [5] permet d’évaluer le petit gap à 2.8± 0.1 meV et le
grand gap 6.8± 0.3 meV. La mise en évidence et l’évaluation des 2 gaps ont également
été réalisées par F. Bouquet et al. grâce à des mesures de chaleur spécifique à basse
température [7]. Nous avons également réalisé de telles mesures que nous présentons sur
la figure 2.12. La contribution électronique de la chaleur spécifique dans l’état supra-
conducteur renormalisée à la contribution dans l’état normal est tracée en fonction de
la température réduite. Elle est comparée à la courbe BCS pour un gap correspondant
à la température critique. La présence des 2 gaps se traduit par un excès de chaleur
spécifique à basse température (près de Tc / 5). Cet excès est compensé par un manque
près de Tc comme le veut la règle thermodynamique des transitions de phases du second
ordre (l’aire sous la courbe C / T versus T est une entropie).
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Figure 2.12: Contribution électronique de la chaleur spécifique dans l’état supraconduc-
teur renormalisée à la contribution dans l’état normal γn en fonction de la température
réduite. L’aire hachurée correspond à l’excès de chaleur spécifique à basse température
par rapport au modèle BCS à un gap.

La dépendance des gaps en fonction de la température a été calculée et mesurée
par spectroscopie tunnel. Les mesures, présentées figure 2.13 sont en bon accord avec
les prédictions théoriques.
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As pointed out above, the smaller gap could be caused
by a weakening of the superconducting state, possibly
resulting from a proximity effect. That is why it is im-
portant to show that it still exists at high temperatures in
order to validate the two-gap scenario with one single
critical temperature. The temperature dependencies of
the point-contact spectra have been examined on five dif-
ferent samples in about ten spectra with a clear two-gap
structure. Because of thermal smearing, the two well-
resolved peaks in the spectrum merge together as the
temperature increases. Consequently, the presence of two
gaps is not as evident in the raw data (see Fig. 2a). For
instance, at 25 K the spectrum is reduced to one smeared
maximum around the zero bias. Such a spectrum itself
could be fitted by the BTK formula with only one gap,
but the transparency coefficient Z would have to change
significantly in comparison with the lower temperatures,
and moreover a large smearing factor G would have been
introduced. However, our data could be well fitted at all
temperatures by the sum of two BTK contributions with
the transparency coefficient Z and the weight factor a
kept constant and without any parallel leakage conduc-
tance. The point-contact conductances of one spectrum
at different temperatures are shown in Fig. 2a together
with the corresponding BTK fits. The resulting energy
gaps DL and DS, together with those obtained for two
other point contacts with different weight values a, are
shown in Fig. 2b. The error bars were obtained indepen-
dently for each spectrum at a particular temperature.

Since it is evident from Fig. 2b that both gaps are clos-
ing near the same bulk transition temperature, our data
give experimental support for the two-gap model. In the
classical BCS theory, an energy gap with DS ! 2.8 meV
could not exist for a system with Tc above 2D!3.5k "
19 K. Moreover, we obtained a very weakly coupled
gap with 2DS!kTc # 1.7 and a strongly coupled gap with
2DL!kTc # 4.1, in very good agreement with the predic-
tions of Liu et al. (a 3D gap ratio 2DS!kTc # 1.3 and a 2D
gap ratio 2DL!kTc # 4.0). The temperature dependencies
are in good agreement with the prediction of the BCS the-
ory. Small deviations from this theory were predicted by
Liu et al. but these deviations are within our error bars for
the large gap DL, while in the case of the small gap DS
there is a tendency for more rapid closing at higher tem-
peratures near Tc (see Fig. 2b), as expected theoretically.

Even much stronger evidence for the inherent presence
of two gaps in the superconductivity of MgB2 is obtained
by our magnetic field measurements. Figure 3 displays the
effect of the magnetic field up to 1 T on the two gaps mea-
sured at four different temperatures. At T ! 4.2 K the two
gaps are clearly visible for zero magnetic field H ! 0 but
the peaks corresponding to the small gap are rapidly af-
fected by a magnetic field. The contribution of this small
gap almost completely disappears at 1 T, whereas the large
gap still remains clearly visible. The other sets of spectra
were recorded at 10, 20, and 30 K. As already shown in
Fig. 2a, the spectra are so smeared out above 20 K that
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∆

(a)

(b)

FIG. 2. (a) Differential conductances of Cu-MgB2 point-
contact measured (solid lines) and fitted (dotted lines) for the
thermally smeared BTK model at indicated temperatures. The
fitting parameters a ! 0.71, Z ! 0.52 6 0.02 had the same
values at all temperatures. (b) Temperature dependencies of
both energy gaps (DS$T %, solid symbols; DL$T%, open symbols)
determined from the fitting on three different point contacts are
displayed with three corresponding different symbols. DS$T %
and DL$T % points determined from the same contact are plotted
with the same (open and solid) symbols. The solid lines
represent BCS predictions.

the presence of the two gaps is not clearly visible and we
have to rely on the fitting procedure. However, nothing
like this holds when we apply the magnetic field. Indeed,
the smaller-gap contribution to the overall point-contact
conductance is rapidly suppressed by the field. As clearly
visible at 4.2 and 10 K, this suppression leads to the forma-
tion of a deep broad minimum in the conductance at zero
bias with increasing magnetic field with some traces of
the smaller gap still surviving. Similarly, at 20 and 30 K
the peaks corresponding to the large gap become much
better resolved in a magnetic field. This could not hap-
pen if there was not a contribution of the small gap in the
zero-field point-contact conductance at these elevated tem-
peratures. Indeed, a one-gap spectrum would only smear
out with increasing magnetic field due to the pair-breaking
effect. This effect thus unambiguously shows that the two
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Figure 2.13: Dépendance en température des deux gaps supraconducteur en champ nul.
Les symboles pleins correspondent au grand gap, les symboles vides au petit. Les lignes
représentent les prédictions en utilisant le modèle BCS.

Cette figure permet de montrer que les deux gaps se referment à la même température.
Ceci est permis par le couplage existant entre eux et que nous allons détailler.

2.5 Couplage interbande

Les deux bandes π et σ ne sont pas indépendantes l’une de l’autre. Il existe un couplage
qui tire son origine dans la présence de diffuseurs dans le matériau. Ces diffuseurs sont
principalement des impuretés ou des défauts cristallins. Typiquement, dans MgB2,
on trouve des lacunes de magnésium, des impuretés en substitution sur Mg (qui se
produisent facilement), des substitutions sur le bore par des atomes commeN ou C (qui
ont lieu plus difficilement). En général, ils tendent à moyenner les valeurs distinctes des
gaps vers 3.6kBTc. Mais dans notre cas, ces diffuseurs ne sont pas efficaces car les bandes
σ et π n’ont pas la même symétrie. Ceci signifie que les diffusions interbandes (i.e. entre
les deux bandes) sont plus faibles que les diffusions intrabandes (i.e. à l’intérieur de
chaque bande) mais elles permettent néanmoins un couplage non négligeable entre les
deux bandes [20].

S’ils étaient parfaitement découplés, les deux gaps ne se fermeraient pas à la même
température ni au même champ. Une des conséquences du couplage réside donc dans
l’existence de la supraconductivité dans la bande π sur toute la gamme de champs et
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Tableau 2.2: Valeur des profondeurs de pénétration dans la direction de l’axe c et dans
le plan ab en fonction de la pureté des bandes à 4.2 K. La limite sale commence pour
une valeur de 1

2τπ
de l’ordre de 1000 meV

Direction λL propre (nm) λL sale (nm)
ab 39.2 105.7
c 39.7 316.5

de températures. Ce couplage permet également d’avoir 4π

kBTc
< 3.5 valeur MgB2 pour

la Tc donnée.

Concernant les diffusions intrabandes, les bandes π et σ ne sont pas équivalentes.
En effet, les défauts responsables des diffusions vont principalement se loger dans les
plans de magnésium. Or les états électroniques de la bande σ (2D) ne se superposent
que faiblement avec les états de ces plans (voir paragraphe précédent). La bande σ sera
donc moins affectée que la bande π par les impuretés et autres défauts du cristal. En
résumé, en appelant Γn,n′ le taux de diffusions de la bande n vers la bande n′, Mazin
a estimé que, pour des défauts de type lacune de magnésium :

Γπ,π > Γσ,σ � Γπ,σ (2.5)

La présence des diffusions intrabandes ne modifie pas la température critique ni les
valeurs des gaps [17]. En revanche, elle influence fortement la densité superfluide ns et
donc la profondeur de pénétration λL (avec ns

m∗ ∝ 1
λ2

L
) et l’anisotropie de cette dernière.

Golubov [20] a donné une estimation de la valeur de ces paramètres en fonction du taux
d’impuretés présentes dans le matériau. Si ce taux est faible, le matériau est dit en
limite propre. A l’opposé, un fort taux d’impuretés place le matériau en limite sale5. Il
faut noter que dans son calcul, lorsque l’auteur parle de limite sale, c’est principalement
la bande π qui est en cause. La bande σ demeure toujours dans la limite propre. En
limite sale, on introduit des diffuseurs dans la bande π qui font diminuer la densité
superfluide ns. λL augmente ainsi que son anisotropie via la masse effective.

Les dépendances avec la température de ns et λL vont elles aussi dépendre de la
pureté des bandes ainsi que leur anisotropie. La figure 2.14 présente la dépendance de
cette anisotropie de λL

6 en fonction du taux de pureté de la bande π.

On peut également regarder l’effet de la pureté des bandes sur la longueur de
cohérence ξ. Il s’agit ici de ξ déterminée à partir de Hc2. Cette longueur dépend de

5le critère qui permet de savoir dans quelle limite on se trouve consiste à comparer l, le libre
parcours moyen et ξ, la longueur de cohérence. l > ξ correspond à la limite propre.

6On parle ici de la profondeur de pénétration en champ nul.
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rates in the dirty case, as well as negligibly small interband
scattering rates,40 are in accordance with the results on high
resistivity films.31 The reason for weak interband scattering
lies in the specific electronic structure of MgB2, namely the
electronic states in the 2D ! band only have a small overlap
with the states in the Mg plane, where defects are most likely
to occur.
Exact calculations, i.e., solving the Eliashberg equations

for the effective two-band model with parameters derived
from first-principle electronic structure calculations, have
been carried out for the clean and dirty cases for a magnetic
field along the c direction or in the ab plane. The results
obtained can be presented in the form of the effective super-
fluid plasma frequency, "p

s f . Figure 2 displays the calculated
#"p

s f(T)/"p
s f(T→0)$2!#%L(T→0)/%L(T)$2 as a function

of reduced temperature.
First we shall discuss the temperature dependence of %L

ab ,
when the magnetic field is oriented exactly along the c axis
&this means that screening currents run in the ab plane'. In
the clean case the situation is similar to the model discussed
above &Fig. 1'. %L

ab(T)"2 has an inflection point and the
low-temperature behavior is determined by the band with the
small gap () . In the dirty case the conductivity in the )
band is strongly suppressed. This means that the screening
currents in the ab plane are determined by the ! band with a
BCS-like temperature dependence with a large gap (! . For
the intermediate case the temperature dependence of %L

ab(T)
is between these limiting cases. One can even have situations
with a nearly linear dependence in some temperature inter-
val, as may be seen in Fig. 2. Experimental data from micro-
wave experiments on single crystals26 and oriented films33 as
well as *SR data on polycrystals19 are shown for compari-
son in Fig. 2.
As may be seen from Eq. &2', the penetration depth in the

c direction in the clean case is only determined by the )
bands because of the very small plasma frequency of the !
band in this direction. It is interesting to notice that the tem-

perature dependence of the penetration depth in the dirty
c-axis case follows the clean ab-direction case. This is
caused by the fact that the ! channel is blocked by the small
plasma frequency and the ) channel is blocked by impurity
scattering. However, the absolute values of the penetration
depths differ by a factor of about 8 in these two cases. One
may see that an inflection point is present in the temperature
dependence even for this single-band contribution, because
of the induced superconductivity at higher temperatures in
the ) band.
The corresponding London penetration depths at T

!4 K have the values %L ,ab
clean!39.2 nm, %L ,c

clean

!39.7 nm, %L ,ab
dirty!105.7 nm, and %L ,c

dirty!316.5 nm. One
may observe that even in the clean case the value of
"p ,+,
s f (T→0)!5 eV from Eq. &2' differs from the total

plasma frequency !7 eV as a consequence of strong-
coupling effects due to electron-phonon interaction.
Table I summarizes the experimental information on the

penetration depth %L(T→0), the temperature dependence of
the penetration depth (%L(T), and the estimated supercon-
ducting gap obtained by different experimental methods and
groups. Our theoretical values of the penetration depths for
the clean case are smaller than the smallest experimental
value. On the other hand the values for the dirty case are in
reasonable agreement with experiment. Nearly all measured
penetration depths fall within our limiting cases &clean and
dirty', and especially the observed BCS-like behavior at
lower temperatures, reflecting the )-band contribution, is in
agreement with our theoretical calculations.
It is well known that in a clean superconductor the low-

temperature penetration depth is independent of the super-
conducting gap. In this case, the anisotropy is only deter-
mined by the ratio of the plasma frequencies in the ab plane
and c directions. Hence, if the ) band is very clean the
penetration depth is nearly isotropic due to the small differ-
ence in the effective plasma frequencies. This is shown in
Fig. 3, where one may also see that impurities in the ) band
drastically enhance the anisotropy. In the inset of Fig. 3 the
temperature dependence of the anisotropy is shown for the
clean case. The reason for the strong variation with tempera-

FIG. 2. The calculated temperature dependence of the penetra-
tion depth for the clean and dirty case &as defined in the text' in the
ab plane and along the c axis, as well as a BCS curve correspond-
ing to a single band case. For comparison experimental data from
microwave experiments on single crystals (!) &Ref. 26', oriented
films (") &Ref. 33' and *SR data on polycrystals (#) &Ref. 19' are
shown too.

FIG. 3. The anisotropy of zero-temperature penetration depth vs
impurity scattering rate in the ) band. The inset shows the tempera-
ture dependence of the anisotropy for the clean limit.

MULTIBAND MODEL FOR PENETRATION DEPTH IN MgB2 PHYSICAL REVIEW B 66, 054524 &2002'

054524-3

Figure 2.14: Dépendance de l’anisotropie de la profondeur de pénétration en fonction du
taux de diffusions dans la bande π. En insert, la dépendance de cette même anisotropie
avec la température dans la limite propre.

2 paramètres : vf et 4σ selon ξ = h̄vF

π4 . Ces 2 paramètres ne sont pas affectés par les

diffusions intrabandes mais en limite sale, Hc2 n’est pas relié à ξ mais à ξeff =
√
ξl.

Nous verrons qu’à haut champ, l’anisotropie du composé est principalement donnée
par les paramètres vf et 4σ de la bande σ. Toutefois en favorisant les diffusions
interbandes, la bande π peut jouer un rôle de plus en plus important.

2.6 Synthèse des échantillons

2.6.1 Echantillons vierges

Les échantillons que nous avons utilisés lors de ma thèse, sont des échantillons mono-
cristallins issus de deux sources différentes. La première source est celle du Pr. S.I. Lee
de l’Université de Science et Technologie de Pohang en Corée du sud. La technique
employée est une technique de très hautes pressions. Les éléments de synthèse sont
placés entre des enclumes (en carbure de tungstène) et entourés d’une ceinture (qui va
donner le nom de “belt” à la technique). Cette ceinture empêche l’éjection latérale de
matière comprimée [22].

La seconde source est une source du laboratoire. Les cristaux ont été synthétisés par
Jacques Marcus et Philippe Plaindoux en utilisant une méthode basée sur le principe de
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minéralisation à haute température. Des poudres de bore et de magnésium sont placées
dans un creuset de fer scellé. Le magnésium présente un léger excès par rapport aux
proportions stœchiométriques. Le tout est chauffé à 1150◦C pendant 3 jours. Les deux
méthodes permettent l’obtention d’échantillons monocristallins de très bonne qualité.
En effet, ils sont tout d’abord bien homogènes c’est-à-dire que les largeurs de transition
sont faibles comme on peut le voir sur la figure 2.15. L’amplitude d’excitations a été
choisi de manière à se trouver dans le régime linéaire (en dessous du champ h1 de
l’annexe B). Dans ce régime, la susceptibilité ne dépend plus de l’amplitude. Elle peut
en revanche dépendre de la fréquence. Nous n’avons pas effectué de test en fréquence.
Nous nous sommes placés à la fréquence usuelle.

-1.2

-1

-0.8

-0.6

-0.4

-0.2

0

0.2

32 32.5 33 33.5 34 34.5 35 35.5 36

!
'/
!

0

T (K)

0.7 K

h
ac

= 10 mG

f = 23 Hz

Figure 2.15: Dépendance avec le température de la susceptibilité alternative en champ
nul. L’amplitude de l’excitation est de 10 mG et la fréquence 23 Hz. La transition
supraconductrice est bien définie avec 4Tc ∼ 0.7 K. La courbe présentée a été effectuée
sur un échantillon coréen mais on obtient des courbes similaires sur les échantillons
synthétisés au LEPES

Ils présentent peu de défauts de volume : les valeurs des courants critiques mesurés
sont faibles (de l’ordre de 10−3 A.cm−2 à 0.1 T.). Leurs surfaces observables sur la
figure 2.16 sont bien plates et avec une très faible rugosité.

Les échantillons provenant de la source coréenne ont des températures critiques très
voisines de 36 K. Les échantillons synthétisés au LEPES ont eux aussi tous la même
Tc mais celle-ci est un peu plus basse (environ 34 K).
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100 µm

Figure 2.16: Echantillons vierges provenant de la source coréenne.

Les formes géométriques des échantillons dont nous disposons sont très variées : de
l’hexagone au parallélépipède rectangle. Les tailles présentent également une grande
disparité : entre 2 et 70 µm d’épaisseur, entre 10 et 200 µm de largeur entre 20 et
500 µm de longueur; pour les dimensions précises, voir tableau du chapitre IV.

2.6.2 Echantillons irradiés aux électrons

L’irradiation des échantillons a été effectuée par Marcin Konczykowski au Laboratoire
des Solides Irradiés de l’Ecole Polytechnique de Palaiseau. Les échantillons, disposés
entre deux feuilles de mica, sont placés dans un cryostat à hydrogène liquide couplé
avec un accélérateur Van de Graaf. L’irradiation effectuée à basse température (20 K)
par des électrons de 2.5 MeV produit une distribution aléatoire de paires de Frenkel.
En effet, le flux d’électrons pénètre dans le matériau et déplace certains atomes de leur
position d’équilibre du réseau cristallin. Ces atomes vont se loger sur les sites inter-
stitiels laissant ainsi à leur position initiale une lacune. L’ensemble lacune-atome sur
interstice forme une paire de Frenkel. Lorsque l’échantillon est ramené à température
ambiante, on s’attend à ce qu’il se forme de petits agrégats de défauts [24, 25].
Les effets possibles de ces irradiations ont été étudiés dans YBa2Cu3O7−δ [27, 28]. Ils
sont multiples : ils peuvent modifier les propriétés dynamiques, liées au piégeage des
vortex mais ils peuvent également modifier les diffusions inter- et intra-bandes.
Tout d’abord, compte tenu de l’énergie du faisceau envoyé, les surfaces latérales peu-
vent être endommagées. En effet, au moment du réchauffage de l’échantillon jusqu’à
la température ambiante, les défauts peuvent migrer du volume vers les surfaces [26].
La détérioration des surfaces latérales occasionnée peut engendrer la destruction des
barrières de Bean Livingston. Ces barrières, qui sont détaillées au chapitre IV, nécessitent
en effet des surfaces latérales bien propres. L’irradiation va également permettre
d’augmenter de manière homogène et uniforme le nombre de défauts présents dans le
volume. Cela va avoir pour conséquence de favoriser le piégeage des vortex, d’augmenter
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le courant critique et/ou de faire éventuellement apparâıtre une transition de phases
du réseau de vortex de type ordre désordre.
Du point de vue des propriétés de la supraconductivité, il est difficile d’évaluer les effets
de l’irradiation. Les défauts créés sont autant de centres de diffusions qui vont inter-
venir à l’intérieur des bandes (diffuseurs intrabande), ou entre les bandes (diffuseurs
interbandes). Si les premiers vont modifier la pureté des bandes, les seconds vont in-
tervenir sur leur couplage. Les mesures que nous avons effectuées sur nos échantillons
irradiés n’ont pas mis en évidence de diminution notable de Tc ni d’augmentation de
Hc2 ce qui suggère que les centres de diffusions n’ont pas été énormément modifiés.

2.6.3 Echantillons dopés à l’aluminium

Dans la cadre de cette thèse, nous avons étudié des échantillons monocristallins dopés
à l’aluminium. Ils proviennent de la source coréenne et ont été synthétisés en util-
isant la même méthode que celle employée pour les échantillons vierges. Les atomes
d’aluminium entrent dans la structure cristalline en remplaçant certains atomes de
magnésium : MgxAl1−xB2. Cette substitution a diverses conséquences. Elle modifie le
couplage électron phonon, la densité de porteurs, et donc la température critique.

D’autres types de dopage peuvent exister comme le dopage au carbone. Dans ce cas,
les atomes de carbone vont se substituer aux atomes de bore pour former : MgB2−xCx.
Cette substitution aura pour conséquence une modification de la pureté de le bande σ
essentiellement. Celle-ci va entrer en limite sale ce qui va augmenter le champ critique
supérieur. Nous n’avons pas étudié ce type de substitution.
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Chapitre 3

Etude Thermodynamique de la
Transition Supraconductrice

3.1 Introduction

Dans ce chapitre, nous allons présenter notre étude de la transition entre l’état normal
et l’état supraconducteur lors du passage de la ligne Hc2(T ) (figure 3.1). Cette étude
s’est effectuée sur des échantillons vierges monocristallins de MgB2 que nous venons
de décrire. Nous montrerons comment les mesures de chaleur spécifique ont permis de
clarifier les résultats préexistants et d’établir avec précision cette ligne. Enfin, nous
discuterons de la dépendance inhabituelle de l’anisotropie avec la température.

3.2 La problématique de Hc2

Ce travail a débuté en septembre 2002, un an et demi environ après la mise en évidence
de la supraconductivité du composé MgB2. Cette découverte avait suscité un grand
intérêt comme en témoigne le nombre de publications existant alors. Les études con-
cernant le champ critique supérieur Hc2 et son anisotropie présentaient toutefois une
grande disparité selon le type de matériaux sur lequel elles avaient été réalisées (films
minces, polycristaux, monocristaux). Aussi les mesures effectuées sur les polycristaux
pouvaient elles fournir un paramètre d’anisotropie ΓHc2 compris entre 1.1 et 3 [1] ou
entre 6 et 9 [2, 3]. Dans les monocristaux, seules des mesures de transport avaient
été effectuées et conduisaient à des valeurs de 2.6 [4], 2.7 [5] et 3 [1, 7]. Des mesures
magnétiques dans des cristallites orientées ont donné ΓHc2 ≈ 1.6 [8]. Il était donc
nécessaire de clarifier la situation sur des monocristaux de grande qualité.

51
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Figure 3.1: Diagramme de phases H−T . La ligne plus claire correspond à la transition
Hc2(T ) entre l’état mixte et l’état normal.

La méthode d’évaluation du champ critique Hc2 était également en grande partie
responsable de la disparité des résultats. En effet, la plupart des diagrammes de phases
H-T avait été obtenus à partir de mesures de résistivité. Comme le montre la figure
3.2, le choix du “bon” critère pour déterminer le champ critique était problématique
et conduisait à diverses lignes Hc2(T ).

Dans l’insert de la figure 3.2 sont présentées des courbes de résistivité en fonc-
tion du champ mesurées sur des monocristaux. On observe une transition très large
dans les polycristaux, due au mélange des deux directions, mais également dans les
monocristaux où deux champs remarquables apparaissent. L’un correspondant au
champ pour lequel la résistance quitte sa valeur dans l’état normal (noté H2) et l’autre
correspondant au champ où la résistance tombe à zéro (noté H1). Dans les supracon-
ducteurs conventionnels, le champ critique correspond au champ H1 tandis que dans
les supraconducteurs à haute température critique (SHTC), Hc2 est plus proche de
H2. La nature à l’époque encore controversée de MgB2 conduisait donc à des analyses
différentes et il était nécessaire de trouver un critère “universel” thermodynamique.
Deux grandeurs thermodynamiques peuvent être utilisées : l’aimantation réversible
Mrev

1 qui est la dérivée de la densité d’énergie libre de Gibbs (G) par rapport au

1les mesures d’aimantation comportent deux contributions :
- l’aimantation réversible correspondant aux courants d’écrantage des bords et des vortex,
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Figure 3.2: Lignes Hc2(T ) du diagramme de phases obtenues à partir de mesures de
résistivité sur des polycristaux. Le critère adopté pour déterminer Hc2 à partir de ces
mesures est respectivement R = Rn, R = 0.9Rn, R = 0.5Rn, R = 0.05Rn (où Rn est
la résistance à l’état normal). En insert, mesures de magnétorésistance à différentes
températures obtenues sur des monocristaux.

champ, et la chaleur spécifique (C) qui est la dérivée de l’entropie (S) par rapport à
la température c’est-à-dire la dérivée seconde de la densité d’énergie libre de Gibbs
(G) par rapport à la température. La relation entre ces quantités est donnée par les
équations classiques de la thermodynamique :

Mrev = −∂G
∂B

(3.1)

C

T
=
∂S

∂T
= −∂

2G

∂T 2
(3.2)

La transition supraconductrice, dans les supraconducteurs de type II, est une transition
du second ordre. Dans un modèle de champ moyen, ce type de transition se traduit
par un saut de chaleur spécifique et un changement de pente de l’aimantation. Nous
avons décidé d’effectuer des mesures de chaleur spécifique, dont l’anomalie semblait

- l’aimantation irréversible provenant des différents phénomènes d’irréversibilité comme la répartition
inhomogène des vortex dans l’échantillon ou les barrières de surface à l’entrée des vortex.
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plus aisée à détecter. Mais d’autres groupes, comme celui d’Argonne, se sont aventurés
avec succès, dans la mesure de l’aimantation [9].

3.3 Technique expérimentale : mesures de chaleur

spécifique

Rappelons tout d’abord que la chaleur spécifique, C, est définie comme la quan-
tité d’énergie qu’il faut fournir à un corps pour élever sa température d’un degré.
La grande force de la chaleur spécifique tient au fait qu’elle concerne le volume de
l’échantillon. Contrairement à d’autres techniques comme la résistivité, elle est insen-
sible à l’éventuelle existence d’une phase minoritaire en surface. On va voir, dans la
suite, que cette propriété a été déterminante pour étudier proprement la transition de
phase état normal supraconducteur Hc2(T ).

3.3.1 Principes généraux

Nos mesures de chaleur spécifique ont été effectuées à la fois au Laboratoire de Cryo-
physique (CEA/DRFMC/SPSMS) et au Laboratoire d’Etude des Propriétés Electron-
iques des Solides (CNRS/LEPES) en collaboration avec René Brusetti. Parmi la di-
versité des techniques de mesures de chaleur spécifique qui existent, nous avons choisi
la méthode alternative. Contrairement à d’autres techniques, comme la mesure adia-
batique, la technique alternative présente en effet l’avantage de combiner grande sen-
sibilité 2 et mesure d’échantillons de petite taille, jusqu’à une masse de l’ordre de
quelques centaines de nano grammes (ce qui correspond à la taille de nos échantillons).
Elle permet également de travailler à basse température (de 2 à 300 K) et sous champ
magnétique (nous avons travaillé jusqu’à 16 T). Elle ne permet cependant pas d’effectuer
de mesure totalement quantitative de la chaleur spécifique. Le principe de cette tech-
nique est simple : il consiste à étudier l’évolution de la température d’un échantillon
en réponse à un chauffage alternatif. Nous présentons une version simplifiée de la
description donnée dans la référence [10]. Le montage est présenté schématiquement
ci-dessous (figure 3.3), et a été développé par Frédéric Bouquet dans sa thèse [11].

L’échantillon est faiblement couplé à un bain par une conduction thermique K. Il
reçoit une puissance sinusöıdale P = P0(1 + cosωt). En réponse à cette excitation,
la température de l’échantillon oscille avec une amplitude en partie déterminée par sa

2La sensibilité peut être définie comme la capacité à détecter une variation relative de la quantité
mesurée. Une bonne estimation de la sensibilté est donnée par le rapport signal sur bruit
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Figure 3.3: Principe de la mesure alternative tiré de la thèse de F. Bouquet [11].
τ1 = C/K est le temps de relaxation entre l’échantillon et le bain thermique. τ2 car-
actérise le temps de mise en équilibre interne de l’échantillon ainsi que les différents
couplages thermiques entre l’échantillon et le chauffage ou le thermomètre.

chaleur spécifique C. De façon générale, on peut écrire :

T = Tbain + Tdc + Tac cos (ωt+ ϕ) (3.3)

où

Tdc = P0/K (3.4)

représente l’échauffement moyen de l’échantillon et

Tac =
P0

Cω

(
1 + ω2τ2

2 +
1

ω2τ12

)− 1
2

(3.5)

est l’amplitude des oscillations de température. Dans l’équation précédente, τ1 et τ2
sont les temps caractéristiques de couplage thermique dans le montage, représentés dans
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la figure 3.3. τ1 = C/K est le temps de relaxation entre l’échantillon et le bain ther-
mique. τ2 caractérise quant à lui le temps de mise en équilibre interne de l’échantillon
ainsi que les différents couplages thermiques entre l’échantillon et le chauffage ou le
thermomètre.

Si ω � τ−1
2 , l’excitation est trop rapide pour le montage. Lorsque ω � τ−1

2 , on
peut négliger ce terme dans l’équation 3.5 et la réécrire en notation complexe comme
suit :

T ac =
P0

K + iCω
(3.6)

A basse fréquence, lorsque ω � τ−1
1 , la totalité de l’énergie fournie par le chauffage est

transmise au bain par la fuite thermique et l’amplitude des oscillations de température
ne dépend pas de la chaleur spécifique de l’échantillon : Tac = Tdc = P0/K. Pour
être dans des conditions idéales, il faut travailler à une fréquence ω comprise entre τ−1

1

et τ−1
2 . La partie alternative de la puissance est alors trop rapide pour le temps de

relaxation τ1. Cette puissance va servir uniquement aux variations de température de
l’échantillon. Dans cette gamme de fréquences, on peut considérer que les échanges
thermiques sont quasi-adiabatiques. Tac est alors inversement proportionnel à Cω. La
mesure de Tac permet donc d’obtenir la valeur de la chaleur spécifique.

Il est important d’avoir à l’esprit que les équations précédentes ont été établies en
considérant que l’équilibre thermodynamique était constamment atteint et qu’on ne
s’intéresse qu’à la partie oscillant à la fréquence ω du signal alternatif. Cette technique
mesure donc la capacité d’un échantillon à échanger de manière réversible de l’énergie
thermique à une fréquence donnée. Elle mesure le nombre de vortex et non pas leur
répartition. Il faut également noter que ces équations ont été établies dans l’hypothèse
d’un bon collage, d’un bon chauffage de l’échantillon et en négligeant la conductivité
thermique de l’échantillon qui pourraient induire des gradients de température.

3.3.2 Dispositif expérimental

Pour mesurer la chaleur spécifique par la méthode alternative, il faut donc un chauffage,
un thermomètre et une fuite thermique. Le dispositif expérimental a été développé au
Laboratoire de CryoPhysique du CEA/Grenoble principalement par A. Carrington afin
de mesurer des échantillons de petite taille.

Les échantillons que nous avons mesurés ont des dimensions de l’ordre de quelques
dizaines de µm. Il est important de limiter au maximum les addendas. Pour cela,
l’échantillon est directement collé sur un thermocouple et on utilise une source lu-
mineuse comme chauffage. Le thermocouple sert à la fois de support de l’échantillon,
de thermomètre et de fuite thermique. C’est un thermocouple chromel - constantan
(dont la sensibilité est bien adapté à nos mesures) soudé en croix. L’énergie lumineuse
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est fournie par une diode électroluminescente et est convoyée par fibre optique. Elle
permet d’exciter thermiquement l’échantillon sans contact. En contrepartie, on ne
connâıt pas la puissance P0 reçue par l’échantillon et on ne peut donc pas avoir une
mesure absolue de la chaleur spécifique. Elle reste cependant constante tout au long
de la mesure, grâce à une régulation de la température de la diode, qui permet d’éviter
les variations de puissance émise.

Diode

Nanovoltmètre
Vdc ! Tdc

Fibre optique

Préampli

!100

Transformateur
!100

échantillon

Chromel-Constantan
Thermocouple

Détection

synchrone

Vac

Tac

!Pac

Figure 3.4: Schéma simplifié du dispositif expérimental. La détection synchrone fournit
une puissance alternative Pac pour alimenter la diode. Elle mesure également la partie
alternative du signal de sortie détecté par le thermocouple. Le nanovolmètre mesure la
partie continue de ce signal.

La mesure du signal est classique : la partie continue du signal est mesurée par
un nanovoltmètre et donne la température moyenne de l’échantillon. La partie alter-
native est d’abord amplifiée par un transformateur bas bruit (gain 100), puis par un
préamplificateur (gain 100 également) et est ensuite mesurée par une détection syn-
chrone, qui extrait la composante à la fréquence d’excitation ω. La figure 3.4 représente
le schéma simplifié du dispositif. La sensibilité typique que permet d’atteindre ce dis-
positif est de l’ordre de 10−4 de la chaleur spécifique totale.
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Le dispositif expérimental développé au LCP est adapté à un cryostat dont la
bobine produit un champ magnétique vertical. Il ne nous permet donc pas de mesurer
la chaleur spécifique en appliquant le champ magnétique autrement que dans une
direction parallèle à l’axe c de l’échantillon. Cependant, nous avons pu adapter la
canne de mesure de manière à mesurer l’échantillon dans la configuration où le champ
magnétique est perpendiculaire à cet axe, en fixant le porte-échantillon différemment
sur la canne. Les fibres optiques sont courbées dans leur partie finale, car elles doivent
éclairer l’échantillon selon un axe horizontal3.

Pour faire varier continûment l’angle entre l’axe c de l’échantillon et le champ
magnétique, la solution la plus simple a été d’adapter une canne de mesure de chaleur
spécifique de manière à pouvoir l’utiliser dans une bobine split-coil qui génère un champ
magnétique horizontal. Cependant, l’ouverture d’une telle bobine est réduite à 35 mm,
moitié moins que celle de la bobine à champ vertical. Le système de chauffage par diode
et fibre optique est alors inutilisable car il n’est plus possible de courber les fibres dans
un encombrement de 35 mm sans les casser. Nous avons utilisé un porte échantillon
basé sur une variante de la technique de mesure exposée précédemment. Le montage
qui a été développé en collaboration avec René Brusetti ne sera par présenté ici.

La mesure de température s’effectue avec un thermocouple chromel-constantan.
Le choix du thermocouple (par rapport à des thermomètres résistifs classiques par
exemple) s’avère bien adapté à des échantillons de petite taille (donc de petit C) comme
les nôtres. Mais si le rapport signal sur bruit est amélioré par la technique alternative,
les signaux à mesurer sont très faibles et très sensibles à l’environnement.

Les fils de chromel et de constantan ont une épaisseur de 12 ou 25 µm et sont
aplatis avant d’être soudés en croix à l’aide d’un appareil à soudure par décharge. Ils
possèdent une résistance d’une dizaine d’ohms environ. Le pouvoir thermoélectrique
s du thermocouple, qui permet de traduire la tension en température (V = sT ) varie
en fonction de la température et du champ magnétique. Pour effectuer des mesures
de 10 à 40 K et jusqu’à 16 T, il est important de corriger les variations du pouvoir
thermoélectrique afin de conserver toute la sensibilité de l’expérience.

Le calibrage en fonction du champ du thermocouple avait été effectué dans le cadre
de la thèse de Sylvain Blanchard [12]. Son principe consiste à mesurer un échantillon
d’argent pur dont la chaleur spécifique est connue pour être indépendante du champ
magnétique. À température constante, la variation en fonction du champ magnétique
du signal alternatif mesuré correspond donc à la variation du pouvoir thermoélectrique
du thermocouple. Malheureusement, la probable présence d’impuretés magnétiques
dans les étalons d’argent a rendu caduque ce calibrage et nous avons du le refaire en
utilisant cette fois du silicium.

3les dimensions d’un échantillon sont de l’ordre de 200 × 100 µm2 pour une épaisseur de 25 µm.
La lumière de chauffage doit quant à elle éclairer l’échantillon sur sa plus grande surface.
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3.4 Diagramme de phases et Anisotropie

3.4.1 Anomalie de chaleur spécifique

La chaleur spécifique mesurée comporte les contributions des phonons, des électrons et
d’éventuelles impuretés magnétiques. Afin d’en extraire la seule composante électro-
nique, on soustrait à la courbe mesurée à un champ H, une courbe mesurée à un
champ Hn > Hc2 (i.e. dans l’état normal). Suivant l’axe c, Hc2 ≈ 3 T, l’état normal
est accessible avec nos bobines supraconductrices. Dans le plan ab, Hc2 ≈ 16 T.
Atteindre l’état normal dans cette direction nécessite donc un dispositif particulier.
On peut toutefois utiliser l’état normal de l’autre direction comme ligne de base. Les
deux courbes brutes sont présentées figure 3.5.
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Figure 3.5: Dépendance de l’inverse du module du signal (relié à la chaleur spécifique)
en fonction de la température. Les symboles creux correspondent à un champ appliqué
de 4 T parallèlement à l’axe c : l’échantillon est dans l’état normal et la courbe sert
de ligne de base pour supprimer la contribution des phonons. Les symboles pleins
représentent une courbe en champ nul.

En supprimant ainsi les autres contributions, on peut déterminer la dépendance en
température de la chaleur spécifique pour un échantillon vierge de MgB2 à différents
champs magnétiques orientés suivant l’axe c et dans le plan ab. La figure 3.6 présente
ces courbes où les champs maximum utilisés sont respectivement 2 T et 7 T. Les
mesures ne sont pas quantitatives et sont présentées en unités arbitraires.
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Figure 3.6: Dépendance en température de l’anomalie de chaleur spécifique (∆Cp =
Cp(H,T ) − Cp(7T, T )) dans un échantillon vierge de MgB2, pour différents champs
magnétiques. Les symboles vides ont été obtenus pour H//c, les symboles pleins pour
H//ab.

La très bonne qualité des cristaux permet d’obtenir des anomalies étroites dont la
largeur est de l’ordre de 1 K en champ nul. La température critique est de 36.5 K.
L’amplitude de la transition en champ nul représente environ 3% du signal total. Cette
valeur est 5 à 6 fois plus petite que celle obtenue dans les meilleurs polycristaux. Ceci
peut s’expliquer par la petite taille de nos échantillons monocristallins (∼ quelques 100
ng) qui génère un faible signal laissant une part importante aux addenda.

Lorsque le champ magnétique augmente, l’anomalie reste très bien définie (faible
élargissement de moins de 2 K) ce qui nous permet de suivre en détail son évolution
et de construire avec précision le diagramme de phases. Dans les polycristaux, un fort
élargissement de l’anomalie avait été observé et attribué aux fluctuations thermiques
ainsi qu’à l’anisotropie [13, 14]. Nos mesures semblent donc réfuter cette dernière
hypothèse et indiquent que l’arrangement aléatoire des grains anisotropes dans les
polycristaux est seul responsable de l’élargissement.

L’amplitude de l’anomalie de chaleur spécifique décrôıt rapidement lorsque le champ
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magnétique augmente. Un tel comportement avait déjà été observé dans les supra-
conducteurs à haute température critique [15, 16] et est habituellement attribué à
la présence de fluctuations thermiques fortement dépendantes du champ magnétique.
Mais cette explication n’est pas valable pour MgB2 dans lequel les fluctuations ther-
miques sont plus faibles4. En revanche, la valeur de l’amplitude du saut est reliée à
celle du coefficient de Sommerfeld. En effet, la loi de conservation de l’entropie donne
que les aires hachurées A et B sur la figure 3.7, doivent être égales. La diminution de
l’amplitude de l’anomalie suggère donc une augmentation rapide et non linéaire de la
chaleur spécifique à basse température, c’est-à-dire une augmentation rapide du coeffi-
cient de Sommerfeld. La loi de conservation de l’entropie nous donne pour H∼0.5Hc2,
γ ∼ 0.9γn, où γn est directement relié à la densité d’électrons normaux.
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Figure 3.7: Conservation de l’entropie sur les courbes de chaleur spécifique. Les aires
hachurées A et B doivent être égales. La variation de la position de γ avec le champ
magnétique est donc reliée à l’amplitude du saut à Tc.

La dépendance de γ avec le champ a été entièrement mesurée à basse température.
Elle sera présentée au chapitre V. On peut néanmoins préciser que son augmentation
rapide est reliée à la présence des 2 gaps.

4Ces fluctuations sont quantifiées par le nombre de Ginzburg : Gi = 1
2 ( kBTcΓ

µ0H2
c (0)ξ3(0) )

2 qui est de
l’ordre de 10−5 dans MgB2
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La détermination du point de transition état normal supraconducteur peut se faire
à l’aide de plusieurs critères dans les courbes de chaleur spécifique. On peut choisir le
pied de la transition (moment où l’on quitte l’état normal), le point d’inflexion (situé
au milieu de la transition) et le sommet de la transition (point où C est maximal
sur nos courbes renormalisées). Nous avons opté pour le point d’inflexion mais les
transitions étant étroites, le choix du critère ne modifie pas le comportement de la
ligne Hc2(T ). En comparant les valeurs obtenues avec celles mesurées en résistivité,
nous avons pu faire correspondre Hc2 au champ caractéristique H1 que nous avons
présenté au début de ce chapitre. Reste alors la question du champ H2. Il fut identifié
par Welp et al [17] au champ caractéristique de la supraconductivité de surface Hc3.
Nos mesures de chaleur spécifique, uniquement sensibles au volume de l’échantillon
n’ont pas détecté d’anomalie à ce champ contrairement aux mesures de résistivité,
particulièrement sensibles aux effets de surfaces.

3.4.2 Diagramme de phases H − T et Anisotropie

En complément des mesures de résistivité à haut champ effectuées par nos collabora-
teurs slovaques et de chaleur spécifique, nous avons effectué des mesures de suscepti-
bilité alternative. Ces dernières mesures, qui présentent un effet particulier appelé effet
de pic seront abordées au chapitre VI. On peut toutefois préciser que la transition est
relevée au point où commence le comportement diamagnétique de l’échantillon comme
présenté figure 3.8.

A l’aide de ces différentes méthodes, nous avons donc pu déterminer les lignes de
transition de phase Hc2(T ) complètes de MgB2 dans les deux directions. Elles sont
présentées en figure 3.9.

Comme attendu pour un supraconducteur de type II, Hc2//c varie linéairement près
de Tc et sature à basse température ( µ0Hc2//c ∼ 3.5 T). Mais la dépendance de Hc2//ab

avec la température présente une courbure positive près de Tc qui se transforme en
courbure négative près de 20 K et sature à plus au champ ∼ 17 T. Un tel comportement
a également été observé dans les cuprates, les carbures de Bore, NbSe2 et (K,Ba)BiO3.
Concernant les cuprates, de nombreux modèles théoriques ont tenté d’expliquer cette
courbure par une séparation spin-charge [18] ou bien par un très fort couplage électron-
phonon [19]. Dans (K,Ba)BiO3, cette courbure est liée à des effets de fluctuations
thermiques [20].

Mais la courbure positive dans MgB2 trouve son origine à la présence de deux gaps
faiblement couplés [19]. Une conséquence directe de cette courbure est la dépendance
anormale avec la température de l’anisotropie Γ=Hc2//ab/Hc2//c. En général, dans les
supraconducteurs de type II, cette anisotropie est indépendante du champ et très peu
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Figure 3.8: Susceptibilité alternative versus température à différents champs
magnétiques appliqués dans les deux directions principales. L’amplitude de l’excitation
est d’environ 3G et sa fréquence de 23Hz. Le critère utilisé pour déterminer la ligne
Hc2(T ) est le début du comportement diamagnétique (point où χ 6= 0).

dépendante de la température (au maximum 20%). La figure 3.10 montre que, dans le
cas deMgB2, l’anisotropie varie entre 5, à basse température et 2, à haute température.

Cette dépendance de l’anisotropie avec la température a également été mise en
évidence par d’autres groupes. Des mesures de magnétométrie effectuées par Angst
et al. [22] et Zehetmayer et al. [23] ainsi que des mesures de conductivité thermique
réalisées par Sologubenko et al. [24] ont donné des champs critiques cöıncidant avec
les nôtres qui, rappelons-le, ont été déduits à partir des mesures thermodynamiques de
chaleur spécifique. La cöıncidence de ces résultats est très intéressante. En effet, on a
observé dans de nombreux supraconducteurs à haute température critique, que les fluc-
tuations élargissaient les transitions de l’état normal à l’état supraconducteur. Ainsi,
l’existence d’une ligne de fusion du réseau de vortex vient perturber la détermination
de la ligne Hc2(T ). Par exemple, dans les mesures de résistivité, le champ que nous
avons repéré H1 correspond au champ de fusion, Hc2 se situe alors près de H2. Dans le
cas de MgB2, on ne s’attendait pas à ce que les fluctuations jouent un rôle significatif.
C’est ce qui a été confirmé par nos mesures de chaleur spécifique.

Dahm et al. [19] ont proposé un modèle qui permet de comprendre la dépendance
anormale de l’anisotropie avec la température et la courbure positive de Hc2//ab près
de Tc. Ce modèle est basé sur deux propriétés originales de MgB2. La première est
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Figure 3.9: Diagramme de phases Hc2(T ) pour H//c (symboles vides) et H//ab (sym-
boles pleins). Les cercles représentent les mesures de résistivité, les triangles, celles
susceptibilité et les carrés, les mesures de chaleur spécifique

la présence de deux gaps supraconducteurs couplés : un petit gap issu de la bande π,
tridimensionnelle et quasi isotrope et un grand gap issu de la bande σ, bidimension-
nelle (quasi cylindrique) et anisotrope. La seconde réside dans le fait que la surface de
Fermi a une topologie complexe. Les bandes intervenant dans la supraconductivité ont
des vitesses de Fermi dont les composantes suivant l’axe c sont différentes. Elles sont
données dans le chapitre II. Or le paramètre d’anisotropie de Hc2 dépend à la fois du
couplage interbande 5 et des vitesses de Fermi des deux bandes dans les deux directions.
Comme le couplage varie en fonction du champ et de la température, l’expression de
l’anisotropie varie également en fonction de la position dans le diagramme de phase
H-T .

Ainsi, à basse température et haut champ, le couplage est très faible, la bande σ

5Ce sont les diffuseurs (impuretés) présents dans le matériau qui sont responsables aussi bien de
ce couplage que des diffusions intrabandes. Toutefois, du fait de la différence de symétrie des deux
bandes, les diffusions interbandes sont bien plus faibles que celles qui ont lieu à l’intérieur des bandes
elles mêmes.
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Figure 3.10: Dépendance en température de l’anisotropie du champ critique supérieur
Γ(T ). Les cercles représentent les mesures de transport, les triangles celles de suscep-
tibilité et les carrés celles de chaleur spécifique.

domine. L’anisotropie s’écrit alors :

Γ(0) = 1/
√

2.

√
〈v2

σ,ab〉
〈v2

σ,c〉
(3.7)

Et elle vaut ∼ 5.

Près de Tc, le couplage augmente et l’expression de l’anisotropie devient :

Γ(Tc) = 1/
√

2.

√
(1− ν)〈v2

σ,ab〉+ ν〈v2
π,ab〉

(1− ν)〈v2
σ,c〉+ ν〈v2

π,c〉
(3.8)

où ν est le paramètre de couplage. Celui-ci reste faible mais comme vπ,c est grande
devant vσ,c, la bande π peut contribuer à la diminution de l’anisotropie et celle-ci tombe
à ∼ 2.

La dépendance en température de l’anisotropie de Hc2 apparâıt donc comme une
intersection entre un régime basse température dominé par la bande anisotrope σ et
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un régime haute température où se mélangent les deux bandes. Ce modèle théorique
est en très bon accord avec nos mesures. On retrouve en effet bien les valeurs extrêmes
prédites et même le comportement général de l’anisotropie avec la température en
ajustant le paramètre de couplage ainsi que le paramètre de distorsion suivant l’axe c
de la bande π (i.e. paramètre de courbure du quasi-cylindre qui modélise la bande π
suivant son axe de révolution).
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Chapitre 4

Mécanisme de Pénétration du Flux
Magnétique

4.1 Introduction

Le champ critique inférieur Hc1 est défini comme le champ thermodynamique corre-
spondant au passage de l’état Meissner, où le champ est expulsé, à l’état mixte, où des
lignes de flux appelées vortex peuvent pénétrer (figure 4.1).

L’entrée des vortex dans le matériau est perturbée par différents mécanismes comme
les barrières de Bean Livingston ou les barrières géométriques, qui rendent la détermi-
nation de Hc1 délicate. Dans ce chapitre, après avoir détaillé ces mécanismes, nous
présenterons les mesures réalisées avec des sondes de Hall qui ont permis de les mettre
en évidence. Puis nous proposerons la dépendance en fonction de la température du
champ critique inférieur et de son anisotropie.

4.2 Le tout aussi problématique Hc1

A l’instar du champ critique supérieur Hc2, il existait une grande disparité dans les
résultats concernant le champ critique inférieur Hc1 dans MgB2. On trouvait en effet
dans la littérature des valeurs de Hc1//c(0) (selon l’axe c et à basse température) variant

de 0.05 T [1] à 0.25 T [2] et des anisotropies ΓHc1 =
Hc1//c(0)

Hc1//ab(0)
comprises entre 1 et 2.
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Figure 4.1: Diagramme de phases H-T . La ligne de couleur claire correspond à la
transition Hc1(T ) entre l’état Meissner et l’état mixte.

La responsabilité de ce flou expérimental incombait à deux difficultés majeures dans
la détermination du champ critique inférieur.

La première réside dans le fait que, quelque soit la technique expérimentale em-
ployée, on ne mesure pas Hc1 directement mais Hp, le champ de première pénétration.
Il s’agit du champ pour lequel on détecte que le premier vortex a entièrement pénétré
dans l’échantillon. La déduction de Hc1 à partir de Hp n’est pas triviale. Elle se con-
fronte à trois problèmes. Le premier réside dans le fait que le champ H à l’intérieur de
l’échantillon n’est pas le même que le champ appliqué Ha. Ces deux champs sont en
effet reliés par :

H = Ha +Hd (4.1)

où Hd est le champ “démagnétisant”1. Ce champ est relié à H par des coefficients
géométriques propres à l’échantillon. Le second problème est un effet dû à la géométrie
de l’échantillon. En effet, la condition de pénétration du premier vortex dans l’échantillon
est : H=Hc1. Si l’échantillon a une forme elliptique, cette condition est remplie
en même temps en tout point de la surface de l’échantillon. Mais dans le cas où
l’échantillon a une forme différente, la condition n’est pas remplie partout en même
temps. En effet, le champ s’accumule au bord de l’échantillon mais l’accumulation
est maximale près des coins. A cet endroit, la condition H=Hc1 sera donc remplie en

1Cette terminologie provient du magnétisme mais il serait plus juste de qualifier ce champ de
magnétisant. En effet, dans le cas des supraconducteurs, Hd est positif et H est supérieur à Ha
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premier lieu et des lignes de flux pourront pénétrer dans l’échantillon. Cet effet dû à la
géométrie de l’échantillon va donc compliquer considérablement la relation entre Hc1 et
Hp. Comme on le verra plus tard, on l’appelle effet des barrières géométriques. Enfin,
la présence éventuelle d’un autre type de barrières, les barrières de Bean Livingston,
peut encore modifier la déduction de Hc1. Ne pas tenir compte de ces différents ef-
fets peut conduire à de grossières erreurs. Il est donc nécessaire de bien connâıtre la
géométrie de l’échantillon ainsi que le mécanisme d’entrée des vortex pour déterminer
le champ critique inférieur.

La deuxième grande difficulté réside dans la technique de mesure deHp. La méthode
la plus répandue est la mesure globale de la courbe de première aimantation. Comme
son nom l’indique, elle est sensible à l’ensemble du volume de l’échantillon. Ainsi, on
peut noter que la présence de lignes de flux dans les coins de l’échantillon avant la
pénétration du premier vortex provoque un écart à l’état Meissner (où M = - H avec
M l’aimantation de l’échantillon) qui augmente avec le champ. La détermination de la
pénétration du premier vortex devient alors très délicate.
Une autre difficulté dans la détermination de Hp survient dans les mesures locales en
présence de piégeage volumique. Dans ce cas, le vortex peut entrer dans l’échantillon et
être immédiatement piégé par les défauts du volume. La sonde locale, si elle n’est pas
située au lieu du piégeage ne détectera pas l’entrée du vortex. La mesure du champ de
première pénétration demeure donc très délicate. On verra dans ce chapitre comment
on peut contourner les différentes difficultés et constater que notre composé MgB2 s’est
avéré être un excellent candidat pour cette mesure.

4.3 Mécanisme d’entrée des vortex dans l’échantillon

Afin de se persuader de l’importance des coins de l’échantillon lors de la pénétration des
vortex, nous allons comparer deux situations : le cas où l’échantillon ne comporte pas
de coin (barreau infini à section ellipsöıdale) et celui où il en possède (barreau infini à
section rectangulaire). Ce choix de comparaison est arbitraire et nous aurions tout aussi
bien pu choisir de comparer un disque et l’ellipsöıde de révolution qui lui est associée.
Les mécanismes mis en jeu demeureraient inchangés. Seuls certains coefficients (que
nous mentionnerons) seraient modifiés.

4.3.1 Approche classique : l’ellipse

L’échantillon est donc un barreau de section ellipsöıdale. On le plonge dans un champ
magnétique orienté perpendiculairement au plan formé par la longueur infinie et le
grand axe de l’ellipse (figure 4.2), noté Ha.
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Figure 4.2: Schéma représentatif d’un échantillon à section elliptique plongé (de grand
axe 2w et de petit axe d) dans un champ magnétique appliqué suivant le petit axe.

Du fait de l’expulsion du champ magnétique dans l’état Meissner, les lignes de flux
sont détournées de leur “droit chemin”. Elles contournent l’échantillon et s’accumulent
le long de ses bords. Le champ magnétique y est ainsi plus intense comme le montre la
figure 4.3. Lorsque le champ magnétique cumulé aux bords, noté He, atteint la valeur
du champ critique inférieur Hc1, le premier vortex peut entrer dans l’échantillon (figure
4.5). A cause de la géométrie elliptique, la condition He=Hc1 est remplie en tout point
du bord de l’échantillon (figure 4.4). C’est là la particularité de l’ellipsöıde.

Figure 4.3: Le champ appliqué ne pénètre pas dans l’échantillon. Les lignes de flux sont
déviées. Elles s’accumulent sur les bords où le champ est supérieur au champ appliqué
et inférieur au champ critique : Ha < He < Hc1.

Si l’échantillon ne présente pas de piégeage volumique, le vortex se dirige directe-
ment au centre de l’échantillon. Sinon, il est piégé par les défauts avant de pouvoir
atteindre le centre. Une fois que le premier vortex a ouvert la voie, les autres peuvent
pénétrer progressivement dans l’échantillon.

Lorsque la condition He=Hc1 est remplie aux bords et que le premier vortex est
entré, l’expérimentateur mesure le champ appliqué Ha qui est égal au champ de
première pénétration Hp et :

H = Ha +Hd (4.2)
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Figure 4.4: La condition He=Hc1 est remplie en tout point de la surface de
l’échantillon. Le premier vortex peut pénétrer dans l’échantillon.

Figure 4.5: Le premier vortex entre dans l’échantillon. En absence de piégeage de
volume, il se dirige au centre.

Hd = −N.M (4.3)

M = −H = −He = −Hc1 (4.4)

d’où

Hc1 =
Hp

1−N
(4.5)

avec N “coefficient démagnétisant” qui dépend de la géométrie de l’ellipse.
Pour un faible rapport petit axe (noté d) sur grand axe (noté 2w), on a :

Hp ≡ Hc1.
d

2w
(4.6)

4.3.2 Approche réaliste : les barrières géométriques

La configuration est la même que précédemment mais cette fois, l’échantillon est un
barreau infini de section rectangulaire (figure 4.6). La description faite ici est une
simplification des modèles proposés par Brandt [19] ainsi que par Zeldov et al. [4].

Tout comme précédemment, dans l’état Meissner (si on peut encore le qualifier
comme tel du fait de la présence de lignes de champ dans les coins), le corps de
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Figure 4.6: Schéma représentatif d’un échantillon à section rectangulaire (de largeur
2w et d’épaisseur d) plongé dans un champ magnétique appliqué suivant l’épaisseur.

l’échantillon expulse les lignes de champ qui se concentrent sur les bords. Mais con-
trairement au cas de l’ellipse, la forme rectangulaire de l’échantillon rend l’accumulation
plus importante près des coins. Ainsi, la condition He=Hc1 n’est pas remplie en même
temps en tout point des bords de l’échantillon et des lignes de flux peuvent pénétrer
par les coins comme le montre la figure 4.7. Plus on augmente le champ extérieur, plus
le point du bord où la condition He=Hc1 est remplie se déplace vers le milieu des faces.
Lorsque cette condition est atteinte au milieu (figure 4.8), le premier vortex peut entrer
(figure 4.9). Dans ce cas, le champ appliqué Ha, mesuré par l’expérimentateur est égal
au champ de première pénétration Hp.

I now apply this method to long superconductor strips of

rectangular cross section (!x!!a ,!y !!b) in a perpendicular

field Ba!Ba(t) ŷ with no applied current. In this geometry

J!J(x ,y) ẑ, E!E(x ,y) ẑ, and A!A(x ,y) ẑ have only one

component and B!Bx(x ,y) x̂"By(x ,y) ŷ and H(B)

!BH(B)/B have two. The required 2D integral kernel

Q(x ,y ;x!,y!)!("0/2#)ln!r#r!! is obtained by integrating
the 3D kernel Q(r,r!)!"0 /(4#!r#r!!) along z!. Account-
ing for the symmetry J(x ,y)!#J(#x ,y)!J(x ,#y) one ar-

rives at the kernel Q sym(x ,y ;x!,y!), Eq. $8% of Ref. 10. We
may thus use the same numerical method as in Refs. 10 and

11, where also the extension to short cylinders in an axial

field is described, and insert some new steps which compute

from J the required JH!&'$H(B)(• ẑ.
Here I present some selected results obtained with con-

stant Jc and )!20. The four input parameters are now b/a

$aspect ratio%, Hc1 $lower critical field%, Jc $volume pinning%,
and ) $creep exponent%. In units a!"0!1 with ramp rate

!Ḃa!!1, I chose *0!40 in Eq. $8% if Jc+0 but *0!200
$large flux flow rate% if Jc!0 to ensure complete relaxation

to the pin-free static solution. The program allows us to
monitor the flux motion in real time, but high accuracy is
still difficult to achieve.
Figure 1 shows three magnetization loops M (Ba) of strips

with b/a!0.5 and finite Bc1!"0Hc1 for Jc!0, 0.5, and 1 in
units of Hc1 /a . Note the asymmetric hysteresis in the ab-

sence of volume pinning (Jc!0), which reflects the geomet-
ric barrier. Finite Jc broadens this hysteresis nearly sym-

metrically about the pin-free curve at !Ba!%Bc1 . For Jc!0
the maximum magnetic moment !M ! occurs at almost the
same field Ben where the first flux lines enter and jump to the

center of the strip. For b/a!0.2 $0.3, 0.5, 0.7, 1, 1.4, 2, 3, 4,
5, 7, 10% this entry field is Ben!Bc1$0.247 $0.304, 0.396,
0.465, 0.541, 0.611, 0.682, 0.745, 0.796, 0.834, 0.882,

0.910%. In the thin-strip limit b&a , I find Ben /Bc1

!0.56!b/a . A good fit for all aspect ratios 0'b/a', is

Ben-Bc1 tanh!0.36b/a . $9%

This computed entry field for rectangular strips has the cor-

rect limit Ben.!b/a for b&a , but it is smaller than previous

thin-strip estimates Ben /Bc1!(0.95•••1)!b/a .3,6 It is still
much larger than the entry field of strips with elliptical cross

section, Ben /Bc1!b/(a"b)→b/a for b&a .13 For disks

with radius a the constant 0.36 in Eq. $9% is replaced by 0.67.
The magnetic field in the pure Meissner case Jc!0 is

shown in Fig. 2 for a thick strip with b/a!0.5 in cycled field

FIG. 2. Magnetic field lines of a pin-free (Jc!0,Bc1%0) super-
conductor long strip with side ratio b/a!0.5 in increasing and then
decreasing perpendicular field Ba(t)/Bc1!0→1→#1 $from top to
bottom, see text%. First flux jumps to the center at !Ba!/Bc1!0.4.
The dashed lines are the contours of the current density J(x ,y).

FIG. 3. Magnetic field lines of a superconductor strip with

b/a!0.3 and strong pinning after increasing and then decreasing
the field Ba /("0Jca)!0→0.44→#0.08 for Hc1!0 $top% and
Hc1!aJc/5 $middle%. Bottom: Current density J(x ,y) in a strip

with b/a!0.5,Jc%0, and Hc1!aJc/4 in increasing field Ba

!0.35"0Jca!1.4Bc1 .
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Figure 4.7: Les lignes de champ sont expulsées par le volume de l’échantillon. Elles
sont déviées et s’accumulent sur les bords. Du fait de la géométrie rectangulaire,
l’accumulation n’est pas homogène. En tout point de la surface, le champ est plus
élevé que le champ appliqué : Ha < He mais près des coins, certains points ont déjà
atteint la condition He = Hc1 et des morceaux de vortex ont pénétré.
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!BH(B)/B have two. The required 2D integral kernel
Q(x ,y ;x!,y!)!("0/2#)ln!r#r!! is obtained by integrating
the 3D kernel Q(r,r!)!"0 /(4#!r#r!!) along z!. Account-
ing for the symmetry J(x ,y)!#J(#x ,y)!J(x ,#y) one ar-
rives at the kernel Q sym(x ,y ;x!,y!), Eq. $8% of Ref. 10. We
may thus use the same numerical method as in Refs. 10 and
11, where also the extension to short cylinders in an axial
field is described, and insert some new steps which compute
from J the required JH!&'$H(B)(• ẑ.
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PRB 59 3371BRIEF REPORTS

Figure 4.8: A mesure que le champ augmente, le point où la condition He = Hc1 se
décale vers le centre de la surface. Le schéma représente le moment où la condition
vient d’être remplie au dernier point de l’échantillon. On a alors Ha = Hp.
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field is described, and insert some new steps which compute

from J the required JH!&'$H(B)(• ẑ.
Here I present some selected results obtained with con-

stant Jc and )!20. The four input parameters are now b/a

$aspect ratio%, Hc1 $lower critical field%, Jc $volume pinning%,
and ) $creep exponent%. In units a!"0!1 with ramp rate

!Ḃa!!1, I chose *0!40 in Eq. $8% if Jc+0 but *0!200
$large flux flow rate% if Jc!0 to ensure complete relaxation

to the pin-free static solution. The program allows us to
monitor the flux motion in real time, but high accuracy is
still difficult to achieve.
Figure 1 shows three magnetization loops M (Ba) of strips

with b/a!0.5 and finite Bc1!"0Hc1 for Jc!0, 0.5, and 1 in
units of Hc1 /a . Note the asymmetric hysteresis in the ab-

sence of volume pinning (Jc!0), which reflects the geomet-
ric barrier. Finite Jc broadens this hysteresis nearly sym-

metrically about the pin-free curve at !Ba!%Bc1 . For Jc!0
the maximum magnetic moment !M ! occurs at almost the
same field Ben where the first flux lines enter and jump to the

center of the strip. For b/a!0.2 $0.3, 0.5, 0.7, 1, 1.4, 2, 3, 4,
5, 7, 10% this entry field is Ben!Bc1$0.247 $0.304, 0.396,
0.465, 0.541, 0.611, 0.682, 0.745, 0.796, 0.834, 0.882,

0.910%. In the thin-strip limit b&a , I find Ben /Bc1

!0.56!b/a . A good fit for all aspect ratios 0'b/a', is

Ben-Bc1 tanh!0.36b/a . $9%

This computed entry field for rectangular strips has the cor-

rect limit Ben.!b/a for b&a , but it is smaller than previous

thin-strip estimates Ben /Bc1!(0.95•••1)!b/a .
3,6
It is still

much larger than the entry field of strips with elliptical cross

section, Ben /Bc1!b/(a"b)→b/a for b&a .
13
For disks

with radius a the constant 0.36 in Eq. $9% is replaced by 0.67.
The magnetic field in the pure Meissner case Jc!0 is

shown in Fig. 2 for a thick strip with b/a!0.5 in cycled field

FIG. 2. Magnetic field lines of a pin-free (Jc!0,Bc1%0) super-
conductor long strip with side ratio b/a!0.5 in increasing and then
decreasing perpendicular field Ba(t)/Bc1!0→1→#1 $from top to
bottom, see text%. First flux jumps to the center at !Ba!/Bc1!0.4.
The dashed lines are the contours of the current density J(x ,y).

FIG. 3. Magnetic field lines of a superconductor strip with

b/a!0.3 and strong pinning after increasing and then decreasing
the field Ba /("0Jca)!0→0.44→#0.08 for Hc1!0 $top% and
Hc1!aJc/5 $middle%. Bottom: Current density J(x ,y) in a strip

with b/a!0.5,Jc%0, and Hc1!aJc/4 in increasing field Ba

!0.35"0Jca!1.4Bc1 .

PRB 59 3371BRIEF REPORTS

Figure 4.9: Les premiers vortex entrent dans l’échantillon. En absence de piégeage de
volume, ils se dirigent au centre.

Les calculs de Brandt donnent la correction démagnétisante pour un barreau de
section rectangulaire :

Hc1 =
Hp

tanh
√
α d

2w

(4.7)

avec α = 0.36 pour le barreau infini à section rectangulaire et α = 0.67 pour le disque.
Pour un faible rapport d

2w
,

Hp ≡ Hc1

√
d

2w
(4.8)

Hp devrait donc varier comme la racine carré du rapport d
2w

pour un rectangle et
comme d

2w
pour une ellipse.

Le calcul de Hp dans l’hypothèse où le rapport d
2w

est faible a été réalisé par Zeldov
et al. [4]. Dans cet article, les auteurs ont considéré une énergie associée au vortex.
Cette énergie, exprimée par unité de longueur et valable “pas trop près” des bords, a
deux composantes :
- une composante appelée énergie de ligne (ε0), qui traduit la perte de l’énergie de
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condensation et l’énergie magnétique portée par le vortex en considérant que celui-ci
est sans interaction avec l’environnement.
- une composante provenant des courants d’écrantage qui exercent une force de Lorentz
sur le vortex. Ce courant dépendant de la position [5], l’énergie associée dépend elle
aussi de la position. L’énergie totale est donc :

ε(x) = ε0 +
φ0

c

∫ w

x

Jy(t)dt (4.9)

où x est la position par rapport au centre. Lorsque le champ appliqué est nul, ε(x) =
ε0 pas trop près des bords. Au bord, ε(x) = 0. Ceci constitue la composante de départ
de la barrière à franchir. En appliquant un champ magnétique, des bouts de vortex
entrent par les coins. La composante liée aux courants d’écrantage entre en jeu et tend
à abaisser la barrière. De plus, comme ces lignes sont courbées, l’énergie de vortex
associée augmente graduellement le long de la ligne. La figure 4.10 représente l’énergie
de vortex en fonction de la position suivant la largeur pour différentes valeurs de champ
appliqué et pour un échantillon en forme de barreau infini à section rectangulaire.

Figure 4.10: Potentiel associé au vortex en fonction de la position suivant la largeur
pour différentes valeurs de champ appliqué. L’échantillon a une forme de barreau infini
à section rectangulaire dont le rapport d

w
est faible (0.1). A Ha = 0, le potentiel aux

bords de l’échantillon est considéré comme linéaire par simplicité.

Le premier vortex entre entièrement dans l’échantillon lorsque la conditionHe =Hc1

est remplie en tout point de la surface de l’échantillon. Pour l’ellipse, cette condition est
remplie partout en même temps et le champ obtenu est : Heq = Hc1

d
2w

. Pour le barreau,
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à cause du potentiel de barrière, la pénétration complète a lieu à plus fort champ : Hp

= Hc1

√
d

2w
. Sur la figure 4.10, il s’agit du champ pour lequel l’énergie liée aux courants

d’écrantage parvient à compenser la barrière initialement élevée par ε0. On remarque
également sur cette figure que le champ de pénétration correspondant à une ellipse
(Heq) de même rapport d

2w
ne suffit pas pour abaisser cette barrière c’est à dire pour

faire entrer le premier vortex complet. Grâce à ces considérations énergétiques, on
comprend également l’appellation de “barrières géométriques” puisque la pénétration
des vortex est retardée par la présence d’une barrière de potentiel d’origine purement
géométrique.

Afin de vérifier l’existence de ces barrières géométriques, nous avons mesuré le
champ de première pénétration pour des échantillons parallépipédiques présentant des
rapports de dimensions différents. La méthode expérimentale et le critère utilisé pour
déterminer Hp seront développés plus tard. Les résultats sont présentés figure 4.11. Ils
mettent clairement en évidence la dépendance en racine carré attendue et confirment
l’existence de barrières géométriques.

0.01

0.1

1

0.01 0.1 1

d/2w

(d/2w)
0.5

T=4.2K

µ
0H

p

c  (
T

)

d/2w

Figure 4.11: Dépendance de Hp avec le rapport des dimensions d/2w. Les points
correspondent aux différents échantillons répertoriés dans le tableau. Les deux lignes
représentent les dépendances attendues avec les barrières géométriques (∼

√
d/2w) et

sans (∼ d/2w).

Cette courbe permet également d’exclure un autre type de barrières : les barrières
de Bean Livingston (BL) [6, 7, 8]. Ouvrons une grande parenthèse afin d’en détailler
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Tableau 4.1: d, 2w et l sont respectivement l’épaisseur, la largeur et la longueur des
échantillons. Le champ de première pénétration Hp a été défini comme le champ
au dessus duquel l’induction locale au centre de l’échantillon devient non nulle.La
température critique Tc a été déduite des mesures de susceptibilité alternative (onset
de diamagnétique).

Echantillon d (µm) 2w (µm) l (µm) Hp (G) Tc (K)
1 10 200 250 150 36.4
2 2 13 19 270 34.4
3 5 30 40 350 34.4
4 50 230 250 380 37.5
5 40 140 230 420 36.2
6 30 90 230 370 36.2
7 70 200 470 400 36.2
8 20 50 120 410 35.1
9 50 100 170 450 36.2

le mécanisme. Lorsqu’un vortex pénètre dans l’échantillon, il subit deux forces antag-
onistes :
- Une force attractive qui découle de la condition aux limites qu’aucun courant normal
à la surface2 ne peut circuler (le courant ne peut sortir de l’échantillon). Cette condi-
tion revient à créer un vortex virtuel, image du vortex réel par une symétrie “axiale”,
d’axe la surface (cf. figure 4.12). Les courants d’écrantage de ce vortex image, situé
en dehors de la surface, tournent en sens inverse de ceux du vortex réel. Ainsi, la force
exercée est attractive.

- La seconde force qui s’exerce sur le vortex est celle du champ magnétique qui pénètre
dans le supraconducteur. Comme les courants d’écrantage liés à ce champ sont de
même sens que ceux des vortex, cette force est répulsive (cf. 4.13).

Lors de son entrée dans l’échantillon, le vortex subit donc ces deux forces. Tant
que la force attractive gagne, le vortex reste piégé près de la surface. Une fois qu’il a
passé la barrière, le vortex est rejeté au centre par les courants d’écrantage du supra-
conducteur. Contrairement aux barrières géométriques, les barrières de BL sont très
sensibles à la qualité des surfaces. Celles-ci doivent en effet être lisses sur une distance
comparable à λ, la profondeur de pénétration du champ. Comme λ varie en fonction de

2Il s’agit ici des surfaces latérales, “parallèles” aux vortex.
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Figure 4.12: Barrières de Bean Livingston : le vortex entrant (en trait plein) subit
de la part de la surface une force attractive modélisable par un vortex image situé en
dehors de l’échantillon (en trait pointillé).

Figure 4.13: Barrières de Bean Livingston : le vortex entrant subit une force répulsive
(qui le pousse vers le centre) exercée par les courants d’écrantage.

la température, l’efficacité de ces barrières varie elle aussi avec la température. Ainsi,
près de Tc, λ est plus grande que la taille des irrégularités de surface et les barrières de
BL sont pleinement efficaces. A basse température en revanche, λ est comparable à ces
irrégularités et les barrières perdent de leur efficacité. Ce comportement fut notamment
observé par Konczykowski et al. [9]. En présence de barrières de BL, Hp n’est pas relié
à Hc1 comme pour les barrières géométriques mais à Hc, le champ thermodynamique
critique (que nous avons détaillé au chapitre I). Si les barrières de BL étaient les seules
barrières à intervenir dans l’entrée des vortex, la dépendance de Hp avec le rapport des
dimensions serait :

Hp ≡ Hc.
d

2w
(4.10)

Cette dépendance est donc la même que celle du cas classique de l’ellipse traité aupar-
avant. La figure 4.11 semble donc indiquer la présence de barrières géométriques dans
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l’échantillon. Un autre argument vient confirmer l’absence de barrières de BL : l’allure
des courbes d’aimantation. En effet, en présence de barrières de BL, la branche de-
scendante de l’aimantation est presque nulle [10]. Or nos mesures d’aimantation (que
nous présentons figure 4.14) à basse température et près de Tc ne présentent pas un
comportement de ce genre. Nous pouvons donc conclure que dans nos échantillons, les
barrières géométriques interviennent dans le mécanisme d’entrée des vortex de manière
prépondérante.
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Figure 4.14: B-µ0.Ha en fonction de µ0Ha à 10, 20 et 30 K. Les branches descendantes
des différents cycles ne sont pas nulles, signature de l’absence des barrières de BL à
basse et haute températures.

Revenons maintenant aux barrières géométriques. Comme nous l’avons vu précédem-
ment, les coins provoquent un retard à l’entrée des vortex dans l’échantillon. Le champ
de première pénétration mesuré pour un échantillon à section elliptique sera donc plus
faible que celui d’un échantillon de section rectangulaire : Hellipse

p < Hrect
p . La figure

4.15 présente les valeurs de Hp renormalisé à Hc1 en fonction du rapport de dimensions
d/2w pour ces deux configurations. Elle met en évidence le fait qu’aux grandes valeurs
de d/2w, l’écart entre Hellipse

p et Hrect
p est négligeable mais il devient significatif en

dessous de d/2w= 0.5, précisément là où se situe la majorité de nos échantillons.
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Figure 4.15: Hc1/Hp en fonction du rapport des dimensions d/2w pour deux géométries
d’échantillon : barreau infini à section elliptique et barreau infini à section rectangu-
laire.

Déduire Hc1 pour un échantillon à section rectangulaire à partir de la formule ellip-
tique peut donc conduire à une surestimation. La figure 4.16 tirée d’un article de Brandt
[11] illustre cette remarque. Elle présente des courbes de première aimantation calculées
pour des échantillons de forme différente : en traits pleins, des disques et cylindres,
en traits pointillés, des ellispöıdes de révolution de même coefficient “démagnétisant”
c’est à dire de pentes à l’origine identiques. Pour les modèles en forme de disque et
de cylindre, le critère M = −Hc1 n’est plus valable pour déduire Hc1 à partir de Hp.
Dans le cas de l’ellipse, l’équation 4.5 a été obtenue à partir des équations 4.2, 4.3 et
4.4. Pour les autres géométries, l’équation 4.4 n’est plus valable. En d’autres termes,
avec cette géométrie, on ne peut plus rien déduire de l’axe des ordonnées de la figure
4.16.

Il est donc primordial de tenir compte de la géométrie de l’échantillon afin de déduire
correctement la valeur de Hc1.

Terminons ce paragraphe par une longue remarque : dans les scénarii détaillant la
pénétration des vortex, nous avons considéré qu’une fois entré, le vortex se dirigeait
directement au centre de l’échantillon (chassé par les courants d’écrantage du matériau
et par l’entrée de nouveaux vortex). Ceci sous entend qu’il n’existe pas de piégeage
de volume ou que celui-ci est négligeable. C’est ce que nous avons vérifié grâce à
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!a, precisely in the region where strong screening currents
flow. Away from the edges, the current density J!!
"B/"0 is nearly zero; note the parallel field lines in Fig. 1.
The quantity JH!!"H„B… that enters the Lorentz force
density JH"B, is even exactly zero since we assume absence
of pinning. Our finite flux-flow parameter # and finite ramp
rate dHa /dt!#1 mean a dragging force which, similar to
pinning, causes a weak hysteresis and a small remanent flux
at Ha!0; this artifact is reduced by choosing larger resistiv-
ity or slower ramping.
The induction By(0,0) in the specimen center in Fig. 2

performs a hysteresis loop very similar to the magnetization
loops M (Ha) shown in Figs. 2 and 3. Both loops are sym-
metric, e.g., M ($Ha)!$M (Ha). The maximum of M (Ha)
defines a field of first flux entry Hen , which closely coincides
with the field Hen! at which By(0,0) starts to appear. The
computed entry fields are well fitted by

Hen
strip/Hc1!tanh!0.36b/a ,

Hen
disk/Hc1!tanh!0.67b/a . $6%

These formulas are good approximations for all aspect ratios
0%b/a%& , see also the estimates of Hen'!b/a for thin
strips in Refs. 5 and 8.
The virgin curve of the irreversible M (Ha) of strips and

disks at small Ha coincides with the ideal Meissner straight
line M!$Ha /(1$N) of the corresponding ellipsoid, Eqs.

FIG. 2. Top: Profiles of the axial magnetic induction By(r ,y) in
the midplane y!0 of a pin-free superconductor disk with aspect
ratio b/a!0.3 in increasing field $solid lines% and then decreasing
field $dashed lines%, plotted at Ha /Hc1!0.4, 0.42, . . . , 0.5, 0.52,
0.6, 0.7, 0.8, 0.7, 0.6, . . . , 0.1, 0. Bc1!"0Hc1. Bottom: The induc-
tion By(0,0) in the center of the same disk $solid line% and of a strip
$dashed line%, both with b/a!0.3. The symbols mark the field val-
ues at which the profiles are taken. Also shown is the magnetization
loop for the same disk and strip and the corresponding reversible
magnetization $dotted lines%, see also Fig. 3.

FIG. 3. Irreversible magnetization curves $M (Ha) of pin-free
circular disks and cylinders with aspect ratios b/a!0.08, 0.15,
0.25, 0.5, 1, 2, 5, and & in axial field $solid lines%. In these type-II
superconductors the irreversibility is due to a purely geometric edge
barrier for flux penetration. The dashed curves are the reversible
magnetization curves of the corresponding ellipsoid defined by Eqs.
$1%, $4%, and $5%.

FIG. 4. Magnetization curves of a thick disk with aspect ratio
b/a!0.25 for various degrees of volume pinning, Jc!0, 0.25, 0.5,
1, 1.5, 2, 3, 4 in units Hc1 /a , and for various sweep amplitudes.
The inner loop belongs to the pin-free disk (Jc!0), the outer loop
to strongest pinning. Also shown is the reversible magnetization
curve of the corresponding ellipsoid $dashed curve%. All loops are
symmetric, M ($Ha)!$M (Ha).
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Figure 4.16: Courbes calculées de l’aimantation renormalisée à Hc1 en fonction du
champ appliqué également renormalisé à Hc1. Les échantillons sont considérées sans
défaut piégeant. Différentes géométries et rapport de dimension sont comparés :
en trait plein, les formes de disque et de cylindre (qui font intervenir les barrières
géométriques); en trait pointillé, les formes elliptiques correspondant aux mêmes coef-
ficients “démagnétisants”. Courbes issues de Brandt [11] avec la relation : b/a = d/2w.

des mesures de profils de l’induction magnétique à l’intérieur de l’échantillon. Nous
les développerons au paragraphe suivant mais nous pouvons dors et déjà en donner
le principe. En l’absence de défauts, les vortex ayant pénétré dans l’échantillon se
déplaceraient directement au centre. Le flux magnétique y serait alors maximum et on
aurait un profil en “dôme” à l’exemple de celui présenté sur la figure 4.17, inspirée de
Zeldov et al. [12, 4, 13].

En présence de défauts 3, les vortex n’atteignent pas le centre aussi rapidement. En
effet, les défauts du cristal constituent des zones où la supraconductivité est affaiblie au
milieu d’une matrice supraconductrice. En se plaçant sur eux, les vortex “économisent”
l’énergie nécessaire pour briser les paires. Ces défauts agissent donc comme des centres
de piégeage et le flux magnétique est maximum près des bord. Ce modèle de piégeage
est appelé modèle de Bean [14]. Le profil de l’induction magnétique dans ce cas est
proposé figure 4.18.

3il peut s’agir de défauts de différente nature : défauts ponctuels (impuretés chimiques localisées
sur différents sites), macles, etc...
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Figure 4.17: Profil magnétique en dôme, signature de la présence de barrières
géométriques. La position a été renormalisée à w, la demi largeur de l’échantillon.
Ici, d/2w ∼ 0.3. La courbe en trait plein correspond au champ montant, celle en trait
pointillé, au champ descendant. Les flèches représentent les pentes des profils.

Dans ce modèle, la répartition des vortex dont la densité est plus forte sur la
périphérie qu’au centre crée un gradient de flux magnétique. Ce gradient est relié à la
densité de courant par l’équation de Laplace :

rot(B) = µ0J (4.11)

En considérant un barreau infini selon (Oy), c’est à dire où J n’a de composante que
selon cet axe, on trouve :

roty(B) =
∂Bx

∂z
− ∂Bz

∂x
= µ0Jy (4.12)

Le rotationnel de B dans cette direction est donc composé de deux termes : l’un
traduisant la courbure des lignes de flux ∂Bx

∂z
et l’autre la répartition des vortex le long

de l’axe x : ∂Bz

∂x
. Dans le modèle de Bean (i.e. J=Jc), roty(B) = µ0Jc = constante.

Le profil présenté en figure 4.18 ne représente que la composante Bz de l’induction. Sa
pente n’est pas parfaitement linéaire à cause de l’absence du terme ∂Bx

∂z
.
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Figure 4.18: Profil magnétique dans le modèle de Bean. La position a été renormalisée
à w, la demi largeur de l’échantillon.Ici, d/2w ∼ 0.3. Les flèches représentent les
pentes des profils.

Le piégeage volumique est, comme les barrières géométriques, une source d’irréversi-
bilité dans les courbes d’aimantation. Brandt [19] a calculé différentes courbes d’aimantation
pour différents courants critiques4 (figure 4.19).

Pour un courant critique nul, le cycle d’aimantation présente une hystérésis as-
symétrique due aux barrières géométriques. En présence de courant critique, l’hystérésis
s’élargit de manière quasi-symétrique et “noie” celle associé aux barrières géométriques.

4.4 Champ de première pénétration Hp

La ligne Hc1(T ) est une ligne de transition thermodynamique qui se traduit par une
discontinuité de l’aimantation ou une anomalie de chaleur spécifique [1]. Toutefois à
cause de l’existence de barrières géométriques et de piégeage volumique, la transition

4On peut parler de courant critique dans la mesure où le piégeage volumique est suffisamment
grand.
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face layer whose thickness is determined by the grid distance
!or by the magnetic penetration depth " if finite " is chosen#.
This surface current ‘‘tells’’ the specimen about the ‘‘outside
world,’’ i.e., the applied field, since all positions r and r! and
integrals in this paper are restricted to the specimen volume
V and use the same grid. If required for figures, the induction
B(r)!$"A(r) may be calculated from Eq. !1# at any posi-
tion r also outside V.
In the previous method10,11 the condition B!%0H al-

lowed us to use the usual current density J!%0
#1$"B

!#%0
#1$2A in the material law E!E(J,B,r). Inserting

this electric field into the induction law Ḃ!#$"E written
in the form Ȧ!#Et#Ea &Et is the ‘‘transverse’’ part of
E(J,B,r)!Et$El satisfying $•Et!0 while $"El!0; Ea
drives the applied current' and taking the time derivative of
Eq. !2#, one arrives at an equation of motion for J„r,t),

J̇!r,t #!!
V
d3r!K!r,r!#&E!J,B,r!#t$Ea!r!,t #$Ȧa!r!,t #' .

!3#

Equation !3# generalizes Eq. !7# of Ref. 10 to arbitrary ge-
ometry and material law E(J,B,r). It is easily time inte-
grated, e.g., by starting with J(r,0)!0 and putting J(r,t
$dt)!J(r,t)$ J̇(r,t)dt with a variable time step dt chosen
inversely proportional to the maximum value of the resistiv-
ity (!"E"/"J" on the grid at time t.
Next I generalize this method to general dependence H

!H(B,r). It turns out that this is achieved by replacing in
E(J,B,r) in Eq. !3# the J!%0

#1$"B by the current density
JH!$"H which drives the vortices and thereby generates
the electric field E. That JH!$"H(B,r) enters the Lorentz
force is rigorously proven by Labusch.7 Within the London
theory this important relation may also be concluded from
the facts that the force on a vortex is determined by the local
current density at the vortex center, while the energy density
F of the vortex lattice is determined by the magnetic field at
the vortex centers. Thus, JH!$"()F/)B) is the average
current density at the vortex centers, which in general is
different from the current density J!%0

#1$"B averaged
over several vortex spacings. Therefore, one has to replace in
Eq. !3#

E!J,B,r!#→E&JH!r!,t #,B!r!,t #,r!' , !4#

where JH!$"H depends on the material law H!H(B,r)
!)F/)B. The boundary condition on H„r… is simply that
one has H!B/%0 at the surface !and in the vacuum outside
the superconductor, which does not enter our calculation#.
The boundary conditions on H and B are now contained in
the space-dependent material law H!H(B,r) and in the re-
lation B!$"A, which guarantees that $–B!0 in all space.
The specimen shape thus enters in two places: via the inte-
gral kernel K(r,r!) and via the material law H!H(B,r).
The kernel Q(r,r!) and its derivative L(r,r!)
!#$rQ(r,r!) do not depend on the specimen shape. The
kernel L(r,r!) enters the Biot-Savart law

B!r#!!
V
d3r!L!r,r!#"J!r!#$Ba!r#, !5#

which should be used to compute the B(r) entering H(B,r).
The accuracy of the method then depends mainly on the
algorithm used to compute the derivative JH!$"H. A use-
ful trick is to compute JH as JH!J$$"(H#B/%0) where
H#B/%0 is typically small and vanishes at the surface, al-
beit with a jump. The magnetic moment of the supercon-
ductor is

m!
1
2!Vr"J!r#d3r . !6#

Equations !1#–!6# are still general. For the following
computations I shall use simple models for an isotropic ho-
mogeneous type-II superconductor without Hall effect, for
which H(B)!H(B)B/B (B!"B") and E(J,B)!((J ,B)J. I
chose the models !Fig. 1#

H!B #!&Hc1
* $!B/%0#

*'1/* !7#

with *!3 !better magnetization curves may be taken from
the Ginzburg-Landau solution of Ref. 12# and

(!J ,B #!(0B
!J/Jc#+

1$!J/Jc#+ , !8#

which has the correct limits (,J+ (J%Jc , flux creep# and
(!(0B (J&Jc , flux flow, (0! const). In general the criti-
cal current density Jc!Jc(B) and the creep exponent +(B)
-0 may depend on B.

FIG. 1. Top: The models H(B), Eq. !6#, and E(J ,B), Eq. !7#,
with +!20. Bottom: Magnetization loops M!mŷ !per unit length
in units a2Hc1) of a strip with b/a!0.5 and finite Hc1 versus the
cycled applied field Ba for various volume pinning strengths Jc
!0, 0.5, and 1 !in units Hc1 /a).
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Figure 4.19: Cycles d’aimantation calculés pour différentes valeurs de courant critique.
L’échantillon modélisé a une forme de rectangle dont le rapport des dimensions est
b/a=d/2w=0.5 (courbes extraite de [19]).

n’est pas aussi clairement identifiable que l’on pourrait espérer. Le critère utilisé pour
déterminer Hp dans les mesures d’aimantation est une valeur de signal correspondant à
quelques vortex (signal significatif par rapport au bruit). Nous allons voir, en passant
en revue les différentes méthodes, quels sont les problèmes liés à chacune d’elles et
comment les contourner.

4.4.1 Mesures magnétiques : généralités

De manière générale, une mesure magnétique détecte le moment magnétique dipolaire
~m tel que :

~m =
1

2

∫
~r ∧ ~J(r).d3r (4.13)

où ~J(r) est la densité de courant circulant dans le matériau. L’aimantation ~M est

définie comme le moment dipolaire par unité de volume : ~M= ~m
V

. Dans la suite du
manuscrit, nous abandonnerons la notation vectorielle.

Dans le cas d’un supraconducteur, l’aimantation tire son origine de deux mécanismes
et se compose ainsi de deux termes. D’une part un terme réversible Mrev, issu d’un
mécanisme thermodynamique correspondant aux courants d’écrantage situés aux bords
de l’échantillon et autour des vortex. D’autre part, un terme irréversible Mirrev,
correspondant à une distribution non homogène du flux magnétique à l’intérieur de
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l’échantillon5. Le grand enjeu des mesures magnétiques est donc de redonner à chaque
composante sa juste valeur.

D’autre part, il est nécessaire de faire la distinction entre l’aimantation M que nous
venons d’évoquer et l’induction magnétique B. Ces deux quantités sont liées par la
relation :

B = µ0.(M +H) (4.14)

où H, le champ à l’intérieur de l’échantillon est la somme du champ appliqué Ha et du
champ “démagnétisant” Hd : µ0H = µ0(Ha +Hd). L’évaluation de ces deux quantités
(M et B) dépend de la méthode utilisée. En effet, suivant que les mesures magnétiques
sont sensibles à tout le volume de l’échantillon (mesures globales) ou qu’elles se font à la
surface d’une partie de l’échantillon (mesures locales), elles ne vont pas donner la même
information. Dans le cas des mesures globales, le moment magnétique est détecté ce qui
permet de remonter à l’aimantation moyenne M de tout le volume de l’échantillon. Les
mesures locales, elles, ne fournissent pas M directement mais l’induction magnétique B
en surface d’une partie de l’échantillon. Elles ne permettent pas non plus de déterminer
le champ démagnétisant (qui est proportionnel à M). La courbe que nous qualifions
abusivement d’aimantation est la dépendance de B−µ0Ha = µ0(M+Hd) (aimantation
aux corrections démagnétisantes près) en fonction de µ0Ha = µ0(H−Hd) (champ dans
l’échantillon aux corrections démagnétisantes près).

4.4.2 Dispositifs expérimentaux

Principe

Le principe consiste à mesurer, à l’aide de différentes sondes de Hall, d’une part
l’induction magnétique dans l’échantillon et d’autre part le champ à l’extérieur de
celui-ci. Dans le cas des mesures d’aimantation, une seule sonde est recouverte par
l’échantillon. Pour les profils magnétiques, plusieurs sondes sont recouvertes.

Ces sondes de Hall sont placées sur un porte échantillon lui même fixé au bout d’une
canne de mesure. Sur ce porte-échantillon figurent également un thermomètre (sonde
Cernox, très peu sensible au champ magnétique) et un chauffage (fil de constantan
de résistance 50 Ω enroulé autour du porte échantillon). L’ensemble sonde-chauffage-
thermomètre est placé au fond d’un tube Dewar, qui sert d’anti cryostat c’est à dire
d’isolation thermique par rapport à l’hélium. Le tout est plongé dans un cryostat à
hélium équipé d’une bobine supraconductrice pouvant délivré un champ de 4 T. Ce
système permet de faire varier la température au fond du Dewar de 4.2 K jusqu’à la

5La répartition non homogène du flux peut être due au piégeage volumique ou aux diverses barrières
(géométriques et/ou de BL dont nous avons parlé précédemment). On parle alors de mécanisme à
l’origine de l’irréversibilité.
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température ambiante, tout en maintenant une bonne stabilité de l’ordre de 0.05 K.
La bobine utilisée est de type splitcoil i.e. le champ magnétique qu’elle génère est
horizontal. On peut donc faire varier l’angle entre le champ magnétique et l’échantillon.
En contrepartie, un tel système possède une ouverture de trou de champ de 35 mm,
limitant l’encombrement des mesures.

Sondes de Hall

Les sondes de Hall utilisées nous ont été fournies par M. Konczykowski du Laboratoire
de Solides Irradiés de l’Ecole Polytechnique et Vincent Mosser du groupe de recherche
de Schlumberger. Elles sont constituées d’un gaz bidimensionnel d’électrons réalisé à
partir d’une hétérostructure GaAs/AlGaAs. Leur surface active est de 20×20 µm2 pour
les sondes doubles (utilisées pour les courbes d’aimantation) et varie entre 5×5 µm2 et
10× 10 µm2 pour les réseaux de sondes de Hall (voir figure 4.20). L’espacement entre
deux sondes d’un réseau est de 20 µm Cette faible surface permet, en ce qui concerne
les réseaux, à l’échantillon de recouvrir entre 4 et 7 sondes et d’avoir ainsi un profil
significatif.

100!m

Figure 4.20: Photo d’un réseau de 11 sondes de Hall. La surface active de chacune des
sondes est de 5× 5 µm2 et les sondes sont espacées de 15 µm.

Ces sondes ont une caractéristique linéaire6 en champ et une grande sensibilité
(de l’ordre de 700 Ω.T−1) et sont peu dépendantes de la température en dessous de
120 K. En mesure dc, le courant injecté est de 50 µA. En utilisant un nanovoltmètre
on peut détecter jusqu’à 0.1 Gauss ce qui nous permet de déterminer le signal relatif
à l’entrée d’un vortex (de l’ordre de 0.2 Gauss pour une sonde de surface active de
10 × 10 µm2). Une présentation plus détaillée des performances de ces sondes est
présentée en annexe A.

6Il existe en réalité un écart à la linéarité que nous développons en annexe A.
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Enfin, afin de s’affranchir des composantes paires en champ (comme un offset ou une
magnétorésistance) on peut réaliser, à chaque mesure, une inversion courant-tension.
Ceci consiste à permuter les bornes d’injection du courant avec celles de mesures de
la tension et à calculer la moyenne des tensions obtenues. Il est cependant nécessaire
de s’assurer pour cela que le temps additionnel du à ces opérations ne perturbe pas la
mesure (dans le cas de phénomène de relaxation par exemple).

4.4.3 Cycle d’aimantation

Cette méthode consiste à mesurer l’aimantation (ou l’induction) d’un échantillon en
fonction du champ magnétique appliqué. Avant de réaliser le cycle, on refroidit
l’échantillon. On lui applique ensuite un champ magnétique d’amplitude supérieure
à Hc1 et de sens opposé au champ appliqué en début de cycle. Puis on redescend le
champ à 0. Cette opération permet de débuter le cycle au niveau du point (H = 0,
M = −Hrem).

Les deux branches du cycle d’aimantation sont nommées Mup et Mdown (on pour-
rait présenter les mêmes équations avec Bup et Bdown) et correspondent respective-
ment aux champs montant et descendant. Dans l’hypothèse d’un piégeage volumique
prédominant, le modèle de Bean permet de déduire les parties réversible et irréversible
de l’aimantation :

Mrev =
Mup +Mdown

2
(4.15)

Mirrev =
Mup −Mdown

2
(4.16)

La courbe représentant la partie réversible est composée de trois régions princi-
pales :
- l’état Meissner où M = −H (i.e. B = 0),
- l’état mixte où les vortex pénètrent dans l’échantillon, augmentant ainsi son aiman-
tation,
- l’état normal, où le champ dans l’échantillon est le même qu’à l’extérieur : M = 0,
B = µ0Ha.

A partir de ce terme, il est possible de déduire Hp en utilisant comme critère le
point où l’on quitte l’état Meissner.

C’est ce que nous avons tenté de faire à partir de nos mesures locales effectuées
avec des sondes de Hall. Le dispositif expérimental sera détaillé au paragraphe suivant.
Une description des caractéristiques des sondes de Hall ainsi que de la méthode de
dépouillement est présentée en annexe A. La figure 4.21 représente les courbes B−µ0.Ha
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en fonction de Ha ainsi obtenues à 10, 20 et 30 K pour un champ appliqué parallèle à
l’axe cristallographique c.
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Figure 4.21: Pour toutes les figures, le champ est appliqué suivant l’axe c. Figure de
gauche : Cycle complet d’aimantation à 10, 20 et 30 K. En insert, partie irréversible
du cycle déduite avec le modèle de Bean (demi différence des branches montante et
descendante). Figure de droite : Partie réversible du cycle déduite avec le modèle de
Bean (demi somme des branches montante et descendante).

La première constatation qu’on peut faire est que la largeur du cycle, qui corre-
spond à l’irréversibilité est faible. Elle conduit à une demi largeur d’irréversibilité
(renormalisée par la taille caractéristique de l’échantillon) de l’ordre de 103 A.cm−2 à
0.1 T (assez loin de la gamme de champ où les barrières géométriques sont efficaces)
qui indique un piégeage volumique faible et donc des échantillons de bonne qualité
cristalline (peu de défauts).

La construction de la courbe Mrev à l’aide de la formule de Bean nécessite que
l’irréversibilité ne provient pas des barrières géométriques ou de BL. Or nous avons
mis en évidence la présence de barrières géométriques dans nos échantillons. Mais
l’irréversibilité étant faible, nous nous sommes permis de construire ces courbes et
d’en déduire le champ de première pénétration Hp. Nous l’avons ensuite comparé au
champ déduit d’autres méthodes magnétiques que nous allons développer dans la suite
de ce paragraphe. Ces méthodes ne nécessitent pas de faire une telle reconstruction.
Nous pouvons toutefois mentionner que l’erreur commise en déduisant Hp à partir des
cycles d’aimantation est inférieure à l’incertitude sur le pointage de ce champ avec les
méthodes développées ci-dessous.
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4.4.4 Mesures d’induction

Courbe de première induction

Le principe de cette méthode consiste à refroidir un échantillon en champ nul puis à
mesurer l’aimantation M ou l’induction B de cet échantillon en fonction du champ
magnétique appliqué Ha. Le refroidissement en champ nul permet de n’avoir aucun
vortex à l’intérieur de l’échantillon au départ de la mesure. La méthode utilisée pour
détecter le signal magnétique (aimantation ou induction), peut être soit globale soit
locale. Outre le fait que ces deux méthodes ne mesurent pas la même grandeur, elles
peuvent aussi présenter des différences en fonction du type de piégeage existant dans
l’échantillon (barrières géométriques ou de piégeage volumique ici).

Imaginons que notre échantillon soit de forme elliptique et qu’il ne présente aucun
défaut. Dans ce cas, aucune ligne de flux ne peut le pénétrer tant que le champ
l’entourant n’est pas égal à Hc1. C’est l’état Meissner, B = 0 et M = −H (où H
est lié à Ha avec des corrections démagnétisantes). Dès que la condition est remplie,
le premier vortex entre entièrement et se dirige au centre de l’échantillon : B 6= 0 et
M augmente. On peut alors déterminer Hp au point où l’on quitte l’état Meissner.
Mesure globale et mesure locale sont alors équivalentes.

Si l’échantillon est de forme rectangulaire (ce qui est très souvent le cas), les coins
autorisent l’entrée de lignes de flux dès le début de l’application du champ magnétique.
Dans ce cas, l’aimantation globale dévie de l’état Meissner bien avant d’avoir atteint
Hp et la détermination de celui-ci devient délicate avec une mesure globale. Ceci
est illustré par la figure 4.16 présentée précédemment qui représente des courbes de
première aimantation calculées par Brandt pour des échantillons de forme différente.

La mesure locale, si elle est faite loin des bords, n’est pas sensible à cet effet. Elle
va en revanche, être perturbée par la présence de piégeage volumique. En effet, une fois
que le vortex est entré dans l’échantillon, il est retenu près des bords par les centres de
piégeage et n’est pas détecté par la sonde locale. Il faut attendre que d’autres vortex
pénètrent dans l’échantillon et poussent le premier pour avoir un signal et s’écarter
de l’état Meissner. Déterminer Hp dans cette configuration conduirait à une large
surestimation de celui-ci7.

7La mesure globale est elle aussi sensible à la présence de piégeage volumique. Celui-ci semble en
effet prolonger l’état Meissner et peut conduire à une surestimation (cf figure 4.19).
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“Induction” rémanente

Cette technique est équivalente à celle de première aimantation. Elle utilise le piégeage
des vortex par les défauts du volume. Elle existe sous la version globale et locale. La
version globale est plus précise que la courbe de première aimantation pour déterminer
Hp. En effet, le critère ne consiste plus à estimer l’écart à la droite de l’état Meissner
mais à 0. La version locale reste également un peu plus précise car elle s’affranchit
de l’effet du “champ de fuite” (détaillé en annexe A). Son principe est le suivant :
Un échantillon est refroidi en champ nul c’est à dire qu’il ne contient initialement
aucun vortex. On lui applique un champ magnétique qu’on coupe immédiatement. On
mesure alors l’induction magnétique rémanente au sein de l’échantillon à l’aide d’une
sonde de Hall placée au centre de l’échantillon (ou l’aimantation rémanente dans les
mesures globales). On réitère ensuite cette procédure en augmentant légèrement le
champ appliqué. Tant que le champ appliqué est suffisamment faible, l’échantillon n’a
pas quitté l’état Meissner et le signal est nul. Une fois que le champ appliqué atteint
Hp, le premier vortex peut entrer entièrement (la condition He=Hc1 est remplie au
dernier point de l’échantillon) et se faire piéger par les défauts du volume. Il reste alors
piégé lorsque le champ appliqué est remis à 0. Le signal de la sonde de Hall n’est plus
nul et le champ appliqué correspondant à B 6= 0 est Hp.

Le signal correspondant à un vortex pour une sonde de surface active de 10×10 µm2

est de l’ordre de 0.2 Gauss. Il est représenté sur la figure 4.26 par le trait plein. Nous
sommes donc capables avec cette méthode de détecter l’entrée d’un vortex. Le critère
utilisé ici pour déterminer Hp est l’écart de B à 0. On trouve alors Hp ≈ 370 Gauss à
4.2 K. On aurait également pu prendre, étant donné la raideur de la pente B(H) près
de Hp l’intersection de celle ci avec la droite B=0. La valeur déduite pour Hp est alors
de 410 Gauss. L’incertitude dans la détermination de Hp est donc de l’ordre de 10%.

La figure 4.22 présente les courbes représentant la partie “réversible” du cycle
d’aimantation, la courbe de première induction et celle d’induction rémanente. Comme
on peut le voir, toutes les méthodes conduisent à Hp de l’ordre de 370 Gauss à 4.2 K
dans l’échantillon ]6.

Ces mesures locales peuvent présenter un inconvénient majeur. Si le piégeage vo-
lumique est trop fort, les premiers vortex peuvent entrer dans l’échantillon sans en
atteindre le centre. Il faut attendre qu’ils soient poussés par les autres vortex en-
trant pour détecter un signal avec la sonde de Hall. Ceci provoque alors une sures-
timation de Hp. Afin de s’assurer que ce n’est pas le cas, nous avons effectué des
mesures en différents points de l’échantillon c’est-à-dire que nous avons effectué un
profil d’induction magnétique.
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Figure 4.22: Détermination du champ de première pénétration : comparaison de trois
méthodes. Les mesures ont été effectuées à 4.2 K dans l’échantillon ]6. En haut à
gauche : Partie réversible du cycle d’aimantation. La ligne pointillée symbolise l’état
Meissner. En haut à droite : mesure de première induction i.e. B en fonction de µ0Ha.
En bas : mesure d’induction rémanente i.e. Brem en fonction de µ0Ha. En insert :
courbe complète.

Profils d’induction magnétique

Cette fois, l’échantillon est disposé suivant sa largeur sur un réseau de 11 sondes de
Hall que nous détaillerons au paragraphe suivant. En fonction de sa taille, il couvre
entre 4 et 7 sondes sauf l’échantillon ]4 qui est beaucoup plus gros et dépasse du réseau.
L’échantillon est refroidi en champ nul et un champ magnétique est appliqué perpen-
diculairement au plan des sondes (voir figure 4.23). Nous mesurons alors l’induction
magnétique en différents points de cet échantillon en fonction du champ appliqué.
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Echantillon

Réseau de sondes de Hall

B

B

Figure 4.23: Schéma représentatif du dispositif de réseau de sondes de Hall de face et
de profil. L’ échantillon est posé sur le réseau de sondes de Hall avec un léger film de
graisse à vide. Le champ magnétique est appliqué perpendiculairement au sonde.

Nous pouvons ainsi déterminer Hp comme le champ appliqué pour lequel on quitte
l’état Meissner et on détecte du flux au coeur de l’échantillon. Comme nous l’avons
déjà développé auparavant, en fonction de l’origine de l’irréversibilité, les profils obtenus
sont différents :
- en présence de barrières géométriques ou de barrières de Bean Livingston, le profil
présente un maximum au centre avec une forme de dôme.
- en présence de piégeage volumique, on obtient un profil de Bean, en V.
La partie gauche de la figure 4.24 représente des profils d’induction pour différents
champs montants et descendants. En champ montant, à 0.01 T, aucun vortex complet
n’a pénétré, B=0 au centre. A 0.06 T, en revanche, on a dépassé Hp : des vortex
sont présents au centre et le profil obtenu est un profil en dôme, ce qui prouve à nou-
veau la présence de barrières géométriques. A 0.09 T, les vortex continuent à peupler
l’échantillon. les pentes du profil en dôme diminue. En champ descendant, les barrières
géométriques n’existent plus. Si elles étaient seules responsables de l’irréversibilité,
alors B → 0, lorsque Ha → 0. Ce n’est pas le cas ici : nos profils présentent un
maximum au centre indiquant un piégeage des vortex par le volume. C’est le profil
caractéristique du modèle de Bean.

Sur la partie droite de la figure 4.24 sont présentées les pentes (ou gradient) des
profils dB/dx calculées entre les sondes 4 et 6. La position relative de ces pentes en
champ montant et descendant dépend de la nature de l’irreversibilité. En effet, dans le
modèle de Bean (piégeage volumique), dB/dx est directement relié au courant critique
et le gradient de l’induction en champ montant dB/dxup est l’opposé de celui en champ
descendant dB/dxdown : dB/dxup=-dB/dxdown (qui est négatif pour x < 0 i.e. sur la
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Figure 4.24: A gauche : profils d’induction magnétique en champ montant (symboles
pleins) et en champ descendant (après avoir appliqué un cham p maximum de 1 T,
symboles creux) effectués dans l’échantillon ]6 du tableau à 4.2K. A droite : gradient
de l’induction magnétique en fonction de l’induction magnétique calculé entre la sonde 4
et la sonde 6 pour les champs montants (symboles pleins) et les champs descendants
(symboles creux).

partie gauche de l’échantillon). En revanche, dans le cas des barrières géométriques ou
des barrières de Bean Livingston, dB/dx > 0 (pour x < 0) pour les champs montant et
descendant et dB/dxup > dB/dxdown > 0 [13]. Ceci correspond bien à ce que nous ob-
servons pour B ≥ 0.05 T. La différence entre dB/dxup et dB/dxdown devient négligeable
près de 0.15 T. Ceci est cohérent avec le fait qu’en présence de barrières géométriques
seules, l’irréversibilité devrait disparâıtre à ≈ 1.5

√
w/dµ0Hp ≈ 2µ0Hp ≈ 0.1 T.

La figure 4.25 illustre le même type de mesures de profils effectuées sur l’échantillon ]4
du tableau. L’échantillon a été déplacé en différentes positions (notées A, B, C et D sur
le schéma associé). Les profils correspondants présentent un très bon recouvrement.
On remarque également en position C une pénétration plus importante du flux. Elle
s’explique par la présence d’un coin “rentrant” de l’échantillon où les lignes de champ
se concentrent encore plus qu’au niveau d’un coin normal. La condition d’entrée d’un
vortex y est donc remplie encore plus tôt.

La figure 4.26 présente les courbes B-H en différents points pour l’échantillon ]6
et confirme que la valeur de Hp est indépendante de la position de la sonde. Le
critère pour déduire Hp est le champ appliqué pour lequel B 6= 0. On trouve de
l’ordre de 370 Gauss à 4.2 K. Ceci est en accord avec l’hypothèse de la présence d’un
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Figure 4.25: Profils d’induction magnétique pour différents champs dans l’échantillon ]4
à 4.2 K. Ces profils ont été établis en 4 positions différentes représentées sur le schéma
de la première figure.

faible piégeage volumique déduit de la partie irréversible de l’aimantation présentée au
paragraphe précédent.

Une dernière méthode a enfin été utilisée pour mesurer Hp : la chaleur spécifique.
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Figure 4.26: Induction magnétique en fonction du champ appliqué en différents points
de l’échantillon à 4.2 K. La détermination du champ de première pénétration ne dépend
pas de la position. Le trait plein correspond au signal d’un vortex.

4.4.5 Mesures de chaleur spécifique

Le principe de la mesure a déjà été détaillée au chapitre précédent. L’échantillon est
toujours refroidi en champ nul. C’est la dépendance en champ de la chaleur spécifique
qui est mesurée à température constante. La transition décrite par la ligne Hc1(T ) est
une transition du 1er ordre. Elle se traduit en principe par un pic de chaleur spécifique
(observé dans du nobium [1]). Dans notre cas, le signal relatif à l’entrée des vortex est
bien trop faible par rapport au signal total pour constater un pic et on ne mesure que la
réponse du système à une fréquence particulière. L’entrée des vortex se traduit donc par
une augmentation progressive de la chaleur spécifique depuis une valeur constante dans
l’état Meissner. Les courbes de la figure 4.27 représentent la dépendance en fonction du
champ appliqué (parallèlement à l’axe c ou selon de plan ab) de (Cp(H)-Cp(0))/Cp(0).
Cp(H) est la chaleur spécifique mesurée sous champ et Cp(0), la chaleur spécifique
à l’origine i.e. en champ nul. Tant que le champ de première pénétration Hp n’a
pas été atteint, la chaleur spécifique demeure quasiment constante (aux certitudes de
calibration du thermocouple près). Une fois qu’on a dépassé Hp, les vortex pénètrent
en grand nombre dans l’échantillon et Cp(H) augmente rapidement. On peut donc
évaluer Hp à 6 K : µ0H

c
p=0.038 T et µ0H

ab
p =0.10 T. Lorsqu’on redescend le champ,

les vortex sont expulsés “linéairement” de l’échantillon. Certains d’entre eux restent
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néanmoins piégés par les défauts du volume lorsque le champ appliqué est revenu à 0
et induisent un signal non nul de chaleur spécifique. Il est toutefois important de noter
que la mesure de chaleur spécifique est loin d’être aussi sensible à l’entrée d’un vortex
que les mesures magnétiques de rémanence. Elle ne permet en effet pas de détecter
un signal inférieur à celui correspondant à l’entrée de quelques 103 vortex, pour un
échantillon de 200× 200 µm2 de surface. Cette valeur n’est cependant pas à comparer
avec la détection d’un vortex dans les mesures de magnétométrie dont la surface utile
n’est que de 10× 10 µm2. En effet, les quelques 103 vortex présents dans la totalité de
l’échantillon correspondent à moins de 10 vortex sur la surface de la sonde. Le signal
correspondant surestime légèrement la valeur de Hp. Toutefois, l’erreur commise est
de l’ordre de 50 Gauss c’est à dire une erreur relative de 10%. Elle n’est pas trop
importante car la courbe B(Ha) est très raide près de Hp.
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Figure 4.27: Dépendance de la chaleur spécifique avec le champ magnétique appliqué
selon l’axe c et dans le plan ab à 6 K. La courbe effectuée pour un champ appliqué
selon l’axe c a été décalée par souci de clarté. Les mesures ont été réalisées sur
l’échantillon ]4. Le champ de première pénétration est évalué sur les courbes de champ
montant avec le critère arbitraire du début de l’augmentation de chaleur spécifique.

Les valeurs du champ Hp ont été déduites à partir des cycles d’aimantation, des
courbes d’aimantation rémanente, des profils magnétiques et des mesures de chaleur
spécifique. Ces 4 méthodes ont conduit à des résultats similaires. Nous avons donc pu
établir la dépendance Hp(T ) pour un champ appliqué suivant l’axe c et dans le plan
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ab. Nous avons également identifié les mécanismes à l’origine de l’irréversibilité dans
MgB2. Grâce à cela et à la connaissance de la géométrie des échantillons, nous avons
donc pu déduire la dépendance en température de Hc1 dans les deux directions ainsi
que son anisotropie. C’est ce que nous allons discuter dans la fin de ce chapitre.

4.5 Diagramme de phases et Anisotropie

4.5.1 Mesures à basses températures

Dans la situation où le champ magnétique est suivant l’axe c, la déduction de Hc1//c

à partir des mesures de Hp//c s’est faite en utilisant les corrections démagnétisantes
calculées par Brandt [19] :

Hc1 =
Hp

tanh
√
α. d

2w

(4.17)

avec α = 0.36 pour des échantillons longs à section rectangulaire et α = 0.67 pour des
échantillons en forme de disque. La figure 4.28 compare les valeurs deHp mesurées pour
les différents échantillons avec les dépendances de Hp en fonction de d/2w attendues
pour différentes géométries. Hp versus d/2w est représentée en trait plein pour un
barreau de section rectangulaire et un disque en présence de barrières géométriques
uniquement et pour Hc1=0.11 T. En traits pointillés, les dépendances de Hp versus
d/2w pour un barreau de section elliptique sans barrière géométrique sont données
pour différentes valeurs de Hc1.

Si on ne tenait pas compte de la géométrie de l’échantillon et qu’on déduisait Hc1 à
partir de la formule elliptique, on pourrait commettre des erreurs très importantes. Par
exemple, pour l’échantillon ]1 ou celui de Caplin et al., on obtiendrait Hc1 ∼ 0.25 T
au lieu de 0.11 T commettant ainsi surestimation d’un facteur au moins 2.

De cette courbe, on peut donc déduire qu’à 4.2 K, Hc1//c=0.11± 0.01 T.
Afin de déduire Hc1//ab, nous avons mesuré la dépendance de Hp avec l’angle (θ)

entre Ha et l’axe c. C’est la composante perpendiculaire de l’induction magnétique
B(x) qui est mesurée et le signal de Hall décrôıt rapidement pour des valeurs croissantes
de θ. Nous avons toutefois pu déterminer Hp//ab car le plan ab de l’échantillon faisait
un angle d’environ 3◦ avec le plan de la sonde. Les résultats sont présentés figure 4.29 et
comparés avec la dépendance Hp(θ) calculée pour un barreau infini à section elliptique
équivalent :

Hp =
Hc1√

[ cos(θ)
1−Nc

]2 + [ sin(θ)
1−Nb

]2
(4.18)
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Figure 4.28: Hp versus d/2w pour les différents échantillons présentés dans le tableau
à 4.2 K. Les traits pleins représentent les dépendances prévues pour des échantillons
de forme rectangulaire et de disque en présence de barrières géométriques uniquement
et en prenant Hc1=0.11 T. Le symbole à moitié rempli correspond à un échantillon
mesuré à la fois en aimantation et en chaleur spécifique. Le losange correspond à un
échantillon mesuré par Caplin et al. [2].

Pour limiter le nombre de paramètres ajustables, on a supposé que le barreau était
infini selon l’axe a et donc que Na = 0 et Nb = 1−Nc (voir le schéma de la figure 4.29).
On trouve alors Nc=0.78 et µ0Hc1//ab = Hp

Nc
∼ 0.12±0.01 T. L’erreur de 0.01 T provient

des imprécisions de mesure surHp et du fait que le barreau n’était pas infini. Si la forme
de l’échantillon était plus proche de celle d’un disque, on aurait : Na = Nb = 1−Nc

2
. Si

on choisit cette géométrie, on arrive à une valeur tout à fait comparable de Hc1.

On avait estimé µ0Hc1//c ∼ 0.11± 0.01 T. Considérer le matériau comme isotrope
à 4.2 K est compatible avec les marges d’erreur. De plus, on remarque que les valeurs
trouvées près du plan ab sont en bon accord avec la formule. En négligeant tout effet
démagnétisant dans le plan ab, on peut considérer que Hc1//ab = Hp//ab pour tout T
en commettant une erreur de moins de 10%. On peut remarquer sur la figure l’écart
entre la courbe expérimentale et la courbe calculée à partir de 4.18 lorsque le champ
est appliqué suivant l’axe c. Cet écart est dû à la présence de barrières géométriques.

Cette étude nous a donc permis de donner, pour la première fois, une valeur précise de
Hc1 dans MgB2 :

Hc1 = 0.11± 0.01T (4.19)
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Figure 4.29: Hp versus θ à 4.2 K pour l’échantillon ]6 présenté dans le tableau. La
ligne correspond à la dépendance calculée en absence de barrières géométriques (barreau
à section elliptique).

et est isotrope.

4.5.2 Dépendance en température et anisotropie.

Le diagramme de phases completHc1(T ) a été obtenu à partir des courbes d’aimantation
réversible obtenues, avec la formule de Bean, par des mesures de cycle complet. Les
deux directions ont pu être mesurées en plaçant l’échantillon horizontalement (Ha//c)
et verticalement (Ha//ab) par rapport au plan de la sonde comme on peut le visualiser
sur la figure 4.30.

Comme nous l’avons déjà mentionné, cette méthode n’est pas appropriée en présence
de barrières géométriques. Mais, du fait de la faible irréversibilité, les résultats ainsi
obtenus sont cohérents avec ceux déduits des mesures de rémanence. On obtient donc
le diagramme de phases de la figure 4.31.

Contrairement à Hc2, les valeurs de Hc1 dans les deux directions sont très similaires.
Toutefois, si Hc1//ab présente une dépendance en température quasi linéaire, celle de
Hc1//c possède une courbure négative à haute température. Un tel comportement a
déjà été observé dans des films minces ou des polycristaux [16]. Il peut être expliqué
grâce à la théorie de Ginzburg Landau pour les supraconducteurs à deux gaps [17].
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Figure 4.30: Partie réversible déduite des cycles d’aimantation à partir du modèle
de Bean (demi somme des branches montante et descendante). Les mesures ont été
effectuées à diverses températures et dans les deux directions (parallèle à c, en haut et
dans le plan ab en bas). En insert de chacune des figures, un schéma représentant la
disposition de l’échantillon sur la sonde.

Cette courbure particulière est directement reliée à la dépendance en température de

l’anisotropie ΓHc1=
Hc1//c

Hc1//ab
que nous présentons figure 4.32.

A basse température, Hc1//c ∼ Hc1//ab et ΓHc1 ∼ 1. Mais, la courbure négative de
Hc1//c conduit, à haute température, à une augmentation de l’anisotropie qui tend vers
2 près de Tc, rejoignant ainsi l’anisotropie de Hc2. Nous donnerons une explication plus
détaillée de ce comportement de l’anisotropie au chapitre suivant mais on peut dors et
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Figure 4.32: Anisotropie du champ critique inférieur ΓHc1=
Hc1//c

Hc1//ab
en fonction de la

température.

déjà affirmer qu’il tient son origine de la présence de deux gaps. En effet, tout comme
pour l’anisotropie du champ critique Hc2, la dépendance non conventionnelle avec la
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température de ΓHc1 provient de l’intervention différente des 2 gaps en fonction de la
position où l’on se trouve sur le diagramme de phases H-T . On reste toutefois dans le
cas de Hc1 en limite bas champ. A basse température, le calcul de l’anisotropie sur la
surface de Fermi en limite propre conduit à ΓHc1 ∼ 1 (voir chapitre II). A température
plus élevée, la bande σ, anisotrope joue un rôle plus important et augmente la valeur
de l’anisotropie.

Les résultats que nous avons obtenus ici sont bien différents de ceux qu’on pouvait
trouver dans la littérature. Caplin et al. [2] proposait en effet une anisotropie de
Hc1 constante (∼ 2) et égale à l’anisotropie de Hc2. Kim et al. [1] obtenait bien une
anisotropie à basse température de l’ordre de 1 mais avec Hc1 ∼ 0.05 T. Le premier
résultat obtenu par Caplin et al. s’explique par une mauvaise considération des effets
géométriques qui s’avère dramatique pour des échantillons minces comme nous l’avons
montré dans ce chapitre. Enfin, la méthode de mesure de Kim et al. demeure peut
être inappropriée pour des échantillons présentant des coins. En effet, le critère de
déduction de Hp est le champ pour lequel on s’écarte de l’état Meissner dans la courbe
de première aimantation. Or la présence de ligne de flux dans les coins de l’échantillon
provoque une déviation de l’état Meissner et rend ce critère caduque.

Les anisotropies des deux champs critiques sont regroupées figure 4.33.
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Figure 4.33: Dépendance des anisotropies des champs critiques en fonction de la
température.

Dans les supraconducteurs conventionnels à un seul gap, ces deux anisotropies sont
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identiques (ce qui revient à dire qu’elles sont indépendantes du champ) et très peu
dépendantes de la température. L’ambitieux objectif du chapitre suivant sera donc de
comprendre d’où peut provenir un tel comportement.
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Chapitre 5

Longueur de Cohérence et
Profondeur de Pénétration

5.1 Introduction

La longueur de cohérence, ξ, et la profondeur de pénétration, λ sont les deux paramètres
fondamentaux de la supraconductivité.

Dans les supraconducteurs conventionnels, la théorie de Ginzburg Landau prévoit
que ces deux paramètres doivent être indépendants du champ magnétique et doivent
augmenter avec la température. Elles estiment également que leurs anisotropies doivent
être égales et très peu dépendantes du champ magnétique et de la température. Ces
prédictions ont cependant déjà été mises à mal expérimentalement. En effet, il a été
observé une très faible dépendance de ξ avec le champ dans certains composés comme
NbSe2 [1]. Aussi se demande-t-on ce qu’il en est dans notre composé MgB2? Des
mesures de spectroscopie de pointe, de microscopie à effet tunnel, de chaleur spécifique,
d’aimantation et de neutrons présentent des comportements inattendus en fonction du
champ magnétique appliqué et de la température. Ces comportements “pathologiques”
mettent ainsi en évidence le fait que la seule connaissance des lignes de transition
Hc1(T ) et Hc2(T ) ne suffisent plus pour décrire les paramètres fondamentaux de la
supraconductivité de MgB2.

Afin de s’en convaincre, nous allons examiner plus précisément les comportements
extra-ordinaires (au sens propre du terme) observés dans différentes mesures et nous
allons les comparer aux comportements usuellement observés. La liste des mesures
présentant les dites “pathologies” n’est, bien sûr, pas exhaustive.

107
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5.1.1 Anisotropie

Dans un supraconducteur conventionnel, les anisotropies de λ et ξ sont égales et très peu
dépendantes de la température. Elles sont reliées aux anisotropies de Hc1 et Hc2. On
peut alors ne définir qu’une anisotropie Γ indépendante du champ et de la température.

Γ = Γλ = Γξ (5.1)

De plus, comme le verrons à la fin :

Γλ ≈ ΓHc1 (5.2)

et
Γξ = ΓHc2 (5.3)

d’où, dans la plupart des supraconducteurs conventionnels à un gap :

ΓHc1 ≈ Γλ = Γ = Γξ = ΓHc2 (5.4)

Les résultats exposés au chapitre précédent mettent à mal cette dernière relation. En
effet les mesures de chaleur spécifique, d’aimantation, de susceptibilité alternative et
de transport ont permis d’établir les anisotropies de Hc1 et Hc2, de montrer qu’elles
diffèrent et qu’elles dépendent de la température.
Cette constatation rejoint l’interrogation de V.G. Kogan [2] : “ Quel est le paramètre
d’anisotropie de MgB2 ?”
Mais si l’auteur ajoute qu’il “n’existe pas de réponse unique et qu’il est nécessaire de
préciser la quantité étudiée (Hc2 ou λ, par exemple) pour poser la question correcte-
ment”, nous allons proposer, à l’issu de ce chapitre, une définition unique du paramètre
caractéristique de l’anisotropie de MgB2.

5.1.2 Spectroscopie de pointe

Les mesures de spectroscopie de pointe [3, 4] effectuées sur des polycristaux de MgB2

ont mis en évidence l’existence de deux gaps supraconducteurs se refermant à la même
température.

Ces mesures sont basées sur le principe suivant : une pointe métallique est ap-
prochée de la surface d’un matériau supraconducteur. Cette pointe est alors portée
à un potentiel V . Le mécanisme de passage des porteurs de charge de la pointe vers
la surface dépend de la valeur de l’énergie d’excitation eV des porteurs de charges de
cette pointe par rapport à la valeur du gap 4 du supraconducteur et du coefficient de
transmission de l’interface T .
Si eV > 4, le transfert des porteurs vers le supraconducteur est possible soit de manière
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directe (i.e. balistique) pour T = 1 soit manière indirecte (i.e. par effet tunnel) pour
T ≈ 0. Dans les deux cas, la conductivité mesurée est la conductivité normale (σn).
Si maintenant eV < 4, les porteurs de charge ne peuvent pas passer seul dans le
matériau supraconducteur. Il est nécessaire qu’ils traversent l’interface par deux afin
de former des paires de Cooper dans le supraconducteur. Si le coefficient de transmis-
sion est 1 (passage balistique), le passage des porteurs est rendu possible avec la rétro-
diffusion de trous dans la pointe métallique. Ce scénario correspond au mécanisme de
réflexion d’Andreev et conduit à une conductance double au sein du gap supraconduc-
teur (σ = 2σn). Si le transport n’est pas balistique (T ≈ 0), le transfert de charges par
effet tunnel n’autorise pas deux porteurs à traverser la barrière tunnel simultanément
et la conductance est alors nulle pour eV < 4. Les conditions expérimentales se situent
généralement entre les deux limites de transmission (T = 1 et T � 1). Les formules
développées par Blonder, Tinkham et Klapwijk (BTK) [5] permettent de déterminer
le paramètre d’ordre 4 à partir des courbes de conductance en fonction de la tension
d’excitation.
La figure 5.1 présente les profils obtenus sur des échantillons polycristallins de MgB2

par Pavol Szabó lorsqu’il occupait le poste de mâıtre de conférences invité au sein du
LEPES.

Les trois courbes supérieures mettent clairement en évidence une structure à deux
gaps correspondant aux maxima placés symétriquement autour de la tension nulle. Le
dernier spectre de la figure ne semble présenter, lui, qu’une structure à un gap avec
un faible épaulement à des tensions plus élevées. Le nombre de gaps détectés dépend
de la direction cristallographique sondée. En effet, la bande σ (qui correspond au plus
grand gap) est anisotrope et ne possède qu’une très faible contribution suivant l’axe
c. Lorsque le courant est injecté dans une cristallite orientée suivant cette direction, le
gap correspondant n’induit qu’une faible contribution dans le spectre.

Les tailles de ces gaps ont été estimées à 4π = 2.8 meV pour le petit gap (issu de la
bande π) et4σ = 6.5-7 meV pour le grand gap (issu de la bande σ). Ces deux gaps sont
respectivement plus petit et plus grand que la valeur estimée pour un supraconducteur
à un gap dans l’hypothèse d’un couplage électron-phonon faible.

En présence d’un champ magnétique, les spectres de conductance se trouvent mod-
ifiés. En effet, l’amplitude des pics relatifs au petit gap diminue dès l’application
d’un faible champ magnétique extérieur. La figure 5.2 présente de tels spectres à
différentes températures (4.2, 10, 20, 30 K) et pour des champs magnétiques compris
entre 0 et 1T. A 4.2 et 10 K, en champ nul, les deux gaps sont encore visibles. A plus
haute température (au dessus de 20 K), du fait des fluctuations thermiques, les deux
gaps se mélangent.
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will be able to provide direct spectroscopic information
about the superconducting energy gap. In the pure An-
dreev limit, if a quasiparticle is accelerated by an applied
voltage V such that jV j , D!e, a direct transfer to the
superconducting electrode is forbidden and a hole is then
retroreflected in the normal electrode in order to allow the
formation of a Cooper pair in the superconductor. The
overall current (and differential conductance s ! dI!dV )
for jV j , D!e is then two times higher than the value for
jV j . D!e. In the intermediate case a dip appears for
V ! 0. Two peaks are then visible at V " 6D!e. The
evolution of the dI!dV vs V curves for different interfaces
characterized with the barrier strength Z is schematically
presented in Fig. 1a. Because the point-contact geome-
try directly probes the coherence of the superconducting
state, it is probably the most adapted technique to deter-
mine the superconducting energy gap. Another advantage

∆

∆

∆

∆

(a)

(b)

FIG. 1. (a) Numerical simulation of the BTK model at
different values of the barrier strength Z, representing be-
havior of the point-contact spectra for D ! 7 meV between
Giaever tunneling (Z ! 10) and clean Andreev reflection
(Z ! 0) at T ! 4.2 K. (b) Experimentally observed evolution
of the Cu-MgB2 point-contact spectra at T ! 4.2 K (solid
lines). The upper curves are vertically shifted for clarity. The
dotted lines display fitting results for the thermally smeared
BTK model with DS ! 2.8 6 0.1 meV, DL ! 6.8 6 0.3 meV
for different barrier transparencies and weight factors.

of the point-contact spectroscopy is that the normal elec-
trode is pushed into the sample in order to probe a clean
surface.

Point-contact measurements have been performed on
polycrystalline MgB2 samples with Tc ! 39.3 K and
DTc ! 0.6 K. A special point-contact approaching
system with a negligible thermal expansion allows for
the temperature and magnetic field measurements up to
100 K. The point contacts were stable enough to be
measured in the magnetic field of a superconducting
coil. A standard lock-in technique at 400 Hz was used to
measure the differential resistance as a function of applied
voltage on the point contacts. The microconstrictions
were prepared by pressing a copper tip (formed by elec-
trochemical etching) on the freshly polished surface of the
superconductor. MgB2 samples were prepared from boron
powder (99.5% pure, Ventron) and magnesium powder
(98% Mg 1 2% KCl, MCP Techn.), in relative proportion
1.05:2. A 2 g mass of the mixed powders was introduced
into a tantalum tube, then sealed by arc melting under ar-
gon atmosphere (purity 5N5). The tantalum ampoule was
heated by high frequency induction at 950 ±C for about
three hours. After cooling down to room temperature, the
sample was analyzed by x-ray diffraction and scanning
electron microscope. Among the brittle dark grey MgB2
powder (grain size ,20 mm), a few hard but larger grains
(0.1–1 mm) were found. Laue patterns show evidence for
only a limited number of single crystals in each grain.
Resistivity and ac susceptibility measurements of these
larger grains reveal a particularly abrupt superconducting
transition (DTc # 0.6 K), indicating their high quality in
comparison with that of the fine powder.

Figure 1b shows typical examples of the conductance
versus voltage spectra obtained for the various Cu-MgB2
junctions with different barrier transparencies. All shown
point-contact conductances were normalized to the value at
the high-voltage bias. The spectrum had a more tunneling-
like character when the tip first touched the surface (i.e.,
with a barrier resistance R " 100 V# and then continu-
ously transformed into a form with a direct conductance
as the tip was pushed into the sample (down to R " 6 V).
Almost all curves reveal a two-gap structure, where the
smaller-gap maxima are displayed at about 2.8 mV and
the large gap maxima at about 7 mV, placed symmetri-
cally around the zero bias. Even if, in some case, only the
smaller gap is apparent (as shown in the lowest curve of
Fig. 1b), its width hides the contribution of the second gap.
Then, as we show below, a magnetic field can suppress
the smaller gap and the large one will definitely emerge.
All our curves could be fitted by the sum of the two BTK
conductances asS 1 $1 2 a#sL with the weight factor a
varying from "10% to "90% depending on the position
of the tip (this scattering of the a value is probably related
to different crystallographic orientations at the different
microconstrictions). We thus definitely observed two dis-
tributions with the smaller gap scattered at about 2.8 meV
and the second one at about 7 meV.
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Figure 5.1: Courbes de spectroscopie de pointe Cu-MgB2 effectuées sur un échantillon
polycristallin (traits pleins). Les courbes ont été volontairement décalées par soucis de
clarté. Les traits pointillés représentent les courbes obtenues à partir du modèle BTK
avec 4π = 2.8 ± 0.1 meV et 4σ = 6.8 ± 0.3 meV pour différentes transparences de
barrières et différents coefficients de couplage.

De plus, le petit gap disparâıt rapidement avec le champ magnétique. Au dessus
de 1 T, il n’est plus visible, quel que soit la température.
Mais un autre comportement anormal a été observé avec le champ. Dans le cas d’un
supraconducteur à un gap, l’application d’un champ magnétique ne peut conduire qu’à
une diminution de la distance entre les pics de conductance (caractérisant le gap). En
effet, en appliquant un champ magnétique, on sépare les électrons qui composent les
paires de Cooper. Les électrons normaux ainsi libérés peuvent alors remplir les états
“interdits” contenus dans le gap. Les spectres de la figure 5.3 ne présentent que deux
pics symétriques par rapport à la tension nulle.

Les deux gaps sont cependant présents mais le grand gap a un signal plus faible
dans cette direction. On peut le vérifier en fittant cette courbe expérimentale à partir
de la courbe obtenue avec la formule BTK en ajustant un des paramètres1. Lorsqu’on
applique un champ magnétique, les pics élargis des spectres commencent par s’écarter.

1Dans cette formule BTK, pour un supraconducteur à un gap, trois paramètres peuvent être
ajuster : 4, la largeur du gap, Z, le coefficient qui caractérise le taux de réflectivité de la barrière
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FIG. 3. Experimentally observed influence of the applied mag-
netic field on the two-gap structure of the normalized point-
contact spectra at indicated temperatures. These spectra clearly
reveal that both gaps exist in zero field up to Tc as shown by the
rapid suppression of the small-gap structure (DS ! 2.8 meV)
with magnetic field which leads to a broad deep minimum at
zero bias.

gaps coexist near Tc, thus supporting the two-band model
of superconductivity in MgB2.

A quantitative analysis of the magnetic field effect on
the two gaps is a problem sui generis and will be a subject
of further study. We suppose that due to the interaction
between the 3D and 2D bands in MgB2 there will be not
only one common Tc but also one Hc2 for a particular field
orientation. Then, the rapid suppression of the smaller-gap
contribution at low fields should be followed by its weak
presence up to a common Hc2. On the spectra obtained
thus far we never observed a full suppression of the gap
structure below 10 T at 4.2 K.

The specific heat measurements performed by Bouquet
et al. [14] revealed a strong reduction of the electronic den-
sity of states at low temperatures, suggesting the presence
of a second small energy gap which, in striking similarity
with our direct observations, could be suppressed by !1 T
magnetic field. Specific heat is a bulk thermodynamic
quantity and the excellent consistency of these measure-
ments with our spectroscopic results further demonstrates
that the existence of these two gaps is an intrinsic prop-
erty of MgB2. The presence of two gaps has been recently
detected in the specific heat data for three differently pre-
pared samples [18]. Also, recently a body of optical and
microwave measurements appeared (e.g., Tu et al. [19]) on
MgB2 samples of different forms, showing that the smaller
gap is a bulk property. Indirect observations of two gaps

were also obtained from the temperature dependence of the
specific heat in the conventional superconductors Nb, Ta,
and V [20] but, to the best of our knowledge, clear and di-
rect observation for the presence of two gaps existing up to
the same Tc was never observed before by spectroscopic
measurements. The possibility that these two gaps have
different dimensionalities makes this system particularly
attractive for further studies.

In conclusion, we obtained strong experimental evi-
dence for the existence of two gaps closing at the same
bulk Tc of the MgB2 superconductor. The regular obser-
vation of this effect in our spectra and the support for it
by other techniques probing the the sample on a differ-
ent scale indicate that this is an inherent property of the
material.

This work was supported by the Slovak VEGA Grant
No. 1148.
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Figure 5.2: Spectres de conductance en fonction de la tension à 4.2, 10, 20 et 30 K.
Pour chacune de ces températures, un champ magnétique a été appliqué. Ces spectres
montrent clairement l’existence des deux gaps et la disparition du petit gap, avant celle
du grand, avec le champ magnétique

Cela correspond à la destruction des paires dans la bande π donc à la disparition pro-
gressive du petit gap observé plus nettement dans les spectres à 4 pics. La contribution
du grand gap devient alors de plus en plus importante et une fois que l’on a dépassé le
champ pour lequel la bande π est remplie, les pics se resserrent à nouveau. Le grand
gap se remplit à son tour.

La présence de deux gaps supraconducteur ayant différentes dépendances avec le
champ magnétique induit donc des comportements anormaux dans les mesures de

Z= 1
1+T 2 et Γ, le coefficient qui caractérise le temps de vie des quasi-particules. Dans le cas de MgB2,

il faut attribuer deux largeurs de gaps, et un paramètre de couplage α supplémentaire.
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Figure 5.3: Spectre de conductance à 4.2, 15 et 25 K pour différents champs magnétiques
appliqués le long de l’axe c. Le courant est injecté suivant c. La ligne pointillé montre
l’évolution de la position du pic en fonction du champ magnétique.

spectroscopie à contact de pointe dans MgB2.

5.1.3 Spectroscopie tunnel à balayage

Les mesures de spectroscopie tunnel à balayage effectuées à Genève par Eskildsen et
al. [6] sur des échantillons de MgB2 monocristallins ont mis en évidence une longueur
de cohérence à bas champ plus grande que celle déduite de Hc2. Les mesures ont été
réalisées suivant l’axe c cristallographique.
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Ce type de spectroscopie, basé sur l’effet tunnel, permet d’obtenir des courbes de con-
ductances en fonction de la tension appliquée. Ces spectres, effectués pour différentes
positions de la pointe permettent d’obtenir une image topographique des vortex comme
le montre la figure 5.4.

We now return to the single vortex measurement. In
Fig. 3(a), we have plotted the normalized ZBC, !0!x; 0",
for the vortex trace measured at 0.05 T. It is immediately
clear that the spatial extension of the vortex core is much
larger than the 10 nm estimated from Hc2. The ZBC
profile can be fitted by one minus the GL expression for
the superconducting order parameter:

!0!x; 0" # !0
0 $ !1% !0

0" & !1% tanhx=""; (1)

where !0
0 # 0:068 is the normalized ZBC measured

in zero field. The fit, shown in Fig. 3(a), yields a coher-
ence length, " # "# # 49:6' 0:9 nm. Using the GL
expression to calculate the upper critical field with this
value of the coherence length yields H0

c2 # 0:13 T. At
0.2 T we hence find ourselves in the bizarre situation of
imaging the vortex lattice above the nominal H0

c2.
Additional vortex lattice imaging has been performed
as high as 0.5 T.

This apparent paradox can be reconciled if one as-
sumes that superconductivity in the # band is induced
by the ! band, by either interband scattering or Cooper
pair tunneling [12,25]. This means that isolated the #

FIG. 3. Vortex size and core overlap. (a) Normalized zero bias
conductance versus distance from the center, for the isolated
vortex shown in Fig. 2(a). The line is a fit to Eq. (1) in the text.
(b) Calculated bulk ZBC (left axis) and electronic specific heat,
$, for $#

n =$!
n # 0:55=0:45 (right axis). The calculated values

are compared to, respectively, the measured bulk ZBC
(circles), and specific heat measurements on polycrystalline
samples (squares) [10].

FIG. 2 (color). Vortices in MgB2. Top: 250& 250 nm2

false color spectroscopic images of a single vortex induced
by an applied field of 0.05 T (a), and the vortex lattice at 0.2 T
(b). In both cases the tunnel resistance was Rt # 0:4 G! (U #
0:2 V; I # 0:5 nA). The conductance is normalized to, respec-
tively, 2.9 meV (0.05 T) and 3.9 meV (0.2 T). (c) 250 nm
trace across the single vortex indicated by the white line
in (a), with spectra recorded each 2 nm. Each spectrum is
normalized to the conductivity at 12 meV (Rt # 0:4 G!).
A spectrum at the vortex center together with one far
from the vortex core have been highlighted in red for
clarity. (d) Normalized spectra measured in zero field,
and between the vortices for fields between 0.05 and 0.5 T
(Rt # 0:2 G!). Each subsequent spectrum is offset by 0.5
with respect to the previous one. The bars at zero bias
indicate the respective zero conductivity for the offset
spectra. All measurements in this figure were performed
at 2 K.
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Figure 5.4: Vortex dans MgB2. (a) Image spectroscopique d’un vortex seul induit par
un champ magnétique appliqué de 0.05 T. (b) Image spectroscopique d’un réseau de
vortex à 0.2 T.

A bas champ, on peut isoler un vortex et obtenir le spectre de conductance suivant
la diagonale de celui-ci. C’est ce qui est présenté figure 5.5.

L’auteur a choisi de déduire la longueur de cohérence avec le critère indiqué sur
la figure 5.5. Il trouve ainsi : 2ξ = 49.6 ± 0.9 nm. En utilisant l’expression de
Ginzburg-Landau classique Hc2 = φ0

2πξ2 pour déterminer le champ H ′
c2 correspondant

au ξ mesuré, l’auteur trouve H ′
c2 = 0.13 T. Même si ce champ remarquable est bien

inférieur au champ de disparition de la bande π déterminé par Szabó et al., il met
en évidence un phénomène anormal dans les mesures de spectroscopie. En utilisant
cette même expression pour déduire la valeur de ξ correspondant au champ critique
supérieur Hc2 = 3.1 T, on obtient ξ = 10 nm. Ces mesures de spectroscopie tunnel
à balayage mettent en évidence que la seule connaissance de Hc2 ne suffit pas pour
déterminer entièrement ξ et elles montrent, de surcrôıt, la dépendance de ce paramètre
avec le champ magnétique.

5.1.4 Chaleur spécifique

Les mesures de chaleur spécifique effectuées par F. Bouquet et al. [7] sur des échantillons
polycristallins de MgB2 à très basse température présentent une allure inattendue.
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We now return to the single vortex measurement. In
Fig. 3(a), we have plotted the normalized ZBC, !0!x; 0",
for the vortex trace measured at 0.05 T. It is immediately
clear that the spatial extension of the vortex core is much
larger than the 10 nm estimated from Hc2. The ZBC
profile can be fitted by one minus the GL expression for
the superconducting order parameter:

!0!x; 0" # !0
0 $ !1% !0

0" & !1% tanhx=""; (1)

where !0
0 # 0:068 is the normalized ZBC measured

in zero field. The fit, shown in Fig. 3(a), yields a coher-
ence length, " # "# # 49:6' 0:9 nm. Using the GL
expression to calculate the upper critical field with this
value of the coherence length yields H0

c2 # 0:13 T. At
0.2 T we hence find ourselves in the bizarre situation of
imaging the vortex lattice above the nominal H0

c2.
Additional vortex lattice imaging has been performed
as high as 0.5 T.

This apparent paradox can be reconciled if one as-
sumes that superconductivity in the # band is induced
by the ! band, by either interband scattering or Cooper
pair tunneling [12,25]. This means that isolated the #

FIG. 3. Vortex size and core overlap. (a) Normalized zero bias
conductance versus distance from the center, for the isolated
vortex shown in Fig. 2(a). The line is a fit to Eq. (1) in the text.
(b) Calculated bulk ZBC (left axis) and electronic specific heat,
$, for $#

n =$!
n # 0:55=0:45 (right axis). The calculated values

are compared to, respectively, the measured bulk ZBC
(circles), and specific heat measurements on polycrystalline
samples (squares) [10].

FIG. 2 (color). Vortices in MgB2. Top: 250& 250 nm2

false color spectroscopic images of a single vortex induced
by an applied field of 0.05 T (a), and the vortex lattice at 0.2 T
(b). In both cases the tunnel resistance was Rt # 0:4 G! (U #
0:2 V; I # 0:5 nA). The conductance is normalized to, respec-
tively, 2.9 meV (0.05 T) and 3.9 meV (0.2 T). (c) 250 nm
trace across the single vortex indicated by the white line
in (a), with spectra recorded each 2 nm. Each spectrum is
normalized to the conductivity at 12 meV (Rt # 0:4 G!).
A spectrum at the vortex center together with one far
from the vortex core have been highlighted in red for
clarity. (d) Normalized spectra measured in zero field,
and between the vortices for fields between 0.05 and 0.5 T
(Rt # 0:2 G!). Each subsequent spectrum is offset by 0.5
with respect to the previous one. The bars at zero bias
indicate the respective zero conductivity for the offset
spectra. All measurements in this figure were performed
at 2 K.
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Figure 5.5: Courbe de conductance normalisée pour une tension “bias” nulle en fonc-
tion de la distance au centre d’un vortex isolé. La ligne correspond à l’expression de
Ginzburg Landau.

En effet, la figure 5.6 présente une courbe de chaleur spécifique en fonction de la
température (en unités réduites) en champ nul.

On remarque un excès de poids de la courbe près de Tc/5 en comparaison avec le
modèle BCS à un gap. Il s’accompagne d’un manque de poids près de Tc comme cela
doit être respecté pour les transitions du second ordre2. Cette forme particulière de la
courbe est directement reliée à la structure de bandes de MgB2.

De plus, en examinant le comportement des courbes de chaleur spécifique en présence
d’un champ magnétique, on remarque que les aires en question diminuent très rapide-
ment lorsque le champ appliqué est faible puis la diminution ralentie à fort champ. En
mesurant le terme linéaire de la contribution électronique γ(H) à la chaleur spécifique
en fonction du champ, on retrouve le caractère décrit précédemment [8]. Cette dépendance
est présentée figure 5.7 pour les deux directions cristallographiques principales.

Quelque soit la direction du champ magnétique (parallèle à l’axe c ou dans le
plan ab), on observe deux régimes linéaires de pente différente. Afin de comparer
le comportement de γ(H) de MgB2, différents cas sont présentés figure 5.8. Ils sont
tirés d’une des publications de F. Bouquet et al. [7]. Le premier cas (a) est celui d’un
composé isotrope Nb77Zr23. Il possède une dépendance de γ quasi-linéaire avec le champ

2L’aire contenue sous la courbe C/T versus T est égale à l’entropie S.
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Figure 5.6: Chaleur spécifique en champ nul en fonction de la température (en unités
réduites). Les symboles correspondent à la mesure [7]; le trait fin, au modèle BCS pour
un supraconducteur à un gap; le trait épais, au modèle BCS pour un supraconducteur
à 2 gaps. La partie hachurée met en évidence l’excès de chaleur spécifique du à la
présence de 2 gaps.

jusqu’à Hc2. Cela signifie que la contribution de chacun des coeurs de vortex à l’état
normal est proportionnel à ξ2. La courbe de l’encadré (b) présente une non linéarité de
γ(H) dans le composé NbSe2 (qu’on retrouve aussi dans le carbure de bore). Celle-ci
est à relier avec l’anisotropie de ces composés. Enfin, dans certains supraconducteurs
à haute température critique comme YBa2Cu3O7, (figure (c)), γ(H) ∝ H0.5 à cause de
la présence de noeuds dans le gap (accompagnée de l’absence de régime exponentiel à
basse température de la chaleur spécifique électronique en champ nul).

L’encadré (d) de la figure 5.8 représente γ(H) obtenue dans des polycristaux. Dans
ce cas, la non linéarité est très supérieure à celle présentée dans les autres composés
car les deux directions sont confondues. Aucune des interprétations données pour les
autres composés ne peut convenir dans notre cas. Le comportement caractéristique de
MgB2 en chaleur spécifique réside dans la présence d’une “cassure” vers 0.5 T dont ce
chapitre cherchera à déterminer l’origine.
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normal electronic linear term of the MgB2 crystal and
was calibrated by measuring a 196 !g Ag reference
sample.

Figure 1 shows the specific heat for both orientations. It
is impossible to compensate exactly for the small but
unknown quantity of varnish used to attach the sample.
Instead, in order to calculate "!H", we used the zero-field
curve as a reference. It was shown on polycrystals that the
electronic specific heat of MgB2 is negligible in zero field
in this temperature range [8–10]: the parallel shift of the
C=T curves in Fig. 1 is thus a direct measurement of "!H".
This shift was precisely determined by fitting each curve
with a linear electronic term "!H"T plus a #T3 lattice
term, imposing the same # coefficient for all fields. The
result for "!H" is plotted in Fig. 2 for both orientations.
With the field perpendicular to the boron planes, "!H"
saturates above 3–4 T, indicating that the sample has
entered the normal state. This value is consistent with
previous reports giving !0H

!c"
c2 # 3 T for the upper-

critical field along the c axis [25–27,31]. This also deter-
mines the normal electronic linear term "n $
0:76% 0:03 mJK&2 g-at:&1, comparable with literature
values [7–10]. The normal state is not fully established
when the field is parallel to the !ab" planes, indicating
that H!ab"

c2 is higher than the maximum applied field of
14 T. An extrapolation suggests !0H

!ab"
c2 # 18–22 T, in

agreement with reported values [32]. Therefore, the
anisotropy of the upper-critical field at T ' Tc is estab-
lished in bulk.

The anisotropy of Hc2 in MgB2 has long been debated
[32], but was finally assessed by experiments using clean
single crystals [25–28,31]. Two kinds of anisotropy can be
considered: the anisotropy of the superconducting gap
and that of the Fermi surface. To model the former,
some ~kk dependence of the gap has to be assumed. Such
an approach was attempted using a one-band model for
MgB2 [33]. The two-band model is an extreme case of

such an anisotropy: depending on which Fermi sheet is
considered, the superconducting gap may be either large
or small. The effect of an anisotropic Fermi surface on
superconducting properties can be modeled by renormal-
izing the isotropic results by a function of the ratio of the
effective masses, a method that was successfully applied
to cuprate superconductors [34]. Angst et al. used this
approach for MgB2 [27], but showed that the shape of the
torque curves did not follow this simple one-band, aniso-
tropic model over the whole range of field orientations.

From Fig. 2, it is clear that it is not possible to nor-
malize the effect of the field by using a constant anisot-
ropy factor. For H ( 0:5 T, the values of "!H" are almost
indistinguishable, irrespective of the field direction,
showing the absence of anisotropy (see inset of Fig. 2).
However, a field scaling factor of )5 is needed to super-
pose the "!H" curves just below saturation, i.e., near Hc2.
An effective anisotropy !eff can be defined as the scaling
factor by which the field along the c axis must be multi-
plied in order to merge both "!H" curves. Figure 3
presents !eff versus H k !ab". At low field, !eff # 1, since
the effect of H does not measurably depend on the ori-
entation; !eff rapidly increases with H and tends toward
the anisotropy of Hc2, )5. Such an H-dependent anisot-
ropy was also deduced from torque measurements [27].
The present analysis shows that the change of !eff with H
(and possibly with T) is an intrinsic property of MgB2,
having a bulk thermodynamic signature, even though
the amplitude of this variation may depend on the physi-
cal quantity by which it is determined. We argue in
the following that, to explain specific heat measure-
ments, both kinds of anisotropy are required: the band
dependence of the gap, plus a renormalization by the
effective masses on the $ band.
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Figure 5.7: Coefficient du terme linéaire correspondant à la contribution électronique
de la chaleur spécifique en fonction du champ magnétique appliqué. Les symboles creux
correspondent à un champ appliqué parallèle aux plans de bores, les symboles pleins à
un champ perpendiculaire.

5.1.5 Aimantation

Les courbes d’aimantation classiques attendues pour des supraconducteurs de type II
ont été établies par Brandt [9] à partir de la théorie de Ginzburg Landau. La figure 5.9
représente 4 courbes d’aimantation déterminées pour un échantillon en forme de bar-
reau infini à section elliptique (avecN = 0.6). L’échantillon est considéré comme parfait
(i.e. sans défaut piégeant les vortex) et le champ qui est appliqué selon l’axe z (i.e. c),
est uniforme. Les grandeurs en jeu ici sont données sous leur forme réduite : pour le
champ magnétique h = H/Hc2, pour l’aimantation m = M/Hc2 et pour l’induction
magnétique b = B/Bc2

3.

Ces courbes d’aimantation mettent en évidence les trois états fondamentaux d’un
supraconducteur de type II : l’état Meissner, où m = -h, l’état mixte où m augmente
jusqu’à atteindre sa valeur dans l’état normal (m = 0) et le dit état normal. A
l’intérieur de l’état mixte, trois régimes se distinguent : le régime hauts champs (i.e.
près de Hc2), le régime de champs intermédiaires (Hc1 � H � Hc2) et le régime bas

3Brandt n’a pas utilisé ici l’approximation circulaire pour la cellule hexagonale de Weigner-Seitz
du réseau de vortex. Il a effectué les calculs en considérant la forme exacte de ce réseau (triangulaire
ou carrée).
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Figure 5.8: Coefficient du terme linéaire correspondant à la contribution électronique
de la chaleur spécifique en fonction du champ magnétique appliqué dans différentes di-
rections. Les différents encadrés correspondent à différents échantillons : (a) Nb77Zr23;
(b) NbSe2; (c) YBa2Cu3O7 et (d) MgB2 polycristallin.

champs (près de Hc1). La dépendance de l’aimantation M (ou de l’induction B) avec
le champ magnétique H ne fait intervenir que deux paramètres : κ = λ/ξ le coefficient
de Ginzburg Landau et Hc2.

Le régime hauts champs (0.5 ≤ b ≤ 1) est appelé régime d’Abrikosov. L’aimantation
y varie linéairement avec le champ magnétique :

m ≡ mA = − 1− b

(2κ2 − 1)βA + 1
(5.5)

où βA est le coefficient d’Abrikosov.
Le régime de champs intermédiaires est appelé régime de London. La dépendance

de l’aimantation avec le champ magnétique est cette fois logarithmique. Brandt donne
alors l’expression suivante de l’aimantation valable pour 1

2κ2 ≤ b ≤ 0.01 :

−m =
1

4κ2
ln(

0.358

b
) (5.6)
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Figure 5.9: Courbes d’aimantation réversible (en unités réduites) en fonction du champ
magnétique réduit calculées pour des échantillons en forme de barreau infini à section
elliptique de paramètre κ différent.

Il existe toutefois une expression rassemblant ces deux régimes (Abrikosov et Lon-
don). Elle est valable pour 3 ≤ κ ≤ 20.

−m =
1

4κ2
ln(1 +

1− b

b
f2(b)) (5.7)

avec

f2(b) = 0.357 + 2.890b− 1.581b2 (5.8)

Enfin à bas champ, m(h) présente une pente verticale près de Hc1. Le modèle de
London donne alors l’expression de l’aimantation suivante valable pour 0 ≤ b ≤ 2.5

κ2 et
7 ≤ κ :

−m = hc1 − b+
3
√
π.c

2κ2
.e−c(1 +

19

8c
− 47

128c2
) (5.9)

avec :

c =
a

λ
=

√
4π/

√
3

bκ2
(5.10)

Une formule d’interpolation permet finalement de relier les trois régimes.
Afin de comparer ces courbes calculées pour une aimantation globale M=f(B) à

nos courbes d’induction locale, il nous faut convertir M=f(B) en B−µ0Ha en fonction
de µ0Ha. Pour ce faire, on a dû assimiler l’échantillon à une ellipse. Dans ce cas, on
a :

B − µ0Ha = µ0(1−N)M (5.11)
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Ha =
B

µ0

− (1−N)M (5.12)

En prenant N = 0.6, on retrouve bien la bonne valeur de Hc1 = Hp

1−N
. Conscients que

cette relation est fausse à bas champ (du fait de la présence des barrières géométriques),
nous avons limité notre étude au-dessus de 1500 Gauss. Un choix alternatif consiste
à prendre N = 0.7. Il correspond au coefficient démagnétisant d’une ellipse de même
rapport géométrique. Une telle correction about à un écart de 10% dans la valeur
absolue mais ne modifie pas la dépendance en champ.

Si nous tentons de comparer nos courbes avec les courbes calculées par Brandt,
nous ne pouvons les faire cöıncider sur la totalité de la gamme de champs comme le
montre la figure 5.10. En effet, à haut champ (régime d’Abrikosov), les deux courbures
sont opposées et aucun ajustement de paramètres ne pourra inverser le comportement
de la dépendance calculée.

Les mesures ont été réalisées à l’aide de sondes de Hall. Notre courbe expérimentale
a été obtenue en effectuant la moyenne de l’aimantation montante et descendante.
Cette méthode a été détaillée au chapitre IV. Nous y avions souligné le problème
lié aux barrières géométriques à bas champ. Néanmoins, au delà de 0.2 T on peut
s’affranchir de ces problèmes et déduire l’aimantation réversible de cette manière.

Nous verrons que la présence des deux gaps, générant une dépendance en champ
des paramètres fondamentaux ξ et λ (et donc κ), confère une allure inattendue à m(h).

5.1.6 Neutrons

Les effets de la nature multi gap de MgB2 sur le réseau de vortex ont été observés
par Cubitt et al. [10] à l’aide de mesures de diffraction de neutrons aux petits angles
(appelée SANS pour “Small Angle Neutrons Scattering”). Le réseau de vortex induit
une modulation du champ magnétique. Ainsi les neutrons, porteurs d’un moment
magnétique, y sont sensibles et peuvent être diffractés de manière cohérente. Cette
diffraction donne lieu à des pics de Bragg qui donnent une image du réseau de vortex
(ou du verre de Bragg) dans l’espace réciproque. De tels mesures ont ainsi été réalisées
sur des monocristaux de MgB2. Les clichés obtenus pour des champs variant de 0.5 à
0.9 T sont présentés en figure 5.11.

Pour un champ de 0.5 T, on observe 6 pics de Bragg bien définis et placés sur un
réseau hexagonal. L’orientation de ces pics est décalée par rapport à celle de l’espace
réel. En effet, dans l’espace direct, le vortex voisin le plus proche est situé dans une
direction perpendiculaire à l’axe a noté sur la figure. Lorsqu’on augmente le champ
magnétique, on observe un dédoublement des pics de Bragg (encadré (b), (c) et (d)). Ce
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Figure 5.10: Partie réversible du cycle d’aimantation déduite dans le modèle de Bean
(points noirs) comparée à l’aimantation réversible calculée par Brandt pour un même
Hc2 et pour κ = 5. Aucun ajustement des paramètres de calculs (Hc2 et κ) ne permet
de reproduire la courbe expérimentale.

dédoublement correspond à la formation de différents domaines de réseaux de vortex.
Ces domaines possèdent des orientations différentes les uns par rapport aux autres (i.e.
ils sont tournés de quelques degrés d’angle). Plus on augmente le champ magnétique et
plus l’angle (noté α) entre les deux pics augmente. Lorsqu’on atteint 0.9 T, les domaines
ont chacun tourné de 30◦ et on reforme un réseau hexagonal. Mais l’orientation de ce
réseau est différente de celle qu’on avait initialement (à 0.5 T). Elle est maintenant
la même que celle de l’espace direct. L’orientation du réseau de vortex est reliée à la
structure électronique du système. En effet, la surface de Fermi intervient dans les
courants d’écrantage circulant autour des vortex. Elle peut ainsi affecter la symétrie et
l’orientation du réseau. La réorientation tout à fait inhabituelle observée dans MgB2

est donc directement reliée à l’évolution de deux bandes sous champ intervenant dans
le mécanisme de la supraconductivité.

Lors des mesures de neutrons, on mesure également l’intensité du pic de Bragg et
le facteur de forme. Ce dernier possède une dépendance en champ :

F =

√
3

2

1

(2π)2

φ0

λ2
exp (−(2π)2

√
3

B.ξ2

φ0

) (5.13)

Pour les supraconducteur à un gap, λ et ξ sont indépendants du champ. En traçant
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two degenerate directions, mutually rotated by a few
degrees relative to the low field orientation. The splitting
increases with field as shown in Fig. 1(c) and 1(d). As the
applied field is increased further to 0:9 T [Fig. 1(e)] the
two domains have each rotated 30!, which is sufficient to
reform a single domain. At high fields a FLL nearest
neighbor direction is thus aligned parallel to the a axis.
The split angle, ! [Fig. 1(c)] was extracted from the data
by fitting a two-dimensional Gaussian to each Bragg
peak. The field dependence of ! is shown in Fig. 2(a).
An abrupt onset of the reorientation occurs at "0:5 T,
followed by a continuous and almost linear increase of !
as a function of applied field up to 0:9 T where it rises
steeply to 60!. The continuous change of !, and the
absence of scattered intensity at the positions correspond-
ing to the initial and final orientation of the FLL during
the transition, is indicative of a second-order transition.

’The integrated intensity of a Bragg peak, I, is the sum
of the scattering as the sample is rotated through the
diffraction condition and is proportional to the form
factor squared jFj2 [15]. The form factor F, quantifies
the amplitude of the magnetic field modulation:
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where B is the mean internal magnetic field and !0 is the
flux quantum [16]. The first term describes the field
modulation at intermediate fields due to #, and the second

represents the effect of the finite size of the vortex core.
Thus for a conventional single band superconductor with
# and $ both independent of field, F plotted on a loga-
rithmic scale versus B should yield a straight line. The
zero-field value is determined by #&2 and the gradient
proportional to $2. Figure 2(b) shows the data departs
significantly from purely exponential behavior at low
fields. In the London model, this is consistent with a
loss of supercarrier density, ns / m'=#2, with increasing
field. We associate the loss of supercarrier density with a
suppression of superconductivity in the " band, in agree-
ment with results from scanning tunneling spectroscopy
[6] and point contact spectroscopy [4]. The fit to the form
factor plot shown in Fig. 2(b) involves a simple model for
ns as a function of field:

ns # n0f$1& w"% ( )w" exp$&B=B'%*g; (2)

combined with Eq. (1) and a characteristic field B'. The
second term is the field dependent fraction of supercar-
riers originating from the " band, the zero-field value
being w". An exponential suppression of the " band
contribution was also found by scanning tunneling spec-
troscopy [6]. The fit yields B' # 0:3$1% T, $ab # 8$1% nm,
w" # 0:38$14%, and n0 # 2:11$8% + 1021 cm&3. The value
of w" is in reasonable agreement with band structure
calculations, which found that the " band contributes
approximately 55% of the total supercarrier density
[1,2,17–19]. The value of B' agrees with the upper critical

FIG. 1 (color). SANS diffraction patterns of the FLL in MgB2 at 2 K. The data have been smoothed and noise in the central region
removed. Panels (a)–(e) correspond to fields of 0:5; 0:6; 0:7; 0:8, and 0:9 T applied parallel to the c axis. The FLL domain splitting,
!, is indicated in panel (c). Panel (f) was obtained with a field of 0:5 T applied at 45! to the c axis with the FLL anisotropy
indicated by the ellipse. The orientation of the crystalline a axis is shown in panels (a) and (f).
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degrees relative to the low field orientation. The splitting
increases with field as shown in Fig. 1(c) and 1(d). As the
applied field is increased further to 0:9 T [Fig. 1(e)] the
two domains have each rotated 30!, which is sufficient to
reform a single domain. At high fields a FLL nearest
neighbor direction is thus aligned parallel to the a axis.
The split angle, ! [Fig. 1(c)] was extracted from the data
by fitting a two-dimensional Gaussian to each Bragg
peak. The field dependence of ! is shown in Fig. 2(a).
An abrupt onset of the reorientation occurs at "0:5 T,
followed by a continuous and almost linear increase of !
as a function of applied field up to 0:9 T where it rises
steeply to 60!. The continuous change of !, and the
absence of scattered intensity at the positions correspond-
ing to the initial and final orientation of the FLL during
the transition, is indicative of a second-order transition.

’The integrated intensity of a Bragg peak, I, is the sum
of the scattering as the sample is rotated through the
diffraction condition and is proportional to the form
factor squared jFj2 [15]. The form factor F, quantifies
the amplitude of the magnetic field modulation:
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modulation at intermediate fields due to #, and the second
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zero-field value is determined by #&2 and the gradient
proportional to $2. Figure 2(b) shows the data departs
significantly from purely exponential behavior at low
fields. In the London model, this is consistent with a
loss of supercarrier density, ns / m'=#2, with increasing
field. We associate the loss of supercarrier density with a
suppression of superconductivity in the " band, in agree-
ment with results from scanning tunneling spectroscopy
[6] and point contact spectroscopy [4]. The fit to the form
factor plot shown in Fig. 2(b) involves a simple model for
ns as a function of field:
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combined with Eq. (1) and a characteristic field B'. The
second term is the field dependent fraction of supercar-
riers originating from the " band, the zero-field value
being w". An exponential suppression of the " band
contribution was also found by scanning tunneling spec-
troscopy [6]. The fit yields B' # 0:3$1% T, $ab # 8$1% nm,
w" # 0:38$14%, and n0 # 2:11$8% + 1021 cm&3. The value
of w" is in reasonable agreement with band structure
calculations, which found that the " band contributes
approximately 55% of the total supercarrier density
[1,2,17–19]. The value of B' agrees with the upper critical

FIG. 1 (color). SANS diffraction patterns of the FLL in MgB2 at 2 K. The data have been smoothed and noise in the central region
removed. Panels (a)–(e) correspond to fields of 0:5; 0:6; 0:7; 0:8, and 0:9 T applied parallel to the c axis. The FLL domain splitting,
!, is indicated in panel (c). Panel (f) was obtained with a field of 0:5 T applied at 45! to the c axis with the FLL anisotropy
indicated by the ellipse. The orientation of the crystalline a axis is shown in panels (a) and (f).
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two degenerate directions, mutually rotated by a few
degrees relative to the low field orientation. The splitting
increases with field as shown in Fig. 1(c) and 1(d). As the
applied field is increased further to 0:9 T [Fig. 1(e)] the
two domains have each rotated 30!, which is sufficient to
reform a single domain. At high fields a FLL nearest
neighbor direction is thus aligned parallel to the a axis.
The split angle, ! [Fig. 1(c)] was extracted from the data
by fitting a two-dimensional Gaussian to each Bragg
peak. The field dependence of ! is shown in Fig. 2(a).
An abrupt onset of the reorientation occurs at "0:5 T,
followed by a continuous and almost linear increase of !
as a function of applied field up to 0:9 T where it rises
steeply to 60!. The continuous change of !, and the
absence of scattered intensity at the positions correspond-
ing to the initial and final orientation of the FLL during
the transition, is indicative of a second-order transition.

’The integrated intensity of a Bragg peak, I, is the sum
of the scattering as the sample is rotated through the
diffraction condition and is proportional to the form
factor squared jFj2 [15]. The form factor F, quantifies
the amplitude of the magnetic field modulation:
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fields. In the London model, this is consistent with a
loss of supercarrier density, ns / m'=#2, with increasing
field. We associate the loss of supercarrier density with a
suppression of superconductivity in the " band, in agree-
ment with results from scanning tunneling spectroscopy
[6] and point contact spectroscopy [4]. The fit to the form
factor plot shown in Fig. 2(b) involves a simple model for
ns as a function of field:

ns # n0f$1& w"% ( )w" exp$&B=B'%*g; (2)

combined with Eq. (1) and a characteristic field B'. The
second term is the field dependent fraction of supercar-
riers originating from the " band, the zero-field value
being w". An exponential suppression of the " band
contribution was also found by scanning tunneling spec-
troscopy [6]. The fit yields B' # 0:3$1% T, $ab # 8$1% nm,
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of w" is in reasonable agreement with band structure
calculations, which found that the " band contributes
approximately 55% of the total supercarrier density
[1,2,17–19]. The value of B' agrees with the upper critical

FIG. 1 (color). SANS diffraction patterns of the FLL in MgB2 at 2 K. The data have been smoothed and noise in the central region
removed. Panels (a)–(e) correspond to fields of 0:5; 0:6; 0:7; 0:8, and 0:9 T applied parallel to the c axis. The FLL domain splitting,
!, is indicated in panel (c). Panel (f) was obtained with a field of 0:5 T applied at 45! to the c axis with the FLL anisotropy
indicated by the ellipse. The orientation of the crystalline a axis is shown in panels (a) and (f).
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two degenerate directions, mutually rotated by a few
degrees relative to the low field orientation. The splitting
increases with field as shown in Fig. 1(c) and 1(d). As the
applied field is increased further to 0:9 T [Fig. 1(e)] the
two domains have each rotated 30!, which is sufficient to
reform a single domain. At high fields a FLL nearest
neighbor direction is thus aligned parallel to the a axis.
The split angle, ! [Fig. 1(c)] was extracted from the data
by fitting a two-dimensional Gaussian to each Bragg
peak. The field dependence of ! is shown in Fig. 2(a).
An abrupt onset of the reorientation occurs at "0:5 T,
followed by a continuous and almost linear increase of !
as a function of applied field up to 0:9 T where it rises
steeply to 60!. The continuous change of !, and the
absence of scattered intensity at the positions correspond-
ing to the initial and final orientation of the FLL during
the transition, is indicative of a second-order transition.

’The integrated intensity of a Bragg peak, I, is the sum
of the scattering as the sample is rotated through the
diffraction condition and is proportional to the form
factor squared jFj2 [15]. The form factor F, quantifies
the amplitude of the magnetic field modulation:
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where B is the mean internal magnetic field and !0 is the
flux quantum [16]. The first term describes the field
modulation at intermediate fields due to #, and the second

represents the effect of the finite size of the vortex core.
Thus for a conventional single band superconductor with
# and $ both independent of field, F plotted on a loga-
rithmic scale versus B should yield a straight line. The
zero-field value is determined by #&2 and the gradient
proportional to $2. Figure 2(b) shows the data departs
significantly from purely exponential behavior at low
fields. In the London model, this is consistent with a
loss of supercarrier density, ns / m'=#2, with increasing
field. We associate the loss of supercarrier density with a
suppression of superconductivity in the " band, in agree-
ment with results from scanning tunneling spectroscopy
[6] and point contact spectroscopy [4]. The fit to the form
factor plot shown in Fig. 2(b) involves a simple model for
ns as a function of field:

ns # n0f$1& w"% ( )w" exp$&B=B'%*g; (2)

combined with Eq. (1) and a characteristic field B'. The
second term is the field dependent fraction of supercar-
riers originating from the " band, the zero-field value
being w". An exponential suppression of the " band
contribution was also found by scanning tunneling spec-
troscopy [6]. The fit yields B' # 0:3$1% T, $ab # 8$1% nm,
w" # 0:38$14%, and n0 # 2:11$8% + 1021 cm&3. The value
of w" is in reasonable agreement with band structure
calculations, which found that the " band contributes
approximately 55% of the total supercarrier density
[1,2,17–19]. The value of B' agrees with the upper critical

FIG. 1 (color). SANS diffraction patterns of the FLL in MgB2 at 2 K. The data have been smoothed and noise in the central region
removed. Panels (a)–(e) correspond to fields of 0:5; 0:6; 0:7; 0:8, and 0:9 T applied parallel to the c axis. The FLL domain splitting,
!, is indicated in panel (c). Panel (f) was obtained with a field of 0:5 T applied at 45! to the c axis with the FLL anisotropy
indicated by the ellipse. The orientation of the crystalline a axis is shown in panels (a) and (f).

P H Y S I C A L R E V I E W L E T T E R S week ending
25 JULY 2003VOLUME 91, NUMBER 4

047002-2 047002-2

two degenerate directions, mutually rotated by a few
degrees relative to the low field orientation. The splitting
increases with field as shown in Fig. 1(c) and 1(d). As the
applied field is increased further to 0:9 T [Fig. 1(e)] the
two domains have each rotated 30!, which is sufficient to
reform a single domain. At high fields a FLL nearest
neighbor direction is thus aligned parallel to the a axis.
The split angle, ! [Fig. 1(c)] was extracted from the data
by fitting a two-dimensional Gaussian to each Bragg
peak. The field dependence of ! is shown in Fig. 2(a).
An abrupt onset of the reorientation occurs at "0:5 T,
followed by a continuous and almost linear increase of !
as a function of applied field up to 0:9 T where it rises
steeply to 60!. The continuous change of !, and the
absence of scattered intensity at the positions correspond-
ing to the initial and final orientation of the FLL during
the transition, is indicative of a second-order transition.

’The integrated intensity of a Bragg peak, I, is the sum
of the scattering as the sample is rotated through the
diffraction condition and is proportional to the form
factor squared jFj2 [15]. The form factor F, quantifies
the amplitude of the magnetic field modulation:
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where B is the mean internal magnetic field and !0 is the
flux quantum [16]. The first term describes the field
modulation at intermediate fields due to #, and the second

represents the effect of the finite size of the vortex core.
Thus for a conventional single band superconductor with
# and $ both independent of field, F plotted on a loga-
rithmic scale versus B should yield a straight line. The
zero-field value is determined by #&2 and the gradient
proportional to $2. Figure 2(b) shows the data departs
significantly from purely exponential behavior at low
fields. In the London model, this is consistent with a
loss of supercarrier density, ns / m'=#2, with increasing
field. We associate the loss of supercarrier density with a
suppression of superconductivity in the " band, in agree-
ment with results from scanning tunneling spectroscopy
[6] and point contact spectroscopy [4]. The fit to the form
factor plot shown in Fig. 2(b) involves a simple model for
ns as a function of field:

ns # n0f$1& w"% ( )w" exp$&B=B'%*g; (2)

combined with Eq. (1) and a characteristic field B'. The
second term is the field dependent fraction of supercar-
riers originating from the " band, the zero-field value
being w". An exponential suppression of the " band
contribution was also found by scanning tunneling spec-
troscopy [6]. The fit yields B' # 0:3$1% T, $ab # 8$1% nm,
w" # 0:38$14%, and n0 # 2:11$8% + 1021 cm&3. The value
of w" is in reasonable agreement with band structure
calculations, which found that the " band contributes
approximately 55% of the total supercarrier density
[1,2,17–19]. The value of B' agrees with the upper critical

FIG. 1 (color). SANS diffraction patterns of the FLL in MgB2 at 2 K. The data have been smoothed and noise in the central region
removed. Panels (a)–(e) correspond to fields of 0:5; 0:6; 0:7; 0:8, and 0:9 T applied parallel to the c axis. The FLL domain splitting,
!, is indicated in panel (c). Panel (f) was obtained with a field of 0:5 T applied at 45! to the c axis with the FLL anisotropy
indicated by the ellipse. The orientation of the crystalline a axis is shown in panels (a) and (f).
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Figure 5.11: Images de diffraction SANS effectuées sur un échantillon monocristallin
de MgB2 à 2 K. Les encadrés (a)-(e) correspondent à un champ appliqué selon l’axe c
de 0.5, 0.6, 0.7, 0.8 et 0.9 T respectivement.

logF versus B, on obtient une droite dont la valeur en champ nul est déterminée par
1
λ2 et la pente par ξ2. La figure 5.12 représente le facteur de forme mesuré pour MgB2

par Cubitt et al.

On remarque un net écart à la linéarité attendue (ligne pointillée). Comme on le
verra plus tard, cet écart provient de la dépendance en champ de λ et ξ. L’auteur a
cependant proposé un fit des donnés à partir d’une expression tenant compte unique-
ment de la dépendance en champ de λ négligeant celle de ξ pourtant observée par
Eskildsen et al. [6].

5.2 Comportement exotique des paramètres fonda-

mentaux ξ et λ

Les différentes mesures présentées ci-dessus ont mis en évidence des comportements
pathologiques qui, comme nous allons le montrer, peuvent être compris en admettant
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field for the isolated ! band, deduced from specific heat
measurements [19]. The value for n0 is equivalent to
having 0:03 supercarriers per boron atom using an esti-
mated mean carrier mass enhancement from both bands,
m! " 0:5 [20]. Extrapolating the fit to zero field allows a
determination of the penetration depth, "ab " 82#2$ nm,
irrespective of the values of #ab and m! corresponding to
the ! and $ bands fully contributing to ns at zero field. At
the same time, extrapolating the linear part of Eq. (1)
[dashed line in Fig. 2(b)] to zero yields a second value of
"ab " 104#10$ nm corresponding to the high field limit
where only the $ band contributes to the superconductiv-
ity. It is interesting to compare these values to other bulk
measurements of "ab obtained by muon spin rotation.
Panagopoulos et al. reported "ab " 85 nm at 0:45 T
[21], whereas a higher value of "ab " 95–100 nm mea-
sured at 0:7 T was found by Niedermayer et al. [22]. Both
these values are consistent with our results. It is important
to keep in mind that our analysis ignores a possible field
dependence of the coherence length. Eskildsen et al. [6]
have proposed the existence of different coherence
lengths for the ! and $ bands, which would lead to an
effective # which changes as the ! band is suppressed by
the applied field. However, from Eq. (1) it is evident that
the zero-field extrapolations used to determine the
high and low field values of " are not affected by this.

Furthermore, the high field gradient of the form factor
corresponds to the ! band being fully suppressed, and the
estimate of # should therefore be taken as the coherence
length for the $ band.

It is now appropriate to revisit the FLL reorientation. It
is well known that the shape of the Fermi surface is
imprinted on the superconducting screening currents cir-
culating around the vortices, and can affect the FLL
symmetry and orientation with respect to the underlying
crystal lattice [23,24]. In the case of MgB2 we speculate
that the anisotropy of the ! and $ bands favor different
FLL orientations. At low fields we expect the vortex-
vortex interaction to be dominated by the screening cur-
rents in the ! band. Then, as the field is increased and
superconductivity in the ! band is suppressed, the FLL
gradually rotates to the orientation favored by the $ band.
A confirmation of this proposition requires a careful
evaluation of the free energy for the different FLL con-
figurations based on the appropriate Fermi velocity aver-
ages, and have so far not been carried out.

Since MgB2 is a uniaxial superconductor, rotating the
applied field away from the c axis results in a distortion of
the FLL principally due to the penetration depth anisot-
ropy, %". Figure 1(f) shows the diffraction pattern with a
field of 0:5 T applied at 45% to the c axis. In this case the
Bragg peaks lie on an ellipse rather than a circle as is
the case for H k c [Figs. 1(a)–1(e)], since the screening
currents circulating around a vortex must cross the basal
plane. If "c is larger than "ab (%" > 1), this leads to a
stretching of the current loop in the direction of the
sample rotation. For a single band superconductor the
ratio of the major to minor axes of the ellipse connecting
the Bragg peaks, ", is directly related to the penetration
depth anisotropy %" by the relation [25]

%2
" " "2

!
sin2 

1& "2cos2 

"
; (3)

where  is the angle between the applied field and the c
axis (45%).With the isotropic ! band suppressed as shown
in Fig. 2(b), the anisotropy of the $ band is expected to
become increasingly important as the field is raised. The
extent of the validity of Eq. (3) for a two-band super-
conductor such as MgB2 is therefore not established.
Nevertheless, we use Eq. (3) and the measured values of
" to calculate the corresponding FLL anisotropy, %, in
order to allow a direct comparison to the theoretical
predictions for %" and %H. The FLL anisotropy, %, is
plotted in Fig. 3 as a function of both field and tempera-
ture. As expected we find a strong field dependence of %
as shown in Fig. 3(a). At low fields this tends towards the
calculated low temperature value of %" " 1:1 [8,10].
Since the calculations do not take the field induced sup-
pression of the ! band into account, this value should be
taken at the zero-field limit of the anisotropy. As the
applied field is raised % increases rapidly, and we expect
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Figure 5.12: Dépendance du facteur de forme avec le champ magnétique en échelle
logarithmique. La ligne pointillée correspond à la linéarité usuellement mesurée. La
ligne pleine provient d’une expression calculée du facteur de forme en tenant compte
de la dépendance en champ de λ seulement.

que ξ et λ dépendent du champ magnétique. Ce phénomène découle de l’existence de
deux bandes qui ont des comportements en champ et en température différents. Deux
approches existent pour modéliser l’existence de ces deux bandes. La première approche
consiste en un modèle où deux“fluides” (i.e. deux bandes) cohabitent et possèdent
chacun leurs propres paramètres : λπ et ξπ pour la bande π; λσ et ξσ pour la bande σ.
La seconde approche, elle, ne définit qu’un seul fluide qui varie en fonction du champ et
de la température. Ce fluide possède un seul ξ et un seul λ qui dépendent du champ et
de la température. Afin d’apporter une tentative d’explication des observations faites
lors des mesures, nous avons opté pour le modèle à un fluide. Nous proposons ici de
trouver la dépendance en fonction du champ de λ et ξ.

5.2.1 A partir de mesures d’aimantation et de chaleur spécifique

Pour un de nos échantillons monocristallins (noté ] 4 dans le tableau du chapitre IV),
nous disposons à la fois de mesures d’aimantation (dont on a pu tiré la partie réversible)
et de mesures de chaleur spécifique en fonction du champ magnétique. La dépendance,
en fonction du champ magnétique, du terme linéaire correspondant à la contribution
électronique de la chaleur spécifique est présentée sur la figure 5.13. Les mesures ont
été effectuées pour un champ parallèle à l’axe c et à une température de 2.5 K. On
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remarque sur les courbes établies en champ croissant et décroissant (à gauche), la
présence d’une irréversibilité à bas champ (près de Hc1). Cette irréversibilité provient
des barrières géométriques et du piégeage résiduel.
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Figure 5.13: Coefficient du terme linéaire correspondant à la contribution électronique
de la chaleur spécifique en fonction du champ magnétique appliqué. Le champ est
appliqué selon l’axe c et la mesure s’effectue à 4.2 K sur un échantillon monocristallin
noté ]4. A gauche : la courbe rouge correspond au champ montant, la noire au champ
descendant. A droite : les points reliés par la courbe pointillée correspondent à la
courbe rouge de gauche (champ montant). Les deux droites en trait fin représentent
les approximations limites de γ à bas et haut champ. Le trait épais constitue la courbe
γ(H) recalculée à partir du ξ(H) lissé (qui avait été lui même déduit de la courbe γ(H)
brut).

Si l’on suppose que γ n’est proportionnel qu’à la contribution du volume du coeur
des vortex, on peut déduire la longueur de cohérence ξ(H) à partir de ce terme, en
utilisant les relations :

nξ2l

V
=
nξ2

S
=
ξ2

a2
0

=
γ

γn

(H) =
B

Bc2(Ha)
(5.14)

µ0Hc2 = Bc2 =
φ0

2πξ2
(5.15)

La courbe ξ(H) sera présentée plus tard, conjointement à celle de λ(H). Toutefois,
sur la partie droite de la figure 5.13, sont représentées les courbes γ(H) (en champ
montant) mesurées et γ(H) recalculées. Cette dernière courbe a été obtenu comme
suit : de γ(H) mesurée, on déduit ξ(H). On lisse alors cette courbe et on réinverse les
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formules pour recalculer γ(H). La courbe ξ(H) lissée sera utilisée dans la suite, elle
peut être approximée par une loi du type : 1/H0.25

a . Sur cette figure, les deux droites
limites mise en évidence par Bouquet et al. [8] ont été représentées. Elles correspondent
aux comportements limites si les deux gaps pouvaient être traités indépendamment l’un
de l’autre.

Dans cette déduction, nous avons remplacé B par Ha. Au delà de 0.2 T, l’erreur
commise n’est pas perceptible. En dessous, l’irréversibilité des barrières géométriques
conduit à une erreur importante : de l’ordre de 10% à 0.1 T. Nous nous sommes donc
limités à 0.2 T dans la dépendance de ξ.

Maintenant que nous avons obtenu ξ(H) à partir des mesures de chaleur spécifique,
nous allons déduire λ(H) ou, de manière équivalente, κ(H), des mesures d’aimantation.
Comme nous l’avons vu précédemment, Brandt a calculé la dépendance de l’aimantation
en fonction du champ magnétique en ne faisant intervenir que deux paramètres ajusta-
bles : Hc2 et κ. Dans le cas de MgB2, il est impossible de reproduire la courbe
expérimentale en n’utilisant qu’un seul couple (Hc2, κ). La dépendance de ξ avec H
nous permet de redéfinir un “Hc2” dépendant lui aussi de H. C’est lui qui constituera
notre premier “paramètre” ajustable, dépendant du champ. C’est en ajustant le sec-
ond paramètre sur différentes plages de champ magnétique que nous allons trouver la
dépendance κ(H). Pour chaque valeur de Ha, on fait cöıncider une courbe calculée avec
la courbe mesurée en ajustant κ. La figure 5.14 montre le procédé pour deux plages
de champs c’est-à-dire deux valeurs de κ différentes, la valeur de Hc2 étant déterminée
par la mesure de chaleur spécifique.

En regroupant l’ensemble des points, on détermine alors la dépendance avec le
champ de κ. Elle est présentée en figure 5.15.

Des dépendances en champ de ξ et κ, on en déduit celle de λ= κ.ξ. On trouve que la
dépendance de λ en champ est quasi-linéaire. La figure 5.16 rassemble les courbes ξ(ha)
et λ(ha) finalement obtenues. Le champ est appliqué suivant l’axe c et la température
est de 4.2 K.

L’erreur commise sur ξ est très faible. Elle est principalement issue des problèmes
d’étalonnage sous champ et à basse température du thermocouple. L’erreur commise
sur la dépendance en champ du pouvoir thermoélectrique est de l’ordre de 1%. Cela
correspond à une erreur de 2 à 3% sur ξ. En ce qui concerne λ, l’erreur est plus
importante. Elle résulte du cumul des erreurs liés à ξ et au processus de détermination
(ajustement des courbes théorique et mesurée). On l’estime à environ 10%.
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Figure 5.14: Aimantation réversible en fonction du champ magnétique appliqué selon
l’axe c pour l’échantillon ]4 dans le tableau du chapitre IV. Les points reliés par des
pointillés représentent la mesure. Les lignes en traits fins continus et pointillés corre-
spondent aux courbes calculées à l’aide de l’expression donnée par Brandt en ajus-
tant le paramètre κ et en utilisant la dépendance Hc2(H) déterminée à partir de
la chaleur spécifique. En trait continu épais, la courbe d’aimantation reconstruite
avec les différents paramètres κ déterminés précédemment. Le comportement quasi-
logarithmique à haut champ est bien reproduit.

5.2.2 A partir de mesures d’aimantation seules

Si l’on ne dispose que courbes d’aimantation réversible, nous allons montré que nous
pouvons encore déduire les dépendances de ξ et λ avec le champ.

Sans chaleur spécifique, nous de disposons pas de ξ(H) c’est à dire que les deux
paramètres des courbes de Brandt restent à ajuster. Tout comme précédemment, il
faut découper la courbe expérimentale en intervalles de champs. Il faut ensuite, sur
chaque intervalle, choisir un couple (Hc2, κ) adéquat pour que les courbes calculée
et mesurée cöıncident. Cette opération soulève alors le problème du critère à utiliser
pour déterminer la “cöıncidence” des courbes. Nous avons considéré que deux courbes
cöıncidaient lorsqu’à la fois, les points et les tangentes en ces points étaient confon-
dus. Le choix de ce critère n’est à ce jour appuyé d’aucune justification physique et
l’existence d’autres critères plus pertinents n’est pas exclue. Nous pouvons toutefois
donner du crédit à ce choix en comparant les dépendances ainsi obtenues avec celles que
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Figure 5.15: Dépendance de κ avec le champ magnétique (en unités réduites) selon
l’axe c pour l’échantillon ]4 à 4.2 K.

nous venons de présenter (déduites de mesures d’aimantation réversible et de chaleur
spécifique) sur la figure 5.17.

Compte tenu de l’erreur que nous avons estimé à 10%, nous pouvons dire que les
courbes obtenues pour les deux échantillons sont en bon accord. Cela nous permet
également de penser que ce critère peut être utilisé sur d’autres échantillons où nous
ne disposons pas de mesures de chaleur spécifique. C’est le cas d’un échantillon noté
]6 pour lequel nous possédons des courbes d’aimantation réversible pour différentes
températures. Nous avons donc pu appliquer la méthode décrite ci-dessus pour déter-
miner les dépendances de ξ et λ en fonction du champ à diverses températures. Les
résultats sont présentés en figure 5.18. On remarque qu’on obtient la même dépendance
en champ à toute température.

5.2.3 ξ(H) et λ(H) appliquées aux autres mesures

En prenant maintenant en compte ces dépendances avec le champ magnétique de ξ et λ,
on est capable d’expliquer tous les comportements pathologiques qu’on avait observés :
(i) la courbure “anormale” de γ(H),
(ii) la dépendance “anormale” de M(H),
(iii) l’accroissement de la taille des cœurs de vortex lorsque le champ décrôıt,
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Figure 5.16: Dépendances en fonction du champ magnétique (en unités réduites) de ξab

et λab à 4.2 K. Les courbes ont été obtenues à partir de mesures de chaleur spécifique et
d’aimantation réversible effectuées sur l’échantillon ]4. Les lignes épaisses représentent
le comportement linéaire de λ et le comportement en 1/h0.25 de ξ. Les parties hachurées
représentent les barres d’erreur.

(iv) l’évolution du facteur de forme dans les expériences de neutrons et le taux de
relaxation des muons,
(v) l’évolution anormale des courbes de spectroscopie vers 0.5 - 1 T.

Pour ha compris entre 0.1 et 0.3, c’est à dire pour un champ appliqué parallèle à
l’axe c, compris entre 0.5 et 1 T, la longueur de cohérence ξ décrôıt rapidement ce qui
peut être lié à la disparition du petit gap observée en spectroscopie.

De plus, à partir de ξ(h) et λ(h), on peut calculer le facteur de forme des mesures
de neutrons en utilisant la formule :

F =

√
3

2

1

4π2

φ0

λ2
f ′(h) (5.16)

où f ′(h) est une fonction calculée par Brandt [11] qui remplace la variation exponentielle
utilisée par Cubitt et al. On peut ainsi comparer la dépendance recalculée de ce facteur
de forme en fonction du champ à celle obtenue à partir des mesures neutroniques[10]
en figure 5.19.
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Figure 5.17: Dépendances en fonction du champ magnétique (en unités réduites) de ξab

et λab à 4.2 K pour l’échantillon ]4. Les points reliés par des pointillés représentent la
courbe obtenue à partir de mesures de chaleur spécifique et d’aimantation réversible.
En trait noir épais, celle obtenue à partir de mesures d’aimantation réversible seule.
La forme en palier de cette dernière provient de la méthode d’obtention de la courbe
(voir texte).

En tenant compte des dépendances de ξ et λ avec le champ magnétique, on reproduit
parfaitement les mesures obtenues. On doit toutefois introduire un facteur d’échelle
de 1.7 qui est probablement dû à une valeur différente de λab(0) (qui serait environ
30% plus grande que la notre) ou à une incertitude dans la détermination du facteur
de forme dans les mesures de SANS. La valeur de ξ proposée par Eskildsen et al. (de
l’ordre de 500 Å à 0.5 T) est en revanche bien supérieure à celle que nous donnons ( de
l’ordre de 250 Å à 0.5 T). Nos deux valeurs pourraient cependant être réconciliées en
prenant un critère de détermination de ξ à partir des mesures de spectroscopie différent.

De manière similaire, des mesures de rotation de spin de muons ont été effectuées
par Ansgt et al. [13]. Dans ces mesures, le taux de dépolarisation est proportionnel à√
< σ2 > où σ est la variance du champ interne. σ est relié à λ par :

σ = 0.07
φ0

λ2
f(h) (5.17)

avec f(h) est une fonction telle que f(0)=1 et f(h) ∼ 0.45.(1 − h) pour h > 0.5
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Figure 5.18: Dépendances de ξ et λ en fonction du champ magnétique pour différentes
températures pour l’échantillon ]6. Les lignes pointillées servent de guide pour l’oeil.
Pour chaque température, Les courbes sont renormalisées : le champ (en abscisse)
est réduit par le champ critique supérieur maximum Hmax

c2 (A T donnée, c’est le Hc2

maximum en fonction du champ magnétique), ξ et λ sont respectivement renormalisés
par ξmin et λmax (valeurs minimale et maximale de ξ(h) et λ(h) chaque température).

déterminée par Brandt [12, 11]. Dans l’analyse faite par Angst et al.[13], la dépendance
de ξ avec le champ est négligée. La dépendance σ(h) est alors attribuée uniquement à
celle de λ. Ceci conduit alors à une surestimation de λab. En tenant compte de ξ(h)
et λ(h), et en utilisant la forme de f(h) calculée par Brandt, on peut reproduire les
courbes expérimentales sans aucun paramètre ajustable comme le montre la figure 5.20.

Enfin, l’évolution de λ avec le champ magnétique est cohérente avec la densité
superfluide. Ces deux grandeurs sont en effet liées : λ2 ∝ 1/ns. Notre courbe montre
que λ augmente de près de 50% à haut champ par rapport à sa valeur à bas champ.
Ceci est en accord avec la diminution d’un facteur 2 de la densité superfluide observée
en par des mesures de de Haas Van Alphen [14].

La dépendance en champ de la longueur de cohérence et de la profondeur de
pénétration ainsi que le changement de comportement près de 1 T s’explique par la
présence de deux bandes. Qualitativement, on peut le comprendre en considérant que le
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Figure 5.19: Facteur de forme versus champ magnétique. Les symboles correspondent
aux mesures de neutrons. La courbe représente le facteur de forme recalculé à partir
de ξ(H) et λ(H).

champ particulier de 1 T correspond à la valeur du champ critique de la bande π si elle
existait seule. En dessous de ce champ, les deux bandes, qui sont couplées, coexistent et
conditionnent le comportement de λ et ξ. A partir des mesures de chaleur spécifique,
on peut tenter d’estimer le poids relatif des deux bandes à basse température et en
champ nul. Cela correspond à la fraction γπ,n : γσ,n qui se situe entre 50 : 50 et 45 : 55
en fonction de l’échantillon [7]. Ces valeurs sont en bon accord avec les calculs ab initio
[15] effectuées sur la structure de bande particulière de MgB2. Ceux-ci proposaient en
effet que la bande quasi-tridimensionnelle π, faite d’électrons et de trous, représentait
∼ 56% de la densité d’états totale. La bande bidimensionnelle, σ, composée de trous,
était, elle, responsable de ∼ 44% de la densité d’états totale.

A mesure que l’on augmente le champ magnétique, les deux bandes se remplissent
mais la bande π le fait plus rapidement que la bande σ. Ceci a notamment été ob-
servé dans les mesures de spectroscopie [3]. A 1 T, elle serait entièrement détruite s’il
n’existait pas de couplage entre les bandes. Grâce à ce couplage, la bande π perdure
donc jusqu’à Hc2 mais à haut champ la bande σ demeure largement dominante. En
effet, comme nous l’avons détaillé au chapitre de présentation du composé, le couplage
entre les deux bandes provient de diffusions interbandes. Du fait de la symétrie des
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Figure 5.20: Taux de dépolarisation des muons. Les symboles correspondent aux
mesures de muons. La courbe représente le taux recalculé à partir de de la formule
de Brandt [11] en tenant compte des dépendances ξ(H) et λ(H).

deux bandes (2D pour σ, 3D pour π) ce couplage est faible (les défauts diffuseurs
vont principalement se loger dans les plans de magnésium. Or les états électroniques
de la bande σ ne se superposent que faiblement avec les états de ces plans). Ainsi,
l’anisotropie du composé à haut champ est dominée par la bande σ. C’est ce que nous
allons examiner au paragraphe suivant.

Ne pas tenir compte de la dépendance en champ de λ et ξ peut également conduire à
des erreurs dans l’estimation de la valeur en champ nul de la profondeur de pénétration.
Notre valeur de λab ≈ 450 nm est en accord avec les prédictions théoriques de Golubov
[20] dans la limite propre mais est bien inférieure à celles que l’on peut trouver dans la
littérature. Cubitt et al., par exemple, a publié une valeur de λab comprise entre 800 et
1000 Å et une anisotropie proche de 1. Ces deux résultats sont incompatibles avec les
modèles donnés par Gobulov puisqu’en limite propre (λ ≈ 400 Å) l’anisotropie est de 1
mais qu’en limite sale (λ ≈ 1000 Å) l’anisoptropie est bien supérieure à 1. Des mesures
de muons ont donné : λab ≈ 850 − 1000 Å. Ces deux résultats n’ont pas pris en
compte la dépendance ξ(H) et ils présentent une surestimation de λ. De même, dans
les courbes d’aimantation, si nous avions oublié l’évolution avec le champ de ξ et λ,
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Tableau 5.1: Limites haut champ et bas champ de ξ et λ dans les deux directions

Longueurs caractéristiques Limite bas champ (Å) Limite haut champ (Å)
λc(0) 450 3500
λab(0) 450 700
ξc(0) 250 20
ξab(0) 250 100

nous aurions pu confondre le régime linéaire d’Abrikosov avec un régime logarithmique
de London. Et si nous avions déduit la valeur de λ à partir de la pente dMrev

dlnH
dans ce

régime là, nous aurions obtenu : λab = 700 Å. Ne pas prendre en compte ξ(H) conduit
à une surestimation de λ.

De plus, nos mesures deHc1 ont montré que ΓHc1 ≈ Γλ ≈ 1.Ce résultat est également
cohérent avec les prédictions théoriques de Golubov [20] dans la limite propre.

Pour finir, nous donnons un résumé des limites haut champ et bas champ de ξ et
λ dans les deux directions en utilisant les anisotropies des champs critiques présentées
aux chapitres III et IV :

5.3 Anisotropie de ξ et λ

Contrairement à la majorité des supraconducteurs, les anisotropies des champs critiques
de MgB2 sont différentes et évoluent avec la température. On peut expliquer cette
différence en considérant la dépendance avec le champ de λ et ξ qui interviennent
dans les expressions de Hc1 et Hc2. Mais les relations existant entre ces grandeurs
dépendent de la direction du champ magnétique. Avant de les expliciter, nous allons
donc rappeler les conventions concernant les paramètres λi et ξi où i = a , b ou c
en fonction de la direction du champ appliqué (i.e. de la direction du vortex). Si ξi
est donné directement par la direction de ce champ, λi, elle, va être déterminée par
la direction du courant d’écrantage ji selon l’axe i. Dans notre cas, deux situations
sont à envisager. La première consiste à appliquer le champ selon l’axe c. Les vortex
s’alignent donc suivant cet axe4 et en représentant une coupe dans le plan (a,b) (les
directions a et b sont équivalentes), le cœur du vortex, défini par ξ et les courants
d’écrantage, définis par λ sont circulaires comme on peut le voir sur la figure 5.21.
Dans ce cas, comme les directions a et b sont équivalentes, ξa = ξb et λa = λb.

4On néglige ici toutes déformations de la ligne de flux.
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Figure 5.21: Définitions de λi et ξi (i=a,b,c) pour un champ appliqué suivant c. Le
coeur du vortex est représentée par la zone grisée. Les traits pointillées représentent
les courants d’écrantage.

La seconde situation correspond à un champ appliqué suivant a (ou b). En effectu-
ant une coupe suivant le plan (b,c) représentée sur la figure 5.22, on remarque que le
coeur du vortex ainsi que les courants d’écrantage sont cette fois elliptique avec ξb 6= ξc
ainsi que λb 6= λc

Fort de ces conventions, nous pouvons maintenant expliciter les expressions des
champs critiques en fonction de λ et ξ. Nous avons choisi les formules issues de Clem
[17] 5. Lorsque le champ est appliqué suivant l’axe c :

µ0H
c
c2 =

φ0

2πξaξb
=

φ0

2πξ2
a

(5.18)

µ0H
c
c1 =

φ0

4πλ2
a

[ln(κc) + α(κc)] (5.19)

avec :

κc =
λa

ξb
=
λb

ξa
=
λa

ξa
=
λb

ξb
(5.20)

5D’autres formules données par Balatskii et al. [18] existent mais conduisent, compte tenu des
approximations au même résultat.
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Figure 5.22: Définition de λi et ξi (i=a,b,c) pour un champ appliqué suivant a. Le
cœur du vortex est représentée par la zone grisée. Les traits pointillées représentent
les courants d’écrantage.

Lorsque le champ appliqué dans le plan ab (on choisit arbitrairement selon b)

µ0H
ab
c2 =

φ0

2πξaξc
(5.21)

µ0H
ab
c1 =

φ0

4πλaλc

[ln(κb) + α(κb)] (5.22)

avec

κb =
λc

ξa
=
λa

ξc
= Γλ

λa

ξa
= Γλκc (5.23)

Le terme α(κ) (avec le κ adapté à chaque direction) est donné par Brandt [9]. On en
donne une expression simplifiée (à moins de 1% d’erreur) :

α(κ) = 0.5 +
1 + ln(2)

2κ2
(5.24)

A partir de ces équations, nous pouvons maintenant exprimer les rapports d’anisotropie :

ΓHc2 =
Hab

c2

Hc
c2

=
ξa
ξc

= Γξ(Hc2) (5.25)

ΓHc1 =
Hc

c1

Hab
c1

=
λc

λa

ln(κc) + α(κc)

ln(Γλκc) + α(Γλκc)
(5.26)
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Or Γλ est proche de 1. On peut donc faire l’approximation :

ΓHc1 '
λc

λa

= Γλ(Hc1) (5.27)

Remarquons que dans les formules précédentes, nous avons précisé le champ pour lequel
nous considérions Γξ et Γλ. En effet, ξ et λ dépendent du champ, il en est de même
pour leur anisotropie. Celle-ci dépend également de la température et on a alors la
relation suivante, qu’on utilise comme postulat de départ :

Γλ = Γξ = Γ(H,T ) (5.28)

Ceci explique pourquoi les anisotropies des champs critiques inférieurs et supérieurs
sont différentes. Elles déterminent les limites en champ de Γ(H,T ).

ΓHc1 ≤ Γ(H,T ) = Γλ = Γξ ≤ ΓHc2 (5.29)

Afin de déterminer complètement cette anisotropie, il faut donc tenir compte de l’influence
de la température. Champ et température n’interviennent pas de la même manière dans
la modification de la structure de bandes et du couplage. Ainsi, la figure 5.23 propose
une évolution de l’anisotropie en fonction du champ et de la température que nous
allons détaillée.
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Figure 5.23: Schéma représentatif des contributions des bandes et du paramètre Γ
d’anisotropie en fonction du champ et de la température en limite propre.

A basse température et bas champ (près de Hc1), les calculs qui tiennent compte des
deux bandes conduisent à une anisotropie proche de celle de π : Γ(Hc1, T = 0) = 1 (en
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limite propre). Toujours à basse température mais haut champ (près de Hc2), la bande
π n’existe que par le couplage avec la bande σ et cette dernière domine l’anisotropie
[19] :

Γ(Hc2, T → 0) =

√
〈v2

ab,σ〉
〈v2

c,σ〉
= 5− 6 (5.30)

A haute température (près de Tc), le couplage entre les bandes, même s’il est faible,
permet à la bande π de jouer un rôle. Et du fait de la grande valeur de sa vitesse de
Fermi selon c par rapport à celle de la bande σ, ce rôle est significatif. De plus, il est
nécessaire de tenir compte d’un paramètre supplémentaire qui va intervenir dans la
dépendance de l’anisotropie de λ à bas champ : la pureté des bandes. En effet, selon
Kogan et al. [20], à bas champ et en limite propre pour les deux bandes et pour les
diffusions interbandes, l’anisotropie varie entre 1 à basse température et 2.6 à haute
température.

Nos résultats ont mis en évidence une variation de Γλ entre 1 et 1.5. Une telle
évolution peut avoir, toujours selon Kogan et al., deux explications :
- soit la bande σ est sale,
- soit les diffusions interbandes sont relativement élevées.
La première hypothèse est peu plausible pour des raisons que nous avons déjà évoquées
(i.e. principalement à cause de la dimension 2D de la bande σ). En revanche, la
présence de diffuseurs interbandes est d’une part acceptable et d’autre part en bon
accord avec les calculs de Dahm et al. [19]. En effet, ceux-ci estiment la valeur de
l’anisotropie de Hc2 près de Tc, là où toutes les anisotropies doivent converger :

Γ(Hc2, T → Tc) ≈
1√
2

√
ν〈v2

ab,π〉+ (1− ν)〈v2
ab,σ〉

ν〈v2
c,π〉+ (1− ν)〈v2

c,σ〉
(5.31)

Dans cette formule, ν est le coefficient de couplage interbande. Et avec vc,σ, vab,σ, vab,π

et vc,π les vitesses de Fermi des bandes σ et π. De plus, vc,σ, vab,σ et vab,π sont du même
ordre alors que vc,π est largement supérieur. Donc si on peut simplifier le dénominateur
de l’expression précédente par (1 − ν)vab,σ, le numérateur ne peut lui être simplifié et
la bande π joue donc un rôle.

Dahm et al. ont de plus calculé la dépendance globale de l’anisotropie de Hc2 avec
la température (décrite au paragraphe précédent). Pour cela, ils ont considéré une
surface de Fermi très simplifiée présentée figure 5.24 et des vitesses de Fermi moyennes
pour les deux bandes. Ces courbes ne font intervenir que deux paramètres ajustables :
ν, le paramètre de couplage interbande qu’on vient de mentionner et εc la dispersion de
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la bande σ le long de l’axe c. En choisissant les valeurs appropriées de ces paramètres
(correspondant à un couplage faible mais néanmoins plus fort que celui prévu par les
calculs de couplage électron-phonon), on remarque sur la figure 5.24 qu’il parvient à
reproduire la dépendance que nous avons obtenue.

indices. The brackets h! ! !i!0 denote a Fermi surface aver-
age over momentum k̂k0 of the Fermi surface sheet !0. In
Eq. (1) we have already assumed that the gaps are iso-
tropic s wave on the Fermi surfaces, as indicated by
experiment, but may have different values on different
sheets. At Bc2 the anomalous Eilenberger propagator has
to be determined from the linearized Eilenberger equa-
tion (for !n > 0)

!

!n " ~vvF;!

"
!h
2
~rr# i

e
c
~AA$~rr%

#$

f!$ ~rr; k̂k;!n% & #"!$~rr%:

(2)

Here, ~vvF;! is the (momentum dependent) Fermi velocity
on Fermi surface sheet ! and ~AA the vector potential due to
the magnetic field ~BB & ~rr' ~AA. Equations (1) and (2)
constitute an eigenvalue problem for "!$ ~rr%. For a given
temperature T the solution "!$ ~rr% which solves Eqs. (1)
and (2) for the highest value of B determines Bc2.

Usually this eigenvalue problem is solved by a Landau
level expansion of "!$ ~rr% above the Abrikosov ground
state of the vortex lattice. It has been shown recently,
however, that a variational ansatz for "!$ ~rr% correspond-
ing to a distorted Abrikosov lattice leads to much better
results for strongly anisotropic systems [21], and we will
adopt that method here. In this method the ansatz reads
"!$ ~rr% & "! "

#$~rr% with  "
#$x; y% &  #$e#"x; e"y%. Here,

 # is the usual Abrikosov ground state and " is a varia-
tional parameter describing the distortion of the vortex
lattice. The undistorted lattice corresponds to " & 0 and "
has to be determined by maximizing Bc2. Introducing
this ansatz into Eqs. (1) and (2) and using standard
operator techniques (see, e.g., Refs. [24–27]) we are led
to the following eigenvalue problem for "! in band space:

"! &
X

!0
#!!0

"
1

#"
# ln

T
Tc

# l!0

%

";
Bc2
T2

&#

"!0 : (3)

Here, #" is the highest eigenvalue of #!!0
, which deter-

mines Tc. The function l! is given by the expression

l! &
Z 1

0

du
sinhu

h1# e#u
2$eBc2=8$2T2%(e#2"v2F1;!$k̂k%"e2"v2F2;!$k̂k%)i!:

(4)

Here, vF1;! and vF2;! are the components of the Fermi
velocity perpendicular to the magnetic field ~BB on Fermi
surface !. According to Eq. (3) the criterion for Bc2 is
that the highest eigenvalue of the matrix #!!0( 1

#"
# ln TTc #

l!0$"; Bc2T2 %) becomes 1. Apparently, at T & Tc this is ful-
filled for Bc2 & 0, because l! ! 0.

Equations (3) and (4) allow one to determine the tem-
perature dependence and angular dependence of Bc2 from
microscopic grounds. The material parameters we need
for the solution are the Fermi velocities ~vvF;!$k̂k% and the
coupling matrix #!!0

, which can be taken from band
structure calculations. In order to simplify the analysis
we restrict ourselves to two relevant bands, because the

two % bands and the two $ bands are very similar [3]. The
% band can be described to a good approximation by a
cylindrical Fermi surface with a small c-axis hopping
parameter. The $ band can be modeled by a half-torus
as shown in Fig. 1 (for comparison see the $-point cen-
tered Fermi surfaces in Ref. [13]). Fermi velocities are
thus ~vvF;$$&;'% & vF$$cos& cos'; cos& sin'; sin&% and
~vvF;%$kc;'% & vF%$cos'; sin'; (c sinckc%. Here, ' is the
azimuthal angle within the ab plane, & 2 ($2 ; 3$2 ) the
polar angle of the torus, kc the c-axis component of
the momentum, and c the lattice constant in the c direc-
tion. The dimensionless parameter (c describes the small
c-axis dispersion of the cylinder. The Fermi surface aver-
ages over the cylinder and the torus are then given
by h! ! !i% & c

4$2

R$=c
#$=c dkc

R
2$
0 d' ! ! ! and h! ! !i$ &

1
2$2

R3$=2
$=2 d&

R
2$
0 d' 1") cos&

1#2)=$ ! ! ! , where ) is the ratio of
the two radii of the torus. The parameters of the Fermi
velocities can be found from band structure calculations.
Taking the values given in Ref. [28], we determine vF$ &
8:2' 105 m=s, vF% & 4:4' 105 m=s, and (c & 0:23.
The ratio of the two radii of the torus can be estimated
from the Fermi surface crossings in Ref. [14] to be about
) & 0:25.

For a 2' 2 matrix #!!0
the criterion that the biggest

eigenvalue of Eq. (3) becomes 1 leads to the equation $1#
*%l% " *l$ " lnt & ##*$l% " lnt%$l$ " lnt%. Here, t &
T=Tc, ## is the smaller eigenvalue of #!!0

, and * &
#$$###
#"###

is a dimensionless parameter describing the inter-
band coupling strength of the two bands (* & 0 corre-
sponds to no coupling, * & 0:5 to maximum coupling).
From band structure calculations in Ref. [3] the following
effective matrix elements can be obtained: #%% & 0:959,
#%$ & 0:222, #$% & 0:163, and #$$ & 0:278. From these
we find #" & 1:008, ## & 0:228, and * & 0:064. As it

FIG. 1 (color). Fermi surface topology used for the calcula-
tion of Bc2 in this work. The $ band is modeled by a half-torus,
the % band by a distorted cylinder.
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turns out the remaining parameter !! " !#!$
!#$!$

only
weakly affects the results as soon as !$ is sufficiently
smaller than !#, as is the case here.

We have calculated Bc2 numerically for the material
parameters above, optimizing the parameter " such that
Bc2 is maximized. In Fig. 2 we show our result for the
anisotropy ratio " " Bab

c2=B
c
c2 as a function of tempera-

ture for different values of the interband coupling
strength #. For # " 0, when there is no coupling between
the two bands, the temperature dependence of " is deter-
mined by the cylindrical $ band because of its stronger
pairing interaction. Here, " changes only by 20%, as one
expects for an isotropic single gap superconductor. When
# is increased, however, the temperature dependence of "
becomes more pronounced. Our result for the parameters
given above is shown as the dashed line. Note that our
calculation is parameter-free, relying only on the pa-
rameters given by band structure calculations. For com-
parison, also the experimental data by Lyard et al. [20]
are shown (solid circles). As will become clear below, the
most important parameters determining the temperature
dependence of " are the interband coupling strength #
and the c-axis dispersion parameter %c. If we allow these
two parameters to vary somewhat, we can obtain an
excellent fit of the experimental data. The dotted line
shows our result for # " 0:121 and %c " 0:182, where
the other parameters have been kept constant.We mention
here that this set of parameters also gives a correspond-
ingly good fit of the temperature dependences of Bc

c2 and
Bab
c2 , separately including the upward curvature of Bab

c2
that has been noted in the experiments [29]. This is just an
immediate consequence of the strong temperature depen-
dence of the anisotropy ratio and Bc

c2 varying linearly
near Tc because of an absence of vortex lattice distortion
in this field direction.

Apparently, the anisotropy ratio " turns out to be more
sensitive to interband coupling # close to Tc than at
T " 0. In order to get a better physical understanding
for this behavior, we want to discuss some limits, in
which analytical solutions for Bc2 can be obtained. At
first we consider the limit T ! Tc. In this case Eqs. (3)
and (4) can be solved exactly, and we obtain for the
angular dependence of Bc2 as a function of the angle &
the magnetic field makes with the c axis:

Bc2%&&
Bc2%& " 0& " %cos2&# Asin2&&$1=2; (5)

where A " 2 %1$#&hv2
c;$i$##hv2

c;'i'
%1$#&hv2

ab;$i$##hv2
ab;'i'

. Here, hv2
c;(i( is the

average of the squared c-axis component of the Fermi
velocity over Fermi surface (, while hv2

ab;(i( is the cor-
responding in-plane quantity. The distortion parameter "
is given by e$2" " Bc2%&&

Bc2%&"0& . When we introduce the nu-
merical values for vF', vF$, and ) given above, we find
for the anisotropy ratio

Bab
c2

Bc
c2

" 1
!!!!

A
p " 1

%c

!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!!

1# 0:63#
1# #%3:69%2c

$ 1&

v
u
u
t : (6)

For %c " 0:23 this result is shown in Fig. 3 as a function
of # (solid line). From Eq. (6) we see that at # " 0 the
anisotropy is given by the c-axis dispersion of the cylin-
drical Fermi surface and actually diverges for %c ! 0.
(Note that this divergence could not have been obtained
from a Landau level expansion above the Abrikosov
ground state and our variational ansatz above is crucial
for this result). Once the interband coupling # is in-
creased, the anisotropy quickly reduces. This reduction
becomes sizable already, when #' hv2

c;$i$
hv2

c;'i' " %2c
3:69 . Thus, it

FIG. 2. Temperature dependence of the anisotropy ratio " "
Bab
c2=B

c
c2 for the two-band model described in the text and

different interband coupling strengths #. Solid circles are
experimental results taken from Lyard et al. [20].

FIG. 3. Anisotropy ratio " " Bab
c2=B

c
c2 as a function of inter-

band coupling strength # for T " 0 (dashed line) and T " Tc
(solid line). The dotted line shows the approximation for T " 0
given in Eq. (7). At Tc the anisotropy ratio is much more
sensitive to small interband coupling strengths #.

P H Y S I C A L R E V I E W L E T T E R S week ending
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Figure 5.24: A gauche : surface de Fermi simplifiée adoptée par Dahm. En rouge, la
bande π, en bleu, la bande σ. A droite : Dépendance avec la température (en unités
réduites) de l’anisotropie de Hc2. ν correspond au paramètre de couplage interbande.
εc au paramètre de dispersion de la bande σ.

Pour conclure, nous proposons en figure 5.25 une représentation tridimensionnelle
de la dépendance de l’anisotropie avec le champ magnétique et la température. Le
champ est exprimé en unités réduites. Seules les limites Γ(Hc1/Hc2,T ), Γ(Hc2,T ) sont
connues avec exactitude. Les dépendances intermédiaires sont extrapolées pour met-
tre en évidence la présence d’un champ particulier pour lequel on a un changement
de comportement des propriétés (champ qu’on a appelé hπ

c2 en unités réduites). La
dépendance Γ(H,T = 0) pourrait être connue grâce à la connaissance de ξc(H) à
basse température (qui est actuellement en cours). Toutefois, la détermination de
l’anisotropie correspondante demeure délicate. En effet, la bande π étant isotrope, le
champ particulier hπ

c2 pour le quel on observe un changement de comportement est le
même dans les 2 directions. La renormalisation par les champs critiques pourrait donc
modifier artificiellement l’allure de la nappe.
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Figure 5.25: Schéma représentatif de la dépendance en l’anisotropie Γ de MgB2 en
fonction du champ et de la température en limite propre. Les flèches noires indiquent
la projection d’une courbe de la nappe Γ(h,T ) sur le plan (h, T ).
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Chapitre 6

Dopage et Irradiation :
Perspectives

6.1 Introduction

Le taux d’impuretés d’un échantillon est un paramètre important qui intervient à la
fois au niveau des propriétés des paramètres fondamentaux de la supraconductivité et
au niveau des propriétés dynamiques de la physique des vortex. En effet, la présence de
défauts (ponctuels) dans un échantillon peut modifier la pureté de chacune des bandes
et le couplage entre celles-ci mais elle peut également faire apparâıtre des transitions
de phases de vortex à l’intérieur de l’état mixte. Nous avons donc tenté de déterminer
les conséquences de l’introduction de deux types de défauts dans nos échantillons :
l’irradiation aux électrons et le dopage à l’aluminium1. Si le premier “ne” modifie
“que” la pureté intra- et inter- bande, les conséquences du second sont plus délicates.
La pureté des bandes est modifiée mais également la densité d’électrons et donc les
paramètres de la supraconductivité.

1Un autre dopage est également possible : le dopage au carbone en substitution sur des sites de
bore. Ce dopage n’est pas équivalent au dopage à l’aluminium : la substitution du bore par le carbone
produit des diffusions dans la bande σ alors que la substitution de l’aluminium sur certains sites de
magnésium a des effets encore controversés.

141
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6.2 Irradiations aux électrons

L’irradiation des échantillons a été effectuée par M. Konczykowski au Laboratoire des
Solides Irradiés de l’Ecole Polytechnique. Elle consiste à irradier un échantillon pur, à
basse température (20 K), par des électrons de 2.5 MeV issus d’un accélérateur Van de
Graaf. Ceci produit alors une distribution aléatoire de paires de Frenkel dans les deux
sous réseaux de bore et de magnésium et dont la densité dépend de la dose d’électrons
bombardés (ici de 0.1, 1 et 2.6 C). L’introduction de ce type d’impuretés affecte la
pureté des deux bandes et le couplage entre celles-ci. On s’attend donc à ce que des
paramètres de la supraconductivité comme Hc2 et Tc soient modifiés. On s’attend
également à ce que l’introduction de désordre à l’intérieur de l’état mixte induise une
modification des propriétés de piégeage des vortex.

6.2.1 Echantillons vierges

Les échantillons vierges de MgB2 dont nous disposons sont de très bonne qualité et
présentent peu de défauts. Leur pureté constitue donc un bon point de départ pour
l’observation de la disparition du verre de Bragg. La figure 6.1 présente les cycles
d’aimantation des deux échantillons vierges, l’un provenant de Corée et l’autre issu de
notre source locale.

Pour ces deux cristaux, on remarque immédiatement que la largeur du cycle, c’est-
à-dire l’irréversibilité est faible. On peut même remarquer que pour le cristal issu
de notre source locale, le courant critique est quasi-nul pour Ha → 0 sur la branche
descendante. Pour l’échantillon issu de la source coréenne, au delà de 0.1 - 0.2 T,
i.e. champ à partir duquel les barrières géométriques ne sont plus responsables de
l’irréversibilité, on peut estimer la dépendance en fonction du champ magnétique du
courant critique à l’aide du modèle de Bean : Jc = M−−M+

2
. On peut également

déterminer cette dépendance à partir de mesures de susceptibilité alternative. Celles-
ci ont été détaillées en annexe B. L’idée principale réside dans le fait que le système
répond à une excitation ac d’amplitude hac en générant un courant J . La susceptibilité
ac est alors totalement déterminée par le rapport hac/J.d [1, 2] : χ = F (hac/J.d)
où F (x) est une fonction dépendant de la géométrie de l’échantillon, de la nature du
piégeage et du fluage2 des vortex et d une grandeur géométrique caractéristique de
l’échantillon (comme l’épaisseur pour les couches minces par exemple). En inversant
F (x), on trouve : J(T,H, ω) = hac/F

−1(χ(T, ω)). Les dépendances du courant critique

2la fluage caractérise le mouvement des vortex thermiquement activés.
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Figure 6.1: Cycles d’aimantation à 4.2 K pour deux échantillons vierges : l’un
provenant du groupe Coréen (symboles pleins, échantillon ]9) et l’autre issu de notre
source locale (symboles vides, échantillon ]2). Dans les deux cas, l’irréversibilité de-
meure faible, les échantillons sont purs.

en fonction du champ magnétique pour différentes températures sont représentées figure
6.2.

A 0.1 T et 4.2 K, l’irréversibilité est faible : Jc ∼ 103A.cm−2. Les courbes présentent
de plus une forte augmentation du courant critique près de Hc2. Cette augmentation
est appelée effet de pic.

Une explication de cet effet a d’abord été proposée par Pippard [3]. Son idée est
basée sur le fait que l’énergie de cisaillement élastique d’un quasi-réseau de vortex
tombe à 0 près de Hc2 plus rapidement que l’énergie de piégeage. Ceci autorise donc
le réseau à devenir plus distordu près de Hc2 et l’énergie de piégeage augmentant, le
courant critique devient plus grand. Larkin et Ovchinnikov [4] ont ensuite proposé une
“conceptualisation” de l’idée de Pippard en se basant sur l’hypothèse que le module
élastique du réseau de vortex devient soudainement faible car l’élasticité (i.e. le module
de torsion c44) devient non locale. Dans ces modèles, l’effet de pic tient sa source du
comportement des constantes élastiques et n’est pas associé à une transition de phases.

Plus récemment, un autre modèle de l’effet de pic, l’associant à la prolifération de
dislocations dans le quasi-réseau de vortex, a été proposé [5]. Dans ce modèle, l’effet de
pic est alors relié à une transition de phases ordre désordre entre deux phases de vortex
ayant des propriétés de piégeage différentes (i.e. des courants critiques différents) :
- une phase appelée Verre de Bragg (détaillée au chapitre d’introduction), où les vortex
s’ordonnent en un quasi-réseau. Cette phase est dominée par l’énergie élastique.
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Figure 6.2: Dépendance du courant critique en fonction du champ magnétique. Les
courbes issues des mesures de susceptibilité sont représentées en symboles pleins, celles
issues des mesures d’aimantation sont en symboles vides.

- une phase vitreuse désordonnée dominée par l’énergie de piégeage.
La transition ordre-désordre est alors déterminée par la compétition de ces deux énergies.
Elle est formalisée par le critère de Lindemann [6] : 〈u2〉 = c2La

2
0 avec cL, le coefficient

de Lindemann ≈ 0.2. C’est une transition du premier ordre. Par ailleurs, le courant
critique de la phase vitreuse désordonnée est plus élevée que celui du verre de Bragg.

Dans les systèmes présentant des fluctuations thermiques importantes (SHTC par
exemple), il existe, à haute température, une autre phase de vortex : le liquide. Celle-
ci est donc dominée par l’énergie thermique. Le courant critique de cette phase est
négligeable. La transition ordre désordre séparant le verre de Bragg du liquide de vortex
est une fusion. Elle a lieu lorsque l’énergie élastique et les fluctuations thermiques sont
comparables. C’est une transition thermodynamique du premier ordre caractérisée par
un pic de chaleur spécifique et une discontinuité de l’aimantation.

Dans les SHTC, la phase désordonnée peut donc prendre deux formes : une phase
vitreuse fortement désordonnée (à basse température et fort champ magnétique) et une
phase liquide (à haute température). Le passage de l’une à l’autre reste encore mal
caractérisé. Dans les supraconducteurs conventionnels (comme MgB2), les fluctuations
thermiques sont trop faibles pour pouvoir observer une phase liquide et la transition
ordre désordre dont nous parlerons par la suite est celle, induite par le désordre, qui
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sépare le verre de Bragg de la phase vitreuse.

L’interprétation du seul effet de pic près de Hc2 dans les courbes de courant cri-
tique effectuées sur des échantillons vierges est délicate. Un argument supplémentaire
cautionnant la thèse d’une transition de phases induite par le désordre est la présence
d’un effet d’histoire dans les courbes d’aimantation. Nous détaillerons cet effet dans le
paragraphe suivant. Nos mesures sur les échantillons vierges n’ont pas mis en évidence
cet effet contrairement à celles de Angst et al. [7] qui en ont déduit la présence d’une
transition induite par le désordre.

Afin de mieux caractériser cet effet de pic et de mesurer son évolution avec le
désordre, nous avons introduit des défauts dans nos échantillons en les irradiant à
l’aide d’un faisceau d’électrons.

6.2.2 Echantillons irradiés

Effet de pic

Les conséquences attendues de l’irradiation peuvent se situer au niveau de la pureté
des bandes et du diagramme de phases des vortex. Toutefois, comme nous pouvons le
constater sur la figure 6.3 qui présente les cycles d’aimantation des échantillons pur et
irradié à 2.6 C, les paramètres de la supraconductivité ne semblent pas modifiés par
l’irradiation (la dépendance anormale logarithmique est maintenue).

Le champ critique supérieur extrapolé à zéro est de 3 T dans les échantillons
vierges, 3.2 T dans l’échantillon irradié à 1 C et 3.5 T dans celui irradié à 2.6 C.
Mais l’attribution de cette différence à des effets d’irradiation nécessiterait une étude
approfondie qui n’a pas été réalisée ici. L’écart des valeurs peut tout à fait entrer
dans la disparité observée des Hc2 des échantillons vierges. De plus, en évaluant
grossièrement la partie réversible (par la demi somme des branches montante et descen-
dante), le comportement de l’aimantation reste le même, notamment avec la présence
d’un régime “anormalement” logarithmique à haut champ. Il semblerait donc que le
taux d’impuretés ne soit pas suffisant pour modifier significativement la pureté des
bandes ou le couplage interbande.

En revanche, la partie irréversible de l’aimantation a été modifiée par l’irradiation.
A bas champ, on a montré dans les échantillons vierges que l’irréversibilité provenait
des barrières géométriques. L’induction associée présente un profil en dôme qu’on
peut visualiser sur la figure 6.4. L’introduction de défauts ponctuels dans l’échantillon
favorise le piégeage volumique qui se traduit par des profils de Bean de l’induction
magnétique (voir courbe à 0.06 T en champ montant).
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Figure 6.3: Cycles d’aimantation d’un échantillon pur et d’un échantillon irradié à
2.6 C.

Les barrières géométriques n’ont cependant pas été détruites. En effet, l’étude
des pentes des profils est un critère relevant pour identifier l’origine de l’irréversibilité.
Nous avons déjà développé et utilisé ce critère au chapitre IV. Dans le cas d’un piégeage
volumique, les pentes en champ montant et descendant (respectivement pup et pdown)
sont égales en valeur absolue (pup = -pdown, pour x < 0). Alors que dans le cas des
barrières géométriques, pup > pdown. La figure 6.5 présente les pentes en champ montant
et descendant d’un échantillon vierge et d’un échantillon irradié.

Dans le cas de l’échantillon vierge, les pentes indiquent la présence de barrières
géométriques à bas champ (pup > pdown). Puis, au-delà d’environ 0.2 T, les pentes
se rejoignent et le piégeage de volume est visible. En ce qui concerne l’échantillon
irradié, à bas champ, | pup |≈| pdown |. L’irradiation a donc bien favorisé le piégeage
volumique par rapport aux barrières géométriques. Mais Jc décrôıt rapidement avec B
et pour B > 0.05 T, pup qui est devenue positive, dépasse légèrement pdown, indiquant
la présence de barrières géométriques sous-jacentes. Ceci confirme bien l’idée que
nous avons développé au chapitre IV selon laquelle les barrières géométriques, qui ne
dépendent comme leur nom l’indique que de la géométrie de l’échantillon, sont toujours
présentes. L’irréversibilité qui leur est associée n’est toutefois pas toujours perceptible
car elle peut être masquée par une autre source comme le piégeage volumique.

A plus haut champ, lorsque l’irréversibilité est dominée par le piégeage de vol-
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Figure 6.4: Profils comparés d’un échantillon vierge et d’un échantillon irradié à 2.6 C
pour 3 champs extérieurs appliqués : 0.01, 0.06 et 0.09 T. Les symboles pleins corre-
spondent au champ montant, les symboles vides, au champ descendant. Les mesures
ont été effectuée à 4.2 K, le champ extérieur est appliqué parallèlement à l’axe c.

ume, les effets de l’irradiation se traduisent par une légère augmentation du cycle
d’aimantation comme le montre la figure 6.3. Mais l’effet le plus spectaculaire qui ap-
parâıt sur le cycle d’aimantation de l’échantillon irradié est une brusque augmentation
de la largeur du cycle à des champs relativement élevés. Il est appelé effet papillon et
est équivalent à l’effet de pic observé dans les courbes de courant critique (dans cette
gamme de champ, l’irréversibilité est attribuée au piégeage volumique et on peut parler
de courant critique). La figure 6.6 présente une comparaison de l’irréversibilité d’un
échantillon vierge et d’un échantillon irradié.

L’effet de pic est largement plus prononcé dans l’échantillon irradié. De plus sa
position s’est éloignée du champ critique supérieur. La question se pose désormais
de savoir à quoi correspond cet effet de pic c’est-à-dire s’il est relié à une transition
de phase. Nous allons tenter d’apporter un élément de réponse à cette question en
étudiant l’histoire thermomagnétique de l’échantillon.

Histoire thermomagnétique

L’effet d’histoire thermomagnétique d’un échantillon est semblable à l’effet de surfusion.
Lors d’une transition entre une phase désordonnée A et une phase ordonnée B, des
états métastables de A peuvent exister à l’intérieur de B. Dans le cas de l’eau, lors
de la solidification, l’état liquide peut perdurer bien en dessous de 0◦C. Dans le cas
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Figure 6.5: Pentes calculées entre les positions recouvertes par les flèches indiquées sur
la figure 6.4.

de la transition ordre désordre des vortex, des états métastables de la phase vitreuse
fortement désordonnée peuvent perdurer dans le quasi-réseau. En décrivant un cycle
autour de la transition (en fonction du champ ou de la température), on voit alors
apparâıtre des effets d’hystérésis. C’est ce que montre le figure 6.7 qui présente un
cycle de susceptibilité alternative en fonction du champ magnétique pour un échantillon
vierge et un échantillon irradié.

Les courbes montante et descendante réalisées sur l’échantillon vierge se super-
posent. Un effet de pic y est visible près de Hc2. Sur les courbes relatives aux
échantillons irradiés en revanche, un effet d’hystérésis apparâıt. En champ décroissant,
le courant critique qui est relié à l’écart entre la courbe de susceptibilité et 0, est
plus fort qu’en champ croissant. Ceci signifie que des états métastables de la phase
désordonnée se maintiennent dans la phase quasi-ordonnée. 3 champs caractéristiques
apparaissent sur le cycle de l’échantillon irradié : Hmin et Hmax les champs marquant
le début et la fin de l’hystérésis et Honset, le champ correspondant à la transition sur
la courbe montante. Pour des champs supérieurs à Hmax, on remarque que la phase
désordonnée possède un courant critique très élevé. Toutefois, la susceptibilité étant
proche de −1, on ne peut déterminer la valeur exacte de Jc à cette température. Cette
remarque est également valable pour µ0Ha < 0.2 T. En effet, la figure 6.6 montre en
trait pointillé la limite de mesure de la détermination du courant à partir des mesures
de susceptibilité. Les valeurs supérieures ont été obtenues par mesures d’aimantation.
La figure 6.8 représente des cycles de susceptibilité à différentes températures dans
l’échantillon irradié.
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Figure 6.6: Dépendance de l’irréversibilité avec le champ magnétique à 5 K pour un
échantillon vierge et un échantillon irradié à 2.6 C. Une augmentation du courant cri-
tique est observée près de Hc2 sur les deux courbes. Dans le cas irradié, son amplitude
est largement plus élevée et sa position s’éloigne de Hc2. La partie hachurée schématise
l’irréversibilité liée aux barrières géométriques.

On remarque que la largeur de l’hystérésis ainsi que la valeur des champs car-
actéristiques diminuent à mesure que la température augmente. A 25 K, l’hystérésis
n’est plus visible. On retrouve une allure d’effet de pic.

L’histoire thermomagnétique est également visible sur les cycles d’aimantation. On
peut l’observer en effectuant des cycles mineurs c’est-à-dire des cycles où le demi-tour
se fait à l’intérieur de l’effet papillon. Ils sont présentés figure 6.9.

Sur cette figure, on peut identifier le champ caractéristique Honset correspondant au
début de la transition en champ montant. Sur la branche montante, les 4 cycles se su-
perposent : la transition ordre désordre a lieu au même champ et l’irréversibilité est la
même. Le cycle mineur ]1 s’effectue avant la transition (demi-tour pour H1 < Honset).
Sa largeur correspond donc à l’irréversibilité de la phase ordonnée. Le cycle ]4 corre-
spond quasiment au cycle complet et sa largeur est la plus grande. Les largeurs des
cycles intermédiaires ]2 et ]3 se situent entre celles du cycle ]1 et du cycle ]4. Leur
demi-tour s’effectue alors que la transition avait déjà commencé mais ne s’était pas
achevée. Aussi des états métastables de la phase désordonnée qui avait transité se
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Figure 6.7: Cycle de susceptibilité alternative en fonction du champ magnétique à 5
K. Le cycle effectué sur l’échantillon vierge (en gris) ne présente aucun hystérésis
contrairement à celui de l’échantillon irradié (en noir). 3 champs caractéristiques
apparaissent sur le cycle de l’échantillon irradié : Hmin et Hmax les champs marquant
le début et la fin de l’hystérésis et Honset, le champ correspondant à la transition sur la
courbe montante.

trouvent-t-ils piégés dans la phase ordonnée. Leur présence se caractérise alors par
le fait que les branches descendantes des cycles ]2 et ]3 se trouvent au-dessus de la
branche descendante du cycle ]1 (qui correspond à une phase ordonnée pure) et en
dessous de la branche descendante du cycle ]4 (qui correspond au cycle complet i.e. à
des états métastables plus nombreux).

L’effet de mémoire thermomagnétique est typique d’une transition de phase ordre
désordre mais il ne constitue pas une preuve de son existence. Seule une signature
thermodynamique pourrait authentifier de la présence d’une transition. Nous avons
tenté d’effectuer des mesures d’aimantation par shaking, c’est à dire en superposant un
champ magnétique alternatif au champ permanent [8]. Ce champ ac a pour objectif de
secouer les vortex de leurs états métastables et de leur faire atteindre l’état d’équilibre
thermodynamique. On ne mesure alors plus que la partie réversible de l’aimantation.
Malheureusement, la sonde de Hall présente un comportement faiblement non linéaire
qui ne nous permet pas d’avoir une sensibilité suffisante pour dépouiller les données à
haut champ. En effet, à 16 K, le saut aurait lieu aux environs de 2 T et son amplitude
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Figure 6.8: Cycle de susceptibilité en fonction du champ magnétique pour différentes
températures dans l’échantillon irradié à 2.6 C. Les courbes à 10, 15 et 20 K ont subi
une translation par soucis de clarté.

serait de l’ordre de quelques 10−4 T en se référant au saut observé dans les cuprates. La
recherche d’une preuve thermodynamique de la transition de phases reste donc ouverte
soit par des mesures d’aimantation, soit en chaleur spécifique.

La signature thermodynamique attendue sur la partie réversible de l’aimantation est
un saut. A la transition séparant la phase quasi-ordonnée de la phase désordonnée, un
grand nombre de vortex pénètrent brutalement dans l’échantillon. La phase désordonnée
est donc plus dense que la phase quasi-ordonnée. Cette caractéristique de la matière
de vortex est également celle de l’eau, de l’argent ou du bismuth. Mais en général, une
phase ordonnée est plus dense qu’une phase désordonnée3.

Conscients de ne pas avoir de preuves thermodynamiques de la transition, nous
avons déterminé une ligne caractéristique en relevant la position de l’onset sur les
courbes de susceptibilité et d’aimantation. Cette courbe est présentée figure 6.10 pour
trois échantillons : un échantillon vierge et deux échantillons irradiés à 1 et 2.6 C.

3c’est pour cela qu’il faut ranger sa valise... on peut y mettre plus de choses !
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Figure 6.9: Cycles mineurs d’aimantation à 12 K. ]1 le demi tour s’effectue avant la
transition i.e. à 2 T. ]2, ]3 et ]4 le demi-tour s’effectue respectivement à 2.1, 2.3 et
2.5 T. Le cycle ]4 est quasi analogue au cycle complet.

La ligne caractéristique mesurée descend à mesure que la dose d’irradiation aug-
mente. On peut expliquer ce comportement en considérant l’existence d’une transition
ordre désordre. L’irradiation introduit de nouveaux défauts et la condition de tran-
sition entre l’énergie de piégeage et l’énergie élastique est plus rapidement remplie.
En d’autres termes, la condition de transition est donnée par le critère Ra = 20.a0

(équivalent au critère de Lindemann) où Ra est la longueur caractéristique définie au
chapitre I. En présence de désordre, Ra diminue et la condition est plus rapidement
atteinte.

Si l’on considère maintenant l’effet d’hystérésis, on peut ajouter au diagramme
précédent les lignes correspondant aux champs Hmin(T ) et Hmax(T ) qui délimitent
l’hystérésis des courbes de susceptibilité. C’est ce que l’on peut visualiser sur la
figure 6.11 pour l’échantillon irradié à 2.6 C. A basse température, l’effet de pic et
l’hystérésis sont visibles (zone hachurée). Mais lorsqu’on se rapproche de la ligne
Hc2(T ), l’hystérésis disparâıt alors que l’effet de pic reste visible. Cela correspond à la
partie encerclée du diagramme. Au-delà, l’effet de pic n’est plus visible.

Nous pouvons alors envisager deux scénarii possibles pour la ligne de transition
ordre désordre. Le premier consiste à considérer que la disparition de l’hystérésis
correspond à une réalité et que la transition ordre désordre se “transforme” en un effet
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Figure 6.10: Dépendance avec la température du champ caractéristique Honset (symboles
creux) mesuré à partir des courbes de susceptibilité (cercles) et d’aimantation (carrés)
pour trois échantillons : un échantillon vierge, et deux échantillons irradiés à 1 et 2.6
C. La ligne Hc2 (symboles pleins) a été renormalisée à 3.5 T.

de pic classique au sens de Larkin - Ovchinnikov. Notons que cet effet de pic ne peut
être observé que si la longueur lc qui caractérise le piégeage collectif [9] est inférieure à
d, l’épaisseur de l’échantillon. Comme

lc = ξ

√
J0

Jc

(6.1)

où J0 est le courant de dépiégeage de l’ordre de 108 A.cm−2 et ξ ≈ 10 nm, lc devient
de l’ordre de 10 µm pour Jc ≈ 100 A.cm−2. Cet effet de pic pourrait disparâıtre dans
les échantillons purs pour lesquels lc deviendrait supérieure à d. Pour la même raison,
l’effet de pic pourrait disparâıtre à haute température dans les échantillons irradiés.
Le second scénario envisagé est celui décrit par le diagramme de la figure 6.12. Dans
ce modèle, la phase quasi-ordonnée est entièrement entourée par la phase désordonnée.
En effet, ce modèle prévoit l’existence d’une phase réentrante désordonnée entre l’état
Meissner et le verre de Bragg qui “empêcherait” la ligne caractéristique de l’onset de
rejoindre la ligne Hc2.

Dans ce cas, le fait de ne pas avoir observé d’hystérésis dans la zone encerclée ni
d’effet de pic au delà ne signifie pas qu’ils n’existent pas mais qu’ils ne figurent plus
dans notre résolution expérimentale.
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Figure 6.11: Dépendance avec la température des champs caractéristiques Honset,
Hmin et Hmax mesurée à partir des courbes de susceptibilité et d’aimantation sur un
échantillon irradié à 2.6 C. La ligne Hc2 a été renormalisée à 3.5 T.

Pissas et al. [10] avaient observé un effet de pic et un hystérésis dans des mesures
de perméabilité alternative sur des monocristaux vierges de MgB2. Ils avaient alors
associé ces effets à une transition ordre désordre qui rejoignait la ligne d’irréversibilité
Hirr. A l’époque, le diagramme de phases de MgB2 était encore mal connu. On sait
désormais que Hirr = Hc2 et on se demande donc si la ligne de transition ordre désordre
peut rejoindre la ligne de transition séparant l’état mixte de la phase normale.

L’effet de pic et les effets d’histoire ont également été observés sur des échantillons ir-
radiés aux neutrons par Zehetmayer et al. [11]. Tout comme dans le cas de l’irradiation
aux électrons, la ligne de transition s’abaisse à mesure que la dose augmente. Le type
de défauts introduits par l’irradiation aux neutrons est toutefois différent de celui des
électrons : il s’agit de centres de piégeage forts pour lesquels on s’attend à une transition
à plus bas champs.

Bilan et Perspectives

L’irradiation aux électrons, en introduisant des paires de Frenkel de tailles appropriées
pour servir de centres de piégeage, a permis de mettre en évidence une modification de
l’état mixte. La courbe de dépendance avec la température de la position de l’effet de
pic a été modifiée sous l’effet d’une irradiation encore plus forte. Comme nous venons
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Figure 6.12: Schéma représentatif du diagramme de phases de l’état mixte dans le
modèle de la phase réentrante. HOD est le champ caractéristique de la transition ordre
désordre.

de le souligner, il reste à éclaircir le comportement de la ligne de transition ordre
désordre près de Hc2. La solution pourrait se trouver dans l’irradiation. En effet, dans
le cas où le senario numéro 2 est avéré, la ligne de transition ordre-désordre devrait
franchement se décoller de Hc2 à mesure que le désordre augmente. Une nouvelle cam-
pagne d’irradiation à plus forte dose est donc prévue. Le résultat demeure néanmoins
très incertain car il est difficile de quantifier la dose nécessaire. De plus, des mesures
de chaleur spécifique vont être tentées afin d’apporter une preuve thermodynamique
de la transition.

Une autre perspective liée à l’irradiation concerne la modification de la pureté
des bandes. Cette fois, ce n’est pas la dose d’irradiation mais l’énergie du faisceau
d’électrons qu’il faut faire varier afin de sélectionner et salir l’une des bandes en créant
des défauts préférentiellement sur les sites de Bore. Ceci serait alors “équivalent” au
dopage au carbone avec une différence non négligeable : le dopage modifie également la
densité électronique du composé alors que l’irradiation ne fait pas varier ce paramètre.
Notre travail ne s’est pas porté sur ce type de dopage mais le dopage à l’aluminium
qui fait l’objet de la suite de ce chapitre.
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6.3 Dopage à l’aluminium

Parmi les nombreux dopages par substitution chimique qui ont été tentés, le carbone
et l’aluminium sont les deux éléments qui se sont incorporés avec le plus de succès à
la structure de MgB2. Le carbone se place sur les sites des atomes de bore [12], alors
que l’aluminium remplace certains atomes de magnésium [13]. Notre travail ne s’est
porté que sur des échantillons dopés à l’aluminium. Ces échantillons monocristallins
Mg1−xAlxB2 proviennent de notre collaboration coréenne et les taux de dopage en
aluminium sont de 10 et 20% (x=0.1 et 0.2).

Le numéro atomique de l’aluminium est de 13 (il était de 12 pour le magnésium).
Son rayon atomique est en revanche plus faible que celui de Mg. La substitution du
magnésium par le bore a plusieurs conséquences.
La première conséquence consiste à la modification de la structure électronique. La sub-
stitution de Mg par Al dope le matériau en électrons et le niveau de Fermi εF augmente.
Ainsi la densité d’états DOS(εF ) au niveau de Fermi diminue, particulièrement dans
la bande σ et les vitesses de Fermi sont modifiées. Mais d’autres grandeurs, dépendant
de la DOS(εF ) sont également modifiées : le couplage électron-phonon4 et donc les
gaps supracoducteurs.
La seconde conséquence réside dans l’augmentation du désordre chimique. En effet,
le dopage induit de considérables distorsions hors plan (i.e. selon l’axe c) des atomes
de bore. Ces distorsions favorisent le mélange des orbitales dans le plan px,y et hors
plan pz et donc les diffusions entre les bandes π et σ i.e. les diffusions inter-bandes. Le
dopage induit également des perturbations de porteurs de la bande π ce qui favorisent
les diffusions à l’intérieur de cette bande i.e. les diffusions intra-bandes dans π.

La modification de la structure électronique et du désordre chimique va donc inter-
venir sur les grandeurs caractéristiques de la supraconductivité. Nous allons présenter
ici l’évolution des champs critiques et de leur anisotropie avec le dopage.

6.3.1 Le champ critique supérieur Hc2

Les conséquences du dopage à l’aluminium sur le champ critique Hc2 sont encore
méconnues. Le champ critique Hc2 dépend de trois paramètres :
- le couplage électron phonon,
- les vitesses de Fermi,
- le libre parcours moyen.
Le couplage électron phonon et les vitesses de Fermi sont des grandeurs intrinsèques du
matériau, altérées par le dopage électronique. Le libre parcours moyen, lui, est fonction
des diffusions intra- et inter-bandes. La modification de Hc2 avec le dopage intervient

4La constante de couplage peut également être modifiée par la perturbation du réseau (phonons)
en ajoutant des défauts.
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donc à plusieurs niveaux et demeure encore controversée. Kang et al. [14] ont observé
une augmentation rapide de Hc2(T ) à basse températures sur des échantillons poly-
cristallins dopés à 10 et 20% d’aluminium. Cette augmentation n’a pas été confirmé
par les mesures effectuées sur le même type d’échantillons par Angst et al. [15]. Nous
avons donc déterminé la dépendance avec la température de Hc2 sur nos échantillons
monocristallins dopés à 10 et 20% d’aluminium. Le champ est appliqué suivant l’axe c
est dans le plan ab. Les courbes sont présentées sur la figure 6.13.
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Figure 6.13: Diagramme de phases Hc2(T ) pour un échantillon vierge et deux
échantillons dopés (l’un à 10% et l’autre à 20%). Les deux directions sont
représentées : parallèlement à l’axe c (symboles vides) et dans le plan ab (symboles
pleins). Les cercles correspondent à l’échantillon pur, les carrés à l’échantillon dopé à
10%, les triangles, à l’échantillon dopé à 20%. En insert, un zoom de la zone proche
de Tc.

Les courbes de l’échantillon pur ont été présentées au chapitre III. Celles de l’échan-
tillon dopé à 10% ont été obtenues par des mesures de chaleur spécifique. Et enfin celles
de l’échantillon dopé à 20% ont été déterminées par des mesures de susceptibilité (1%
d’écrantage). Afin de connâıtre avec précision la courbe Hc2(T ), des mesures de chaleur
spécifique sont en cours. Les premiers résultats donnent une température critique plus
basse (d’environ 21 K au lieu de 23 K), des transitions assez larges (de l’ordre de 4 K)
mais des champs critiques supérieurs à basse température : µ0H

c
c2 = 2 T et µ0H

ab
c2 = 3 T
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très proches de ceux obtenus en susceptibilité. La différence de température critique
pourrait être due à une inhomogénéité de l’échantillon où les différentes phases n’ont
pas la même température critique, la surface ayant une Tc plus élevée. Les mesures de
susceptibilité alternative, qui sont des mesures locales en surface, détecteraient donc
une Tc plus élevée que les mesures de chaleur spécifique sensibles au volume.

Contrairement aux observations effectuées par Kang et al., nous n’observons pas
d’augmentation brutale de Hc2 lorsque T diminue. De plus, près de Tc, Kang et al.
observe une courbure positive de Hc

c2 que nous n’observons pas non plus.
La valeur de Hc2 lorsque T → 0 diminue à mesure que le dopage augmente. Nous

avons reporté cette évolution sur la figure 6.14.
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Figure 6.14: Evolution du champ critique supérieur à basse température Hc2(0) en
fonction du dopage en aluminium pour les deux directions (//c et //ab). Les barres
d’erreurs sont estimées à 10%.

Dans l’échantillon pur, on suppose qu’on se place en limite propre. A basse température,
la bande π n’est pas importante pour déterminer Hc2 (elle a été détruite par le champ) :
Hc2(0) est dû à la bande σ. Or Hc2 ∝ 1/ξ2 et

ξ =
h̄vF

π4
(6.2)

où vF et 4 sont les racines carré de la moyenne quadratique de la vitesse de Fermi et
du gap supraconducteur sur la surface de Fermi. Dans notre cas, la surface de Fermi
se limite à celle de la bande σ. Donc :

µ0H
c
c2 =

φ0

2πξ2
ab

=
π

2

φ0

h̄2 (
4σ(0)

vab
F,σ

)2 (6.3)
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et

µ0H
ab
c2 =

φ0

2πξabξc
=
π

2

φ0

h̄2

42
σ(0)

vab
F,σv

c
F,σ

(6.4)

Du fait du caractère quasi-bidimensionnel de la bande σ, vc
F,σ est très faible et

Hab
c2 > Hc

c2.
L’évolution de Hc2(0) avec le dopage va donc dépendre de celles du gap et des

vitesses de Fermi.
L’énergie du gap supraconducteur de la bande σ diminue avec le dopage. Des

mesures de spectroscopie [16] et de chaleur spécifique [17] sur des polycristaux ont mis
en évidence cette décroissance et ont donné les valeurs de gaps : 4σ(pur) = 6.6 meV;
4σ(10%) = 4.5 meV; 4σ(20%) = 3.5 meV. Nos mesures préliminaires de chaleur
spécifique confirment cette décroissance et l’ordre de grandeur des valeurs présentées.
Elles ne sont pas présentées ici car elles sont encore en cours. La cause principale de la
diminution de la valeur du gap réside dans la densité électronique. En effet, le dopage
à l’aluminium change la distribution des charges et dope le matériau en électrons.
L’énergie de Fermi εF est donc augmentée5 et la densité d’états à εF diminue (nous
rappelons que les porteurs sont de trous). La constante de couplage électron phonon
λe−ph qui est reliée à la densité d’état (voir chapitre I) diminue elle aussi. Elle entrâıne
avec elle le gap supraconducteur (4 ∝ exp(− 1

λ
)). λe−ph étant également reliés à Tc,

ceci permet également d’expliquer la diminution de la température critique.
Le dopage électronique généré par la substitution d’atomes d’aluminium va également

modifier les vitesses de Fermi dans la bande σ. En inversant les formules précédentes,
on trouve :

(vab
F,σ)2 =

π

2

φ0

h̄2

42
σ(0)

µ0Hc
c2

(6.5)

et

vc
F,σ =

π

2

φ0

h̄2

42
σ(0)

µ0Hab
c2

1

vab
F,σ

(6.6)

En utilisant les valeurs des gaps données ci-dessus et les mesures de Hc2(0), on peut
donner une estimation des vitesses de Fermi :

Si l’ordre de grandeur de vc
F,σ est proche de la valeur théorique (de 0.7 m.s−1), celui

de vab
F,σ est assez éloigné (la valeur théorique est 2 fois plus élevée). Cette différence

peut s’expliquer par la négligence complète de la bande π dans les calculs. Négligence
qui s’avère d’autant plus contestable que la bande serait sale.
La diminution de vab

F,σ observée par Angst et al. est confirmée par nos estimations. En
revanche, vc

F,σ qui était prédite pour être constante, augmente avec le dopage. Cette
augmentation pourrait être une conséquence de la distorsion des plans de bore due à
la présence des atomes de magnésium.
Enfin, notons que dans ce qui précède, on ne s’est intéressé qu’à la variation de 4σ en

5Pour un dopage de 30%, εF atteint les bords de la bande σ au point Γ
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Tableau 6.1: x taux de dopage en aluminium, 4σ le gap supraconducteur de la bande
σ, µ0H

c
c2 et µ0H

ab
c2 les champs critiques supérieurs selon l’axe c et dans le plan ab

extrapolés à température nulle, vc
F,σ et vab

F,σ les vitesses de Fermi de la bande σ selon
l’axe c et dans le plan ab.

x (dopage) 4σ (meV) µ0H
c
c2 (T ) µ0H

ab
c2 (T ) vc

F,σ (×105 m.s−1) vab
F,σ (×105 m.s−1)

0 6.6 3.2 16 0.7 3.2
0.1 4.5 2.5 7.3 0.8 2.4
0.2 3.5 2 3.4 1.2 2.1

Tableau 6.2: x est le taux de dopage en aluminium, d, 2w et l sont respectivement
l’épaisseur, la largeur et la longueur des échantillons. Le champ de première pénétration
Hp a été déterminé par des mesures d’aimantation rémanente.

x d (µm) 2w (µm) l (µm) Hc
p (G) Hab

p (G)

0 30 90 230 360 1000
0.1 30 90 220 270 710
0.2 25 80 130 200 440

fonction du dopage. Si on s’intéresse à l’évolution des deux gaps 4σ et 4π en fonction
du dopage, on peut étudier les problèmes de diffusions inter-brandes. En effet, selon
les prédictions théoriques [18] ces deux grandeurs doivent se rejoindre et suivre la
dépendance d’un supraconducteur BCS à un gap lorsque les diffusions inter-bandes
sont importantes. Cette étude reste encore en suspens.

Nous venons de présenter la ligne de transition Hc2(T ) pour trois échantillons
monocristallins de dopage différents (x = 0, 0.1 et 0.2). Nous allons maintenant
présenter la ligne de transition Hc1(T ).

6.3.2 Le champ critique inférieur Hc1

Comme nous l’avons présenté au chapitre IV, la détermination de Hc1 se fait de manière
indirecte : on mesure le champ de première pénétration Hp et la déduction de Hc1 se
fait via des critères géométriques (qui tiennent compte des barrières géométriques). La
technique utilisée pour mesurer Hp est celle de l’aimantation rémanente présentée dans
ce même chapitre IV. Dans le tableau 6.2, nous résumons les résultats obtenus pour
Hp ainsi que les dimensions des échantillons utilisés :

La déduction deHc1 à partir deHp se fait uniquement par multiplication avec un co-
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efficient géométrique. Dans le cas de l’échantillon pur, nous avions déjà effectué ces cor-
rections (voir le chapitre IV) et nous obtenionsHc

c1(pur) =Hab
c1 (pur) = 1100± 100 Gauss.

L’échantillon dopé à 10% ayant les mêmes dimensions, on peut simplement déduire
les champs Hc1 correspondant par une règle de trois : Hc

c1(x=0.1) = 820 Gauss et
Hab

c1 (x=0.1) = 780 Gauss avec une erreur d’environ 10%. Les dimensions de l’échantillon
dopé à 20% ne correspondent pas aux deux autres. Sa longueur et sa largeur étant
comparables, la forme géométrique “modèle” la plus proche est celle du disque. Selon
l’axe c, on a alors utiliser la correction géométrique donnée par la formule de Brandt
[19].

Hc1 =
Hp

tanh
√
α d

2w

(6.7)

avec α = 0.67 pour le disque. ce qui donne Hc
c1(x=0.2) = 490 Gauss (à 10% près)

Dans le plan ab, la relation entre les deux champs est une correction des effets
démagnétisants. Cette correction s’effectue de la même manière que celle décrite dans
le chapitre IV avec la géométrie du disque. On trouve ainsi le coefficient démagnétisant
selon c : Nc = 0.64 et donc Na = Nb = 0.18. On en déduit que Hab

c1 (x=0.2) = Hp

1−Na
=

520 Gauss (à 10% près).
Les courbes de dépendance de Hc1 en fonction de la température et de Hc1(0) en

fonction du dopage sont présentées figure 6.15.
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Figure 6.15: A gauche : Diagramme de phases de Hc1 dans les deux directions : par-
allèlement à l’axe c (symboles vides) et dans le plan ab (symboles pleins). Les cercles
correspondent à l’échantillon pur, les carrés à l’échantillon dopé à 10%, les triangles, à
l’échantillon dopé à 20%. A droite : Evolution du champ critique à basse température,
Hc1(0), en fonction du taux de dopage. Les barres d’erreur sont évaluées à 10%.

A mesure que le dopage augmente, le champ critique Hc1 diminue et cette diminu-
tion peut être attribuée à celle de la densité superfluide. Ceci est cohérent avec la



162 Chapitre 6. Dopage et Irradiation : Perspectives

diminution de densité d’états occasionnée par le dopage. Par unité de volume, la quan-
tité d’électrons qui se condense diminue car la “réserve électronique” de départ est
moins importante. De plus, pour tous les échantillons, Hab

c1 (T )=Hc
c1(T ), l’anisotropie

n’est pas modifiée de manière significative.
Pour finir, nous présentons en figure 6.16 l’évolution des anisotropies des deux

champs critiques en fonction de la température pour les trois échantillons.
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Figure 6.16: Dépendance de l’anisotropie des deux champs critiques en fonction de la
température renormalisée à Tc pour les trois échantillons. Les cercles correspondent à
l’échantillon pur, les carrés à l’échantillon dopé à 10%, les triangles, à l’échantillon
dopé à 20%.

A basse température, l’anisotropie de Hc2(0) est donnée par :

ΓHc2(0) =
Hab

c2

Hc
c2

=
vab

F,σ

vc
F,σ

(6.8)

La figure 6.16 met en évidence la diminution de ΓHc2(0). Cette diminution s’explique
par l’évolution des vitesses de Fermi déterminée dans ce paragraphe : lorsque le dopage
augmente, vab

F,σ diminue significativement tandis que vc
F,σ augmente légèrement et le

rapport des deux vitesses diminue. Cette évolution est conforme à celle présentée par
Angst et al. [15] et Kang et al. [14].

En ce qui concerne l’anisotropie de Hc1, nous présentons pour la première fois sa
dépendance avec la température pour différents dopages. Celle-ci ne semble pas être
modifiée par le dopage, particulièrement à basse température ce qui signifierait d’après
les calculs théoriques de Golubov [20] que les échantillons demeurent toujours en limite
propre.
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Conclusion générale

Durant ma thèse, j’ai eu l’occasion d’utiliser des techniques de mesures complémen-
taires : la chaleur spécifique alternative et la magnétométrie à sondes de Hall. Si la
première est sensible à tout le volume de l’échantillon et donne un critère thermody-
namique pour déterminer le champ critique Hc2, la seconde, qui est une mesure locale,
permet une analyse fine de l’entrée des vortex dans l’échantillon.

En bénéficiant de plus, de cristaux de MgB2 de très bonne qualité (avec peu de
défauts), j’ai donc pu déterminer les 2 lignes de transition Hc1(T ) et Hc2(T ), mettre en
évidence la dépendance avec la température de leur anisotropie et montrer la différence
entre celle-ci : ΓHc1(T ) 6= ΓHc2(T ). Usuellement, la connaissance de ces paramètres
suffit pour caractériser le système. Dans le cas de MgB2, leur comportement exotique
nécessite une étude plus approfondie des grandeurs fondamentales ξ, la longueur de
cohérence et λ, la profondeur de pénétration.

L’utilisation conjuguée de la chaleur spécifique et de l’aimantation ainsi que la
possibilité d’avoir des cristaux de faible courant critique c’est-à-dire d’accéder à la
partie réversible de l’aimantation nous ont permis de proposer des dépendances avec
le champ de ξ et λ. Ces dépendances en champ sont dues à la présence de deux gaps
faiblement couplés. Ce modèle original où ξ et λ sont des fonctions de H permet
de retrouver de nombreux résultats d’expériences qui présentaient des comportements
exotiques (comme les mesures de neutrons, de muons, d’aimantation ou encore de
chaleur spécifique).

Enfin, pour comprendre l’influence du couplage et de la pureté des bandes, nous
avons tenté de modifier ceux-ci en incorporant des défauts dans le matériau par irradi-
ation aux électrons ou par dopage à l’aluminium. L’irradiation n’a malheureusement
pas permis de modifier significativement ces deux paramètres mais elle semble avoir
fait apparâıtre un effet relié à une transition de phases ordre-désordre du réseau de vor-
tex, l’effet papillon. Une nouvelle campagne d’irradiations va permettre de continuer
l’étude de cette possible transition et de poursuivre celle du couplage et de la pureté des
bandes. Parallèlement à cela, l’étude d’échantillons dopés à l’aluminium Mg1−xAlxB2

avec x=0.1 et 0.2 a montré une modification des lignes de transition Hc1(T ) et Hc2(T ),
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de leur anisotropie et une réduction de la température critique. La cause principale
semble cependant ne pas être une modification des diffusions intra- ou inter-bandes
mais un effet de dopage électronique. Une étude détaillée de l’évolution des gaps avec
le dopage, notamment dans les échantillons présentant un dopage plus important, reste
à être réalisée. Elle pourrait peut être mettre en évidence un mélange des gaps tel que
Mg1−xAlxB2 présente un comportement de supraconducteur BCS à 1 gap.



Annexe A : Sondes de Hall

Cette annexe a pour but de mettre en lumière les performances et les limites des
sondes de Hall pour nos mesures magnétiques (“aimantation” et profils magnétiques).
Les guillemets apposés au terme d’aimantation signifient que la grandeur mesurée au
moyen de sondes locales n’est pas l’aimantation M . En effet, la quantité mesurée est
l’induction magnétique B et l’on ne peut déterminer le champ démagnétisant Hd. Les
courbes dites d’aimantation que nous présentons sont en fait les dépendances de B −
µ0Ha = µ0.(M +Hd) en fonction de µ0Ha et non de M en fonction de µ0H = µ0.(Ha +
Hd). Par simplicité nous parlerons d’aimantation sans apposer de guillemets.

1.1 Mesures d’aimantation

1.1.1 Dépendance avec le champ des coefficients de Hall

L’échantillon est placé sur la sonde 1. La champ magnétique appliqué est mesuré par
la sonde 2. On mesure donc les tensions V1 et V2 :

V1 = k1.I.B (1.9)

V2 = k2.I.µ0.Ha (1.10)

Les coefficients de Hall k1.I et k2.I sont peu dépendants de la température et du
champ magnétique appliqué6. Ils sont de l’ordre de 700 Ω.T−1. Pour supprimer de
nos résultats les dépendances de k1.I(Ha) et k2.I(Ha) on effectue un traitement des
données en plusieurs étapes :

Etape 1 : on calcule k1.I et k2.I comme si ils ne dépendaient pas de Ha. La mesure
est effectuée à une température T < Tc et jusqu’à un champ confortablement supérieur
à Hc2

7 (ce qui nous permettra, par la suite d’avoir un bon recouvrement des courbes).

6Ceci est probablement dû à un mécanisme complexe de piégeage/dépiégeage de porteurs avec le
champ

7Lorsqu’il est possible de l’atteindre.
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Pour un champ H? > Hc2 choisi arbitrairement, on calcule les pentes k1 et k2 :

k1.I =
V1(H

?)

H?
(1.11)

k2.I =
V2(H

?)

H?
(1.12)

On peut alors déduire :

(B − µ0.Ha)(T ) = (
V1

k1.I
− V2

k2.I
)(T ) (1.13)

On obtient les deux branches aux symboles pleins de la courbe présentée ci-après.
Les mesures ont été effectuées sur des couches minces de nobium fournies par Catherine
Villard du Centre de Recherche des Très Basses Températures de Grenoble.
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Figure 1.1: Courbe d’aimantation issue de la première étape du dépouillement (i.e. sans
prendre en compte la dépendance avec le champ des coefficients de Hall) effectuée sur
un échantillon de Nobium. Les points noirs correspondent à la mesure faite à 4.2 K, les
croix à la mesure effectuée à T > Tc c’est à dire comme si il n’y avait pas d’échantillon.
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Etape 2 : afin de tenir compte de la dépendance en champ, on effectue une nouvelle
mesure à une température T ′ > Tc. L’échantillon a donc transité dans sa phase normale
et on devrait avoir B = µ0.Ha. On effectue alors le même traitement que précédemment
avec le même H? et on recalcule :

(B − µ0.Ha)(T
′ > Tc) = (

V1

k1.I
− V2

k2.I
)(T ′ > Tc) (1.14)

Si les coefficients de Hall ne dépendaient pas du champ, cette courbe devrait être nulle.
L’écart à 0 est donc bien dû à l’effet du champ magnétique sur k (k diminue typiquement
de 1% entre 0 et 1 T). La courbe obtenue correspond à la ligne aux symboles en croix
de la figure précédente.

On soustrait alors cette dernière valeur à celle obtenue à la température T . On
obtient alors la courbe :
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Figure 1.2: Courbe d’aimantation issue de la deuxième étape du dépouillement (i.e.
après avoir soustrait la dépendance avec le champ des coefficients de Hall) effectuée
sur un échantillon de Nobium à 4.2 K.
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1.1.2 Effet Hall quantique

Nos sondes de Hall sont constituées d’un gaz bidimensionnel d’électrons. A basse
température et en présence d’un champ magnétique, la résistance de Hall d’un tel
gaz bidimensionnel présente des paliers quantiques. Ces paliers n’apparaissent que si
l’énergie thermique (kB.T ) est inférieure à l’écart entre 2 niveaux de Landau ( h̄eB

m
) c’est

à dire de l’ordre de quelques Tesla à 4.2 K. Nous avons pu observer un tel comportement
dans nos sondes dès 2 T à 4.2 K (cf. figure 1.3)
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Figure 1.3: Effet Hall quantique mis en évidence dans des sondes de Hall à 4.2K. A
50K, les paliers quantiques ont disparu.

Cet effet limite l’utilisation des sondes à faible température et fort champ. Toutefois,
au-delà de 10 K, il n’est plus gênant.

1.1.3 “Champ de fuite”

L’échantillon est déposé sur la sonde avec un peu de graisse à vide. Cette graisse
possède l’avantage de ne pas détériorer la sonde ni l’échantillon. Elle facilite la ma-
nipulation des échantillons et les maintient en position à basse température (car elle
durcit). Toutefois, avec cette technique de “collage”, l’échantillon peut être situé plus
ou moins près de la sonde. Ainsi des lignes de champ magnétique peuvent se faufiler
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sous l’échantillon et apporter un signal “parasite” sur la sonde. Ce phénomène est
d’autant plus d’important que la taille de l’échantillon et celle de la sonde sont compa-
rables. En effet, si l’échantillon est bien plus grand que la sonde, les lignes de champ
qui le contournent atteignent difficilement la sonde. En revanche lorsque l’échantillon
est aussi grand ou plus petit que la sonde, ces lignes parviennent jusqu’à la sonde
et on récupère alors un signal supplémentaire proportionnel au champ appliqué. Les
échantillons de MgB2 sont relativement petits. Certains peuvent avoir des tailles com-
parables aux surfaces actives des sondes. En général, ce “champ de fuite” est inférieur
à 10%8.

Comparing Figs. 8–10 to Figs. 7, 13, and 14 of Ref. 1

!which were computed with the same grid size" one notes
that the magnetic field distributions at the upper surfaces of

cylinders in axial Ha and of bars in perpendicular Ha are

almost identical if the specimen cross section 2a!2b is the
same. A small difference is that the deviation of the field

profiles By on the flat surfaces y"#b from that on the

middle plane y"0 is larger for the disk than for the strip.
This can be understood from the fact that the flat surface of a

disk is surrounded by a current-free vacuum in both the x

and z directions, while the strip surface sees the current-

carrying strip in the z direction and thus behaves more like

the bulk.

C. Virgin magnetization curves

Figures 11 and 12 show computed virgin magnetization

curves of bars and cylinders with various aspect ratios b/a in

the Bean limit (n"101). Plotted is the magnetic moment
M (Ha) in reduced units m/msat versus a reduced field h

"Ham!(0)/msat , such that the initial slopes and saturation

values of all curves equal unity. Also shown are the limiting

curves for parallel geometry b/a$1, namely, m/msat"h

%h2/4 !long slab, h#2) and m/msat"h%h2/3&h3/27 !long
cylinder, h#3) with m/msat"1 for h$2 or h$3, and per-
pendicular geometry in the thin-film limit b/a'1, namely,
m/msat"tanhh !thin strip" and m/msat" f d(h) !thin circular
disk" with

f d!h ""
2

%! cos%1 1

cosh!%h/4 "
&
sinh! "%h/4""

cosh2!%h/4"
# ; !36"

cf. Eqs. !4"–!6" and !11"–!13". The Bean magnetization
curves for thin strips and disks in reduced units almost coin-

cide, 0# f d(h)%tanhh(0.011, with maximum deviation at

h"1.37. The lower plots in Figs. 11 and 12 show the devia-
tion of the computed reduced magnetic moment from the

thin-film limit. Note that this deviation is small and non-

monotonic as a function of b/a . The deviation is largest for

h&1 and b/a&0.6.
The saturated magnetic moment m sat"m(Ha→') and

initial slope m!(0) of the magnetization curves in real units
are given by the following expressions. In the Bean limit

(n→') one has, for long bars of length l , msat

"%2Jca
2bl and, for cylinders of length 2b , msat

"%(2%/3)Jca
3b; cf. Eq. !6". For finite creep exponents n

(' in the current-voltage law E"Ec(J/Jc)
n, the saturation

value of m depends on the ramp rate Ḃa of the applied field

and is reached exponentially in time if Ḃa"const.
1 For bars

and strips with length l one has1

msat"%2Jca
2bl! Ḃaa

Ec
# 1/n 2n

2n&1
. !37"

For cylinders and disks the result25,51

FIG. 10. As in Fig. 9, but for thinner disks with side ratios

b/a"0.25, 0.1, and 0.05.
FIG. 11. Top: virgin magnetization curves m(Ha) for strips or

bars with side ratios b/a"0.03, 0.1, 0.3, 1, 3, and 7 in increas-
ing perpendicular field Ha in the Bean limit (n"101). The plots are
in reduced units m/msat vs h"Ham!(0)/msat such that the initial

slope and the saturation value equal unity. Also shown are the limits

b/a"0 (thin strip, m/msat"tanh h , Eq. !14") and b/a"' !long
slab, m/msat"h%h2/4 for h#2, m/msat"1 for h)2). Bottom: de-
viation from the limit b"0, m/msat%tanh h .
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Figure 1.4: Profils d’induction magnétique calculés en surface et dans le plan central
pour des échantillons en forme de disque de rapport épaisseur sur diamètre de 0.25, 0.1
et 0.05.

Enfin, les mesures effectuées avec des sondes locales sont des mesures de surface.
Or il existe une différence significative entre l’induction mesurée au milieu des faces

8Nous avons néanmoins observé un “champ de fuite” d’environ 50% pour un échantillon posé sur
sa tranche et mal collé.
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et en surface. Cette différence a été calculée par Brandt (E.H. Brandt, Phys. Rev.
B, 58, 6506 (1998)). Nous en présentons un exemple dans la figure 1.4 où des profils
d’induction sont calculés au milieu et en surface pour des échantillons en forme de
disque de différents rapports de dimensions.
La correction du champ de fuite s’effectue soit en renormalisant la pente dans l’état
Meissner à −1 ou, ce qui est équivalent en fixant B à 0 pour H < Hp.

1.1.4 Résolution de la mesure

Compte tenu de tous ces traitements, on peut donner une évaluation de la résolution
de la mesure en traçant le rapport B−µ0Ha

µ0Ha
en fonction de µ0Ha.

Pour un champ appliqué de 1 T, nous avons donc une résolution de quelques 10−5

i.e. nous pouvons détecter quelques 0.1 Gauss à 1 T comme l’illustre la figure 1.5.
Typiquement, en dessous de 1000 Gauss, on peut alors détecter la présence d’un vortex
sur une sonde de 10× 10µ m2.
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Figure 1.5: Rapport B−µ0Ha
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en fonction de µ0Ha effectué sur un échantillon de Nb

à 4.2 K. Les barres d’erreur ont été estimées avec une précision de 0.5 Gauss à tout
champ.
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1.2 Profils magnétiques

Pour les échantillons de taille suffisamment grande c’est à dire pouvant couvrir au moins
5 sondes de Hall (soit 100 µm), on peut effectuer des profils de l’induction magnétique.
Le dispositif a été décrit au chapitre IV et des profils typiques de la présence de barrières
géométriques ont été présentés dans MgB2.

Nous avons également mesuré des profils magnétiques dans des couches minces de
nobium présentant une grande irréversibilité due à un fort piégeage volumique. Nous
présentons en (a) de la figure 1.6 des profils en champs montants et descendants dont
l’allure est typique de profils de Bean (forme de ∨ en champ montant et de ∧ en champ
descendant).
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Figure 1.6: (a) Profils d’induction obtenus sur un échantillon de Nobium à 4.2 K pour
0.005, 0.01, 0.02 et 0.03 T. Les symboles creux correpondent à la montée en champ,
les symboles pleins à la descente. (b) Profils d’induction magnétique effectués sur un
échantillon de nobium à 4.2 K en ayant monté le champ appliqué jusqu’à 200 Gauss
de 10 Gauss en 10 Gauss.

Il est important de noter que la valeur mesurée est en fait la composante suiv-
ant l’axe (Oz) de l’induction magnétique. Dans les couches, le courant critique est
principalement relié à la composante ∂Bx/∂z du rotationnel et la pente des courbes
présentées (∂Bz/∂x) ne correspond qu’à une très faible partie du courant critique.

Néanmoins, ces pentes sont égales (en valeur absolue) en champ montant et descen-
dant.
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La courbe (b) de la figure 1.6 permet de visualiser l’entrée progressive des vortex
lorsqu’on augmente le champ extérieur et la sortie tout aussi progressive lorsqu’on le
redescend. Le champ maximum appliqué est de 200 Gauss. Lorsque le champ redescend
(de 10 en 10 Gauss), les vortex près des bords de l’échantillon sont évacués en premier.
Lorsque le champ extérieur est de nouveau nul, des vortex restent piégés par les défauts
volumiques et l’induction est maximale au centre.



Annexe B :
Susceptibilité Alternative

La susceptibilité alternative est une méthode de mesures utilisée non seulement pour
caractériser les mécanismes de piégeage et de fluage dans la phase vitreuse mais aussi
pour déterminer le champ critique Hc2 ou le champ de melting Hm dans les SHTC.
Elle est basée sur le fait que dans la phase supraconductrice, le système “répond” à
une excitation alternative d’amplitude hac en générant un courant J . En présence de
piégeage volumique, la susceptibilité ac est alors totalement déterminée par le rapport
hac/J.d [1, 2, 3] : χ = F (hac/J.d) où F (x) est une fonction dépendant de la géométrie de
l’échantillon, de la nature du piégeage et du fluage des vortex et où d est une distance
caractéristique de l’échantillon comme par exemple son épaisseur s’il est mince. En
connaissant et en inversant la fonction F (x), on est alors capable de “remonter” au
courant, grandeur intrinsèque caractéristique du piégeage. A bas champ, les effets
géométriques jouent un rôle. Nous ne l’avons cependant pas pris en compte dans ce
qui suit car notre analyse ne s’étend pas sur cette gamme de champ.

1.3 Principe

Nous ne donnons ici que les grandes lignes de la technique de mesures de susceptibilité
alternative. Elle a néanmoins été bien étudiée par Gomory [4] ainsi que par van der
Beek [5], Gilchrist et Konczykowski [6]

De manière générale, la susceptibilité magnétique représente la réponse magnétique
d’un matériau (i.e. variation de son aimantation M) à un champ appliqué Ha.
Dans les mesures de susceptibilité alternative, le champ appliqué Ha a deux com-
posantes :
- un champ magnétique permanent H0,
- une champ magnétique alternatif de fréquence f = 2πω.
Le champ total est donc :

Ha = H0 + hace
iωt (1.15)
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En absence de piégeage et pour un échantillon elliptique9, la réponse du système
à une sollicitation extérieure est linéaire. L’aimantation n’a donc pas de composante
irréversible et χ mesure directement la pente de la courbe M(H). En dessous de
Hc1, l’état Meissner est parfaitement diamagnétique (χ = −1). A Hc1 (on néglige ici
tout effet démagnétisant), le premier vortex pénètre dans l’échantillon et la transition
associée est du 1er ordre. La susceptibilité, qui représente la pente de l’aimantation,
augmente brutalement et devient positive. Entre Hc1 et Hc2 les vortex pénètrent dans
l’échantillon sans y être piégés. Il n’y a donc pas d’irréversibilité. La susceptibilité
diminue en restant positive. A Hc2, la transition état normal-état supraconducteur se
traduit par un saut de faible amplitude de la susceptibilité qui chute alors à 0.

En présence de piégeage, il existe différents régimes de la réponse du système à une
sollicitation extérieure. Notre étude se place dans le cas d’une réponse non linéaire. La
susceptibilité n’a donc plus la même allure que précédemment. Des harmoniques sont
alors générés dans l’aimantation et la transmittivité alternative associée χ = χ′ − iχ′′

est : {
χ′n
χ”n

}
=

1

πhac

∫ 2π

0

M(ωt)

{
sin(nωt)
cos(nωt)

}
d(ωt) (1.16)

Dans le cas du piégeage de volume, seules les harmoniques impaires sont non nuls car
l’induction magnétique est symétrique en fonction de ωt [7, 8].

Nous nous limiterons ici au premier harmonique. Les harmoniques plus élevés
(comme le troisième par exemple), peuvent également fournir des informations supplé-
mentaires telles que la nature de l’irréversibilité (piégeage de surface, barrière géométrique
ou piégeage volumique).

La tension de la sonde est proportionnelle à l’intégrale de l’induction magnétique
sur la surface de la sonde.

Vsonde = KIsonde

∫ ∫
sonde

BdS

S
(1.17)

En présence d’un champ alternatif, l’induction magnétique B(T, hac, ω) mesurée à la
surface de l’échantillon permet d’accéder à la transmitivité alternative donnée par :

TH(T ) =
B(T )−B(T >> Tc)

B(T >> Tc)−B(T << Tc)
(1.18)

On peut remarquer, dans l’expression précédente, que, par soucis de simplicité d’écriture,
on a confondu B et 1

S

∫
Bds. On peut également remarquer que si la taille des

échantillons est de l’ordre de grandeur de la surface active des sondes, la mesure de
l’induction n’est plus locale et la transmitivité alternative est égale à la susceptibilité

9Cette hypothèse permet d’écarter les barrières géométriques. Celles-ci peuvent néanmoins créer
de l’irréversibilité
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alternative. Généralement, nos échantillons étaient largement plus grands que la sur-
face active des sondes et nos mesures donnaient la transmittivité. La subtile nuance
qu’il existe entre la susceptibilité alternative et la transmittivité alternative est exacte-
ment la même que celle, développée dans l’annexe A ainsi que dans le chapitre IV, qui
différencie l’aimantation de la grandeur B − µ0Ha.

1.4 Dispositif expérimental

L’échantillon est disposé sur une sonde de Hall (dont le fonctionnement est décrit
en annexe A). La sonde de Hall est fixée sur un porte échantillon lui même fixé à
l’extrémité d’une canne de mesure. Elle est entourée d’une petite bobine d’excitation
qui délivre un champ alternatif hac, perpendiculaire à la sonde, de fréquence ω et dont
l’intensité varie de quelques gauss à quelques dizaines de gauss. Sur l’autre face du porte
échantillon se trouve une sonde de température de type CERNOX. Un chauffage est
également enroulé sur le porte échantillon comme le montre la figure 1.1. L’ensemble
du porte échantillon est placée au fond d’un tube Dewar en Quartz qui joue le rôle
d’anticryostat. Les deux parois du tube entre lesquelles a été fait le vide assurent
l’isolation du porte échantillon vis à vis du bain d’hélium. Le positionnement de ce
même tube (dont l’ouverture se trouve en bas comme le montre la figure 1.1) empêche
l’hélium liquide d’y pénétrer. Grâce à ce dispositif, la température de l’échantillon peut
varier rapidement mais elle peut également être maintenue constante (avec une bonne
stabilité ∼ ±0.1 K).

La sonde de Hall est alimentée par une source de courant continue (50 µA). L’alimen-
tation de la bobine est assurée par la détection synchrone numérique. Celle-ci délivre
une tension alternative de fréquence ω qui est régulée de manière à fournir un courant
alternatif d’amplitude constante (égale à 10 mA qui correspond à hac ∼ 10 G) dans
la bobine (afin d’éviter les dérives possibles avec la température). L’acquisition des
données est réalisée par cette même détection synchrone qui extrait le signal alter-
natif à la fréquence d’entrée et à ses harmoniques. La sensibilité de ce dispositif est
indépendante de la fréquence, ce qui permet d’opérer sur une large plage de fréquences
(entre quelques dixièmes de hertz et quelques milliers de hertz).
En revanche, à haut champ, le signal ac qui devient très faible par rapport au signal dc
est très difficile à extraire par la détection synchrone. On peut tenter de l’augmenter
en abaissant le courant dans la sonde de Hall et en augmentant le champ alternatif
hac (qui reste limité à ∼ 20 G). Mais cette augmentation conduit à l’élargissement des
courbes T ′H(T ).
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Chauffage

Sonde de Hall

Echantillon

Bobine d'excitation

Thermomètre

Porte échantillon

Dewar

Figure 1.1: Schéma du porte échantillon sur lequel sont disposés le thermomètre, le
chauffage, la bobine d’excitation et la sonde de Hall.

Le champ magnétique mesuré dans l’échantillon suit les oscillations du champ alter-
natif avec un certain décalage en raison de la dissipation d’énergie qu’elles entrâınent.
Une phase apparâıt donc dans nos mesures et influence la forme de la transmittivité.
Nous mesurons la partie réelle < est la partie imaginaire = du signal qu’il faut corriger
d’une autre phase ϕ (générée par le montage i.e. câblage, transformateur, etc....) pour
obtenir T ′H et T”H (figure 1.2).

Im

Re

!'

!''

!

S

Figure 1.2: Schéma du déphasage du signal dû au montage.

Les parties réelle < et imaginaire = sont données par :{
< =| S | (T ′Hcosϕ+ T ′′Hsinϕ)
= =| S | (T ′Hsinϕ− T ′′Hcosϕ)

(1.19)
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où | S |=
√
<2 + =2 est le module du signal. La phase est déterminée à partir des

valeurs de < et = lorsque T → 0 et T ′′H s’annule :

tanϕ =
=(T ′′H = 0)

<(T ′′H = 0)
(1.20)

On peut ainsi déterminer les parties réelles et imaginaires de la transmittivité :{
T ′H = (<cosϕ+ =sinϕ)/ | S |
T ′′H = (<sinϕ−=cosϕ)/ | S | (1.21)

où | S | est déterminé en renormalisant T ′H à −1 lorsque la température tend
vers 0. Pour déterminer la phase, < et = doivent atteindre leurs valeurs limites à
basse température c’est à dire que la transition doit être assez étroite (échantillon bien
homogène et champ alternatif assez faible).

Nous pouvons déterminer la dépendance de la transmittivité avec la température
(à champ constant) ou avec le champ (à température constante) à une fréquence
d’excitation constante. Ces courbes nous permettent d’une part d’identifier la transi-
tion supraconductrice (point où l’on rejoint le comportement paramagnétique). Elles
nous permettent, d’autre part, de déterminer les mécanismes de piégeage et la grandeur
intrinsèque du matériau qui caractérise ce piégeage : le courant “critique”10

1.5 Détermination du courant critique

Nous allons décrire la méthode d’obtention des courbes de dépendance du courant
critique en fonction de la température à partir des courbes TH(T ) = T ′H − iT ′′H . Un
traitement équivalent pourrait être effectué pour la dépendance avec le champ.
Comme nous l’avons déjà mentionné, la transmittivité alternative est une fonction du
champ alternatif hac, de sa fréquence ω et de la température T :

T ′H(hac, T, ω) = F (
hac

J(T, ω)
) (1.22)

où F (x) dépend de la géométrie de l’échantillon, du piégeage et des mécanismes du
fluage. Pour remonter au courant J , il va falloir déterminer puis inverser cette fonction.
En fonction du champ alternatif appliqué, la réponse du courant à ce champ présente
différents régimes comme le montre la figure 1.3.

10Le terme de courant critique est critiquable. En présence de fluage, il serait plus approprié de
parler ici de courant induit.



180

J
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linéaire
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non-linéaire

hac
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h1

Réponse

linéaire
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Figure 1.3: Courant apparent en fonction du champ alternatif. 3 régimes apparais-
sent : 2 régimes linéaires et un régime non linéaire.

Pour de faibles hac, le champ ne pénètre que sur une faible épaisseur de l’ordre
de λ. D’après l’équation de Maxwell rotH ∼ hac/λ ∼ J , le courant est directement
proportionnel à hac, J(T, ω) ∝ hac/λ(T, ω). hac/J est constant : le régime est linéaire.
Au-dessus d’un certain champ noté h1, J est de l’ordre de Jmax et la réponse est non
linéaire. Le courant sature à la valeur de la pente du profil de l’induction magnétique
dans le modèle de Bean.
La phénomène de saturation est limité par un champ noté h2 à partir duquel la courbe
E(J)devient linéaire. L’équation de Maxwell :

rotE = −∂B
∂t

(1.23)

donne compte tenu de la loi d’Ohm (E = ρJ) : ρJ/λac ∼ µ0hacω (où λac est l’épaisseur
de pénétration du champ). Ceci implique qu’en imposant un courant électrique suff-
isamment grand, on peut surmonter les barrières de piégeage et J augmente alors
au-delà de Jmax.

Notre étude a été réalisée en régime non linéaire. Dans ce régime la fonction F (x)
peut être déterminée par la méthode développée par Pasquini [9]. Cette méthode est
basée sur l’identification des valeurs de T ′H qui correspondent à la même valeur de
x = hac/J pour des valeurs de hac différentes.

Nous allons traiter le développement de la méthode à partir d’un exemple (fig-

ure 1.4). Prenons deux courbes T ′H(T ) mesurées aux champs h
(1)
ac (courbe ]1) et

h
(2)
ac = 2h

(1)
ac (courbes ]2) et plaçons nous à une température T1 (voir figure 1.4). La

droite verticale T = T1 coupe les deux courbes en A′ et B. On a T ′H,A′ = T ′H(h
(1)
ac /J(T1))

et comme JA′ = JB = JT1 , T
′
H,B = T ′H,B(h

(2)
ac /J(T1)).
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Figure 1.4: Transmittivité alternative versus température pour deux amplitudes du
champ ac excitateur et pour un champ permanent appliqué égal à 0.05 T.

La méthode va consister à exprimer tous les T ′H en fonction de h
(1)
ac /J(T1). Le point

de la courbe ]1 dont la transmittivité est T ′H,B est B′ à la température T2 (figure 1.4) :

T ′H,B(h
(2)
ac /J(T1)) = T ′H,B′(h

(1)
ac /J(T2)). Les indices B et B′ sont là à titre indicatif mais

il s’agit bien de la même fonction T ′H = F . On a donc :

h
(2)
ac

J(T1)
=

h
(1)
ac

J(T2)
(1.24)

avec h
(2)
ac = 2h

(1)
ac , J(T2) = J(T1)/2 d’une part et T ′H,B = T ′H(2h

(1)
ac /J(T1)) d’autre

part. On peut alors réitérer ce que l’on vient de faire à partir de T2. Il vient
J(T3) = J(T2)/2 = J(T1)/4. A Tn, on a J(Tn) = J(T1)/2

n−1. En répétant l’opération
à partir de différentes valeurs de température, on obtient la courbe T ′H(x) = F (x) où
x prend des valeurs discrètes égales à 2nhac/J(T1) (avec n entier).
L’unique limitation de cette méthode est l’erreur grandissante que l’on peut faire
lorsqu’on s’approche des deux limites T ′H = −1 et T ′H = 0. En effet, T ′H varie lentement
près de ces limites : une faible erreur sur T ′H induit une grande erreur sur x.

La figure 1.5 présente la fonction T ′H = F (x) (avec x = hac/J.d, où d est la taille
caractéristique de l’échantillon) renormalisée d’après le critère suivant : lorsque hac =
J.d i.e. x = 1, le champ alternatif pénètre entièrement dans l’échantillon. Le maximum
de dissipation est alors atteint. La partie imaginaire du premier harmonique de la
transmittivité T ′′H est alors maximum et T ′H ≈ −0.4. En fonction de la géométrie des
échantillons, le maximum de dissipation n’est pas atteint pour x = 1. Cette différence
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a été calculée par Brandt [10]. Nous nous plaçons cependant ici dans l’hypothèse où le
maximum a lieu pour x = 1.
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Figure 1.5: Dépendance de la fonction F en fonction de x ∝ hac/J.d pour un champ
permanent appliqué égal à 0.05 T. Les traits pointillés délimitent la gamme exploitable
de la courbe.

La forme de F (x) dépend du type de piégeage, (faiblement) du taux de relaxation,
de la forme de l’échantillon (couche mince ou épaisse) et du type de mesure magnétique
(local ou non local)

En inversant la fonction F , on peut, à T et ω données, déterminer J :

hac

Jd
= F−1(T ′H) (1.25)

La dépendance du courant avec la température est présentée figure 1.6.
Enfin, la technique de transmittivité alternative permet l’étude des effets dynamiques

qui n’a pas été réalisée ici. En effet, la fréquence d’excitation ω est telle que E ∼ ω.
Les courbes J(ω) déduites de la dépendance en fréquence de la transmittivité TH(ω)
permettent de déterminer le taux de relaxation. Ces mesures sont complémentaires
des mesures de relaxation magnétique, de transport ou des mesures d’aimantation en
champ pulsé. Elles couvrent chacune une région du diagramme E(J) caractérisant la
dynamique du système comme le montre la figure 1.7.
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Figure 1.6: Courant critique en fonction du champ magnétique. Les symboles pleins
sont issus des mesures de susceptibilité alternative avec un champ ac de 5 Gauss. Les
symboles vides sont issus de mesures d’aimantation. La complémentarité des deux
mesures permet de balayer une grande gamme de champ.
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Figure 1.7: Réprésentation schématique de la complémentarité des mesures de trans-
port, de relaxation magnétique, de transmittivité alternative et d’aimantation en champ
pulsé dans la détermination des courbes E(J) caractérisant le piégeage et la dynamique
du système.
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Annexe C :
Autre contribution

Cette annexe présente la publication issue d’une collaboration avec le groupe du Pr. G.
W. Crabtree. Seule une partie des mesures de dépendances angulaires du champ cri-
tique supérieur Hc2(θ) par chaleur spécifique ont été réalisées au laboratoire avec René
Brusetti. L’analyse a été effectuée par le groupe américain. Il s’agissait d’expliquer
l’écart au comportement classique (Ginzburg-Landau anisotrope).
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The angular dependence of the upper critical field Hc2 of MgB2 single crystals is studied at various tem-
peratures by means of specific-heat and transport measurements in magnetic fields up to 17 T. Clear deviations
from Ginzburg–Landau behavior are observed at all temperatures and are explained by two-band effects. The
angular dependence and temperature dependence of the deviations are in qualitative agreement with theoretical
predictions based on band-structure calculations. Quantitative agreement is obtained with an interband cou-
pling slightly stronger than the calculated one, enabling band-structure anisotropies and interband coupling
strength to be experimentally estimated. This provides a pathway to the study of disorder and doping effects in
MgB2.
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The emergence of new theoretical works with close ex-
perimental connections has significantly deepened the under-
standing of the properties of magnesium diboride !MgB2".
Despite the fact that the superconducting properties of MgB2
with its fairly simple atomic structure were just recently
discovered,1 this phonon mediated s-wave superconductor
has already been the subject of intense and numerous
studies2 due to its exotic properties arising from a complex,
disconnected, multiband Fermi surface. Band-structure cal-
culations have demonstrated that the Fermi surface is com-
posed of pairs of three-dimensional ! bands and quasi-two-
dimensional (2D) " bands.3 This effective two-band
structure has been confirmed by de Haas–van Alphen
(dHvA) measurements4 and angle-resolved photoemission
spectroscopy.5
The superconducting properties of the two sets of bands

are quite different, due to the low overlap of the orthogonal
"- and !-band wave functions. The superconducting gap
ranges from 1.5 to 3.5 meV on the ! bands and from 5.5 to
8 meV on the strongly superconducting " bands.6 This
double-gap nature has been verified by tunneling
experiments,7–9 heat capacity measurements,10 Raman,11 and
point contact spectroscopy.12,13
Theoretically, two-band superconductivity has a history

starting well before MgB2.14–16 Through theoretical ad-
vances, a fairly unified picture has emerged with predictions
that can be experimentally substantiated.6,17–26 One of the
salient predictions associated with a pronounced two-band
effect is a difference between the coherence length aniso-
tropy #$=$ab /$c (Refs. 19–22) and the penetration depth an-
isotropy #%=%c /%ab,23,24 both of which become temperature
dependent with opposite tendencies. For MgB2, a strong de-
crease of #$=Hc2

ab /Hc2
c from #$!0"#5 to #$!Tc"$2 is found

experimentally,27–32 while controversy remains about the ex-

perimental temperature dependence of #%.31–33
In this Brief Report we present evidence of clear devia-

tions of the angular dependence of Hc2 from the anisotropic
Ginzburg–Landau (GL) description. The Hc2!T ,&" transition
of MgB2 single crystals was determined from resistivity
measurements and specific heat with excellent agreement be-
tween the two. With a slight adjustment of some of the pa-
rameters supplied by band-structure calculations, good quan-
titative agreement is found between theory22 and experiment,
yielding fundamental estimates of band-structure anisotro-
pies and the interband coupling strength.
Several MgB2 crystals with typical dimensions

50–250 'm were obtained through a high-pressure heat
treatment of a mixture of Mg and B in excess Mg as de-
scribed elsewhere.34 The crystals had Tc values of 34–36 K,
residual resistivity ratios !RRR"#3.5, and a Hc2

c !0"$3.5 T.
Transport measurements (sample A) were performed using
standard ac techniques at 23 Hz. For the specific-heat mea-
surements, each crystal was mounted on top of a flattened
12.7 'm chromel/constantan thermocouple junction. Small
temperature oscillations of the sample were induced by ei-
ther a resistive heater wire (sample B, Argonne and NHMFL)
or by modulating the temperature of the copper base35
(sample C, Grenoble).
Figure 1 shows the transitions from resistivity (top) and

specific heat (bottom) as a function of angle at T=27.5 K
and T=25.0 K, respectively. The resistive transitions were
measured at a relatively high current density to suppress the
effects of surface superconductivity at the well-shaped crys-
tal surfaces, as discussed in Ref. 36. Restrictions on the cur-
rent to avoid heating from the Ohmic contacts limited the
transport measurements to temperatures T /Tc(0.7. The
value of Hc2!&" was determined through a linear extrapola-
tion of the steep drop to zero resistivity as shown by the
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dashed lines in the top panel.36 The appearance of the peak
effect just below Hc2 for some angles is evident in the figure.
The thermodynamic signature of Hc2 was defined from the
midpoint of the specific heat transitions, as illustrated in the
bottom panel. The choice of definition was checked not to be
significant. It is interesting to note that the specific heat step
height is fairly independent of the field direction. This is in
agreement with GL theory, where the step height should
scale with T!dHc /dT"2, where Hc is the (isotropic) thermo-
dynamic critical field. Possible deviations from a constant
step height arising from two-band effects are too small to be
resolved in the current data due to uncertainties in the ex-
perimental method.
Clear deviations from an anisotropic GL description are,

however, seen in the angular dependence of Hc2. In Fig. 2,
the Hc2!!" curves are shown for two selected temperatures
together with corresponding fits to the effective mass de-
scription Hc2

GL!!"=Hc2
ab / !cos2!+"#

2 sin2!"1/2. The relative de-
viations are fairly small at 12.1 K as compared to 25.0 K.
They are nevertheless clearly discernible at all temperatures
and are reproducible between different measuring setups,
samples, and methods. Resistive measurements by Eltsev et
al. displayed similar deviations but were not analyzed in
detail.37 Deviations were also reported at 33 K using torque
measurements.38 The latter, however, suffer from the inabil-
ity to measure Hc2 along the symmetry axes. Deviations from
GL behavior have also been observed on thin films.39

The deviations from GL behavior are illuminated by plot-
ting the ratio A= #Hc2!!" /Hc2

GL!!"$2 as a function of cos2! as
shown in Fig. 3. When the field is directed along the c axis or
within the basal plane there are no deviations, since the ex-
perimental Hc2

ab and Hc2
c were used as parameters for the GL-

fit !A=1" at each temperature. The shape of the deviations
as a function of angle is similar for all temperatures,
with a maximum amplitude at around !=20° –30°, i.e., for
cos2!%0.9.
The maximum amplitude of A!!" is plotted as a function

of temperature in Fig. 4 (top). Good agreement is found be-
tween the data on all the samples, illustrating the fundamen-
tal and consistent nature of the deviations. The amplitude is
relatively small at low temperatures and reaches a maximum
slightly below Tc. By comparing the temperature dependence
of Amax with that of "# (bottom panel) one can see that the
maximum of Amax!T" occurs at intermediate values of "#.
The general experimental features of Hc2!T ,!" can be ex-

cellently described by the recent theory of the angular depen-

FIG. 1. Top, resistive Hc2 transition at T=27.5 K as a function
of magnetic field H and angle ! from the basal plane. Bottom,
specific heat signature at T=25.0 K for sample B.

FIG. 2. Angular dependence of the upper critical field at 12.1 K
and 25.0 K. The solid lines correspond to the GL theory. Small, but
clear and consistent deviations from the anisotropic, effective-mass
description are seen.

FIG. 3. Ratio A= #Hc2!!" /Hc2
GL!!"$2 as a function of cos2!

for the two temperatures of Fig. 2. The dashed line A=1 corre-
sponds to the GL description with a separate anisotropy parameter
"#=Hc2

ab /Hc2
c for each temperature as illustrated in Fig. 2. Solid

curves are given by two-band theory with best-fit parameters as
discussed in the text.
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dence of dirty two-band superconductors.22 The two-band
theory requires as input (i) band anisotropies !" and !#, (ii)
a ratio of the diffusion constants in the two bands, e.g.,
rx=D#,x /D",x, and (iii) the matrix of effective coupling con-
stants $%&='%&−(%&

* , where '%& are the electron-phonon
coupling constants and (%&

* are the Coulomb pseudopoten-
tials (% and & are indices for the " and # bands). The theo-
retical dependencies of A!T" and !)!T" obtained by using
coupling constants and anisotropies as supplied by band-
structure calculations18,25 are illustrated by the dashed curves
in Fig. 4. It is clear that, while qualitatively similar, the the-
oretical curves are displaced closer to Tc and the predicted
anisotropy is higher than the experimental one.
To find the set of parameter values that would best de-

scribe the data, we allowed the parameters !", !#, rx, $"",
and $## to vary freely. The off-diagonal $-parameters were
calculated from the constraints arising from the value of Tc
(Ref. 20) and the requirement of detailed balance,
$"# /$#"=N" /N#, where N% is the partial density of states.
It is useful to know that !)!0"#!" and that the overall
change in anisotropy can be estimated as !)!0" /!)!Tc"
#$1+S12rz, where S12#$"#$#" / !$""−$##"2 is the re-
duced interband coupling strength and rz=rx!!" /!#"2.22 The
optimum fit parameters are listed in Table I. The correspond-
ing fit curves, included in Figs. 3 and 4, give an excellent
account of all the data. We note that calculations14,20 using
the obtained parameters give a reasonable gap anisotropy,

*# /*"#0.38 and that the parameter value 1/rx#0.23 is in
good agreement with the observation of an enlarged vortex
core.26,40
The most notable change of the parameters in Table I with

respect to the band-structure results is the strong enhance-
ment of the interband coupling, as reflected by an increase of
S12 from 0.034 to 0.105. In addition, the "-band anisotropy
was found to be smaller and the # band almost isotropic. A
probable explanation for the differences in parameter values
is a slight, sample dependent variation of the band structure
as seen, for example, in detailed comparisons between dHvA
data and theoretical predictions.4 A possible reason for the
difference in interband coupling is also a theoretical overes-
timation of the off-diagonal Coulomb pseudopotentials (see
discussion in Ref. 41) resulting in too low values of $"# and
$#". Unfortunately, no independent, experimental probe of
the off-diagonal coupling constants is available at present.
The present theoretical analysis neglects interband scattering.
However, by evaluating the corrections to the components of
the upper critical fields arising from the inclusion of weak
interband scattering, we conclude that it is unlikely that this
scattering is responsible for differences between the calcu-
lated and experimental values (e.g., for the lower value of
!").42
MgB2 single crystals are usually described as fairly clean,

with the " band probably in the clean limit and the # band
probably in the dirty limit.4,40,43 The temperature dependence
of !) measured on crystals similar to ours has recently been
described successfully within the clean-limit formalism.21
However, these calculations require modifications of cou-
pling and band anisotropies from the predicted values similar
to those found here. To our knowledge, a clean-limit calcu-
lation of the angular dependence of Hc2 has not yet been
presented. The theoretical analysis used here should be valid
for the dirty # band in the entire temperature range and for a
clean " band at sufficiently high temperatures, where this
band is described by GL theory. One could expect deviations
from the present two-band theory at low temperatures arising
from the Fermi surface structure of the clean " band. This
cannot be ruled out entirely, but a theoretical estimate of its
importance has, to our knowledge, not yet been presented.
Since our results show that the deviations decrease with de-
creasing temperature at low temperature, opposite to the ex-
pected single-band, clean-limit behavior, we believe that our
experiments are accurately described within the present the-

FIG. 4. Top, maximum deviations of A!+" from the GL theory
as a function of reduced temperature. The dashed curve is taken
from Ref. 22. Bottom, temperature dependence of the experimental
anisotropy !). Solid circles are taken from Ref. 29. Other symbols
are as above. The inset shows Amax as a function of anisotropy,
illustrating maximum deviations at intermediate values of !) where
both bands contribute equally. Parameters for the theoretical curves
are given in Table I.

TABLE I. Parameters used in the theoretical computations.

Parameter Predicted valuea Experimental value
!# 0.82 1.02±0.05
!" 6.3 5.45±0.10
1/rx=D",x /D#,x 0.2 0.23±0.02

!$"" $"#

$#" $##
" ! 0.81 0.115

0.091 0.278 " !0.695 0.177
0.140 0.260 "

aAs predicted by band-structure calculations. $ values are taken
from Ref. 25 and ! values are obtained from Ref. 18. The parameter
1 /rx=0.2 was taken from the experimental observations of an en-
larged vortex core (Ref. 26).
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oretical framework of two-band superconductivity. However,
clean-limit effects and strong coupling corrections may, to
some degree, alter the absolute values of the determined pa-
rameters.
In summary, we have studied the angular dependence and

temperature dependence of the upper critical field of MgB2
single crystals by means of heat capacity and transport mea-
surements. Clear two-band effects are found in both Hc2!!"
and the temperature dependence of the upper critical-field
anisotropy "#!T". The experiments are well explained by the
theory,22 providing a deep understanding of the microscopic
parameters describing the system. This work thus points out

a pathway to the study of disorder and doping effects in
MgB2, with great implications for future applications.
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Résumé :
“MgB2, un supraconducteur conventionnel exotique”... Derrière cette qualification apparemment

antinomique se cache la grande originalité du composé qui fut le sujet de mon travail. Conventionnel
dans son mécanisme de couplage électron-phonon, MgB2 est exotique de part la présence de deux gaps
supraconducteur faiblement couplés. L’existence de ces deux gaps va alors conduire à un comportement
“pathologique” des paramètres fondamentaux de la supraconductivité : la longueur de cohérence ξ
et la profondeur de pénétration λ.

Alors qu’un consensus sur la nature multigap de MgB2 s’est rapidement établi, les résultats publiés
concernant ces paramètres fondamentaux et ceux des champs critiques associés présentaient une disper-
sion déconcertante. Mon travail s’inscrit dans cette période flou expérimental. Il allie deux techniques
complémentaires : la magnétométrie à microsondes de Hall et la chaleur spécifique alterna-
tive. Nous présentons tout d’abord une étude thermodynamique du diagramme de phases H-T
effectuée sur des monocristaux. Des mesures de chaleur spécifique ont permis de déterminer le champ
critique supérieur Hc2. Le champ critique inférieur Hc1 a lui été évalué par des mesures magnétiques.
Sa détermination a nécessité une étude approfondie des mécanismes de pénétration des vortex.
La répartition spatiale de l’induction magnétique obtenue avec un réseau de microsondes sur une col-
lection d’échantillons de rapports de dimensions différents a mis en évidence la présence de barrières
géométriques retardant l’entrée des vortex. La prise en compte de ces barrières est essentielle à la
déduction de Hc1.

L’anisotropie des champs critiques présente une dépendance en température due à la présence
de deux paires de bandes supraconductrices faiblement couplés et dont l’influence relative varie en fonc-
tion de la position dans le diagramme H-T . Cette présence conduit également à une évolution de λ et ξ
en fonction du champ magnétique que nous présentons ici.

Enfin, une étude d’échantillons dopés et irradiés a été abordée. L’effet de la substitution de Mg
par Al modifie le dopage électronique et les champs critiques. En revanche, l’effet du désordre ponctuel
introduit par l’irradiation aux électrons conduit à une brutale augmentation de l’effet de pic dont l’origine
reste encore à établir.

Mots-clés : Supraconductivité, Transitions de phases, Vortex, Irréversibilité, Magnétométrie à sonde
Hall, Chaleur spécifique.

Abstract :
“MgB2 : an exotic conventionnal superconductor”..... Behind this apparently paradoxical qualifi-

cation is hiding the great originality of the system which was the subject of my work. Conventionnal in
the electron-phonon coupling mechanism, MgB2 is exotic in the presence of two weakly coupled super-
conducting gaps. The existence of those two gaps leads to a “pathological” behaviour of the fundamental
parameters : the coherence length ξ and penetration depth λ.

Whereas a consensus on the multigap nature of MgB2 was quickly established, the published values
of these fundamental parameters and of the associated critical fields expressed a disconcerting dispersion.
My work falls under this period of browsing of the MgB2 properties. It has the originality to use com-
plementary techniques: Hall-probe magnetometry and alternative specific heat. First, we present
a thermodynamic study of the H-T phase diagram carried out on single crystals. Specific heat mea-
surements enabled the determination of the upper critical field Hc2. The lower critical field Hc1 has been
deduced from magnetic measurements. Its determination required a thorough study of the penetration
mechanisms of the vortices. The field distribution deduced from Hall probe array measurements on
a serie of samples with various size ratios highlighted the presence of the geometrical barriers that
delay the entry of the vortices. It is essential to take into account these barriers in the deduction of Hc1.

The anisotropy of the critical fields is temperature dependent due to the existence of two
pairs of slightly coupled superconductive bands whose relative influence varies according to the position
in the phase diagram H-T .This leads to a field dependence of these fundamental parameters.

Finally, a study of doped and irradiated samples were performed. The substitution of Mg by Al
modifies the electronic doping and the critical fields. On the other hand, the effect of disorder introduced
by electron irradiation led to a brutal increase of the peak effect which still remains to be explained.
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