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Résumé

Dans cette thèse, nous nous sommes intéressés aux propriétés électroniques de deux fa-
milles de systèmes à fortes corrélations électroniques, les supraconducteurs à haute température
critique (cuprates) et les fermions lourds, lorsqu’ils sont soumis à un fort champ magnétique
(60 T). Depuis leur découverte en 1986, le diagramme de phase des supraconducteurs à haute
température critique reste énigmatique. L’une des questions fondamentales concerne la na-
ture de l’état normal à basse température. Dans la phase surdopée (p>0.16), on retrouve
les caractéristiques d’un métal conventionnel, avec notamment une grande surface de Fermi.
Dans la phase sous-dopée, les mesures d’ARPES semblent indiquer que la surface de Fermi
n’est pas fermée et est seulement constituée d’arcs de Fermi déconnectés et aucune mesure
expérimentale n’a permis jusqu’à présent de mettre en évidence une surface de Fermi fermée.
En mesurant la résistance de Hall dans deux oxydes de cuivre de type YBCO, nous avons mis
en évidence des oscillations quantiques établissant l’existence, à basse température, d’une
surface de Fermi fermée et cohérente pour les cuprates sous-dopés. La faible fréquence d’os-
cillation mesurée indique que la surface de Fermi est constituée de petites poches, en fort
contraste avec le grand cylindre observé du côté surdopé. De plus, l’observation d’un effet
Hall négatif dans l’état normal à basse température suggère la présence d’électrons dans
la surface de Fermi. On discute alors la possibilité qu’une reconstruction de la surface de
Fermi entrâıne l’apparition de petites poches d’électrons et de trous. Dans un second temps,
nous présentons des mesures de magnétotransport et d’effet Nernst dans le fermion lourd
URu2Si2 . Il apparâıt que la mystérieuse phase ordre caché apparaissant à T <17.5 K soit ca-
ractérisée par des porteurs en faible nombre mais très mobiles, pouvant induire l’émergence
d’un effet Nernst important. L’application d’un champ magnétique supérieur à 35 T à basse
température destabilise cette ordre et un état métallique plus conventionnel semble être
restauré au dessus de 40 T.

Mots clés : Supraconducteur à haute température critique, fermion lourd, surface de
Fermi, oscillations quantiques, magnétotransport, champ magnétique intense
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Summary

In this thesis, we are interested in the properties of two families of strongly correlated
electron systems (high-temperature superconducting cuprates and heavy fermions) when a
strong magnetic field (60 T) is applied. Since their discovery in 1986, the phase diagram of
high-temperature superconductors remains enigmatic. One fundamental question concerns
the nature of the normal state at low temperature. In the overdoped regime, the material
behaves as a reasonably conventional metal, with a large Fermi surface. In the underdoped
regime, however, ARPES measurements seem to indicate that the Fermi surface is not closed
and consists of disconnected Fermi arcs. There is, so far, no direct convincing experimental
observation of a closed and coherent Fermi surface. By performing Hall resistance measu-
rements in two copper oxides (YBCO), we have observed quantum oscillations establishing
the existence, at low temperature, of a closed and consistent Fermi surface for underdoped
cuprates. The low oscillation frequency reveals a Fermi surface made of small pockets, in
contrast to the large cylinder characteristic of the overdoped regime. Moreover, the nega-
tive sign of the Hall coefficient in the normal state at low temperature reveals that these
pockets are electron-like rather than hole-like. We discuss the possibility that a reconstruc-
tion of the Fermi surface causes the appearance of small electron and hole-like pockets. In
a second time, we present magnetotransport and Nernst effect measurements in the heavy
fermion URu2Si2 . It appears that the mysterious hidden order phase, which appears when
T <17.5 K, is characterized by a low carrier density with a high mobility, that could induce
a large Nernst effect. The application of a magnetic field above 35 T at low temperature
destabilizes the hidden order phase and a more conventional metal seems to be recovered
above 40 T.

Keywords : High temperature superconductor, heavy fermion, Fermi surface, quantum
oscillations, magnetotransport, high magnetic field
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a beau être le meilleur qui soit, si vous ne vous entendez pas avec, le résultat de cette
collaboration ne sera pas fructueux. C’est donc aussi pour les rapports humains que nous
avons cultivés que je te suis reconnaissant. En résumé, merci pour m’avoir, je l’espère,
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sans des échantillons d’une très grande qualité et pour cela je remercie très fortement Doug
Bonn, Walter Hardy et Ruixing Liang pour avoir réalisé la synthèse de magnifiques cristaux,
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vous avez une part très importante dans la réussite de mon parcours universitaire.
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Amy : Oh, elle est très belle. T’as pas peur qu’elle ait le nez que t’avais avant ?
Rachel : Amy ! (Pause) Oui, Vraiment. (Elle prend la main de Ross, pour se rassurer.)
(Le téléphone d’Amy sonne.)
Amy : Allô ? Oui, attends une seconde. (A Ross et Rachel) Je peux prendre ça à l’étage ?
Ross : Bien sûr, nous n’y vivons pas mais...
Amy : Vraiment ? Il n’y a que ces pièces ? (Elle montre ces pièces du doigt.) (A Ross) Je
pensais que tu étais docteur.
Rachel : Hé non. Ross est docteur en paléontologie.
Amy : Oh. c’est tout... (Elle va dans la chambre.)
Rachel : Elle est incroyable.
Ross : Je sais, d’autant qu’un doctorat en paléontologie est aussi bien qu’un doctorat en
médecine.
Rachel : Oh bien sûr, Ross. Si j’ai une crise cardiaque dans un restaurant, je te veux à
mes côtés avec ta brosse a fossile !

Friends, Saison 9 Episode 8

Rachel : (arrête une infirmière) Excusez-moi ! Je viens voir mon père... Je m’appelle
Rachel Green.
Ross : Et je suis le Docteur Ross Geller.
Rachel : Ross, je t’en prie, nous sommes dans un hôpital. Et cela veut dire quelque chose
ici.

Friends, Saison 10 Episode 13
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Introduction générale

Les systèmes d’électrons fortement corrélés, comme leur nom l’indique, rassemblent les
matériaux dont les quasiparticules sont soumises à de fortes interactions. Parmi ces familles
de composés, on trouve par exemple les oxydes de cuivre supraconducteurs (cuprates), les
fermions lourds, les cobaltites ou encore les manganites. C’est aux deux premiers que nous
avons choisi de nous intéresser dans cette thèse.

Jusqu’en 1986, le seul phénomène de supraconductivité connu était celui expliqué par
la théorie développée par Bardeen, Cooper et Schrieffer (BCS) et qui considère que l’ap-
pariement entre les quasiparticules provient de l’interaction retardée électron-phonon. On
parle alors de supraconductivité conventionnelle. A cette période, les températures critiques
stagnaient autour d’une vingtaine de Kelvins. C’était sans compter sur l’ingéniosité et sur-
tout la curiosité des chercheurs à constamment synthétiser de nouveaux matériaux. L’une
des plus grandes découvertes de ces dernières décennies est sans conteste celle réalisée par
J. Georg Bednorz et K. Alexander Müller du laboratoire de recherche de la Société IBM à
Zurich qui ont observé une résistivité nulle en dessous de 35 K dans des céramiques conte-
nant des oxydes de cuivre, du lanthane et du baryum ; ces composés sont appelés cuprates.
Mais la ferveur des scientifiques est intervenue lorsqu’en 1989 a été dévouvert un cuprate
à base non plus de lanthane mais d’yttrium qui présentait une température critique au
dessus de l’azote liquide (77 K). L’utilisation de ces matériaux, offrant des propriétés tout
à fait remarquables, à des températures ”facilement” accessibles était alors envisageable.
En outre, la possibilité de voir un jour de la supraconductivité à température ambiante
n’était plus alors considérée que comme une question de temps. C’était sans compter sur
les facéties et les mystères de la nature. En effet, aujourd’hui encore, malgré tous les efforts
fournis, le phénomène de la supraconductivité à haute température critique n’est pas ex-
pliqué. La surprise a en effet été de constater que celle-ci ne vérifiait pas toutes les propriétés
de la théorie BCS, comme le mécanisme d’appariement (qui n’est toujours pas clairement
identifié) ou la symétrie du paramètre d’ordre. On dit alors que la supraconductivité est
non-conventionnelle. De nombreux systèmes comme les cobaltites, les fermions lourds ou les
skutterudites exhibent ce genre de propriétés. La supraconductivité des cuprates est fonc-
tion du dopage (soit en substituant des atomes par d’autres contenant un électron de moins,
soit en introduisant des atomes d’oxygènes) et au fil des années, un diagramme de phase
certes complexe mais ”universel” en fonction de la température et du dopage a émergé pour
les différentes familles de cuprates. Cependant, bien que les différentes phases de ce dernier
soient généralement admises par la communauté, il n’y a pas de consensus sur l’évolution
de l’état fondamental en fonction du dopage. Il est pourtant clair que la compréhension
de la supraconductivité des cuprates réside tout d’abord dans la connaissance exacte de
leur diagramme de phase. A dopage nul ou très faible, l’état fondamental est un isolant de
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Mott, c’est-à-dire que les porteurs introduits dans le matériau ne peuvent pas se déplacer.
Le régime surdopé (p >0.16), quand le matériau est soit supraconducteur soit revenu à l’état
normal avec le dopage, est maintenant bien identifié comme un métal, c’est-à-dire que l’on
retrouve les propriétés d’un liquide de Fermi et une surface de Fermi fermée et cohérente.
En revanche, lorsque le dopage est intermédiaire (0.05< p <0.16), de nombreuses anomalies
dans les propriétés de transport, thermodynamiques ou spectroscopiques sont observées. La
nature de la phase normale de cette région du diagramme de phase est encore indéterminée
et appelée pseudogap. L’une des questions fondamentales est de savoir si oui ou non l’état
fondamental de la phase normale des cuprates dans le régime sous-dopé est un liquide de
Fermi. En effet, le grand mystère de ce diagramme de phase réside dans le fait qu’en fonction
du dopage, on passe d’un isolant antiferromagnétique à un état supraconducteur puis à un
métal classique, simplement en introduisant un faible nombre de porteurs.

Différentes techniques permettent de déterminer le caractère métallique d’un matériau.
Parmi elles, on trouve les oscillations quantiques, qui sont très certainement l’un des critères
les plus fiables quant à l’identification d’un liquide de Fermi. L’effet Hall, quant à lui, permet
de déterminer le type de porteurs majoritaires. Nous avons donc entrepris dans cette thèse de
mesurer la magnétorésistance et l’effet Hall à basse température et à fort champ magnétique
dans les composé YBa2Cu3Oy (YBCO) et YBa2Cu4O8 à différents dopages (du côté sous-
dopé) afin de pouvoir mettre en évidence des oscillations de la résistance (effet Shubnikov-
de Haas [SdH]). Malgré plus de vingt ans d’efforts intenses, celles-ci n’avaient jamais pu
être observées de façon convaincante. En alliant une extrême sensibilité de nos mesures
sous champ magnétique pulsé à une très grande qualité d’échantillons, qui nous ont été
fournis par le groupe de D. Bonn (UBC), nous avons réalisé ce tour de force. En mettant en
évidence de façon indiscutable des oscillations SdH dans deux composés sous-dopés, il est
maintenant clair que l’état fondamental des cuprates YBCO sous-dopés est caractérisé par
une surface de Fermi fermée et cohérente, bien que sa topologie, comme nous allons le voir,
diffère beaucoup de celle observée du côté surdopé.

Dans un second temps, nous nous sommes intéressés à la famille des composés dits
à fermions lourds. Ces matériaux sont caractérisés par de fortes interactions entre leurs
électrons de conduction d et les moments magnétiques isolés portés par des couches f ,
conduisant, à plus ou moins basse température, à une renormalisation de la masse effective
des porteurs, d’où leur nom. On peut alors trouver des augmentations de la masse effective
allant dans des cas extrêmes jusqu’à trois ordres de grandeur. Notre étude a porté sur le
composé URu2Si2 , qui présente plusieurs transitions de phases entre 35 T et 40 T. Ce
composé suscite toujours autant d’intérêt dans la communauté car la nature de la phase
apparaissant à basse température, appelée ordre caché , est toujours inconnue. En réalisant,
en plus des mesures de magnétotransport, pour la première fois des mesures d’effet Nernst
sous champ magnétique pulsé jusqu’à 36 T, nous avons pu mettre en évidence différentes
propriétés électroniques de la phase ordre caché et de la phase paramagnétique polarisée à
plus haut champ. De plus, il apparâıt qu’un effet Nernst d’une grande amplitude émerge
dans la phase ordre caché , contrairement au cas des métaux conventionnels où il est nul.

En lisant cette thèse, le lecteur trouvera dans une première partie quelques rappels de
physique du solide puis un descriptif plus ou moins détaillé des deux familles de systèmes
d’électrons fortement corrélés que nous avons étudiés. Ensuite, nous décrivons les tech-
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niques expérimentales utilisées en revenant brièvement sur la façon de générer des champs
magnétiques pulsés. La chapitre 4 rassemble les résultats d’oscillations quantiques et d’effet
Hall mesurés dans YBCO, puis nous analysons et discutons ces résultats dans le chapitre 5.
Le chapitre 6 est consacré à l’étude du composé URu2Si2 . Enfin, nous concluons de façon
générale cette thèse en donnant quelques perspectives d’études futures.
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2.3 Supraconductivité non-conventionnelle . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47

2.3.1 Spectre d’excitation d’un supraconducteur de gap de symétrie d . . . . . 47
2.3.2 Effets des impuretés sur un supraconducteur non-conventionnel . . . . . . 48
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6 Propriétés électroniques de URu2Si2 sous champ magnétique intense 159
6.1 Présentation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 159
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2.2 Résonance Kondo . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 42
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3.1 Génération de champs magnétiques pulsés . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 85
3.2 Cryostats 4He et azote . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 86
3.3 Configuration des contacts pour une mesure de transport . . . . . . . . . . . 88
3.4 Mesure de transport sous champ magnétique pulsé . . . . . . . . . . . . . . . 90
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4.9 Graphe d’Onsager . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 104
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5.4 Extrapolation de Rxy à champ nul . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 128
5.5 Effet Nernst dans YBa2Cu3O6.5 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 129
5.6 Surface de Fermi de YBa2Cu3O7 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 132
5.7 Surface de Fermi LDA des composés YBa2Cu3O6.5 et YBa2Cu4O8 . . . . . . 133
5.8 Arc de Fermi dans Na-CCOC et comparaison entre la surface de Fermi de Ti-2201 avec une petite poche134
5.9 Estimation du libre parcours moyen . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 136
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Chapitre 1

Rappels de physique du solide

La physique de la matière condensée constitue l’étude des propriétés macroscopiques des
matériaux tels que les solides, les liquides, les verres ou encore la matière molle. La physique
du solide qui concerne l’étude des phases solides de la matière condensée, a connu un réel
engouement de la part des physiciens depuis le xixe siècle, au regard du nombre de prix
Nobel attribués (15 au total). Les différents domaines récompensés vont de la diffraction des
rayons X permettant d’accéder à la structure cristalline (William Henry Bragg et son fils
William Lawrence Bragg en 1915), en passant par la superfluidité de l’hélium liquide (Lev
Landau en 1962) et le dernier en date attribué pour la découverte de la magnétorésistance
géante au français Albert Fert et à l’allemand Peter Grünberg en 2007 [2]. Diverses notions
scientifiques sont nécessaires à l’étude des solides : la mécanique quantique, la physique
statistique (transitions de phase) ou encore la géométrie pour la cristallographie.

Dans ce chapitre, nous rappelons différentes notions de physique du solide. Dans un
premier temps, nous revenons sur les concepts de surface de Fermi, puis nous évoquons la
théorie de Landau du liquide de Fermi, décrivant le comportement des métaux convention-
nels. Nous présentons ensuite les propriétés galvanomagnétiques des métaux, en particulier
lorsque celui-ci induit une quantification des niveaux énergétiques. Nous verrons alors que
les phénomènes quantiques apparaissant sous champ magnétique permettent de sonder di-
rectement les propriétés électroniques de la surface de Fermi. Enfin, nous terminons par un
bref rappel des caractéristiques principales de la supraconductivité conventionnelle de type
BCS.

1.1 Bandes électroniques

A basse température, la conductivité électronique est principalement due aux électrons.
La mécanique quantique des électrons dans un potentiel périodique, dû aux ions, est indis-
pensable afin de comprendre les propriétés électroniques des solides, comme par exemple
faire la distinction entre un métal et un isolant.

1.1.1 Théorie des bandes

En considérant le gaz d’électrons comme un gaz de fermions sans interaction évoluant
dans un potentiel périodique U(r), les fonctions d’onde électroniques peuvent être décrites
par des ondes de Bloch ψk(r) = uk(r)eikr. Il suffit alors de déterminer les solutions de
l’équation de Schrödinger uniquement pour les vecteurs d’ondes k appartenant à la première
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1. Rappels de physique du solide

zone de Brillouin (PZB) pour connâıtre le comportement des électrons dans tout le solide :
[
− ~

2

2m
(i∇+ ~~k)2 + U(r)

]
uk(~r) = εk(~r)uk(~r) (1.1)

Déterminer l’énergie ε(~k) revient à déterminer les valeurs propres d’une matrice hermitienne
ayant une infinité de solutions. On repère alors ces solutions avec un nouvel indice n appelé
indice de bande. Les fonctions εn(~k) représentent la structure de bandes. On peut facilement
voir que celles-ci ont également la périodicité du réseau, εn(~k) = εn(~k + ~K), où ~K est un
vecteur du réseau réciproque et qu’elles sont symétriques par rapport à l’origine εn(~k) =
εn( ~−k), c’est à dire qu’il y a dégénérescence (deux états ont la même énergie).

La PZB s’étend dans l’espace des phases sur une longueur 2π/a (où a est le paramètre
de maille du solide dans une direction). Dans un système de taille finie L avec des conditions
aux limites périodiques, les états permis dans l’espace des k sont les états 2πn/L, où n est
un entier. On a alors L/a = Nions états permis dans la PZB. D’après le principe de Pauli,
chaque site peut être occupé par un électron de spin up et un électron de spin down.

L’intérêt de la théorie des bandes est d’avoir pu expliquer pourquoi certains matériaux
sont conducteurs et d’autres isolants. En effet, dans l’état fondamental, les électrons rem-
plissent chaque état quantique dans les bandes en partant des plus petites énergies. On a
alors plusieurs cas possibles (figure 1.1) :

• Les bandes sont soient toutes vides soit toutes remplies (nombre pair d’électrons par
maille élémentaire) et si on a ∆ε À kT , avec ∆ε l’écart entre le plus haut point de la
bande pleine et le point le plus bas de la bande vide (appelé le gap), on a un isolant.
Toutefois, en raison d’un recouvrement de bandes, un comportement métallique peut
émerger.

• Une ou plusieurs bandes sont partiellement remplies (nombre impair d’électrons par
maille élémentaire), l’énergie associée à la dernière d’entre elles est le niveau de Fermi
que l’on note εF ; le système est alors métallique. Cependant, certains composés, bien
que possédant un nombre impair d’électrons, sont des isolants. Nous en verrons un
exemple lorsque nous étudierons les supraconducteurs à haute température critique.

1.1.2 La surface de Fermi

Ceci nous conduit directement à un autre concept très important de la physique du
solide, la surface de Fermi, qui est une surface d’énergie constante de l’espace réciproque 1

définie par :
εn(k) = µ (1.2)

où µ est le potentiel chimique. En raison du principe de Pauli, c’est la surface dans la PZB
qui sépare les états occupés, εn(k) < µ, situés à l’intérieur de la surface de Fermi des états
inoccupés, εn(k) > µ à l’extérieur de la surface de Fermi (SF). Les excitations basse énergie
impliquent des trous juste en dessous de la SF et des électrons juste au dessus. Les métaux
ont une surface de Fermi, donc des excitations basse énergie. Au contraire, les isolants n’ont
pas de surface de Fermi car µ est situé dans le gap.

Dans la limite de faible densité de porteurs, la SF est approximativement circulaire dans
un cas bidimensionnel (2D) ou sphérique dans un cas tridimensionnel (3D). En considérant
le modèle des liaisons fortes (tight-binding en anglais) pour un réseau carré à 2D, la relation

1. Un excellent ouvrage traitant du sujet (en français) est le livre de W. Mercouroff [3]
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Figure 1.1 – Etats occupés et structure de bande donnant (a) un isolant, (b) un métal ou
semimétal à cause du recouvrement de bande, c) un métal car le nombre d’électrons est
impair.

de dispersion est donnée par :

ε(k) = −2t(cos kxa + cos kya) (1.3)

où t est l’intégrale de saut entre deux sites voisins. Pour k →0

ε(k) ≈ −4t + ta2(k2
x + k2

y) (1.4)

Ainsi, pour µ + 4t ¿ t, la surface de Fermi est donnée par le cercle :

k2
x + k2

y =
µ + 4t

ta2
(1.5)

Le potentiel chimique à température nulle est appelé l’énergie de Fermi, qui, dans le cas
d’électrons libres, est donnée par :

εF =
~2k2

F

2m
(1.6)

où ~ est la constante de Planck, kF le vecteur d’onde au niveau de Fermi et m la masse de
l’électron.

La mesure de la densité d’états au niveau de Fermi, notée g(εF ), est une quantité clé
d’un système électronique car les quantités comme la chaleur spécifique ou la conductivité
électronique en sont directement proportionnelles. Celle-ci est donnée par :

gn(εF ) =
1

4π3

∫ ∫

Sn(E)

dS

|∇εn(~k)|
(1.7)

où l’intégrale est prise sur la surface de Fermi. On défini également la densité d’états par
rapport à la densité de porteurs n : gn(εF ) = 3

2
n
εF

. Dans un métal, l’énergie de Fermi ”coupe”
certaines bandes ; de ce fait g(εF ) 6=0. Dans un isolant, toutes les bandes sont soit vides soit
pleines ; l’énergie de Fermi est donc située entre deux bandes et g(εF ) =0. La densité d’état
peut avoir des singularités si le gradient s’annule, appelées singularités de van Hove, voire

3



1. Rappels de physique du solide

des divergences en dimension 2 ou 1.
L’énergie de Fermi est alors donnée par :

εF =
~2

2m
(3π2n)2/3 (1.8)

Pour les métaux simples, la taille et la forme de la surface de Fermi dépendent uniquement
de la densité électronique et de la structure cristalline du métal. Dans ce cas, on considère
que la surface de Fermi est une sphère de rayon kF et de surface

S = 4πk2
F = 4π(3π2n)2/3 (1.9)

Dans un métal, ce sont les électrons situés dans un espace de ±kBT autour du niveau de
Fermi qui contribuent aux propriétés de transport.

La topologie de la surface de Fermi constitue donc un élément essentiel si on veut com-
prendre les propriétés d’un métal. Celle-ci renferme toutes les données caractéristiques d’un
composé, à l’image de l’ADN chez les êtres vivants. La SF possède comme centres de symétrie
le centre de symétrie à l’origine et les nœuds du réseau réciproque, ainsi que toutes les pro-
priétés de symétrie de celui-ci. On peut séparer les orbites constituant la SF selon deux
catégories :

• des surfaces fermées : si on se place dans la première zone de Brillouin, la surface de
Fermi ne touche en aucun point les bords de zone,

• les surfaces ouvertes : ces surfaces s’étendent en dehors de la première zone de Brillouin
et dans ce cas il y a des points d’intersection entre la surface et les bords de zone.

Un exemple en 2D est donné sur la figure 1.2. Cette vision de la surface de Fermi présente
l’avantage d’être directement reliée aux phénomènes observés sous champ magnétique.

a b

Figure 1.2 – a) Cas d’une surface de Fermi fermée. b) Cas d’une surface de Fermi ouverte
comme dans le cas des conducteurs organiques quasi-1D de type (TMTSF)2X

1.1.3 Détermination de la surface de Fermi

1.1.3.1 Calculs de structure de bandes

L’une des méthodes de calcul les plus utilisées pour déterminer la structure de bandes
des métaux est la Théorie de la Fonctionnelle de la Densité (TFD, ou DFT en anglais).
Cette théorie a été élaborée par Hohenberg et Kohn (1964). C’est une reformulation de
l’équation de Schrödinger pour le problème à N corps (fermions) en interaction qui donne
en principe exactement l’état fondamental solution de cette équation. A la différence de la
théorie de Hartree-Fock où la fonction d’onde est multiélectronique (via les déterminants de
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Slater). Dans le cas de la DFT, c’est la densité électronique qui est la quantité de base pour
les calculs. Le nombre de variables passe ainsi de 3N à 3, rendant les calculs plus faciles
à traiter. La fonctionnelle de la densité électronique du système restant inconnue, on doit
recourir à diverses approximations, en particulier à des approximations locales.

Dans le cas où l’énergie cinétique des électrons est supérieure à l’interaction coulom-
bienne, les calculs basés sur la DFT dans le cadre de l’approximation LDA (Local Density
Approximation) donnent des résultats qualitatifs et quantitatifs satisfaisant pour décrire
les propriétés de l’état fondamental. Cependant, l’application de cette approximation à des
systèmes où les fonctions d’ondes sont plus localisées (états d ou f) n’est pas aussi efficace,
en raison des fortes interactions électroniques. L’approximation LDA se base sur le modèle
du gaz d’électrons et suppose une densité électronique uniforme, qui permet d’exprimer
l’interaction d’échange-corrélation.

De manière générale, la structure de bande déterminée par les calculs est en assez bon
accord avec la surface de Fermi observée dans les expériences.

1.1.3.2 Détermination expérimentale de la surface de Fermi

Un grand nombre de moyens a été développé pour étudier les surfaces de Fermi. Parmi
les plus utilisées à ce jour, on peut citer :

• L’effet de Haas-Van Alphen (oscillations de l’aimantation des métaux en fonction du
champ magnétique) ou Shubnikov-de Haas (oscillations de la magnétorésistance en
fonction du champ). L’origine de ces phénomènes provient de la quantification en
niveaux de Landau des niveaux énergétiques qui intervient sous champ magnétique.
On a alors des oscillations de la densité d’états qui se répercutent dans la plupart
des propriétés électroniques. Cet effet sera présenté plus en détail dans la suite de ce
chapitre.

• Les mesures de la dépendance angulaire de la magnétorésistance (AMRO) permettent
de déterminer la topologie de la surface de Fermi, particulièrement dans les composés
de basse dimensionnalité comme les conducteurs organiques.

• La photoémission résolue en angle (Angle-Resolved Photoemission Spectroscopy (ARPES)
en anglais). Dans les dernières années, cette technique est apparue comme une sonde
incontournable pour déterminer la structure électronique d’un solide. Cette méthode
consiste à envoyer un photon de haute énergie (∼ 20 eV) sur la surface d’un échantillon.
Un photoélectron est émis de la surface de ce dernier avec un angle θ par rapport à
la surface et son énergie cinétique est mesurée avec un spectromètre de résolution ≤
20 meV. En faisant varier l’angle θ, il est possible de déterminer la dépendance en k
des états occupés, situés en dessous du niveau de Fermi εF . Afin d’établir le zéro en
énergie, l’échantillon est connecté électriquement à un métal de référence (souvent du
Platine). Les énergies des photoélectrons provenant du métal de référence sont com-
parées à celles de l’échantillon étudié, ce qui permet de mesurer le gap ∆, s’il existe,
en dessous de εF . La courbe de distribution en énergie mesurée est donnée par :

I(k, ω) = I0(k)f(ω)A(k, ω) (1.10)

où k est la composante du moment parallèle à la surface, ω son énergie, I0(k) un facteur
d’intensité et f(ω) la fonction de Fermi-Dirac. A(k, ω) est la fonction spectrale d’un
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1. Rappels de physique du solide

trou donnée par la partie imaginaire de la fonction de Green à une particule :

A(k, ω) =
Σ′′(k, ω)/π

[ω − εk − Σ′(k, ω)]2 + Σ′′(k, ω)
(1.11)

Dans un liquide de Fermi sans interaction, A(k, ω) est un pic de Dirac mais dans un
métal réel, A(k, ω) est une lorentzienne étroite centrée autour de w ' ε(k) de largeur
ImΣ(k, ω), inversement proportionnelle au temps de vie des quasiparticules τ .

1.2 Notion de liquide de Fermi

Dans le modèle d’un gaz d’électrons libres, toutes les interactions (entre électrons de
conduction, ...) concernant les électrons sont négligées. Cependant, même si ce n’est pas le cas
dans les métaux réels, on peut montrer qu’il suffit de prendre en compte une renormalisation
de la masse des électrons pour que le modèle du gaz d’électrons libres reste applicable, c’est
la théorie de Landau du liquide de Fermi.

A T=0K, dans le cas d’un gaz d’électrons libres, tous les états situés en dessous du
vecteur d’onde de Fermi kF sont remplis, tous ceux situés au dessus sont vides. Une des
restrictions de la théorie du liquide de Fermi est que toutes les particules ont un moment
très proche de la surface de Fermi, c’est-à-dire |k| ' |k′| ' kF (voir figure 1.3). Pour avoir un
état excité, il suffit qu’un électron passe d’un état caractérisé par un vecteur d’onde k ¿ kF

d’énergie εk à un état caractérisé par k′ À kF d’énergie εk′ . On se retrouve alors avec des
excitations de paires électron-trou.

L’idée de Landau a été de considérer que dans un métal réel, le même type d’excitations
élémentaires ont lieu. La seule différence est de considérer que ce ne sont plus les électrons qui
sont excités, mais des quasiparticules, obéissant à la statistique de Fermi-Dirac. Il suffit alors
de prendre en compte toutes les excitations de paires électron-trou possibles et de considérer
que l’énergie εk est la somme de l’énergie de la quasiparticule et d’une contribution due aux
interactions avec les autres quasiparticules. Ces quasiparticules se retrouvent alors avec
une masse effective m∗ renormalisée et toutes les contributions dues aux interactions sont
maintenant ”comprises” dans m∗. Le simple modèle du gaz d’électrons libres est toujours
applicable mais en prenant la masse des quasiparticules m∗ à la place de la masse de l’électron
libre m0.

Cette théorie permet de calculer les propriétés thermodynamique et électroniques d’un
système d’électrons en interaction. La densité d’états au niveau de Fermi est donnée par :

N(εF ) =
m∗kF

π2~2
(1.12)

où la masse effective des quasiparticules m∗ est reliée à la masse m0 de l’électron au repos
par :

m∗

m0
= 1 +

F s
1

3
(1.13)

où le coefficient F s
1 est un paramètre de Landau (symétrique).

La susceptibilité de Pauli, indépendante de la température, est donnée par :

χ =
µ0µBm∗kF

π2~2

1
1 + F a

0

(1.14)
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Résistivité électrique

où F a
0 est un paramètre de Landau (antisymétrique). Il apparâıt que la susceptibilité χ est

augmentée par rapport à la susceptibilité de Pauli d’un facteur m∗
m0(1+F a

0 ) .
Un liquide de Fermi est caractérisé par différents comportements des propriétés électroniques.

La résistivité électrique a un comportement quadratique en température :

ρ = ρ0 + AT 2 (1.15)

où ρ0 est la résistivité résiduelle, due aux diffusions sur les impuretés et les défauts et le
coefficient A, dû aux diffusions quasiparticule-quasiparticule, est proportionnel à la densité
d’états au niveau de Fermi et donc à la masse effective,

√
A ∝ m∗.

La chaleur spécifique C est donnée par :

C

T
= γ =

m∗kF k2
B

3~2
(1.16)

où γ est le coefficient de Sommerfeld, kF le rayon de la sphère de Fermi, kB la constante
de Boltzmann et ~ la constante de Planck. Celle-ci est augmentée d’un facteur m∗/m0

par rapport à un système sans interaction. La masse effective peut donc être déterminée
directement à partir du coefficient de Sommerfeld.

Le rapport de Wilson est défini par le rapport de la susceptibilité de Pauli sur le coefficient
de Sommerfeld

RW =
π2k2

Bχ

3µ0µ2
Bγ

=
1

1 + F a
0

(1.17)

qui dans le cas d’un système sans interaction vaut RW =1. Le rapport Kadowaki-Woods,
reliant le coefficient de la résistivité A et le coefficient de Sommerfeld :

RKW =
A

γ2
(1.18)

est également constant dans de nombreux systèmes à corrélations électroniques, impliquant
que le coefficient A de la résistivité est indépendant de m∗.

La proportionnalité de χ, C/T et A en m∗ ou (m∗)2 est globalement validée dans les
systèmes à fermions lourds car les dynamiques de spins et la renormalisation de la masse
effective sont dominées par les fluctuations locales.

Dans le cadre de la théorie du liquide de Fermi, la loi de Wiedemann-Franz est toujours
vérifiée. En effet, en supposant que les collisions sont purement élastiques (diffusion unique-
ment sur les impuretés), donc qu’il n’y a pas de perte d’énergie lors des collisions, et en
faisant le rapport de la conductivité thermique sur la conductivité électrique, on obtient la
loi de Wiedemann-Franz :

κ

σT
=

π2

3
(
kB

e
)2 = L0 (1.19)

qui reflète le fait que les quasiparticules transportent à la fois la charge et la chaleur. Le
rapport donne le nombre de Lorentz L0 = 2.44×10−8WΩK−2. C’est une loi universelle, qui
constitue l’une des plus fondamentales propriétés d’un liquide de Fermi.

1.3 Résistivité électrique

La résistivité électrique consiste en quatre contributions : la diffusion des électrons sur les
impuretés ou les défauts ρ0, la diffusion électron-phonon ρph, la diffusion électron-électron
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Fk

k'k

Figure 1.3 – A T=0K, dans le cas d’un gaz d’électrons libres, tous les états situés en dessous
du vecteur d’onde de Fermi kF sont remplis, tous ceux situés au dessus sont vides. Pour
avoir un état excité, il suffit qu’un électron passe d’un état caractérisé par un vecteur d’onde
kint ¿ kF d’énergie εkint à un état caractérisé par kext ¿ kF d’énergie εkext . On se retrouve
alors avec des excitations de paires électron-trou.

ρe−e et la diffusion électron-magnon ρmag. D’après la loi de Matthiessen, la résistivité totale
est donnée par :

ρ = ρ0 + ρph + ρe−e + ρmag (1.20)

La valeur de ρ0 est constante en fonction de la température et ne s’annule pas à T=0K. C’est
une valeur qu’il est important de connâıtre car elle renseigne sur la qualité d’un échantillon.
Plus elle est grande, plus l’échantillon contient de défauts ou d’impuretés. Afin de déterminer
la qualité d’un échantillon, on détermine le rapport résiduel de résistivité (RRR) défini par
RRR=ρ(300K)/ρ0, où ρ(300K) est la résistivité à température ambiante. Ainsi, plus le RRR
est grand, plus l’échantillon est de bonne qualité.

On défini le temps de relaxation τ comme le temps correspondant entre deux collisions
de l’électron avec une impureté et le libre parcours moyen ` comme la distance effectuée
pendant ce temps. La résistivité électrique résiduelle peut alors s’écrire :

ρ0 =
m∗

neτ
(1.21)

où n est la densité de porteurs et e la charge électrique.τ et ` sont alors donnés par :

τ =
m∗

neρ0
(1.22)

` = vF τ =
~kF

neρ0
(1.23)

La résistivité ρph varie de façon monotone avec la température, avec ρph ∝ T au dessus
de la température de Debye TD et ρph ∝ T 5 très en dessous de TD et s’annule à T=0.

Dans les systèmes à fortes corrélations électroniques, le terme ρe−e est dominant à basse
température. Dans le cadre d’un métal, sans impureté magnétique, décrit par la théorie du
liquide de Fermi vu précédemment, la résistivité à basse température est donnée par :

ρ(T ) = ρ0 + ρe−e(T ) = ρ0 + AT 2 (1.24)

où
√

A ∝ m∗.

8



Propriétés galvanomagnétiques d’un métal

Dans un composé magnétique, le terme ρmag vient s’ajouter à la résistivité totale. Cette
contribution décrit les processus de diffusions des électrons de conduction avec les moments
magnétiques désordonnées. Au dessus de la température à laquelle les moments s’ordonnent
Tord, ρmag est donnée par :

ρmag =
3πNm∗

2~e2εF
|Jex|2(gJ − 1)2J(J + 1) (1.25)

où Jex est l’intégrale d’échange entre les électrons de conduction et les moments magnétiques
localisés. Quand T = Tord, ρmag exhibe un saut et quand T < Tord, ρmag chute avec la
température.

La résistivité magnétique dans les actinides est attribuée aux importantes diffusions des
électrons de conduction avec les fluctuations de spin des électrons 5f . La contribution de
celle-ci à basse température est donnée par ρmag = A′T 2. Dans les systèmes de fermions
lourds, le coefficient A′ est très grand. De plus, ρmag et ρe−e sont indiscernables.

1.4 Propriétés galvanomagnétiques d’un métal

1.4.1 Magnétorésistance transverse et effet Hall

Dans la cadre du modèle de Drude, seules les collisions des électrons avec les impuretés
sont considérées. On utilise dans la suite la pulsation cyclotron ωc = eB/m∗, le temps de
relaxation τ , la masse effective cyclotron m∗ et ωcτ/2π représente le nombre de fois que
l’électron parcours l’orbite cyclotron. En supposant le champ magnétique suivant z et le
champ électrique dans le plan xy, le tenseur de conductivité est donné par :

σ =
ne2τ

m∗
1

1 + (ωcτ)2




1 ωcτ 0
−ωcτ 1 0

0 0 1 + (ωcτ)2


 (1.26)

On vérifie la relation d’Onsager en présence du champ magnétique :

σxy(B) = σyx(−B) (1.27)

La mobilité des électron µ est définie par

µ =
eτ

m∗ (1.28)

On peut aussi exprimer le tenseur de résistivité, défini comme étant l’inverse du tenseur de
conductivité :

ρ = σ−1 =
m∗

ne2τ




1 ωcτ 0
−ωcτ 1 0

0 0 1


 (1.29)

L’angle de Hall, qui est l’angle entre le courant J et le champ électrique Ey, est défini par :

tan θ =
ρxy

ρxx
=

σxy

σxx
= ωcτ (1.30)

On voit donc que dans le cas simple d’une bande sphérique, il n’apparâıt pas de magnétorésistance
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1. Rappels de physique du solide

transverse 2. En effet, tous les porteurs possèdent la même vitesse de dérive ; la tension de
Hall compense alors exactement la force de Lorentz due au champ magnétique transverse
et la trajectoire de chaque électron est la même qu’en champ nul. En revanche, la résistivité
de Hall ρxy = B/ne est linéaire en champ et indépendante de τ . On définit la constante de
Hall comme :

RH =
ρxy

B
=

1
ne

(1.31)

Donc, dans les cas d’un modèle isotrope, la constante de Hall dépend uniquement du nombre
de porteurs n dans le métal. La constante de Hall est alors sensible au signe des porteurs,
une constante de Hall mesurée négative correspond à des porteurs de type électron alors
qu’une constante de Hall mesurée positive correspond à des porteurs de types trous.

Cependant, une poche de trous peut engendrer un effet Hall négatif. N.P. Ong a montré
que la conductivité de Hall σxy dans un métal 2D est déterminée par l’aire balayée Al

(appelée par Ong aire de Stokes) par le libre parcours moyen lk quand k varie autour de la
surface de Fermi [4]. Le signe et l’amplitude σxy, et donc de RH , dans un métal 2D vont alors
être entièrement déterminés par l’anisotropie de lk et la courbure de la surface de Fermi en
chaque vecteur k. La construction de Ong est la suivante (figure 1.4). Si la courbure locale
de la surface de Fermi est partout convexe, k et l vont tourner dans le même sens entrâınant
que l’amplitude de RH sera déterminée par l’aire de la surface de Fermi et son signe par
la nature des porteurs. En revanche, si la surface de Fermi présente une (ou des) région(s)
avec une courbure négative, on a la création d’une seconde boucle de circulation négative.
Au final, σxy est donnée par la somme des aires comprises dans chacune des boucles (les
négatives (positives) donnant une contribution négative (positive) à σxy) ; la somme la plus
grande donnant le signe de RH .

Dans le cas d’un métal multibandes, c’est-à-dire constitué de plusieurs poches (de por-
teurs de signes opposés ou non) et en considérant que le libre parcours moyen est isotrope,
RH s’écrit de la manière suivante :

RH =
2πd

∑
i(−1)ni l2i

e(
∑

i k
i
F li)2

(1.32)

où d est la distance entre deux plans atomiques et ni=1 (=2) si la poche de la surface
de Fermi est de type électron (trous). Un changement drastique d’au moins l’un des libres
parcours moyens d’une des poches peut alors rendre RH négatif.

1.4.2 Le modèle à deux bandes

Jusqu’à présent, nous avons considéré que le transport n’était dû qu’à une seule bande
de porteurs (électrons ou trous). Or, dans le cas où cette bande a une symétrie sphérique,
on a vu qu’il n’apparâıt pas de magnétorésistance transverse. Cependant, il s’avère que
l’anisotropie réelle de la surface de Fermi a une influence sur les propriétés de transport. Le
modèle le plus simple consiste à représenter la surface de Fermi par deux bandes sphériques
correspondant chacune à un type de porteur, électrons (de charge -e) et trous (de charge
+e), de masse effective me et mh, de temps de relaxation τe et τh et de densité de porteurs ne

et nh respectivement. Le tenseur de conductivité est la somme des tenseurs de conductivité

2. Dans ce cas la magnétorésistance est dite transverse car le champ magnétique B est perpendiculaire
au courant appliqué.
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Figure 1.4 – Construction de Ong pour expliquer l’émergence d’un effet Hall négatif à partir
d’une poche de trous. D’après [4].

pour chaque type de porteurs :

σ = σe + σh =
σ0e

1 + (µeB)2




1 µeB 0
−µeB 1 0

0 0 1 + (µeB)2




+
σ0h

1 + (µhB)2




1 µhB 0
−µhB 1 0

0 0 1 + (µhB)2




(1.33)

avec µe = eτe
me

et µh = eτh
mh

les mobilités de chaque type de porteur et σ0e = nee2τe
me

et

σ0h = nhe2τh
mh

. Après calcul, on trouve que la magnétorésistance est égale à :

∆ρ(B)
ρ(0)

=
(µe + µh)2µeµhnenhB2

(neµe + nhµh)2 + µ2
eµ

2
h(ne − nh)2B2

(1.34)

et la constante de Hall égale à :

RH =
1
e

nhµ2
h − neµ

2
e + µ2

eµ
2
h(ne − nh)B2

(neµe + nhµh)2 + µ2
eµ

2
h(ne − nh)2B2

(1.35)

On voit donc que dans le cas d’un modèle à deux bandes, la magnétorésistance n’est pas
nulle ; au contraire, cet effet peut même être très grand. A fort champ, la magnétorésistance
crôıt en B2 et ensuite sature à la valeur :

∆ρ(∞)
ρ(0)

=
(µe + µh)2

µeµh

nenh

(ne − nh)2
(1.36)

et la constante de Hall sature à la valeur :

RH(∞) =
1

e(ne − nh)
(1.37)

Le signe de la constante de Hall reflète donc le signe des porteurs majoritaires.
Dans un semimétal, les bandes de valence et de conduction se recouvrant, des électrons et

des trous participent au transport. Ce recouvrement étant de faible amplitude, le nombre de
porteurs est faible comparé à un métal classique (∼ 1023− 1026m−3). Le Bismuth, l’Arsenic
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1. Rappels de physique du solide

ou l’Antimoine sont considérés comme des semimétaux. Ces matériaux sont caractérisés par
une grande mobilité des porteurs et des libres parcours moyen importants. Par exemple, le
libre parcours moyen dans le Bismuth vaut ` ∼ 40µm [5]. Il est donc mesuré une grande
valeur de RH en raison des faibles densités de porteurs, autrement dit, au fait que la surface
de Fermi est constituée de petites poches. La constante de Hall est donc très sensible à la
topologie de la surface de Fermi. La magnétorésistance transverse d’un semimétal croit en
B2 à la fois dans la limite bas champ et la limite fort champ. Celle-ci est généralement plus
élevée que dans un métal classique car ces matériaux étant typiquement plus purs, le temps
de relaxation est plus élevé, donc le produit (ωcτ) est d’autant plus grand.

1.4.2.1 Cas d’un métal compensé : ne = nh

Un métal est dit compensé lorsque le nombre d’électrons est égal au nombre de trous :
ne = nh = n. La magnétorésistance crôıt alors indéfiniment en B2 :

∆ρ(B)
ρ(0)

= µeµhB2 (1.38)

et la constante de Hall reste indépendante du champ :

RH =
1
ne

µh − µe

µh + µe
(1.39)

Le modèle à deux bandes permet de retrouver les deux comportements de la magnétorésistance
vus précédemment. Dans le cas d’un métal compensé, le signe de la constante de Hall reflète
le porteur qui a la plus grande mobilité.

1.4.3 Les différents comportements de la magnétorésistance

Dans le cadre de la théorie du transport semi-classique, deux limites en champs appa-
raissent :

• ωcτ ¿ 1 qui est la limite dite de champ faible, la magnétorésistance crôıt alors comme
∆ρ
ρ ∝ B2

• ωcτ À 1 qui est la limite de champ fort, c’est-à-dire que l’électron a suffisamment de
temps pour parcourir l’orbite plusieurs fois entre deux collisions. Dans ce cas là, la
magnétorésistance sature.

Dans le dernier cas, la magnétorésistance transverse peut apporter des renseignements im-
portants sur la topologie de la surface de Fermi. Par exemple, il est possible de savoir
si un métal est compensé ou non. Les principaux comportements caractéristiques de la
magnétorésistance à fort champ dans la limite ωcτ À 1 sont les suivants :

• Pour un champ magnétique donné, lorsque toutes les orbites cyclotron sont fermées,
dans le cas d’un métal non compensé la magnétorésistance sature (∆ρ/ρ ∼ B0) et dans
le cas d’un métal compensé, celle-ci croit quadratiquement avec le champ (∆ρ/ρ ∼ B2)

• Pour un champ magnétique donné, lorsque des orbites sont ouvertes, la magnétorésistance
croit quadratiquement avec le champ et dépend de l’angle α entre le courant et la di-
rection de l’orbite ouverte dans l’espace réciproque, ∆ρ/ρ ∼ B2 cos2 α.

Comme la magnétorésistance transverse est proportionnelle à (ωcτ)2 , on peut estimer
(ωcτ). Plus la qualité de l’échantillon est bonne, plus la magnétorésistance sera importante
à fort champ, correspondant à un grand temps de vie des quasiparticules τ .
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Les différents comportements de la magnétorésistance à fort champ sont résumés dans
le tableau 1.5.

Orbite ouverte
(dans l’espace des k)

Métal non compensé
(ne ≠ nh) 

Métal compensé
(ne = nh) 

∆ρ
/ρ

B

∆ρ
/ρ

B

∆ρ
/ρ

B

∆ρ
/ρ

B
∆ρ

/ρ

B

∆ρ
/ρ

B

∆ρ
/ρ

B

∆ρ
/ρ

B

aucune

Orbite ouverte // J

Orbite ouverte     J⊥

Une orbite ouverte 
existe dans le plan JxB

Aucune orbite ouverte 
n’existe dans le plan JxB

Figure 1.5 – Les différentes comportements de la magnétorésistance à fort champ magnétique
dans différentes conditions.

1.4.4 Equation de Boltzmann

De façon générale, le temps de relaxation τ dépend du vecteur d’onde k de l’électron,
de son énergie, et de la force appliquée. Le modèle de Drude, qui considère un temps de
relaxation constant, n’est donc plus applicable. Il faut résoudre l’équation de Boltzmann.
Pour cela on se place dans l’approximation d’un gaz dilué où les électrons sont libres et
indépendants. Les collisions entre particules sont rares mais elles dépendent fortement de
la distribution des particules elles-mêmes. On se trouve alors dans le cas d’un processus
physique hors d’équilibre, c’est-à-dire dynamique, le temps intervient donc explicitement,
mais si le système n’a pas d’interaction avec l’extérieur, celui-ci va évoluer vers un état
d’équilibre. On définit alors le temps de relaxation τ , qui correspond au temps que mettra le
système pour atteindre cet équilibre. Mais comme l’utilisation du temps de relaxation ainsi
défini n’est pas aisée, on défini un temps de relaxation τ moyen intégré sur une trajectoire
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1. Rappels de physique du solide

entière 3. De cette façon, τ correspond au temps moyen entre deux collisions. L’équation de
Boltzmann modélise l’évolution de ce gaz dilué vers l’équilibre :

df

dt
)coll =

df

dt
+ vk∇rf +

F
~
∇kf (1.40)

où f(r,P, t) est la fonction de distribution. C’est une fonction de 7 variables définie dans l’es-
pace de phase de la particule (r,P). Une manière d’interpréter cette fonction de distribution
est de dire que f(r,P, t)drdP représente à l’instant t le nombre moyen de particules conte-
nues dans l’élément de volume de l’espace de phase drdP. La connaissance de f(r,P, t)
est essentielle car elle permet de calculer toutes les propriétés du système dans le cadre
de l’approximation des particules indépendantes. Le terme df

dt )coll représente la différence
entre le nombre de particules qui entre dans le volume drdP et le nombre qui en sortent
à cause des collisions. F est la force agissant sur un électron F = −e[E + v ∧ B] et v est
la vitesse moyenne d’un électron. La résolution de cette équation intégrodifférentielle non
linéaire s’avère être une tâche extrêmement complexe si on ne fait pas des approximations.
La plus couramment utilisée, même si elle ne possède pas de justification rigoureuse, est
l’approximation du temps de relaxation. Cette approximation consiste à remplacer le terme
de collision par

df

dt
)coll = −fk − f0

τk
= −gk

τk
(1.41)

où f0 est la fonction de distribution à l’équilibre, c’est-à-dire la distribution de Fermi-Dirac
(équilibre thermodynamique)

f(k) =
1

1 + e
ε−µ
kBT

(1.42)

et on suppose le temps de relaxation connu. L’équation de Boltzmann linéarisée devient
alors :

− gk

τk
= vk

∂f

∂T
∇rT − eEvk

∂f0

∂ε
− e

~
(vk ∧B)∇kgk (1.43)

En résolvant cette équation, on peut alors déterminer les coefficients du transport dans
les solides, comme la conductivité électrique isotherme, la conductivité thermique ou les
différents coefficients thermoélectriques (effet Seebeck, effet Peltier, effet Nernst, ...).

1.5 Les effets quantiques sous champ magnétique

Les effets quantiques ne se manifestent que si la condition :

~ωc À kBT (1.44)

est satisfaite, autrement dit s’ils ne sont pas masqués par l’agitation thermique. Sous l’effet
d’un champ magnétique, une énergie caractéristique ~ωc est mise en jeu. Nous verrons que
les effets quantiques se manifestent par la quantification des niveaux d’énergie qui sont
séparés de ~ωc. Dans ce chapitre, nous nous intéressons uniquement à un effet issu de cette
quantification, les oscillations quantiques, mais ils existent d’autres phénomènes quantiques
comme la rupture magnétiques (magnetic breakdown en anglais), correspondant au passage
d’un électron d’une trajectoire à une autre dans l’espace réciproque par effet tunnel, ou les

3. Les plus petits temps de relaxation obtenus sont de l’ordre de 10−9s, et ce dans des métaux extrêmement
purs et proche du zéro absolu.
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effets ultra-quantiques, qui apparaissent quand ~ωc devient comparable à l’énergie de Fermi.

1.5.1 Mouvement semi-classique dans un champ magnétique uniforme

Considérons le mouvement d’un électron dans un champ magnétique uniforme dirigé
suivant z. Si pour l’instant on ignore les effets quantiques, l’équation du mouvement est :

k̇ =
F
~

=
q

~
v ∧B (1.45)

Si on calcule la variation de l’énergie par seconde, on a :

dε

dt
=

1
~

∂ε

∂k
dk
dt

= ~v.F = 0 (1.46)

Il en découle que kz et ε(k) sont des constantes du mouvement. Les trajectoires de l’électron
dans l’espace réciproque résultent des intersections entre les surfaces d’énergie constante et
des plans perpendiculaires au champ magnétique. Si la surface de Fermi est fermée, alors
les trajectoires aussi mais dans le cas contraire, celles-ci peuvent être ouvertes ou fermées.

Si on projète l’équation 1.45 dans le plan perpendiculaire au champ, on obtient :

~̇K =
q

~
~V ∧ ~B (1.47)

où ~K et ~V sont les projections des vecteurs ~k et ~v respectivement. Il apparâıt que la vitesse
tangentielle est K̇ = e

~V B.
Considérons deux trajectoires voisines d’énergie ε et ε+dε, comme dessinées sur la figure

1.6. L’écart entre ces deux trajectoires est défini en tout point par :

dK =
dε

| ∇Kε | =
dε

~V
(1.48)

Dans le cas où dε est petit, on peut exprimer l’aire comprise entre les deux trajectoires :

dA =
(

∂A

∂ε

)

kz

dε (1.49)

Celle-ci est balayée à la vitesse :

dȦ = K̇dK =
qB

~2
dε (1.50)

C’est la loi des aires, qui dit que la vitesse est constante et indépendante des détails de la
trajectoire.

On peut exprimer le temps mis par l’électron pour parcourir cette aire, qui dans le cas
d’une surface fermée correspond à la période du mouvement Tc définie par :

Tc =
1
2π

∮
dK

K̇
(1.51)

Comme cette aire est balayée à vitesse constante, on peut caractériser le mouvement des
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électrons par sa période :

Tc =
dA

qB
~2 dε

=
~2

qB

(
∂A

∂ε

)

kz

(1.52)

et sa pulsation :

ωc =
2π

Tc
=

2πqB

~2

(
∂A

∂ε

)−1

kz

(1.53)

Par analogie avec les électrons libres, on peut définir la masse effective cyclotron :

m∗ =
~2

2π

(
∂A

∂ε

)

k̇z

(1.54)

C’est seulement dans le cas d’un modèle isotrope que la masse effective cyclotron correspond
à la masse effective définie par p = m∗v.

εε d+

ε

B
r

dA

dK

Figure 1.6 – Loi des aires dans l’espace réciproque.

1.5.2 Quantification des orbites dans un champ magnétique

Soumise à un champ magnétique, l’impulsion p d’une particule devient :

p = ~k + qA (1.55)

où ~k est la quantité de mouvement purement cinétique et qA est le moment du champ, A
le potentiel vecteur défini par la relation B = ∇ ∧A et q la charge de la particule (q=-e
pour les électrons).

Dans le modèle semi-classique, les orbites sont quantifiées suivant la condition de Bohr-
Sommerfeld : ∮

p.r = 2π~(n + γ) (1.56)

où n est un entier et γ un facteur de correction de phase (valant 1
2 pour les électrons libres).

En utilisant les équations du mouvement du modèle semi-classique, on obtient :
∮

p.r = qΦ (1.57)

où Φ est le flux magnétique contenu dans l’espace réel. Par conséquent, on trouve que l’orbite
d’un électron est quantifiée et qu’elle est traversée par un quantum de flux Φ donné par :

Φ =
2π~
q

(n + γ) (1.58)
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A partir de l’équation du mouvement ~k̇ = qv ∧B, on peut exprimer la longueur d’un
segment ∆r du plan normal à B par rapport à la longueur d’un segment ∆k : ∆r = ~

qB ∆k
d’où, si Ak est l’aire de l’orbite dans l’espace des k et Ar l’aire dans l’espace réel, on obtient :

Φ =
2π~
q

(n + γ) = B

(
~

qB

)2

Ak (1.59)

On aboutit à la condition d’Onsager :

Ak =
2πqB

~
(n + γ) (1.60)

qui traduit le fait que seules les surfaces ayant pour aire Ak sont permises. Ceci se voit
également en calculant la différence ∆A entre l’aire du niveau n et l’aire du niveau suivant
n + 1 :

An+1 −An = ∆A =
2πqB

~
(1.61)

autrement dit, seules les aires qui diffèrent de la quantité ∆A sont permises. On peut main-
tenant calculer l’écart d’énergie ∆ε entre deux niveaux :

∆ε ∼ ∂ε

∂A(ε, kz)
∆A = ~ωc (1.62)

Le nombre d’états par niveau n et d’intervalle kz dans le cas semi-classique (n À 1) est
donné par :

V

(2π)3
dkz

∫ ∫
dkxdky (1.63)

L’intégrale
∫ ∫

dkxdky représente l’intervalle d’énergie entre deux niveaux séparés de n± 1,
c’est-à-dire ∆A. La dégénérescence est donc :

qBV

~(2π)2
dkz (1.64)

1.5.3 La quantification de Landau

On considère le mouvement d’un électron libre dans une boite cubique de dimensions
L3 = LxLyLz, dans un champ magnétique constant. L’hamiltonien en champ nul H = p2

2m
devient :

H =
1

2m
(p + qA)2 (1.65)

où A est le potentiel vecteur (B = ∇ ∧ A). On ne considère pas le couplage entre le
spin et le champ car celui-ci ne fait que déplacer les niveaux de ±µB (effet Zeeman). En
supposant le champ magnétique suivant l’axe z, B = (0, 0, 1), le potentiel vecteur a la forme :
A = (0, Bx, 0) (jauge de Landau). En développant l’hamiltonien on trouve :

H =
−~24
2m

− i~ωcx
∂

∂y
+

ω2
cm

2
x2 (1.66)

Puisque la solution ne dépend que de x, on cherche des solutions sous la forme :

Ψ(x, y, z) = Φ(x)ei(kyy+kzz) (1.67)
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En appliquant ce type de solution à l’hamiltonien 1.66, on obtient que Φ doit satisfaire
l’équation suivante :

−~2

2m

∂2

∂x2
Φ(x) +

1
2m

(~ky + ωcmx)2Φ(x) = (ε− ~
2k2

z

2m
)Φ(x) (1.68)

Le résultat obtenu est très similaire à l’équation d’un oscillateur quantique à une dimension,
de pulsation ωc et centré en x0 = ~ky

qB . Les valeurs propres de l’énergie sont :

εn(kz) = (n +
1
2
)~ωc +

~2k2
z

2m
(1.69)

C’est la quantification de Landau et les εn sont appelés les sous-bandes de Landau ; le
mouvement n’est pas quantifié dans la direction du champ magnétique mais il l’est dans le
plan Oxy. L’écart entre les niveaux est de ~ωc, donc plus le champ magnétique augmente,
plus le clivage est important. La dégénérescence g des niveaux est proportionnelle à B et
pour un n et un kz fixés elle est de :

g = 2
qB

h
S (1.70)

où S = LxLy et le facteur 2 provient de la dégénérescence due au spin.
On peut montrer qu’aucun état n’est créé sous l’application du champ et qu’il y a

seulement une réorganisation des niveaux d’énergie sur les niveaux de Landau.�

kz

EF

c
ωh

�

kz

EF

a) b)

B=0T B
�
0T

Figure 1.7 – Alors qu’à champ nul les niveaux électroniques forment un quantinuum (a), en
présence d’un champ magnétique, les niveaux d’énergie sont quantifiés en niveaux de Landau
séparés de ~ωc et dégénérés 2 qB

h S fois. Les aires des trajectoires que peuvent emprunter les
électrons sont également quantifiées et sont équidistantes de 2πqB

~ . Cette quantification est
basée sur le fait que le nombre quantique n est grand (n À 1).
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La densité d’états des électrons libres à 3D soumis à un champ magnétique peut être
exprimée de la façon suivante :

n(ε) =
V ωc~
4π2

(
2m

~2

)3/2 ∞∑

n=0

[
ε−

(
n +

1
2

)
~ωc

]−1/2

(1.71)

Cette densité d’états est représentée sur la figure 1.8 (en comparaison avec la densité d’états
en champ nul) ; celle-ci présente des maximas tous les (n + 1

2)~ωc. En effet, quand le champ
magnétique augmente, l’élargissement entre les niveaux augmentent et à chaque fois qu’un
niveau cöıncide avec εF il y a divergence de la densité d’états périodique en 1/B. Cette
divergence entrâıne des oscillations des différentes propriétés électroniques mesurées comme
l’aimantation, la résistance ou encore la magnétostriction.

 9/27/25/23/2

E~

 

 

n(
)

 

1/2 ~

Figure 1.8 – Densité d’états pour des électrons libres en champ nul (trait pointillé) et
en présence d’un champ magnétique (trait plein). Dans ce cas, celle-ci est oscillante et
discontinue pour ε = (n + 1/2)~ωc.

Si on prend en compte les collisions des électrons avec les impuretés du réseau (puisque
indépendantes de la température), dont l’effet sera d’élargir les niveaux de Landau, il
convient de faire intervenir le temps de relaxation τ . Si τ est fini, d’après la relation d’in-
certitude d’Heisenberg, on a ∆ε À ~

τ , c’est-à-dire que l’énergie et le temps de relaxation
de l’électron ne peuvent pas être simultanément connus. Ceci nous indique que la largeur
d’un niveau de Landau est de l’ordre de ~

τ , donc pour pouvoir observer les effets quantiques,
il faut que la largeur du niveau soit beaucoup plus petite que l’écart entre les niveaux.
Ceci nous amène au critère de Dingle : pour observer la quantification de Landau, il faut
théoriquement ωcτ À 1.
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1.5.4 Les oscillations quantiques

L’une des plus importantes caractéristiques d’un métal est sa surface de Fermi ; c’est par
exemple ce qui permet de distinguer les métaux entre eux. Jusqu’au début du xxe siècle,
peu de choses étaient connues sur la surface de Fermi des métaux réels.

En 1930, W.J. de Haas et P.M. van Alphen observe que la susceptibilité magnétique
(χ = ∂M/∂B) du Bismuth présente un comportement oscillatoire en fonction du champ
magnétique [6], appelé depuis effet de Haas-van Alphen. Leur résultat est présenté sur la
figure 1.72, accompagné par la même mesure réalisée quelques années après par D. Shoenberg
[7]. Ce phénomène oscillatoire avait été prédit dans la même année par Landau [8]. Cette
observation, alliée à la théorie de Landau, a constitué une révolution dans la physique de la
matière condensée car elle permet de déterminer les propriétés électroniques d’un métal, en
sondant directement la surface de Fermi. La connexion entre les oscillations et la topologie
de la surface de Fermi a été réalisée par I.M. Lifshitz et par Onsager [9] quelques années
après. Peu après, il a été montré que l’étude des amplitudes des oscillations permet de
déterminer les caractéristiques de la surface de Fermi comme la masse effective cyclotron et
le temps de vie des quasiparticules des électrons de conduction ; c’est la théorie de Lifshitz-
Kosevich [10]. Celle-ci est valide même lorsque les interactions électron-électron et électron-
phonon sont prises en compte, leurs effets étant simplement de changer les valeurs des
paramètres physiques par rapport au cas d’électrons indépendants. De toutes les techniques
expérimentales, l’effet de Haas-van Alphen est parmi les outils les plus puissants pour sonder
les propriétés de la surface de Fermi.

L’objectif de ce chapitre est simplement d’introduire à la physique du phénomène. Une
description très approfondie des oscillations quantiques dans les métaux est réalisée par D.
Shoenberg [11].

Figure 1.9 – Premières mesures de l’effet de Haas-van Alphen dans le Bismuth [6, 7].

1.5.4.1 Introduction à l’effet de Haas-van Alphen - Formule de
Lifshitz-Kosevich

Nous avons vu que soumis à un champ magnétique, le mouvement orbital des électrons
de conduction est quantifié et entrâıne la formation des niveaux de Landau. Les oscillations
de la densité d’états se répercutent dans la plupart des propriétés électroniques.

Lorsque le champ magnétique augmente, les niveaux de Landau, en croisant le niveau de
Fermi, causent un changement brutal de l’énergie libre du système électronique. L’aimanta-
tion étant proportionnelle à l’énergie libre, celle-ci va présenter des oscillations en fonction
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du champ magnétique, c’est l’effet de Haas-van Alphen (dHvA). L’expression théorique de
la partie oscillatoire de l’aimantation Mosc due aux électrons de conduction est donnée par
la formule de Lifshitz-Kosevich (LK) 4 [10] :

Mosc =
∑

l

∑

i

(−1)l

l3/2
Ai sin

(
2πl

Fi

B
− γi

)
(1.72)

avec

Ai ∝ B1/2

∣∣∣∣
∂2Ai

∂k2

∣∣∣∣
−1/2

RT RDRS (1.73)

RT =
2π2lkBTm∗

~eB

sinh
(

2π2lkBTm∗
~eB

) =
X

sinh(X)
(1.74)

avec X = 2π2lkBTm∗
~eB

RD = exp
(
−2π2lm∗kBTD

~eB

)
(1.75)

RS = cos

(
πglm∗

2m0

)
(1.76)

Il apparâıt que les oscillations sont périodiques en 1/B et la fréquence dHvA est directement
proportionnelle à l’aire de la section extrémale (minimum ou maximum) de la surface de
Fermi perpendiculaire au champ Ai :

Fi =
~

2πe
Ai (1.77)

Dans la formule 1.72, la somme sur i porte sur le nombre de sections extrémales et la
somme sur l représente les différentes harmoniques. En terme semi-classique, on peut voir
les l comme le nombre de tours de l’orbite cyclotron effectués par l’électron avant de subir
une collision.

Le facteur RT est appelé facteur de réduction thermique (temperature damping factor
en anglais), car il décrit la réduction des amplitudes des oscillations en raison de l’étalement
de la fonction de Fermi-Dirac au niveau de Fermi à mesure que la température augmente.
La masse effective m∗ est donnée par m∗ = ~2

2π
∂A
∂ε

Le facteur de Dingle, RD, fait intervenir la température de Dingle TD donnée par :

TD =
~

2πkBτ
(1.78)

Ce facteur n’intervient pas directement dans le calcul mais il est rajouté pour prendre en
compte l’élargissement des niveaux de Landau en raison du temps de vie fini des électrons.
On voit donc que l’observation d’oscillations quantiques dans un matériau dépend grande-
ment de sa qualité.

Le facteur RS , appelé facteur de spin (spin damping factor en anglais), décrit l’effet
du spin électronique. Le facteur de Landé g intervient dans son expression. Ce facteur est
relié à la différence de phase entre les niveaux de Landau due au clivage des niveaux par
l’effet Zeeman. Les amplitudes disparaissent pour glm∗

2m0
= 1 + 2n, c’est l’effet de spin zéro

4. Nous ne présentons ici que les résultats du calcul, celui-ci étant effectué par exemple dans les livres
d’A.A. Abrikosov [12] ou de W. Mercouroff [3].
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qui décrit la situation où la contribution aux oscillations des spins up et down est nulle. Ce
phénomène peut être utile pour déterminer la valeur de g.

De manière générale, les critères nécessaires pour observer des oscillations quantiques
sont :

• Basses températures et forts champs magnétiques : la distance entre les niveaux de
Landau ~ωc doit être supérieure à l’élargissement des niveaux avec la température
kBT , soit ~ωc À kBT .

• Echantillons très purs : au moins une orbite cyclotron doit être effectuée par l’électron
avant une collision, soit ωcτ/2π À 1.

• Homogénéité du champ magnétique : les fluctuations du champ magnétique appliqué
doivent être inférieures à l’intervalle de champ entre deux oscillations dHvA.

1.5.4.2 L’effet Shubnikov-de Haas

Des oscillations du même type que celles de l’aimantation sont observées dans les phénomènes
de transport tels que la magnétorésistance ou l’effet Hall, c’est l’effet Shubnikov-de Haas.
La théorie de l’effet Shubnikov-de Haas (SdH) est assez compliquée car elle est basée sur les
processus de diffusion de électrons soumis à un champ magnétique. Cependant, l’idée peut
être vue simplement [13]. La probabilité de diffusion des électrons, qui est proportionnelle
aux nombres d’états dans lesquels l’électron peut être diffusé et qui détermine le temps de
relaxation τ et la résistivité, va osciller en vertu des oscillations de la densité d’états au
niveau de Fermi. La correction relative à la magnétoconductivité ainsi calculée peut être
reliée à la partie oscillatoire de l’aimantation :

∆σ

σ
∼ ∂Mosc

∂B
(1.79)

Dans le cas de faibles amplitudes d’oscillations, on peut faire l’approximation ∆ρ
ρ ≈ ∆σ

σ . On
arrive finalement à :

∆ρ

ρ
∝

∑

l

∑

i

(−1)l

l1/2
B1/2

∣∣∣∣
∂2Ai

∂k2

∣∣∣∣
−1/2

RT RDRScos

(
2πl

Fi

B
− γi

)
(1.80)

Les oscillations SdH sont également décrites par la théorie de Lifshitz-Kosevich. De ce fait,
les paramètres physiques issus de l’une ou l’autre mesure sont identiques.

1.5.4.3 Temps de relaxation

Bien que les théories ne considère souvent qu’un seul type de temps de relaxation, il
est important de distinguer le temps de relaxation de transport τtr, déterminé à partir des
mesures de mobilité (effet Hall) et le temps de relaxation quantique τQ, déterminé à partir
des mesures d’oscillations quantiques (dHvA et SdH).

La différence entre ces deux temps de vie des quasiparticules réside dans la dépendance
angulaire de la moyenne des diffusions. Le temps de relaxation quantique τQ est une mesure
du temps moyen qu’une quasiparticule passe dans un état avant d’être diffusé dans un état
différent. Toutes les diffusions sont donc prises en compte de façon équivalente dans le calcul
de τQ. A l’inverse, le temps de relaxation de transport τtr est une mesure du temps qu’une
quasiparticule se déplace dans une certaine direction (la direction du champ électrique par
exemple). Ainsi, dans le calcul de τtr, le facteur 1−cos θ, où θ est l’angle de diffusion, souligne
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l’importance des diffusions à grands angles par rapport aux diffusions à petits angles sur
le taux de diffusion [14]. Pour des diffusions aux grands angles, τtr ≈ τQ alors que si les
diffusions aux petits angles dominent, τtr À τQ .

1.5.4.4 Topologie de la surface de Fermi

Des renseignements sur la topologie de la surface de Fermi peuvent être apportés en
étudiant la dépendance angulaire de la fréquence d’oscillations. De façon générale, celle-ci
est donnée par

F (θ) =
~

2πe
A(θ) (1.81)

où θ est l’angle entre le champ magnétique et la normale au plan de l’échantillon. Ainsi,
dans le cas d’une surface de Fermi sphérique, la fréquence d’oscillation est constante quelque
soit la direction du champ. Pour une surface de Fermi cylindrique, la fréquence augmente
avec l’angle comme F (θ) ∝ 1/ cos θ. La forme de surfaces de Fermi simples peut alors être
déterminée à partir des mesures d’oscillations quantiques. En revanche, pour des topologies
compliquées, les calculs de structures de bandes s’avèrent indispensables.

1.5.5 Détermination des paramètres physiques à partir des mesures
d’oscillations quantiques

La théorie de Lifshitz-Kosevich est un outil très puissant pour déterminer les paramètres
physiques comme la masse effective ou le temps de relaxation. Dans le cas d’une mesure
d’oscillations de la magnétorésistance, il faut renormaliser par la partie monotone de celle-ci.
On étudie donc la partie oscillatoire de ρ(B)−ρmonotone

ρmonotone
, obtenue en soustrayant la monotone

du signal. L’amplitude des oscillations est déterminées par des transformées de Fourier
effectuées dans des fenêtres de champ [Bmin,Bmax] et on définit le champ moyen Bmoy par :

2
Bmoy

=
1

Bmin
+

1
Bmax

(1.82)

1.5.5.1 Détermination de la masse effective

En étudiant la dépendance en température du premier harmonique, le facteur de réduction
thermique nous permet de déterminer la masse effective m∗ sur l’orbite cyclotron. Celle-ci
est donnée par le facteur X/ sinh(X) pour le premier harmonique (ou le fondamental, l=0).
En posant α = 2π2kBm0

e~ ' 14.694 T/K, on a :

A(T ) = A0

αm∗
Bmoy

sinh( αm∗
Bmoy

)
(1.83)

Il suffit alors de tracer la variation de ln(A/T ) en fonction de la température pour un Bmoy

fixé :

ln

(
A

T

)
= const− ln

[
sinh

(
αm∗

Bmoy

)]
(1.84)

pour déterminer m∗. On voit que la température devra être d’autant plus basse que la masse
effective à déterminer sera grande (figure 1.11).
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Figure 1.10 – Détermination de la masse effective. En rouge, ajustement de la forme de
l’équation 1.83.

1.5.5.2 Détermination de la température de Dingle

Une fois que la masse effective est déterminée, on étudie la dépendance de l’amplitude
des oscillations en fonction du champ magnétique afin de déterminer la température de
Dingle et par conséquent le temps de relaxation sur une orbite cyclotron. Pour cela, on peut
écrire l’amplitude du fondamental en fonction du champ comme :

A(B) ∝ 1
B1/2

e−
αm∗TD

B

sinh
(

αm∗TD
B

) (1.85)

soit :

ln

[
A(B)B1/2sinh

(
αm∗TD

B

)]
= const− αm∗TD

B
(1.86)

En traçant cette équation en fonction de 1/B, on obtient une droite de pente αm∗TD.

Dans cette brève présentation de l’étude d’oscillations quantiques, effectuée dans le but de
déterminer la masse effective et la température de Dingle, nous avons seulement évoqué
le cas où une seule fréquence, donc une seule orbite extrémale, est présente. Ceci est par
exemple le cas si la surface de Fermi est un cylindre parfait. Dans le cas de surfaces de Fermi
plus complexes, plusieurs aires extrémales sont souvent présentes. La composante oscillatoire
du signal mesuré sera alors constituée d’une composition des différentes fréquences associées
à ces aires extrémales. Dans le cas où ces fréquences sont suffisamment distinctes, leur
détermination est relativement facile. En revanche, si elles sont comparables, on observe des
battements et leur détermination est rendue plus complexe.
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Figure 1.11 – Figure représentant le facteur de réduction thermique RT en fonction de la
température pour un champ magnétique donné et pour trois ordres de grandeurs de masse
effective. On voit que très rapidement, dans le cas où m∗ ∼ 10m0 (comme c’est le cas des
fermions lourds que nous présenterons dans le chapitre 2), des dispositifs expérimentaux
permettant d’accéder à des températures très basses sont nécessaires.

1.6 Les phénomènes thermoélectriques et thermomagnétiques

1.6.1 Le tenseur thermoélectrique

Nous considérons ici qu’un courant électrique E et qu’un gradient de température ∇T
sont appliqués simultanément à un échantillon. Dans ce cas, le vecteur densité de courant
électrique Je et le vecteur densité de courant thermique JQ prennent la forme suivante :

Je = σE− α∇T (1.87)

JQ = αTE− L∇T (1.88)

avec σ le tenseur de conductivité et α le tenseur de conductivité thermoélectrique (Peltier).
Il est important de noter que α et L sont également des tenseurs qui peuvent être calculés
à partir de l’équation de Boltzmann, en considérant le fait que dans un métal, seuls les
électrons autour du niveau de Fermi contribuent au transport :

α = −π2

3
k2

BT
∂σ

∂ε
|εF (1.89)

L =
π2

3
k2

BT

e2
σ(ε) (1.90)
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Pendant une mesure, le courant Je = 0, ce qui permet d’écrire :

E = Q∇T =
∣∣∣∣

S N
−N S

∣∣∣∣∇T (1.91)

où Q est le tenseur thermoélectrique. Les coefficients S et N du tenseur Q représentent :
• l’effet Seebeck (ou pouvoir thermoélectrique) défini par :

S =
Ex

∇xT
(1.92)

• l’effet Nernst :

N =
Ey

∇xT
(1.93)

qui est l’apparition d’une tension transverse lorsque l’échantillon est traversé par un
gradient thermique longitudinal et par un champ magnétique perpendiculaire.

Au contraire de l’effet Seebeck, l’effet Nernst étant un phénomène transverse, son appa-
rition nécessite un champ magnétique (c’est en quelque sorte un pendant de l’effet Hall). De
ce fait, on définit le coefficient Nernst ν = N

B . Le tenseur Q relie les deux tenseurs σ et α :

Q =
α

σ
(1.94)

L’effet Nernst résulte d’un compromis entre les forces électriques et les forces thermiques
qui agissent sur les porteurs. Pourtant, il a souvent été négligé au dépend des mesures plus
connues comme l’effet Hall ou le pouvoir thermoélectrique.

En utilisant le fait que Q = ασ−1, un rapide calcul mène à :

N =
σxxαxy − αxxσxy

σ2
xx + σ2

xy

(1.95)

=
σxxαxx

σ2
xx + σ2

xy

[
αxy

αxx
− σxy

σxx

]
(1.96)

=
σxxαxx

σ2
xx + σ2

xy

[tanθα − tanθH ] (1.97)

où tanθH est l’angle de Hall et tanθα est l’angle entre le champ thermoélectrique −α∇T et
le gradient thermique (voir figure 1.12). Dans le cas d’un métal simple (1 bande de porteurs,
électrons libres), ces deux angles sont à priori du même ordre de grandeur, entrâınant une
(quasi) annulation de l’effet Nernst. L’effet Nernst peut également être écrit en fonction du
tenseur α et du tenseur de résistivité ρ :

N = ρxyαxx − ρxxαxy (1.98)

qui s’annule si on considère un temps de relaxation indépendant de l’énergie.
L’absence de signal Nernst peut être expliquée si le temps de relaxation ne dépend pas

de l’énergie. Certainement pour des raisons historiques, cette annulation de l’effet Nernst
est appelée compensation de Sondheimer. Celle-ci peut être expliquée facilement (voir figure
1.13) en considérant que lors d’une mesure de thermoélectricité, puisque la seule excitation
fournie est un gradient de température constant, seul le courant de chaleur, allant du côté
chaud au côté froid, est non nul. Mais comme les électrons transportent à la fois la charge et
la chaleur, la seule façon d’avoir Je = 0 est d’avoir un ”contre-courant”, allant cette fois-ci
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du côté froid au côté chaud. La déflexion due au champ magnétique étant opposée pour
les deux courants, l’effet Nernst est nul. Dans la plupart des métaux cependant, un faible
effet Nernst de quelques nV/K est mesuré. Ceci peut être le cas si par exemple le temps de
relaxation dépend de l’énergie, entrâınant, dans le cas des métaux simples, un effet Nernst
linéaire en champ.

T∇
r

B
r E

r
σ

T∇−
r

α

Hθ
αθ

Figure 1.12 – Courants électriques et thermoélectriques produits par le champ électrique et
le gradient thermique respectivement dans un métal. L’ apparition d’un effet Nernst est due
à la différence entre leurs deux composantes transverses. Les angles θH et θα sont définis
dans le texte.

Cependant, dans le cas où l’effet Nernst est non nul, il est utile de développer τ autour
de εF τ = τ0 +(ε− εF )dτ/dε afin d’obtenir une formulation standard de l’effet Nernst, mais
valable uniquement dans le cas d’une surface de Fermi sphérique isotrope [15] :

N =
π2

3
k2

BTB

m

∂τ

∂ε
|εF (1.99)

où le temps de relaxation τ est une fonction arbitraire de l’énergie ε. Cette relation est
équivalente à considérer dans la formule 1.6.1 la limite σ2

xy ¿ σ2
xx. L’effet Nernst dépend

donc de la variation avec l’énergie du temps de relaxation.
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Figure 1.13 – Compensation de Sondheimer. Le dégradé de couleur représente la diffusion
de la chaleur due au gradient thermique (rouge = chaud, bleu = froid).

L’effet Nernst a connu un net regain d’intérêt ces dernières années, particulièrement
lorsqu’un effet Nernst non nul a été observé à la fois dans la phase supraconductrice et dans
la phase pseudogap 5 des supraconducteurs à haute température critique (SHTC) [16]. Dans
les supraconducteurs (de type II ou SHTC), l’action combinée du champ magnétique et du
gradient thermique entrâıne un mouvement transverse des vortex, car ce sont des réservoirs

5. Voir chapitre 2.
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d’entropie, induisant l’apparition d’une tension transverse. De ce fait, l’observation d’un
signal Nernst en dehors de la phase supraconductrice a renforcé l’idée de la présence de
paires préformées et d’excitations type vortex au dessus de la température critique Tc.

L’observation d’un effet Nernst linéaire en champ de grande amplitude a été observé dans
la phase métallique du composé fermion lourd CeCoIn5 [17]. Celui-ci dépasse drastiquement
ce qui est attendu dans le cas d’un métal simple, suggérant qu’un métal constitué d’électrons
en forte interaction peut donner naissance à de forts effets thermoélectriques transverses.

1.7 Ondes de densité

Les composés quasi-unidimensionnels sont caractérisés par une forte anisotropie de leurs
propriétés électroniques. Leur structure électronique particulière entrâıne de manière presque
inévitable une instabilité de la phase métallique. L’état fondamental est alors caractérisé par
une modulation spatiale de la densité de charge ou de la densité de spin entrâınant un ordre
appelé Onde de Densité de Charge ou Onde de Densité de Spin respectivement. Toutefois,
de telles instabilités peuvent également apparâıtre dans des composés bidimensionnels ou
tridimensionnels.

1.7.1 Condition d’observation

1.7.1.1 Le concept d’embôıtement de la surface de Fermi

On observe dans plusieurs matériaux, tels que les conducteurs organiques quasi-2D, un
phénomène particulier de la surface de Fermi : l’embôıtement (nesting en anglais 6). Cela
consiste au fait que translatée d’un vecteur Q0, appelé vecteur de meilleur nesting, une partie
de (ou toute) la surface de Fermi sera superposée à une partie inoccupée. La condition de
nesting est alors :

ε(k) = ε(k + Q0) (1.100)

On se retrouve alors avec des états dégénérés constitués de paires électron-trou. Le concept
d’embôıtement pour des surfaces de Fermi les plus simples dans chaque dimension, c’est-
à-dire un plan à 1D, un cylindre à 2D et une sphère à 3D, est représenté sur la figure
1.14.

1.7.1.2 Instabilité de la susceptibilité du gaz électronique

La figure 1.15 montre la dépendance en température de la susceptibilité du gaz électronique
à température nulle avec le vecteur d’onde q à une, deux et trois dimensions. A une dimen-
sion, la susceptibilité de Lindhard a une divergence logarithmique lorsque q → 2kF . Comme
on le voit sur la figure 1.14, il existe un embôıtement parfait de la surface de Fermi, ce qui
rend la phase métallique très instable à la moindre perturbation de vecteur d’onde 2kF .
A trois dimensions, la susceptibilité ne présente pas de divergence, mais sa dérivée a une
singularité à q = 2kF . En effet, l’embôıtement de la surface de Fermi ne concerne qu’un
point. A deux dimensions, le meilleur embôıtement de la surface de Fermi est une droite. Il
n’y a donc pas d’instabilité à deux et à trois dimensions.

Dans le cadre d’une étude champ moyen, on accède aux états fondamentaux via une
transition de phase du second ordre. Ceux-ci sont du même type que la transition supra-
conductrice conventionnelle (type BCS [18]). Dans le cas d’une onde de densité de spins, les

6. En raison de sa très grande utilisation, nous emploierons principalement le terme nesting.
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F
k2

F
k2 F

k2

1D

2D 3D

Figure 1.14 – Concept d’embôıtement de la surface de Fermi. Dans le cas d’une surface de
Fermi 1D, celle-ci consistant en un plan, l’embôıtement est parfait. En revanche, dans le cas
2D (3D) la surface de Fermi cylindrique (sphérique), l’embôıtement consiste en une droite
(un point).

paires constituant l’état fondamental sont des paires électron-trou (exciton) de spins opposés
alors que les paires constituant l’état fondamental d’une onde de densité de charge sont des
paires électron-trou de spins parallèles. Dans les deux cas, un gap s’ouvre dans le spectre
d’excitations à une particule dans les parties embôıtées de la surface de Fermi. Les électrons
de ces parties ne contribuent plus au transport, ce qui peut donner lieu à des transitions
métal-isolant (embôıtement parfait) ou des transitions métal-semimétal (dans le cas d’un
embôıtement imparfait).

1.7.2 Ondes de densité de charge

Considérons un gaz d’électrons libres quasi-1D (les charges sont suivant une châıne). A
basse température, les fluctuations thermiques étant négligeables, ce sont les interactions
électron-électron et électron-phonon qui prédominent. L’état fondamental va alors être mo-
difié. On montre que l’état le plus favorable résulte d’une déformation statique du réseau
modulée de fréquence λ = π

kF
dû au couplage électron-phonon. Les positions moyennes des

ions (ou atomes) du réseau sont données par :

〈u(x)〉 = ∆u cos(2kF x + φ) (1.101)

où u est l’amplitude du déplacement et φ la phase de la modulation. Cette déformation du
réseau ouvre alors un gap ∆ au niveau de Fermi valant :

∆ = 2εF e−1/λ (1.102)

où λ est la constante sans dimension du couplage électron-phonon. On assiste alors à la
transition de phase métal-isolant de Peierls. Cette déformation va entrâıner une modulation
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Figure 1.15 – Susceptibilité à température nulle du gaz d’électrons libres à une, deux et trois
dimensions correspondants chacune à un type d’embôıtement de la figure 1.14.

de la densité de charge ρ(x) (où x est la position sur la châıne) :

ρ(x) = ρ0

[
1 +

∆
~vF kF λ

cos(2kF + φ)
]

(1.103)

où ρ0 est la densité dans l’état métallique (constante). On peut voir l’état onde de densité
de charge comme une condensation de paire électron-trou. Ainsi, en posant que l’énergie de
condensation est égale à l’énergie de l’état normal moins l’énergie de l’état onde de densité
de charge (ODC), on peut montrer que cette différence est négative. En d’autres termes,
à 1D, on voit qu’il est plus énergétiquement favorable d’avoir un état onde de densité de
charge.

1.7.3 Ondes de densité de spin

Il a été démontré théoriquement que l’état paramagnétique d’un gaz électronique est
toujours instable et que cette instabilité conduit à la formation d’une onde de densité de
spin (ODS) de vecteur Q ≈ 2kF [19]. Dans ce cas, l’instabilité consiste en une interaction
d’échange entre un électron d’un état occupé et un trou d’un état inoccupé de spins an-
tiparallèles, séparés du vecteur de nesting Q0. Dans cet état, la densité d’aimantation est
modulée :

S(x) = S0cos(Q.x) (1.104)

Dans le cas où Q 6= G un vecteur du réseau réciproque, on dit que l’ODS est incommensu-
rable.

Une onde de densité de spins est un état fondamental antiferromagnétique itinérant.
Il apparâıt généralement dans des systèmes de basse dimension ou à forte anisotropie.
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L’exemple le plus connu est le Chromium, où un nesting apparâıt entre une portion d’une
poche d’électron et une portion d’une poche de trous [20]. Comme pour l’onde de densité de
charge, il y a ouverture d’un gap ∆ sur la partie de la surface de Fermi concernée, condui-
sant à une perte de porteurs, révélée par une augmentation de la résistivité en dessous de
la température de Néel TN puis par une décroissance exponentielle de la résistivité et de
la chaleur spécifique, de type BCS. Dans ce cas, les électrons et les trous sont condensés
dans un état onde de densité de spin avec une variation de la densité de spin sinusöıdale ou
hélicöıdale. La densité de charge reste quant à elle constante, impliquant une variation de
la densité des fermions de spin up et de spin down opposée.

Une onde de densité de spins peut être vue schématiquement comme l’association de
deux ondes de densité de charge, chacune pour une orientation de spin et en opposition de
phase :

ρ↑(x) = ρ0[1 + ρ1 cos(2kF x + φ)]
ρ↓(x) = ρ0[1 + ρ1 cos(2kF x + φ + π)]

(1.105)

Ainsi l’aimantation vaut ρ↑(x)− ρ↓(x)et la charge totale ρ↑(x) + ρ↓(x) = ρ0

Dans le cas de métaux réels, seul un petit nombre de paires électron-trou sont condensées,
le gap n’est donc que partiellement ouvert sur la surface de Fermi.

1.7.4 Les effets du champ magnétique sur une onde de densité

Les effets du champ magnétique sur une onde de densité résultent de deux contributions.
Le champ magnétique appliqué à un gaz d’électrons se couple à la fois au moment magnétique
orbital de l’électron et au spin de l’électron. L’hamiltonien en présence d’un champ est donné
par :

H = σµBB +
(p + qA)2

2m
(1.106)

avec σ = ±1.
La première contribution est celle de l’effet Zeeman, qui consiste à lever la dégénérescence

de spin en séparant la bande électronique en deux sous-bandes d’électrons de spin up et down,
séparées de 2µBB.

Cette contribution n’affecte que les ondes de densité de charge. En effet, celles-ci ne
couplant que des électrons de même spin, le nesting entre les sous-bandes de spin antiparallèle
n’est plus réalisable car Q↑ 6= Q↓ (figure 1.16). Ainsi, plus le champ magnétique augmente,
plus la température de transition est abaissée en raison de la dégradation du nesting de la
surface de Fermi.

Au contraire des ondes de densité de charges, le vecteur de nesting reliant deux parties de
la surface de Fermi de spins opposés, on s’attend intuitivement à ce que le champ magnétique
n’ait que peu d’influence sur sa stabilité.

La seconde contribution, de type orbitale, décrit le couplage au moment cinétique de
l’électron. Nous avons vu, lorsque nous avons étudié la quantification en niveaux de Landau,
que celle-ci décrit la quantification du flux à travers une orbite électronique fermée.

Les effets orbitaux, qui augmentent la température de transition à mesure que la di-
mensionnalité des trajectoires électroniques du système diminue, améliorant par la même le
nesting, affectent aussi bien les ODC et les ODS.
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Figure 1.16 – Relation de dispersion d’une bande d’énergie 1D dans un champ magnétique.

1.8 Les supraconducteurs conventionnels

1.8.1 Bref historique

C’est après avoir réussi la liquéfaction de l’Hélium (4.2 K à pression ambiante) en 1908
que Heike Kamerlingh Onnes a ouvert le voie à un domaine jusqu’alors inaccessible : la
physique des très basses températures. Cette prouesse expérimentale lui valut le Prix No-
bel, qu’il reçut en 1913. C’est en étudiant les propriétés des métaux aux températures
cryogéniques qu’il fit, en 1911, l’une des découvertes les plus sensationnelles : en dessous de
4.2K, la résistance du Mercure est nulle ; c’est la découverte de la supraconductivité. De nom-
breux autres éléments sont supraconducteurs à l’état naturel (Niobium [Tc=9.25K], Plomb
[Tc=7.2K], Etain [Tc=3.72K)]) sont supraconducteurs, tandis que dans le cas du Bismuth
ou du Cérium, la supraconductivité est induite sous une forte pression.

Mais ce n’est pas tout. Les supraconducteurs ont une autre incroyable propriété : refroidi
en dessous de la température critique, ils expulsent le champ magnétique que l’expérimentateur
leur soumet, tant que ce champ n’excède pas un certain champ critique Hc. Dans ces condi-
tions, le supraconducteur est un diamagnétique parfait (χ = −1). C’est l’effet Meissner
(découvert en 1933 par Walter Meissner et Robert Ochsenfeld). En fait, ce phénomène peut
être expliqué en considérant que des (super)courants circulent à la surface du supraconduc-
teur et écrantent le champ magnétique extérieur.

1.8.2 Longueurs caractéristiques

A partir des équations de London, il est possible de déterminer l’épaisseur selon laquelle
circulent les supercourants qui écrantent le champ magnétique extérieur. De plus, le champ
magnétique à l’intérieur du supraconducteur décrôıt exponentiellement sur cette longueur
caractéristique, appelée longueur de pénétration de London et définie par :

λL =
√

m

µ0e2ρS
(1.107)
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où m est la masse effective et ρS la densité d’électrons supraconducteurs (ou densité super-
fluide) et e la charge de l’électron.

Une théorie phénoménologique de la supraconductivité basée sur la théorie de Landau
des transitions de phase a été proposée par Ginzburg et Landau [21]. L’énergie libre du
système est développée en puissance du paramètre d’ordre, décrivant l’ordre du système,
qui est une pseudo-fonction d’onde ψ(r) =| ψ(r) | eiφ(r) où | ψ(r) |2 représente la densité
locale d’électrons supraconducteurs, ns et φ la phase de celui-ci. En minimisant l’énergie libre
pour une variation arbitraire du paramètre d’ordre, on aboutit aux équations de Ginzburg-
Landau, qui permettent d’introduire une seconde longueur caractéristique, la longueur de
cohérence de Ginzburg-Landau, définie par :

ξ(T ) =
~√

2m∗α(T )
(1.108)

qui traduit en fait la distance minimale pour que l’ordre puisse s’établir.
Le rapport entre les deux longueurs caractéristiques κ = λ

ξ est le rapport de Ginzburg-
Landau, indépendant de la température. Selon la valeur de κ, deux types de supraconduc-
teurs sont définis (figure 1.17) :

• les supraconducteurs de type I pour κ < 1√
2

• les supraconducteurs de type II pour κ > 1√
2

Alors que les supraconducteurs de type I sont bien décrits par la théorie et les concepts
vus précédemment, ce n’est pas le cas des les supraconducteurs de type II. Il aura fallut
attendre les travaux d’Abrikosov en 1957 [22] pour comprendre qu’au lieu de passer di-
rectement de l’état supraconducteur à l’état normal, la transition est continue. Au dessus
d’une valeur Hc1, le champ magnétique pénètre progressivement à l’intérieur du matériau
sous la forme de tubes appelés vortex, contenant chacun un quantum de flux magnétique
φ0 = h

2e = 2.07 × 10−15 Wb et redevient normal au dessus d’un champ noté Hc2. Entre
Hc1 et Hc2, on dit que l’on est dans un état mixte (figure 1.17). Dans le cas des supracon-
ducteurs à haute température critique que nous étudierons dans la suite, sous l’effet d’un
courant et d’un champ magnétique extérieurs, les vortex (ou plus exactement les électrons
”normaux” à l’intérieur de ceux-ci) subissent la force de Lorentz et au delà d’une valeur de
champ appelée champ d’irréversibilité Hc1 < Hirr < Hc2 (pour un courant I donné), les
vortex vont se dépiéger (piégeage par exemple dû à des défauts ponctuels dans l’échantillon)
et donc se mouvoir (jusqu’à Hc2) ; on dit que l’on est dans un état flux-flow. Dans le cas où
les vortex ne sont pas piégés, seule une force de viscosité va freiner leur mouvement ; sinon,
la résistivité flux-flow est donnée par :

ρf ≈ ρn
B

µ0Hc2
(1.109)

avec ρn la résistivité à l’état normal.
Les caractéristiques de quelques supraconducteurs de types I et II figurent dans le tableau

1.1.

1.8.3 La théorie BCS

C’est près d’un demi-siècle après le découverte de H.K. Onnes qu’une théorie microsco-
pique de la supraconductivité a été élaborée : la théorie BCS (Bardeen, Cooper et Schrieffer)
[18]. Par convention, on définit une supraconductivité décrite par la théorie BCS comme
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Figure 1.17 – (a) Diagramme de phase champ moyen d’un supraconducteur de type I (b)
Diagramme de phase champ moyen d’un supraconducteur de type II conventionnel (c) Dia-
gramme de phase champ moyen d’un supraconducteur à haute température critique faible-
ment anisotrope (YBCO) [23]. Le passage de l’état liquide de vortex à l’état normal est un
crossover et non une vraie transition.

Matériau ξ (µm) λL (µm) κ Tc (K) µ0Hc1 (T) µ0Hc2 (T)
0K 0K 0K 0K

Type I Al 1.36 0.05 0.04 1.18 0.01
Pb 0.083 0.037 0.5 7.18 0.08

Type II NbTi 0.005 0.3 60 9.25 0.01 14
Nb3Sn 0.003 0.065 18 18 0.017 25.5

YBa2Cu3O7 plan 0.003 plan 0.8 ≈ 300 93 < 0.02 ≈100
axe c 0.0006 axe c 0.2

Table 1.1 – Caractéristiques de quelques supraconducteurs de type I et II.

conventionnelle, c’est-à-dire avec un paramètre d’ordre de symétrie s et un couplage des
électrons médié par les phonons. Cette théorie, bien que basée sur des hypothèses simples,
rend très bien compte des propriétés observées.

Jusqu’en 1950, les théoriciens ne considéraient pas les vibrations du réseau cristallin
(phonons) comme pouvant être à l’origine de la supraconductivité. Après la découverte de
l’effet isotope [24, 25], qui montre que la température critique Tc (en dessous de laquelle le
matériau devient supraconducteur), ansi que le champ critique Hc (qui détruit la supracon-
ductivité), sont proportionnels à M−1/2, où M est la masse atomique de l’élément considéré,
il est apparut évident que les phonons jouaient un rôle essentiel quant à l’apparition de la
supraconductivité. Cette découverte encouragea alors Cooper qui, en se basant sur des tra-
vaux de Bardeen et de Fröhlich [26, 27], a considérer que les phonons pouvaient engendrer
une interaction attractive entre deux quasiparticules de moments et de spins opposés créant
ainsi un état lié appelé paire de Cooper [28] et entrâınant une instabilité au niveau de Fermi.

L’année suivante, Bardeen, Cooper et Schrieffer développèrent une théorie microscopique
basée sur le fait qu’un condensat de paires de Cooper constitue l’état fondamental qui est
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décrit par la fonction d’onde BCS :

| ψBCS >=
∏

k<kF

(
uk + vkc+

k↑c
+
−k↓

)
| ψ0 > (1.110)

où | ψ0 > est l’état du vide et | uk |2 + | vk |2= 1. Sous cette forme, la probabilité qu’une
paire (k ↑,−k ↓) soit occupée est | vk |2 et qu’elle ne le soit pas | uk |2. La théorie BCS
prévoit une transition pour une température Tc sous laquelle il y a une condensation du
type Bose-Einstein des paires de Cooper, vérifiant :

kBTc = 1.13~ωDe−1/N(εF )V (1.111)

où V est le potentiel d’interaction attractif entre les deux quasiparticules dû aux phonons,
~ωD l’énergie de Debye et N(εF ) la densité d’états dans l’état normal au niveau de Fermi.
En dessous de Tc, il y a cohérence de phase, c’est-à-dire que toutes les fonctions d’onde
décrivant les paires de Cooper sont identiques ; le courant peut circuler sans dissipation
d’énergie.

Un autre résultat important de la théorie BCS est qu’elle prévoit un gap ∆ dans la
densité d’états au niveau de Fermi, appelé aussi paramètre d’ordre (Gor’kov a montré le
lien entre celui-ci et le paramètre d’ordre vu dans la théorie de Ginzburg-Landau [29]),
donné par :

∆(T = 0K)
kBTc

= 1.764 (1.112)

Cette relation est retrouvée expérimentalement dans la plupart des supraconducteurs conven-
tionnels (voir figure 1.18). Dans ce cas, le gap supraconducteur ∆ est isotrope, on dit qu’il
est de symétrie s. La cohérence de phase dans l’état supraconducteur impose que toutes les
particules doivent avoir la même jauge. Si on se réfère au fait que la transition supracon-
ductrice est une transition du second ordre, la symétrie brisée par le paramètre d’ordre est
donc l’invariance de jauge locale.

Sur la figure 1.18, est représentée schématiquement l’allure de la densité d’états dans
l’état normal et en dessous de Tc, ansi que des résultats expérimentaux validant les prédictions
de la théorie BCS.

Alors que le record de température critique semblait encore récemment détenu par Nb3Ge
avec Tc = 23.2K [32, 33], il a été découvert que le système multibande MgB2 est supracon-
ducteur à Tc ∼ 40K et que la supraconductivité était bien due au couplage électron-phonon.
De plus, il a été montré par de nombreuses expériences l’existence de deux gaps supracon-
ducteurs, confirmée par des calculs ab initio (voir par exemple [34, 35, 36]).
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Figure 1.18 – a) En bleu pointillés : Allure de la densité d’états dans l’état normal dans
le cas d’un gaz d’électrons libres, dépendant quadratiquement de l’énergie ε. En rouge :
Un gap de largeur 2∆(0) s’ouvre au niveau de Fermi, rendant alors inaccessible les états
d’énergie compris entre εF −∆(0) et εF + ∆(0). b) Dépendance du gap BCS divisé par le
gap à température nulle en fonction de la température divisée par la température critique
pour différents métaux, d’après [30]. Un excellent accord est trouvé entre les dépendances
en température observées expérimentalement et celles prédites par la théorie BCS. c)
Dépendance en température de la chaleur spécifique de l’aluminium en champ nul et pour
un champ magnétique appliqué supérieur à Hc, d’après [31]. On observe un saut de chaleur
spécifique ∆C à la transition. La théorie BCS prévoit que la chaleur spécifique électronique

varie en dessous de Tc comme Cel ∝ e
−∆(0)
kBT , ce qui est vérifiée expérimentalement. Au dessus

de Tc, on retrouve une chaleur spécifique linéaire en température, conforme à la théorie du
liquide de Fermi.
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Chapitre 2

Les systèmes d’électrons fortement corrélés :
un survol

2.1 Introduction

Les propriétés des métaux simples peuvent être décrites en considérant des électrons
sans interaction pouvant se déplacer librement dans le matériau. Dans d’autres composés,
en revanche, la répulsion coulombienne entre les électrons ainsi que leur faculté à se déplacer
impliquent de fortes corrélations entre les particules. On parle alors de systèmes d’électrons
fortement corrélés. L’effet des corrélations dans ces systèmes a des conséquences importantes
sur leurs propriétés. Ceux-ci présentent des phénomènes plus ou moins exotiques à basse
température et sont extrêmement sensibles aux changements de paramètres extérieurs tels
que la température, la pression ou le champ magnétique.

Parmi ces systèmes on peut citer :
• les fermions lourds (UPt3, UPd2Al3), où les interactions entre les spins des électrons

de conduction et les spins des électrons f portant des moments magnétiques localisés
entrâınent que les électrons se comportent comme s’ils avaient une masse effective 10
à 1000 fois celle de l’électron libre et où de la supraconductivité peut coexister avec
un ordre magnétique,

• les supraconconducteurs à haute température critique (YBa2Cu3O6+x, La2−xSrxCuO4+δ),
dont les composés parents sont des isolants de Mott, c’est-à-dire que la répulsion cou-
lombienne est telle qu’une localisation des électrons est favorisée,

• les conducteurs organiques (p.e. les sels de Bechgaard) où le transport est souvent
unidimensionnel et qui peuvent présenter des comportements comme une onde de
densité de spin, de la supraconductivité ou un isolant de Mott,

• les manganites (dont les composés parents ont la maille pérovskite LaMnO3) présentent
une magnétorésistance géante et dans certains cas une transition métal-isolant, un
ordre de charge/orbital associé à des distorsions du réseau, du ferromagnétisme, ...
simplement en changeant la composition chimique ou un paramètre extérieur (pres-
sion, champ magnétique),

• les cobaltites, qui en fonction de la quantité de porteurs, manifestent soit un comporte-
ment métalliques très corrélés et magnétiques présentant un pouvoir thermoélectrique
géant, soit un comportement métallique plus conventionnel, pouvant même devenir
supraconducteur quand on rajoute des molécules H2O [37].

L’étude expérimentale de ces systèmes s’effectue dans des conditions extrêmes comme
les basses températures, des fortes pressions ou des forts champs magnétiques. En outre,
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l’effet des interactions compliquent les études théoriques
Un parallèle peut cependant être fait entre certains de ces composés. Sur la figure 2.1

figurent le diagramme de phase générique des cuprates, le diagramme de phase du composé
organique κ-(BEDT-TTF)2Cu[N(CN)2]Cl [38] et celui du composé fermion lourd CeCu2Si2
[39]. Le point commun entre ces trois systèmes fortement corrélés est la compétition entre
un comportement (presque) localisé et un comportement (presque) itinérant des électrons,
en fonction d’un paramètre extérieur. Dans le cas des fermions lourds, en faisant varier
la pression (ou le champ), à basse température, certains systèmes passent d’un état an-
tiferromagnétique où les électrons f sont plutôt localisés à un état où les électrons sont
plutôt itinérants. Dans le cas de CeCu2Si2 dopé au Ge, il est proposé que le passage du
caractère localisé au caractère itinérant est dû à un changement de valence des atomes de
Ce. Ce changement, qui est associé à de la supraconductivité, suggère la présence d’un
point critique quantique (transition de phase à T=0). Pour les cuprates, en augmentant
légèrement le dopage, le système passe d’un état isolant antiferromagnétique à un état su-
praconducteur à basse température. De plus, au dessus de la région supraconductrice, l’état
normal présente un comportement anormal par rapport à un liquide de Fermi, en particulier
pour les faibles dopages. Il est suggéré que cette région du diagramme de phase serait une
région de régime critique quantique. Quelques unes des propriétés anormales des cuprates
sont mentionnées dans la suite du chapitre. En ce qui concerne le conducteur organique
κ-(BEDT-TTF)2Cu[N(CN)2]Cl, quatre comportements différents sont observés en fonction
de la pression et de la température : isolant, semiconducteur, mauvais métal et liquide de
Fermi fortement renormalisé. La région hachurée correspond à la région où la transition
métal-isolant est du premier ordre se terminant à un point critique ainsi qu’à une coexis-
tence de phase antiferromagnétisme-supraconductivité.

Dans la suite de ce chapitre, nous allons nous intéresser aux deux types de composés
étudiés au cours de cette thèse : les composés fermions lourds et les supraconducteurs à
haute température critique.
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2.2 Introduction à la physique des fermions lourds

Ce chapitre constitue une introduction simple à la physique des fermions lourds en
abordant les concepts qui font de l’étude de ces composés un domaine tout aussi varié que
complexe. On trouve de nombreuses revues récentes sur le sujet [40].

2.2.1 Les systèmes à électrons f

Les systèmes à fermions lourds sont des composés intermétalliques constitués d’atomes
de lanthanides (ou terres rares) (Ce, Yb) ou d’actinides (U, Np) et de métaux de transition
avec des couches s, p ou d. On peut citer parmi les plus étudiés UPt3, CeCu6, CeCu2Si2,
... Ces composés tirent leur nom du fait qu’à basse température les propriétés électroniques
peuvent être décrites par un régime liquide de Fermi associé à des masses effectives m∗

pouvant aller jusqu’à 100 à 1000 fois la masse de l’électron au repos.
Les atomes de terres rares ou d’actinides possèdent des couches électroniques 4f ou

5f partiellement remplies dont les fonctions d’onde sont localisées près du noyau ato-
mique (r4f '0.5Å) par le potentiel centrifuge `(` + 1)/r2, où `=3 pour des électrons f .
Généralement, les électrons f ont un caractère localisé et peuvent donner lieu au magnétisme
dit localisé. Dans ce type de composés, la répulsion coulombienne entre deux électrons f ,
notée U , est très forte U ∼ 5-10 eV. A l’inverse, l’hybridation entre les électrons de conduc-
tion s ou d et les électrons f localisés, définie par la constante de couplage V , est très faible,
V ∼ 0.1 eV.

Différents phénomènes physiques comme les fluctuations de valence, l’effet Kondo, l’ordre
quadrupolaire ou la supraconductivité non conventionnelle peuvent alors apparâıtre.

Dans le cadre de cette thèse, un composé à base d’Uranium a été étudié, URu2Si2 .
L’uranium U est le dernier élément naturel du tableau périodique de Mendelëıev. Sa confi-
guration électronique est [Rn]5f36d17s2. On le trouve principalement dans les solides sous
la forme U3+ avec la configuration [Rn]5f3 ou U4+ avec la configuration [Rn]5f2. Ces deux
états sont magnétiques mais le moment magnétique µmax ' 3.6µB/U calculé à partir des
règles de Hund n’est jamais atteint, du fait de la combinaison de plusieurs effets tels que les
effets de spin et le champ cristallin. On dit que les électrons 5f ont un caractère dual, à mi-
chemin entre purement localisé et purement itinérant. Dans le cas des fermions lourds, une
hybridation des électrons 5f avec les électrons de conduction donne un caractère itinérant
aux électrons f conduisant à la formation d’une bande de conduction. En revanche, les
électrons 5f localisés forment des multiplets afin de réduire la répulsion coulombienne. Les
deux sous-systèmes interagissent, ce qui conduit à la renormalisation de la masse effective
des quasiparticules délocalisées. Cette image est par exemple proposée pour expliquer les
mesures de spectroscopie photoélectronique résolue en angle dans le composé UPd2Al3 [41].

2.2.2 L’effet Kondo

Dans ses travaux originaux, Kondo traite de l’interaction entre une impureté magnétique
et les électrons de conduction d’un métal. Cette interaction se manifeste par un minimum
dans la dépendance en température de la résistance à la température de Kondo TK , observée
pour la première fois dans les années 1930 [42]. En dessous de TK , la résistivité augmente de
nouveau pour finalement saturer. A basse température, alors que les phonons ne contribuent
(presque) plus aux phénomènes de diffusions, les phénomènes de spin-flip sont possibles et
donnent un nouveau mécanisme de diffusion pour les électrons de conduction. C’est en
calculant les termes correctifs de la résistivité par perturbations au second ordre que Kondo
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[43] a finalement trouvé que la résistivité est proportionnelle − ln
(

T
TK

)
. Le calcul de Kondo

explique le minimum de résistivité observé, mais n’explique pas la saturation quand T → 0,
car le terme − ln( T

TK
) diverge à basse température ! C’est le problème Kondo. Les électrons

de conduction subissant à basse température l’influence de plusieurs ions à la fois, la théorie
des perturbations ne s’applique plus. Il aura fallut attendre 1975 pour que K.G. Wilson [44],
en appliquant la méthode du groupe de renormalisation, retrouve le comportement observé
à basse température, travaux pour lesquels il a obtenu le prix Nobel en 1982.

L’effet Kondo peut être décrit dans le cadre de l’hamiltonien d’Anderson décrivant l’hy-
bridation entre une impureté magnétique et une bande d’électrons de conduction. En des-
sous de la température de Kondo TK , la physique est contrôlée par l’hamiltonien Kondo,
qui décrit l’échange entre le spin localisé S(↑) avec le spin de l’électron de conduction s(↓) :

H = −JS.s (2.1)

L’interaction entre le spin de l’impureté et le spin des électrons de conduction est antiferro-
magnétique et conduit à la formation d’un état singulet 1

2 [S(↑).s(↓)− S(↓).s(↑)] d’énergie
de liaison :

kBTK ∝ exp
(
− 1

JN(εF )

)
(2.2)

où N(εF ) est la densité d’états pour une direction de spin au niveau de Fermi et J la
constante de couplage antiferromagnétique. Cette échelle d’énergie correspond au gain d’énergie
du système. Dans cet état fondamental, le moment magnétique de l’impureté est écranté
par les électrons de conduction.

En se basant toujours sur le modèle d’Anderson, la formation du singulet modifie la
densité d’état des électrons f . A basse température, l’hybridation V entre les électrons de
conduction et les électrons f responsables du moment magnétique S conduit à la formation
d’un pic dans la densité d’états au niveau de Fermi, appelé résonance Kondo ou résonance
d’Abrikosov-Suhl. Ce pic, de largeur kBTK lorsque T < TK , se développe afin de compenser
la perte des degrés de liberté de spins et de moment orbital et est à l’origine des anomalies
observées à basse température (T < TK). C’est cette importante densité d’états qui entrâıne
une forte renormalisation de la masse effective. Sur la figure 2.2, la densité d’états d’après
le modèle d’Anderson est représentée pour différentes gammes de températures : T ¿ TK ,
T > TK et T À TK . On voit que l’intensité de la résonance décrôıt nettement au dessus de
TK .

2.2.3 Le réseau Kondo - Effets de cohérence

Selon la quantité d’impuretés magnétiques dans le métal, on peut avoir soit des moments
magnétiques isolés, soit un réseau périodique d’impuretés Kondo, appelé réseau Kondo. A
haute température (T > TK), toutes les propriétés physiques sont décrites par les modèles
considérant des impuretés magnétiques isolées. Cela implique que les moments magnétiques
n’interagissent pas entre eux. Cependant, à basse température, on observe des déviations
au comportement décrit par l’effet Kondo (une seule impureté), et ce particulièrement dans
les propriétés de transport. Alors que les systèmes avec des impuretés diluées exhibent le
minimum Kondo de la résistivité, les réseaux Kondo sont caractérisés par un maximum
prononcé en dessous d’une température caractéristique Tcoh, puis par une forte décroissance
en dessous de cette température [45]. Cela est interprété par le fait que plus la température
diminue, plus l’arrangement périodique des impuretés magnétiques devient parfait. Dans
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Résonance Kondo

kBTK

Figure 2.2 – Densité d’états ρ(ε) d’après le modèle d’Anderson pour différentes gammes de
températures : T ¿ TK , T > TK et T À TK , dans le cas d’une seule impureté couplée aux
électrons de conduction. Le pic apparaissant à εF est à l’origine du comportement liquide
de Fermi observé pour T ¿ TK . Les niveaux de largeur ∆, εf et εf + U , correspondent au
niveau f simplement et doublement occupé respectivement et proviennent de l’hybridation
avec la bande d’électrons de conduction.

les réseaux Kondo, la diffusion à basse température peut devenir cohérente, conduisant en
dessous de Tcoh à une chute rapide de la résistivité, qui adopte un comportement en T 2 à
plus basse température. La propagation des électrons de conduction peut être vue comme
celle d’ondes de Bloch dans un réseau périodique. En raison de la périodicité du réseau, une
bande de quasiparticules lourdes (m∗ ∝ 1/TK) se forme, de largeur effective kBTK .

On retrouve dans l’état cohérent du réseau Kondo les propriétés d’un liquide de Fermi,
mais avec une masse effective fortement renormalisée. La résistivité, la chaleur spécifique et
la susceptibilité adoptent les comportement caractéristiques :

ρ(T ) = ρ0 + AT 2 (2.3)

C(T ) = γT (2.4)

χ(T ) = const ∝ 1
TK

(2.5)

où A ∝ 1/T 2
K ∝ m∗ et γ ∝ 1/TK ont généralement des valeurs importantes. Ce régime où la

masse effective m∗ des quasiparticules est très supérieure à m0 est le régime dit à fermions
lourds. On note que plus la température de Kondo TK est petite, plus la masse effective m∗

est grande.
Le rapport de Wilson RW = χ(0)/γ évalué dans les fermions lourds est plus élevé que

dans les métaux classiques, RW ∼ 2-5. Cette différence par rapport au cas conventionnel
serait due aux effets à N corps, ce que certains auteurs décrivent en prenant un paramètre
de Landau F a

0 négatif.
Une relation universelle du rapport Kadowaki-Woods est également vérifiée dans la plu-

part des fermions lourds où RKW = A
γ2 ≈ 10−6µΩcm(molK/mJ)2 [46]. En effet, la figure 2.4

montre que le rapport RKW varie très peu selon la nature des composés, et ce bien que les
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Figure 2.3 – Dépendance en température de la résistivité d’un métal en présence d’impuretés
magnétiques.

masses effectives varient beaucoup d’un composé à l’autre [47]. Cependant, des déviations
à ce comportement sont observées. Par exemple, dans le cas des composés à base de Yb
avec une masse effective modérée, le rapport RKW semble plus en accord avec les valeurs
observées pour les métaux classiques.

2.2.4 Interaction RKKY - Diagramme de Doniach

En raison de la grande concentration d’impuretés magnétiques dans les réseaux Kondo,
les interactions entre les différents moments ne peuvent plus être négligées. Ces interactions
entre les électrons f qui occupent différents sites atomiques ne sont pas directes, comme
dans le magnétisme des métaux de transition, mais indirectes ; elles sont médiées par les
électrons de conduction. Ce sont les interactions Ruderman-Kittel-Kasuya-Yosida (RKKY)
[49, 50, 51].

Dans le cadre des interactions RKKY, un spin localisé Si interagit avec le spin s d’un
électron de conduction, conduisant à une polarisation du spin de ce dernier. Cette polarisa-
tion interagit à son tour avec le spin Sj d’un autre ion localisé j, ce qui crée une interaction
indirecte entre les spins Si et Sj . Lorsque cette interaction magnétique, dont le signe oscille
en fonction de la distance entre les impuretés, est dominante, elle induit un ordre magnétique
à longue distance dans le système. L’énergie associée à l’interaction RKKY s’écrit sous la
forme :

kBTRKKY ∝ J2N(εF ) (2.6)

A partir des deux échelles d’énergie caractéristiques TK et TRKKY (formules 2.2 et 2.6),
Doniach décrit l’état fondamental à basse température des fermions lourds comme résultant
de la compétition entre les diffusions de type Kondo et les interactions RKKY, ce qui
conduit au diagramme de phase illustré sur la figure 2.5. Les systèmes à fermions lourds
sont généralement proches d’une instabilité magnétique gouvernée par la compétition entre
l’effet Kondo et les interactions RKKY.

La quantité JN peut être modifiée par un paramètre ajustable comme le dopage ou la
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(a) (b)

Figure 2.4 – (a) Tracé du coefficient de Sommerfeld γ en fonction de la susceptibi-
lité χ(0) en échelle log-log pour différents fermions lourds. La ligne correspond au rap-
port de Wilson RW =1 [48]. (b) Tracé du coefficient de la résistivité A en fonction du
coefficient de Sommerfeld γ en échelle log-log pour différents fermions lourds. La ligne
continue correspond au rapport de Kadowaki-Woods RKW = A

γ2 trouvé dans la plu-
part des composés RKW ≈ 10−6µΩcm(mol.K/mJ)2 La ligne en pointillés correspond à
RKW ≈ 0.4× 10−6µΩcm(mol.K/mJ)2 et semble décrire à la fois les composés à base de Yb
et les métaux classiques [47].

pression. Pour JN petit (région 1), on a TRKKY > TK et le système a tendance à développer
un ordre magnétique, particulièrement à basse température où un ordre antiferromagnétique
est généralement observé. En revanche, à fort JN (région 3), c’est la température de Kondo
TK qui domine ; le système est dans l’état fermion lourd, caractérisé par un comportement
liquide de Fermi renormalisé avec de grandes masses effectives. Dans ce cas, on constate
la disparition du magnétisme car les moments magnétiques des impuretés sont isolés. La
région où les deux échelles d’énergie sont comparables (région 2) est gouvernée par de fortes
fluctuations magnétiques, pouvant induire, à basse température, l’apparition de supracon-
ductivité non conventionnelle et dans certains cas l’observation d’un point critique quantique
(transition de phase à T=0).

Plusieurs résultats expérimentaux montrent qu’au voisinage de l’instabilité magnétique
on a un comportement non-liquide de Fermi (NLF) [52]. A la différence d’une transition de
phase classique, décrite par la théorie de Landau, où ce sont les fluctuations thermiques qui
gouvernent, une transition de phase quantique a lieu à T=0 K et elle est gouvernée par les
fluctuations quantiques associées au principe d’incertitude d’Heisenberg. Il semblerait que
les effets de la température sur ces fluctuations quantiques soient à l’origine, au PCQ, de ce
régime non-liquide de Fermi. A l’approche du PCQ, le régime NLF est souvent caractérisé
par :

• une résistivité quasi-linéaire : ρ ∼ AT 1+ε avec ε ¿ 1
• une divergence du coefficient quadratique de la résistivité A
• une dépendance logarithmique en température du coefficient de Sommerfeld : γ ∼
−ln(T )

La masse effective m∗ étant proportionnelle à ces deux derniers coefficients, elle diverge
également à l’approche d’un PCQ.
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Figure 2.5 – Diagramme de Doniach température en fonction d’un paramètre ajustable tel
que la pression ou le dopage. La région 1 correspond au régime antiferromagnétique où
T < TK et la région 3 au régime dit à fermions lourds (liquide de Fermi renormalisé). La
région 3 correspond à un régime de fortes fluctuations où dans le cas de certains composés
une phase de supraconductivité non-conventionnelle peut apparâıtre à basse température.
Dans la limite T →0 la transition à δc entre la phase ordonnée magnétiquement et le régime
liquide de Fermi donne lieu à un point critique quantique.

De tels comportements sont observés par exemple dans le cas de CeCoIn5. Alors qu’à
basse température ce composé est supraconducteur avec une température critique Tc=2.3K,
l’application d’un champ magnétique va conduire le système dans un état liquide de Fermi.
En revanche, à plus haute température, les propriétés du liquide de Fermi ne sont pas
vérifiées. Un PCQ induit sous champ est observé vers le champ critique supraconducteur
Hc2 ' 5 T [53, 54]. La figure 2.6 montre que la résistivité est linéaire sur une large gamme
de température et que le coefficient A diverge quand le champ magnétique approche 5T.
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Figure 2.6 – D’après [53]. A gauche : résistivité de CeCoIn5 pour des champs compris entre 0
et 16T. A droite : Diagramme de phase de CeCoIn5 obtenu à partir de mesures de résistivité.
En insert, dépendance en champ magnétique du coefficient A.
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2.3 Supraconductivité non-conventionnelle

Par opposition à la supraconductivité dite conventionnelle, on dit que la supraconducti-
vité est non-conventionnelle quand, en plus de l’invariance de jauge locale, une ou plusieurs
symétries sont brisées par le paramètre d’ordre à la transition. Dans de nombreux cas, il
subsiste des points ou des régions non gappées de la surface de Fermi (les zéros du gap),
impliquant l’existence d’excitations de basse énergie. La manifestation expérimentale de ces
nœuds dans les propriétés thermodynamiques et microscopiques permet de discuter de la
nature du paramètre d’ordre. Généralement, on dit également que la supraconductivité est
non-conventionnelle quand le mécanisme d’appariement des quasiparticules en paires de
Cooper n’est pas dû aux phonons, mais par exemple aux fluctuations magnétiques.

Comme exemples de supraconducteurs non-conventionnels, citons les conducteurs or-
ganiques (TMTSF)2PF6, découvert par D. Jérôme et al [55], et (BEDT-TTF)2ReO4 [56].
Les fermions lourds présentent également une supraconductivité non-conventionnelle. Celle-
ci a été découverte pour la première fois dans CeCu2Si2 (Tc ∼0.5K) en 1979 par Steglich
et al. [57]. De façon générale, la supraconductivité dans les fermions lourds apparâıt à
des températures critiques relativement basses (Tc ∼ 1K). Une telle observation peut sur-
prendre car l’introduction d’impuretés magnétiques dans un métal a plutôt tendance à briser
les paires et donc à détruire la supraconductivité. Cependant, nous avons vu au chapitre
précédent que les électrons f de ces composés sont délocalisés à basse température ; ils
peuvent alors former des paires. La dépendance en loi de puissance à basse température de
la chaleur spécifique suggèrent la présence de nœuds dans le gap, c’est-à-dire des zones de
la surface de fermi non-gappées, consistant avec des gaps de symétries d, f , p...

La découverte des supraconducteurs à haute température critique, que nous allons évoquer
plus en détails dans le chapitre suivant, où la température critique peut atteindre des
températures de l’ordre de 90K dans YBa2Cu3Oy et 164 K dans HgBa2Ca2Cu3O8 sous
forte pression [58], a provoqué une véritable stimulation dans la communauté. Dans la suite,
on s’intéresse plus particulièrement aux propriétés ”non-conventionnelles” de ces composés,
qui constituent la majorité du travail de cette thèse.

2.3.1 Spectre d’excitation d’un supraconducteur de gap de symétrie d

Il est maintenant clairement admis que la symétrie du paramètre d’ordre des cuprates
supraconducteurs est de la forme dx2−y2

1 et peut être exprimée comme :

∆(φ) = ∆0 cos 2φ (2.7)

où ∆0 le maximum du gap et φ l’angle dans le plan (kx, ky) avec φ=0 suivant kx. La
forme du gap est représentée sur la figure 2.7 en comparaison avec le gap de symétrie s des
supraconducteurs type BCS. On remarque que pour φ=45̊ , le gap est nul et les excitations de
quasiparticules persistent quand T →0. La présence de nœuds dans le gap supraconducteur
modifie fortement les propriétés de transport et thermodynamiques à basse température par
rapport à celles d’un supraconducteur conventionnel type BCS de gap s.

En se limitant aux basses énergie, le spectre d’excitations près du nœud peut être écrit
de la façon suivante :

E(k) =
√

(vF k1)2 + (v∆k2)2 (2.8)

où les paramètres vF et v∆ sont les vitesses de Fermi des quasiparticules perpendiculaire et

1. Des preuves expérimentales de cette symétrie sont présentées dans la suite de ce chapitre.
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parallèle à la surface de Fermi respectivement et k1 et k2 les vecteurs du réseau réciproque
perpendiculaire et tangentiel à la surface de Fermi respectivement. La forme typique de ce
spectre est un cône (dit cône de Dirac). La densité d’états correspondant au spectre E(k)
est linéaire en énergie et dépend exclusivement des paramètres vF et v∆ :

Ns(E) =
(

2
π~2

)(
1

vF v∆

)
E (2.9)

A partir de N(E) il est possible de déterminer les propriétés basse énergie du système, comme
par exemple la chaleur spécifique, Cel ∝ T 2, ou la conductivité thermique κe = 1

3Celv
2
F τe, où

τe est le temps de vie de transport des quasiparticules. Les excitations thermiques des qua-
siparticules nodales impliquent que la densité superfluide, déterminée à partir des mesures
de longueur de pénétration λ(T ), augmente linéairement avec la température.

Cependant, de nombreuses expériences suggèrent que le gap d’énergie n’est pas propre.
En prenant en compte la présence de défauts dans le cristal, les diffusions élastiques des
quasiparticules sur les impuretés modifient fortement la dépendance en énergie de la densité
d’états, conduisant principalement à l’existence d’une densité d’états à énergie nulle.

-

-

+ +

s dx2-y2

Figure 2.7 – A gauche : Gap BCS de symétrie s. A droite : Gap de symétrie dx2−y2 .

2.3.2 Effets des impuretés sur un supraconducteur non-conventionnel

Le taux de diffusion Γ est généralement donné par :

Γ =
2π

~
nimp |< k | U | k′ >|2 Nn(0) (2.10)

où nimp est la concentration en impuretés, U est le potentiel de l’impureté et Nn(0) la densité
d’états au niveau de Fermi. La limite de Born est définie pour U ¿ 1 et la limite unitaire
pour U À 1. L’approche perturbative dite SCTMA (self-consistent T-matrix approximation)
est la méthode standard utilisée pour décrire les diffusions d’une quasiparticule dans un
potentiel U dans un métal, un semi-conducteur ou un supraconducteur. La densité d’états
à basse énergie dépend très fortement du potentiel U [59].

Dans la limite de Born, l’effet des impuretés est de modifier la pente de la densité d’états
à basse énergie, qui garde une dépendance en énergie même à basse énergie. Dans la limite
unitaire, l’augmentation du désordre entrâıne, en dessous d’une échelle d’énergie γ propor-
tionnelle au taux de diffusion, une densité d’états constante en énergie. La modification de
la densité d’états influence de façon drastique le comportement des quasiparticules dans les
expériences qui sondent les énergies en dessous de γ. L’existence d’un régime constant de
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N(E) est interprétée comme provenant d’une brisure des paires de Cooper par les potentiel
des impuretés et entrâıne la création d’états liés [60].

NS(E)

E�
NS(E)

E�γ

nimp

nimp = 0 nimp ≠ 0

Figure 2.8 – Représentation schématique de la densité d’états d’un supraconducteur avec un
gap de symétrie d (à gauche) sans impureté et (à droite) en considérant l’effet du désordre.

2.3.2.1 Universalité de la conductivité

P. Lee a montré que lorsque kBT ¿ γ, il y a une compensation entre la diminution
du temps de relaxation τ et l’augmentation de la densité d’états résiduelle Ns(0) lorsque la
concentration d’impuretés augmente [61]. Dans ce régime universel, la conductivité à énergie
nulle est indépendante du temps de relaxation :

σ00 =
e2

2π~2

2
π

(n

d

)(
vF

v∆

)
(2.11)

où n/d est le nombre de plans CuO2 par cellule unité.
En considérant un effet additionnel des vortex et les corrections du liquide de Fermi,

Durst et Lee ont montré que 2.11 devient [62] :

σ00 =
e2

2π~2

2
π

(n

d

)(
vF

v∆

)
βV Cα2

FL (2.12)

Le comportement universel apparâıt également dans la conductivité thermique à basse
température, qui est linéaire en température :

κ00

T
=

k2
B

3~

(n

d

)[(
vF

v∆

)
+

(
v∆

vF

)]
(2.13)

Contrairement au transport de charge, le transport de chaleur n’est renormalisé ni par des
corrections dues aux vortex ni par les interactions entre les quasiparticules thermiquement
excitées, ce qui fait de κ0/T la seule quantité vraiment universelle. De ce fait, c’est une
quantité très utile pour sonder un gap supraconducteur de symétrie d. En effet, v∆ représente
simplement la pente du gap au nœud, impliquant que le terme linéaire résiduel peut fournir
des informations importantes sur le gap : v∆ = 1

~
d∆
dk |nœud= 1

~kF

d∆
dφ |nœud, où kF est le
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vecteur de Fermi en position nodale.
Cependant, pour un taux de diffusion important, la relation 2.13 n’est plus valide, le

paramètre d’ordre étant détruit car les paires sont brisées par les diffusions sur les impuretés.
De plus, Sun et Maki ont montré qu’en réalité, la valeur universelle de la conductivité
thermique augmente avec le dopage [63].

2.3.2.2 Mesures de longueur de pénétration

L’étude de la dépendance en température de la longueur de pénétration λ(T ) permet
de sonder les excitations de quasiparticules dans un supraconducteur. A basse température,
λ(T ) est inversement proportionnelle à la dépendance en température de la densité super-
fluide ρs :

ρs(T ) = ρs(0)− ρN (T ) =
m

µ0e2λ2(T )
(2.14)

A très basse température, la théorie BCS prévoit que λ(T ) − λ(0) ∝ exp(−∆/kBT ). En
revanche, dans le cas d’un gap de symétrie dx2−y2 , on s’attend à avoir un continuum d’énergie
et une densité de l’état normal linéaire en température [62] :

ρN (T )
m

=
2 ln 2

π

kB

~2

n

d
α2

(
vF

v∆

)
T (2.15)

2.4 Les supraconducteurs à haute température critique

2.4.1 Un bref historique de la supraconductivité à haute température critique
- Les cuprates

En 1986, deux chercheurs du laboratoire IBM de Zurich, J. Georg Bednorz et K. Alex
Müller, ont reporté l’observation de la supraconductivité dans la famille de composés à
base d’oxyde de Cuivre La2−xBaxCuO4+δ à 35K [64]. L’année suivante, c’est la famille de
supraconducteurs YBa2Cu3Oy qui a été découverte par Wu et al, avec une température
critique de l’ordre de 90K [65]. Ces observations ont conduit la communauté à imaginer que
la supraconductivité à température ambiante était envisageable. C’était sans compter sur
la grande complexité de ces composés et de leur difficulté de synthèse cristallographique.

En effet, le record vingt-deux ans après n’est ”que” de Tc=153K, détenu par le composé
HgBa2Ca2Cu2O8 sous pression.

La structure élémentaire des supraconducteurs à haute température critique (SHTC) est
constituée de plans CuO2, séparés par des plans contenant les trous (ou électrons) dopants
et jouant le rôle de réservoirs de charges comme représenté sur la figure 2.9. Ces plans CuO2

correspondent aux directions cristallographiques (a,b), perpendiculaires à l’axe c et c’est la
conductivité électrique dans ces plans qui donne lieu à la supraconductivité. Le nombre de
plans varie selon la famille considérée : La2−xSrxCuO4+δ et Tl2Ba2CuO6 sont des composés
mono-plan et YBa2Cu3Oy un composé à deux plans. Il existe des composés à trois plans
comme Bi2Sr2Ca2Cu3O10+δ (Bi2223) (Tmax

c = 111 K) ou Tl2Ba2Ca2Cu3O10 (Tl-2223) et il
peut même exister une infinité de plans, ce qui est le cas de la famille Sr1−xCaxCuO2. En
comparant les températures critiques (Tc) des différents cuprates en fonction de n, on peut
voir que tant que n ≤ 3, plus n est grand, plus Tc est grande. On trouve globalement que
pour n=1, 2 et 3, Tc vaut entre 0 et 85K, 60 et 92K et 105 et 120K respectivement.

A dopage nul, ces composés sont isolants en raison de la forte répulsion coulombienne
entre électrons. En substituant un atome La3+ par un atome divalent M2+ (M=Ba,Sr ou Ca),
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Plans réservoirs de charges

Plans réservoirs de charges

Cu

O

a

bc

Figure 2.9 – Structure schématique des cuprates, composée de plans CuO2 en alternance
avec des plans jouant le rôle de réservoirs de charges.

on introduit un trou dans le plan CuO2. Ainsi, en augmentant le nombre de porteurs dans
les plans CuO2, l’ordre supraconducteur va apparâıtre avec une Tc dépendant très fortement
du dopage. Dans le cas de la famille YBa2Cu3Oy (YBCO), c’est par oxygénation que l’on
introduit des trous ; la particularité de ces composés est l’existence de châınes Cu-O entre
les plans CuO2 qui servent de réservoirs de charges : elles sont vides pour YBa2Cu3O6 (x=0)
et pleines pour YBa2Cu3O7 (x=1). Les cuprates ont un diagramme de phase générique, que
nous étudierons dans le chapitre suivant.

Il existe également des cuprates dopés aux électrons, la première famille ayant été trouvée
par Tokura et al, Nd2−xCexCuO4 [66], leur diagramme de phase étant (légèrement) différent
(dans la suite, nous n’étudierons que les cuprates dopés en trous).

Il est clairement établi que toutes les propriétés intéressantes des cuprates sont dues aux
plans CuO2. Par exemple, la résistivité est très anisotrope, ρc

ρab
∼ 103 à 104 dans la majorité

des cas, impliquant que le mouvement des électrons est essentiellement confiné dans les plans
CuO2.

L’observation de telles valeurs de Tc a immédiatement suggéré qu’un mécanisme autre
que la théorie BCS pouvait être à l’origine de la supraconductivité. Alors que des obser-
vations telles que l’appariement des électrons en paires de Cooper, d’un gap dans l’état
supraconducteur, de l’effet Josephson ou de l’existence de vortex soutiennent une supracon-
ductivité type BCS, la température critique élevée, le comportement de la résistivité, la faible
longueur de cohérence et surtout le fait que les composés parents soient antiferromagnétiques
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vont à l’encontre d’une telle supraconductivité. L’origine du couplage entre les électrons et
la nature de l’état normal des cuprates soulèvent encore de grandes interrogations.

2.4.2 Le diagramme de phase générique des cuprates
T
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Figure 2.10 – Diagramme de phase générique des cuprates dopés aux trous. AF représente
l’isolant de Mott antiferromagnétique, TN la température de Néel, T ∗ la température de
pseudogap et Tc la température critique.

Les propriétés physiques des cuprates évoluent dramatiquement avec le dopage, comme
le montre le diagramme de phase de la figure 2.10.

Trois régimes sont définis en fonction du dopage :
• le régime sous-dopé, sous lequel Tc augmente avec le dopage,
• le dopage optimal, correspondant au régime où Tc est maximale (p ∼0.16)
• le régime surdopé, sous lequel Tc diminue avec le dopage.
Les composés parents (p=0) sont des isolants de Mott présentant un ordre antiferro-

magnétique (AF), caractérisé par une température de Néel TN supérieure à 300K à dopage
nul. En augmentant le dopage, on détruit cet ordre AF et on fait apparâıtre le dôme su-
praconducteur, caractérisé par la température critique Tc. Il semble maintenant bien établi
que le régime surdopé est un liquide de Fermi, puisqu’on mesure une surface de Fermi
bien définie [67, 68] et une résistivité en T 2 [69]. En revanche, les régions au dessus du
dôme supraconducteur révèlent des propriétés très anormales. Des mesures de transport
ou thermodynamiques montrent des anomalies dans le régime sous-dopé en dessous d’une
température notée T ∗. Pour T < T ∗, une perte des excitations basse énergie est mesurée ;
de ce fait, cette phase est appelée pseudogap. Il est important de noter que T ∗ est à priori
un crossover, et non une transition de phase.
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2.4.2.1 Isolant de Mott antiferromagnétique

Il est clairement admis que les composés parents des cuprates sont des isolants de Mott
antiferromagnétiques. L’isolant de Mott a été introduit en 1949 [70] afin de décrire une
situation où la théorie des bandes prévoit un comportement métallique alors que l’expérience
montre un caractère isolant du matériau, dû à la forte répulsion Coulombienne entre les
électrons (trous).

Dans le cas des cuprates, à dopage nul, chaque atome de Cuivre est dans la configuration
électronique 3d9 (Cu2+) et chaque atome d’Oxygène dans la configuration 2p6 (O2−). Chaque
atome de Cu porte un trou. Toutes les bandes sont remplies sauf la bande dx2−y2 du Cu,
qui contient un électron ; on s’attend donc avoir un métal. Or, il n’en est rien. De plus, dès
1987, des mesures de susceptibilité magnétique [71], de diffraction de neutrons [72, 73, 74]
ou de µ-SR [75] ont confirmé l’existence d’un ordre AF dans l’état normal des composés
parents des cuprates.

Dans le cas des métaux à bandes étroites, où une seule bande est partiellement remplie (ce
qui est notre cas) et où le terme de répulsion Coulombienne entre deux électrons domine, le
système est décrit par l’hamiltonien de Hubbard qui retranscrit les transitions métal-isolant :

H = −t
∑

〈ij〉σ
c†iσcjσ + U

∑

i

ni↑ni↓ (2.16)

où t représente l’intégrale de saut entre deux sites plus proches voisins, correspondant à
l’énergie cinétique d’un électron allant du site i à un site plus proche voisin j, U la répulsion
Coulombienne locale, c

(†)
iσ est l’opérateur création (annihilation) d’un électron de spin σ au

site i, ni↑(↓) le nombre d’électrons par site i de spin UP (DOWN) et n = 〈ni↑〉+ 〈ni↓〉 est le
remplissage de la bande. Les deux termes d’énergie sont en compétition : le terme d’énergie
cinétique favorise le mouvement des électrons alors que l’énergie d’interaction est minimale
quand les électrons sont localisés. Dans le cas où il y a un électron par site (n = 1, demi-
remplissage), on peut montrer dans l’approximation de champ moyen que l’état fondamental
du modèle d’Hubbard est AF. L’isolant de Mott correspond au cas du demi-remplissage où
U À t, c’est-à-dire que tous les porteurs de charge se localisent sur chaque site afin de
réduire l’énergie Coulombienne. Ainsi, un site doublement occupé coûte une énergie U au
système qui peut être vue comme l’énergie correspondant au transfert de charge εp − εd où
εp est l’énergie de l’orbitale p de l’oxygène et εd celle de l’orbitale d du cuivre occupée par
le trou de spin S = 1

2 .
Le dopage est généralement donné par δ=(1-n). Du fait de la grande valeur de U , lorsque

l’on va doper un isolant de Mott AF, le trou va se placer sur l’orbitale p de l’oxygène et on se
retrouve avec un modèle à trois bandes difficile à résoudre (une orbitale p d’énergie εp pour
l’oxygène et deux sous bandes pour le cuivre d’énergie εd et εd + U) où le trou va pouvoir
sauter grâce à t. En fait, Zhang et Rice [76] ont proposé que le trou ”injecté” se déplace sur
les quatre atomes d’oxygène voisins d’un atome de cuivre et que le spin de ce trou combiné
au spin de l’atome Cu2+ forment un singulet, appelé singulet de Zhang et Rice. De ce fait,
partant d’un modèle à trois bandes, on se retrouve avec un modèle effectif à une bande.

Dans ce cas, le système peut être décrit, dans la limite de couplage fort U À t, par
l’hamiltonien t− J (à l’ordre t2/U) :

H = −t
∑

〈ij〉
Pc†i,σcj,σP + J

∑

〈ij〉,σ
(Si · Sj − ninj

4
) (2.17)
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Figure 2.11 – Bandes d’énergie à demi remplissage. a) L’interaction coulombienne entre 2
électrons sur l’orbitale d du cuivre n’est pas prise en compte et on s’attend à un compor-
tement métallique. b) Si on prend en compte l’interaction coulombienne U À t, la bande
provenant de l’orbitale d du cuivre se divise en une bande de Hubbard supérieure et une
bande de Hubbard inférieure. On a alors un isolant de transfert de charge avec un gap ∆
si U> ∆ (cas des cuprates), où les charges sont localisées par la répulsion Coulombienne.
Lorsque la bande inférieure n’est pas complètement remplie, le système peut être décrit par
l’hamiltonien t− J , qui décrit les interactions dans la bande inférieure.

où P est le projecteur de Gutzviller qui sert à défavoriser les sites doublement occupés, J
la constante d’échange antiferromagnétique et les Si sont donnés par

Si =
1
2

∑

α,β

c†i,ασα,βci,β (2.18)

où les σ sont les matrices de Pauli. A faible dopage, les termes d’ordre supérieurs sont
”traditionnellement” négligés.

Dans le cadre de la théorie d’Anderson, un processus d’échange implique un processus
virtuel de double occupation sur un site intermédiaire (ici l’atome O) et conduit à une
interaction de superéchange AF entre les spins des atomes de Cu, notée J et valant J ∼ 4t2

U .
Alors que la température de Néel mesurée vaut TN '300 K pour La2CuO4 et TN '500 K
pour le composé YBa2Cu3O6, l’énergie d’échange vaut J ' 1500 K, impliquant que des
corrélations AF sont présentent bien au dessus de TN . Ce modèle a un réel intérêt pour les
théoriciens car il limite la taille de l’espace de Hilbert et prend en compte les processus de
haute énergie comme le magnétisme.

2.4.2.2 L’état supraconducteur

Comme on peut le voir sur la figure 2.10, l’état AF est rapidement détruit pour un
dopage de l’ordre de p ∼0.03 et le dôme supraconducteur s’étend entre les dopages p ∼0.05 et
p ∼0.26. Un moyen empirique de convertir une température critique en dopage est d’utiliser
la relation de Tallon [77] :

Tc

Tc,max
= 1− 82.6(p− 0.16)2 (2.19)
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où Tc,max est la température critique maximale obtenue au dopage optimal, valant Tc '40
K pour la famille LSCO et Tc '93 K pour la famille YBCO. Cette relation est plutôt bien
vérifiée dans la plupart des cuprates, comme on peut le voir sur la figure 2.12. Toutefois, les
données de YBCO ne sont pas bon accord avec cette relation autour de p ∼0.12 et il faut
alors utiliser les valeurs déterminées à partir de la formule 4.1.

Figure 2.12 – Température critique Tc renormalisée par la température critique maximale
Tc,max correspondant au dopage optimal pour plusieurs cuprates à différents dopages. La
ligne solide est l’équation 2.12 [78].

Nous avons déjà évoqué le fait que la supraconductivité dans les cuprates est non-
conventionnelle. Nous allons dans ce qui suit passer en revue quelques faits expérimentaux
concernant la nature exotique du paramètre d’ordre observés dans ces composés. Nous
présentons également les deux scénarios évoqués concernant la nature du mécanisme d’ap-
pariement des paires de Cooper, dont l’origine fait toujours débat dans la communauté.

2.4.2.2.1 Le gap supraconducteur

Un premier aspect a été de vérifier que l’état supraconducteur est constitué de paires
d’électrons, comme dans le cas BCS. Ceci a été démontré par des mesures de flux magnétique
par magnétométrie SQUID (Superconducting Quantum Interference Device) dans un cristal
YBa2Cu3Oy [79]. Ces mesures ont montré que le flux magnétique φ à travers l’échantillon
est quantifié en multiples de φ0 = h

2e , impliquant que la charge des porteurs dans l’état
supraconducteur est celle de paires d’électrons (2e). Dans ces expériences, il a également été
observée l’existence d’une cohérence de phase à longue distance de la fonction d’onde des
paires. Par analogie avec la théorie BCS, ces paires sont appelées paires de Cooper, bien que
le mécanisme d’appariement des électrons ne soit pas encore identifié.

Un autre aspect de la non conventionnalité de la supraconductivité des cuprates concerne
la densité superfluide. Des mesures de µSR effectuées par Uemura et al ont montré que la
température critique est proportionnelle à la densité superfluide, mais que cette dernière
est très faible comparée aux supraconducteurs BCS [80]. Ce résultat suggère que seul un
faible nombre d’électrons participent au condensat, renforçant l’idée d’une supraconductivité
exotique.
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Le paramètre d’ordre est défini par une amplitude ∆ et une phase φ :

∆ =| ∆ | eiφ (2.20)

Nous allons voir que la symétrie de ce paramètre d’ordre est différente de celle du paramètre
d’ordre BCS.

Il a été très tôt postulé que l’origine du couplage entre les électrons ne provenait pas de
l’interaction électron-phonon, mais plutôt des fluctuations magnétiques dans l’état normal
[81, 82, 83] suggérant alors un gap supraconducteur de symétrie d. Cela doit alors se traduire
par la présence de nœuds dans le gap d’énergie au niveau de Fermi, et donc de quasiparticules
bien définies. Dans ce cas, le gap prend la forme suivante :

∆ = ∆0(cos kxa− cos kya) = ∆0 cosφ (2.21)

où kx et ky sont les vecteurs du réseau réciproque dans les directions x et y et a est le
paramètre de maille. L’allure d’un tel gap est représenté sur la figure 2.7, en comparaison
avec le gap BCS de symétrie s.

Plusieurs faits expérimentaux ont prouvé la symétrie d du gap supraconducteur des
cuprates. Tout d’abord les mesures de la dépendance en température de la longueur de
pénétration (ou longueur de London) λ(T). En mesurant λ(T) dans YBa2Cu3O6.95, W.N.
Hardy et al ont observé une dépendance linéaire en température de λ, comportement attendu
dans le cas d’un gap de symétrie d [84] (formule 2.15). Cette dépendance en température
est à comparer avec le cas BCS, où une dépendance exponentielle est attendue et observée.
Toutefois, ces mesures ne font que rapporter l’existence de nœuds dans le gap supraconduc-
teur mais ne confirment pas la symétrie d. La présence de nœuds pouvant également être
expliquée par un gap s anisotrope ou un gap constitué d’un mélange de symétries s et d,
noté s + id.

L’une des expériences qui a permis de déterminer directement la symétrie du gap est celle
de D.A. Wollman et al [85]. Cette expérience consiste à mesurer la dépendance, en fonction
du champ magnétique, du courant critique Ic à travers une jonction tunnel Josephson avec
un magnétomètre à SQUID entre un cristal d’YBa2Cu3O6.8 et un film mince de Pb, un
supraconducteur conventionnel. Les jonctions sont placées sur les faces a et b du cristal
d’YBCO. Le courant critique s’écrit :

Ic = 2I0

∣∣∣∣cos
(

πφext

φ0
+ δab

)∣∣∣∣ (2.22)

où φext est le flux magnétique du au champ extérieur, φ0 est le quantum de flux et δab est
le phase shift du paramètre d’ordre intrinsèque du cristal entre l’axe a et l’axe b. La valeur
de ce phase shift nous renseigne directement sur la symétrie du gap ; en effet, les auteurs
ont rapporté un phase shift δab ' π, qui correspond à ce qui est attendu dans le cas d’une
symétrie dx2−y2 . Dans le cas d’une symétrie s, le phase shift attendu est δab = 0 et dans le
cas d’une symétrie s + id, δab = π

2 .
Ces résultats ont été confirmés peu de temps après par une mesure dite de magnétométrie

tricristal [86]. Cette expérience consiste à déposer un film mince de cuprate épitaxié (YBCO)
sur un substrat tricristal(100) SrTiO3. Ce substrat est réalisé de telle manière que si le cu-
prate placé au centre a une symétrie dx2−y2 , un demi quantum de flux doit être observé par
magnétométrie SQUID à la jonction Josephson entre les trois cristaux de SrTiO3. Cepen-
dant, des doutes ont été émis du fait que YBCO est orthorombique et que dans cette struc-
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ture cristalline, des gaps de symétrie s et d possèdent la même représentation. Ces doutes
ont été balayés quand cette même expérience a été reproduite dans le cristal tétragonal
Tl-2201 [87].

La dépendance de l’amplitude du gap ∆0 avec le dopage est également non conven-
tionnelle. Les résultats obtenus par J.M. Harris et al sont présentés sur la figure 2.13 [88].
L’amplitude du gap ∆0, obtenu en ARPES, est tracée en fonction du dopage. On observe
que ∆0 diminue avec le dopage, et donc avec Tc du côté sous-dopé, alors que dans le cas
BCS, ∆0 est proportionnel à Tc ( 2∆0

kBTc
= const).

Figure 2.13 – Variation de l’amplitude du gap supraconducteur ∆0 en fonction de Tc [88].
On observe que ∆0 diminue avec le dopage. La ligne en pointillé est la prédiction standard
dans le cas d’une supraconductivité BCS avec un gap de symétrie d, ∆0 = 2.14kBTc.

En 1993, Z.X. Shen et al ont reporté l’observation de nœuds dans le gap supraconducteur
[89] dans des mesures d’ARPES dans le composé Bi2Sr2CaCu2O8+δ, le gap étant maximum
dans les directions des liaisons Cu-O (0,π) et minimum dans les directions diagonales à ces
châınes (π,π). Ces résultats sont en accord avec ce qui est attendu pour un supraconducteur
ayant un paramètre d’ordre de symétrie dx2−y2 et ont été confirmé peu de temps après par
Ding et al. [90] (figure 2.14).

Il est donc aujourd’hui clair que le gap supraconducteur des cuprates possède une
symétrie dx2−y2 , comme représenté sur la figure 2.7. Le gap dx2−y2 est défini par un change-
ment de signe tous les π

2 autour de la surface de Fermi. L’amplitude du gap est maximum le
long des liaisons Cu-O (π,0) (appelées régions antinodales) et nul dans les directions diago-
nales à ces liaisons (π,π) (appelées régions antinodales). Cela implique la possibilité d’avoir
des excitations de quasiparticules dans les régions non gappées.

2.4.2.2.2 Le mécanisme d’appariement

Depuis leur découverte, d’énormes efforts tant expérimentaux que théoriques ont été
réalisés pour comprendre la supraconductivité à haute température critique. Nous avons
par exemple vu que la supraconductivité de type d implique, comme la supraconductivité
conventionnelle, la création de paires de Cooper. Trouver le mécanisme d’appariement des
électrons constitue l’un des enjeux majeurs de la compréhension de la supraconductivité à
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Figure 2.14 – Dépendance angulaire du gap supraconducteur. Le trait plein correspond à
un ajustement avec un gap de symétrie d. D’après [90].

haute température critique. Deux scénarios sont aujourd’hui proposés : les phonons et les
interactions magnétiques.

Le premier scénario est par exemple supporté par des mesures d’ARPES effectuées dans
LSCO et Bi-2212 sous-dopés, optimalement dopés et surdopés [91]. Les spectres de dispersion
des quasiparticules E(k) montrent des déviations (kinks) rapides à un certain k suivant la
direction nodale. Ces déviations présentent un intérêt particulier car elle peuvent impliquer
que, dans les gammes d’énergies mesurées, les quasiparticules sont fortement liées à un
mode bosonique qui correspondrait au boson responsable de l’appariement. De plus, un
changement rapide de la vitesse des électrons et du taux de diffusion reporté par [91] est
attribué à un couplage électron-phonon. Cette idée est supportée par des mesures d’ARPES,
qui montrent que la structure électronique et le gap supraconducteur sont affectés par une
substitution isotope. Cet effet isotope, impliquant un mécanisme phononique, est également
supportée par des mesures de microscopie à effet tunnel [92]. Cependant, ces résultats sont
controversés. Il est suggéré que les effets observés seraient en réalité dus à des effets de
tunnelling inélastiques car les oxygènes sondés seraient les oxygènes apicaux et non ceux
des plans CuO2 [93]. Cependant, les interactions électron-phonon n’expliquent pas d’autres
propriétés observées dans les cuprates, comme la résistivité linéaire sur une large gamme
de température au dopage optimal [94] ou encore l’origine de la symétrie d du paramètre
d’ordre.

Les mesures d’ARPES ne permettent pas de différencier entre un couplage au réseau ou
aux excitations de spins. Cependant, le même type de résultats, c’est-à-dire l’observation
d’un kink dans le spectre de dispersion dans la direction nodale, est interprété en terme
de couplage aux excitations collectives de spins [95, 96], qui seraient ainsi responsables du
mécanisme d’appariement. Ce scénario est soutenu par des mesures de diffusion inélastiques
de neutrons dans le composé La2−xSrxCuO4 sous-dopé et au dopage optimal [97, 98]. Les
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excitations collectives de spins présentent deux composantes : une à basse énergie ∼ 20
meV et une à haute énergie ∼ 50 meV. En analogie avec les mesures d’ARPES et de
spectroscopie tunnel, il est suggéré que les excitations haute énergie sont celles qui affectent le
plus les quasiparticules et que le couplage des quasiparticules dans les SHTC serait d’origine
magnétique.

En résumé, bien qu’aucun processus à l’origine du mécanisme d’appariement ne soit
clairement identifié, ces deux scénarios sont les plus probables à ce jour.

2.4.2.3 Le métal étrange

Les mesures de transport dans la région située au dessus du dopage optimal présente des
dépendances en température anormales. De ce fait, cette région est communément appelée
métal étrange ou région non-liquide de Fermi. Par exemple, la résistivité ρab dans les plans
CuO2 est linéaire en température autour du dopage optimal [94]. Un fait surprenant est que
celle-ci continue à crôıtre linéairement avec la température jusqu’à ∼1000 K bien au dessus
de la limite Mott-Ioffe-Regel, qui prévoit que dans le cas d’un métal normal, quand le libre
parcours moyen est inférieur à la distance interatomique, la résistivité doit saturer. L’effet
Hall RH a également une dépendance en température anormale, puisque dans un métal
classique il est indépendant de la température, alors que dans l’état normal des cuprates on
observe un comportement RH ∼ 1/T à haute température et RH ∼ T à basse température
[99, 100]. Il a aussi été observée une légère déviation de la loi de Wiedemann-Franz, ca-
ractéristique d’un liquide de Fermi, dans le composé Bi-2201 optimalement dopé [101]. Pour
finir, un comportement anormal est également observé dans la conductivité infrarouge σ(ω),
qui adopte un comportement en fréquence contraire à un métal conventionnel (Drude) [102],
ou dans le continuum Raman électronique.

Ces observations contradictoires avec un comportement liquide de Fermi (LF) ont conduit
C.M. Varma et al. a proposer que cette région du diagramme de phase est décrite par un
modèle de liquide de Fermi marginal (LFM) [103]. La motivation de cette description est de
rendre compte des propriétés anormales observées au dopage optimal comme la linéarité de
la résistivité électrique. L’idée de base de ce modèle est que les électrons interagissent avec
un spectre d’excitations bosoniques dont la seule échelle d’énergie est la température. Afin
de visualiser la ”marginalité” de ce liquide de Fermi, on peut comparer les self-énergies d’un
LF et d’un LFM :

ΣFL(ω) = αω + iβ[ω2 + (πkBT )2] (2.23)

ΣLFM (ω) = λ

[
ω ln

x

ωc
− i

π

2
x

]
(2.24)

où x = max(|ω|, T ), ωc est un fréquence de coupure et λ une constante de couplage. A T = 0,
les quasiparticules d’un LF sont bien définies car Σ′′(ω)/Σ′(ω) est nul quand ω → 0 et que
le pôle Zk est fini à k=kF . Au contraire, dans un LFM, il n’y a pas de quasiparticules bien
définies car Σ′′(ω)/Σ′(ω) ∝ 1/ lnω et Zk s’annule comme 1/ ln ω à la surface de Fermi. A
partir de l’équation 2.24, le calcul de la conductivité longitudinale conduit à une dépendance
linéaire en température de la résistivité. Enfin, il faut noter que le comportement des lois
d’échelles des excitations basse énergie du modèle LFM sont caractéristiques de fluctuations
associées à un point critique quantique quand T →0.

Le fait que les quasiparticules ne soient pas bien définies est renforcé par les mesures
d’ARPES, qui ne montrent pas de pic de quasiparticules bien défini [104] (voir figure 2.15).
Malgré tout, la dérivée par rapport à k de la densité d’états est discontinue, permettant de
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définir une surface de Fermi.

Figure 2.15 – A gauche : Evolution en température des spectres ARPES au point nodal
N de la zone de Brillouin de Bi-2212 optimalement dopé (Tc=89 K). Alors que le pic de
quasiparticules observé dans l’état supraconducteur est étroit, il devient large dans l’état
normal. A droite : Spectres ARPES au point antinodal A de la zone de Brillouin pour des
composés surdopé (OD) et au dopage optimal (OP). D’après l’allure du spectre de Bi2212
optimalement dopé (Tc=89 K) à 100 K, il n’apparâıt pas de quasiparticules dans l’état
normal. En revanche, ce pic est présent dans l’état supraconducteur (T=50 K). Les spectres
des composés surdopés Bi-2201 (Tc=4 K) montrent un pic de quasiparticules bien définis
quelque soit la température. D’après [104]

2.4.2.4 L’état surdopé

Il est maintenant globalement admis que la région surdopée du diagramme de phase
des cuprates est un liquide de Fermi. En effet, on retrouve les différents comportements
attendus dans cette théorie dans les propriétés de transport, comme par exemple un co-
efficient de Sommerfeld γ(T) indépendant de la température [105] ou la vérification de
la loi de Wiedemann-Franz [106]. La résistivité dans le plan ρab(T ) a un comportement
parfaitement quadratique dans le régime très surdopé. Par exemple, dans le composé non-
supraconducteur La1.7Sr0.3CuO4, la résistivité à champ nul est∼ T 2 jusqu’à 55K [107] (figure
2.16). Cependant, pour les composés supraconducteurs surdopés, ρab contient une contri-
bution sur-linéaire et la résistivité semble plutôt s’écrire soit comme ρab(T ) ∼ αT + βT 2,
soit comme ρab(T ) ∼ αTn, où n varie de 1 à 2 du dopage optimal au régime très surdopé
[108, 109]. A plus haute température, ρab(T ) redevient linéaire au dessus d’une température
de crossover qui cöıncide, d’après la communauté de l’ARPES, avec la perte de cohérence
du pic de quasiparticules [110].

2.4.2.4.1 Relation de dispersion :
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De ce fait, l’état isolant de Mott n’a visiblement que peu d’influence sur le régime sur-
dopé et l’interaction coulombienne est suffisamment écrantée pour que les concepts habituels
du liquide de fermi soient appliqués. On peut donc supposer que le concept même de quasi-
particules avec un temps de vie fini a un sens. Ainsi, les notions de structure de bande et de
surface de Fermi également. Nous avons brièvement présenté dans le chapitre 1 les bases du
calcul de la structure électronique à l’aide du modèle des liaisons fortes. Il s’avère que dans
le cas des cuprates, ce modèle donne de bons résultats, simplement en considérant l’orbitale
dx2−y2 des cuivres et les orbitales px et py des oxygènes des plans CuO2. La relation de dis-
persion résultante est paramétrisée par des coefficients de sauts, caractérisant la possibilité
d’un électron de sauter d’un atome à un autre :

ε(k) = −2t(cos kx + cos ky)− 4t′ cos kx cos ky − 2t′′(cos 2kx + cos 2ky) + ...

+(termes de sauts inter − plans)
(2.25)

où les paramètres t, t′, t′′, ... représentent les intégrales de sauts dans un réseau carré, qui ne
peuvent pas toujours être déterminés précisément, en particulier dans le régime sous-dopé.
Les termes de sauts inter-plans t⊥ sont à prendre en compte lorsque plusieurs plans CuO2

sont présents dans la maille élémentaire. Il y a alors un hybridation entre les plans résultant
en un mouvement cohérent des électrons suivant l’axe c qui sautent entre les orbitales p des
deux plans de la maille et dont la conséquence est de séparer la bande en un bande liante
”inférieure” et une bande antiliante ”supérieure” (dans le cas des composés biplans). C’est
le phénomène de bilayer splitting.

2.4.2.4.2 Surface de Fermi :

Les structures de bandes peuvent ainsi être calculée grâce à la théorie de la fonctionnelle
de la densité basée sur l’approximation LDA. Dans le cas des cuprates, la relation de dis-
persion peut être considérée comme bidimensionnelle. La surface de Fermi est donc définie
par le contour d’énergie constante.

Il s’avère que dans le régime surdopé, les calculs de structure de bandes sont en excellent
accord avec la surface de Fermi observée expérimentalement [104, 111]. Celle-ci est cohérente
et caractérisée par des quasiparticules bien définies. Par exemple, la surface de Fermi du
composé Tl-2201 (Tc=30K, p ∼0.26) a été observée par M. Platé et al [68] à partir des
spectres d’ARPES obtenus à T=10K. Cette surface de Fermi consiste en une grosse poche
de trous (elle enferme des états inoccupés) 2D centrée en X (π,π) et occupant 63% de la
première zone de Brillouin (figure 2.17). L’observation d’une surface de Fermi cohérente,
mais à 3 dimensions, avait été faite peu de temps avant dans le même composé (à un dopage
légèrement différent p ∼0.24) par N.E. Hussey et al [67] par des mesures d’AMRO (Angular
Magnetoresistance Oscillations Measurements) 2.

2.4.2.5 L’état pseudogap

Les mesures thermodynamiques ou de transport dans l’état pseudogap montrent des com-
portements très différents de ceux observés dans les autres régions du diagramme de phase.
Les anomalies reportées par les expériences apparaissent en dessous d’une température notée
T ∗ > Tc qui diminue quand le dopage augmente. Cependant, la détermination de cette

2. Nous mentionnons dans la suite de cette thèse les récents résultats obtenus par B. Vignolle et al,
concernant l’observation d’oscillations quantiques (SdH et dHvA) dans Tl-2201 [112].
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Figure 2.16 – Comportement quadratique de la résistivité ρab − ρab(T=0) dans
La1.7Sr0.3CuO4, caractéristique d’un liquide de Fermi, de 95mK à 55K. [107].

température n’est pas évidente car elle dépend de la sonde utilisée. Nous verrons d’ailleurs
que la région où la ligne T ∗ approche le dôme supraconducteur fait encore débat dans la
communauté. La principale propriété de la phase sous-dopée des cuprates est l’ouverture
d’un gap partiel (d’où le terme employé de pseudogap) dans les excitations de spins. Il
est important de noter que T ∗ ne représente pas une transition de phase, mais plutôt un
crossover, c’est-à-dire un changement continu d’une phase à une autre.

Nous allons dans ce qui suit passer en revue quelques résultats expérimentaux qui ont
permis de mettre en évidence les anomalies de la phase sous-dopée, interprétée comme
l’ouverture d’un pseudogap dans le spectre des excitations de basse énergie.

2.4.2.5.1 Mesures de résonance magnétique nucléaire :

Les premières expériences a avoir mis en évidence l’existence de la phase pseudogap
sont des mesures de résonance magnétique nucléaire, qui sondent les excitations de spins.
La première mesure de (T1T)−1 (proportionnel à la susceptibilité au vecteur d’onde AF
QAF = (π, π)) des cuivres des plans 63Cu d’un composé YBCO sous-dopé [113] a montré
que la susceptibilité χ(T ) atteint un maximum à une température T ∗ > Tc (figure 2.18)
et chute ensuite rapidement. Cette observation supporte l’idée de l’ouverture d’un gap de
spins au dessus de Tc dans la phase sous-dopée. En effet, dans un métal normal, (T1T)−1

est indépendant de la température (comportement dit de Koringa). Les mesures de Knight-
shift Ks (proportionnel à la partie réelle de la susceptibilité χ′(q = 0, ω)) qui sondent la
polarisation des électrons sous l’effet d’un champ magnétique, ont également mis en évidence
le pseudogap [114]. La susceptibilité est quasiment indépendante de la température entre
700K et 300K, comme dans un métal ordinaire, mais décrôıt fortement en dessous de 300K
et à Tc et finalement 80% de la susceptibilité des spins est perdue.

On peut noter que la température de crossover n’est pas la même pour la susceptibilité
dynamique mesurée en q = 0 et pour la susceptibilité dynamique mesurée en q = QAF .
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Figure 2.17 – Les spectres ARPES obtenus dans le composé Tl2201 surdopé (Tc=30K)
présentent des pics étroits au niveau de Fermi, impliquant l’existence de quasiparticules bien
définies dans la région surdopée du diagramme de phase. La surface de Fermi de Tl2201
reconstruite (d) à partir des spectres d’ARPES (b et c) consiste en une poche de trous
centrée en X (π,π) occupant 63% de la première zone de Brillouin [68]. Celle-ci est en
excellent accord avec les calculs de structure de bande LDA (a) et avec la surface de Fermi
obtenue en AMRO [67].

Ceci a entrâıné les différents auteurs à suggérer qu’il existe deux températures de crossover :
T 0 > T ∗ associée à un phénomène affectant la densité d’états et T ∗, résultant de l’ouverture
d’un gap dans les excitations AF [115].

2.4.2.5.2 Mesures de diffusion inélastique de neutrons :

En complémentarité des mesures RMN, les mesures de diffusion inélastiques de neutrons
permettent l’étude du spectre des excitations magnétiques en fonction de l’énergie et pour
n’importe quel vecteur de l’espace réciproque. En particulier, les mesures effectuées dans
le composé YBCO proche du dopage optimal (x >0.95) montre l’existence, uniquement
dans l’état supraconducteur, d’une excitation antiferromagnétique définie par un pic de
résonance magnétique autour du vecteur d’onde antiferromagnétique QAF = (π, π) d’énergie
de résonance Er ∼ 40 meV [116]. Ce pic a ensuite été observé dans Bi-2212 [117] et Tl-2201
[118] et semble donc être une propriété universelle des cuprates. De manière générale, il est
observé que l’énergie de résonance vaut Er ∼ 5kBTc.

Une autre universalité des cuprates est observée dans la dispersion des excitations
magnétiques [119, 120, 121, 122, 123]. Celles-ci ont une forte dispersion en énergie : à basse
énergie les excitations sont incommensurées en Q = (π(1 + δ), π) et présentent une disper-
sion vers QAF en augmentant l’énergie. Le paramètre d’incommensurabilité δ représente le
déplacement de la diffusion magnétique par rapport à QAF et est proportionnel au dopage
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2. Les systèmes d’électrons fortement corrélés : un survol

jusqu’au dopage optimal [121].
De façon générale, on peut noter que :
• un gap de spin se développe pour T < Tc.
• concernant le pseudogap, il est observé que la diffusion magnétique présente un maxi-

mum en QAF pour E = 10 meV à une température correspondant au pseudogap
comme présenté en figure 2.18c.

Ces observations suggèrent que les excitations magnétiques ont un lien très proche avec
le mécanisme d’appariement dans les supraconducteurs à haute température critique.

(a)

(c)

(b)

Figure 2.18 – (a) Mesures de 63T1T−1 de 63Cu en fonction de la température pour YBCO
optimalement dopé (carrés) et YBCO sous-dopé (ronds). Pour le composé optimalement
dopé, le maximum de 63T1T−1 est à Tc (conséquence de l’appariement des électrons) alors
que pour le composé sous-dopé le maximum est vers 130K> Tc. D’après [115]. (b) Knight-
shift de YBCO pour plusieurs valeurs de dopages [114]. (c) Dépendance en température du
signal magnétique mesuré par diffusion inélastique de neutrons dans YBa2Cu3O6.83 pour ~ω
= 10meV. D’après [124]

2.4.2.5.3 Mesures de spectroscopie tunnel :

La spectroscopie tunnel est l’une des méthodes les plus adaptées pour sonder la densité
d’états électroniques proche du niveau de Fermi. Cependant, en raison de la faible lon-
gueur de cohérence des cuprates, cette mesure est rendue difficile et nécessite des surfaces
de grande qualité. Ces expériences sont réalisées soit par microscopie à effet tunnel, soit
par jonction tunnel. La figure 2.19 présente les spectres de la conductance tunnel dI/dV 3

obtenus par microscopie à effet tunnel dans des cristaux de Bi-2212 sous-dopés (Tc=83K).
En dessous de Tc, les spectres présentent deux pics de part et d’autre du niveau de Fermi
(Vsample=0mV), l’écart entre ces pics définissant le gap. Ce comportement est caractéristique

3. La conductance tunnel dI(V)/dV est proportionnelle à la densité d’états électroniques locale à la surface
de l’échantillon.
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d’un supraconducteur conventionnel. Cependant, on constate que même après la disparition
des pics à Tc, un gap persiste jusqu’à des températures proches de la température ambiante,
attribué par les auteurs au pseudogap. On remarque également que contrairement au cas
BCS, l’amplitude du gap en dessous de Tc est indépendante de la température mais une
étude de l’amplitude du gap en fonction du dopage révèle que celle-ci diminue quand le
dopage augmente [125].

Figure 2.19 – Conductance tunnel dans le composé sous-dopé Bi2212, d’après [125]. Le gap
supraconducteur, correspondant à l’écart entre les deux pics, est ouvert au niveau de Fermi
et ne semble pas dépendre de la température. Un gap dans la densité d’états subsiste dans
l’état normal et est attribué à l’existence d’un pseudogap.

65
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2.4.2.5.4 Les mesures de transport :

Nous avons déjà évoqué les comportements particuliers de la résistivité ρab en fonction du
dopage ; dans l’état sous-dopé, on observe une déviation à la linéarité vers une température
T ∗, comparable à la température de pseudogap observé en RMN. Cette anomalie est illustrée
figure 2.20 où la diminution de la résistivité à T ∗ est attribuée à la diminution des diffusions
par les spins du fait de l’ouverture d’un gap dans ces mêmes excitations.

Figure 2.20 – Déviation du comportement linéaire de la résistivité dans YBa2Cu4O8 (sous-
dopé) vers 200K attribuée à la formation du pseudogap [126].

L’évolution de la température de pseudogap est également étudiée en observant le com-
portement de la constante de Hall en fonction de la température. Nous avons vu que dans un
métal normal, RH ne dépend que de la densité de porteurs et que celle-ci étant indépendante
de la température, RH l’est également. En revanche, bien que RH soit pratiquement constant
au dessus de T ∗, une forte dépendance en température en dessous de T ∗ est observée [127].

Un diagramme de phase correspondant au côté sous-dopé a été déterminé à partir de la
courbure de la résistivité dans le plan ρab par Y. Ando et al [128]. Les diagrammes de phase
obtenus démontrent une certaine universalité entre les différentes familles de composé. Les
résultats obtenus pour YBCO sont montré sur la figure 2.21. La ligne du pseudogap (ligne
diagonale blanche séparant les régions rouge et bleue du côté sous-dopé pour p <0.16) se
termine vers le sommet du dôme supraconducteur et ne s’étend pas dans la région surdopée ;
ceci est particulièrement visible pour LSCO et BSLCO.

2.4.2.5.5 Les mesures de conductivité optique :

Dans le cadre d’un liquide de Fermi, en supposant le temps de relaxation τ constant et
que seules les diffusions sur les impuretés sont considérées, la conductivité est donnée par
la formule de Drude :

σ(ω) =
1
4π

ω2
p

1
τ − iω

(2.26)

où pour une surface de Fermi sphérique la fréquence plasma ωp = 4πne2

m . Si par contre les
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Figure 2.21 – Diagramme de phase de YBa2Cu3Oy déterminés à partir de la courbure de la
résistivité ρab [128]. Les courbes de résistivité figurent au dessus du diagramme de phase ; les
courbes bleues (rouges) sont celles des échantillons sous-dopés (surdopés), la courbe verte
étant celle qui correspond au dopage optimal.

processus contribuant au temps de relaxation sont inélastiques, τ dépend de la fréquence et
la conductivité est donnée par la formule de Drude généralisée :

σ(ω, T ) =
1
4π

ω2
p

1
τ(ω,T ) − iω[1 + λ(ω, T )]

(2.27)

où
1

τ(ω, T )
=

ω2
p

4π
Re

(
1

σ(ω)

)
(2.28)

décrit le taux de diffusion et

λ(ω, T ) = −ω2
p

4π

1
ω

Im

(
1

σ(ω)

)
(2.29)

est assimilé à un facteur de renormalisation de la masse m∗ = m(1+λ) due aux interactions
entre les quasiparticules. La résistivité n’est autre que la limite ω →0 de 1/σ(ω, T ).

La mesure de la conductivité optique infrarouge dans les plans CuO2 σab(ω, T ) permet
de déterminer le taux de diffusion Γ(ω) = 1

τ(ω) . Le pseudogap a ainsi pu être mis en évidence
à partir d’analyses des spectres basée sur le modèle de Drude. En effet, dans l’état normal
(T > Tc), le taux diffusion est linéaire en température mais on peut observer une diminution

67



2. Les systèmes d’électrons fortement corrélés : un survol

de ce taux pour des températures supérieures à Tc. Cette chute de Γ(ω) a été interprétée
comme la conséquence de l’ouverture d’un gap dans le spectre des excitations de charge des
plans CuO2 [129, 130]. La détermination de T ∗ n’est pas évidente ; elle nécessite des mesures
pour de nombreuses températures, mais l’ordre de grandeur obtenu semble correspondre aux
valeurs obtenues en RMN. La figure 2.22 montre la dépendance en fréquence du taux de
diffusion Γ(ω) (et de la masse effective en dessous) du composé Y124 (Tc=82K) pour trois
différentes températures. Alors que pour les trois températures Γ(ω) est quasiment linéaire
au dessus de 750 cm−1, une chute brutale, associée au pseudogap, se développe juste au
dessus de Tc. Une comparaison entre la dépendance en fréquence du taux de diffusion mesuré
entre un composé YBCO au dopage optimal et un composé YBCO sous-dopé montre que le
spectre observé dans l’état supraconducteur du premier est très semblable à celui observé
dans l’état pseudogap du second, suggérant que l’état pseudogap et l’état supraconducteur
sont étroitement liés.

Figure 2.22 – Dépendance en fréquence du taux de diffusion dans Y124 pour trois
températures. Le taux de diffusion est quasiment linéaire pour les trois températures au
dessus de 750 cm−1. Une chute du taux de diffusion, associée au pseudogap se développe
juste au dessus de Tc [129].

De même que pour la résistivité, la conductivité optique mesurée perpendiculairement
aux plans CuO2, σc, présente un comportement atypique. Alors qu’à haute température la
conductivité est indépendante de la fréquence, en dessous de T ∗ le pseudogap est caractérisé
par une importante diminution de la conductivité. On peut noter que la fréquence à laquelle
la diminution du poids spectral intervient est indépendante de la température alors que
l’amplitude de σc diminue avec la température. Ce comportement est en accord avec les
mesures d’ARPES ou de spectroscopie tunnel qui montrent que l’intensité du gap ne varie
pas avec la température.
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2.4.2.5.6 Les mesures de chaleur spécifique :

Le pseudogap se manifeste également dans les mesures de chaleur spécifique. Cette sonde
est particulièrement efficace pour détecter l’ouverture d’un gap puisqu’elle est directement
proportionnelle à la densité d’états au niveau de Fermi. Cependant, les analyses ne sont
pas simples à réaliser car aux températures où le pseudogap apparâıt, la contribution des
phonons correspond à plus de 90% du signal. La figure 2.23 montre le coefficient de Som-
merfeld γ = C/T en fonction de la température pour différentes concentrations en oxygène
dans le composé Y0.8Ca0.2Ba2Cu3O7−δ. Le cadrant du haut (bas) correspond aux composés
surdopés (sous-dopés). Dans l’état normal des échantillons surdopés, on trouve le comporte-
ment attendu dans un métal normal, à savoir γ indépendant de la température. On remarque
également que γ est indépendant du dopage. A basse température, la dépendance linéaire
en température de γ est une conséquence de la présence de nœuds dans la densité d’états.
En revanche, on observe bien un saut de la chaleur spécifique à Tc, mais avec une amplitude
supérieure à celle prévue par la théorie BCS. Dans le cas des échantillons les plus sous-dopés
(δ >0.50), l’apparition du pseudogap se manifeste par une légère baisse de γ bien au dessus
du saut de chaleur spécifique à Tc vers T∼140K.

Cependant, la chaleur spécifique étant susceptible à la fois aux excitations de spins et
de charges, elle ne permet pas de conclure quant à la nature du pseudogap. En mesurant la
susceptibilité magnétique dans les mêmes échantillons, Loram et al ont montré que celle-ci
est en bon accord avec l’entropie, ce qui est attendu dans le cas d’un liquide de Fermi où le
rapport de Wilson est constant. Cela entrâıne que les densités d’états de spins et de charges
sont autant affectées l’une que l’autre.

2.4.2.5.7 Les mesures de photoémission par spectroscopie résolue en angle
(ARPES) :

Les mesures d’ARPES révèlent que, contrairement aux composés surdopés où la sur-
face de Fermi est bien définie, la surface de Fermi des cuprates sous-dopés ne forme pas un
contour continu dans l’espace réciproque, le pseudogap s’ouvrant à différentes températures
et en différentes régions de la surface de Fermi. La figure 2.24(gauche) présente des spectres
d’ARPES d’un composé Bi2Sr2CaCu2O8+δ légèrement sous-dopé (Tc=85K) pour trois différents
points (a, b et c) de la première zone de Brillouin et pour différentes températures, obtenus
par M.R. Norman et al [131]. Les observations importantes sont :

• le pic de quasiparticules reste bien défini en dessous de la température critique, quelque
soit le point où on se trouve sur la surface de Fermi (La figure 2.25 permet de visualiser
l’allure des spectres d’ARPES en fonction de la température dans la région sous-dopée
pour un point antinodal de la zone de Brillouin.),

• le gap supraconducteur (équivalent à une perte du poids spectral) diminue quand on
se dirige de la région antinodale vers la région nodale, ce qui est cohérent avec la
symétrie dx2−y2 du paramètre d’ordre,

• bien que le pic cohérent de quasiparticules disparaisse au dessus de la température
critique, le gap persiste mais le passage de l’état supraconducteur à l’état pseudogap
est continu.

Pour chaque point de la surface de Fermi, la température de pseudogap T ∗ est définie
quand le spectre de l’échantillon se confond avec le spectre de la référence de Pt (en poin-
tillés). On voit alors (cadrant (e) de la figure 2.24) que le pseudogap apparâıt à différentes
températures selon le point a, b ou c. Ces résultats ont permis de reconstruire la surface de
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Figure 2.23 – Coefficient de Sommerfeld γ=C/T pour des échantillons surdopés (a) et sous
dopés (b) du composé Y0.8Ca0.2Ba2Cu3O7−δ. Les quantités d’oxygène δ sont indiquées sur
chaque courbe. Dans les échantillons surdopés, le gap se manifeste par un saut de chaleur
spécifique et est ensuite suivi d’une chute de γ. Pour les échantillons sous-dopés, on observe
l’apparition du pseudogap par une légère baisse de γ bien au dessus de Tc. D’après [105].

Fermi des composés sous-dopés en fonction de la température (figure 2.24(droite)). A haute
température, la surface de Fermi est bien définie (les états électroniques sont représentés
en noir). En descendant la température en dessous de T ∗, le pseudogap commence à s’ou-
vrir (zones blanches), tout d’abord dans les régions antinodales puis s’étend au fur et à
mesure vers les régions nodales, jusqu’à ne laisser que quatre arcs discontinus, appelés arcs
de Fermi, qui se réduisent à des points en dessous de Tc. Il a par exemple été récemment
proposé que la longueur de ces arcs dépend uniquement du rapport entre la température et
la température de pseudogap t = T/T ∗(x) [132], s’extrapolant à zéro à t=0. En outre, alors
que l’amplitude du pseudogap augmente quand le dopage diminue, des mesures d’ARPES
suggèrent l’existence d’un deuxième gap, correspondant aux régions nodales et qui n’a pas la
même dépendance que le pseudogap en (0,π) [133]. Ce dernier, augmentant avec le dopage,
serait en fait associé à la supraconductivité. L’exitance de ces deux gaps est suggérée par
d’autres sondes expérimentales comme les études de réflexion Andreev [134] ou le Raman
électronique [135].

L’existence (et l’origine) de ces arcs de Fermi fait encore débat. De plus, déterminer si
les cuprates ont une surface de Fermi a toute son importance quant à la compréhension de
la supraconductivité à haute température dans ces composés. Il a par exemple été proposé
que le pseudogap s’ouvre dans les régions antinodales, conduisant à une surface de Fermi
constituée de petites poches nodales [138]. La figure 2.26 montre la grande surface de Fermi
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Figure 2.24 – A gauche : Dépendance en température des spectres d’ARPES obtenu en
trois différents points de la zone de Brillouin (cadrant d) dans un composé sous-dopé Bi2212
(Tc=85K), d’après [131] Les lignes en pointillé représentent le spectre de la référence de Pt.
A droite : Surface de Fermi du composé Bi2212 (Tc=85K). A mesure que la température
diminue, le gap, qui apparâıt tout d’abord dans la région (0,π), s’agrandit vers les régions
(π,π) et la surface de Fermi passe d’une grande orbite continue à quatre arcs de Fermi
déconnectés. D’après [136]

des composés surdopés comparée à la surface de Fermi partiellement gappée des composés
sous-dopés. Le poids spectral serait en fait non pas un arc, mais une petite poche. Ces petites
poches (ou ces arcs de Fermi) pourraient apparâıtre en raison de la proximité de l’isolant de
Mott [139] ou encore suite à une reconstruction de la surface de Fermi due à la formation
d’une phase ordonnée avec des brisures de symétrie [140, 141, 142].

71
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Figure 2.25 – Représentation schématique d’un spectre d’ARPES pour T < Tc (en bleu), T ∼
Tc (en rouge) et T > Tc en vert. Dans l’état supraconducteur, il y a un pic de quasiparticules,
définissant des excitations électroniques bien définies. Le gap supraconducteur correspond à
la suppression de l’intensité à basse énergie. A mesure que la température augmente, le pic
disparâıt à Tc, mais le gap persiste au dessus [137].

Figure 2.26 – Surface de Fermi d’un composé Bi2212 surdopé (carrés) comparée à celle d’un
composé sous-dopé (cercles). Les auteurs stipulent que le pseudogap entrâıne la création de
petites poches nodales [138].
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2.4.3 Différentes théories proposées pour la supraconductivité des cuprates

La compréhension de la phase pseudogap dans les cuprates constitue un challenge impor-
tant à relever pour les théoriciens. Comprendre la phase pseudogap reviendrait à élucider
le mystère de la supraconductivité à haute température critique. La principale difficulté
consiste à concilier les différentes propriétés du diagramme de phase, soit passer d’un iso-
lant de Mott à un liquide de Fermi, en traversant une phase métallique avec des propriétés
anormales.

La question qui fait débat est de savoir où se termine la ligne de la température de
pseudogap T ∗. Les modèles théoriques peuvent être séparés en deux groupes : ceux qui
attribuent au pseudogap l’existence de paires préformées et ceux qui confèrent au pseudogap
un ordre en compétition avec la supraconductivité. Le diagramme de phase schématique basé
sur chacun de ces deux scénarios est représenté sur la figure 2.27.
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Figure 2.27 – (a) Dans les scénarios basés sur l’existence de paires préformées, la ligne T ∗ se
confond avec la température critique dans le régime surdopé. (b) Dans le cas où le pseudogap
présente un ordre en compétition avec la supraconductivité, la ligne T ∗ coupe la ligne Tc et
s’annule à un dopage critique pc=0.19 juste en dessous du dopage optimal [143, 144].

2.4.3.1 Le modèle RVB

Bien avant la découverte de la supraconductivité à haute température critique, il a
été postulé par Anderson et Fazekas [145, 146] qu’un liquide de spins, appelé état RVB
(Resonating valence bond), pouvait décrire un état quantique de spins couplés 1/2 à basse
dimension. En adaptant cette théorie au cas des cuprates, Anderson suggéra qu’un état RVB
peut être formé en appliquant le projecteur de Gutzwiller à un état supraconducteur type
BCS [147]. Bien que l’état fondamental des composés parents des cuprates soit un isolant
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de Mott et non un liquide de spins, il a été proposé qu’en introduisant des trous dans le
matériau, l’état AF de Néel est détruit ; les spins forment alors une superposition d’états
singulets (de même symétrie que l’état BCS) et il n’y a pas d’ordre AF à longue distance.
L’énergie nécessaire pour briser ces singulets conduit à un gap de spin, associé au pseudogap,
dont l’énergie caractéristique n’est autre que l’énergie d’échange, qui dans le cas des cuprates
sous-dopés est de l’ordre de ∼100 meV, valeur très similaire à l’énergie caractéristique du
pseudogap extrapolée à p=0.

La formation de ces singulets permet d’expliquer les anomalies du pseudogap, comme
par exemple la diminution de la susceptibilité uniforme de spins. Les trous non-appariés
sont alors responsables du transport électronique. Le poids spectral mesuré en conductivité
dans les plans est donné par le dopage et n’est pas affecté par la formation des singulets. En
revanche, la conductivité mesurée suivant l’axe c (⊥ aux plans CuO2) nécessite la brisure
d’un singulet. Ceci peut alors expliquer l’observation d’un gap dans les mesures de σc(ω) ou
encore le gap vu en ARPES.

Un second concept de cette théorie est la séparation des degrés de liberté de spin et
de charge (ou fractionnalisation de l’électron). Les excitations élémentaires du système sont
alors des spinons, portant le spin 1/2 et sans charge (ce sont des fermions) et les holons,
transportant uniquement la charge (ce sont des bosons).

Le diagramme de phase RVB, élaboré suite aux travaux de Kotliar et Liu [148] et de
Nagaosa et Lee [149] est présenté sur la figure 2.29. Deux échelles d’énergie interviennent :

• TRV B, correspondant à la température de formation des singulets de spins et qui
entrâıne l’ouverture d’un gap de spins associé au pseudogap

• TBE , identifiée à la température à laquelle les excitations de charge deviennent cohérentes
et au dessus de laquelle on a séparation spin-charge.

La formation d’un état supraconducteur de symétrie d apparâıt pour T < TRV B et T < TBE

suite à la condensation des singulets et à la cohérence des charges. Pour T > TRV B et
T > TBE , on a une séparation des degrés de liberté de spin et de charge dont les excitations
sont incohérentes ; cette phase est identifiée au métal étrange. Enfin, pour TRV B < T < TBE ,
les excitations de charges sont cohérentes et une condensation de Bose-Einstein confère aux
quasiparticules un poids spectral bien défini, caractérisant un liquide de Fermi.

Néanmoins, le fait que la chaleur spécifique, reliée à tous les types d’excitations, et
que la susceptibilité magnétique, seulement reliée aux excitations de spins, exhibent des
comportements similaires en température dans la phase pseudogap, va à l’encontre d’une
séparation spin-charge.

Figure 2.28 – A gauche : Réseau antiferromagnétique de Néel. A droite : Etat liquide de
singulets de spins RVB. D’après [150].
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Figure 2.29 – Diagramme de phase RVB.

2.4.3.2 Fluctuations supraconductrices - Paires préformées

En raison de la symétrie d du pseudogap, celui-ci apparâıt comme un possible état
précurseur de la formation des paires de Cooper. Dans un supraconducteur BCS, les paires
de Cooper se condensent et acquièrent une cohérence de phase à la température critique (Tc).
Dans le cas où la fonction d’onde d’une paire est très localisée et que la densité électronique
est faible, il est suggéré que la phase pseudogap résulte de la formation de paires préformées
sans cohérence de phase. Ces paires seraient responsables des différentes propriétés thermo-
dynamiques et de transport au dessus de la température critique et la cohérence de phase
conduisant à la supraconductivité n’est acquise qu’à Tc. Il a alors été proposé plusieurs
scénarios parmi lesquels :

• Un Crossover BCS-BE : en faisant varier certains paramètres expérimentaux, on pour-
rait passer d’un régime de paires BCS, caractérisé par kF ξ0 À 1, à une condensation
de Bose-Einstein (BE) des paires, caractérisée par kF ξ0 ¿ 1. En effet, dans un scénario
proposé par Randeria, la faible longueur de cohérence dans les cuprates implique que
les paires qui se forment à T ∗ ne peuvent avoir de cohérence de phase à longue dis-
tance [151]. Deux modèles sont utilisés pour étudier ce crossover : (i) en considérant un
hamiltonien de Hubbard attractif, c’est-à-dire où la taille des paires varie en fonction
de | U | (U <0). Sur la figure 2.30 on montre le diagramme de phase de ce modèle
obtenu par les calculs numériques et illustrant ce crossover (l’état fondamental étant
supraconducteur). La limite des couplages faibles (U

t ¿ 1) est bien décrite par la
théorie BCS où la destruction des paires et de la cohérence de phase se fait à la même
température critique Tc ∼ texp(−t/ | U |), l’état normal étant un liquide de Fermi. A
l’opposé, la limite des couplages forts (U

t À 1), où l’état fondamental est un condensat
de bosons, fait intervenir deux températures : Tc ∼ t2/U où la cohérence de phase est
perdue et T ∗ ∼| U | où les paires sont détruites. (ii) En considérant un modèle BCS
que l’on étudie par la méthode des intégrales fonctionnelles. Cependant, bien que ce
modèle décrive correctement le régime des couplages faibles, il ne semble pas décrire
de façon qualitative la physique au dessus de la limite BCS.
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• Fluctuations de phases : Emery et Kivelson ont considéré le cas d’un supraconduc-
teur 2D où la densité de porteurs est faible et où les fluctuations de phases jouent
un rôle essentiel [152]. L’amplitude importante des fluctuations explique l’absence de
cohérence de phase à T ∗. Ils ont ainsi considéré que le système est caractérisé par deux
températures caractéristiques en plus de Tc : Tmax

θ à laquelle la cohérence de phase
disparâıt, et TMF , la température de transition de champ moyen. Cette théorie est
basée sur le modèle X-Y (décrivant des spins classiques sur un réseau bidimension-
nel) qui présente une transition de phase appelée transition de Kosterlitz-Thouless de
température de transition TKT (équivalant dans ce cas à Tmax

θ ), correspondant à un
changement de la fonction de corrélation des spins. Si Tmax

θ À Tc, alors les fluctua-
tions n’ont que très peu d’effet sur la transition supraconductrice ; le système est dit
rigide. A l’inverse, les cuprates sont des systèmes peu rigides car Tmax

θ ≤ Tc et les
fluctuations de phases sont importantes.

|U|

~t  /|U|
2

te

T* ~|U|

Tc

-t/|U|

Figure 2.30 – Diagramme de phase schématique basé sur le modèle de l’hamiltonien de
Hubbard attractif, illustrant le crossover BCS-BE et montrant la dépendance de Tc et de
T ∗ [151].

2.4.3.3 Ordres en compétition

Certains scénarios prévoient que la phase pseudogap soit caractérisée par un ordre en
compétition avec la supraconductivité.

2.4.3.3.1 Ordre de stripes :
Plusieurs expériences ont montré que l’antiferromagnétisme et la supraconductivité, pour-
tant antagonistes, peuvent coexister. Il a été prédit théoriquement qu’à faible dopage, un
matériau antiferromagnétique peut être sujet à une séparation de phase électronique, condui-
sant à une phase appelée stripe [153, 154]. Cette phase apparâıt comme un compromis entre
les interactions AF entre les ions magnétiques combinées à la répulsion coulombienne entre
les charges qui a tendance à localiser les électrons, et l’énergie cinétique des trous qui a ten-
dance à délocaliser la charge. Les stripes consistent en des rivières de charges 1D séparées
par des régions AF isolantes et peuvent être vues comme la ”superposition” d’une onde de
densité de charges et d’une onde de densité de spin inhomogènes. Expérimentalement, les
stripes sont plus facilement détectables lorsqu’elles sont statiques (c’est le cas des matériaux
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isolants). En effet, les neutrons n’ayant pas de charge, ils interagissent avec le noyau ato-
mique et non directement avec la charge. Les stripes statiques sont alors détectées via
le déplacements des ions constituant le réseau cristallin. Cependant, les stripes peuvent
également être dynamiques, nécessitant alors de nouveaux mécanismes pour le transport de
charges et la supraconductivité.

La mise en évidence la plus directe des stripes provient des mesures de diffusion de neu-
trons, mais aussi de la diffraction des rayons X. Cependant, l’existence de stripes statiques
n’a pu être observée que dans des composés La2−xSrxCuO4 dont on remplace des atomes
de La par des atomes de Nd ou de Eu [155], ou encore dans La1.875Ba0.125−xSrxCuO4 [156].
L’ordre de charge et de spins concordant avec des stripes est maximal pour x = 1

8 .
A ce dopage particulier, LSCO présente une transition de phase structurale à basse

température entre une phase orthorombique et une phase tétragonale basse température
(dite LTT pour low-temperature tetragonal). Cette phase LTT est stabilisée par l’apport de
neodymium. Le fait important est que la phase LTT présente un ordre à longue distance
concordant avec la formation d’une onde de densité unidimensionnelle, en accord avec les
mesures de photoémission et de transport.

L’universalité de l’existence de stripes dans les cuprates est controversée, même si l’ob-
servation de pics magnétiques incommensurables par des mesures de diffusion inélastique de
neutrons dans des composés LSCO et YBCO à différents dopages a été interprétée comme
l’existence de stripes dynamiques [157, 158]. De récents résultats de mesures de diffusion
de neutrons dans les composés YBa2Cu3O6.6 et YBa2Cu3O6.85 ont montré que les fluctua-
tions magnétiques sont bidimensionnelles, ce qui exclue l’existence de stripes statiques dans
YBCO sur une large gamme de dopage [159].

L’intérêt des stripes est qu’il engendre une unidimensionnalité structurale, qui contient
naturellement les instabilités du liquide de Fermi, particulièrement l’état non-liquide de
Fermi présentant une séparation spin-charge. Les paires de trous seraient alors formées suite
à des sauts virtuels entre les stripes et l’ordre supraconducteur à longue distance se ferait
suite à une cohérence de phase entre les stripes via un couplage Josephson. Autrement dit,
il y aurait un crossover entre un état non-liquide de Fermi 1D et un état supraconducteur
cohérent 3D.

Figure 2.31 – Formation de stripes statiques et dynamiques [153].

2.4.3.3.2 Etat électronique nématique :
Des états électroniques présentant des propriétés anisotropes dans le plan, autrement dit
qui brisent la symétrie de rotation et/ou de translation peuvent être vus de façon analogue
à des cristaux liquides classiques. Dans le cas des stripes, les symétries de rotation et de
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translation sont brisées ; on a alors une phase smectique. De récentes mesures de diffusion
inélastique de neutrons dans un échantillon du composé sous-dopé YBa2Cu3O6.45 (Tc=35 K)
montrent en effet une anisotropie prononcée des excitations magnétiques [160]. En effet, ces
mesures montrent que la symétrie de rotation à 90̊ n’est pas conservée par les excitations
de basse énergie en dessous de 150 K. L’anisotropie commence à augmenter en dessous de
∼ 150 K puis sature vers ∼ 50 K, au contraire du composé YBa2Cu3O6.6 où l’anisotropie
est forte à haute température mais faible à basse température [159, 161]. De plus, le spectre
des excitations magnétiques et la brisure de symétrie de rotation ne sont pas modifiés en
dessous de la température critique. Les auteurs interprètent leurs résultats par l’émergence
d’un ordre nématique du même type que les cristaux liquides, ordre qui coexiste avec la
supraconductivité dans les cuprates sous-dopés.

2.4.3.3.3 Courants orbitaux - Ordre DDW :

Un paramètre d’ordre, caractérisant le pseudogap, en compétition avec la supraconduc-
tivité est à priori un bon candidat pour expliquer la forme du dôme supraconducteur. S.
Chakravarty et al ont proposé que le pseudogap est un vrai gap s’ouvrant en (π,0), associé à
une onde de densité de charges et dont la symétrie est reliée à la symétrie d des plans CuO2

[141]. Ce paramètre d’ordre est appelé d-density wave order (DDW) ; il brise la symétrie
par renversement du temps ainsi que les symétries de translation et de rotation mais reste
invariant par combinaison des deux. Le développement de cette onde de densité de charge
est basée sur l’apparition de courants orbitaux dans les plans CuO2 (figure 2.32), mais jus-
qu’à ce jour la mise en évidence de ces courants par des mesures de diffusion de neutrons
est controversée en raison du faible signal généré par ces courants orbitaux, comparé à celui
des spins ordonnés.

En considérant que le vecteur d’ordre AF est Q = (π, π), on a une reconstruction de la
surface de Fermi entrâınant alors la formation de quatre poches de Fermi dans les régions
nodales (figure 2.32). S. Chakravarty et al ont suggéré que sous certaines conditions, seule
la moitié d’une poche est observable, réconciliant alors leurs résultats avec l’observation des
arcs de Fermi observés en ARPES.

Figure 2.32 – A gauche : Courants orbitaux dans les plans CuO2. A droite : Zone de
Brillouin d’un plan CuO2. Les pointillés représentent la nouvelle zone de Brillouin après
l’établissement de l’état DDW. Les cercles sont les poches constituant la surface de Fermi
[141].
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2.4.3.4 Point Critique Quantique

Deux types de scénarios sont évoqués afin d’identifier la nature du pseudogap : les
scénarios qui suggèrent que le pseudogap est un précurseur de l’état supraconducteur et
ceux qui supposent que le pseudogap est en compétition avec la supraconductivité. Dans
ce dernier cas, cette compétition peut impliquer la présence d’un point critique quantique
(PCQ). Celui-ci est par exemple évalué à l’endroit où la température de pseudogap T ∗

s’annulerait à un dopage critique pc=0.19 juste en dessous du dopage optimal [143, 144].
Un diagramme de phase schématique considérant un PCQ est représenté sur la figure

2.33. Un PCQ sépare une phase ordonnée, ici le pseudogap, d’une phase désordonnée, le
liquide de Fermi. A température finie, ces deux phases sont séparées par une phase critique
quantique qui est identifiée au métal étrange. Le dôme supraconducteur ”englobe” le PCQ.
Dans ce scénario, la transition liquide de Fermi/métal étrange est un crossover mais la
transition pseudogap/métal étrange est une vraie transition de phase.
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Figure 2.33 – Diagramme de phase schématique considérant un Point Critique Quantique.

La présence d’un PCQ est suggérée par plusieurs faits expérimentaux. J. Tallon et J.
Loram ont par exemple étudié les propriétés de transport et thermodynamiques mesurées
dans différentes famille de cuprates [144]. Leur analyse suggère que le pseudogap serait
caractérisé par une échelle d’énergie qui chuterait à zéro au dopage critique p=0.19, mais
que la température T ∗ ne serait une transition de phase mais un crossover.

Rappelons qu’un point critique quantique sépare une phase ordonnée d’un état liquide
de Fermi. Pour que la présence d’un PCQ dans le diagramme de phase des cuprates soit
envisageable, faut il encore qu’un ordre (magnétique, ...) caractérise celui-ci. Dernièrement,
quelques résultats expérimentaux ont suggéré l’existence d’un ordre magnétique pour des
températures inférieures à la température de pseudogap. Des mesures de diffusion élastique
de neutrons polarisés dans YBa2Cu3Oy ont mis en évidence un ordre magnétique (M '
0.05µB) qui ne brise pas la symétrie de translation, se développant à une température
comparable à la température de pseudogap observée en dans les mesures de résistivité [162].
Les propriétés de symétrie de la structure magnétique sont en accord avec le modèle de
courants orbitaux développé par C. Varma [163]. Dans ce modèle, chaque cellule unité
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est divisée en quatre ”plaquettes” dans lesquelles circulent des courants orbitaux entre les
cuivres et les oxygènes dans des directions alternativement opposées. Au passage de T ∗, la
symétrie par renversement du temps et la symétrie de rotation sont brisées. La brisure de
symétrie par renversement du temps est également suggérée par des mesures d’effet Kerr
dans YBa2Cu3Oy [164]. Ces mesures montrent qu’une rotation Kerr non nulle se développe
en dessous de la température de pseudogap et que cette phase est caractérisée par une
brisure de symétrie par renversement du temps. De plus, cet effet persiste en dessous de la
température critique, suggérant que la ligne T ∗ traverse le dôme supraconducteur et s’annule
à un point critique.

Outre le modèle de Varma, le pseudogap peut également être décrit par un état DDW
[141]. Le modèle du liquide de Fermi marginal, initialement introduit pour rendre compte des
propriétés anormales de l’état normal, est généralement évoqué pour caractériser la phase
quantique critique. De tels comportements sont reportés mais il reste encore à les confirmer
[165, 166].
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2.4.4 Motivation du travail de cette thèse

Comme nous avons pu le voir, les propriétés physiques des cuprates varient énormément
en fonction du dopage. Alors que dans le régime surdopé les propriétés d’un liquide de
Fermi semblent restaurées, attestant du caractère métallique du composé dans cette région
du diagramme de phase, la question demeure ouverte en ce qui concerne la phase sous-
dopée. En effet, l’une des questions clés quant à la compréhension de la supraconductivité
à haute température critique réside dans l’origine de ces différentes propriétés. La figure
2.34 présente la variation en fonction du dopage de la température de pseudogap T ∗. Il
semble que quelque soit la sonde expérimentale, un changement drastique dans les propriétés
électroniques intervient à proximité du dopage optimal.

Figure 2.34 – Variation de la température de pseudogap T ∗, déterminées par différentes
sondes expérimentales, en fonction du dopage pour deux familles de composés. Les carrés
correspondent à la température à laquelle RH devient très dépendant en température, les
cercles vides au maximum observé dans la susceptibilité de spins, les cercles pleins à la
température où chute le Knight-shift, les triangles (vides et pleins) à la température où la
résistivité dévie du comportement linéaire, et enfin et les traits aux mesures infrarouges
[115].

L’une des points les plus étranges concerne la surface de Fermi et sa variation avec le
dopage. Dans le cadre de la théorie des bandes, la surface de Fermi est supposée être quasi-
2D, de forme cylindrique et posséder 1+p porteurs. C’est ce qui est trouvé du côté surdopé.
En revanche, le régime sous-dopé est caractérisé par l’observation de nombreuses anomalies
et par l’apparente absence d’une surface de Fermi cohérente. Les mesures d’ARPES montrent
que le poids spectral est concentré dans les régions nodales et forment des arcs de Fermi
distincts et qui se concentrent en un point à température nulle. De plus, la densité superfluide
est proportionnelle au dopage p, ce qui semble suggérer que le régime sous-dopé est plus
étroitement relié à l’isolant de Mott antiferromagnétique que le régime métallique du côté
surdopé. De ce fait, la description du pseudogap en terme de non-liquide de Fermi est apparue
plausible. La question fondamentale est donc de déterminer si les cuprates sous-dopés ont
une surface de Fermi et le cas échéant, comment celle-ci varie avec le dopage.
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Afin de répondre à cette question, nous nous sommes intéressé dans cette thèse aux
propriétés de transport sous champ magnétique intense des cuprates sous-dopés YBa2Cu3Oy

. L’application d’un fort champ magnétique permet de restaurer un état résistif et de sonder
les propriétés électroniques de l’état fondamental des cuprates. Nous avons alors pu mettre en
évidence l’observation d’oscillations quantiques dans la résistance de deux composés YBCO,
révélant ainsi l’existence d’une surface de Fermi cohérente dans le régime sous-dopé, mais
de taille très inférieure à la surface de Fermi des cuprates surdopés. En outre, il apparâıt
que l’effet Hall, mesuré dans trois composés YBCO, est négatif à basse température dans
l’état normal, suggérant fortement la présence d’électrons dans la surface de Fermi.

Nous verrons que ces observations suggèrent fortement une reconstruction de la surface
de Fermi, qui interviendrait à proximité du dopage optimal.

Les résultats obtenus au cours de cette thèse ont relancé la course à la compréhension
de la supraconductivité à haute température critique
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Chapitre 3

Techniques expérimentales

3.1 Introduction

Le champ magnétique est une sonde très utilisée dans la physique de la matière condensée.
Comme nous avons pu le voir dans le chapitre 1, les électrons interagissent avec le champ
magnétique par le moment magnétique, dû au spin et au moment angulaire orbital, ou par
le mouvement cyclotron, causé par la force de Lorentz. La structure électronique d’un métal
peut donc être déterminée par l’effet Hall ou les oscillations quantiques par exemple. Ce-
pendant, dans de nombreux matériaux, des champs magnétiques de plusieurs (dizaines de)
Teslas (T) sont nécessaires afin d’étudier ces propriétés. Dans le cas des supraconducteurs à
haute température critique, l’état normal peut être rétablit autour d’un champ B ∼ 50 T.

Dans ce chapitre, nous présentons le dispositif expérimental du laboratoire pour la
génération de champs magnétiques pulsés intenses, puis les techniques de cryogénie que
nous avons utilisées. Ensuite, nous exposons les techniques expérimentales permettant de
mesurer les propriétés de transport et de thermoélectricité en champ magnétique pulsé, tout
en essayant de s’affranchir le plus possible des contraintes que celui-ci présente.

3.2 Dispositif expérimental

3.2.1 Génération des champs magnétiques pulsés

Parmi les différentes méthodes utilisées pour obtenir des champs magnétiques de longue
durée supérieurs à 20 T (bobine bitter, bobine hybride), la technique du champ magnétique
pulsé se révèle être la moins coûteuse et la moins encombrante. Celle-ci a été inventée par
Kapitza qui, en 1924, obtint 50 T dans une bobine de 1 mm de diamètre, puis 35 T avec un
pulse de 10 ms en 1927.

Le schéma de principe du générateur de champ magnétique pulsé de Toulouse est
représenté sur la figure 3.1(a). Le champ magnétique est obtenu par la décharge d’un banc
de condensateurs (10 cellules de 60 condensateurs) préalablement chargé sous une tension
inférieure ou égale à 24 kV. La décroissance lente en fonction du temps est obtenue par la
méthode crow-bar que nous rappelons ici sommairement.

A l’instant t=0, le banc de condensateurs chargés sous une tension V est connecté aux
bornes de la bobine, d’inductance L et de résistance r, par une batterie de thyristors. Le
courant crôıt alors sinusöıdalement dans le circuit jusqu’à atteindre une valeur Imax au bout
de T/4 où T = 2π

√
LC (où C est la capacité électrique des condensateurs) est la période

propre du circuit (dans l’hypothèse où la résistance r de la bobine est négligeable). Lorsque
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le courant atteint cette valeur maximum, la tension aux bornes des condensateurs s’inverse
puisqu’elle est en quadrature de phase avec le courant. Les diodes de puissance, montées
en parallèle avec la batterie de condensateurs, se mettent alors à conduire et toute l’énergie
magnétique contenue dans la bobine est dissipée par effet Joule à travers sa résistance. Le
courant décrôıt alors exponentiellement avec une constante de temps τ = L/r. Le champ
magnétique est proportionnel au courant (mesuré aux bornes de la résistance de quelques
milliohms appelée shunt) et présente l’allure de la figure 3.1(b). Mentionnons que le calcul
est approximatif et qu’il néglige en particulier l’échauffement de la bobine durant le tir. Tous
les dispositifs sont doublés afin de permettre une utilisation dans les deux sens (champ up
et champ down), la figure 3.1(a) ne représentant que la moitié du dispositif.

La fermeture du circuit est réalisée par un ensemble de thyristors de puissance groupés en
un montage série parallèle. Chaque thyristor est commandé par une impulsion de courant
traversant sa gâchette et obtenue par la décharge d’une petite capacité. Cette décharge
est elle-même provoquée par l’amorçage d’un petit thyristor déclenché optiquement par un
rayon lumineux transmis par fibre optique.

Les mesures effectuées au cours de cette thèse ont été réalisées dans deux types de bobines
différents. Les mesures de transport ont été réalisées dans une bobine en fils de cuivre-inox
(diamètre utile à 4.2 K : 8 mm, durée du pulse : 0.15 s, énergie : 1.2 MJ) de champ maximum
utile 62 T et les mesures d’effet Nernst dans une bobine en fils de cuivre (diamètre utile
à 4.2 K : 19 mm, durée du pulse : 1.2 s, énergie : 1.25 MJ) permettant d’atteindre 36 T.
Des bobines ”nouvelle génération” Cuivre-Zylon à densité de renforts optimisés (diamètre
utile à 4.2 K : 19 mm, durée du pulse : 0.250 s, énergie : 3.3 MJ) permettant d’atteindre
communément 55 T ont récemment été développées au laboratoire et sont par exemple
utilisées avec un réfrigérateur à dilution 3He-4He.

Le laboratoire dispose de dix box de mesure avec chacun un pupitre de tir. Pendant le tir,
les instruments de mesure sont alimentés grâce à des générateurs autonomes (Uninterruptible
Power Supply (UPS)). On contrôle l’ordinateur d’acquisition situé à l’intérieur du box par
des fibres optiques à l’extérieur du box car tout lien galvanique entre ce dernier et la salle
d’expérience est interdit.

Au cours d’un tir, la variation du champ magnétique est mesurée par une bobine pickup,
située à proximité de l’échantillon dont l’axe est parallèle au champ. Une bobine pickup
consiste en un enroulement de quelques spires de fils de cuivre. Le champ variant au cours
du temps, une tension qui lui est proportionnelle (formule 3.1) est induite aux bornes de
la bobine. Il suffit alors, connaissant le facteur géométrique S de la pickup, d’intégrer la
tension induite mesurée pour déterminer le champ (cf. formule 3.1).
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Figure 3.1 – (a) Schéma de principe du générateur 14 MJ de champ magnétique pulsé du
LNCMP. (b) Profil du champ magnétique pulsé en fonction du temps.
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3.2.2 Cryogénie

Afin d’obtenir un temps de décroissance important, on augmente la constante de temps
τ = L/r en plongeant la bobine dans l’azote liquide (la résistivité du cuivre constituant
la bobine diminue d’un facteur 7 entre 300 K et 77 K). De plus, la limite élastique du
cuivre augmente d’un facteur 2 à la température de l’azote liquide, améliorant ainsi la tenue
mécanique de la bobine. Le cryostat à azote liquide est représenté sur la figure 3.2(b) dans
lequel est immergé la bobine. Celui-ci est en inox non magnétique, donc de bonne tenue
mécanique. Il est fermé par une flasque en polycarbonate. Afin de minimiser les pertes en
azote, un écran thermique peut être placé sous le couvercle et des couches de super isolant
sont placées entre les deux parois en acier, entre lesquelles est maintenu un vide secondaire.

Les mesures à basse température sont réalisées grâce à des cryostats à hélium liquide
en acier inoxydable, comme illustré sur la figure 3.2(a). La canne de mesure prend place à
l’intérieur de telle sorte que l’échantillon, au bout de celle-ci, soit placé au centre du champ.
La taille du cryostat utilisé dépend du type de la bobine (de son diamètre). La queue de
cryostat est constituée de deux tubes très fins (∼ 0.1 mm) entre lesquels est maintenu un
vide secondaire.

Ces cryostats permettent de réaliser des mesures de la température ambiante à ∼ 1.5 K
en pompant sur le bain d’4He. Le haut du cryostat consiste en deux réservoirs d’hélium
liquide, reliés entre eux par un capillaire où le débit de liquide peut être réglé par une vanne
pointeau. En ne remplissant que le réservoir du haut (pour assurer une puissance frigorifique)
et en maintenant la vanne pointeau fermée, il est possible de réaliser des régulations de
températures entre l’hélium liquide et l’azote liquide grâce à une résistance de chauffage.
Celle-ci est placée entre les deux parois de la queue du cryostat et consiste en un enroulement
de fils de manganin, d’une résistance de quelques dizaines d’ohms.

réservoir
du haut

réservoir
du bas

capillaire

queue de cryostat

échantillon

canne de mesure cryostat 4He

cryostat azote

bobine

(a) (b)

Paroi
interne

Paroi
externe

Figure 3.2 – (a) Cryostat à hélium liquide et (b) cryostat à azote liquide avec la bobine de
champ et le cryostat à hélium liquide [167].
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La température est mesurée grâce à un thermomètre (généralement du type Cernox)
placé très près de l’échantillon sur la canne de mesure. Celui-ci et la résistance de chauffage
sont reliés à une régulation de température (Lakeshore ou Néocera) permettant de maintenir
une température constante au niveau de l’échantillon, mais également d’effectuer des rampes
en températures à la vitesse souhaitée.

3.2.3 Contraintes liées aux champs magnétiques pulsés

Nous avons vu que les mesures sous champs pulsés permettent d’atteindre des champs
magnétiques élevés mais cela entrâıne plusieurs contraintes :

• D’après la loi de Faraday, tout champ magnétique variable crée une tension induite e
dans toute boucle fermée perpendiculairement au champ :

e = −dφ

dt
= −S

dB

dt
+ B

dS

dt
(3.1)

où S est l’aire de la boucle. Afin de diminuer cet effet, tous les fils de la canne de
mesure sont torsadés par paires et collés le long de la canne parallèlement au champ.

• Les mesures thermiques doivent se faire sans porte échantillon métallique pour ne pas
générer de courants de Foucault.

• L’une des contraintes majeures est que l’on ne peut pas effectuer de moyennage pour
les mesures, le temps d’un pulse étant de quelques centaines de millisecondes. On doit
avoir recours à des filtrages analogiques et numériques.

• L’un des principaux problèmes concerne les vibrations de la bobine pendant un tir.
La solution consiste à (dé)coupler au mieux la bobine du cryostat 4He.

3.3 Mesures de transport sous champ magnétique pulsé

3.3.1 Montage des échantillons

La qualité d’une mesure de transport sous champ magnétique pulsé dépend grandement
de la qualité des contacts électriques des fils de mesure collés sur l’échantillon. La difficulté
réside à réaliser des contacts ayant la plus faible résistance de contact possible (cf La châıne
de mesure). Généralement, on utilise des fils d’argent de 25-50 µm de diamètre et les collages
sont réalisés avec de la laque d’Argent (référence 4929N chez Dupont de Nemours) diluée
avec de l’acétate de butyle.

Afin de s’affranchir de la résistance des fils de mesure, la résistance des échantillons est
mesurée en quatre fils. Selon le but de l’expérience et les dimensions de l’échantillon, deux
configurations de mesure sont possibles. Dans le cas où l’on ne souhaite mesurer que la
magnétorésistance transverse, ou si l’échantillon est trop petit, on utilise la configuration
de la figure 3.3(a). Il suffit alors de mesurer la tension V au cours d’un tir et de la diviser
par le courant d’excitation pour déterminer la magnétorésistance de l’échantillon, puisque
Rxx(B) = Rxx(−B). La résistivité ρxx(B) est définie par :

ρxx(B) =
wt

L
Rxx = αRxx (3.2)

où w, t et L sont la largeur, l’épaisseur et la longueur de l’échantillon et α est appelé le
facteur géométrique. Bien sûr, ces dimensions doivent dans ce cas être prises entre les fils
de mesures.
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La configuration de la figure 3.3(b) présente l’avantage de pouvoir extraire la magnétorésistance
Rxx et la résistance de Hall Rxy au cours d’une même expérience. Il suffit pour cela de réaliser
deux fois la même mesure dans des conditions identiques (température, courant d’excitation)
mais en inversant la polarité du champ. On a dans ce cas (par convention) :

RUp
mes = Rxx + Rxy et RDown

mes = Rxx −Rxy (3.3)

pour le champ Up et Down respectivement. On obtient alors :

Rxx =
RUp

mes + RDown
mes

2
et Rxy =

RUp
mes −RDown

mes

2
(3.4)

La résistivité ρxx(B) est obtenue comme précédemment. La résistivité de Hall ρxy(B) est
quant à elle déterminée par :

ρxy(B) = t
w

l
Rxy (3.5)

où t et w sont l’épaisseur et la largeur de l’échantillon et l est la distance entre les contacts
suivant y.

Rmes = Rxx

I+
I-

V+ V-

I+
I-

V+

V-

Rmes

Rxx

Rxy

(a) (b)

y

x
B
r

échantillon

Figure 3.3 – (a) Configuration de mesure de la magnétorésistance transverse uniquement.
(b) Configuration de mesure permettant d’extraire la magnétorésistance transverse et l’effet
Hall.

3.3.2 La châıne de mesure

Afin de mesurer la variation de la résistance d’un échantillon en fonction du champ
magnétique, on utilise la méthode de détection synchrone. Pour cela, on envoie un courant
alternatif de fréquence F généralement comprise entre 20 kHz et 60 kHz et typiquement de
quelques mA afin de ne pas chauffer l’échantillon ; c’est le signal de référence. Cette gamme
de fréquences se justifie par la nécessité de s’éloigner tout d’abord des induits et ensuite des
vibrations basses fréquences induites par la bobine lors du tir mais également des perturba-
tions hautes fréquences comme l’effet de peau et l’influence de capacités parasites. Malgré
toutes les précautions prises, des composantes additionnelles (bruit) s’ajoutent toujours à la
tension mesurée aux bornes de l’échantillon. Un amplificateur à détection synchrone (Lock-
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in Amplifier en anglais [LIA]), permet de s’en affranchir. Celui-ci multiplie le signal mesuré,
constitué de la fréquence F et de ses harmoniques ainsi que des fréquences parasites, par le
signal de référence de fréquence F . Ce signal est ensuite filtré par un filtre passe-bas. En ne
détectant que les signaux de fréquences très proches de F , le LIA permet d’obtenir le signal
que l’on cherche à mesurer. Le signal détecté est également caractérisé par la différence
de phase du signal brut provenant de l’échantillon par rapport au signal de référence, qui
est nulle dans le cas d’une résistance pure. Dans la réalité, cette différence n’est pas nulle
principalement en raison des capacités parasites. En mesurant cette différence, le LIA per-
met ainsi de reconstituer la composante en phase et la composante hors phase du signal de
l’échantillon.

Le principe d’une mesure de transport sous champ magnétique pulsé est assez simple.
La châıne de mesure est représentée sur la figure 3.4. Dans notre cas, le LIA nous sert uni-
quement à injecter le courant dans l’échantillon à la fréquence F souhaitée et à constituer
le signal de référence. On fait l’acquisition de l’intégralité du signal (c’est-à-dire le signal
de l’échantillon de fréquence F et le bruit) amplifié par un préamplificateur du type SR
560 (Stanford Research Systems) (typiquement par un gain G = 100) et des autres signaux
(pickup, signal de référence,...) par plusieurs cartes d’acquisition (une par voie) NI 5911 (Na-
tional Instruments), qui présente une résolution de 19 bits à la fréquence d’échantillonnage
Fech = 500 kHz.

Le signal est ensuite traité par un programme appelé Lockin numérique, qui réalise la
détection synchrone de la même façon qu’un LIA, mais après l’acquisition des données. On
a donc la possibilité de choisir les différents paramètres d’analyse après la mesure. Ceci est
particulièrement intéressant en ce qui concerne la constante de temps τ , qui correspond à la
durée pendant laquelle la détection intègre la moyenne glissante du signal et sa phase. Un
mauvais choix de τ pour l’acquisition du signal avec un LIA peut masquer des fréquences
d’oscillation rapides de la magnétorésistance par exemple. De plus, ce programme permet
de s’affranchir du délai de quelques constantes de temps au départ de l’acquisition due à
l’électronique, ce qui permet d’avoir des signaux mesurés pendant la montée et la descente
du champ confondus.

3.4 Mesure de l’effet Nernst sous champ magnétique pulsé

C’est la première fois que des mesures d’effet Nernst sont réalisées en champ magnétique
pulsé. La difficulté réside dans le fait que le gradient thermique soumis à l’échantillon est
continu et non alternatif. De ce fait, et contrairement aux mesures de transport, la mesure
du signal de l’échantillon se fait en continu et on récupère l’intégralité du signal. Le dispositif
est donc extrêmement sensibles aux courants induits ainsi qu’à toutes sources de bruit ou
de vibration extérieures. Par conséquent, nous n’avons pu effectuer nos mesures que dans
une bobine 36 T car beaucoup moins bruyante que les bobines 60 T ”nouvelle génération”.
En outre, comme nous l’avons déjà souligné, lors d’une mesure en champ pulsé, l’utilisation
d’un porte échantillon métallique est proscrite, ce qui rend la thermalisation plus difficile à
réaliser.

Nous allons dans la suite présenter le dispositif expérimental puis décrire la procédure
de mesure afin d’extraire le signal Nernst, tout en s’affranchissant des tensions induites et
de la composant longitudinale du signal.

89



3. Techniques expérimentales

Lock-in Amplifier
SR 830

Préamplificateur
SR 560

(ou INA 103)

Carte d’acquisition
NI 5911

Ordinateur
Extérieur box

Echantillon

Bobine 
pickup

I

V

Fibre
optique

Câbles BNC

Tête de canne
Ordinateur intérieur box

Lockin numérique

Figure 3.4 – Dispositif expérimental d’une mesure de transport sous champ magnétique
pulsé.

3.4.1 Description du dispositif expérimental

Le dispositif expérimental du bas de la canne de mesure est présenté sur la figure 3.5.
Celui-ci est constitué de plusieurs parties distinctes :

• Le porte échantillon en plastique sur lequel sont placés tous les éléments utiles à la
mesure.

• Le doigt froid est en LiF, qui possède une grande conductivité thermique à basse
température. Il est couplé au bain d’hélium soit par une fine plaque de cuivre soudée
à une pièce en laiton située loin de l’échantillon, soit grâce à du gaz d’échange que l’on
met dans l’insert de la canne.

• Le support de l’échantillon est en alumine (Al2O3). Les dimensions de cette pièce
ont été calculées de façon à pouvoir inverser la direction du gradient thermique (cf
ci-dessous).

• Le chauffage et le gradient thermique sont créés par deux résistances d’oxyde de
ruthénium (RuO2) placées de part et d’autre de l’échantillon et reliées à celui-ci par
un fil. Après réduction de la couche d’isolant et de la taille de ces résistances, celles-ci
font typiquement quelques dizaines d’ohms. On envoie alors un courant de ∼ 100 nA
dans ces résistances et la puissance dissipée par effet Joule engendre le gradient de
température dans l’échantillon. La valeur de la puissance dissipée est contrôlée par
une source de courant DC. Typiquement, le gradient thermique mesuré (à champ nul)
est de l’ordre de ∼ 1 K.

• La température moyenne et le gradient thermique sont déterminés par deux ther-
mocouples Chromel/Constantan (type E), collés de chaque côté de l’échantillon. Ces
thermocouples sont ceux qui présentent la plus grande fem à très basse température,
ce qui rend leur utilisation adéquate à nos mesures. De plus, ils sont non magnétiques.
La température de référence est celle d’un thermomètre (Cernox) collé sur le doigt froid
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en LiF proche de l’échantillon et dont la résistance est mesurée à l’aide d’un LIA. La
tension de chaque thermocouple est amplifiée par un amplificateur DC nanovoltmètre
(A10 EMelectronics), de gain 1000, et mesurée par à un multimètre (Keithley 2000).
La mesure ne pouvant être faite pendant le tir, la température et le gradient thermique
sont mesurés avant et après le tir.

• Les fils de mesure de la tension Vxy du signal Nernst sont en cuivre de diamètre
50 µm. La qualité de cette canne réside dans le fait que les fils sont directement reliés
à l’échantillon et soudés à un connecteur BR2 dans la tête de canne, sans connexion
intermédiaire. En effet, dans le cas de mesures de tension continue, il convient de
limiter au maximum les connexions pouvant induire des tensions thermoélectriques
parasites. Les signaux étant très faibles (∼ µV), on utilise un amplificateur de type
INA 103 qui a un facteur de bruit de ' 1nV/

√
Hz puis l’acquisition du signal est faite

par une carte d’acquisition National Instrument de résolution 16 bits contrôlée par un
ordinateur à l’intérieur du box de mesure.

Vxy

Q

T+ T-

Cernox

LiF

Al2O3

Porte 
échantillon

RuO2

Fils de mesure
en Cu

Fils de Manganin

Thermocouples

Figure 3.5 – Photo et schéma du porte échantillon et de l’échantillon lors d’une mesure
d’effet Nernst.

3.4.2 Procédure de mesure

La tension aux bornes de l’échantillon au cours d’un tir peut s’écrire :

V = Vxx + Vxy + Vind (3.6)

où Vxx est la composante longitudinale qui apparâıt si les contacts ne sont pas bien alignés,
Vxy est la tension transverse que nous recherchons et Vind est la tension induite par le champ
pulsé. Les quantités Vxy et Vind étant impaires en champ, la solution pour éliminer la tension
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Vxx consiste à faire deux mesures : l’une avec un champ Up et l’autre avec un champ Down.
Reste le problème des induits. En effet, d’après la loi de Faraday, on a :

∇∧E =
∂B
∂t

=⇒
∫

E.dl = −
∫ ∫

∂B
∂t

.dS =⇒ e = −dφ

dt
(3.7)

Or, nous avons vu qu’en présence d’un gradient thermique ∇T , le vecteur densité de courant
est donné par :

Je = σE− α

T
∇T (3.8)

ce qui nous donne :

e = −dφ

dt
+

ρα

T

∫
∇T.dl (3.9)

On voit ainsi qu’un terme dépendant du gradient thermique et du pouvoir thermoélectrique
α (qui dépend du champ magnétique) vient s’ajouter à la tension induite en l’absence de
gradient e. Afin de s’en affranchir, il convient de faire une mesure avec le gradient dans un
sens et une autre avec le gradient dans l’autre.

Au final, on obtient, pour chaque température, une série de quatre mesures à réaliser
afin de s’affranchir à la fois de Vxx et des induits. On a donc :

{
V +

up = Vxx + Vxy + Vind

V +
down = Vxx − Vxy − Vind

{
V −

up = −Vxx − Vxy + Vind

V −
down = −Vxx + Vxy − Vind

On défini :

Tavg =
T+ + T−

2
et 4T = T+ − T− (3.10)

où T+ et T− les températures relevées sur chacun des thermocouples. La température Tavg

est la température moyenne au niveau de l’échantillon et 4T est le gradient de température.
En définissant les quantités :

diffup =
V +

up − V −
up

4T+
up +4T−up

et diffdown =
V +

down − V −
down

4T+
down +4T−down

(3.11)

on obtient finalement :
N =

diffup − diffdown

2
(3.12)

qui est le signal Nernst que l’on cherche à mesurer.
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Chapitre 4

Mesures d’oscillations quantiques et d’effet
Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé

4.1 Problématique

Depuis maintenant plus de vingt ans, la recherche sur les supraconducteurs à haute
température critique suscite beaucoup d’intérêt. Cependant, la phase pseudogap reste tou-
jours aussi mystérieuse. Alors qu’un état liquide de Fermi avec une grande surface de Fermi
caractérise convenablement les cuprates dans le régime surdopé, des mesures d’ARPES du
côté sous-dopé du diagramme de phase suggèrent que les quasiparticules sont seulement
cohérentes le long d’arcs de Fermi autour des régions nodales. Dans ce chapitre, nous rap-
portons la première observation d’oscillations quantiques de la résistance [effet Shubnikov-
de Haas (SdH)] dans YBa2Cu3O6.5 et YBa2Cu3O6.67 . Ces oscillations sont caractéristiques
d’un comportement liquide de Fermi et la faible fréquence d’oscillations est en contradiction
avec la grande orbite observée du côté surdopé du diagramme de phase par d’autres sondes
expérimentales.

Après avoir montré l’intérêt d’étudier le composé YBCO, nous présentons dans un pre-
mier temps les résultats d’oscillations quantiques obtenus dans le composé YBa2Cu3O6.5

(p=0.1) (orienté suivant l’axe a ou l’axe b). L’analyse des données nous a permis de déterminer
la masse effective cyclotron des quasiparticules et d’estimer la densité de porteurs. Nous
présentons ensuite les résultats obtenus dans le composé YBa2Cu4O8 , dont la fréquence
des oscillations SdH et la masse effective cyclotron sont comparables à celles observées dans
ortho-II. Ces résultats suggèrent que la surface de Fermi est composée de petites poches et
que c’est un comportement générique des plans CuO2 des cuprates sous-dopés YBCO.

Ensuite, nous présentons des mesures d’effet Hall réalisées dans trois composés YBCO
sous-dopés pour trois différents dopages : p=0.1, 0.12 et 0.14. L’application d’un fort champ
magnétique nous permet d’accéder à l’état normal. Il apparâıt que l’effet Hall est négatif à
basse température, ce qui peut parâıtre surprenant pour un composé dopé en trous.

4.2 Pourquoi étudier YBa2Cu3Oy ?

Au cours du travail de cette thèse, nous nous sommes intéressé aux propriétés de trans-
port des supraconducteurs à haute température critique à base d’yttrium. L’essentiel des
résultats de cette thèse repose sur la très grande pureté des échantillons mesurés, qui nous
ont été fournis par Doug Bonn, Walter Hardy et Ruixing Liang de l’Université de Colombie
Britannique (UBC) (Canada) et par S. Adachi de l’International Superconductivity Cen-
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ter de Shinonome (Japon). Dans un premier temps nous discutons de l’intérêt d’étudier
ces composés puis nous évoquons la richesse de leur structure cristalline en fonction de
l’arrangement des atomes d’oxygène.

Nous avons étudié les composés YBa2Cu3Oy (Y123), où le dopage est contrôlé par le
taux d’oxygène y et le composé stœchiométrique YBa2Cu4O8 (Y124), pour lequel il n’est
pas possible de faire varier le taux d’oxygène.

Plusieurs raisons existent quant au fait que la famille de cuprates YBCO reçoit une
grande attention de la part des physiciens. La possibilité de réaliser la croissance de YBCO
dans des creusets inertes de BaZrO3 permet d’obtenir des cristaux d’une très grande pureté
(99.99-99.995%). La finesse du pic de rayons-X (Rocking curves) montre un haut degré de
perfection cristalline [168]. La température critique maximale de ces cristaux est 93.7K pour
y=6.91. La particularité de YBCO est que contrairement aux composés comme LSCO, le
dopage se fait par oxygénation et non par substitution qui peut induire du désordre. Il est
possible de sonder une grande partie du diagramme de phase allant de l’isolant de Mott
(y=0) au régime légèrement surdopé (y=7). Enfin, pour des composés très sous-dopés, il
est possible de modifier simplement le dopage car la concentration en oxygène peut varier
sensiblement à température ambiante en fonction du temps [169]. Cependant, nous n’avons
pas étudié d’échantillon dans cette gamme de dopage au cours de cette thèse.

4.2.1 Structure cristalline

La figure 4.1(a) représente la structure cristalline du composé YBCO, basée sur la struc-
ture pérovskite. La cellule unité contient deux plans CuO2 adjacents (n=2) séparés d’environ
3.2Å et représentés sur ce dessin par des polyèdres. Les oxygène introduits pour doper le
matériau se placent dans des châınes Cu-O dirigées suivant l’axe b, situées entre les plans
isolants Ba-O et les plans CuO2 (une châıne par cellule unité). La valence des atomes de
Cuivre se retrouve modifiée ; des électrons sont arrachés créant alors des trous mobiles dans
les plans. Pour y=0 la structure est tétragonale. En augmentant le dopage, de plus en plus
d’oxygènes sont dans les châınes et pour y ≥ 6.35, l’axe b s’allonge, causant une transi-
tion tétragonale-orthorhombique. Ces châınes jouent alors le rôle de réservoirs de charges
pour les plans CuO2. A température ambiante, ces châınes contribuent à la conductivité
électronique, comme le montre l’anisotropie de la résistivité dans le plan dans une certaine
gamme de dopage [170].

4.2.2 Les phases ordonnées en oxygènes

La façon dont les atomes d’oxygène s’ordonnent dans les châınes entrâınent la formation
de superstructures. Les différents ordres possibles se répètent suivant l’axe a. Dans le cas
du composé YBa2Cu3O7, les châınes Cu-O sont complètement remplies (autrement dit, il
n’y a aucun site oxygène vacant). Cette structure, notée ortho-I, est de type 3D, ordonnée à
longue distance mais une transition de phase est parfois observée à très basse température,
caractérisée par une mise en place des châınes en domaine tournés de 90̊ (celles-ci peuvent
se mettre perpendiculaires les unes aux autres) et causant un doublement de la cellule
unité suivant l’axe b. Ce phénomène, appelé mâclage, peut être facilement observé avec un
microscope à lumière polarisée.

Plusieurs superstructures sont observées en fonction de la concentration en oxygène et
celles-ci ont pu être mises en évidences grâce à des mesures de microscopie électronique
(diffraction de rayon-X à haute énergie) [172]. Des réflections des superstructures avec une
périodicité ma suivant l’axe a au vecteur du réseau réciproque ~Q = (n/m, 0, 0), où n et
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Figure 4.1 – (a) Représentation schématique de la cellule unité du cuprate supraconducteur
YBa2Cu3Oy . Les plans CuO2, symbolisés par des polyèdres, sont séparés par des plans
isolants, rendant la structure principalement bidimensionnelle. La particularité du composé
YBa2Cu3Oy est l’existence de châınes Cu-O dirigées suivant l’axe b et qui jouent le rôle de
réservoirs de charges. (b) Structure cristalline de YBa2Cu4O8. La cellule unité contient deux
plans CuO2 et deux châınes Cu-O. Ce composé est stœchiométrique et naturellement peu
désordonné. D’après [171].

m sont des entiers (m correspondant à la périodicité de la superstructure), ont été ob-
servées. Différents ordres, correspondants à m=2, 3, 4 et 5 ont ainsi été mis en évidence
expérimentalement, appelés ortho-II, ortho-III, ortho-IV et ortho-VIII respectivement. Dans
l’espace réel, ces superstructures sont caractérisées par différentes séquences de châınes Cu-
O vides et pleines, causant un agrandissement de la cellule unité d’un facteur m suivant
l’axe a. Une représentation schématique de l’organisation des châınes est représentée sur la
figure 4.2.

Un diagramme de phase structural des phases ordonnées en oxygène dans YBCO a été
construit à partir d’une compilation de mesures de diffraction de rayon-X (figure 4.3). Les
seules structures à l’équilibre sont la phase ortho-I et la phase tétragonale, toutes les autres
superstructures citées précédemment ne présentant pas d’ordre à longue distance. Pour
y <6.35, seule la phase tétragonale est observée. En dessous de la transition tétragonale-
orthorhombique, la phase ortho-I (3D) se développe et c’est la seule structure observée
pour y >6.82. Pour 6.35< y <6.62, on observe la phase ortho-II, superstructure stable qui
présente un ordre 3D à courte distance. De la même manière, seule une phase ortho-III est
observée pour 6.72< y <6.82. Des mélanges de phases sont également observées comme par
exemple entre une phase ortho-II et une phase ortho-V vers y=6.62. La phase ortho-VIII est
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observée lorsque l’échantillon est refroidi très lentement à partir de la température ambiante,
vers y=6.67.

Cependant, même lorsque le nombre moyen d’oxygène dans le composé est constant,
la disposition des oxygènes dans les châınes peut varier. En effet, il a été montré que la
température critique varie selon la manière dont est refroidi l’échantillon entre la phase
tétragonale désordonnée et une phase orthorhombique ordonnée, bien que la concentration
en oxygène soit fixée. Ceci démontre que l’ordre des atomes d’oxygènes a une réelle influence
sur les propriétés supraconductrices du composé YBCO [173, 174]. Par exemple, il a été ob-
servé qu’un échantillon sous-dopé a une plus faible température critique lorsqu’il est refroidi
rapidement après croissance que s’il est laissé à température ambiante un certain temps. En
outre, l’ordre des châınes pour un échantillon quenché s’améliore avec le temps.

De façon générale, la température critique d’échantillons à l’équilibre varie dans la phase
orthorhombique entre 35 K pour y=6.35 et 93 K pour y=6.93, correspondant à un composé
optimalement dopé, et présente un plateau à 60 K vers y=6.5.

ortho - I

ortho - VIII

ortho - II

ortho - II (incomplete)

ortho - III

ortho - V

Figure 4.2 – Représentation schématique des différents ordres observés dans les châınes
Cu-O dans le composé YBCO. Ces châınes sont dirigées suivant l’axe b. Les cercles bleus
représentent les atomes d’Oxygène et les cercles verts les atomes de Cuivre. D’après [171].

4.2.3 Le composé YBa2Cu4O8

Le composé supraconducteur YBa2Cu4O8 (Y124) est stœchiométrique, donc intrinsèquement
ordonné. La cellule unité de Y124, représentée sur la figure 4.1(b), contient deux plans CuO2

et deux châınes Cu-O qui sont complètement pleines en oxygènes. La présence de deux
châınes proscrit tout effet de mâclage lors de la croissance.

Ce composé est également situé du côté sous-dopé du diagramme de phase, avec une
Tc ' 80K, correspondant à un dopage de p ≈ 0.14.
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Figure 4.3 – Diagramme de phase structural température en fonction du dopage des
différentes phases observées dans YBCO. D’après [172].

4.2.4 Préparation et caractérisation des échantillons Y123

La croissance cristalline de monocristaux d’YBCO est réalisée par la méthode dite de
self-flux, qui requiert que le mélange des poudres à haute température Y2O3-BaO-CuO soit
placé dans un creuset. Le mélange de poudres étant très réactif, une contamination par le
creuset constitue la principale source d’impuretés dans le cristal. Pendant longtemps, les
cristaux étaient synthétisés dans des creusets YSZ en raison de la faible solubilité de Zr4+à
la fois avec le mélange et le réseau YBCO. Cependant, les creusets YSZ sont réactifs, créant
des particules BaZrO3, qui sont supposées être inertes dans le mélange. La fabrication d’un
creuset céramique, inerte et insoluble dans le mélange BaZrO3, par Erb et al., a rendue
possible la synthèse d’échantillons avec une pureté de l’ordre de 99.995% [175, 176]. En
réussissant à leur tour la fabrication de creusets non-réactifs de BaZrO3, Ruixing Liang et
al. sont parvenus à réaliser des échantillons d’une très grande pureté (99.99-99.995%) mais
également caractérisés par un degré de perfection cristalline très élevé, comme le montrent
la finesse du pic de diffraction de rayon-X et la faible ligne d’irréversibilité magnétique [168].

Des monocristaux de deux dopages différents nous ont été fournis par l’UBC lors des
mesures de cette thèse : Y123-ortho-II (y=6.5) et Y123-ortho-VIII (y=6.67). Les grandes
longueurs de corrélation des châınes ordonnées, de l’ordre de plusieurs dizaines d’Å dans
ortho-II, attestent de la qualité de l’ordre dans ces échantillons [177]. Les échantillons fournis
ne sont ni coupés ni polis.

Afin de déterminer la température critique supraconductrice, nous avons procédé à des
mesures de résistivité en champ nul. La figure 4.4 présentent la résistivité ρ à champ nul
dans le plan et suivant l’axe a (I//a) dans un échantillon avec y=6.5 (ortho-II a1) et un
échantillon avec y=6.67 (ortho-VIII a5). La température critique est définie quand ρ=0.
On trouve alors pour l’échantillon ortho-II a1 Tc=57 K et pour l’échantillon ortho-VIII a5
Tc=65.4 K.
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Figure 4.4 – Résistivité suivant l’axe a de deux composés YBa2Cu3Oy sous-dopés, fournis
par le groupe de l’UBC. L’insert montre un zoom de la transition supraconductrice, où Tc

est définie lorsque ρ ∼0.

4.2.5 Préparation et caractérisation des échantillons Y124

Les composés YBa2Cu4O8 124 ont été synthétisés par N. Hussey de l’université de Bristol
(Angleterre) et S. Adachi du Superconducting Research Laboratory à Tokyo (Japon) afin
de réaliser des mesures de transport sous champ magnétique. La croissance cristalline de ces
composés est réalisée par une méthode dite de self-flux sous haute pression (2000 bar) d’un
gaz composé de 80% d’Ar et 20% d’O2 dont le mélange de poudre (Y2O3, BaCO3 et CuO)
est placé dans des creusets Y2O3, pour lesquels aucun dopage avec des atomes extérieurs au
système n’est attendu, et dans un appareil O2-HIP [178]. Des échantillons orientés suivant
l’axe a et l’axe b étaient présents dans le lot d’échantillons fournis.

De la même manière que pour les composés Y123, nous avons mesuré la résistivité ρ en
champ nul dans les composés Y124 étudiés. La figure 4.5 présente la résistivité d’un composé
Y124, avec une Tc=81.8 K et ∆Tc ≈1.5 K.

4.2.6 Détermination du dopage p des échantillons

Dans le cas des cuprates comme La2−xSrxCuO4, la détermination du dopage est simple
puisque p est simplement égal à la concentration d’atomes substitués. En revanche, dans le
cas de YBa2Cu3Oy , le dopage se fait en augmentant la concentration en oxygène. Déterminer
p nécessite non seulement de connâıtre la concentration y en oxygène, mais également l’ordre
des oxygènes dans les châınes. La relation 2.19 peut cependant être utilisée mais elle n’est pas
correcte dans la région autour de p=1/8. R. Liang et al. ont montré que la concentration
de porteurs p dans les plans CuO2 peut être déterminée à partir de la longueur de l’axe
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Figure 4.5 – Résistivité suivant l’axe a d’un composé YBa2Cu4O8 sous-dopés, fournis par
S. Adachi du Superconducting Research Laboratory (Tokyo). L’insert montre un zoom de
la transition supraconductrice, où Tc est définie lorsque ρ ∼0.

c, mesurée par diffraction de rayon-X à température ambiante (22̊ C) [179]. La relation
empirique entre le dopage p et la longueur c pour YBCO est donnée par :

p = 11.491y + 5.17× 109y6 (4.1)

où y = 1−c/c0 avec c0=1.18447 nm (à 22̊ C) le paramètre du réseau suivant l’axe c à dopage
nul (y=6). La relation 4.1 permet de facilement déterminer p sur toute la gamme de dopage
pour YBCO et rend compte du plateau observé vers p=1/8.

A partir de l’équation 4.1 et de la mesure de Tc, on peut maintenant estimer la concentra-
tion en trou par plan CuO2 pour chacun des échantillons. Ainsi, on trouve que p=0.099≈0.1
pour YBa2Cu3O6.5, p=0.12 pour YBa2Cu3O6.67 et p=0.137≈0.14 pour YBa2Cu4O8

1

4.2.7 Récapitulatif des échantillons mesurés

Dans le tableau 4.1, on récapitule les principales propriétés des échantillons étudiés.

1. On suppose que le dopage de Y124 est le même qu’un échantillon Y123 avec la même Tc=80 K.
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Echantillon Tc (K) p trous/Cu
YBa2Cu3O6.5 a1 57 0.1
YBa2Cu3O6.5 a2 58.6 0.1
YBa2Cu3O6.5 b1 60.6 0.1

YBa2Cu3O6.54 O2p10010-5 60.2 0.1
YBa2Cu3O6.67 a5 65.4 0.12
YBa2Cu3O6.67 b5 66.4 0.12
YBa2Cu4O8 YTA2 81.8 0.14
YBa2Cu4O8 YTB1 81 0.14
YBa2Cu4O8 YTA10 82.5 0.14

Table 4.1 – Température critique Tc, déterminée à partir des mesures de résistivité, et
valeur du dopage en trous p, déterminé à partir de 4.1 pour les échantillons sous-dopés
YBCO étudiés.

4.3 Oscillations quantiques dans l’état normal d’YBCO
sous-dopé

4.3.1 Effet Shubnikov-de Haas dans l’état normal de YBa2Cu3O6.5

Nous avons mesuré la magnétorésistance transverse et l’effet Hall de trois échantillons
sous-dopés YBa2Cu3O6.5 (p=0.1). Les échantillons (deux orientés suivants l’axe a, un sui-
vant l’axe b) ont été synthétisés par le groupe de l’UBC. Leurs températures de transition
supraconductrice est autour de 58 K.

Il est important de souligner que l’observation d’oscillations quantiques dans l’état nor-
mal des cuprates sous-dopés résulte de (i) la très grande pureté des échantillons, (ii) des
champs magnétiques intenses pour détruire la supraconductivité et (iii) un rapport signal
sur bruit optimisé.

Nous avons mesuré la magnétorésistance transverse Rxx et la résistance de Hall Rxy

dans le composé YBa2Cu3O6.5 jusqu’à 62 T. Le champ est appliqué perpendiculairement
aux plans CuO2 (B//c) et le courant suivant l’axe a ou suivant l’axe b selon l’échantillon.

4.3.1.1 Effet Shubnikov-de Haas dans YBa2Cu3O6.5 a1

La figure 4.6 montre l’opposée de la résistance de Hall en fonction du champ magnétique
entre 30 T et 62 T pour un échantillon orienté suivant l’axe a et à différentes températures
entre 1.5 K et 4.2 K. Un état résistif est restauré au dessus du champ d’irréversibilité Birr ≈
30 T. L’un des résultats majeurs présentés dans cette thèse est l’observation d’oscillations
quantiques de la résistance de Hall. Ces oscillations, de faible amplitude, ne représentent
que quelques pourcents du signal total au champ maximum (< 10%). Le comportement de
ces oscillations est clairement compatible avec un effet SdH. En effet, l’amplitude des oscil-
lations augmente avec le champ et lorsque la température diminue, ce qui est caractéristique
d’oscillations quantiques.

L’encart de la figure 4.6 montre la dépendance en champ magnétique de −Rxy entre
1.5 K et 11 K. L’évolution de l’amplitude des oscillations dépend du facteur de réduction
thermique sur les oscillations quantiques : celles-ci sont encore visibles à 7.5 K mais sont
totalement absentes à 11 K.
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Figure 4.6 – Résistance de Hall −Rxy dans YBa2Cu3O6.5 en fonction du champ magnétique
pour des températures comprises entre 1.5 K et 4.2 K. Le champ est appliqué selon la
normale aux plans CuO2 et le courant est suivant l’axe a. En encart : Résistance de Hall
−Rxy dans YBa2Cu3O6.5 en fonction du champ magnétique pour des températures comprises
entre 1.5 K et 11 K.Alors que les oscillations sont encore perceptibles à 7.5 K, elles sont
totalement absentes à 11 K.

Il convient de déterminer et de tracer la partie oscillatoire de la résistance de Hall. Celle-
ci est obtenue en soustrayant une partie monotone, déterminée à l’oeil, des courbes brutes de
Rxy pour chaque température. La figure 4.7(a) présente les parties monotones pour chaque
température entre 1.5 K et 4.2 K et la figure 4.7(b) montre un zoom de la courbe à T=2 K
entre 45 T et 61 T .

La partie oscillatoire de la résistance de Hall à basse température est représentée sur
la figure 4.8(a) en fonction de l’inverse du champ magnétique entre 40 T et 61 T. Par
souci de clarté, les courbes sont décalées les unes par rapport aux autres. Trois oscillations
périodiques en 1/B sont ainsi clairement mises en évidence. L’écart entre les maximums,
correspond à une fréquence d’oscillations de F = (530±20) T. Cette fréquence est confirmée
lorsque l’on effectue des transformées de Fourier (TF) de la partie oscillatoire de Rxy à
T = 2 K dans la fenêtre de champ [45 T-60.5 T] (figure 4.8(b)). La largeur du pic est due
au fait que seulement trois oscillations sont mesurées dans cette gamme de champ. Cette
TF montre qu’une seule fréquence d’oscillation est observée, dans la gamme de champ et de
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Figure 4.7 – (a) Partie monotone, déterminée à l’œil, des courbes de la résistance de Hall
en fonction du champ magnétique pour différentes températures entre 1.5 K et 4.2 K. (b)
Zoom de la courbe de −Rxy à T=2 K avec la monotone soustraite en pointillé.

température étudiés.
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Figure 4.8 – (a) Parties oscillatoires de la résistance de Hall Rxy dans YBa2Cu3O6.5 obtenues
en soustrayant les monotones (cf fig.4.7) en fonction de l’inverse du champ magnétique 1/B.
(b) Transformée de Fourier de la partie oscillatoire de la résistance de Hall à T=2 K. Un
seul pic est observé à la fréquence F=(530 ± 20) T.
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4. Mesures d’oscillations quantiques et d’effet Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé

Sur la figure 4.9, on a reporté les positions des maximas ou des minimas de la partie
oscillatoire de Rxy en fonction de l’indice des niveaux de Landau (graph d’Onsager). Ces
points peuvent alors être ajustés par une droite d’équation 1/Bn = (n + γ)/F , dont la
pente donne la fréquence d’oscillation et son extrapolation à l’origine la phase γ. Le meilleur
accord entre les données et la formule d’Onsager donne F = (536 ± 4) T et γ = 0.17±0.1.
On constate que les oscillations observées correspondent aux niveaux de Landau situés entre
n=9 et n=12.
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Figure 4.9 – Graphe d’Onsager associée à la courbe obtenue à T = 3 K. La ligne continue
représente le meilleur accord entre les données et la formule de 1/Bn = (n + γ)/F , où n est
l’indice du niveau de Landau, obtenue avec F=(536 ± 4) T et γ= 0.17±0.1.
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Oscillations quantiques dans l’état normal d’YBCO sous-dopé

4.3.1.1.1 Détermination de la masse effective cyclotron

La dépendance en température de l’amplitude du fondamental des parties oscillatoires
permet d’extraire la masse cyclotron dans la gamme de champ [45 T - 60.5 T], correspondant
au champ moyen Bmoy=51.6 T.

La figure 4.10 montre la dépendance en température de l’amplitude des oscillations A
tracée comme ln(A/T ) en fonction de la température. La ligne en pointillé est un ajustement
de la formule de Lifshitz-Kosevich (LK) ln

(
A
T

)
= const − ln

[
sinh

(
αm∗
Bmoy

)]
, le meilleur

accord conduisant à une masse cyclotron m∗ = (1.9 ± 0.1) m0, où m0 est la masse de
l’électron libre.
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Figure 4.10 – Amplitude des oscillations A en fonction de la température, tracée comme
ln(A/T ) en fonction de T . La ligne en pointillé est un ajustement de la formule de Lifshitz-
Kosevich, dont le meilleur accord est obtenu avec m∗=(1.9 ± 0.1) m0, avec m0 la masse de
l’électron libre.

105



4. Mesures d’oscillations quantiques et d’effet Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé

4.3.1.1.2 Dépendance angulaire de la résistivité de Hall

En raison de la structure cristallographique des cuprates, la surface de Fermi est quasi-
2D. Afin de vérifier cette propriété, nous avons mesuré la dépendance angulaire de l’effet SdH
pour plusieurs températures jusqu’à 61 T. Pour cela, les conditions expérimentales ne nous
permettant pas d’utiliser une canne tournante, nous avons utilisé des porte-échantillons
dont le plan est incliné par rapport au champ magnétique. Nous avons ainsi pu mesurer
l’effet SdH pour θ=20̊ et θ=30̊ , où θ est l’angle entre le champ magnétique et l’axe c de
l’échantillon. La figure 4.11(a) présente la partie oscillatoire de Rxy entre 40 et 61T à 3 K
pour différents angles. Par souci de clarté, les courbes sont décalées les unes par rapport
aux autres. L’étude pour des angles supérieurs à 30̊ est impossible en raison de la forte
anisotropie du champ critiques du champ d’irréversibilité qui augmentent lorsque le champ
appliqué devient parallèle aux plans CuO2.

En suivant la même procédure que précédemment, nous avons déterminé la fréquence
d’oscillations pour chaque angle. La figure 4.11(b) montre la dépendance angulaire de
la fréquence d’oscillation. Le bon accord trouvé entre les données et la ligne continue
représentant une loi F (θ) = F/ cos(θ) souligne le caractère bidimensionnel de la surface
de Fermi observée.
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Figure 4.11 – (a) Partie oscillatoire de la résistance de Hall en fonction du champ magnétique
pour différentes orientations du champ par rapport à l’axe c de l’échantillon à T=3 K. (b)
Dépendance angulaire de la fréquence d’oscillations Shubnikov de Haas. La ligne solide est un
ajustement de la forme F (θ = 0)/cos(θ), confirmant le comportement quasi-bidimensionnel
de la surface de Fermi.
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Oscillations quantiques dans l’état normal d’YBCO sous-dopé

4.3.1.2 Reproductibilité

Nous avons également reproduit les résultats dans un autre échantillon YBa2Cu3O6.5

orienté suivant l’axe a. En outre, nous avons pu étudier la partie oscillatoire de Rxx.
La figure 4.12 présente la résistance de Hall −Rxy en fonction du champ magnétique pour

des températures entre 1.5 K et 4.2 K. Des transformées de Fourier réalisées dans la gamme
[45 T - 60.9 T] sont représentées dans l’encart de la figure 4.12. La fréquence d’oscillation
est F=(535 ± 20) T, en très bon accord avec les résultats précédents.

La dépendance en température de l’amplitude des oscillations dans la même fenêtre
de champ, correspondant à Bmoy=51.76 T, conduit à une masse m∗ = (1.92 ± 0.13) m0,
comparable à la valeur trouvée précédemment.
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Figure 4.12 – Résistance de Hall −Rxy dans YBa2Cu3O6.5 en fonction du champ magnétique
pour des températures comprises entre 1.5 K et 4.2 K. En encart : Transformées de Fourier
de la partie oscillatoire de Rxy pour T = 2 K. Une seule fréquence F=(535 ± 20) T est
observée.

La même analyse a été réalisée sur la magnétorésistance transverse. La dépendance en
champ magnétique de Rxx est représentée sur la figure 4.13 pour des températures entre
1.5 K et 4.2 K.

Les TF des parties oscillatoires de la MR ainsi obtenues sont représentées dans l’encart
de la figure 4.13. On en déduit une fréquence d’oscillation F=(530 ± 20) T, en bon accord
avec les résultats obtenus pour Rxy.

L’analyse de l’amplitude des oscillations en fonction de la température permet de déduire
une masse cyclotron effective m∗=(1.88 ± 0.09) m0, en bon accord avec la valeur trouvée
pour Rxy.
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4. Mesures d’oscillations quantiques et d’effet Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé
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Figure 4.13 – Magnétorésistance transverse Rxx dans YBa2Cu3O6.5 en fonction du champ
magnétique pour des températures comprises entre 1.5 K et 4.2 K. En encart : Transformées
de Fourier de la partie oscillatoire de Rxx pour chaque température. Une seule fréquence
F=(530 ± 20) T est observée.

108



Oscillations quantiques dans l’état normal d’YBCO sous-dopé

4.3.1.2.1 Estimation du libre parcours moyen

Une estimation du libre parcours moyen et de la mobilité peut être déduite de l’analyse de
la dépendance en champ magnétique de l’amplitude des oscillations A. Nous avons effectué
cette détermination dans cet échantillon car la composante Rxx a pu être extraite (cf Chap.
5.3). La figure 4.14 montre l’amplitude A/B entre 50 T et 61 T en fonction du champ
magnétique à T=1.5K. Le meilleur accord entre les données expérimentales et un ajustement
de la forme A/B = A0 cos[2π(F/B−γ)] exp(−π/µB) est obtenu avec une mobilité µ ' 0.008
T−1, correspondant à un libre parcours moyen SdH `SdH = ~kF µ

e ' 7 nm, où kF =
√

Ak/π,
et à un temps de relaxation τ ' 8.7 ×10−13s.
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Figure 4.14 – Ajustement de la dépendance en champ de l’amplitude des oscillations A/B =
A0 cos[2π(F/B − γ)] exp(−π/µB) à T=1.5K.

4.3.1.3 Effet Shubnikov-de Haas dans YBa2Cu3O6.5 b1

Nous avons également mesuré la résistance d’un autre échantillon YBa2Cu3O6.5 en in-
jectant le courant suivant l’axe b (J//b), c’est-à-dire le long des châınes. La configuration
des contacts ne nous a pas permis d’extraire à la fois Rxx et Rxy, le signal mesuré R est
donc un ”mélange” des deux signaux. Néanmoins, ceci n’affecte en rien l’analyse.

La figure 4.15 présente la dépendance en champ magnétique de la résistance selon une
direction du champ magnétique entre 44 T et 62 T, pour des températures entre 1.5 K et
4.2 K. Bien que le signal soit un peu plus bruyant que dans les deux cas précédents, des
oscillations de la résistance apparaissent très clairement à fort champ. L’encart de la figure
4.15 montre les transformées de Fourier de la partie oscillatoire de la résistance pour chaque
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4. Mesures d’oscillations quantiques et d’effet Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé

température dans la fenêtre de champ [47 T -61.4 T]. Le spectre n’est composé que d’une
seule fréquence F = (540 ± 20) T qui est, aux barres d’erreur expérimentales près, la même
que dans le composé ortho-II mesuré suivant l’axe a. Ce résultat montre que les oscillations
quantiques observées ne dépendent pas de la direction du courant appliqué.

45 50 55 60 65
0.020

0.025

0.030

0.035

0 1 2 3 4 5

 

 

- R
 (m

)

B (T)

 1.5 K
 2 K
 2.5 K
 3 K
 4.2 K

B

J // b

 

 

A
m

pl
itu

de
 T

F 
(u

.a
.)

F (kT)

[47T - 61.4T]

Figure 4.15 – Résistance R dans YBa2Cu3O6.5 en fonction du champ magnétique pour des
températures comprises entre 1.5 K et 4.2 K. Le champ est appliqué selon la normale aux
plans CuO2 et le courant est suivant l’axe ab de la maille élémentaire, perpendiculairement
à l’axe des châınes CuO. Encart : Transformée de Fourier de la partie oscillatoire de R,
révélant une seule fréquence valant F=(540 ± 20) T.

L’étude de la dépendance en température de l’amplitude des oscillations dans la fenêtre
de champ magnétique [47 T - 61.4 T] nous a permis de déterminer la masse effective cyclotron
des quasiparticules m∗=(1.8 ± 0.1) m0. On peut constater que cette valeur est identique,
aux barres d’erreur expérimentales près, à celle trouvée pour ortho-II axe a.
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4.3.1.4 Effet de Haas-van Alphen dans YBa2Cu3O6.5

Des mesures de couple magnétique ont été effectuées dans le composé YBa2Cu3O6.5

ortho-II-a1 par Cyril Jaudet et David Vignolles du LNCMP [180].
La figure 4.16 montre le signal du couple magnétique mesuré à T=1.4 K jusqu’à 59T

pour la montée et la descente du champ ainsi que la résistance de Hall −Rxy mesurée dans le
même échantillon à T=1.5 K. On observe très clairement des oscillations dHvA au dessus du
champ d’irréversibilité Birr ∼ 30 T. Alors que les oscillations SdH ne sont observées que dans
l’état normal, la particularité de cette mesure est qu’elle permet d’observer des oscillations
dHvA dans l’état mixte. Cette observation est en accord avec d’autres mesures dHvA et SdH
réalisées dans des supraconducteurs de type II , où la fréquence d’oscillation est la même
dans l’état normal que dans l’état mixte, bien qu’un terme d’atténuation supplémentaire
soit observé dans ce dernier [181]. La fréquence d’oscillations dHvA observée est F = (540
± 4) T et la masse effective déduite des ajustements de LK m∗ = (1.76 ± 0.07) m0, ce qui
est en parfait accord avec les résultats obtenus d’après l’effet SdH.

L’observation d’oscillations dHvA confirment la nature liquide de Fermi de l’état fon-
damental et donc la présence d’une surface de Fermi fermée et cohérente pour les cuprates
sous-dopés.
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Figure 4.16 – Couple magnétique en fonction du champ magnétique (θ ∼ 5̊ ) et résistance
de Hall (θ ∼ 0̊ ) dans YBa2Cu3O6.5 à T=1.5 K. L’encart montre la transformée de Fourier
du couple magnétique, mettant en valeur une seule fréquence à F ' 540 T.
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4. Mesures d’oscillations quantiques et d’effet Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé

4.3.2 Effet Shubnikov-de Haas dans l’état normal de YBa2Cu4O8

Après avoir clairement mis en évidence l’existence d’une surface de Fermi cohérente dans
l’état normal du composé supraconducteur YBa2Cu3O6.5 par l’observation d’oscillations
quantiques de la résistance de Hall et de la magnétorésistance, il convient de vérifier si ce
phénomène est générique aux cuprates, ou si il est seulement particulier à ortho-II. Pour
cela, nous avons réalisé des mesures de transport dans deux échantillons de très grande
pureté du cuprate sous-dopé YBa2Cu4O8 . La taille typique des échantillons est 400 × 80 ×
30 µm3. Pour l’échantillon Y124-YTA10 (noté ]1) dont la Tc ≈ 81 K, le courant est appliqué
suivant l’axe a (J//a) alors que pour l’échantillon Y124-YTB1 (noté ]2), dont la Tc ≈ 82 K,
le courant est appliqué dans la direction des châınes (J//b). La géométrie des contacts pour
chaque échantillon est représentée dans l’encart sur la figure 4.17(a). Le champ magnétique
est toujours appliqué perpendiculairement aux plans CuO2 (B//c).

La figure 4.17(a) présente la dépendance en champ magnétique de la résistivité transverse
ρa de l’échantillon ]1 à T ' 0.5 K jusqu’à 58 T. Cette mesure a été réalisée dans un
cryostat à dilution 3He −4 He ; malheureusement, un problème de thermalisation entre
l’échantillon et le thermomètre nous permet seulement d’estimer la température autour
de T ≈ 0.5 K. Au dessus du champ d’irréversibilité Birr ≈ 40 T, la résistivité augmente
brusquement jusqu’à atteindre ρa ≈ 35µΩcm, pour ensuite augmenter plus lentement dans
l’état normal. Il apparâıt clairement des oscillations de la magnétorésistance dans l’état
normal dont l’amplitude est plus faible que dans le composé ortho-II.

La résistivité ρb suivant l’axe b et la résistivité de Hall ρxy de l’échantillon ]2 sont
représentées pour T=1.5 K et jusqu’à 61 T sur la figure 4.17(a). On remarque que le champ
d’irréversibilité est légèrement différent de celui de l’échantillon ]1 mais que le compor-
tement de la résistivité est le même. Toutefois, on notera une forte anisotropie entre les
deux résistivité ρa et ρb dans le plan. Ceci est dû fait que dans le composé YBa2Cu4O8 ,
les châınes restent métalliques jusqu’à très basse température, constituant à elles seules un
canal de conduction [182].

Du fait de la faible amplitude des oscillations et afin de s’affranchir du rapport signal sur
bruit, nous avons moyenné plusieurs tirs (typiquement 2 ou 3) dans les mêmes conditions.

Les parties oscillatoires de la magnétorésistance ∆ρ/ρ pour chaque échantillon sont
représentées sur la figure 4.17(b) pour T=0.5 K et entre 50 T et 58 T pour l’échantillon ]1
et entre 1.5 K et 4.2 K et entre 50 T et 61 T pour l’échantillon ]2. La fréquence d’oscilla-
tions est déterminée en ajustant les parties oscillatoires avec la formule de LK (cf. formule
1.80). Le meilleur accord entre les ajustements et les données est obtenu pour une fréquence
F = (660± 30) T et une masse effective m∗ = (2.7 ± 0.3) m0. On remarque que les valeurs
obtenues sont supérieures (de l’ordre de 25% pour la fréquence et 40% pour la masse) que
celles obtenues pour le composé ortho-II.

Dans le même temps, une équipe menée par J.R. Cooper du Cavendish Laboratory à
Cambridge effectuait des mesures dans YBa2Cu4O8 en utilisant la technique de l’Oscilla-
teur à Diode Tunnel (TDO) sous champ magnétique pulsé jusqu’à 85 T au NHMFL à Los
Alamos [183]. Leurs résultats sont en excellent accord avec les nôtres. Le signal mesuré,
∆f , proportionnel à la résistance, présente des oscillations périodiques en 1/B de fréquence
F = (660 ± 15) T. Une analyse de l’amplitude des oscillations a permis aux auteurs de
déterminer une masse effective m∗ = (3.0± 0.3)m0.
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(a) (b)

Figure 4.17 – (a) En haut : Magnétorésistance ρxx en fonction du champ magnétique pour
le composé YBa2Cu4O8 ]1 mesuré en dilution à T ∼0.5 K. La disposition des contacts
électriques est représentée. En bas : Magnétorésistance ρxx et résistivité de Hall ρxy en
fonction du champ magnétique pour le composé YBa2Cu4O8 ]2 à T=1.5 K. La disposition
des contacts électriques est représentée. (b) En haut : Partie oscillatoire de la résistivité
ρxx pour l’échantillon ]1. En bas : Partie oscillatoire de la résistivité ρ mesurée dans un
seul sens de champ magnétique (mélange de ρxx et ρxy) pour l’échantillon ]2. Les courbes
sont décalées pour plus de clarté. Dans les deux cas, la ligne solide est un ajustement de la
formule 1.72 dont le meilleur accord avec les données donne F=(660 ± 30) T et m∗=(2.7 ±
0.3) m0.

113



4. Mesures d’oscillations quantiques et d’effet Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé

4.3.3 Résumé

L’ensemble des résultats issus de ce travail et de la littérature sont rappelés dans le
tableau 4.2.

Echantillon Méthode Fréquence Masse effective Libre parcours
cyclotron (m0) moyen (nm)

YBa2Cu3O6.5 - ortho-II SdH 530 ± 20 1.9 ± 0.1 7
YBa2Cu3O6.5 - ortho-II dHvA 540 ± 4 1.76 ± 0.07 16

YBa2Cu4O8 SdH 660± 30 2.7 ± 0.3 9
YBa2Cu4O8 [183] TDO 660 ± 15 3 ± 0.3 40

Table 4.2 – Récapitulatif des fréquences d’oscillations obtenues à partir des transformées
de Fourier, des masses effectives cyclotron (libres parcours moyens) déterminées à partir de
la dépendance en température (en champ) de l’amplitude des oscillations pour différents
composés YBCO.

4.4 Effet Hall dans l’état normal d’YBCO sous-dopé

4.4.1 Effet Hall dans YBa2Cu3O6.5

Nous avons réalisé une dépendance en température de l’effet Hall dans deux échantillons
YBa2Cu3O6.5 fournis par le groupe de l’UBC, en utilisant la technique décrite dans le cha-
pitre 3. Afin de sonder les propriétés électroniques de l’état normal, la phase supraconduc-
trice est détruite par un fort champ magnétique, appliqué perpendiculairement aux plans
CuO2 (B//z//c). Le courant est appliqué suivant l’axe a de la structure orthorhombique
(J//x//a), perpendiculairement aux châınes. Des mesures ont été effectuées entre 1.5 K et
290 K. Le coefficient de Hall est défini par RH = tRxy/B, où t est l’épaisseur de l’échantillon.

L’effet Hall est un moyen très performant pour sonder les propriétés électroniques d’un
métal car il est directement sensible au signe des porteurs majoritaires (positif pour les trous,
négatif pour les électrons) de la surface de Fermi dans le cas d’un modèle à une bande. L’effet
Hall en fonction du champ magnétique d’un cristal YBa2Cu3O6.5 (ortho-II-a1) est présenté
sur la figure 4.18 pour des températures entre 1.5 K et 200 K et pour un champ maximum
de 61 T.

La figure 4.19 montre la dépendance en température de l’effet Hall pour différents champs
magnétiques, obtenue en réalisant des coupes des courbes RH(B) à champ fixe. On voit que
lorsque l’on diminue la température, RH augmente lentement jusqu’à atteindre un maximum
à Tmax=50±5 K pour ensuite chuter brutalement et passer négatif à T0=30±2 K. On peut
remarquer que T0 ne varie pas à partir de 40 T. De plus, on observe qu’au fur et à mesure
que le champ augmente, la valeur de RH sature à basse température vers -37 mm3/C.

Le deuxième résultat majeur de cette thèse consiste en l’observation du signe négatif de
l’effet Hall à basse température. Ceci peut parâıtre intriguant car si on considère le fait que
les porteurs rajoutés par le dopage sont des trous, on s’attend à ce que l’effet Hall reste
positif quelque soit la température.

Sur la figure 4.20, on compare les résultats que nous avons obtenus en champ magnétique
pulsé à Toulouse et les mesures réalisées par le groupe de Louis Taillefer dans un autre
échantillon YBa2Cu3O6.5 au National High Magnetic Field Laboratory (NHMFL) à Talla-
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Figure 4.18 – Effet Hall RH = tRxy/B en fonction du champ magnétique dans YBa2Cu3O6.5

(p=0.1, Tc=57 K) pour différentes températures.

hassee. Ces mesures sont faites à champ magnétique constant dans une bobine hybride dont
le champ maximum est de 45 T. On constate un très bon accord entre nos mesures et celles
réalisées en champ statique.
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Figure 4.19 – Effet Hall RH = tRxy/B en fonction de la température pour différents champs
magnétiques dans YBa2Cu3O6.5 (p=0.1, Tc=57 K).
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Figure 4.20 – Résistance de Hall en fonction de la température renormalisée à 60 K pour deux
échantillons différents YBa2Cu3O6.5 , l’un mesuré en champ magnétique pulsé et l’autre en
champ magnétique statique à 45 T au NHMFL à Tallahassee montrant un bon accord entre
les mesures.
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4. Mesures d’oscillations quantiques et d’effet Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé

4.4.2 Effet Hall dans YBa2Cu3O6.67

Nous avons également mesuré l’effet Hall dans le composé YBa2Cu3O6.67 (p=0.12, Tc ≈
66 K) dans la même géométrie que précédemment pour deux échantillons orientés suivant
l’axe a (ortho-VIII-a5), et l’axe b (ortho-VIII-b5). Les résultats obtenus sont très similaires.
Contrairement aux composés ortho-II et Y124, l’observation d’oscillations quantiques dans
ces échantillons n’a pas été possible, probablement lié au fait que l’ordre des oxygènes dans
les châınes n’est pas aussi bon que dans les composés ortho-II.

4.4.2.1 Effet Hall dans YBa2Cu3O6.67 orienté suivant l’axe a

La figure 4.21 présente la dépendance en champ magnétique de la résistivité de Hall
divisée par le champ magnétique Rxy/B jusqu’à 55 T entre 4.2 K et 100 K. Le signal
parait plus bruité que précédemment mais il faut tenir compte de la toute petite valeur
du signal mesuré, qui est de l’ordre de ∼ 5mΩ à basse température. La figure 4.22 montre
la dépendance en température de Rxy/B pour différents champs. Cette dépendance est
très similaire à celle trouvée dans le composé ortho-II, hormis que la température T0 à
laquelle Rxy change de signe reste constante autour de T0=70 ± 2 K quelque soit le champ
magnétique. L’effet Hall présente un maximum autour de Tmax=105 ± 5 K. De la même
manière, celui-ci semble également saturer à basse température et fort champ vers -4 mm3/C.
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Figure 4.21 – Effet Hall RH = tRxy/B en fonction du champ magnétique dans YBa2Cu3O6.67

(p=0.12, Tc=65.4 K) pour différentes températures.
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Figure 4.22 – Effet Hall RH = tRxy/B en fonction de la température pour différents champs
magnétiques dans YBa2Cu3O6.67 (p=0.12, Tc=65.4 K).

4.4.2.2 Effet Hall dans YBa2Cu3O6.67 orienté suivant l’axe b

La dépendance en champ magnétique de la résistivité de Hall a été mesurée dans un
échantillon YBa2Cu3O6.67 orienté suivant l’axe b et les résultats obtenus sont très simi-
laires à ceux obtenus dans l’échantillon orienté suivant l’axe a. Le fait d’observer un effet
Hall similaire suivant les deux directions suggère que le comportement observé de RH est
une propriété des plans CuO2 et non des châınes. De la même façon, la dépendance en
température de Rxy/B entre 20 T et 55 T permet de déterminer T0=70 ± 2 K.

4.4.2.3 Effet Hall dans YBa2Cu3O6.67 mesuré en champ statique jusqu’à 45T

L’effet Hall dans un échantillon YBa2Cu3O6.67 a été mesuré par le groupe de Louis
Taillefer sous champ magnétique statique jusqu’à 45T au NHMFL à Tallahassee. Les figures
4.23 (a) et (b) montrent respectivement la dépendance en champ magnétique du coefficient
de Hall pour plusieurs températures et la dépendance en température de RH pour différents
champs magnétiques. Les résultats obtenus sont très similaires, notamment les températures
correspondant au maximum et au changement de signe de RH . Dans cette expérience, les
mesures ont été réalisées avec une disposition des contacts croisée permettant ainsi d’obtenir
l’amplitude absolue du coefficient de Hall.
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4. Mesures d’oscillations quantiques et d’effet Hall dans YBa2Cu3Oy sous-dopé

(a) (b)

Figure 4.23 – (a) Effet Hall RH = tRxy/B en fonction du champ magnétique pour différentes
températures et (b) en fonction de la température pour différents champs magnétiques, dans
YBa2Cu3O6.67 (p=0.12, Tc=66 K) mesuré sous champ statique jusqu’à 45T.
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Résumé du chapitre

0 10 20 30 40 50 60

-1.0

-0.5

0.0

0.5

1.0

0 20 40 60 80 100
-1.5

-1.0

-0.5

0.0

0.5

1.0 (b)

 

 

R
H
 (m

m
3 /C

)

B (T)

 1.5K     30K
 4K        34K
 12K      40K
 20K      50K
 27K      60K

(a)

YBa2Cu4O8

p = 0.14 T
c
 = 81K

 

 

R
H
 (m

m
3 /C

)

T (K)

 30T
 40T
 50T
 55T
 60T

T0

Figure 4.24 – (a) Effet Hall RH = tRxy/B en fonction du champ magnétique dans
YBa2Cu4O8 (p=0.14, Tc=81.8 K) pour différentes températures. (b) Effet Hall en fonction
de la température pour différents champs magnétiques dans YBa2Cu4O8 .

4.4.3 Effet Hall dans YBa2Cu4O8

La figure 4.24(a) présente la dépendance en champ magnétique de l’effet Hall dans un
échantillon YBa2Cu4O8 (p=0.14, Tc ≈80 K) (YTA2) jusqu’à 60T et pour des températures
entre 1.5 K et 60 K. Le champ magnétique est toujours appliqué perpendiculairement aux
plans CuO2 et le courant est suivant l’axe a. De nouveau, RH est positif à haute température
et devient négatif à basse température à partir de B≈35 T. Comme on peut le voir sur la
figure 4.24(b), où est représentée la dépendance en température de RH pour plusieurs valeurs
de champs, au dessus de 50 T, RH change de signe à la même température T0= 30 ± 2 K,
présente un maximum à Tmax= 60±5 K et il sature à basse température vers -1.3 mm3/C.
Cette valeur est très faible par rapport aux composés Y123 mesurés précédemment car
dans le composé Y124, les châınes, qui restent métalliques jusqu’à très basse température,
contribuent à l’effet Hall. Nous reviendrons sur l’influence des châınes dans la suite.

Il apparâıt donc clairement que cette dépendance caractéristique de la constante de Hall
avec la température est une propriété de la famille de cuprates sous-dopés YBCO.

4.5 Résumé du chapitre

En résumé, nous avons reporté dans ce chapitre les premières observations d’oscillations
quantiques dans la magnétorésistance et dans l’effet Hall de deux cuprates YBCO sous-
dopés, impliquant l’existence d’une surface de Fermi fermée et cohérente de ce côté du
diagramme de phase. D’autre part, nous avons montré que l’effet Hall mesuré à fort champ
magnétique et à basse température pour trois composés YBCO dopés différemment est
négatif, ce qui peut parâıtre surprenant pour des composés dopés en trous (figure 4.25).
Nous allons voir dans le chapitre suivants les conséquences importantes que peuvent avoir
ces résultats sur la nature de l’état fondamental des cuprates sous-dopés.
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Figure 4.25 – Dépendance en température de l’effet Hall pour les trois composés étudiés à
55 T.
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Chapitre 5

Discussion et interprétation des résultats :
Surface de Fermi de YBa2Cu3Oy sous-dopé

5.1 Problématique

Nous avons vu dans le chapitre précédent que la résistance de Hall et la magnétorésistance
de deux composés YBCO sous-dopés présentent des oscillations Shubnikov-de Haas, ca-
ractéristiques d’un liquide de Fermi. De plus, l’effet Hall mesuré dans trois composés YBCO
sous-dopés est négatif. Un changement drastique de la topologie de la surface de Fermi
semble donc avoir lieu, engendrant le passage d’une grande surface de Fermi de trous du
côté surdopé à un état caractérisé par une surface de Fermi constituée de petites poches du
côté sous-dopé. Nous allons voir que si on considère que seuls des trous sont présents au
niveau de Fermi et que la densité de porteurs n est égale au dopage p, alors il apparâıt une
violation du théorème de Luttinger, et ce quelque soit le nombre de poches.

Après avoir reporté des faits expérimentaux suggérant que le champ magnétique ap-
pliqué nous permet d’accéder à l’état normal, nous étudierons la topologie de la surface de
Fermi observée à partir des mesures d’oscillations quantiques. Nous comparerons ensuite
ces résultats aux calculs de structure de bandes, puis nous discuterons de leur apparente
contradiction avec les mesures d’ARPES. La densité de porteurs extraite des fréquences
d’oscillations pointe également vers un changement brutal entre les deux régimes du dia-
gramme de phase, en accord avec d’autres sondes expérimentales. Nous finirons en montrant
que ces résultats semblent évoquer une reconstruction de la surface de Fermi.

5.2 Est-on dans l’état normal ?

5.2.1 Quelques notations

Il est important de différencier correctement les champs et les températures correspon-
dant aux anomalies de l’effet Hall. Nous avons déjà défini les températures T0 et Tmax (cf.
Chapitre 4). Définissons maintenant le champ au dessus duquel on considère que les effets
du mouvement des vortex sont négligeables, noté Bn(T ). Il correspond à la déviation du
comportement linéaire de Rxy(B) à fort champ, caractéristique d’un état normal (résistif).
A haute température cependant, ce critère n’est pas valable. On utilise donc Rxx pour
déterminer Bn. On définit également le champ d’irréversibilité, noté Birr(T ), correspondant
au champ où Rxx(B) et Rxy(B) deviennent différents de zéro, c’est-à dire que l’on sort de
la phase solide de vortex. La détermination de ces champs critiques est illustrée sur la figure
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5. Discussion et interprétation des résultats de YBCO sous-dopé

5.1 pour T=4.2 K pour chaque échantillon. On trouve ainsi que Birr= 25, 20 et 39 T et
Bn= 47, 40 et 46 T pour ortho-II, ortho-VIII et Y124 respectivement, avec une incertitude
de ± 2 T.
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Figure 5.1 – Effet Hall en fonction du champ magnétique à 4.2 K pour Y123 ortho-II (p =
0.10), Y123 ortho-VIII (p = 0.12), et Y124 (p = 0.14). Les flèches marquent le champ Birr

à partir duquel la résistance devient non-nulle et le champ Bn à partir duquel RH devient
presque constant.

On peut construire à partir de ces données les diagrammes de phase champ magnétique-
température pour chaque échantillon. Ceux-ci sont représentés sur la figure 5.2.
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Figure 5.2 – Diagramme de phase (B,T) de (a) YBa2Cu3O6.5 , (b) YBa2Cu3O6.67 et (c)
YBa2Cu4O8 . Le champ BS correspond à destruction de la phase solide de vortex. les
propriétés électroniques de l’état normal apparaissent au dessus de Bn, quand l’influence
des vortex est négligeable ou absente.
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5. Discussion et interprétation des résultats de YBCO sous-dopé

5.2.2 Effet de flux-flow ? Etat normal ?

L’une des questions fondamentales est de savoir si le signe négatif de l’effet Hall et les
oscillations quantiques sont des propriétés de l’état normal. En effet, nous avons réalisé nos
expériences à basse température et en appliquant un champ magnétique de 61 T.

Un changement de signe de l’effet Hall dans YBCO a déjà été reporté dans la littérature
[184]. Le travail de Harris et al. montre qu’en dessous de 40 K, la conductivité de Hall σxy

d’un composé YBCO (Tc=60 K) est négative et décrôıt comme 1/B à fort champ.
Sur la figure 5.3, on compare la dépendance en température de l’angle de Hall tanθH =

ρxy/ρxx dans un échantillon YBa2Cu3O6.5 avec celui obtenu par Harris et al. dans un
échantillon YBCO avec une Tc=60 K. Les deux résultats sont très similaires. Au dessus
de la température critique, tanθH est positif, présente un maximum quand la température
diminue puis chute dramatiquement tout en restant négatif au dessus de 30 T pour T < T0

(=30 K dans le cas de YBa2Cu3O6.5 ).
A l’époque, les auteurs se sont appuyés sur des travaux de Dorsey [185] et Kopnin et

al. [186] qui stipulent que la conductivité de Hall σxy est la somme de deux contributions
différentes en compétition : l’une due aux quasiparticules (notée σn

H) positive et linéaire
en champ et l’une due aux vortex (notée σf

H) négative et inversement proportionnelle au
champ. Ils conclurent alors que le signe négatif de σxy était due à un effet de flux flow.

L’extension des mesures à plus haut champ permet maintenant de réfuter cette hy-
pothèse. En effet, le champ maximum dans le travail de Harris et al. est 23.4 T. En étudiant
la dépendance en température de l’effet Hall jusqu’à 61 T, on voit très clairement sur
les diagrammes de phase (figure 4.19) que T0 et Tmax deviennent indépendants du champ
magnétique, particulièrement dans le composé YBa2Cu3O6.67 , où T0 > Tc autrement dit
T0 ' 70K quelque soit la valeur du champ magnétique.

Il apparâıt que le changement de signe de l’effet Hall apparaissant dans YBCO n’est pas
dû à un effet de flux flow.

Ce résultat est en contradiction avec les conclusions de Li et al. qui ont effectué des
mesures d’effet Nernst et d’aimantation dans des cuprates [187]. Ils mettent en évidence dans
le diagramme de phase au dessus de Tc une région dans laquelle des excitations type vortex
et un faible diamagnétisme seraient présents sans cohérence de phase entre les paires. Les
auteurs interprètent leur résultat en suggérant que la transition à Tc est due à une perte de
la cohérence de phase à longue distance, mais que les paires sont toujours présentes (scénario
de paires préformées), formant un état liquide de vortex. En extrapolant les données d’effet
Nernst à plus haut champ, les auteurs estiment que le champ critique Hc2 vaut ∼ 100 à
150 T, alors que dans les mesures de résistivité on estime que l’état normal est atteint autour
de Bn = Hc2 ≈ 50 T. Cependant, il est important de noter que le passage de l’état liquide
de vortex à l’état normal n’est pas une vraie transition mais un crossover avec une région
de fluctuations supraconductrices importante [188].

En effet, il a été montré théoriquement que dans le cas des supraconducteurs 2D possédant
de faibles longueurs de cohérence, le passage de la phase liquide de vortex à l’état normal
n’est pas une transition de phase [23]. Le champ moyen correspondant à ce type de tran-
sition dans un supraconducteur 3D est noté HMF

c2 . En étudiant le rôle des fluctuations, les
auteurs ont montré que le diagramme de phase des cuprates dépend fortement du degré
d’anisotropie du système. Dans le cas des composés fortement anisotropes comme BSCCO
(ρc/ρab ∼ 1000− 10000), les champs HMF

c2 et Birr sont très différents à température nulle.
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Figure 5.3 – Dépendance en température de l’angle de Hall tanθH pour différents champ
magnétiques (à gauche) dans YBa2Cu3O6.5 et (à droite) dans un composé YBCO (Tc= 90
K), d’après [184].

A l’inverse, l’anisotropie des composés YBCO est assez faible (ρc/ρab ∼ 100). Dans ce
cas, la ligne de transition Birr approche HMF

c2 (T ) à basse température (figure 1.17(c)).
D’après ces résultats, on peut donc penser que même si le champ HMF

c2 n’est pas atteint
dans nos expériences, la phase liquide de vortex est représentative de l’état normal dans
YBCO. Dans cette thèse, nous apportons deux faits expérimentaux supportant ce scénario.
La première concerne la dépendance en champ magnétique de la résistivité de Hall à basse
température, qui est parfaitement linéaire et s’extrapole à zéro, ce qui est caractéristique d’un
état métallique. Cette observation est illustrée sur la figure 5.4 dans le cas de YBa2Cu3O6.5

et de YBa2Cu4O8 .
La deuxième observation, et peut être la plus convaincante, est le fait que la température

T0 devient indépendante du champ magnétique au dessus du champ Bn, au dessus duquel
les effets de flux flow sont supposés négligeables. Cela revient à dire qu’au dessus de ce
champ, les effets de vortex sont négligeables. On peut donc affirmer que le changement de
signe de RH n’a pas pour origine une contribution des vortex. De plus, et ceci constitue
une preuve encore plus évidente que l’on est dans l’état normal, dans le cas du composé
YBa2Cu3O6.67 la température T0 à laquelle l’effet Hall change de signe est supérieure à la
température critique Tc et ce sur toute la gamme de champ explorée.

Une autre indication quant au fait que les propriétés observées ne sont pas dues à un
régime de liquide de vortex réside dans de récentes mesures d’effet Hall effectuée dans le
composé YBa2Cu3O6.45 (p ∼ 0.085) [189]. En effet, l’effet Hall dans ce composé ne présente
pas de changement de signe et reste positif à basse température. Comme il semble peu
probable que les phases liquides de vortex soient (très) différentes entre deux composés
YBCO de dopages très proches, on peut penser que le changement de signe observé dans
RH n’est pas une propriété due à un effet de flux flow mais plutôt une propriété de l’état
normal.
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Figure 5.4 – Extrapolation de Rxy en fonction du champ magnétique à champ nul à T=
4.2K dans YBa2Cu3O6.5 et YBa2Cu4O8

Les mesures d’effet Nernst réalisées dans YBa2Cu3O6.5 par Y. Wang et al. soutiennent
également cette idée [190]. Leurs résultats sont présentés sur la figure 5.5. Dans le cadre de
la théorie de Boltzmann, la contribution des quasiparticules à l’effet Nernst est donnée par :

N =
π2

3
k2

BTB

m

∂τ

∂ε
|εF (5.1)

En faisant l’approximation suivante [191] : ∂τ
∂ε |εF≈ τ

εF
, on obtient :

N ' π2

3
k2

BT

e

ωcτ

εF
(5.2)

D’après les mesures d’oscillations quantiques, kF = 1.27 nm−1, correspondant à εF = ~2k2
F

2m∗ '
5.2 ×10−21 eV et une estimation de ωcτ ' 0.7 à B=35 T est obtenue dans les mesures de
couple magnétique [180]. Finalement, on trouve que N ' 7 µV/K à T=15K, ce qui est très
proche de la valeur trouvée expérimentalement par Y. Wang et al., N ' 9 µV/K à B=30T.
Bien que les vortex aient une contribution importante à l’effet Nernst dans l’état mixte,
il semble qu’à partir d’un champ B∼ 30 T dans le composé ortho-II, la contribution des
quasiparticules ne peut pas être négligée.

A partir de ces observations, il est donc maintenant clair que le signe négatif de l’effet
Hall est une propriété de l’état normal des cuprates YBCO et que cette observation va
nous apporter des renseignements sur la nature du pseudogap. Il nous reste maintenant à
interpréter ces résultats.
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Est-on dans l’état normal ?

Figure 5.5 – Contour plot du signal Nernst Ey(T,B) dans le plan B-T pour YBa2Cu3O6.5 ,
d’après [190].
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5.3 Topologie de la surface de Fermi observée

Nous allons voir que la faible fréquence d’oscillations mesurée implique que la SF est
constituée d’une ou plusieurs petites poches. Or, les mesures d’ARPES montrent que l’ouver-
ture du pseudogap dans les régions antinodales détruit la grande surface de Fermi observée
du côté surdopé du diagramme de phase, ne laissant ainsi la présence de quasiparticules
bien définies que le long d’arcs de Fermi dans les régions nodales.

Il faut noter que des oscillations quantiques dHvA dans YBa2Cu3Oy ont déjà été ob-
servées auparavant [192, 193, 194, 195]. Cependant, ces résultats ont été très contestés et ce
pour deux raisons : (i) les oscillations ne présentent pas une périodicité en 1/B évidente et
(ii) les mesures ont été effectuées dans des poudres, contrairement à nos mesures qui sont
réalisées dans des monocristaux de très haute qualité.

Nous allons dans cette partie étudier la topologie de la SF observée par les oscillations
SdH, la comparer aux calculs de structure de bandes et aux mesures d’ARPES et enfin
estimer la densité de porteurs.

Nous avons vu dans le Chapitre 1 que les oscillations quantiques constituent une mesure
directe de l’aire de la surface de Fermi, plus exactement de la section extrémale Ak de
l’orbite cyclotron perpendiculaire au champ magnétique. Cette équivalence est donnée par
la relation d’Onsager :

F =
φ0

2π2
Ak (5.3)

où φ0 est le quantum de flux. Dans le cas du composé YBa2Cu3O6.5 , la fréquence SdH
F= 530 T conduit à Ak= 5.1 nm−2 ce qui correspond à une vecteur d’onde moyen kF '
1.27 nm−1 (Ak = πk2

F ). Sachant que l’aire de la Première Zone de Brillouin (PZB) vaut
APZB = 4π2

ab = 265.7 nm2 avec ab=(0.38227×0.38872) nm2 [ce qui correspond à une fréquence
F= 27.9 kT (pour B//c)], la poche ne représente que 1.9 % de l’aire de la PZB.

La fréquence SdH mesurée pour Y124, F= 660 T, correspond à Ak= 6.3 nm2, soit kF '
1.42 nm−1, ce qui représente seulement 2.4 % de l’aire de la PZB.

Il est intéressant de comparer plus en détails ces résultats avec la surface de Fermi
observée du côté surdopé. Pour cela, considérons le cas du composé Tl2Ba2CuO6+δ (Tl2201).
Les calculs de structure de bande montrent que la surface de Fermi est un gros cylindre de
type trous, centré en (π,π) et qui occupe ∼65 % de la PZB. Les études expérimentales
comme l’ARPES ou l’AMRO sont en excellent accord avec ce résultat (cf. Chapitre 2).

Ce résultat a été confirmé récemment par l’observation d’oscillations quantiques dans ce
même composé [112]. Cette mesure montre en plus la cohérence de la surface de Fermi des
cuprates surdopés, ce qui n’était pas encore clair au vu des spectres mesurés en ARPES,
et donc l’applicabilité de la théorie du liquide de Fermi de ce côté du diagramme de phase.
Autrement dit, cette observation confirme le fait que ce sont bien les quasiparticules des
plans CuO2 qui sont à l’origine des oscillations quantiques observées. Une seule fréquence
SdH a été mesurée F= (18100 ± 50) T, correspondant à une orbite d’aire extrémale occupant
∼ 65 % de la PZB de rayon kF = 7.4±0.05 nm−1, en excellent accord avec les mesures issues
de l’ARPES et de l’AMRO. La masse effective cyclotron obtenue vaut m∗ = (4.4 ± 0.6) m0.

La poche observée dans les composés YBa2Cu3O6.5 et YBa2Cu4O8 ne représente donc
que ∼3 % de la surface de Fermi des cuprates surdopés. Il apparâıt donc un changement
drastique de la topologie de la SF des cuprates en fonction du dopage, passant d’une grande
orbite dans le régime surdopé à une ou plusieurs petites orbites dans le régime sous-dopé.
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5.3.1 Comparaison avec les calculs de structures de bandes LDA

Comparons tout d’abord nos résultats d’oscillations quantiques avec les calculs LDA afin
de vérifier si une petite poche est prédite par ces calculs.

Etudions dans un premier temps le composé YBa2Cu3O6.5 . Les calculs réalisés pour le
composé stœchiométrique YBa2Cu3O7 (ortho-I) montrent que la surface de Fermi, corres-
pondant à un dopage p ' 0.2, est constituée de deux grandes poches de forme cylindrique
de types trous centrées en S, correspondant aux deux plans CuO2, une surface 1D ouverte
correspondant aux châınes pleines CuO et une petite poche cylindrique de trous centrée au
point S due à une hybridation entre les châınes et les plans BaO, résultant du saut d’un
électron entre les sites des châınes Cu-O par l’intermédiaire d’un atome d’oxygène apical du
plan BaO (figure 5.6) [196]. Une estimation de la taille de cette poche montre qu’elle corres-
pond à une fréquence valant F ∼ 500 T, ce qui pourrait correspondre à la faible fréquence
que nous avons mesurée.

Cependant, des calculs LDA ont été réalisés pour le composé YBa2Cu3O6.5 en considérant
l’ordre ortho-II (consistant en l’alternance de châınes vides et pleines), conduisant à un
dédoublement de la cellule unité suivant la direction a, impliquant une réduction de la PZB
dans la direction ΓX [197]. La structure de bande montre la présence d’une bande très proche
du niveau de Fermi EF , qui a également pour origine une hybridation entre les châınes et
les plans BaO. La surface de Fermi résultante consiste alors en deux grandes poches, corres-
pondant aux plans CuO2, d’une bande correspondant aux châınes et de deux autres bandes
correspondant à la séparation due à la levée de dégénérescence des deux bandes correspon-
dant aux plans. D’après les calculs, la petite poche originellement présente au point S dans
la structure de bande de ortho-I est toujours présente et centrée au point en Y , mais sa taille
est trop petite pour correspondre à la fréquence mesurée. Une estimation de la fréquence
correspondant au plus petit cylindre donne F ∼ 2800 T, ce qui montre que le calculs LDA
ne semblent pas être en accord avec l’existence d’une petite poche dans la surface de Fermi.
Suite à l’observation d’oscillations quantiques, des calculs plus précis ont montré qu’une pe-
tite poche peut apparâıtre par un petit décalage du niveau de Fermi [183, 198]. Un tout petit
déplacement du niveau de Fermi, de l’ordre de ∆EF ∼ ± 20 meV, conduit à l’apparition
d’une petite poche de trous centrée au point Y , de fréquence comparable à la fréquence SdH
ou dHvA mesurée et de masse effective moyenne m∗ ∼ 1.5 m0. A partir de ces résultats, il
apparâıt que la surface de Fermi de YBa2Cu3O6.5 déduite des oscillations SdH pourrait être
en accord avec les calculs de structure de bandes.

Considérons maintenant la structure de bande et la surface de Fermi de Y124 (figure
5.7). Celle-ci est constituée de deux grands cylindres quasi-2D de type trous centrés au
point J (en coin de zone) et de deux bandes quasi-1D dues aux châınes. Toutefois, pour
faire apparâıtre une petite poche de trous avec la bande correspondant à l’hybridation entre
les châınes CuO et les plans BaO (située au point J), il faut maintenant décaler le niveau de
Fermi EF d’environ 400 meV. Il semble donc peu probable que cette bande soit à l’origine
des poches observées. Des poches peuvent cependant êtres induites par un décalage moindre
(∆EF ∼ 80 meV), mais leur taille est beaucoup trop grande pour expliquer la fréquence des
oscillations SdH.

En résumé, si on suppose que l’origine des oscillations quantiques dans YBa2Cu3O6.5

et YBa2Cu4O8 est la même, alors il parâıt peu probable que celle-ci soit expliquée par les
calculs de structure de bandes LDA.
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Figure 5.6 – Surface de Fermi de YBa2Cu3O7 déterminée à partir des calculs de structure
de bandes LDA [199]. Le quadrant de droite représente la mesure d’ARPES [200] effectuée
dans ce composé. On observe un bon accord avec les calculs LDA. D’après [201].

5.3.2 Dispersion électronique et surface de Fermi vue par ARPES : arcs ou
poches ?

5.3.2.1 Comparaison avec les mesures d’ARPES - Scénario quatre poches
nodales

Les mesures d’oscillations SdH permettent uniquement de déterminer la taille de l’orbite
extrémale perpendiculaire au champ magnétique de la SF, mais en aucun cas de déterminer
le nombre et la localisation dans l’espace réciproque de ces poches. Nous avons vu que les
mesures d’ARPES dans l’état pseudogap (PG) révèlent que la surface de Fermi des cuprates
sous-dopés est constituée de quatre arcs de Fermi distincts correspondants à des excitations
de type trou, situés dans les régions nodales (π/2,π/2) de la PZB, en accord avec la symétrie
d-wave du pseudogap.

Ces mesures d’ARPES ont été réalisées en fonction du dopage dans le cuprate supracon-
ducteur (dopé en trous) Na2−xCaxCu2O2Cl2 [NaCCOC] (p=0.1) [203] mais également dans
les familles Bi-2201 [204], Bi-2212 [138, 131] et LSCO [205].

De récentes mesures d’ARPES dans le composé Nd-LSCO avec x=0.12 ont suggéré que
le spectre mesuré suivant la direction nodale présente deux pics distincts [206]. Le point
important est que l’observation de cette seconde branche de quasiparticules bien définies
serait en accord avec l’existence d’une poche de trous au dessus de T=69 K, c’est-à-dire
bien au dessus de la température à laquelle se développe l’ordre de stripes à longue distance.
De plus, les auteurs montrent que ce pic ne serait dû ni à un désordre chimique introduit
par Nd, ni à la structure tétragonale à basse température pour laquelle on observe les
stripes. Cependant, il n’est pas exclu que cette seconde branche soit en fait une shadow
band telle qu’elle a déjà été observée dans Bi2212 [207]. Une shadow band est en fait une
image de la surface de Fermi ”principale” translatée par le vecteur antiferromagnétique de
la PZB Q = (π, π). Il a été montré que l’observation de cette bande est due aux distorsions
orthorhombiques du réseau de symétrie tétragonale présentes en surface et dans le volume
de l’échantillon [208]. L’observation de la deuxième branche dans les spectres obtenus par
Chang et al. peut donc avoir la même origine, car le composé NdLSCO est tétragonal et que
chaque plan CuO2 présente localement des distorsions orthorhombiques [209]. Cependant,
le fait de n’observer pratiquement aucune différence d’intensité dans la seconde bande à la
transition orthorhombique basse température-tétragonale basse température (LTO-LTT) a
conduit les auteurs à suggérer que son origine est indépendante de la structure cristalline.

Des mesures d’ARPES ont été récemment réalisées dans le composé YBa2Cu3O6.5 [210].
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(a)

Ortho II Y124
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Figure 5.7 – Ortho-II : (b) Surface de Fermi du composé YBa2Cu3O6.5 déterminée à partir
des calculs de structure de bandes. (a) Le niveau de Fermi EF est décalé de +20 meV afin de
faire apparâıtre des petites poches en Y de taille compatible avec les mesures SdH. Y124 :
(c) Calcul de structure de bande de YBa2Cu4O8 dans le plan. L’échelle de couleur reflète
le caractère de la bande : C correspond à une bande provenant des châınes, P à une bande
provenant des plans. (d) Surface de Fermi de Y124 vue suivant l’axe c. Le carré représente
la première zone de Brillouin. (e) Idem que (d) mais le niveau de Fermi EF est décalé de
100 meV [202]. Il apparâıt que les calculs LDA ne peuvent expliquer la présence de petites
poches au niveau de Fermi. D’après [202]

Le problème des composés YBCO est que le clivage se fait entre les plans des châınes CuO
et les plans BaO, entrâınant une réorganisation des oxygènes dans les châınes ce qui a pour
effet de modifier le dopage en surface de l’échantillon. En effet, les mesures réalisées par
Hossain et al. montrent que la SF observée est celle d’un composé surdopé (surface des
bandes liantes et anti-liantes dues au bilayer-splitting et surfaces 1D des châınes), dont le
dopage estimé à partir de l’aire des surfaces observées est p ' 0.28. La particularité de
leur travail est d’avoir réussi à contrôler le dopage en surface. En déposant des atomes de
potassium K par évaporation sur la surface clivée, en raison du potentiel d’ionisation de
K, des trous sont enlevés des plans. Ainsi, plus d’atomes K sont déposés, plus le dopage
diminue. Pour un dopage estimé de p ∼ 0.11, c’est-à-dire très proche de ortho-II, il apparâıt
que la surface de Fermi est constituée, outre des surfaces 1D des châınes, de quatre arcs
de Fermi déconnectés dans les régions nodales. Cependant, il faut noter que ces mesures ne
mettent pas en évidence le dédoublement de la cellule unité ainsi que le repliement de la
surface de Fermi propre à ortho-II.

De manière générale, il apparâıt que les mesures ARPES ne semblent pas être en accord
avec l’observation d’oscillations quantiques. Comment des oscillations quantiques pourraient
être observées dans le cas d’une surface de Fermi constituée d’arcs ? En effet, les oscillations
découlent directement des orbites électroniques fermées. L’explication la plus évidente est
que seul un côté de la poche de trous, de forme ellipsöıdale, est vu en ARPES. Ceci peut par
exemple être expliqué en considérant que des effets de cohérence dus aux fortes interactions
électroniques suppriment le poids spectral d’un côté de la poche [211]. Cette hypothèse serait
en accord avec l’interprétation des récents travaux de l’équipe de J. Mésot [206]. La surface
de Fermi serait alors constituée de quatre poches situées dans les régions nodales de la PZB,
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comme illustrée sur la figure 5.8b.
Dans ce scénario, comparons l’aire de la poche observée pour ortho-II avec celle de la

zone où le poids spectral est concentré pour le composé NaCCOC. Nous avons tracé sur la
figure 5.8a une ellipse d’aire Ak=5 nm−2 au dessus de l’arc de Fermi observé en ARPES ;
on peut voir que cette ellipse correspond assez bien au poids spectral. Ceci renforce l’idée
que seule une moitié de chaque poche est observée en ARPES, conduisant à l’observation
d’arcs de Fermi, alors que la SF serait réellement constituée de quatre poches nodales.

La formation de petites poches a également été suggérée par d’autres techniques expérimentales.
Citons par exemple les mesures magnéto-optiques à haute fréquence (effet Hall Infrarouge)
pour lesquelles les auteurs ont observé une importante augmentation de la fréquence de
Hall ωH = eB

mHc dans l’état pseudogap quand le dopage diminue à partir du dopage optimal,
impliquant la réduction de la masse mH , contrairement au comportement attendu quand
on s’approche de l’isolant de Mott [212]. Ces mesures vont dans le sens de la présence de
poches de Fermi résultantes d’une reconstruction de la SF. Cette observation est de ce fait
en désaccord avec les calculs de structure de bande ou encore les mesures d’ARPES.

a b

Figure 5.8 – (a) Distribution de l’intensité spectrale mesurée en ARPES dans un quadrant
de la première zone de Brillouin dans Na-CCOC au dopage p=0.1 révélant une surface de
Fermi constituée de quatre arcs de Fermi distincts. L’ellipse en jaune correspond à une
poche de la taille correspondant à la fréquence des oscillations quantiques mesurées dans
YBa2Cu3O6.5 . (b) Comparaison entre la grande surface de Fermi d’un supraconducteur
à haute température critique attendue d’après la théorie pour un métal conventionnel (en
rouge) et observée pour les cuprates surdopés, et les petites poches constituant la surface
de Fermi des cuprates sous-dopés, correspondant aux arcs de Fermi observés en ARPES,
révélées par la petite fréquence d’oscillations SdH. D’après [213].

5.3.2.2 Théories et calculs en accord avec un scénario quatre poches nodales

Plusieurs théories et modèles basés sur l’isolant de Mott dopé suggèrent que la surface de
Fermi du côté sous-dopé du diagramme de phase est constituée de quatre poches de Fermi
nodales. Plusieurs d’entre elles montrent comment les mesures SdH et ARPES peuvent être
compatibles.

L’existence de quatre poches nodales dont un seul côté serait observé en ARPES est
également proposée par des calculs basés sur la théorie de champ moyen dynamique (DMFT
en anglais pour Dynamical Mean Field Theory), permettant d’étudier un isolant de Mott
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dopé, étendus à une étude en clusters (Cluster Dynamical Mean Field Theories ou CDMFT )
[214]. Les auteurs montrent que le pseudogap qui se développe au niveau de Fermi serait la
conséquence d’une ligne de zéros de la fonction de Green à température et fréquence nulle
dans la région (π,π) de la PZB. La proximité de celle-ci avec la poche de Fermi entrâınerait la
suppression du poids spectral des quasiparticules observé en ARPES d’un côté de la poche.

P.A. Lee a étudié la dispersion électronique avec un gap de symétrie d dans le cas d’un
état dit staggered flux state. Dans ce modèle, proposé par T. Hsu et al. [215], on considère
que des courants orbitaux disposés en quinconce circulent dans les plans CuO2, formant alors
le paramètre d’ordre de cet état. Quand tous les bosons sont condensés, cet état devient un
liquide de Fermi et la dispersion énergétique en fonction de k induit la formation de quatre
poches de fermi dans les positions (±π/2,±π/2).

Dans un récent papier, N. Harrison et al. considèrent que des petites fluctuations an-
tiferromagnétiques (AF) sont présentes, mais que du fait de leur lente variation à basse
température, le système peut être caractérisé par un verre AF, de longueur de corrélation
ξ [216]. Les auteurs proposent que la topologie de la SF observée va alors dépendre de la
taille de ξ. Pour les ξ grands, ce qui serait le cas à très basse température et fort champ
magnétique, la SF est constituée de poches nodales. En revanche, pour les petits ξ, le poids
spectral est réduit, conduisant à l’observation d’arcs dans les régions nodales.

5.3.2.3 Libre parcours moyen

Le libre parcours moyen révélant les propriétés de transport dans les plans CuO2, `tr,
peut également être extrait à partir de la magnétorésistance transverse. Un fit de la MR
basé sur la formule 1.34 du modèle à deux bandes permet d’estimer ρ(B = 0) ' 126 µΩ
cm à T=1.5K alors qu’un simple fit en B2 de la MR donne ρ(B = 0) ' 238 µΩ cm, nous
permettant ainsi d’estimer une large barre d’erreur (figure 5.9). A ce stade, nous pouvons
seulement supposer que la SF est constituée de n poches par plan, soit 2n poches en totalité
par maille élémentaire. On peut alors estimer `tr = hc/2nkF e2ρ(B = 0) ' (7 ± 2)/n nm, où
c=11.7 Å est le paramètre de maille et kF =

√
2πF/φ0 est le vecteur de Fermi. On remarque

que cette valeur et celle déterminée précédemment à partir de l’amplitude des oscillations
sont très similaires, ce qui suggère qu’une seule poche par plan participe aux propriétés de
transport.
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Figure 5.9 – Fit de la magnétorésistance transverse à T= 1.5 K et haut champ avec la
formule 1.34 décrivant le comportement de la magnétorésistance dans un modèle à deux
bandes (trait plein) et avec une simple dépendance en B2 (ligne en pointillé).
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5.4 Interprétation de l’effet Hall négatif

5.4.1 Effet Hall dans les autres cuprates

Il peut parâıtre étonnant qu’aucun changement de signe de l’effet Hall n’ait été ob-
servé dans d’autres cuprates sous-dopés. En effet, des mesures de transport sous champ
magnétique intense jusqu’à 50 T ont été effectuées dans Bi2Sr2−xLaxCuO6+δ (BSLCO) et
dans La2−xSrxCuO4 (LSCO) (voir par exemple [217, 218]). Dans le cas de LSCO, le coef-
ficient de Hall présente une forte dépendance en température, passant de RH(/atome de
Cu)∼1 à RH(/atome de Cu)∼2.2 pour des dopages intermédiaires p ∼0.17, celui-ci sature à
basse température à des valeurs positives. La principale anomalie observée est un maximum
de RH autour du dopage optimum p ∼0.175.

Une explication possible réside dans le fait que LSCO et BLSCO sont beaucoup plus
sujets au désordre que YBCO. De ce fait, la mobilité µ dépendant directement du temps
de relaxation τ , on peut imaginer que la mobilité des électrons µe sera plus affectée que
la mobilité des trous µh et que compte tenu que la densité de trou est supérieure à celle
d’électrons la dépendance en température de RH , qui restera positif à basse température.
C’est le cas par exemple dans le composé NbSe2 que nous mentionnons ci-dessous ; le fait
de rajouter des impuretés dans le matériau conduit l’effet Hall, négatif à basse température
dans les échantillons les plus propres, à rester positif à basse température [219].

5.4.2 Influence des châınes Cu-O

Une chute de l’effet Hall dans YBCO similaire à celle que nous avons observée dans notre
étude a également été observée par Segawa et Ando [220, 170]. En considérant l’anisotropie
de la résistivité dans le plan ab, aussi faible soit elle, dans l’effet Hall mesuré, les auteurs
ont montré que cette chute est une caractéristique des plans CuO2 et non des châınes dans
les composés (très) sous-dopés.

Nous avons évoqué que la particularité de YBa2Cu3Oy est l’existence de châınes Cu-O
entre les plans CuO2 dirigées suivant l’axe b de la structure cristalline orthorhombique qui
jouent le rôle de réservoir de charge pour les plans CuO2. Ces châınes constituent en plus
des plans un canal unidimensionnel supplémentaire pour la conductivité électronique. De ce
fait, la conductivité dans les plans ab est anisotrope à température ambiante. Dans notre
cas, on s’intéresse à la région sous-dopée du diagramme de phase, c’est-à-dire lorsqu’un
grand nombre de sites sont vacants dans les châınes ; on peut donc s’attendre à ce que les
châınes n’aient qu’une faible influence sur la conductivité à basse température. En effet, les
châınes constituant des systèmes unidimensionnels, la conduction dans celles-ci est fortement
affectée par le désordre. On peut donc se demander si les châınes ont une influence sur
le comportement caractéristique de l’effet Hall que nous avons observé, en particulier le
changement de signe intervenant à basse température.

Cependant, il convient d’étudier plus attentivement l’influence des châınes pour ce qui
concerne l’effet Hall. Pour cela, nous avons tracé l’anisotropie de la résistivité dans le plan
définie par ρa/ρb mesurée dans deux échantillons différents. Celle-ci est représentée en fonc-
tion de la température sur la figure 5.10a pour le composé YBa2Cu3O6.5 et sur la figure 5.10c
pour le composé YBa2Cu3O6.67 , en plus de la résistivité pour chaque échantillon mesurée
suivant les deux directions à champ nul. Pour le composé ortho-II, alors que l’anisotropie
vaut 2.3 à température ambiante, elle tend à disparâıtre vers T=80 K, ρa/ρb ∼1, indiquant
que les porteurs dans les châınes sont complètement localisés et n’ont donc pas d’influence
sur la conductivité à basse température. C’est un peu moins évident pour le composé ortho-
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VIII où ρa/ρb ∼3.3 à température ambiante et ∼2.5 à T=110 K. Toutefois, il est clair que
l’anisotropie, en même temps que la conductivité dans les châınes, à tendance à diminuer
quand la température diminue.

L’anisotropie dans les plans CuO2 est fortement dépendante des échantillons car la
conductivité des châınes est extrêmement sensible aux défauts et à l’ordre des atomes
d’oxygène dans les châınes.

Intéressons nous à la conductivité propre des châınes. Si on applique un modèle simple
qui consiste à considérer que les châınes et les plans dans la direction ab constituent deux
canaux de conduction parallèles, la résistivité des châınes est donnée par :

ρch =
ρaρb

ρa − ρb
(5.4)

où on suppose que la résistivité dans le direction a correspond à la résistivité des plans.
La dépendance en température de ρch est montrée sur les figures 5.10b et d pour les deux
composé considérés ici. Le point important est que la résistivité des châınes présente une
dépendance quadratique en température au dessus de ∼160 K, caractéristique d’un com-
portement métallique. Cette observation est en accord avec les précédentes études que l’on
trouve dans la littérature [220, 221]. En revanche, on observe à basse température une di-
vergence de ρch en dessous de ∼160K dans ortho-II.

Par conséquent, le comportement caractéristique de RH observé à basse température,
en particulier le changement de signe, dans YBa2Cu3O6.5 et YBa2Cu3O6.67 est bien une
propriété des plans CuO2 et les châınes n’ont que très peu d’influence sur celui-ci.

Le cas du composé YBa2Cu4O8 est plus compliqué en raison du fait que les châınes
conservent un comportement métallique jusqu’à très basse température [220, 222] et que
l’anisotropie est plus grande que dans les composés Y123 en raison de la présence des deux
châınes Cu-O entre les plans. De ce fait, comme le montre Segawa et al., les châınes contri-
buent fortement à la dépendance en température de l’effet Hall. Cependant, si on regarde
le composé PrBa2Cu4O8, pour lequel il n’y a pas de plan conducteur CuO2 mais unique-
ment deux châınes Cu-O dirigées suivant l’axe b, l’anisotropie mesurée entre ρa et ρb est très
grande [223]. Ceci implique que la conductivité dans ce matériau est essentiellement due aux
châınes unidirectionnelles. Cependant, l’effet Hall mesuré dans ce composé ne montre aucun
changement de signe, celui-ci reste toujours positif. Si les châınes contribuent fortement à
RH dans Y124, elles ne semblent pas être responsables du changement de signe observé à
basse température.

5.4.3 Présence de poches d’électrons dans la surface de Fermi

L’explication la plus simple pour l’observation d’un effet Hall négatif dans un état
métallique est la présence d’une poche d’électrons au niveau de la surface de Fermi. Bien
sûr, cette interprétation peut parâıtre surprenante car dans le cas de YBCO, le dopage est
de type trou. De ce fait, on suppose que la surface de Fermi contient des poches d’électrons
et de trous. Dans ce scénario, on peut supposer que les propriétés électroniques sont décrites
par un modèle à deux bandes (l’une pour chaque type de porteurs). Dans ce cas nous avons
vu que le coefficient de Hall est donné par :

RH =
1
e

nhµ2
h − neµ

2
e + µ2

eµ
2
h(ne − nh)B2

(neµe + nhµh)2 + µ2
eµ

2
h(ne − nh)2B2

(5.5)
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Interprétation de l’effet Hall négatif
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Figure 5.10 – (a), (c) Résistivité suivant la direction a, la direction b et l’anisotropie de la
résistivité dans le plan ρa/ρb d’un échantillon YBa2Cu3O6.5 (YBa2Cu3O6.67 ) en fonction
de la température. (b), (d) Résistivité des châınes Cu-O ρch = ρaρb/(ρa − ρb) en fonction
de la température dans YBa2Cu3O6.5 (YBa2Cu3O6.67 ). Les châınes ont un comportement
métallique à haute température puis les porteurs se localisent à plus basse température
comme on peut le voir pour le composé ortho-II.

où e et h dénotent les électrons et les trous respectivement et dans le cas où la densité de
porteurs de varie pas avec la température. Le signe de RH va donc dépendre à la fois des
amplitudes relatives des densités ne et nh et des mobilités µe et µh. Etant donné que ces
composés sont dopés aux trous, on a nh > ne. Ainsi, on peut comprendre le signe négatif
de RH en considérant que les électrons ont une plus grande mobilité que les trous µe > µh.
En revanche, à haute température l’effet Hall est positif quelque soit l’échantillon, ce qui
suggère que la conductivité des trous domine celle des électrons.

Dans un tel cas de figure, il convient de revenir sur l’interprétation de l’observation des
oscillations Shubnikov-de Haas dans l’état normal de YBa2Cu3O6.5 et YBa2Cu4O8 . En effet,
nous avons vu que l’amplitude des oscillations quantiques est proportionnelle au facteur de
Dingle RD. Or ce dernier dépend directement de la mobilité de façon exponentielle :

RD = exp
(
−2π2m∗kBTD

~eB

)
= exp(−π/µB) (5.6)

Si l’on suppose que la mobilité des électrons est supérieure à celle des trous, c’est la poche
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d’électron qui est observée dans les mesures d’oscillations quantiques. Dans ce cas, soit
l’orbite de trous est ouverte, et aucune oscillation quantique ne peut être observée, soit la
mobilité des trous est trop faible pour que nous puissions distinguer la fréquence correspon-
dante à la poche de trous. En effet, il suffit que la mobilité des trous soit seulement plus
petite d’un facteur deux que celle des électrons pour que les oscillations quantiques soient
complètement atténuées. C’est ce dernier scénario que nous adoptons.

5.4.4 D’autres exemples/interprétations pour un effet Hall négatif

Dans des systèmes aussi complexes que les cuprates, il est naturel d’envisager diverses
explications pour l’origine d’un effet Hall négatif. Dans la suite, nous présentons quelques
travaux et scénarios envisagés issus de la littérature révélant un comportement similaire à
l’effet Hall que nous avons mesuré dans YBCO.

5.4.4.1 Une onde densité de charge

Un exemple intéressant est le composé NbSe2, qui présente une transition onde de densité
de charge (CDW) incommensurable à TCDW =32 K suivie d’une transition supraconductrice
à Tc=7.2 K [224]. Alors que les propriétés de transport semblent peu affectées par la transi-
tion CDW, l’effet Hall montre quant à lui une évolution significative à la transition. Celui-ci
passe d’une valeur constante et positive à haute température à une valeur constante mais
négative en dessous de TCDW . Dans ce cas, la dépendance en température de la chaleur
spécifique indique que la faible perte de porteurs à la transition est en contradiction avec
une transformation de la surface de Fermi. Certains auteurs suggèrent plutôt un scénario
basé sur un changement important du libre parcours moyen électronique, en se basant sur
des travaux de N.P. Ong [4].

5.4.4.2 Topologie de la surface de Fermi

Une analyse basée sur le modèle de Ong a permis d’expliquer la dépendance en température
de RH dans le composé pérovskite supraconducteur Sr2RuO4 [225]. La surface de Fermi de
ce composé est très bien connue ; les mesures de calculs de structure de bandes et les me-
sures d’oscillations quantiques sont en parfait accord et montrent que la surface de Fermi
quasi-2D est constituée de deux cylindres de type électron et d’un cylindre de type trou.
Ainsi, en utilisant les valeurs connues de kF et en supposant que le libre parcours moyen
à basse température est le même pour chaque poches, les auteurs ont déduit une valeur de
RH en très bon accord avec les mesures.

5.4.4.3 Les stripes

Le composé La2−x−yNdySrxCuO4 (Nd-LSCO) présente un ordre de stripes statique pour
x=1/8. Des mesures d’effet Hall ont révélé qu’en dessous d’une température notée T0 et pour
un dopage x <1/8, RH présentait une chute brutale et approchait zéro à basse température
[226]. De la même façon, les auteurs ont conclut que ce phénomène est indépendant de
l’origine de la supraconductivité car non seulement la chute de RH a lieu au dessus de Tc

mais elle est indépendante du champ magnétique appliqué. Les auteurs ont alors attribué
cette chute de RH à l’existence d’une phase ordonnée de spins et de charges pour x <1/8,
résultant d’un changement de la topologie de la surface de Fermi associé aux stripes et d’une
compensation accidentelle entre les surfaces d’électrons et de trous.
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Il en est de même dans le composé La2−xBaxCuO4 avec x=0.11, où, bien qu’aucun
ordre statique de stripes n’ait été observé dans les expériences de diffusion de neutrons,
l’existence d’un tel ordre est suggéré en raison de la transition orthorhombique-tétragonale
et des anomalies dans les propriétés de transport intervenant en dessous d’une température
notée TDW , associée à l’apparition d’un ordre de stripes, [227] similaires à celles de Nd-
LSCO. Dans leur travail, les auteurs ont mesuré un effet Hall qui augmente jusqu’à TDW et
chute brutalement à TDW quand la température diminue.

5.5 Densité de porteurs - Théorème de Luttinger

Nous allons dans cette partie nous intéresser à la densité de porteurs que l’on peut
déduire à partir de la fréquence d’oscillations.

Tout d’abord, intéressons nous au régime surdopé. Nous avons vu que d’après les mesures
d’ARPES, la surface de Fermi des cuprates surdopés consiste en un grand cylindre, dont la
taille correspond à ∼65 % de la première zone de Brillouin (PZB) dans le cas de Tl-2201
par exemple. La taille de ce cylindre est en très bon accord avec les calculs de structures de
bandes LDA. Ceux-ci prévoient que la densité de porteurs par atome de Cuivre évolue avec
le dopage comme n = 1 + p, où p est le dopage et n le nombre de porteurs par atome de
Cuivre (pour un plan CuO2). En effet, à dopage nul, les composés sont des isolants de Mott
avec un porteur par atome de Cuivre. Le dopage p correspondant au nombre de porteurs
(trous) que l’on rajoute dans les plans, on s’attend donc à ce que la densité de porteurs soit
n = 1 + p en augmentant le dopage. De plus, ces résultats sont en accord avec le théorème
de Luttinger, qui stipule que l’aire de la surface de Fermi en présence d’interactions est
la même que pour des électrons libres, c’est-à-dire qu’elle est déterminée par la densité de
porteurs de la cellule unité. La densité de porteurs par atome de Cuivre et par plan est ainsi
donnée dans un cas 2D par :

n =
Ak

4π2
ab =

F

φ0
ab (5.7)

où Ak est l’aire de l’orbite cyclotron déterminée par la relation d’Onsager, F la fréquence
d’oscillation, φ0=2.07 ×10−15 Tm2 le quantum de flux et ab est l’aire occupée par un atome
de Cu. Si on considère la densité de porteurs trouvée à la fois par les mesures d’effet Hall,
d’AMRO et d’ARPES pour le composé Tl2Ba2CuO6+δ avec p=0.25, celle-ci vaut n=1.26
±0.04 trous par atome de Cuivre. Cette valeur correspond à la valeur attendue par les calculs
de structures de bandes n = 1 + p. Dans le cas du composé surdopé Tl-2201, la fréquence
déterminée par les récentes mesures d’oscillations quantiques implique que Ak représente
∼65 % de la PZB, ce qui est en accord avec un nombre de porteurs de n ∼ 1.30 [112].

Cependant, cet accord entre la théorie et l’expérience n’est obtenu que du côté surdopé
du diagramme de phase. En effet, il semble que dans le cas des cuprates sous-dopés, les
corrélations électroniques mais surtout l’ouverture du pseudogap entrâıne que la densité de
porteurs n soit plutôt proportionnelle à p et non 1 + p.

Le fait que nous ayons confirmé le caractère (quasi-)bidimensionnel de la surface de
Fermi observée par les oscillations quantiques nous permet de supposer que la densité de
porteurs par atome de Cuivre par plan peut être également déterminée par la formule 5.7.
On trouve ainsi que pour le composé YBa2Cu3O6.5 , une fréquence de 530 T correspond à
n = 0.019 porteurs par atome de Cu et pour le composé YBa2Cu4O8 , une fréquence de
660 T implique que n = 0.024 porteurs par atome de Cuivre (en considérant 2 plans CuO2

par maille élémentaire). Bien que les mesures d’oscillations quantiques ne permettent pas
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de déterminer le nombre de poches présentes dans la surface de Fermi, il parait difficile
de concilier la théorie des bandes avec une si faible densité de porteurs. En supposant que
(presque) toutes les poches de la surface de Fermi ont été observées, la densité de porteurs
déterminée semble être plus en accord avec l’hypothèse que n = p du côté sous-dopé.

Cette idée est également suggérée si on regarde la taille de la section extrémale de la
SF perpendiculaire au champ Ak via la relation d’Onsager Ak = 2πeF/~. Si on considère la
valeur de la densité déterminée par la théorie des bandes, on doit avoir pour les composés
YBa2Cu3O6.5 et YBa2Cu4O8 n=1.1 et n=1.14 respectivement, ce qui correspond à une aire
Ak représentant 55 % et 57 % de la PZB dans chacun des cas. Or, nous avons vu que l’aire
déterminée à partir de la fréquence d’oscillation ne représente que ∼2 % pour ortho-II et
2.4 % pour Y124 de la PZB. Ceci suggère fortement une chute de la densité de porteurs
quand le dopage diminue d’un ordre de grandeur, passant de n = 1 + p du côté surdopé
à n = p du côté sous-dopé. Ce comportement étrange peut par exemple être vu comme
l’ouverture du pseudogap qui entrâıne que des parties de la surface de Fermi sont gappées
en dessous de Tc.

Cette observation est supportée par plusieurs autres mesures expérimentales. Nous allons
ici citer les plus significatives d’entre elles. Sur la figure 5.11, on compare la densité de
porteurs en fonction du dopage déterminée dans les expériences et celles trouvées à partir
des mesures d’oscillations quantiques (en considérant la présence d’une seule poche et d’un
seul plan CuO2 par cellule unité). Intéressons-nous dans un premier temps aux mesures de
longueur de pénétration λ. A basse température, la longueur de pénétration est directement
proportionnelle à la densité superfluide ns = m∗

µ0e2λ2 où m∗ est la masse effective et µ0

la perméabilité magnétique du vide. On suppose ici que la densité superfluide dans l’état
supraconducteur correspond à la densité de porteurs dans l’état normal de l’état sous-
dopé [217]. En prenant la valeur de λ=(202 ± 22)nm trouvée dans le cas du composé
ortho-II [228] et en considérant d’après nos résultats que m∗ ≈ 2m0, on trouve une densité
superfluide ns ' 0.12 porteur par atome de Cuivre par plan 1. On constate que cette valeur
est plus proche de p=0.1 que de 1 + p= 1.1. Les mesures réalisées par D.M. Broun et al.
dans des composés YBCO très sous-dopés vont également dans ce sens [229]. Une autre
observation significative concerne les mesures du coefficient de Sommerfeld γ dans l’état
normal des cuprates sous-dopés. Sur la figure 5.11 est représentée le saut de chaleur spécifique
∆γ(Tc) = γ(T ) − γ(120K) en fonction du dopage issue de [230]. Alors que pour p >0.19
∆γ(Tc) est pratiquement constant, celui-ci diminue brutalement une fois passé ce dopage
critique. Cela va aussi dans le sens d’un changement (brutal) de la densité de porteurs vers
le dopage critique pcrit=0.19. Une chute drastique de la densité d’état peut expliquer cette
diminution brutale de chaleur spécifique. Une étude systématique en fonction du dopage de
la constante de Hall a été réalisée par Balakirev et al. [217]. Sur la figure 5.11 nous avons
reporté les données de nH = 1/eRH pour le composé Bi2Sr2−xLaxCuO6+δ mesuré pour
T <1.6K. Là encore, le nombre de Hall présente un changement drastique de comportement
avec le dopage à proximité du dopage critique pcrit ; au lieu d’évoluer de façon monotone
comme 1+ p avec le dopage, on peut voir que celui-ci a tendance à se rapprocher de nH = p
à faible dopage.

Cependant, on peut noter que si on suppose que la densité de porteur du côté sous-dopé
vérifie n = p et quelque soit le nombre de poches de trous qui constituent la surface de
Fermi, le théorème de Luttinger n’est pas vérifié dans le régime sous-dopé. En effet, nous

1. La densité par atome de Cuivre par plan est égale à ns = m∗
µ0e2λ2 × abc, où abc = (0.38227× 0.38872×

1.17)nm3 = 1.7385× 10−28m3 est le volume de la maille élémentaire.
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avons vu que d’après celui-ci, la contribution d’une poche est de n=0.019 porteur par atome
de Cu pour ortho-II alors que le dopage est p=0.1 et n=0.024 porteur pour Y124 pour un
dopage p=0.14. Il parait donc impossible de vérifier le théorème de Luttinger si on considère
que seules des poches de trous sont présentes, et ce quelque soit leur nombre.

Le fait d’avoir une faible densité de porteurs proportionnelle à p du côté sous-dopé ainsi
que la présence d’une poche d’électrons vont dans le sens d’une reconstruction de la surface
de Fermi, entre un métal caractérisé par une grande surface de Fermi de type cylindrique
dans le régime surdopé et un métal caractérisé par de petites poches dans le régime sous-
dopé. D’après nos données, cette transition apparâıt autour d’un dopage critique situé entre
p=0.14 et p=0.25.
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Figure 5.11 – Densité de porteurs par atome de Cuivre en fonction du dopage estimée à
partir de différentes sondes expérimentales. Les lignes en pointillés représentent la valeur du
nombre de porteurs issu des calculs de structures de bandes LDA n = 1 + p et la valeur que
la densité de porteur semble atteindre dans le régime sous-dopé n = p.

Nous venons de voir qu’un scénario selon lequel la surface de Fermi serait constituée de
quatre poches nodales ne satisfait pas le théorème de Luttinger mais qu’il ne permet pas
non plus d’expliquer le signe négatif de l’effet Hall observé pour trois dopages différents. En
supposant que la surface de Fermi contient d’autres poches qui ne seraient pas observées
dans les expériences d’oscillations quantiques, alors la règle de somme peut être satisfaite.

Pour cela, étudions le cas du composé YBa2Cu3O6.5 . En considérant que la poche
observée dans les expériences SdH est une poche d’électrons, la fréquence d’oscillation SdH
mesurée F=530 T correspond à une densité de porteurs de ne=0.038 électrons par atome
de cuivre (en ne considérant qu’un seul plans CuO2 de la cellule unité). En supposant que
la densité de porteur ”totale” n est égale au dopage, alors on a :

n = nh − ne = p = 0.1 (5.8)
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où nh est la densité de trous. Il s’ensuit que la densité de trous par atome de cuivre (pour
les deux plans) vaut nh = 0.138, conduisant à une poche correspondant à F = 960 T.

Il en est de même pour le composé YBa2Cu4O8 , où la fréquence SdH mesurée F = 660 T
implique que ne = 0.048 électrons par atome de Cu. Le dopage étant estimé à p '0.14, cela
entrâıne que la densité de trous par atome de Cu est nh = 0.188, soit une fréquence associée
à la poche F= 1300 T.

Ainsi, les mesures SdH ne sont plus en contradiction avec le théorème de Luttinger.
Cependant, la question qui se pose maintenant est de savoir comment des poches d’électrons
peuvent apparâıtre dans un composé qui à priori ne possède que des porteurs de type trous ?

5.6 Scénarios basés sur une reconstruction de la surface de
Fermi

5.6.1 Scénarios commensurables

Dans la suite, nous discutons d’un scénario possible invoquant une reconstruction de la
surface de Fermi constituée d’une grande poche de trous (LDA) en une surface de Fermi
constituée de petites poches de trous et de petites poches d’électrons.

Pour cela, considérons un scénario simple type onde de densité, avec un vecteur d’ordre
Q = (π, π). Cette reconstruction est illustrée sur la figure 5.12. Une construction géométrique
simple permet de déterminer la nouvelle zone de Brillouin. Pour cela, on part de la zone
de Brillouin étendue calculée en LDA et observée du côté surdopé ( 1©). On translate cette
zone suivant le vecteur Q ( 2©). La topologie de la SF est donc complètement changée en rai-
son des levées de dégénérescence des bandes d’énergie ; des gaps apparaissent et des petites
poches sont formées. La nouvelle surface de Fermi résultante consiste alors de petites poches
de trous situées en (π/2,π/2) et d’électrons situées en (π/2,0) ( 3©). La nouvelle PZB recons-
truite contient alors deux poches de trous et une poche d’électrons. En considérant que les
oscillations observée à la fréquence F=530T (F = 660 T) pour ortho-II (pour Y124) pro-
viennent des électrons et en faisant en sorte que le théorème de Luttinger soit respecté, une
densité de trous nh = p+ne=0.138 (0.188) implique une fréquence F ' 960 T (F ' 1300 T).

La relation de dispersion généralement utilisée dans les cuprates de la surface de Fermi
non reconstruite est donnée par [231] :

εk = −2t(cos kx + cos ky) + 4t′ cos kx cos ky − 2t′′(cos 2kx + cos 2ky)− µ (5.9)

Celle-ci est représentée sur la figure 5.13 (cadrant (a)) avec t=0.38eV , t′ = -0.32t = 0.122eV
et t′′ = 0.16t = 0.061eV [232]. La surface de Fermi est représentée sur le cadrant (b). Les
cadrans (c) et (d) représentent quant à eux la relation de dispersion issue de la reconstruction
suivant un vecteur d’ordre (π,π) dans sa globalité et au niveau de Fermi respectivement.
L’apparition de petites poches de trous et d’électrons est ainsi mise en évidence.

Cependant, afin de valider ce scénario, il faudrait mesurer cette deuxième fréquence
F ' 960 T, dont la valeur est très proche de la seconde harmonique de la fréquence
F = 530 T. A ce jour, il est difficile de se prononcer quant à l’existence de cette fréquence.

Bien sûr, la question qui se pose maintenant est de savoir si des modèle théoriques
prévoient une telle reconstruction. Nous présentons différentes théories en accord avec ce
possible scénario.
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Figure 5.12 – Reconstruction de la surface de Fermi de YBCO suivant un vecteur d’ordre
(π,π).
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Figure 5.13 – Relation de dispersion dans le cas d’une surface de Fermi non reconstruite (a)
et surface de Fermi résultante (b). Cas où on a une translation de cette même relation de
dispersion suivant le vecteur (π,π) (c) et surface de Fermi reconstruite (d).
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5.6.1.1 Evaluation de la chaleur spécifique électronique

La chaleur spécifique C(T ) est une mesure thermodynamique qui fournit des informations
sur tous les états électroniques de basse énergie de l’ensemble du matériau. L’analyse est de
ce fait rendue difficile car le terme électronique de C(T ) ne représente que quelques % de la
contribution des phonons.

Le coefficient de chaleur spécifique (coefficient de Sommerfeld) γ = C(T )/T d’un liquide
de Fermi est donné par γ = π2k2

B/3N(εF ) où NA est le nombre d’Avogadro et N(εF ) est
la densité de quasiparticules en εF . Dans le cas d’une surface de Fermi bidimensionnelle
constituée de plusieurs poches, γ est donné par :

γ =
πNAk2

Ba2

3~2

nombre de poches∑

i

m∗
i (5.10)

où la somme sur i porte sur le nombre de poches, a est le paramètre de maille du plan et
m∗

i est la masse effective cyclotron de la poche. Cette quantité ne dépend pas de la densité
de porteurs et ce en raison du fait que m∗ et γ dépendent de la dérivée de l’aire de la SF
par rapport à l’énergie et sont multipliés par le même facteur représentant les interactions
électron-phonon et électron-électron.

Dans le cas de plusieurs composés, cette formule simple permet d’estimer un coefficient
de Sommerfeld en bon accord avec l’expérience. Prenons le cas du composé Sr2RuO4 dont la
surface de Fermi est aujourd’hui bien connue. Les mesures dHvA ont permis de déterminer
que la SF est constituée de trois bandes de masses effectives cyclotron respectives m∗=
3.3m0, 7m0 et 16m0 [233]. Sachant que a= 3.86 nm, le coefficient de chaleur spécifique
peut alors être estimé, en utilisant la formule 2D, à γ ' 39 mJ/molK2, à comparer avec la
valeur expérimentale γ ' 37.6 mJ/molK2. Tournons nous maintenant vers le cas du composé
fermion lourd CeCoIn5 où la dépendance en angle des différentes fréquences dHvA montrent
le caractère quasi 2D de la SF [234]. Les mesures dHvA mettent en évidence cinq bandes
principales, de masses effectives cyclotron m∗=48m0, 49m0, 15m0, 18m0 et 8.4m0 et on a
a= 0.461 nm. La valeur expérimentale de γ ' 300 mJ/molK2 est en très bon accord avec
la valeur estimée d’après 5.10 γ ' 290 mJ/molK2. Enfin, pour le cuprate surdopé Tl2201
où d’après la récente observation d’oscillations quantiques il est déterminé que m∗ ' 4.4m0,
impliquant que γ ' 6.5 mJ/molK2, en bon accord avec la valeur expérimentale γ ' 7
mJ/molK2 [112].

Dans le cas des composés YBCO où a= 0.38 nm, on peut estimer que la contribution de
chaque poche sera de 1.46×m∗/m0 mJ/molK2. A partir de mesures effectuées en champ nul
dans YBCO par Loram et al., on peut estimer une borne supérieure de γ dans l’état normal
à T=0K et à champ nul pour p ∼ 0.1 (et p ∼ 0.14), γY BCO ' 10 mJ/molK2 [235] 2. En
négligeant la contribution des châınes CuO et toute contribution due aux impuretés, dans le
cas où la SF serait constituée de seulement huit poches de trous nodales (en comparaison à
l’ARPES avec 2 plans CuO2), on obtient à partir des résultats SdH pour le composé ortho-II
où m∗= 1.9m0, γ ∼ 22.2 mJ/molK2 et γ ∼ 31.5 mJ/molK2 pour Y124 avec m∗= 2.7m0. Le
fait de trouver une valeur très supérieure à γY BCO ne plaide pas en faveur de ce scénario.
En revanche, si on suppose une reconstruction de la SF conduisant à l’existence de deux
poches de trous et d’une poche d’électron, on peut estimer la masse effective cyclotron des
trous afin de satisfaire γ ≈ γY BCO. Ainsi, on trouve des valeurs limites de la masse effective

2. Dans les papiers de J.W. Loram, le coefficient de Sommerfeld est donné en mJ/gat.K2, avec 1 gat=1/13
mol.
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cyclotron des trous (en négligeant toujours la contribution des châınes) m∗ ' 0.8m0 et m∗ '
0.4m0 pour ortho-II et Y124 respectivement.

Bien sûr, on peut s’interroger sur la validité d’une telle formule dans le cas de systèmes
à fortes corrélations électroniques. Cependant, en supposant que la SF soit constituée de
quatre poches identiques de trous et de deux poches d’électron et sachant que la SF est quasi
2D et en raison du fait que la formule 5.10 soit en accord avec les données expérimentales
dans d’autres types de composés à fortes corrélations électroniques, on peut espérer que
les valeurs de la masse effective cyclotron des trous estimée pour ortho-II et Y124 soient
réalistes.

5.6.1.2 Comparaison avec les données extraites de l’ARPES

Les mesures d’ARPES permettent de déterminer trois paramètres : la vitesse de Fermi
vF , correspondant à la pente de la dispersion de l’énergie E en fonction de k, le vecteur
d’onde de Fermi kF ainsi que la pente du gap supraconducteur. Il est ainsi montré dans
Bi2212 et LSCO par exemple que vF en (π, π) ne varie pas de plus de 10 % en fonction du
dopage et possède une valeur universelle vF ' 2.5 ×105ms−1 [236, 237, 238]. Ce résultat est
illustré sur la figure 5.14. La figure 5.14a montre la dépendance en fonction de l’angle α pour
plusieurs dopages de la vitesse de Fermi dans LSCO. Pour un même dopage, on voit que
vF est anisotropique, passant de 2.5 ×105ms−1 à 8.3 ×104ms−1 quand on va de la région
nodale à la région antinodale. Cependant, il semble que la vitesse de Fermi ne dépende pas
du dopage tout autour de la surface de Fermi dans LSCO.

Comparons ces nombres à ceux obtenus ou estimés à partir des mesures SdH. Intéressons
nous tout d’abord à la région antinodale où nous supposons qu’il y a une petite poche
d’électrons, correspondant à la fréquence d’oscillations observée. D’après le relation d’On-
sager, on peut exprimer la vitesse de Fermi vF en fonction de la fréquence :

vF =
~

m∗

√
2πF

φ0
(5.11)

On trouve vF ' 7.7 ×104 ms−1 et vF ' 6 ×104 ms−1 pour YBa2Cu3O6.5 et YBa2Cu4O8 res-
pectivement. Ces mesures sont similaires à celles extraites des résultats d’ARPES, suggérant
que la poche observée en SdH serait bien située en (0,π) 3. Cependant, on trouve une vitesse
de Fermi différente pour les deux dopages étudiés, d’environ 30 % supérieure pour p=0.1.

Tournons nous maintenant vers l’étude de la région nodale de la surface de Fermi. D’après
les mesures d’ARPES, la vitesse de Fermi est indépendante du composé étudié et vaut vF '
2.5 ×105 ms−1. Si on évalue la vitesse de Fermi avec les valeurs extraites des mesures
d’oscillations et de l’évaluation de la chaleur spécifique, on trouve vF ' 2.5 ×105 ms−1 pour
ortho-II et vF ' 5.7 ×105 ms−1 pour Y124. Il apparâıt que ces valeurs sont en bon accord
avec l’ARPES (particulièrement pour ortho-II), mais le fait de trouver une vitesse de Fermi
qui dépend fortement du dopage est en contradiction avec l’ARPES et va à l’encontre de
ce scénario, la vitesse de Fermi dans Y124 étant 2.3 fois que dans ortho-II. En supposant
le scénario d’une reconstruction valable, cela suggère que soit la formule 5.10 n’est pas
applicable dans le cas des cuprates sous-dopés, soit que l’ARPES et les mesures SdH ne sont
pas sensibles aux mêmes effets dans cette région de la surface de Fermi.

Il est maintenant intéressant de regarder du côté surdopé du diagramme de phase. Sur

3. Notons que la valeur extraite de la vitesse de Fermi à partir des oscillations dHvA dans YBa2Cu3O6.5

, vF =8.4 ×104 ms−1, est en meilleur accord avec l’ARPES [180].
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la figure 5.14a, on voit que la vitesse de Fermi dans la région antinodale semble adopter la
même valeur que du côté sous-dopé, en particulier pour le composé Tl-2201 à p ' 0.23. Il
est donc intéressant d’extraire vF à partir des mesures SdH et dHvA réalisées dans Tl2201
[112]. En supposant un temps de relaxation isotrope, la fréquence F=18100 T implique
une vitesse de Fermi vF ' 1.95 ×105 ms−1 = 1.4 eVÅ, proche de la valeur estimée par
l’ARPES. Cependant, on considère ici que la vitesse de Fermi est constante tout autour de
la SF. Or, les mesures d’ARPES montrent que ce n’est pas le cas. De plus, il a été montré
par M. Abdel-Jawad at al. que la vitesse de Fermi, vF = `/τ , dans Tl-2201 est fortement
anisotrope autour de la SF (∼ 40 %) en raison d’une anisotropie du taux de diffusion dans
le plan Γ(k) = τ−1(k) [239]. Cette anisotropie s’est révélée nécessaire afin d’expliquer, avec
le modèle de Boltzmann, la dépendance en fonction de l’angle entre les plans et le champ
magnétique de la magnétorésistance dans Tl2201. De ce fait, la détermination de vF à partir
de la fréquence d’oscillation représente plutôt une moyenne de la vitesse autour de la SF,
celle-ci étant plus grande dans les régions antinodales.

b

Figure 5.14 – a) Dépendance avec le dopage de la vitesse de Fermi dans les régions nodales
(1 eVÅ ≈ 1.39×10−5 ms−1 ) [237]. D’après les mesures d’ARPES, la vitesse de Fermi est
constante en (π,π) pour tout dopage 0.03 < x < 0.3. b) Vitesse de Fermi autour de la surface
de Fermi (un quadrant) de la région antinodale à la région nodale [238]. La vitesse de Fermi
ne montre pas de dépendance avec le dopage et sature également en (0,π).
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5.6.1.3 Théories proposées

Afin d’évaluer la possibilité d’une reconstruction de la surface de Fermi, nous allons
mentionner quelques théories proposées jusqu’à présent pour expliquer nos données.

5.6.1.3.1 Vecteur d’ordre antiferromagnétique : cas des cuprates dopés aux
électrons

Dans le cas du cuprate dopés aux électrons Pr2−xCexCuO4−δ (PCCO), un changement de
signe de l’effet Hall a été observé en fonction du dopage approximativement autour du dopage
critique xc=0.16 jusqu’où persiste un ordre antiferromagnétique à longue distance [240]. La
figure 5.15a présente les données de la constante de Hall en fonction de la température pour
différents dopages obtenues dans PCCO. RH est positif quelque soit la température pour
x >0.19 et négatif pour x <0.15. Un changement de signe apparâıt en revanche pour des
dopages intermédiaires entre 30K et 40K, RH passant de positif à basse température à négatif
à haute température. Ce comportement, bien qu’opposé à celui observé dans YBCO, est
toutefois très similaire. De plus, les propriétés de transport semblent pouvoir être expliquée
par un scénario multibande où la dépendance en température des mobilités est différente
pour les trous et les électrons.

Un scénario basé sur une onde de densité de spin (SDW) avec un vecteur d’onde commen-
suré Q = (π, π) a été proposé par Lin et Millis afin d’expliquer le comportement particulier
de l’effet Hall dans ce composé. Dans ce modèle, l’ordre SDW induit une reconstruction de la
SF en dessous de xc, aboutissant à une SF constituée de deux poches de trous en (π/2, π/2)
et une poche d’électrons en (0, π) autour du dopage optimal et en dessous de x ∼0.12, seule
persiste une poche d’électron en (0, π) ; la SF du côté surdopé étant une grande poche de
trous centrée en (π, π). L’amplitude du gap SDW est nul au dessus de xc et augmente quand
le dopage diminue en dessous de xc.

Ce modèle est d’ailleurs en bon accord avec les mesures d’ARPES effectuées dans des cu-
prates dopés aux électrons. En effet, des mesures effectuées dans le composé Nd2−xCexCuO4±δ

montrent qu’à faible dopage la surface de Fermi est une poche d’électrons centrée en (π,0)
et contenant ∼ x porteurs [241]. A mesure que le dopage augmente, la surface de Fermi
devient une grande poche de trous centrée en (π,π) de volume ∼ 1 + x, en accord avec le
théorème de Luttinger. Comme on peut le voir sur la figure 5.15b, pour x=0.15, le spectre
mesuré présente des pics de quasiparticules au niveau de Fermi dans les régions nodales et
antinodales, mais pas entre les deux. La SF au dopage optimal est donc bien caractérisée
par la présence de poches d’électrons et de poches de trous.

Il semble cependant très peu probable que ce scénario soit appliquable dans le cas des
cuprates dopés aux trous. En effet, le développement d’une onde de densité de spin nécessite
on ordre magnétique à longue portée, ordre (AF) qui disparâıt rapidement dans ces composés
(autour de p ∼0.05).

5.6.1.3.2 Un effet du champ magnétique ?

On peut se demander si le champ magnétique n’a pas une influence sur l’observation des
oscillations. Dans ce contexte, il a été proposé par le groupe de T.M. Rice et F.C Zhang
que la reconstruction de la surface de Fermi serait induite par le champ magnétique [242].
Dans leur papier, les auteurs suggèrent que l’application d’un champ magnétique détruit les
paires de Cooper puis induit un ordre antiferromagnétique, conduisant à la formation de
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(a) (b)

Figure 5.15 – (a) Dépendance en température de l’effet Hall dans le cuprate dopé en électrons
Pr2−xCexCuO4−δ pour plusieurs dopages [240]. (b) Mesures ARPES dans le cuprate dopé
en électron Nd2−xCexCuO4±δ [241].

deux poches de trous dans les régions nodales. Cependant, nous avons vu que le présence
de seulement deux poches de trous ne satisfait pas le théorème de Luttinger. Néanmoins,
les auteurs n’ont pas considéré dans ce papier l’existence de poches d’électrons. Or, il est
certainement possible d’induire le développement de ces poches si un ordre AF est induit
par le champ.

Des mesures de RMN ont été réalisées sous champ magnétique dans le composé YBa2Cu4O8

. En mesurant la dépendance en température de 1/T1T de 63Cu des cuivres des plans CuO2

dans le composé YBa2Cu4O8 (p ∼ 0.14) jusqu’à 28.5T, G. Zheng et al. ont montré que le
champ magnétique n’affecte en rien le pseudogap [243, 244]. En effet, à champ nul, on re-
trouve le comportement attendu dans le cas d’un cuprate sous-dopé ; 1/T1T augmente quand
la température diminue, atteint un maximum à T ∗ puis chute en raison de l’ouverture du
gap de spin. Or, pour T >∼ Tc, les courbes obtenues entre 0 T et 28.5 T sont confondues
et T ∗ est identique quelque soit le champ. D’après ces résultats, il semble qu’aucune phase
n’est induite par le champ magnétique autour du dopage p ∼ 0.14, du moins jusqu’à 28.5T.

En outre, la récente observation à fort champ magnétique d’oscillations SdH dans le
cuprate surdopé Tl2201, dont la topologie de la SF est en parfait accord avec les mesures
effectuées à champ nul, suggère fortement que le champ magnétique ne modifie en rien la
SF.

5.6.1.3.3 Onde de densité d (d-density wave)

Nous avons mentionné dans la partie introductive sur les cuprates le fait que le pseudogap
puisse décrit par une onde de densité de symétrie d (d-density wave ou DDW) [141].

C’est dans ce contexte que S. Chakravarty et HY. Kee ont proposé un scénario en accord
avec l’existence de petites poches de trous et d’électrons [245]. L’ordre DDW, lorsqu’il est
commensuré, induit un dédoublement de la cellule unité (brisure de symétrie), entrâınant
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une reconstruction de la SF dont la zone de Brillouin réduite contient deux poches de trous
elliptiques en (±π/2,±π/2) et une poche d’électrons en (0,±π) et (±π,0). Dans le cadre
d’un modèle à deux bandes et dans la limite T →0, les auteurs ont calculées RH pour le
composé YBa2Cu3O6.5 en utilisant les formules développées par T.Ando pour la conductivité
dans le cadre d’un système électronique à deux dimensions soumis à un champ magnétique
perpendiculaire [246]. Les résultats obtenus sont en bon accord avec nos expériences. De plus,
ces calculs montrent qu’une mobilité des trous simplement moitié de celle des électrons
entrâıne que la bande d’électrons domine les oscillations et que seule cette fréquence est
détectée.

Cependant, l’existence de l’ordre DDW repose sur l’existence de courants orbitaux in-
duisant des moments magnétiques de très faible amplitude (∼0.05µB) à priori mesurables.
Malgré tous les efforts fournis, les mesures réalisées afin de détecter ce magnétisme induit
par les brisures de symétrie sont plutôt controversées [162].

5.6.1.3.4 Prise en compte du bilayer splitting

Nous avons mentionné que dans le cas des cuprates à deux plans, un terme de couplage
t⊥(k) existe entre les plans CuO2 (bilayer splitting). Ce terme de couplage, de la forme :

t⊥(k) =
t⊥
4

[cos(kxa)− cos(kya)]2 (5.12)

dans YBCO où a est le paramètre de maille du réseau, a pour effet de dédoubler les poches
de la surface de Fermi. Autrement dit, dans le cas d’une reconstruction suivant un vec-
teur d’ordre commensuré, on s’attend à avoir quatre poches, donc quatre fréquences. Le
dédoublement étant assez faible, les fréquences correspondant aux poches de trous (électrons)
sont très proches.

Cet effet a par exemple été calculé par X. Jia et al. dans le cadre d’une reconstruction
induite par un ordre DDW [247]. Il apparâıt que le bilayer splitting affecte plus la poche
d’électrons que la poche de trous. Les fréquences obtenues dans ces calculs pour le composé
ortho-II, en se contraignant de satisfaire le théorème de Luttinger, sont F1 ≈ 944 T et F1 ≈
967 T pour les poches de trous et F1 ≈ 570 T et F1 ≈ 450 T pour les poches d’électrons.

En considérant le bilayer splitting, ce n’est donc plus une fréquence qu’il reste à observer
(poche de trous), mais trois. Cependant, les fréquences correspondant aux poches d’électrons
étant très proches l’une de l’autre, il se peut qu’elles ne soient pas discernables dans les
transformées de Fourier réalisées à partir des mesures SdH.

5.6.1.4 Ordre de stripes

A.J. Millis et M.R. Norman ont proposé un ordre de stripes au dopage 1/8 (figure
2.31) pour expliquer la reconstruction de la surface de Fermi [231]. Les modulations de
spins sont alors décrites par le vecteur d’onde Qs=(3π/4,π). En partant de la relation de
dispersion standard basée sur le modèle des liaisons fortes des cuprates (formule 5.9), les
auteurs supposent que les électrons sont diffusés par un potentiel de spin V et un potentiel
de charge Vc, de périodicité 1/8, identique à l’ordre de stripe. Différentes surfaces de Fermi
sont obtenues suivant les valeurs de ces potentiels mais de façon générale elles sont assez
complexes. Elles peuvent être constituées d’orbites ouvertes (1D), de poches de trous et
de poches d’électrons. Ces calculs ont été étendus à l’effet Hall par J.L. Lin et A.J. Millis
[248]. Les premières conclusions sont les mêmes. Dans le cas où Vc est nul, à mesure que V
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augmente, la surface de Fermi est constituée de poches de trous, de poches d’électrons et
d’une surface ouverte, puis les poches de trous disparaissent, suivies des poches d’électrons.
En revanche, lorsque V est nul, les poches d’électrons ne sont pas présentes. Lorsque les deux
potentiels sont pris en compte, il apparâıt des surfaces ouvertes et des poches d’électrons.
En résumé, la présence de poches d’électrons est principalement due au potentiel de spin
associé à l’ordre de stripe.

Dans leur papier, Lin et Millis ont étudié l’évolution de la constante de Hall RH avec
le dopage dans le cas où seul V est non nul. Les auteurs traitent le potentiel V en champ
moyen et suppose qu’il est inversement proportionnel au dopage (pour x < 0.24) : V =
C0

√
1− x/0.24, avec V0=0.35 eV. La dépendance particulière de RH (figure 5.16) est alors

interprétée comme la conséquence du changement de topologie de la surface de Fermi, qui
est très sensible aux variations des potentiels de l’ordre de stripe :

• Pour un dopage x <0.125, des poches d’électrons et des bandes 1D de trous sont
présentes et RH est négatif

• vers x ∼ 0.15, la contribution des poches de trous domine, RH est positif
• autour de x ∼ 0.18, les poches de trous se transforment en surface 1D, RH diminue
• pour x ∼ 0.2, de petites poches de type trous apparaissent, RH augmente légèrement.

X = 0.06 X = 0.125 X = 0.16 X = 0.18 X = 0.20

Figure 5.16 – Dépendance en dopage de la constante de Hall dans le cas d’un ordre de stripe
où V 6= 0 et Vc=0. Les cadrans sont les différentes surfaces de Fermi déterminées par les
calculs. D’après [248]

L’avantage de ce modèle est qu’il permet d’expliquer le signe négatif de l’effet Hall tout
en s’affranchissant de la contrainte du théorème de Luttinger. En effet, les bandes 1D, tout
en contribuant au transport, ne peuvent engendrer d’oscillations quantiques. Il est donc
impossible de dire si oui on non l’intégralité de la surface de Fermi est observée par les
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5. Discussion et interprétation des résultats de YBCO sous-dopé

mesures SdH ou dHvA.
Cependant, il est intéressant de noter que nos mesures d’effet Hall semblent pointer vers

une anomalie autour de p ∼ 1/8. En effet, en reportant sur le diagramme de phase les
températures T0 ou Tmax, déterminées précédemment pour les trois dopages p =0.1, 0.12
et 0.14, et en considérant le fait que l’effet Hall dans YBa2Cu3O6.45 (p ' 0.085) est positif
quelque soit la température [189], il semble que celles-ci mettent en évidence un dôme autour
de p ∼ 1/8. Des mesures d’effet Hall dans des composés YBCO pour p >0.14 sont cependant
nécessaires afin de déterminer si oui ou non ce dôme existe réellement, autrement dit que
RH est positif à basse température pour p >∼ 0.16.

0.0 0.1 0.2 0.3
0

50

100

150

200

250

 

 

T
em

pé
ra

tu
re

 (
K

)

Dopage, p

 

 

T
e
m
pé

ra
tu
re

 (
K
)

Dopage, p

T*
TAF

Tc

Tmax

T0

p=1/8

Y124

Figure 5.17 – Diagramme de phase générique des cuprates où l’on a reporté les températures
T0 ou Tmax, déterminées précédemment pour les trois dopages p =0.1, 0.12 et 0.14. Il apparâıt
que ces températures semblent caractériser un dôme autour de p ∼ 1/8.

5.6.2 Présence d’un Point Critique Quantique

La reconstruction de la surface de Fermi suggérée par les mesures d’oscillations SdH
et d’effet Hall dans YBCO sous-dopé, combinées aux mesures d’effet Hall, d’ARPES et
d’oscillations quantiques dans Tl2201, montrent que le changement de la topologie de la
surface de Fermi semble avoir lieu entre p= 0.14 et p= 0.25. La présence d’un point critique
quantique (PCQ) dans cette zone du diagramme de phase est donc envisageable.

Nous avons déjà évoqué la présence d’un point critique quantique dans les composés
fermions lourds. Celui-ci se développe lorsque les deux échelles d’énergie du système (TK et
TRKKY ) sont comparables, entrâınant de fortes fluctuations magnétiques pouvant induire
de la supraconductivité non conventionnelle. Plusieurs études montrent qu’en fonction d’un
paramètre ajustable δ, une reconstruction de la surface de Fermi a lieu au PCQ ; d’une grande
surface de Fermi dans la phase désordonnée, on passe à une petite surface de Fermi dans la
phase ordonnée [249]. C’est par exemple le cas du composé YbRh2Si2 qui présente un PCQ
induit par le champ à B' 60 mT [250]. Les mesures d’effet Hall suggèrent un changement
drastique de la SF au PCQ [251]. Ces résultats sont interprétés en terme d’effondrement de
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Scénarios basés sur une reconstruction de la surface de Fermi

la SF : un grand nombre de porteurs de la phase non magnétique est soudainement perdu
au niveau du PCQ. Dans leur papier, Gegenwart et al. proposent que le PCQ détruit l’effet
Kondo et convertit la grande SF de l’état fermion lourd antiferromagnétique en une petite
SF [249]. Si on fait une analogie entre les cuprates et les fermions lourds, il reste cependant à
déterminer pour ces derniers l’échelle d’énergie qui serait en compétition avec la température
de pseudogap T ∗ et qui engendrerait des fluctuations (magnétiques ?) susceptibles d’induire
la supraconductivité.

En appliquant une théorie de loi d’échelle (que nous n’aborderons pas ici), T. Senthil a
proposé que la grande SF observée dans le régime surdopé disparâıt de façon continue en
dessous d’un dopage critique noté xc [252], conduisant à de petites poches du côté sous-
dopé. En particulier, il est présenté un cas exotique où deux transitions ont lieu à xc1 et xc2

respectivement (figure 5.18). Senthil suppose que dans le régime sous-dopé, le système est
caractérisé par un état présentant une brisure de symétrie conduisant à un dédoublement
de la cellule unité et donc à la formation de deux poches de trous, comme c’est le cas dans
le modèle DDW, ou plus généralement pour les modèles qui considèrent une phase staggered
flux (s-flux). Dans le cas présenté sur la figure, la disparition de la grande SF quand on part
du côté surdopé, se fait en deux étapes. Sans rentrer dans les détails, disons seulement que
la transition en xc1, qui est une transition dite de Lifshitz 4, conduit à un état caractérisé par
la présence simultanée de la phase s-flux et d’un recouvrement de la SF. La SF résultante est
formée de deux poches de trous en (π,π) et d’une poche d’électron en (0,π). En revanche, la
transition à xc2 ne nécessite que la présence d’une brisure de symétrie et la SF est constituée
de quatre poches de trous dans les régions nodales.

La présence d’un point critique quantique est également suggérée par de récentes mesures
de transport sous champ magnétique intense. Nous avons déjà évoqué les mesures d’effet
Hall dans LSCO et BSLCO réalisées par F.F. Balakirev et al. [217, 218]. En traçant le
nombre de Hall défini par nH = 1/RH (modèle à une bande) en fonction du dopage, les
auteurs ont mis en évidence un pic autour de p ∼0.175 pour T <30K, qu’ils interprètent
comme révélateur de la présence d’un PCQ, qui serait associé à la disparition du pseudogap
et donc à la reconstruction de la surface de Fermi.

xOD metalUD s-flux x
c1

x
c2 s-flux with folded

‘‘large" FS

Figure 5.18 –

4. Une transition de Lifshitz est basée sur les fluctuations quantiques d’un système caractérisé par un
changement de topologie de la surface de Fermi. De plus, cette transition est toujours continue.
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5. Discussion et interprétation des résultats de YBCO sous-dopé

5.6.3 Scénarios incommensurables

5.6.3.1 Expériences

Nous avons évoqué dans la partie précédente la nécessité que la surface de Fermi com-
porte d’autres poches, en particulier de trous, afin de satisfaire le théorème de Luttinger.
Cependant, nous n’avons jusqu’à présent pas réussi à distinguer d’autres fréquences dans
les mesures SdH et dHvA en plus du pic principal à F ∼500-600T.

S E. Sebastian et al. ont mesuré les oscillations dHvA dans le cuprate sous-dopé YBa2Cu3O6.51

(p=0.1) en champ statique jusqu’à 45T, cet échantillon provenant de la même source que le
nôtre (UBC). Ils ont ainsi confirmé la présence de la fréquence autour de Fα ' 500T et ont
reporté l’existence d’une seconde fréquence Fβ=1654T d’amplitude ∼30 fois inférieure à Fα.
Cette fréquence est très supérieure à celle que l’on attend dans le cas d’une reconstruction
selon le vecteur d’ordre Q = (π, π). Les auteurs suggèrent un scénario d’une onde de den-
sité spirale (ou hélicöıdale), c’est-à-dire que la reconstruction se fait selon un vecteur d’ordre
incommensuré Q = (π(1−2δ), π), où δ est le déplacement de la diffusion magnétique par rap-
port à QAF observé dans les mesures de diffusion inélastique de neutrons. Dans le composé
YBa2Cu3O6.5 , δ ∼ 0.1 mais aucun ordre à longue distance n’a été observé [121, 122, 123].

5.6.3.2 Calculs

Pour expliquer la présence de la fréquence Fβ, prendre en considération uniquement le
bilayer splitting ne suffit pas. Des calculs basés sur une reconstruction de la surface de Fermi
suivant un vecteur d’ordre DDW incommensuré ont été réalisés par X. Jia et al. [247]. Les
justifications de l’incommensurabilité du vecteur d’ordre DDW sont présentées dans [253].
En cherchant les paramètres satisfaisant à la fois le théorème de Luttinger et la fréquence
Fβ observée, les auteurs trouvent quatre fréquences : F1 ≈ 1661 T et F1 ≈ 251 T pour les
poches de trous et F1 ≈ 535 T et F1 ≈ 442 T pour les poches d’électrons. Le bilayer splitting
affecte principalement les poches d’électrons. La surface de Fermi résultante est présentée
sur la figure 5.19.

De récents calculs ont été réalisés par D. Podolsky et HY. Kee afin d’étudier la topo-
logie de la surface de fermi de YBa2Cu3O6.5 [1]. Pour cela, les auteurs considèrent que les
propriétés observées (oscillations SdH, effet Hall négatif, théorème de Luttinger) sont compa-
tibles avec la présence d’un ordre DDW [245] mais que l’ordre des châınes CuO ortho-II joue
également un rôle très important. Afin de déterminer la surface de Fermi de YBa2Cu3O6.5

, les auteurs font en sorte que le théorème de Luttinger soit satisfait avec comme condition
la présence d’une poche de fréquence Fβ ∼ 1600T, en accord avec les expériences de S.E.
Sebastian et al.. La surface de Fermi obtenue est alors totalement différente. En considérant
donc à la fois le potentiel dû à l’ordre particulier des châınes et le paramètre d’ordre DDW
dans l’hamiltonien décrivant le spectre des quasiparticules, la surface de Fermi obtenue est
celle de la figure 5.20, l’effet du bilayer splitting étant de lever la dégénérescence entre la
bande γ et la bande β en ky = π/2. Celle-ci consiste en trois poches de Fermi fermées,
deux de trous, correspondant chacune à une fréquence Fβ ' 1580T et Fγ ' 410 T, et une
d’électron de fréquence Fα ' 530 T.

Toutefois, on peut se demander quel sera le comportement des quasiparticules sur de
telles trajectoires en présence d’un fort champ magnétique. En effet, les orbites β et γ étant
très proches, séparées par un faible gap ∆, le phénomène de rupture magnétique peut être
observé. Des transitions entre les deux trajectoires peuvent avoir lieu avec une probabilité
qui est d’autant plus grande que le gap est petit, induisant alors de nouvelles fréquences.
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Figure 5.19 – Reconstruction de la surface de Fermi suivant un vecteur d’ordre incommensuré
du type Q = π(2η, 0)/a, où η est l’incommensurabilité observé dans les mesures de diffusion
de neutrons et a le paramètre de maille, d’après [247].

Les mesures d’oscillations quantiques étant effectuées à fort champ magnétique, on s’attend
dans ce cas à mesurer plusieurs autres fréquences, résultant de combinaisons de fréquences.

Le fait de considérer simultanément un paramètre d’ordre DDW et un potentiel dû à
l’ordre des châınes semble pouvoir expliquer les données observées par les mesures de couple
magnétique de Sebastian et al.. Cependant, aucune fréquence Fγ ' 400 T n’a été reportée
à ce jour. Cela peut être dû (i) soit au fait que les deux fréquences Fα et Fγ étant proches
l’une de l’autre, on ne les distingue pas séparément dans le pic de la transformée de Fourier,
(i) soit comme le suggèrent les auteurs, les bandes α et γ occupant la même région de la
PZB, on peut s’attendre à ce qu’elles aient un taux de diffusion comparable et donc des
oscillations d’amplitude comparable.

Enfin, on peut s’interroger sur le nombre de poches composant la surface de Fermi des
autres cuprates de la famille YBCO. En effet, en ne considérant que l’ordre DDW, on a
vu que la reconstruction de la SF ne génère que deux types de poches de faible fréquence.
Le fait de considérer en plus l’ordre ortho-II modifie complètement la topologie des poches
de trous, entrâınant même la création d’une grande poche. On peut donc penser que la
surface de Fermi de chaque composé YBCO sera différente selon l’ordre des châınes (ortho-
I, ortho-II, etc...). Cette différence n’affectant cependant que les poches de trous. En effet,
dans le composé YBa2Cu4O8 où toutes les châınes sont pleines, l’effet Hall négatif à basse
température et la faible fréquence d’oscillations SdH observée semble indiquer que la poche
d’électrons est bien présente et de taille comparable.

5.7 Résumé du chapitre

Dans ce chapitre, nous avons montré que le champ magnétique appliqué lors de nos
expériences révèle ce qui parâıt être l’état normal des composés YBa2Cu3Oy sous-dopés.
Les oscillations quantiques que nous avons observées sont donc représentatives de la surface
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Figure 5.20 – Surface de Fermi de YBa2Cu3O6.5 déterminées par Podolsky et Kee en
considérant un état DDW et l’ordre ortho-II des châınes CuO [1].

de Fermi de l’état fondamental de YBCO sous-dopé. La faible fréquence mesurée correspond
à des poches de petite taille, ce qui est en totale opposition avec la surface de Fermi observée
et calculée pour les cuprates du côté surdopé du diagramme de phase. En outre, la taille de
ces poches indiquent que la densité de porteurs, proportionnelle à 1 + p du côté surdopé,
est plutôt proche de p dans le régime sous-dopé. D’autre part, le signe négatif de l’effet
Hall à basse température est interprétée comme la présence de poche d’électrons au niveau
de Fermi. Or, il s’avère que la présence de petites poches et d’électrons dans la surface de
Fermi ne sont pas prévues par les calculs de structure de bandes. Toutes ces observations
nous ont amené à supposer qu’une reconstruction de la surface de Fermi a lieu autour d’un
dopage critique situé entre p = 0.14 et p = 0.25. Bien que la véritable origine de cette
reconstruction ne soit pas encore connue, nous montrons qu’un scénario simple type onde
de densité permet d’expliquer l’émergence de petites poches de trous et d’électrons. Divers
modèles ont été proposés par les théoriciens, comme une onde de densité de symétrie d, la
présence d’un point critique quantique ou encore un ordre de stripes autour de p ∼ 1/8.
De plus, en fonction des expériences et donc du nombre de fréquences qui sont (seront)
observées, la question de la commensurabilité ou non de la reconstruction reste en suspens.
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Chapitre 6

Propriétés électroniques de URu2Si2 sous
champ magnétique intense

6.1 Présentation

L’engouement suscité par le composé URu2Si2 provient d’une transition de phase autour
de T0=17.5 K dont l’origine et le paramètre d’ordre sont encore inconnus. De de fait, cette
phase est communément appelée ordre caché . Il apparâıt que le magnétisme joue un rôle
prépondérant dans le diagramme de phase mais de façon très subtile. Le champ magnétique a
plusieurs effets importants puisqu’il déstabilise cet ordre caché et induit plusieurs transitions
dans une petite gamme de champ comprise entre 35 T et 39 T, dont l’une présente certaines
caractéristiques d’une transition pseudo-magnétique. Un autre intérêt de ce composé est la
présence d’une phase supraconductrice non conventionnelle en dessous de Tc=1.5 K mais ce
sujet ne sera pas abordé dans ce travail.

Dans ce chapitre, nous résumerons les propriétés physiques de URu2Si2 et nous présenterons
des mesures de la magnétorésistance transverse et de l’effet Hall jusqu’à 60 T. Nous avons
également effectué dans ce composé les premières mesures d’effet Nernst sous champ magnétique
pulsé jusqu’à 35 T. Ces mesures de transport et de thermoélectricité sont en accord avec un
scénario impliquant une reconstruction de la surface de Fermi à la transition ordre caché et
donc la condensation d’une part très importante des porteurs de charge. L’application d’un
champ magnétique supérieur à 40 T déstabilise l’ordre caché et entrâıne le rétablissement des
propriétés d’un métal plus conventionnel, avec une masse effective modérée et une densité
de porteurs importante.

6.2 Le composé URu2Si2

6.2.1 Ordre caché et diagrammes de phase

En mesurant la chaleur spécifique et la susceptibilité magnétique de URu2Si2 en 1985,
T.T.M. Palstra et al. ont observé deux anomalies : l’une à Tc ' 1.5 K correspondant à
l’apparition de la supraconductivité et l’autre à T0 ' 17.5 K dont l’origine fait toujours
débat [254]. La figure 6.1a montre la chaleur spécifique C/T en fonction de la température.
La ligne solide est un ajustement de la forme C/T = γ + βT 2 permettant d’extrapoler γ ∼
180 mJ/molK2 et la température de Debye TD= 312 K. A T= 2 K, γ ' 60 mJ/molK2,
ce qui correspond à une faible masse effective, indiquant que URu2Si2 est un fermion lourd
modéré. Le saut de chaleur spécifique ∆C/TN = 300mJ/mol K2 correspond à un changement
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d’entropie ∆S de seulement ∼ 0.2 Rln 2.

a

b

Figure 6.1 – (a) Dépendance en température de la chaleur spécifique C/T de URu2Si2 .
(b) Susceptibilité-dc χdc suivant les directions cristallographiques a et c et inverse de la
susceptibilité de URu2Si2 mesurées à B=2 T. D’après [254].

La figure 6.1b présente la susceptibilité-dc mesurée dans un monocristal de URu2Si2
suivant les deux directions cristallographiques [254]. La forte anisotropie observée indique
que l’axe c est l’axe de facile aimantation. A haute température, la susceptibilité vérifie un
comportement Curie-Weiss, caractéristique de moments magnétiques isolés avec un moment
effectif µeff= 3.51 µB/U et une température de Curie-Weiss ΘCW = -65 K. Cette valeur
du moment effectif correspond à la valeur déterminée à partir des règles de Hund pour l’ion
U4+ µeff = 3.58 µB/U. On observe une déviation à ce comportement en dessous de T ∼
150 K. La valeur de la susceptibilité-dc à température ambiante est 30 fois plus grande que
celle du composé ThRu2Si2 non magnétique [255].

L’un des grands mystères de URu2Si2 est la détection d’un faible moment magnétique
dans la phase ordre caché qui ne peut pas expliquer l’amplitude du saut de chaleur spécifique.
En fait, nous verrons par la suite que l’origine de ce moment magnétique est liée à la
pureté des échantillons, la valeur de ce moment diminuant lorsque la pureté des échantillons
s’améliore [256]. Quoi qu’il en soit, la présence d’un saut de chaleur spécifique (ouverture
d’un gap) et d’un faible moment magnétique a longuement fait débat dans la communauté.
Plusieurs modèles ont considéré l’existence de deux paramètres d’ordre, l’un à l’origine de
l’ouverture du gap vu en chaleur spécifique (ordre caché ), noté ψ, et l’autre à l’origine
du moment magnétique antiferromagnétique (AF) vu par les mesures de neutrons, noté
m. Suivant si le paramètre d’ordre associé à l’ordre caché brise ou non la symétrie par
renversement du temps, deux classes de scénarios ont vu le jour : onde densité de spin
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non conventionnelle [257], moment AF orbital [258] ou ordre des moments octupolaires des
moments sur les sites d’U [259] dans le premier cas et ordre quadrupolaire [260, 261] ou
ordre nématique [262] de spin dans le second cas.

En ce qui concerne un scénario onde de densité, l’existence d’un vecteur de nesting n’est
pas encore clairement établie à ce jour. Il semblerait d’après de récents calculs effectués
dans le composé parent ThRu2Si2, ne présentant pas de phase ordonnée, que ni Q0 ni Q1

ne puissent être associé à un vecteur de nesting [263]. Néanmoins, Wiebe et al. ont montré
par des mesures de neutrons que les excitations de spins itinérants, correspondant à Q1,
semblent jouer un rôle prépondérant dans la transition à T0 et dans la formation de l’ordre
caché [264]. Le vecteur incommensuré Q1 serait alors associé à un vecteur de nesting.

6.2.1.1 Effet de la pression

Ce sont les mesures sous pression, et plus particulièrement celles de diffusion de neutrons,
qui ont fini par résoudre l’apparente contradiction entre le saut de chaleur spécifique et la
présence d’un moment magnétique trop faible.

A pression nulle, le spectre des excitations vu par les mesures de neutrons est caractérisé
par deux réponses inélastiques aux vecteurs Q0 = (1,0,0) et Q1 = (1±0.4,0,0) [265, 266, 264].
En dessous de T0, les spectres deviennent étroits et les valeurs de gap sont respectivement
∆1,0,0 ∼ 1.8 meV et ∆1.4,0,0 ∼ 4.5 meV [266].

En appliquant la pression, le spectre des excitations à Q0 devient élastique, caractérisant
un ordre AF à longue distance. En revanche, le spectre à Q1 ne semble pas affecté par
l’apparition de la phase AF [267].

L’application d’une pression hydrostatique sur URu2Si2 révèle alors un diagramme de
phase particulièrement riche et apporte de nouveaux éléments à la compréhension de la
transition ordre caché [267, 268]. Ces mesures montrent que T0 est relativement peu affectée
par l’application d’une pression alors que le magnétisme en dépend fortement, ce qui renforce
l’idée de deux paramètres d’ordre distincts. La figure 6.2 montre le diagramme de phase
(T,P) obtenu par E. Hassinger et al. réalisé à partir de mesures de résistivité et de chaleur
spécifique sous pression hydrostatique [267, 268]. Ce qui émerge de ce diagramme de phase
est l’existence de deux phases bien distinctes, séparées par une transition du premier ordre
le long de la ligne Tx. La première phase à basse pression est l’ordre caché et la phase à forte
pression est caractérisée par un ordre AF, associé au vecteur d’onde Q0, dont le moment
magnétique augmente continûment avec la pression jusqu’à saturer vers µ ' 0.4 µB/U pour
P ≥ 1.4 GPa [269]. Des mesures de résistivité sous pression ne montrent pas de changement
radical au passage de la ligne de transition Tx. Ceci suggère que le phénomène (nesting) à
l’origine de la condensation des porteurs est toujours présent dans la phase haute pression
et que le possible vecteur de nesting ne dépend pas de la présence ou non du grand moment
AF. Un autre point important de ce diagramme de phase est que la ligne T0 augmente
linéairement et faiblement (∼ 1.01 K/GPa) jusqu’à 1.4 GPa où elle est rejointe par la ligne
Tx. Dans le cadre de la théorie des transitions de phase de Landau [270], le fait que ces
deux lignes se rejoignent signifient que dans la phase ordre caché en dessous de Tx, seul
le paramètre d’ordre ψ, responsable du saut important de chaleur spécifique, est non nul
et qu’aucun moment magnétique n’est présent alors qu’à haute pression l’ordre caché est
détruit et on a un état AF caractérisé par le paramètre d’ordre m. Cette suggestion est
supportée par de récentes mesures RMN effectuées dans des cristaux extrêmement purs et
qui ne détectent aucun moment magnétique à pression ambiante [271].
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Figure 6.2 – Diagramme de phase température-pression de URu2Si2 réalisé à partir de
mesures de résistivité et de chaleur spécifique [267, 268].

Il semblerait que les échantillons soient caractérisés par une inhomogénéité de la phase
ordre caché et que ce ne soit pas le moment magnétique, mesuré par diffusion de neutrons,
qui augmente mais plutôt le volume de la région AF dans l’échantillon qui grossit sous
l’effet de la pression et qui vers 1.4 GPa occupe uniformément tout l’échantillon, avec µ ∼
0.4 µB/U [272]. En effet, les mesures de diffusion de neutrons ne font que mesurer un moment
magnétique moyen (sur un volume) alors que les mesures de RMN et de µ-SR sont des sondes
plus locales. En outre, des mesures de diffusions élastiques de neutrons sur URu2Si2 soumis à
une contrainte uniaxiale montrent que le moment magnétique augmente sensiblement quand
la pression est appliquée suivant les directions [100] et [110] alors qu’il reste constant suivant
[001] [273]. La transition de phase entre l’ordre caché et l’ordre AF serait alors contrôlée
par les distorsions du réseau, autrement dit par le paramètre η = c/a (où a et c sont les
paramètres de maille, cf. figure 6.4), dont la valeur critique ηc est très petite. Ce scénario
est proposé afin d’expliquer pourquoi une phase AF peut apparâıtre localement dans une
région où les défauts du réseau cristallin font que η > ηc à pression ambiante. Dans ce cas,
l’antiferromagnétisme mesuré à pression ambiante par les mesures de diffusion de neutrons
ne serait qu’un effet parasite dû aux imperfections du réseau.

6.2.1.2 Effet d’un champ magnétique

L’application d’un champ magnétique intense révèle un diagramme de phase tout aussi
riche que complexe, comme montré sur la figure 6.3. Il a été reporté dès 1993 que la destruc-
tion de la phase ordre caché (phase i sur la fig. 6.3) à Bc = 35 T est suivie de deux autres
transitions de phase à B ' 36 T (phase ii) et B ' 39 T (phase iii) pour T <6 K [274]. Ces
transitions ont été détectées dans les mesures de transport [275], d’aimantation [276], de
chaleur spécifique [277] ou encore d’ultrasons [278]. La première transition correspond à la
destruction de l’ordre caché ; il a été proposé que celle-ci intervient en raison de la séparation
due à l’effet Zeeman des bandes d’électrons f itinérants de spin up et down [279]. Entre 36 T
et 39 T, il apparâıt une phase induite par le champ appelée ordre caché réentrant, dont la
nature reste encore indéterminée. La présence d’un point critique quantique (PCQ) à B '
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37 T est suggérée d’après des mesures de transport et serait reliée à une reconstruction de
la surface de Fermi qui intervient quand le champ magnétique fait passer les électrons f
d’un caractère itinérant à localisé [275]. Une autre hypothèse consiste à dire que cette phase
possède une symétrie différente de l’ordre caché . Lorsque le champ est appliqué suivant l’axe
c, on trouve le comportement caractéristique d’une transition pseudo-métamagnétique 1 au
champ BM ' 38 T, qui resterait indépendant de la température [276]. Cependant, bien
que la présence d’une transition pseudo-métamagnétique à BM soit admise, celle d’un PCQ
est encore incertaine. L’allure de la dépendance en champ de l’aimantation suggère que
les électrons 5f ont un caractère plutôt itinérant dans l’ordre caché et qu’ils ont tendance
à retrouver un caractère plutôt localisé dans la phase haut champ, bien que le moment
magnétique mesuré µ ' 2 µB/U n’atteigne pas sa valeur à saturation (µsat ' 3.6 µB/U)
(effet du champ cristallin, ...). Enfin, il est suggéré que pour B>40 T, un comportement
liquide de Fermi est retrouvé, mais avec la bande d’électrons f de spin up polarisée [279].
Dans la suite, on appellera cette région état paramagnétique polarisé (PMP).

Figure 6.3 – Diagramme de phase température-champ magnétique de URu2Si2 obtenu à
partir de mesures de magnétorésistance [275].

6.2.2 Surface de Fermi

L’étude expérimentale de la surface de Fermi des fermions lourds nécessite de travailler
dans des conditions extrêmes de température et de champ magnétique en raison des masses
effectives relativement importantes des quasiparticules. Des mesures de Haas-van Alphen ou
Shubnikov-de Haas ont été réalisées dans la phase ordre caché de URu2Si2 [280, 281, 282].
Seulement trois branches principales de la surface de Fermi déterminée par les calculs de
structure de bandes ont été observées (avec le champ magnétique appliqué suivant l’axe c),
α, β et γ. La branche α correspond d’après les calculs de structure de bandes à une bande

1. Une transition métamagnétique caractérise un saut brutal de l’aimantation sous champ magnétique.
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de trous (bande 17). La fréquence dHvA mesurée est Fα = 1050 T, et la détermination des
paramètres physiques donnent une masse effective cyclotron m∗ = 13 m0, une température
de Dingle TD = 0.035 K et un libre parcours moyen ` = 0.55 µm. Les deux autres branches
correspondent à des bandes d’électrons (bande 19 centrée en X et bande 20). Les fréquences
dHvA mesurées sont Fβ = 420 T et Fγ = 190 T, les masses effectives cyclotron m∗ = 25 m0 et
m∗ = 8.2 m0, les températures de Dingle TD = 0.045 K et TD = 0.11 K et les libres parcours
moyens ` = 0.14 µm et ` = 0.12 µm respectivement. La même fréquence d’oscillation Fα est
observée dans l’état supraconducteur, avec cependant une température de Dingle T ′D = TD

+ ∆TD, où ∆TD est une température de Dingle additionnelle représentant un amortissement
des oscillations supplémentaire.

Citons de récents travaux réalisés par l’équipe de Y. Onuki et qui semblent mettre en
évidence une nouvelle branche notée δ qui apparâıtrait autour de 20 T, correspondant à une
surface de Fermi ellipsöıdale de fréquence Fδ = 1300 T et de masse effective cyclotron m∗

= 2.7 m0, pour le champ suivant l’axe cristallographique c [283].
Le fait que toutes les poches de la surface de Fermi ne soient pas observées par les mesures

dHvA et SdH est supportée par le fait que le coefficient de Sommerfeld γ ∼ 70 mJ/molK2

n’est pas retrouvé avec le nombre, la taille et les masses effectives issues de ces expériences.

6.3 Caractérisation des échantillons

6.3.1 Structure cristallographique et échantillons

URu2Si2 cristallise sous la structure tétragonale centrée de type ThCr2Si2, appartenant
au groupe de symétrie I4/mmm, comme illustrée sur la figure 6.4. Les paramètres de maille
valent a = 4.124 Å et c = 9.5817 Å à 4.2 K. Ceux-ci ne diffèrent à l’ambiante que de ∼0.1%,
impliquant que la structure cristalline ne varie pas lors du refroidissement [254].

U

Ru

Si

c

a

Figure 6.4 – Structure cristalline de URu2Si2 . Les flèches représentent les moments
magnétiques portés par les atomes d’Uranium en dessous de 17.5 K.
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Les échantillons de URu2Si2 nous ont été fournis par Jacques Flouquet 2 et Kamran
Behnia 3 et ont été synthétisés par Pascal Lejay 4. Cette synthèse a été réalisée par croissance
dans un four à trois électrodes (three arc furnace) sous atmosphère purifiée d’Argon, puis
par recuit pendant une semaine à 1050̊ C sous ultra vide. La taille typique de ces échantillons
est de 1mm×1mm×200 µm. Cependant, nous les polissons pour les mesures de transport
sous champ magnétique intense afin d’optimiser le facteur géométrique α, jusqu’à atteindre
une épaisseur de ∼15-30 µm.

6.3.2 Résistivité de URu2Si2 à champ nul

La résistivité de URu2Si2 présente une anisotropie importante entre l’axe a et l’axe c
[284] mais des anomalies similaires sont observées dans les deux directions. La figure 6.5
présente la courbe de résistivité ρ(T ) dans la direction a d’un de nos échantillons entre
300 K à 1.5 K. On observe cinq différents régimes quand on refroidit le composé :

– A haute température (T >150 K), on retrouve le comportement de la résistivité décrit
dans le cadre de l’effet Kondo avec ρ ∝ − ln

(
T

TK

)
, où les atomes d’uranium constituent

des impuretés magnétiques (les électrons f sont localisés). La température de Kondo
est estimée à TK ' 370 K [285].

– A la température de cohérence Tcoh ∼ 70 K, les électrons f se délocalisent en raison
de la forte hybridation avec les électrons de conduction. La résistivité présente un
maximum avant de chuter rapidement en dessous de Tcoh, en raison des effets de
cohérence du réseau Kondo.

– A T0 = 17.5 K, la résistivité présente un petit saut, de façon analogue à la résistivité
du chrome. L’effet Hall présente quant à lui un saut très important à la transition,
impliquant une perte de porteurs de l’ordre de 90% [285].

– Entre 2 K et 17 K, la résistivité est en accord avec l’ouverture d’un gap d’énergie ∆ an-
tiferromagnétique suivi d’un comportement liquide de Fermi à plus basse température
et peut être ajustée de façon satisfaisante suivant la forme :

ρ(T ) = ρ0 + AT 2 + bT

(
1 + 2

T

∆

)
exp

(
−∆

T

)
(6.1)

On obtient dans notre cas ρ0 ' 7 µΩcm, A ' 0.1 µΩ cm K−2 et ∆ ' 80 K.
– En dessous de Tc ' 1.5 K le matériau devient supraconducteur.

D’après nos résultats, on observe que ρ(Tc) ' 6 µΩ cm. Dans la littérature, on trouve des
valeurs variant de ∼ 0.5 à ∼ 10 µΩ cm, ces écarts étant dus à la pureté des échantillons. Le
rapport RRR, défini par le rapport des résistivités entre 300 K et Tc est de l’ordre de ∼ 16,
ce qui est comparable à d’autres échantillons synthétisés par d’autres groupes. Récemment
des échantillons d’une qualité exceptionnelle ont été synthétisés au Japon et présentent un
RRR > 600 [286].

2. Institut Nanosciences et Cryogénie, SPSMS/MDN, CEA Grenoble
3. Laboratoire Photons et Matière, ESPCI, Paris
4. Institut Néel, Grenoble
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Figure 6.5 – Résistivité de URu2Si2 en fonction de la température à champ magnétique nul
pour un courant I//a. Dans l’insert sont montrées un zoom entre la transition ordre caché
à T0 = 17.5 K et la transition supraconductrice à Tc = 1.5 K.

6.4 Magnétorésistance, effet Hall et effet Nernst dans URu2Si2

Nous avons mesuré la magnétorésistance transverse ρxx et l’effet Hall RH = ρxy/B dans
URu2Si2 jusqu’à 55 T, le champ étant appliqué suivant l’axe c et le courant I//a, entre 1.5 K
et 100 K. Deux échantillons différents provenant de la même source ont été mesurés. Les
résultats obtenus sont présentés sur les figures 6.6 et 6.7 et sont en accord avec les données
déjà rapportées dans la littérature dans la même configuration de mesure [287].

D’après l’ensemble des résultats, on voit que la magnétorésistance et l’effet Hall montrent
une dépendance spectaculaire en champ magnétique. Les trois transitions de phase inter-
venant sous champ magnétique en dessous de 6 K sont clairement visibles dans les deux
quantités à BOC ' 35 T, BOCR ' 36 T et BPMP ' 39 T, en accord avec les autres sondes
expérimentales. On distingue alors quatre phases, numérotées en accord avec les précédents
travaux, de i à iv. La déstabilisation de la phase ordre caché à BOC est caractérisée par
une chute brutale de ρxx à basse température, qui disparâıt au dessus de T0, et un saut
important de la constante de Hall. Ceci suggère fortement une reconstruction drastique de
la surface de Fermi entre un métal à densité de porteurs importante paramagnétique polarisé
(PMP) vers un semi-métal compensé dans l’ordre caché . Entre BRHO et BPMP , la phase
ordre caché réentrant (iii) présente un saut de magnétorésistance en même temps qu’un pe-
tit saut de la constante de Hall. Cependant, comme nous l’avons déjà mentionné, la nature
de cette phase reste encore indéterminée. Dans l’état PMP, la magnétorésistance est nulle
et la résistivité ainsi que la constante de Hall sont assez faibles. Dans la suite, nous nous

166



Magnétorésistance, effet Hall et effet Nernst dans URu2Si2

intéressons principalement aux propriétés électroniques de la phase ordre caché (i) et de
l’état paramagnétique polarisé (iv). Il apparâıt d’après ces données que trois reconstructions
de la surface de Fermi induites par le champ ont lieu avant que le champ ne stabilise la
phase iv à fort champ.
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Figure 6.6 – Magnétorésistance transverse ρxx en fonction du champ magnétique jusqu’à
55 T dans URu2Si2 entre 2 K et 100 K. Par soucis de clarté, les courbes sont décalées les
unes par rapport aux autres. Les notations i-iv dénotent les différentes parties du diagramme
de phase d’après [275].

6.4.1 Propriétés électroniques dans la phase ordre caché

D’après la figure 6.7, il apparâıt que la phase ordre caché est caractérisée par une grande
constante de Hall, valant RH ' 9.4×10−9m3/C à T= 2 K. Cette valeur correspond dans
un modèle simple à une bande à une densité de porteurs nH = 1/eRH ≈ 0.05 porteurs par
atome d’U, correspondant à un vecteur de Fermi kF ≈ 2.7 nm−1. Les valeurs de RH sont en
accord avec les précédentes mesures réalisées dans des échantillons de résistivité résiduelle
comparable [274, 287, 191]. On note que la faible densité de porteurs est compatible avec la
petite taille des poches observées dans les mesures d’oscillations quantiques.

La figure 6.8 montre l’angle de Hall de URu2Si2 , défini par tanΘH = ρxy/ρxx, en
fonction du champ magnétique entre T = 2 K et T = 20 K. Il est évident que l’entrée
dans la phase ordre caché est accompagnée par une importante augmentation de tan ΘH ,
qui de pratiquement nul à 35T atteint tan ΘH ∼ 0.7 vers 20 T à T = 6 K. En première
approximation, si on se place dans le cas simple d’un métal à une bande, on a tan ΘH = µB,
où µ est la mobilité. Une telle variation de l’angle de Hall signifie une augmentation très
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Figure 6.7 – Effet Hall RH = ρxy/B en fonction du champ magnétique dans URu2Si2 entre
2 K et 20 K.

importante de la mobilité des porteurs dans l’ordre caché . L’ordre de grandeur de la mobilité
à champ nul peut être déduit de la résistivité à température nulle, µ = 1/neρ0 ≈ 0.13 T−1.
Les mesures d’effet Hall indiquent également une perte très importante de porteurs à la
transition, comme nous le verrons plus tard.

Dans leurs travaux, Kasahara et al. ont mesuré la magnétorésistance ∆ρ(B)/ρ0 dans un
échantillon très pur de URu2Si2 , caractérisé par un RRR ∼ 600 et une résistivité résiduelle
ρ0 ' 0.5 µΩcm [286]. La dépendance quadratique en champ de la magnétorésistance jusqu’à
∼ 30 T nous permet également d’estimer la mobilité qui est proportionnelle à la racine
carrée du coefficient de magnétorésistance. Ainsi, si on compare celui trouvé par Kasahara
et al., qui vaut ∼ 3, et celui issu de nos données, valant ∼ 0.01, on trouve un rapport des
mobilités de ∼ 16.5. On constate que ce rapport est très proche du rapport des résistivités
résiduelles 7/0.5 = 14. Cette simple comparaison assure la cohérence de notre analyse.

Dans l’état ordre caché , on retrouve les comportements d’un métal compensé, c’est-
à-dire avec autant d’électrons et de trous participant au transport électronique. En effet,
la magnétorésistance suit un comportement quadratique en champ jusqu’à ∼ 30T et l’effet
Hall est (quasi-)constant à basse température.

Nous avons également mesuré l’effet Nernst dans l’ordre caché de URu2Si2 jusqu’à 36 T.
Le champ magnétique est appliqué suivant l’axe c et le courant de chaleur ainsi que le champ
thermoélectrique sont dans le plan ab. C’est la première fois que cette mesure est réalisée en
champ magnétique pulsé. Ces mesures viennent compléter celles réalisées par R. Bel et K.
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Figure 6.8 – Angle de Hall tan ΘH = ρxy/ρxx de URu2Si2 en fonction du champ magnétique
à différentes températures.

Behnia qui, bien que limités à un champ de 12 T, ont montré que l’effet Nernst dans l’ordre
caché est à la fois très important et combiné à une chute importante du temps de relaxation
[288, 289].

Dans la gamme de température explorée, la contribution des phonons domine la conduc-
tivité thermique κ(T ). Les données de κ(T ) en fonction du champ magnétique jusqu’à 12 T
obtenues par K. Behnia et al. suggèrent qu’à T= 3 K, la variation du gradient thermique
sous champ magnétique peut modifier l’amplitude du signal Nernst de ∼ 50% [290]. En
effet, on remarque que nos valeurs sont environ deux fois inférieures à celles de cette étude.
Cependant, cela ne modifie pas les idées générales que l’on dégage de ces données.

La figure 6.9 présente l’effet Nernst N = Ey/∇xT en fonction du champ magnétique pour
différentes températures. Des difficultés techniques nous ont malheureusement empêché lors
de ces expériences de mesurer l’effet Nernst au dessus de 17 K. Cependant, il semble, et cela
est confirmé par les mesures effectuées à bas champ, que l’effet Nernst est nul au dessus de
T0. L’entrée dans la phase ordre caché est concomitante avec l’émergence d’un effet Nernst
de grande amplitude. En effet, on rappelle que dans le cas d’un métal simple comme l’or,
l’effet Nernst est très faible (∼ nV/K). Un signal Nernst de plusieurs µV/K constitue donc
un effet important. A la transition, le signal augmente brusquement jusqu’à présenter un
maximum à basse température, en particulier à 3 K et vers 29 T, d’une amplitude de ∼
30 µV/K, pour ensuite diminuer (quasi-)linéairement avec le champ et changer de signe. Le
signal Nernst reste linéaire jusqu’à ∼20 T pour T <6 K. Ces mesures ont permis de montrer
que l’effet Nernst s’annule ou tout du moins change de signe à la transition ordre caché . Ceci
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est vérifié quand on compare les diagrammes de phase (B,T) obtenus en reportant le champ
auquel s’annule N en fonction de la température et le champ qui caractérise la transition
dans les courbes de résistivité, déterminé à partir du point d’inflexion de la chute de ρxx.
Cette comparaison est présentée dans l’insert de la figure 6.9 ; un excellent accord est trouvé.
Il apparâıt donc très clairement que l’émergence d’un effet Nernst important est intimement
lié au développement de l’ordre caché . On peut noter que la chute de l’effet Nernst à
la transition est de plus en plus abrupte quand la température diminue, suggérant que la
transition passe du second ordre à haute température au premier ordre à basse température.
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Figure 6.9 – Effet Nernst N = Ey/∇xT en fonction du champ magnétique dans l’ordre
caché de URu2Si2 . L’insert montre que le champ auquel s’annule l’effet Nernst correspond
au champ de la transition ordre caché (¥), déterminé à partir du point d’inflexion de la
chute de résistivité (•).

Afin de mieux cerner l’origine d’une telle amplitude de l’effet Nernst dans l’ordre caché
, on suppose que la théorie de Boltzmann est appliquable. Dans ce cas, nous avons vu que
l’effet Nernst peut être exprimé en fonction de l’angle de Hall :

N =
π2

3
k2

BT

e

∂ΘH

∂ε
|εF =

π2

3
k2

BTB

m∗
∂τ

∂ε
|εF (6.2)

Le terme ∂τ
∂ε |εF étant une quantité difficile à manipuler et à évaluer, on le simplifie en

le linéarisant autour de l’énergie de Fermi. Cela revient à faire l’approximation suivante :
∂τ
∂ε |εF≈ τ

εF
. On obtient ainsi :

N ' π2

3
k2

BT

e

µB

εF
(6.3)
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On constate ainsi qu’une grande mobilité des porteurs combinée à une faible énergie de Fermi
peut conduire à un effet Nernst considérable. Une estimation de l’énergie de Fermi à partir de
l’effet Nernst à bas champ, avec µ ≈ 0.1 T−1, conduit à εF ≈ 65 K. Ces ordres de grandeurs
sont à comparer avec ceux d’un métal conventionnel où l’effet Nernst est (quasi-)nul comme
le cuivre, où µ ≈ 0.04 T−1 et εF ≈ 80 000 K. Ceci permet de comprendre pourquoi un
effet Nernst important est observé dans plusieurs fermions lourds comme CeRu2Si2 [289] ou
CeCoIn5 [291]. En effet, l’énergie de Fermi est d’autant plus faible que la masse effective
est grande, ce qui caractérise ces composés. Cependant, cette simple explication ne saurait
suffire. En effet, URu2Si2 , bien que dans l’état fermion lourd même au dessus de T0, présente
un effet Nernst nul en dehors de la phase ordre caché . Il en est de même pour CeCoIn5 où
l’effet Nernst émerge en dessous de ∼ 20 K, alors que l’état fermion lourd est créé vers 40 K.

6.4.2 Propriétés électroniques des phases intermédiaires

La nature des phases ii et iii n’est toujours pas identifiée bien que des reconstructions
successives de la surface de Fermi semblent avoir lieu. Les mesures d’effet Hall montrent
que la phase ii est caractérisée par une densité de porteurs importante, nH = 1/eRH ≈
1.7 porteurs par atome d’U, soit 30 fois plus que la densité de l’ordre caché . Les mesures
de magnétorésistance semblent également suggérer que la mobilité chute drastiquement au
passage de la phase ordre caché à la phase ii. Une faible mobilité associée à une grande
surface de Fermi permet d’interpréter la faible amplitude du signal Nernst dans cette phase.

La reconstruction de la surface de Fermi qui a lieu à B ≈ 36 T entrâıne une diminution
de la densité de porteurs d’environ un ordre de grandeur (nH = 1/eRH ≈ 0.14 porteurs par
atome d’U) par rapport à la phase ii. La résistivité est quant à elle élevée (ρxx ' 8 µΩcm)
et semble constante en fonction du champ magnétique.

Une étude montre que lorsqu’on substitue des atomes de Ru par des atomes de Rh, pour
un dopage de seulement 4%, la phase ordre caché est complètement supprimée mais la phase
iii subsiste. Cela suggère que celle-ci n’influe pas sur le développement de la phase ordre
caché [287].

6.4.3 Propriétés électroniques dans l’état paramagnétique polarisé

Le second effet du champ concerne ce qu’on appelle la transition pseudo-métamagnétique,
qui est présente dans d’autres systèmes à fermions lourds. Celle-ci se manifeste par un saut
de l’aimantation à un champ BM accompagnée d’anomalies dans les mesures thermodyna-
miques et de transport. Pour résumer, deux scénarios sont envisagés pour expliquer cette
transition : (i) le champ magnétique a tendance à localiser les électrons f et une partie de
la surface de Fermi disparâıt à la transition, (ii) l’autre scénario suppose que la surface de
Fermi est polarisée (spin up et down) et que la partie de cette dernière correspondant à la
masse effective la plus importante ne participe plus aux propriétés thermodynamiques et de
transport de façon continue [40].

L’influence du champ magnétique sur la dépendance en température de la résistivité est
représentée sur la figure 6.10. Au dessus de la transition métamagnétique (B>40T), le maxi-
mum de la résistivité autour de T ' 70 K correspondant à la cohérence entre les moments
magnétiques isolés a disparu. Cependant, la résistivité à 50T présente une augmentation
de près de deux ordres de grandeur entre les basses températures et 150 K, passant de
∼ 5 µΩcm à ∼ 150 µΩcm. Les diffusions inélastiques dues à l’effet Kondo sont donc encore
importantes à ce champ. Ceci n’est pas surprenant si on considère le fait que le moment
magnétique n’a pas encore atteint sa valeur à saturation à fort champ, ne valant que ∼ 1.5
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à 2µB/U à 40 T, encore loin de la valeur du moment effectif à saturation (µsat ' 3.6 µB/U).
De plus, la température Kondo dans URu2Si2 est estimée à TK '370 K [285]. L’égalité entre
les échelles d’énergie kBTK et gJµsatB nous permet d’estimer que le champ nécessaire à la
destruction de l’effet Kondo est B∼200 T (avec gJ = 3/2 + [S(S+1)-L(L+1)]/2J(J+1) =0.8).
Il apparâıt donc que dans la phase explorée au dessus de la transition métamagnétique de
fortes fluctuations magnétiques sont encore présentes.
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Figure 6.10 – Dépendance en température de la résistivité de URu2Si2 à champ magnétique
nul et à 50 T. L’encart est un zoom de la partie basse température.

Néanmoins, l’observation d’une résistivité et d’une constante de Hall indépendantes du
champ magnétique entre 40 T et 55 T nous permet de supposer qu’un modèle simple à une
bande permet de décrire quantitativement les propriétés de transport dans l’état PMP. A
basse température, la constante de Hall est RH ' 0.47 mm3/C et la résistivité sature à ρxx '
4.4 µΩcm. On en déduit une densité de porteurs n = 1

eRH
' 1.34 ×1028 m−3, correspondant

à ∼ 1.1 porteurs par atome d’U, et à une mobilité µ = 1
neρxx

' 0.01 T−1, soit d’un ordre
de grandeur inférieur à la mobilité de l’ordre caché . Le vecteur de Fermi correspondant est
kF ' 7.3 nm−1. On constate qu’une perte importante de la densité de porteur de l’ordre de
95% a lieu entre la phase ordre caché et l’état PMP. En outre, le vecteur de Fermi diminue
lui aussi d’environ un facteur 3, suggérant très fortement une reconstruction de la surface
de Fermi à la transition ordre caché .

En résumé, contrairement aux propriétés de la phase ordre caché , la phase PMP apparâıt
comme un état métallique caractérisé par une grande surface de Fermi et une faible mobilité
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6.5 Discussion des résultats

6.5.1 Origine de l’émergence d’un effet Nernst ?

Une des questions soulevées par ces résultats est de comprendre si l’émergence d’un effet
Nernst important trouve son origine dans la physique particulière des fermions lourds ou
dans une physique plus consensuelle.

Nous avons vu qu’un effet Nernst de plusieurs µV/K apparâıt dans la phase métallique
ordre caché de URu2Si2 . En effet, l’effet Nernst s’annule, ou tout du moins change de signe,
à la transition ; celui-ci semble donc être une propriété intrinsèque de l’ordre caché .

L’effet Nernst semble également corrélé avec la reconstruction de la surface de Fermi. En
effet, il présente, avec la résistivité de Hall, un maximum au même champ B ∼ 29 T, ce qui
va dans le sens qu’une faible densité de porteurs est un ingrédient essentiel à l’émergence
de l’effet Nernst.

Il est intéressant de faire l’analogie avec les mesures d’effet Nernst réalisées dans d’autres
fermions lourds. La figure 6.11 montre l’effet Nernst N dans les composés URu2Si2 , CeRu2Si2
[289] et PrFe4P12 [292] en fonction du champ magnétique renormalisé par un champ critique
Bcrit, correspondant au champ où N change de signe. Il est toutefois important de noter
que dans le cas de CeRu2Si2, ce champ correspond à une transition métamagnétique alors
que pour URu2Si2 et PrFe4P12, il correspond à la destruction d’une phase ordonnée (voir
ci-dessous). On remarque tout d’abord une grande similarité dans le comportement de N
dans ces trois composés : celui-ci augmente avec le champ jusqu’à atteindre un maximum,
chute brusquement et s’annule ou change de signe à Bcrit. Si on ignore le paramètre d’ordre
ψ, URu2Si2 et CeRu2Si2 présentent des caractéristiques très similaires. De la même manière
que pour URu2Si2 , l’effet Hall et l’effet Nernst dans CeRu2Si2 sont corrélés et ont un com-
portement identique à bas champ, révélant que ce dernier est sensible à la topologie de la
surface de Fermi et au degré de localisation des électrons f , étant positif pour B < Bcrit et
négatif pour B > Bcrit. Le second composé avec lequel on compare URu2Si2 est le skutte-
rudite PrFe4P12, qui attire beaucoup d’attention en raison d’une phase exotique ordonnée
non magnétique apparaissant en dessous de TA ∼ 6.5 K. Un champ magnétique destabilise
cette phase ordonnée et induit un état fermion lourd [292]. L’hybridation entre les électrons
de conduction et les électrons f ainsi que les interactions multipolaires jouent à priori un
rôle essentiel dans les propriétés anormales observées. La phase ordonnée est également ca-
ractérisée par une faible densité de porteur, d’après les mesures d’effet Hall et de conductivité
thermique et l’effet Nernst adopte un comportement similaire à URu2Si2 [292] : il augmente
avec le champ dans la phase ordonnée jusqu’à atteindre une valeur N ∼ 60 µV/K, puis
chute brusquement jusqu’à quasiment s’annuler en dehors, révélant qu’il est une propriété
intrinsèque de l’état ordonné. L’émergence d’un effet Nernst important dans les phases or-
données de ces deux composés suggère que celui-ci est relié à une reconstruction de la surface
de Fermi combiné à une faible densité de porteurs.

Malgré ces observations, il n’est pas simple d’interpréter que l’émergence d’un effet
Nernst. En effet, un effet Nernst d’une amplitude géante de l’ordre de ∼1 mV/K est me-
surée dans le semimétal Bismuth [5]. Ce signal est simplement le fruit d’une combinaison
entre une densité de porteurs extrêmement faible et un libre parcours moyen très grand, la
mobilité atteignant la valeur extrême de µ ∼ 420 T−1.

173
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Figure 6.11 – Comparaison de la dépendance en champ magnétique de l’effet Nernst mesuré
dans trois composés fermions lourds, renormalisé par la valeur maximum.

6.5.2 Destruction des corrélations électroniques par le champ magnétique

Le second effet du champ magnétique est de progressivement diminuer les corrélations
entre les électrons de conduction et les moments magnétiques des atomes d’uranium au
dessus de la transition métamagnétique.

Il est intéressant d’estimer la masse effective des quasiparticules dans l’état PMP. Pour
cela, on suppose que la résistivité, dans la phase ordre caché et dans l’état PMP, adopte un
comportement quadratique en température à basse température, en accord avec la théorie
du liquide de Fermi. De ce fait, les données expérimentales sont ajustées selon la formule
ρ(T ) = ρ0 + AT 2, où A représente la partie inélastique de la résistivité. Les résultats sont
représentés sur les figures 6.12(a) et (b) pour l’ordre caché et l’état PMP respectivement,
où la résistivité en fonction de la température est tracée en fonction de T 2. En raison de
la forte magnétorésistance et du caractère semi-métallique à basse température dans l’ordre
caché , il est difficile d’extraire des paramètres des ajustements, les données au dessus de 7
T sont donc à considérer avec précautions. De plus, les anomalies de la magnétorésistance
entre 35 T et 40 T rendent impossible l’estimation d’une dépendance en température de la
résistivité, comme cela est effectué dans [275]. Cependant, un bon accord est trouvé entre
les données et les ajustements dans les autres régions de champ. En effet, on voit que le
comportement liquide de Fermi à basse température présent à champ nul persiste avec le
champ magnétique. Ce comportement quadratique de la résistivité, que l’on ne distingue plus
à l’approche de la transition ordre caché [275], est rétablit dans l’état PMP. La température
jusqu’à laquelle la loi en T 2 est suivie dans l’état PMP atteint ∼ 15 K, et semble augmenter
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avec le champ.
La figure 6.13 (en haut) montre le coefficient A de la résistivité en fonction du champ

magnétique obtenu à partir des ajustements. Le coefficient A est constant à bas champ, aug-
mente à l’approche de BM et rediminue après la transition. On remarque qu’à bas champ
dans l’ordre caché et dans l’état PMP au plus haut champ, les valeurs obtenues sont simi-
laires, A ∼ 0.1 µΩcmK−2. En l’absence pour l’instant de mesures SdH ou dHvA dans la phase
PMP, la masse effective des quasiparticules est inconnue. Toutefois, il est possible d’estimer
celle-ci à partir du rapport Kadowaki-Woods RKW . En utilisant la valeur du coefficient de
chaleur spécifique à champ nul γ ∼ 60 mJK−2mol−1, on trouve que RKW ' 3×10−5µΩcm
mJ−2mol2K2 dans l’ordre caché , soit trois fois supérieur à la valeur universelle déterminée
par Kadowaki et Woods [46]. Or, d’après de récentes études théoriques, il apparâıt que RKW

est inversement proportionnel à la densité de porteurs : RKW ∝ n−4/3 pour [293] et RKW ∝
n−1/2 pour [294]. Quoiqu’il en soit, l’ordre caché étant caractérisé par une faible densité
de porteurs, il parâıt donc naturel de trouver un RKW plus élevé. Ce comportement est
d’ailleurs observé dans le cas du composé PrFe4P12 [295]. En appliquant cette relation dans
l’état PMP, l’observation d’une grande densité de porteurs implique un rapport RKW plus
faible. Le coefficient A étant le même que dans l’ordre caché , cela entrâıne que γ est plus
élevé et vaut γ ∼ 100 mJK−2mol−1, autrement dit que la masse effective des quasiparticules
dans l’état PMP est modérée.

Une dépendance similaire en champ du coefficient A est observée dans le fermion lourd
CeRu2Si2 [296]. Pour ce composé, lorsque le champ magnétique est dirigé suivant l’axe c,
une transition métamagnétique a lieu à basse température à BM = 7.8 T. Cette transition
entrâıne le passage d’un état paramagnétique avec de fortes fluctuations AF à bas champ à
un état paramagnétique polarisé. La figure 6.13 (en bas) montre les coefficients A de URu2Si2
et de CeRu2Si2 en fonction du champ magnétique renormalisés par la valeur maximum et
par le champ BM respectivement. La diminution de A à mesure que le champ magnétique
augmente est interprétée comme l’entrée dans un régime Kondo polarisé où les couplages
intersites disparaissent rapidement avec le champ [40]. Une analyse des mesures dHvA au
dessus de BM dans CeRu2Si2 basée sur la théorie de Lifshitz-Kosevich révèle que l’amplitude
des oscillations correspondant aux électrons de spin up et down ne sont pas égales et ont
une dépendance en température différente, impliquant que les masses effectives cyclotron
sont différentes pour les électrons de spin up et down [297]. Cette observation suggère qu’au
dessus de BM , le transport électronique est régit par la somme des contributions des électrons
et des trous, avec chacune leur surface de Fermi.

Un scénario allant dans ce sens, étudiant les conséquences et les effets d’une transition
métamagnétique dans les fermions lourds, est proposé par S. Viola Kusminskiy et al. [298].
Dans ce cas, la reconstruction de la surface de Fermi se fait de façon continue. Pour B > BM ,
le champ induit la formation d’une surface de Fermi des quasiparticules de spins up avec des
masses effectives très élevées et ne participant plus au transport et d’une surface de Fermi
des quasiparticules de spins down avec des masses effectives modérées (m∗ ∼ m0). De plus,
l’état fermion lourd n’est complètement détruit que pour un champ d’un ordre de grandeur
supérieur à BM . On peut alors envisager que ce scénario soit appliquable pour URu2Si2 si on
considère la masse effective des quasiparticules estimée dans l’état paramagnétique polarisé.
Cependant, le changement de topologie de la surface de Fermi semble plus brusque que dans
le cas d’un crossover, au vu de la dépendance en champ de l’effet Hall.

Comme il a déjà été reporté [275], la dépendance en champ magnétique du coeffi-
cient A ∝ m∗ présente un comportement critique à l’approche du champ de la transition
métamagnétique. Une divergence apparente de m∗ à l’approche de la transition est l’un des
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paramètres qui a conduit Kim et al. à suggérer la présence d’un point critique quantique
induit par le champ autour de BM [275]. La présence d’un PCQ proche de la transition
métamagnétique est proposée pour expliquer les différentes anomalies observées dans les
mesures de transport de URu2Si2 , la phase ordonnée pouvant être induite par les fortes
fluctuations autour de celui-ci. Or, on observe effectivement sur la figure 6.13 un comporte-
ment critique au niveau de la transition métamagnétique. Il semble plutôt que A présente
un maximum/pic à la transition, et ce dans les deux composés. Remarquons que dans le cas
de URu2Si2 la détermination de A à l’approche de BM dans la phase ordre caché est rendue
difficile en raison du caractère semi-métallique et des anomalies de la résistivité à basse
température. Cette observation, en plus du fait que la transition pseudo-métamagnétique
soit du 1er ordre, suggère plutôt une augmentation de la masse effective à l’approche de la
transition métamagnétique et de la reconstruction de la surface de Fermi.
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6.6 Résumé du chapitre

En mesurant la magnétorésistance transverse et l’effet Hall dans URu2Si2 jusqu’à 55 T,
nous avons pu mettre en évidence que les propriétés de transport dans la phase ordre caché
sont compatibles avec celles d’un fermion lourd (semi-)métallique compensé. Combiné à des
mesures d’effet Nernst et à partir d’un simple modèle à une bande, il apparâıt que l’ordre
caché est caractérisé par une faible densité de porteurs mais avec une mobilité importante.
De plus, l’entrée dans la phase ordre caché est concomitante avec une reconstruction de la
surface de Fermi. Au contraire, on retrouve dans la phase paramagnétique polarisée (B>40T)
les propriétés d’un métal plus conventionnel, avec une grande densité de porteurs et une
masse effective plus faiblement renormalisée.
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Conclusion générale et perspectives

Dans ce travail de thèse, nous nous sommes intéressés aux propriétés de transport
électrique (magnétorésistance, effet Hall,...) et thermoélectrique (effet Nernst) sous champ
magnétique intense dans des systèmes à fortes corrélations électroniques. Plus particulièrement,
notre étude a porté sur les supraconducteurs à haute température critique ainsi que sur un
composé dit à fermions lourds. Nos expériences, effectuées dans des conditions extrêmes de
température (T ∼ 1.5 K) et de champ magnétique (B ∼ 62 T), ont permis de mettre en
évidence des phénomènes physiques et diverses propriétés électroniques dans ces différents
systèmes.

Dans le cas des cuprates, l’application d’un champ magnétique suffisamment fort a pour
effet de détruire la supraconductivité et ainsi de permettre l’étude des propriétés de l’état
fondamental à basse température. Depuis leur découverte en 1986, l’existence ou non d’une
surface de Fermi du côté sous-dopé constituait un problème majeur quant à la compréhension
du phénomène dans ces composés. En mesurant la magnétorésistance transverse ainsi que
l’effet Hall dans des composés YBa2Cu3Oy sous-dopés de dernière génération, nous avons
pour la première fois mis en évidence des oscillations quantiques de la résistance (effet
Shubnikov-de Haas), établissant ainsi l’existence d’une surface de Fermi bien définie de ce
côté du diagramme de phase. A la différence des cuprates surdopés qui possèdent une grande
surface de Fermi de forme cylindrique, les oscillations quantiques ont révélé la présence de
petites poches du côté sous-dopé. Ces observations sont en apparente contradiction avec les
mesures de spectroscopie (ARPES) qui montrent que le poids spectral semble se concentrer
dans les régions nodales de la zone de Brillouin mais sous la forme d’arcs de Fermi distincts.
Bien que les mesures d’oscillations quantiques ne permettent pas de déterminer le nombre
de poches (ni leur localisation dans l’espace réciproque), il apparâıt de toute évidence qu’un
changement drastique de la topologie de la surface de Fermi a lieu entre les deux régimes
situés de part et d’autre du dopage optimal. Combiné à cela, nous avons également montré
que l’effet Hall dans l’état normal est négatif à basse température, ce que nous avons in-
terprété comme la présence de poches d’électrons dans la surface de Fermi, qui seraient
associées aux mesures SdH. Ces observations nous ont conduit à supposer qu’une recons-
truction de la surface de Fermi a lieu entre les deux régimes. En se basant sur un scénario
simple d’une onde de densité, nous avons montré qu’il était possible qu’une reconstruction
induise des petites poches de trous et d’électrons. Il a été également proposé qu’un ordre de
stripes autour du dopage p=1/8 peut engendrer la présence de poches d’électrons. Cepen-
dant, l’origine même de ce mécanisme reste encore à déterminer. Une reconstruction basée
sur un ordre DDW est également suggérée.

Dans une seconde partie, nous avons étudié les propriétés électroniques du composé
fermion lourd URu2Si2 . Ce composé présente trois transitions successives entre 35 T et
40 T. Il s’avère que ces trois transitions semblent correspondre à trois reconstructions de la
surface de Fermi. La phase ordre caché , dont la nature reste encore inconnue, est caractérisée
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par un faible nombre de porteurs de masses effectives importantes mais qui sont très mobiles.
La faible densité de porteurs ainsi que leur long temps de vie semblent être à l’origine de
l’émergence d’un effet Nernst d’une grande amplitude dans l’ordre caché . A l’inverse, il
semble qu’à fort champ magnétique, les propriétés d’un métal plus conventionnel soient
rétablies, avec une grande densité de porteurs et des masses effectives modérées.

Perspectives
Bien sûr, le travail réalisé lors de cette thèse ne constitue que le début de l’étude de la
surface de Fermi des cuprates. Il convient maintenant d’étendre les mesures de magnéto-
transport (effet Shubnikov-de Haas) et d’aimantation (effet de Haas-van Alphen) à d’autres
dopages afin de balayer la plus grande étendue possible du diagramme de phase dans le
but de déterminer la topologie exacte la surface de Fermi en fonction du dopage. Ensuite,
un effort théorique intense sera indispensable afin d’expliquer ce changement drastique de
topologie entre les cuprates sous-dopés et surdopés. Une correspondance avec les cuprates
dopés en électrons serait également intéressante.

Du point de vue expérimental, des progrès importants ont été réalisés afin d’optimiser
le rapport signal sur bruit lors des mesures de magnétorésistance. Celui-ci s’avère crucial
lorsqu’il faut observer des oscillations ne représentant que quelques pourcents du signal
mesuré. Nous avons également montré la faisabilité de mesures de thermoélectricité sous
champ magnétique pulsé. Bien que certains progrès restent encore à réaliser, un effort doit
maintenant être apporté afin de réaliser le même tour de force dans le but d’étendre ces
mesures jusqu’à 60 T. Cela pourrait avoir toute son importance dans le cas des cuprates par
exemple.

Les résultats issus des mesures d’oscillations quantiques dans YBa2Cu3O6.5 [299] et dans
YBa2Cu4O8 [202] sont publiés ainsi que ceux concernant les mesures d’effet Hall dans
YBa2Cu3O6.5 , YBa2Cu4O8 et YBa2Cu3O6.67 [300]. Ceux sur le composé fermion lourd
URu2Si2 sont en cours d’écriture [301].
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