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Avant-propos

Ce mémoire d’habilitation à diriger les recherches présente des théories de champ moyen

que j’ai appliquées à l’étude de systèmes d’électrons à fortes corrélations. Il s’appuie sur

des travaux que j’ai effectués, pour certains dans la continuité de ma thèse, pour d’autres

dans des directions nouvelles. L’une des problèmatiques centrales est celle des transitions de

phases quantiques, et les systèmes considérés ont le point commun de décrire des impuretés

quantiques, réelles ou artificielles. Les différentes méthodes de champ moyen utilisées sont

présentées par des exemples dans le cadre de problèmes physiques particuliers. Après un

premier chapitre introductif fortement focalisé sur l’exemple des composés d’électrons f , ce

mémoire est structuré en trois chapitres principaux connectés respectivement aux trois thé-

matiques suivantes : les composés Kondo, les liquides de spin, et les systèmes désordonnés.

Différentes contraintes m’ont conduit à l’utilisation de notations pouvant varier d’une sec-

tion à l’autre. De même, certains symboles peuvent avoir des significations différentes selon

le contexte. Par ailleurs, pour ne pas perdre en clarté, quelques anglicismes inévitables, tels

que crossover ou scaling, n’ont volontairement pas été traduits par des périphrases.

Les travaux présentés ici s’appuient sur les publications suivantes (afin de préserver la cohé-

rence thématique, certaines de mes publications ne sont pas discutées dans ce mémoire) :

Chapitre 1 : Systèmes, modèles et mécanismes standards d’impuretés quantiques

[1] Local, non-local duality of 5f electrons in actinide compounds,

A. Le Duc, S. Burdin, G. Zwicknagl, and P. Fulde, en préparation.

Chapitre 2 : Echelles d’énergie des réseaux Kondo : perspective champ moyen

Ce chapitre est une traduction actualisée et complétée, issue de l’article de revue :

[2] Low energy scales of Kondo lattices : mean-field perspective,

S. Burdin, in Properties and Applications of Thermoelectric Materials, edited by V. Zla-

tic and A. Hewson (NATO Science for Peace and Security Series B (9), 2009) p. 325,

(arXiv :0903.1942).

Les autres articles auxquels il se réfère sont :

[3] Coherence scale of the Kondo lattice,

S. Burdin, A. Georges, and D.R. Grempel, Phys. Rev. Lett. 85, 1048 (2000).

[4] Heavy-fermion and spin-liquid behavior in a Kondo lattice with magnetic frustration,

S. Burdin, D.R. Grempel, and A. Georges, Phys. Rev. B 66, 045111 (2002).
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[5] A large-N analysis of the local quantum critical point and the spin-liquid phase,

S. Burdin, M. Grilli, and D.R. Grempel, Phys. Rev. B 67, 121104 (2003).

[6] Random Kondo alloys,

S. Burdin and P. Fulde, Phys. Rev. B 76, 104425 (2007).

[7] Multiple temperature scales of the periodic Anderson model : the slave bosons approach,

S. Burdin and V. Zlatic̀, Phys. Rev. B 79, 115139 (2009).

Chapitre 3 : Phases (non-)magnétiques quantiques non conventionnelles

Références [4] et [5], en lien avec le chapitre 2.

[8] Electronic states and magnetic excitations in LiV2O4 : exact diagonalization study,

S. Burdin, N. Perkins, and C. Lacroix, J. Phys. : Condens. Matter 16, S621 (2004).

[9] Modulated Spin Liquid : A New Paradigm for URu2Si2,

C. Pépin, M.R. Norman, S. Burdin, and A. Ferraz, Phys. Rev. Lett. 106, 106601 (2011).

[10] Hidden Order in URu2Si2 and Three-dimensional Modulated Spin Liquid,

C. Thomas, S. Burdin, A. Ferraz, and C. Pépin, en préparation.

[11] Cubic interactions and quantum criticality in dimerized antiferromagnets,

L. Fritz, R.L. Doretto, S. Wessel, S. Wenzel, S. Burdin, and M. Vojta, Phys. Rev. B 83,

174416 (2011).

Chapitre 4 : Désordre, alliages, ou fluctuations mésoscopiques

Références [4] et [6], en lien avec le chapitre 2.

[12] Disorder effect in the quantum Heisenberg model : An Extended Dynamical mean-field

theory analysis,

S. Burdin, M. Grilli, and D.R. Grempel, Phys. Rev. B 75, 224423 (2007).

[13] Mesoscopic Kondo box : A mean-field approach,

R. Bedrich, S. Burdin, and M. Hentschel, Phys. Rev. B 81, 174406 (2010).

[14] Kondo effect and mesoscopic fluctuations,

D. Ullmo, S. Burdin, D.E. Liu, and H.U. Baranger, Pramana Journal of Physics 77, 769

(2011).

[15] From Weak- to Strong-Coupling Mesoscopic Fermi Liquids,

D. Liu, S. Burdin, H.U. Barranger, and D. Ullmo, Eur. Phys. Lett. 97, 17006 (2012).

[16] Mesoscopic Anderson Box : Connecting Weak to Strong Coupling,

D. Liu, S. Burdin, D. Ullmo, and H.U. Barranger, Phys. Rev. B 85, 155455 (2012).
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Chapitre 1

Systèmes, modèles et mécanismes

standards d’impuretés quantiques

Ce chapitre introductif passe brièvement en revue quelques modèles généraux et mécanismes

communs aux deux familles de systèmes physiques, matériaux massifs et nano-structures,

décrits dans ce mémoire.

1.1 Impuretés artificielles

Un bon nombre de phénomènes et mécanismes apparaissant dans les matériaux massifs, tels

que ceux décrits dans la section suivante, possèdent des analogues dans d’autres familles de

systèmes corrélés. Ainsi, les modèles d’impuretés quantiques développés et étudiés initiale-

ment pour des systèmes macroscopiques d’électrons corrélés peuvent s’adapter pour décrire

d’autres systèmes d’impuretés artificielles. Parmi les exemples les plus fascinants, les boîtes

quantiques, étudiées dans la section 4.4 sous l’angle du chaos et de l’effet Kondo, offrent

des applications technologiques dans le domaine de la nano-électronique. Un autre champ

d’application des modèles d’impuretés artificielles s’est aussi ouvert plus récemment, par

les systèmes d’atomes froids ; les études présentées dans ce mémoire pourraient d’ici peu

devenir pertinentes pour ce domaine de recherche en pleine évolution.

1.2 Matériaux à électrons corrélés

Les matériaux à électrons corrélés incluent tous les composés solides, éventuellement cristal-

lins, alliages désordonnés ou réseaux périodiques, tous les systèmes macroscopiques d’élec-

trons dont la fonction d’onde quantique ne peut être décrite que collectivement. Microsco-

piquement, l’apparition d’états quantiques d’électrons corrélés résulte du concept de spin et

du principe d’exclusion introduits par Pauli, et de l’interaction de Coulomb, qui empèche les

électrons d’être spatialement trop rapprochés. Cette répulsion entre électrons, en compétition

avec l’attraction, coulombienne elle aussi, par les noyaux atomiques, génère la formation de

moments magnétiques locaux. Ce phénomène très général est observé dans de nombreux

matériaux à électrons d, contenant par exemple des métaux de transition tels que le vana-

dium, le chrome ou le cuivre, ou à électrons f , à base de lanthanides comme l’ytterbium et le

1



1.2 Matériaux à électrons corrélés

cérium, ou d’actinides comme l’uranium et le plutonium. A basse température, en vertu du

principe thermodynamique de Nernst, ces composés écrantent leurs moments magnétiques

locaux, en formant un état quantique macroscopique corrélé.

1.2.1 Exemple : la chimie des composés de fermions lourds

Les composés de fermions lourds rassemblent presque exclusivement l’ensemble des sys-

tèmes à électrons f corrélés 1. Leur nom générique, fermions lourds, provient des propriétés

de liquide de Fermi qui leur sont souvent caractéristiques, associées à une masse effective de

l’ordre d’une centaine de fois la masse de l’électron. Mais dans bien des cas, les fermions

lourds ne sont des liquides de Fermi que dans certaines parties de leur diagramme de phase,

qui présentent une grande diversité de phases. Chimiquement, les électrons f possèdent une

grande dégénérescence, orbitale (l = 3) et de spin (s = 1/2). Au niveau de chaque atome,

plusieurs mécanismes permettent de réduire ce nombre de degrés de liberté. D’une part, le

grand couplage spin-orbite, combiné avec une énergie locale coulombienne et de Hund rela-

tivement plus faible (comparativement au cas des lanthanides), peut séparer les niveaux 5f
des actinides en deux sous secteurs, le moment total j = 5/2 étant énergétiquement plus

favorable que j = 7/2. Le champ électrique cristallin lève aussi une bonne partie de la dé-

générescence orbitale, à des températures typiques de l’ordre de la centaine de Kelvin. Dans

des lanthanides, l’unique électron 4f 1 ou l’unique trou 4f 13 des atomes tels que Ce ou Yb, se

comporte à basse température plus ou moins comme un moment magnétique de spin quan-

tique 1/2. Dans d’autres composés, comportant plusieurs électrons f , comme par exemple

les composés à base d’uranium, le couplage de Hund entre les électrons intervient aussi pour

former éventuellement des moments effectifs supérieurs à 1/2.

1.2.2 Quelques mécanismes et modèles standards

Nous listons ici, sans prétendre à l’exhaustivité, quelques phénomènes standards présents

dans les systèmes d’électrons corrélés et pertinents pour la suite de ce mémoire.

Le gel de l’entropie à basse température nécessite d’écranter les moments magnétiques lo-

caux formés généralement par les orbitales f ou d. Pour cela, plusieurs mécanismes mi-

croscopiques peuvent entrer en compétition : d’une part, le spin ou le pseudo-spin électro-

nique porté par chaque atome magnétique peut former un état singulet avec les électrons de

conduction du système si celui-ci est métallique, on parle alors d’effet Kondo 2. D’autre part,

les moments magnétiques peuvent s’écranter entre eux, à distance, par une interaction mé-

diée par les électrons de conduction via le mécanisme de Ruderman-Kittel-Kasuya-Yosida

(RKKY) [18–20], ou médiée par les orbitales des autres atomes via le mécanisme de super-

échange. Les interactions magnétiques à distance peuvent aussi émerger plus subtilement des

fluctuations de charges dans des composés à forte répulsion coulombienne, par le mécanisme

de Mott-Hubbard [21–26]. Par ailleurs, le gel de l’entropie magnétique dans les systèmes

d’électrons corrélés peut s’accompagner de la formation d’un état supraconducteur, comme

décrit par Anderson [27].

1. voir cependant la section 3.1 pour un contre exemple

2. voir notamment le chapitre 2 de ce mémoire, et Réf. [17]
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1.2 Matériaux à électrons corrélés

Parallèlement aux mécanismes d’écran des moments magnétiques qu’elle peut générer, la

transition de Mott (-Hubbard) a la particularité de n’être associée à aucune brisure de sy-

métrie standard. Dans un composé multi-orbital comme les fermions-lourds, la transition de

Mott peut devenir partielle, et ne concerner qu’une partie des degrés de liberté de charge,

l’autre partie restant conductrice. Cette question est abordée dans la section 1.2.3, ainsi que,

sous des angles variés, dans les différents chapitres de ce mémoire.

1.2.3 Exemple de compétition entre liquide de Fermi, transition de Mott,

et magnétisme

 

FIGURE 1.1 – Diagramme de phase du modèle dual obtenu par la méthode des bosons esclaves

rotationnellement invariants. PM et FM dénotent respectivement des phases paramagnétiques et fer-

romagnétiques. Pour chaque phase, la valeur du moment jz des orbitales localisées est spécifiée. Wjz

indique la valeur du terme d’échange électronique (en eV ) inter-site caractérisant les orbitales ±jz .

Pour les valeurs numériques, les énergies d’interaction locales correspondent aux valeurs obtenues

par un calcul ab initio LDA [28]. La ligne pointillée indique la situation d’un modèle qui serait

parfaitement isotrope. Figure d’après [1, 29].

Afin d’illustrer la compétition entre les différents mécanismes microscopiques de gel d’en-

tropie mis en jeu dans les systèmes d’électrons corrélés, cette section présente une étude,

- 3 -



1.2 Matériaux à électrons corrélés

par une approche champ moyen, de la dualité locales/non-locales des orbitales f dans des

composés d’actinides.

Motivation

Les matériaux composés d’atomes d’actinides peuvent présenter des propriétés non triviales

à basse température, telles que supraconductivité non conventionnelle [30–33] (ex : UPt3,

PuCoGa5, UGe2, URhGe, UCoGe) et/ou ordre magnétique, en lien avec un comportement de

type fermion lourd. Ces systèmes sont caractérisés par une occupation électronique partielle

des orbitales 5f . Expérimentalement, pour la plupart de ces composés, on distingue deux

caractéristiques bien définies : pour les composés d’actinides les plus légers, les électrons

des orbitales 5f sont délocalisés, alors que pour les composés plus lourds, les électrons 5f
demeurent localisés. La frontière entre ces deux régimes est formée par le plutonium, les

électrons 5f de ce composé pouvant présenter soit un caractère localisé, soit un caractère

délocalisé. En principe, les composés d’uranium font partie des actinides légers, ou plutôt,

faiblement occupés en électrons 5f , et on devrait s’attendre à ce que ces derniers soient

bien délocalisés. Cependant, certains alliages constitués d’atomes d’uranium présentent un

caractère dual, c’est-à-dire à la fois local et non local.

Le caractère local (ex : UPd3), non local (ex : UPt3), ou dual (ex : UPd2Al3) des électrons

des orbitales 5f est un élément crucial pour comprendre les propriétés non conventionnelles

de ces matériaux à basse température. Il peut changer sous l’effet de la pression, et être

caractérisé par exemple par des expériences de diffusion de neutrons. Plus récemment, des

expériences de diffusion inélastiques de rayons X ont permis d’obtenir, pour différents com-

posés d’actinides, des spectres d’excitation électronique orbitalement sélectifs, et d’étudier

la localisation (ou délocalisation) des orbitales 5f sous l’effet de la pression [34]. Pour des

composés tels que UPd2Al3, le lien entre la dualité des orbitales 5f et la structure électro-

nique peut aussi être étudié par photo-émission [35].

Parmi ces systèmes, le composé UPt3 a fait l’objet de nombreuses expériences. Par exemple,

des mesures de chaleur spécifique, de susceptibilité magnétique, ou de Haas van Alphen

montrent que ce système se comporte comme un fermion lourd, caractérisé par une très

forte masse effective. Cependant, des calculs ab initio basés sur la théorie de la fonctionnelle

de densité (DFT) prédisent une masse effective inférieure d’un facteur 20 à celle mesu-

rée expérimentalement [28]. Cette grande différence illustre l’impossibilité des approxima-

tions de type DFT à prendre en compte l’effet des corrélations électroniques, fortes dans ces

composés. Des approches théoriques alternatives ou complémentaires doivent être adoptées,

afin d’expliquer quantitativement cette augmentation de masse effective. Un autre système,

UPd2Al3, présente des propriétés de type fermion lourd similaires [36]. Aussi, pour ce com-

posé, des expériences de diffusion inélastique de neutrons ont mis en évidence l’existence de

moments magnétiques locaux non nuls, mais de valeur inférieure à celle qui serait obtenue

par le seul effet du couplage de Hund. Ce résultat suggère que pour UPd2Al3, les orbitales 5f
présentent simultanément un caractère local, puisque des moments magnétiques sont mesu-

rés, et un caractère non local, puisque la valeur de ces moments n’est pas maximale. Notons

que U(C8H8)2 semblerait aussi présenter des propriétés de dualité [37], mais peu d’expé-

riences ont encore été réalisées pour ces composés. Par ailleurs, la question de la dualité

pourrait être abordée pour les composés de la famille UGe2, ainsi que pour URu2Si2, étudié
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au chapitre 3.

G. Zwicknagl et P. Fulde ont proposé un mécanisme microscopique pour UPt3, en supposant

que deux parmi les trois électrons 5f sont localisés. Dans ce scenario, l’augmentation de la

masse effective résulte de la répulsion coulombienne locale entre les électrons f délocalisés

et les électrons f localisés [38]. Microscopiquement, la localisation de certaines orbitales est

liée aux corrélations électroniques locales. Ce mécanisme est décrit par un modèle, appelé

modèle dual, qui constitue une généralisation multi-orbitale du modèle de Hubbard [38] ; les

électrons f sont caractérisés simultanément par une énergie d’échange entre sites voisins,

une répulsion coulombienne et un couplage de Hund locaux. En supposant que le couplage

spin-orbite est grand, la dégénérescence orbitale des électrons 5f peut être réduite à 6 degrés

de liberté au lieu de 14. En étudiant le modèle dual par diagonalisation exacte d’un système

de taille finie [28], G. Zwicknagl et P. Fulde ont montré qu’une légère asymétrie orbitale de

l’énergie d’échange électronique entre voisins peut provoquer une localisation partielle des

électrons, dans un état ne correspondant pas à celui qui serait favorisé par le seul couplage de

Hund. Ce mécanisme est à l’origine des propriétés des alliages d’uranium décrites précédem-

ment. Dans le cadre de la thèse de Anh Duc Le, co-encadrée par P. Fulde, nous avons testé la

validité de ce résultat dans la limite thermodynamique en utilisant une approche numérique

basée sur une généralisation de l’approximation des bosons esclaves [1, 29] : la méthode des

bosons esclaves rotationnellement invariants [39].

Avant de décrire les résultats obtenus sur le problème de la dualité, nous présentons, dans

ce chapitre introductif, l’état de l’art sur les méthodes de bosons esclaves. En effet, celles-

ci constituent un pilier important des théories de champ moyen utilisées pour étudier les

systèmes d’électrons corrélés. La version rotationnellement invariante en étant, comme nous

allons le voir, l’adaptation la plus générale de l’approximation des bosons esclaves.

Méthode : bosons esclaves rotationnellement invariants

Initialement, la méthode des bosons esclaves avait été introduite pour le modèle de Anderson,

avec une dégénérescence égale à deux (i.e., dégénérescence de spin) [40]. Par la suite, cette

méthode a été améliorée et adaptée au modèle de Hubbard [41]. Pour ce modèle, l’interac-

tion locale se limite au terme densité-densité : Unf↑nf↓. L’approche par les bosons esclaves

fournit une bonne description des propriétés de basse température, dans le régime de liquide

de Fermi : les excitations sont décrites comme des excitations effectives de fermions sans in-

teraction ayant une masse effective renormalisée. Les interactions sont simplement prises en

compte par une renormalisation du terme d’échange électronique, t 7→ Zt, où Z est le résidu

de quasi-particule. Plusieurs travaux ultérieurs ont tenté de généraliser cette approche à des

modèles de Hubbard ayant une dégénérescence N > 2. La généralisation la plus naturelle

peut être obtenue de la manière suivante [42, 43] : l’espace de Hilbert local décrivant des

électrons f pouvant avoir N couleurs (i.e., degrés de liberté de spin et d’orbite) est projeté

sur un espace de Hilbert décrivant des fermions auxiliaires (avec N couleurs), et 2N bosons

auxiliaires (aussi appelés bosons esclaves). Chacun de ces bosons auxiliaires est associé à un

état de Fock, formé par les électrons f . L’espace de Hilbert auxiliaire ainsi construit com-

porte des états non physiques qui sont éliminés en introduisant une contrainte, qui impose

que chaque site est occupé par un boson unique. Les bosons sont alors considérés par une

approximation de champ moyen, et les opérateurs de résidus de quasiparticules sont rempla-
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cés par leurs valeurs moyennes. Cette approche fournit une bonne description qualitative et

quantitative de l’effet des corrélations lorsque l’interaction locale est de type densité-densité.

Par contre, elle ne permet pas de tenir compte, au niveau champ moyen, des termes locaux

de type couplage de Hund. Une méthode de bosons esclaves alternative a été proposée : N
fermions auxiliaires et 2N bosons sont introduits, mais les bosons sont désormais associés

aux états multiplets locaux, qui, contrairement aux états de Fock, sont des états propres de

l’interaction locale. Ainsi, le traitement des bosons auxiliaires par l’approximation du champ

moyen est exact dans la limite atomique. Les deux approches bosons esclaves fournissent des

résultats différents lorsque les bosons sont approximés par des champs moyens. Celle utili-

sant la base des états de Fock est plus appropriée à la description d’une phase dans laquelle

les électrons sont délocalisés ; celle utilisant la base des états multiplets est plus appropriée

pour décrire la localisation de certaines orbitales. Afin de tenir compte du caractère dual des

électrons f , une méthode de bosons esclaves doit pouvoir généraliser simultanément les ap-

proches utilisant les bases des états de Fock et multiplets. Une telle méthode a été développée

récemment, pour laquelle le résultat de l’approximation de champ moyen ne dépend pas du

choix de la base de départ : les bosons esclaves rotationnellement invariants. Cette méthode

nécessite d’introduire un boson, non plus pour chaque état, mais pour chaque paire d’états.

Des considérations de symétrie permettent par la suite d’annuler certains de ces bosons sans

perdre en généralité.

Résultats

Nous avons étudié le modèle dual par la méthode des bosons esclaves rotationnellement

invariants, en considérant un remplissage électronique moyen de 2, 5 électrons par site, ca-

ractéristique des composés d’uranium. Sous l’hypothèse d’un couplage spin-orbite infini,

la dégénérescence orbitale est indexée par la valeur du moment orbital jz = −5/2, , 5/2.

Le diagramme de phase est présenté figure 1.1. Nous l’avons obtenu numériquement en te-

nant compte de 118 paramètres de champs moyen. Une difficulté technique importante a

consisté à résoudre un système d’équations non linéaires à 118 inconnues. Pour cela, nous

nous sommes placés dans un premier temps dans des régimes de paramètres pour lesquels

une solution physique simple pouvait servir d’Ansatz de départ.

Cette étude permet d’illustrer le fait que les interactions de Hund renforcent considérable-

ment les anisotropies des énergies d’échange électronique inter-site. Pour certaines régimes

de paramètres de largeur de bande 5f , cet effet peut renormaliser très fortement la masse

effective d’une partie des orbitales, jusqu’à la faire diverger. Une partie des composantes

de l’orbitale 5f est alors localisée, pouvant former éventuellement un ordre magnétique.

On parle alors de localisation de Mott orbitalement sélective. C’est le cas, par exemple des

composantes jz = 1/2 et jz = 5/2, qui se localisent dans un état ferromagnétique lorsque

l’anisotropie favorise la largeur de la troisième bande, jz = ±3/2. Plus subtilement, lorsque

l’anisotropie est au contraire défavorable à cette même bande jz = ±3/2, celle-ci se localise

avec les orbitales jz = ±5/2, afin de satisfaire au mieux l’énergie de Hund.
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1.3 Conclusion

L’exemple précédent permet d’illustrer l’efficacité des méthodes de champ moyen pour dé-

crire des mécanismes non perturbatifs tels que la localisation (de Mott) partielle des élec-

trons. Il montre aussi que le nombre de paramètres de champ moyen caractérisant un système

peut facilement devenir relativement élevé. Il devient alors très important de bien identifier

les champs pertinents pour la description d’un phénomène physique ou d’un mécanisme mi-

croscopique particulier. Ce mémoire présente, par des exemples variés, plusieurs théories de

champs moyens appropriées à chacun des divers systèmes étudiés.
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Chapitre 2

Echelles d’énergie des réseaux Kondo :

perspective champ moyen

Ce chapitre passe en revue les propriétés à basse température des alliages Kondo, obtenues

dans l’approximation du champ moyen, en se concentrant sur une étude des différentes

échelles d’énergie. Notamment, les dépendances de la température de Kondo, TK , et de

l’énergie de cohérence du liquide de Fermi, T0, sont analysées en fonction du remplissage

électronique, de la forme de la densité d’états des électrons de conductions libres, ainsi que

de la concentration en moments magnétiques. Ces deux échelles peuvent s’annuler, donnant

lieu à une rupture de l’effet Kondo, lorsqu’un champ magnétique extérieur est appliqué. Une

rupture de l’effet Kondo peut aussi être obtenue en incluant au modèle un terme de super-

échange, qui décrit l’effet des corrélations magnétiques inter-sites, négligées au niveau du

champ moyen.

2.1 Introduction

Les alliages constitués d’atomes de terres rares ou d’actinides possèdent généralement un

diagramme de phase extrêmement riche à basse température, présentant des signatures de

comportements de type fermions lourds, des phases magnétiques non-conventionnelles, au

voisinage, bien souvent, de transitions supraconductrices elles aussi non-conventionnelles [44,

45]. A haute température, les principales propriétés physiques de ces systèmes sont bien re-

produites par des modèles à une seule impureté, qui décrivent le couplage entre les électrons

de conduction et un ion 4f ou 5f . Pour des systèmes denses, les modèles à impureté unique

ne permettent pas de décrire les propriétés de basse température, qui résultent de la forma-

tion d’un état cohérent non local. Dans ce(s) régime(s), les modèles avec réseau périodique

d’ions f s’avèrent plus appropriés.

Ici, nous considérons plus spécifiquement des composés denses, pour lesquels l’orbitale f
est décrite par un doublet de Kramers. Par exemple, cette situation est réalisée assez naturel-

lement à basse température lorsque l’orbitale 4f est occupée par un électron (électrons 4f 1

des alliages de Cérium), ou un trou (électrons 4f 13 des alliages d’Ytterbium). La dégénéres-

cence orbitale est dans ce cas levée par le champ cristallin. Plus généralement, cette situation

peut aussi se produire pour d’autres occupations du niveau f , après avoir tenu compte du
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2.1 Introduction

couplage spin-orbite (électrons 5f 5 des alliages de Plutonium). Les orbitales f de ces im-

puretés sont modélisées par des spins locaux Si = 1/2. Le système est ainsi décrit par le

Hamiltonien du réseau Kondo,

H =
∑

kσ

(ϵ
k
− µ)c†kσckσ + JK

∑

i

siSi , (2.1)

où c†kσ (ckσ) décrit l’opérateur de création (annihilation) d’un électron de conduction de spin

σ =↑, ↓ et de moment k. L’interaction Kondo résulte d’un couplage anti-ferromagnétique

local JK entre la densité de spin des électrons de conduction au site i, si, et les impure-

tés Kondo, Si. Le potentiel chimique µ fixe le remplissage électronique à nc électrons de

conduction par site.
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FIGURE 2.1 – Diagramme de phase schématique, en coordonnées température (T/TK) - énergie de

cohérence du liquide de Fermi (T0/TK). Figure d’après [7].

Le modèle Kondo a été étudié en détail depuis les dernières dizaines d’années [17]. A haute

température, l’interaction Kondo peut être considérée comme une petite perturbation : les

électrons de conduction et les ions Kondo sont faiblement couplés. Les propriétés de trans-

port, déterminées par la bande de conduction, sont caractéristiques d’un métal normal. La

susceptibilité magnétique du système, essentiellement déterminée par les moments Kondo

presque libres, suit une loi de Curie-Weiss (i.e., proportionnelle à l’inverse de la tempéra-

ture, χ(T ) ∼ 1/T ). L’entropie est élevée, de l’ordre de R ln 2 par site. La température de

Kondo, TK , caractérise un crossover, en dessous de laquelle l’interaction Kondo ne peut

plus être traitée par des méthodes perturbatives. Les signatures expérimentales de ce crosso-

ver incluent, par exemple, une augmentation logarithmique de la résistivité lorsque la tem-

pérature décroit, une saturation de la susceptibilité magnétique statique, et une diminution

significative de l’entropie. A basse température, si l’on néglige l’effet des instabilités ma-

gnétiques et supraconductrices, les propriétés physiques sont universelles et caractéristiques

d’un liquide de Fermi lourd : la chaleur spécifique s’annule linéairement avec la tempéra-

ture, CV (T ) ≈ γT ; la susceptibilité magnétique locale, χ(T ), ainsi que la résistivité varient
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quadratiquement (i.e., en T 2). Ce régime de basse température, liquide de Fermi, est carac-

térisé par une échelle d’énergie, la température de cohérence, T0, qui peut être déterminée

de manière équivalente par une mesure de chaleur spécifique, via le coefficient de Sommer-

feld, T0 ≡ 1/γ, ou par la susceptibilité magnétique, T0 = limT→01/χ(T ). La figure 2.1

décrit schématiquement le diagramme de phase du modèle, le réseau Kondo, en fonction de

T0/TK . Ce rapport est considéré ici comme un paramètre ajustable, qui peut varier avec le

remplissage électronique, la concentration en impuretés, le champ magnétique, ou la forme

de la densité d’états des électrons de conduction.

FIGURE 2.2 – Schéma illustrant l’évolution de la contribution électronique de l’entropie, Se− , en

fonction de la température, T/TK , pour trois situations :T0 >> TK (courbe rouge en tirets poin-

tillés), T0 ≈ TK (courbe pleine bleue), et T0 << TK (courbe verte en tirets). Les courbes pointillées

indiquent le régime, linéaire, de liquide de Fermi, Se−(T ) = T/T0, avec une pente TK/T0. Les trois

situations différentes donnent une unique courbe pour T > TK , reflétant la contribution linéaire de

la bande de conduction Se−(T ) = ln 2 + T/D. Figure d’après [7]. Notons que l’évolution presque

verticale de Se− en dessous de T/TK n’est attendue que dans des cas très particuliers tels que ceux

liés aux effets de la forme de la densité d’états (voir section 2.3.2), pour lesquels la signature du

crossover Kondo peut évoquer une sorte de transition.

La détermination de T0 et de TK à partir de l’entropie est illustrée par la figure 2.2. Sur

ce schéma illustratif, le point noir fait référence à une détermination expérimentale de TK
habituelle à partir de l’entropie : Se−(TK) = p ln 2. Le paramètre p choisi arbitrairement

vaut ici p = 1, ce qui, dans une approche champ moyen, coïncide avec l’annulation de

l’hybridation effective r = 0 définissant la température de transition TK . Expérimentalement,

ou au delà du champ moyen, TK est un crossover et l’on peut choisir, par exemple, p = 1/2.

Soulignons qu’une mesure thermodynamique permet de déterminer T0 sans ambiguïté alors

qu’elle ne fournit d’information sur TK que lorsque l’effet Kondo est clairement prédomi-

nant devant les autres processus de gel d’entropie. En général, cela suppose que le système

étudié soit suffisamment éloigné d’une phase ordonnée magnétiquement. La détermination

expérimentale de TK nécessite donc de confronter plusieurs quantités mesurées, thermody-

namiques, mais aussi magnétiques, et de transport. Par ailleurs, la connexion entre T0 et les

propriétés de transport thermique et électrique ont été analysées par Zlatic̀ et al. [46, 47].

Notons que les auteurs de Réf. [48] ont discuté à partir de données expérimentales le lien

et les différences entre deux échelles d’énergie : l’une d’elles correspond à notre définition

de la température de Kondo d’un réseau d’impuretés, TK . La seconde est la température de

Kondo d’une unique impureté diluée, qui, dans le cadre d’une approche champ moyen, est
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identique à celle du réseau dense d’impuretés. La température de cohérence T0 que nous

analysons ici n’est pas considérée dans Réf. [48].

Les propriétés physiques d’un système faiblement concentré en ions magnétiques sont uni-

verselles et caractérisées par une unique échelle d’énergie, T0 = TK . Cette identité entre

les températures de cohérence et de Kondo est consistante avec la solution exacte du mo-

dèle Kondo à impureté unique. La situation est différente dans des systèmes denses, pour

lesquels plusieurs échelles d’énergies différentes émergent. Par exemple, l’interaction ma-

gnétique entre impuretés, de Ruderman-Kittel-Kasuya-Yosida (RKKY), peut s’opposer à

l’effet Kondo. Lorsque son énergie caractéristique JRKKY devient supérieure à TK , le sys-

tème Kondo dense peut préférer former un état magnétique ordonné et non plus un liquide

de Fermi (lourd) [49].

Pendant longtemps on a pensé que la phase Kondo (liquide de Fermi) d’un système dense

demeurait universelle et caractérisée par une unique échelle d’énergie ; cela signifierait que

l’énergie de cohérence du liquide de Fermi T0 serait égale à la température de crossover

Kondo TK (modulo un facteur proportionnel à la constante de Boltzmann). Dans ce contexte,

lorsque des expériences de photo-émission sur des composés de Cérium ont fait apparaître

un désaccord avec l’universalité supposée être prédite par la théorie, des scenarii impliquant

des phonons ont été proposés [50]. Par la suite, une controverse est apparue, remettant en

question la capacité d’un modèle Kondo à décrire des expériences de spectroscopie de photo-

émission réalisées sur le composé YbAl3 [51–53]. Le mystère a désormais été élucidé [3, 54],

puisque nous savons aujourd’hui que, pour un réseau Kondo, ou plus généralement pour un

système Kondo dense en impuretés, T0 diffère de TK . Il peut ainsi en résulter un régime de

températures intermédiaires dans lequel les propriétés du système ne sont plus universelles.

Cette particularité du réseau Kondo a permis d’expliquer les expériences de photo-émission.

Elle a par ailleurs été confirmée par d’autres résultats de mesures de susceptibilité magné-

tique, de constante de Hall, et de spectroscopie d’absorption de rayons X, effectuées sur plu-

sieurs composés de cérium, Ce1−xLaxIr2Ge2, CeIr2−x(Rh,Pt)xGe2, CeIr2Ge2−x(Si,Sn)x [55],

CeNiSi2 [56], et d’ytterbium, YbXCu4 (X=Ag, Cd, In, Mg, Tl, Zn) [57], Yb1−xLuxAl3 [58].

Le fait que T0 puisse être significativement plus faible que TK a été suggéré pour la première

fois par Nozières, dans le contexte du problème de l’épuisement électronique [59, 60]. La

première estimation de Nozières, bien que prédisant un résultat quantitativement faux [3, 54],

a eu l’intérêt de susciter des études théoriques complémentaires pertinentes pour le(s) ré-

seau(x) Kondo, basés sur des approximations incluant une approche couplage fort [61], des

calculs en champ moyen [3, 62–64], et des simulations numériques [65–70] utilisant la théo-

rie du champ dynamique moyen (DMFT) [71, 72]. Tous ces calculs théoriques ont convergé

vers la même conclusion qualitative : dans un réseau Kondo, T0 peut être différente de TK , et

le rapport entre ces deux échelles d’énergie peut changer en fonction, par exemple, du rem-

plissage électronique du système. En outre, ces résultats théoriques ont permis d’analyser

sous un nouvel angle les expériences de photo-émission initialement controversées.

Dans ce chapitre, sont tout d’abord décrites différentes possibilités de faire varier les deux

échelles d’énergie T0 et TK de manière contrôlable, en changeant les paramètres physiques

suivant : le remplissage électronique, la forme de la densité d’états, et la concentration en

ions magnétiques.

Ensuite, la déstabilisation de la phase Kondo est discutée, induite soit par l’application d’un

champ magnétique, soit par les interactions magnétiques entre impuretés. Les types de points
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critiques quantiques pouvant en résulter sont analysés.

L’ensemble des résultats présentés dans ce chapitre sont obtenus dans l’approximation du

champ moyen.

2.2 Formalisme champ moyen

L’approximation du champ moyen a été appliquée pour la première fois à un réseau Kondo

en 1979 par Lacroix et Cyrot [73]. Elle fut reformulée en 1983 par Coleman [74] ainsi que

par Read, Newns et Doniach [75], sous la forme d’une approximation N−grand du modèle

de Coqblin-Schrieffer [76] de dégénérescence N . Il fut alors montré que les instabilités ma-

gnétiques nécessitent un développement perturbatif incluant l’ordre 1/N , i.e., incluant les

fluctuations autour du champ moyen. Cependant, la phase de liquide de Fermi lourd (i.e.,

fermion lourd) est bien décrite dans la limite N = ∞. L’analyse de T0 et de TK peut ainsi

s’effectuer en se limitant au niveau champ moyen. Ici, nous décrivons les étapes principales

de l’application de cette approximation au hamiltonien du réseau Kondo (2.1).

Les impuretés Kondo sont représentées par des fermions auxiliaires locaux (fermions d’Abri-

kov) comme suit : Sz
i = 1

2
(f †

i↑fi↑− f †
i↓fi↓), S

+
i = f †

i↑fi↓, et S−
i = f †

i↓fi↑. L’interaction Kondo

est ensuite réécrite comme une interaction à deux particules, JKsiSi 7→ JK
2

∑

σσ′ c
†
iσciσ′f †

iσ′fiσ,

qui décrit les processus d’échange de spin local entre les électrons de conduction et les mo-

ments Kondo. Cette description est exacte à condition de restreindre l’espace de Hilbert au

secteur dans lequel chaque site ne contient qu’un seul fermion auxiliaire, f †
i↑fi↑+ f

†
i↓fi↓ = 1.

La solution champ moyen est obtenue en effectuant les deux approximations suivantes :

(i) L’occupation locale est d’un fermion par site uniquement en moyenne. Cela revient à

décrire les spins Kondo comme un niveau f effectif demi-rempli. Ce demi-remplissage du

niveau effectif est assuré par l’introduction d’un second potentiel chimique, λ.

(ii) L’interaction Kondo à deux particules est remplacée par un terme effectif à une particule,

résultant d’un découplage effectif des composantes de spins ↑ et ↓.

Ainsi, dans l’approximation de champ moyen, le hamiltonien du réseau Kondo (2.1) devient

H =
∑

kσ

(ϵ
k
− µ)c†kσckσ + r

∑

iσ

[c†iσfiσ + f †
iσciσ]− λ

∑

iσ

f †
iσfiσ , (2.2)

où l’hybridation effective est déterminée par la relation auto-consistante

r =
JK
2N

∑

iσ

⟨f †
iσciσ⟩ . (2.3)

Ici, N dénote le nombre de sites du réseau. Les potentiels chimiques µ pour les électrons

c, et λ pour les fermions f , sont déterminés par les contraintes nc = 1
N
∑

iσ⟨c†iσciσ⟩ et

1 = 1
N
∑

iσ⟨f †
iσfiσ⟩. Le hamiltonien de champ moyen (2.2) décrit un système effectif dans

lequel les électrons de conductions sont hybridés à des niveaux f locaux. Les effets de cor-

rélations sont renormalisés sous la forme d’une énergie d’hybridation auto-consistante r.
Cette approximation a l’avantage de donner une description relativement simple du système,

tout en conservant deux propriétés importantes des réseaux Kondo : à haute température, on

trouve r = 0, et le système est décrit comme un métal paramagnétique constitué d’électrons
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2.2 Formalisme champ moyen

c légers découplés de moments locaux libres (les fermions f ). Cette image, bien que très

simplifiée, permet de caractériser la situation expérimentale dans laquelle, au dessus de la

température de Kondo, les électrons de conduction sont faiblement couplés aux moments

locaux. Par l’approche champ moyen, la température de Kondo est alors définie comme la

température à laquelle une hybridation r ̸= 0 apparait. A très basse température, les pro-

priétés physiques correspondent à un liquide de Fermi et les excitations du système sont

des quasiparticules fermioniques libres mais lourdes. Ces dernières sont une combinaison

linéaire d’électrons c légers, et de fermions f lourds. Le régime de liquide de Fermi est

caractérisé par une échelle d’énergie, T0, qui peut être définie de plusieurs manières équi-

valentes à partir des propriétés de l’état fondamental : la densité d’états de quasiparticules,

ρ = 1/T0, le coefficient de Sommerfeld, Γ = limT→0CV (T )/T = 1/T0, ou la susceptibilité

magnétique statique locale des impuretés, χloc(T = 0) = 1/T0. En résolvant les équations

de champ moyen de manière générale, nous avons obtenu des expressions explicites de TK
et T0 dans la limite de JK faible [3, 7] :

TK = FK [nc, ρ0]e
−1/JKρ0(µ0) , (2.4)

et

T0 = F0[nc, ρ0]e
−1/JKρ0(µ0) , (2.5)

qui dépendent du couplage Kondo JK uniquement par le facteur exponentiel non analytique

e−1/JKρ0(µ0). Les préfacteurs FK et F0 sont des fonctions du remplissage électronique nc, et

de la densité d’états électroniques libres (DOS), ρ0(ω) ≡
∑

k δ(ω− ϵk). Par soucis de clarté,

FK et F0 ne sont pas donnés explicitement ici, et leurs expressions peuvent être obtenues

dans les Refs. [3, 7]. A cause du facteur exponnentiel commun à ces deux échelles d’énergie,

les variations de T0 et TK sont très sensibles à des changements dans le système, comme

par exemple des variations de pression ou du dopage, même faibles. Par contre, puisque

T0/TK ne dépend pas de JK , on peut espérer qu’une analyse expérimentale de ce rapport

sans dimension fasse apparaitre certaines propriétés universelles. La solution champ moyen

donne [7]

T0
TK

=

(

D + µ0

D − µ0

)1/2
Fshape

αρ0(µL)∆µ
. (2.6)

Ici, D dénote la demi largeur de bande de la DOS sans interaction. µ0 est le potentiel chi-

mique sans interaction, correspondant à un remplissage électronique nc =
∫ µ0

−D
ρ0(ω)dω. Le

potentiel chimique du système avec l’interaction, µL, correspond à un remplissage nc + 1,

et le décalage en énergies, ∆µ ≡ µL − µ0, traduit l’élargissement de la surface de Fermi.

α = 1.13 est un nombre. Fshape est une fonction dépendant explicitement de la forme de la

DOS, ρ0, comme suit :

Fshape ≡ exp

[(∫ ∆µ

−(D+µ0)

−1

2

∫ D−µ0

−(D+µ0)

)

ρ0(µ0 + ω)− ρ0(µ0)

|ω|ρ0(µ0)
dω

]

. (2.7)

- 14 -



2.3 Variations contrôlables de T0 et de TK

2.3 Variations contrôlables de T0 et de TK

2.3.1 Effets d’une variation du remplissage électronique

L’effet du remplissage électronique sur les échelles de température d’un réseau Kondo a été

discuté par Nozières, qui avait initialement suggéré la possibilité d’un problème d’épuise-

ment [59, 60]. Son approche s’appuie sur l’analyse suivante : considérant NS spins Kondo

couplés à Nc ≤ NS électrons de conduction, l’entropie pouvant être gelée à la température

T ≈ TK par la seule formation de singulets Kondo locaux est ∆S = Nc ln 2. Cependant,

la formation d’un état cohérent de liquide de Fermi implique (ou nécessite) une annula-

tion l’entropie linéaire avec la température, S(T ) ≈ T/T0. Le gel de l’entropie résiduelle,

S(TK) ≈ (NS −Nc) ln 2, nécessite alors un mécanisme collectif, et pourrait conduire (selon

l’estimation initiale de Nozières) à T0 ≪ TK lorsque Nc ≪ NS .

0.0 0.2 0.4 0.6 0.8 1.0
n

c

0

0.25

E
ne

rg
y 

sc
al

e 
/ D

T
K
(n

c
)

T
0
(n

c
)

FIGURE 2.3 – TK/D (courbe pleine noire) et T0/D (courbe rouge en tirets) versus remplissage élec-

tronique, pour le réseau Kondo. Résultat numérique obtenu dans l’approximation du champ moyen,

pour une DOS semi-elliptique et JK/D = 0.75 [3].

Le problème de l’épuisement électronique est resté une question ouverte pendant plusieurs

années, et nous en avons obtenu la première résolution par une approche de champ moyen [3,

54], qui a produit une description quantitative de l’effet du remplissage électronique. Tout

d’abord, les expressions (2.4-2.5) montrent que TK et T0 dépendent de JK de la même ma-

nière non-analytique, via le facteur e−1/JKρ0(µ0), ce qui implique que le rapport TK/T0 ne

dépend pas du couplage Kondo. Ce résultat est en contradiction avec celui de Nozières,

qui avait prédit un rapport T0/TK ≈ TK/D ≈ e−1/JKρ0(µ0) [59, 60]. Le résultat obtenu

par le champ moyen, T0/TK indépendant de JK , fut par la suite confirmé par des calculs

DMFT [77], et finalement accepté par Nozières [54].

Cependant, T0 et TK définissent deux échelles d’énergie dépendant du remplissage électro-

nique de manières différentes, comme illustré sur la figure 2.3, lorsque T0 ≪ TK dans la

limite nc → 0. Le résultat présenté sur cette figure et obtenu par le champ moyen est remar-

quablement similaire à celui obtenu en combinant DMFT et des simulations Monte Carlo

Quantique (voir figure 1 dans Ref. [67]). Les effets de remplissage peuvent aussi être analy-

sés à partir de l’expression (2.6). En négligeant les effets liés à la forme de la DOS, discutés
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2.3 Variations contrôlables de T0 et de TK

dans la section 2.3.2, on trouve T0/TK ≈
(

D+µ0

D−µ0

)1/2

, qui s’annule lorsque µ0 approche le

bord de la bande, −D, i.e., lorsque nc → 0.

0 0.1 0.2
εk / D

0

0.02

n c (
ε k )

−1.0 −0.5 0.0 0.5 1.0
εk / D 

0

1

n c (
ε k )

µL

µL
µ0

FIGURE 2.4 – Occupation électronique nc(ϵk) pour T/TK = 1.0 (courbe noire en tirets), T/TK =
0.5 (courbe noire en pointillés), et T/TK = 0.005 (courbe pleine rouge). Résultat numérique obtenu

par l’approximation du champ moyen pour une DOS semi-elliptique, nc = 0.15, et JK/D = 0.75. µ0

et µL indiquent les potentiels chimiques correspondant respectivement à une petite et à une grande

surface de Fermi. L’incrustation est une focalisation autour de µL. Figure d’après [3].

L’analyse complémentaire de l’occupation électronique, nc(ϵk) ≡ ⟨c†kck⟩, fournit une in-

formation importante pour comprendre le mécanisme physique conduisant à deux échelles

d’énergie différentes. Pour T ≈ TK , le résultat de champ moyen, illustré par la figure 2.4, res-

semble à une distribution de Fermi avec une fenêtre thermique autour du potentiel chimique

du système sans interaction, µ0, qui correspond à nc électrons (petite surface de Fermi). Pour

T ≪ TK , dans le régime de liquide de Fermi, étonnamment, cette distribution s’étale et

forme une marche autour de µL (grande surface de Fermi). La figure 2.4 décrit uniquement

l’occupation des états d’électrons c, dont le remplissage est fixé à nc. A température nulle,

de nombreux états, caractérisés chacun par un moment k, ne sont que partiellement occupés

par des électrons c. Toutefois, la description du système en terme de liquide de Fermi reste

appropriée dans la mesure où les quasiparticules ne sont plus de purs états c mais plutôt

des combinaisons linéaires d’états c et f . L’occupation des quasiparticules est complète, i.e.,

égale à un, pour chacun des états ayant une énergie ϵk < µL, et elle est nulle pour les états de

plus haute énergie. Ce comportement est cohérent avec le théorème de Luttinger, qui prédit

que, à T = 0, la surface de Fermi contient à la fois les électrons c et les fermions f . Notons

qu’il n’est vraiment pas surprenant que le réseau Kondo satisfasse le théorème de Luttinger

sous l’approximation du champ moyen. En effet, le modèle effectif obtenu, caractérisé par

le Hamiltonien (2.2) ne contient aucun terme explicite d’interaction à plusieurs particules

susceptible de violer le théorème de Luttinger. Dans la phase liquide de Fermi on s’attend

à ce que ce résultat continue de s’appliquer au delà du champ moyen. L’élargissement de la

surface de Fermi pourrait être un élément crucial pour expliquer l’origine de la différence

entre T0 et TK : la température de Kondo est associée à la diffusion incohérente des électrons

de conduction situés dans une fenêtre thermique de largeur TK autour de µ0 (voir figure 2.5).
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2.3 Variations contrôlables de T0 et de TK

Bien que liée elle aussi à l’effet Kondo, la température de cohérence, T0, contrairement à TK ,

caractérise un liquide de Fermi avec une grande surface de Fermi.

2.3.2 Effets liés à la forme de la densité d’états

FIGURE 2.5 – Représentation schématique de la densité d’états électroniques sans interaction

(DOS). (a) DOS régulière avec un potentiel chimique proche du bord de bande : T0 ≪ TK . (b)

et (c) Loin du bord de bande, i.e., près du demi-remplissage, le rapport T0/TK dépend fortement de

la forme de la DOS autour du niveau de µ : (b) ρ0(ω) est presque constante autour de ω = µ, on

obtient T0 ∼ TK . (c) µ est proche d’un minimum de ρ0, on trouve T0 ≫ TK . Ici, µ0 ≈ µ indique

la position du potentiel chimique correspondant à nc électrons c sans interaction (petite surface de

Fermi). µL est le potentiel chimique qui correspondrait à nc + 1 électrons c sans interaction (grande

surface de Fermi). Figure d’après [7].

Dans cette partie, nous considérons les effets dus à la forme de la densité d’états sans inter-

action, ρ0(ω) [7]. Afin de découpler cet effet de celui lié au remplissage électronique, étudié

dans la partie précédente, nous supposons ici que nc est relativement proche de 1, sans pour

autant être exactement au demi-remplissage, de sorte que le système reste métallique. Les

relations (2.6) et (2.7) peuvent ainsi être simplifiées en

T0
TK

≈ Fshape ≈ exp

[∫ D−µ0

−(D+µ0)

ρ0(µ0 + ω)− ρ0(µ0)

2|ω|ρ0(µ0)
dω

]

. (2.8)

Pour une densité d’état ρ0 constante, nous retrouvons T0 ∼ TK , ce qui permet d’expliquer

l’observation pour plusieurs composés Kondo denses de propriétés de scaling en T/TK . Pour

une DOS non constante, si µ0 est proche d’un maximum local de ρ0(ω), l’intégrande, dans

Eq. (2.8), est négatif sur l’essentiel du domaine d’intégration, impliquant T0 ≪ TK . Dans la

situation opposée, lorsque µ0 est proche d’un minimum local (voir figure 2.5 (c)), on trouve

T0 ≫ TK , ce qui peut s’expliquer par l’argument suivant. L’écrantage Kondo incohérent

qui commence à s’établir à T ≈ TK implique un petit nombre d’électrons de conductions,

compris dans la fenêtre thermique de largeur TK , autour de µ0. A plus basse température,

T < TK , un liquide de Fermi se forme progressivement, caractérisé par une surface de

Fermi élargie par la contribution des fermions f (voir figure 2.4). Cet élargissement résulte

de l’hybridation r ̸= 0, qui apparait dans la phase Kondo. La formation d’un état fondamen-

tal cohérent de liquide de Fermi implique alors le remplissage d’une mer de Fermi contenant

tous les états de la grande surface de Fermi. Dans la situation décrite par la figure 2.5 (c),

où µ0 est proche d’un minimum local de la DOS, plus on s’éloigne de µ0, plus on dispose

d’états pour remplir la nouvelle mer de Fermi qui est en train de se constituer. Dans ce cas, la
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formation progressive de l’état cohérent de liquide de Fermi est d’une certaine manière auto-

amplifiée, et donne lieu à une échelle d’énergie T0 ≫ TK . En contrepartie, cette situation,

puisqu’elle se produit pour une valeur relativement faible de la DOS, correspond en principe

à une valeur de TK elle aussi relativement faible. Par cette description, l’écrantage magné-

tique des impuretés Kondo implique non seulement les électrons c de la bande de conduction,

mais aussi , de manière dynamique, toutes les quasi-particules en formation, qui contiennent

une composante f . Les effets liés à la forme de la DOS analysés dans cette section ont permis

d’expliquer des expériences de spectroscopie de photo-émission et d’absorption de rayons X

réalisées sur le composé YbInCu4 [78].

2.3.3 Effets de la substitution d’ions magnétiques

Ici, notre analyse se focalise sur la concentration x en impuretés Kondo. Dans les systèmes

Kondo constitués d’atomes de terres rares, celle-ci peut être variée très directement par sub-

stitution, par exemple, de type Ce-La, ou Yb-Lu. Afin de prendre en compte certains effets

de substitution, nous avons introduit un modèle d’alliage Kondo, généralisation du Hamil-

tonien (2.1) dans laquelle chaque site du réseau peut contenir aléatoirement une impureté

Kondo, avec une probabilité x [6, 79]. L’interaction Kondo est alors traitée par l’approxi-

mation du champ moyen, et les différentes configurations de distributions en impuretés sont

moyennées en utilisant une généralisation de l’approximation du potentiel cohérent (CPA,

d’après l’anglais Coherent Potential Approximation) [80], décrite dans la section 4.3. Les

résultats obtenus restent cependant valables au delà de l’approximation CPA [79].
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0 / 
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FIGURE 2.6 – Rapport T0/TK en fonction de la concentration en impuretés Kondo, x. De haut en

bas, nc = 1; 0.8; 0.6; 0.4; 0.2. Les lignes pleines sont uniquement illustratives. Chaque petit cercle re-

présente un résultat numérique obtenu pour une DOS semi-elliptique et JK/D = 0.75. D’après [6].

La figure 2.6 illustre l’évolution de T0/TK en fonction de la concentration en impuretés, x,

pour différentes valeurs de remplissage électronique, nc. La limite diluée du modèle, x≪ 1,

reproduit le comportement universel du modèle à impureté Kondo unique, pour lequel T0 =
TK . Le crossover vers le régime de réseau Kondo dense, avec T0 ̸= TK , apparait pour x ≈ nc.

Les données présentées sur la figure 2.7 sont identiques à celles de la figure 2.6, avec une

abscisse renormalisée x → nc/x. Cela permet de faire apparaitre un régime d’épuisement
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FIGURE 2.7 – Données identiques à celles de la figure 2.6, avec une abscisse renormalisée, nc/x.

Chacune de ces courbes correspond à un remplissage électronique donné, nc, comme indiqué sur la

légende. Le paramètre nc/x est varié en changeant x, ce qui implique que chaque courbe commence

à une abscisse minimale spécifique finie nc/x = nc.

électronique, pour nc < x, dans lequel le rapport T0/TK semble être une fonction universelle

de nc/x. Notons que ce résultat numérique est obtenu ici pour une DOS semi-elliptique, qui

décrit à faible nc le bord de bande d’un système tri-dimensionnel. On s’attend à ce que

l’universalité de ce régime d’épuisement dépende de la dimension par l’intermédiaire de

l’exposant caractérisant l’annulation de la DOS en bord de bande. Il serait très intéressant,

d’une part, de tester ce résultat théorique en utilisant d’autres approximations, et d’autre

part d’analyser l’universalité du régime d’épuisement à partir de données expérimentales.

Cependant, outre le problème de l’ordre magnétique négligé ici, le régime d’épuisement

électronique peut s’avérer difficile à atteindre expérimentalement pour la raison suivante :

la concentration maximale en impuretés Kondo est x = 1. Par conséquent, une condition

nécessaire pour obtenir nc ≪ x est de considérer un faible remplissage électronique. Or,

dans les alliages de terres rares, les électrons de conductions proviennent généralement de

plusieurs bandes. Bien qu’en présence de plusieurs bandes de conduction, l’effet Kondo à

une impureté (appelé dans ce cas multi-canal) se réalise par le canal électronique le plus

fort, l’effet Kondo d’un système dense peut faire appel aux électrons de plusieurs canaux de

conduction, évitant alors d’épuiser le canal dominant. Il est ainsi très probable, dans ce cas

assez courant, que le régime d’épuisement ne soit pas accessible ; mais le modèle de réseau

Kondo à une seule bande devrait alors être généralisé en un modèle à plusieurs bandes,

plus approprié. Cependant, il est raisonnable d’imaginer que des systèmes Kondo denses

puissent être réalisés expérimentalement, pour lesquels le régime nc ≪ x serait observable,

en utilisant par exemple des systèmes d’impuretés artificielles. Enfin, notons aussi que pour

la plupart des systèmes Kondo denses, x ≈ 1, le remplissage électronique est de l’ordre de

1, ce qui correspond finalement à nc ≈ x. Il s’agit précisément du régime non universel, ni

épuisé, ni dilué, pour lequel toute la structure de réseau (et de bandes électroniques) devient

pertinente. Cela permet de comprendre la richesse et la diversité des réseaux Kondo et de

leurs réalisations expérimentales.
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2.4 Destruction de la phase Kondo

Microscopiquement, l’effet Kondo est caractérisé par la formation de singulets Kondo lo-

caux. Il s’agit d’un phénomène non perturbatif, donnant lieu à un élargissement de la surface

de Fermi, qui résulte de la contribution des degrés de liberté des impuretés magnétiques. La

phase Kondo peut être déstabilisée, voire détruite, par l’application d’un champ magnétique

extérieur, ou par l’effet des fluctuations du champ de Weiss interne résultant des interactions

RKKY. Dans cette partie, ces deux situations sont analysées dans le cadre de l’approxima-

tion du champ moyen : la brisure de l’effet Kondo est identifiée par une annulation continue

de l’hybridation f − c effective, r, lorsque T = 0.

2.4.1 Effet d’un champ magnétique

Nous considérons un champ magnétique, h, cherchant à polariser les spins Kondo dans la

direction z. Cette situation est réalisée par l’application d’un champ magnétique extérieur,

agissant sur les ions magnétiques 1. Le Hamiltonien du système peut s’obtenir à partir de

celui du réseau Kondo (2.1), en rajoutant une contribution provenant du champ, H 7→ H −
h
∑

i S
z
i . L’approximation de champ moyen décrite dans la partie 2.2 de ce document a été

généralisée [7], générant un Hamiltonien effectif de champ moyen formellement similaire à

Eq. (2.2), mais où les énergies potentielles des niveaux f dépendent du spin, λ 7→ λ + σh.

L’hybridation effective r reste quant à elle indépendante du spin.

FIGURE 2.8 – Schémas illustrant l’effet d’un champ magnétique h sur un réseau Kondo. A gauche :

diagramme de phase. La courbe pleine rouge indique hc(T ). A droite : courbe d’aimantation nor-

malisée mz(h/TK) pour T0 ≫ TK (ligne rouge en tirets pointillés), T0 ≈ TK (ligne pleine bleue),

et T0 ≪ TK (ligne verte pointillée). La ligne pointillée indique le régime linéaire mz(h) = h/T0.

Le point noir indique l’aimantation complète des spins Kondo, mz = 1/2, qui apparait au champ

critique h0c = TK . Figures d’après [7].

Pour un champ magnétique et une température suffisamment faibles, les équations de champ

moyen possèdent une solution r ̸= 0. Cette situation, illustrée par la figure 2.8, caractérise

une phase où l’effet Kondo coexiste avec une aimantation partielle des moments Kondo et des

1. On pourrait aussi tenir compte dans le modèle de l’effet direct du champ magnétique sur les électrons c.
On s’attendrait dans ce cas à obtenir un résultat peu différent de celui décrit ici, car les quasiparticules lourdes

possèdent en général un très fort caractère f .

- 20 -



2.4 Destruction de la phase Kondo

électrons c. Au delà d’un champ critique hc(T ), les électrons c se découplent des moments

locaux, entièrement polarisés ; l’effet Kondo, vu comme la formation de singulets locaux, est

détruit. Pour T = 0, dans la limite d’un couplage faible, JK ≪ D, l’approximation de champ

moyen permet d’établir la relation universelle h0c ≡ hc(T = 0) = TK/α. Puisque α = 1.13,

on trouve h0c ≈ TK . Ce résultat, indépendant de la DOS et du remplissage électronique, n’est

pas surprenant si l’on considère que la température de Kondo est l’échelle d’énergie carac-

téristique de la formation de singulets locaux : ces singulets sont détruits lorsque l’énergie

de Zeeman devient supérieure à TK . Par ailleurs, à température finie, et en supposant que la

DOS est constante, on obtient la ligne critique [hc(T )/h
0
c ]

2 + [T/TK ]
2 = 1.

L’aimantation mz(h) ≡ 1
2N

∑

i(⟨f †
i↑fi↑⟩−⟨f †

i↓fi↓⟩) obtenue à T = 0 à partir de l’approxima-

tion de champ moyen est tracée schématiquement sur la figure 2.8 en fonction du champ ma-

gnétique normalisé h/TK . Le comportement à faible champ est donné par la réponse linéaire

caractéristique d’un liquide de Fermi, mz(h) = hχloc(T = 0), c’est à dire, par définition,

mz(h) = h/T0. Puisque le champ critique caractérisant la saturation de l’aimantation est de

l’ordre de la température de Kondo, h0c ≈ TK , il est possible de distinguer trois situations ty-

piques. La première, standard, obtenue pour T0 ≈ TK , correspond à une augmentation demz

linéaire avec h jusqu’à saturation. La situation est différente lorsque T0 ≫ TK , le régime li-

néaire ne permettant qu’une faible aimantation lorsque h < h0c . Dans ce cas, lorsque h ≈ h0c ,
le système est caractérisé par une transition méta-magnétique, passant d’un état de liquide

de Fermi lourd très faiblement aimanté à un état d’aimantation complète des spins Kondo.

Enfin, dans la situation opposée, T0 ≪ TK , le régime linéaire conduit à une quasi-saturation

de l’aimantation pour h ∼ T0 ≪ h0c . On s’attend alors à ce que le régime intermédiaire

T0 < h < TK soit non-universel. Eventuellement, un plateau d’aimantation pourrait appa-

raitre, à la valeur mz ≈ (1− nc)/2, de manière similaire à celui obtenu pour l’entropie (voir

figure 2.2).

Nous savons bien que la transition r = 0, utilisée pour définir TK dans le cadre de l’ap-

proximation de champ moyen, décrit en réalité un crossover. Cependant, il existe plusieurs

exemples de systèmes pour lesquels une ligne de températures de crossover se termine en un

point critique quantique, i.e., une transition à température nulle, sous l’effet d’une variation

de certains paramètres physiques. On peut alors se demander si la transition prédite ici pour

un champ critique h0c resterait une transition ou au contraire deviendrait un crossover si les

fluctuations au delà du champ moyen étaient considérées. Mais, quelle que soit la réponse,

l’essentiel des résultats obtenus au niveau champ moyen devraient rester inchangés.

2.4.2 Effet de l’interaction RKKY

La possibilité de détruire une phase Kondo en faveur d’une phase ordonnée magnétique-

ment a été discutée initialement par Doniach [49], qui a comparé la température de Kondo

TK ∼ De−1/JKρ0(µ0) avec l’énergie RKKY JRKKY ∼ ρ0(µ0)J
2
K . Malgré l’apparente sim-

plicité de l’argument de Doniach, il est assez difficile de décrire correctement à partir du

Hamiltonien (2.1) la transition entre une phase Kondo et une phase ordonnée magnétique-

ment. En particulier, si l’on utilise une approximation de champ moyen, cette difficulté se

manifeste des deux manières suivantes :

(i) Difficulté de conduire le système vers une transition magnétique du deuxième ordre : cela

nécessiterait en effet un mécanisme conduisant à une annulation continue de l’hybridation
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effective à température nulle, r(T = 0). Or, à partir du Hamiltonien du réseau Kondo (2.1),

la seule possibilité d’annuler r(T = 0) impliquerait d’annuler la DOS libre au niveau de

Fermi, ρ0(µ0) = 0, ce qui ne correspondrait pas à la réalité physique décrite par l’argument

de Doniach.

(ii) Difficulté de décrire la criticalité des propriétés physiques : en effet, par l’approche

champ moyen, l’état fondamental du système est soit en régime couplage fort, caractérisé

par des propriétés de liquide de Fermi lourd avec r ̸= 0, soit en régime complètement dé-

couplé avec r = 0.

Ces deux difficultés peuvent être analysées à partir de la formulation N−grand de l’approxi-

mation de champ moyen : Coleman [74], ainsi que Read, Newns et Doniach [75] ont montré

que l’ordre magnétique implique des processus d’ordre au moins 1/N , i.e., les fluctuations

autour du champ moyen. Nous ne décrirons pas ici la criticalité obtenue par un calcul de ces

fluctuations, ni les théories de jauge compactes qui émergent de ces développements. Nous

mentionnons simplement les travaux de Senthil, Sachdev, et Vojta [81, 82], qui ont analysé

la possibilité d’obtenir une transition de phase quantique entre un liquide de Fermi avec une

grande surface de Fermi et une phase de liquide de Fermi partiellement fractionnalisée. Un

point critique Quantique appelé Kondo breakdown a aussi été identifié par C. Pépin [83, 84],

qui a obtenu, par exemple, une divergence logarithmique de la chaleur spécifique avec la

température, comme observé dans un grand nombre de composés de fermions lourds.

Alors que la difficulté (ii) ne peut pas être traitée simplement sans prendre en compte les

fluctuations, nous allons voir ici comment la difficulté (i) peut être résolue au niveau du

champ moyen. Pour cela, le Hamiltonien du réseau Kondo (2.1) est tout d’abord géné-

ralisé à ce que l’on appelle le réseau de Kondo-Heisenberg, en lui ajoutant un terme de

super-échange, comme suit : H 7→ H +
∑

ij JijSiSj . Ce modèle généralisé a été initia-

lement introduit par Sengupta et Georges [85], et plusieurs réalisations en ont été étudiées

par la suite dans le cadre de diverses approximations. En introduisant les fermions auxi-

liaires, tels que décrits dans la section 2.2, le terme de super-échange peut se réécrire comme

JijSiSj =
Jij
2

∑

σσ′ f
†
iσfiσ′f †

jσ′fjσ, ce qui décrit les processus d’échanges de spins entre deux

impuretés Kondo situées sur les sites i et j. Jusque là, cette description reste très générale

et concerne tous les types de modèles de couplage magnétique Jij , qui peut être périodique

(ferromagnétique, ou antiferromagnétique) ou distribué aléatoirement (cas désordonné).

Dans la suite de cette section nous allons décrire deux approches de champ moyen complé-

mentaires pour le traitement de ce terme de super-échange.

La première a été introduite par B. Coqblin et al. [86] pour un modèle Kondo-Heisenberg

avec interaction antiferromagnétique entre proches voisins, Jij = JAF < 0. Dans la phase

paramagnétique Kondo, l’interaction d’échange inter-site est approximée par un découplage

de type liaison de valence résonante (RVB 2) : JijSiSj 7→ Γij

∑

σ f
†
iσfjσ,

avec Γij =
JAF

2

∑

σ⟨fiσf †
jσ⟩.

Le terme d’interaction magnétique, de type Heisenberg, génère une dispersion effective auto-

consistante pour les fermions f . En utilisant cette méthode, Coqblin et al. ont montré que

l’effet Kondo disparait abruptement pour des faibles remplissages de la bande de conduction

(électrons c), et/ou pour un fort couplage inter-site [63, 64].

Nous avons développé une méthode de champ moyen alternative [4], basée sur la DMFT,

2. voir le chapitre 3
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FIGURE 2.9 – Diagramme de phase schématique du modèle de Kondo-Heisenberg, en coordonnées

interaction RKKY (Jd), température (T ), en ne tenant pas compte des éventuelles instabilités d’ordre

magnétique. La température de Kondo (ligne pleine rouge) et la température de cohérence du liquide

de Fermi (ligne verte en tirets) sont tracées en fonction de Jd pour des valeurs de JK et nc fixées, et

dans le cas T0 < TK . Le système est un liquide de Fermi lourd pour des températures inférieures à

T0(Jd). Au dessus de la ligne TK(Jd), les moments localisés sont essentiellement libres, tandis qu’ils

forment un liquide de spin fortement corrélé pour Jd > T . Toutes les lignes représentent (en principe)

des crossovers. Le point à Jc
d = TK indique la transition quantique de brisure d’effet Kondo. Figure

issue des analyses décrites dans [4, 5].

que nous avons dans un premier temps appliquée à un système désordonné pour lequel les

couplages Jij sont donnés aléatoirement par une distribution gaussienne, avec une valeur

moyenne [Jij] = 0, et une variance [J2
ij] ≡ J2

d . Dans ce cas, le terme d’interaction de Heisen-

berg génère une self-énergie locale pour les fermions f , qui est déterminée par des relations

auto-consistantes similaires à celles obtenues précédemment par Sachdev et Ye pour un mo-

dèle de spin désordonné [87]. Nous avons aussi généralisé et appliqué cette méthode à un

modèle décrivant une interaction antiferromagnétique constante entre proches voisins [5],

pour lequel la relation d’auto-consistance pour la self-énergie des fermions f est locale mais

dépend de la structure du réseau considéré. Dans ce second cas, Jd est l’interaction RKKY

périodique. Dans les deux types de modèles, désordonné ou périodique, nous avons mis en

évidence un point critique quantique correspondant à la brisure de l’effet Kondo et carac-

térisé par une annulation de l’hybridation effective, r(T = 0) = 0. La figure 2.9 illustre

le diagramme de phase obtenu par cette méthode de champ moyen dynamique pour le mo-

dèle de Kondo-Heisenberg désordonné [4]. Nous avons obtenu un diagramme de phase très

similaire pour le cas du modèle périodique [5].
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Diagramme de phase général d’un système Kondo

Il est important de noter que le point critique quantique de brisure de l’effet Kondo, émer-

geant de l’approche champ moyen décrite précédemment (voir figure 2.9), ne correspond

pas nécessairement à l’apparition d’un ordre magnétique. Un tel point critique quantique

peut s’interpréter en termes de transition topologique, caractérisée non pas par une bri-

sure de symétrie, mais par une violation du théorème de Luttinger, comme discuté dans

Refs. [81, 82]. Cette transition possède de grandes similarités avec une transition de Mott,

avec cependant une subtilité : pour la transition de brisure d’effet Kondo, la transition de Mott

(sélective) concerne une localisation des degrés de liberté magnétiques (fermions auxiliaires

f ), puisque, rigoureusement, la charge électrique des spins Kondo reste toujours localisée,

même dans la phase Kondo. Au-delà de la limite champ moyen N = ∞, la prise en compte

des fluctuations en 1/N permet de révéler une instabilité magnétique pour une valeur du cou-

plage Jd inférieure (ou égale, selon les cas) à la valeur critique de la brisure d’effet Kondo

J c
d = TK . Dans ce cas, on s’attend à ce qu’une brisure de symétrie magnétique apparaisse.

Par ailleurs, au voisinage du ou des points critiques 3, il est envisageable d’obtenir une insta-

bilité supraconductrice, qui n’a pas été considérée ici. Le champ moyen permet de mettre en

évidence un diagramme de phase général pour les systèmes Kondo, et d’identifier un régime

probablement moins universel, ou pour lequel plusieurs classes d’universalités pourraient

apparaitre, selon le système Kondo considéré. Certaines questions restent ouvertes, comme

par exemple, celle de savoir si la criticalité des composés de fermions lourds est contrôlée

par un point critique quantique de brisure d’effet Kondo, par la transition magnétique, ou

par le liquide de spin sous-jacent. On peut aussi s’interroger sur la nature de la phase non-

Kondo, et en particulier sur celle dénommée ici très génériquement liquide de spin, mais qui,

éventuellement, pourrait correspondre à un véritable nouvel état quantique de la matière 4.

La réponse à ces questions dépend très probablement du système particulier considéré. Cette

question est abordée de manière plus détaillée dans le chapitre 3, où un scenario de liquide

de spin modulé est par exemple présenté pour expliquer le mystérieux ordre caché observé

dans le composé URu2Si2.

La transition quantique de brisure d’effet Kondo résulte de la contribution non-Kondo, c’est

à dire RKKY, des fluctuations des fermions f . Notons que ces fluctuations, générées par

le terme d’interaction de type Heisenberg, constituent précisément le mécanisme microsco-

pique nécessaire pour résoudre la difficulté (i) mentionnée plus haut, i.e., la difficulté de dé-

crire par une approche champ moyen la destruction de la phase Kondo en partant uniquement

d’un modèle Kondo sans le terme de Heisenberg. Dans l’approche DMFT que nous avons

suivie, les fluctuations des fermions f sont décrites par une self-énergie locale. L’approche

alternative suivie par Coqblin et al. considère des fluctuations générées par la dispersion ef-

fective des fermions f , obtenue par le découplage RVB du terme de Heisenberg. Par ces

deux méthodes, self-énergie locale ou dispersion, les fluctuations sont caractérisées par une

énergie JRKKY = JAF ou Jd, et il apparait que l’effet Kondo est détruit lorsque cette énergie

dépasse la valeur critique J c
RKKY ≈ TK .

De manière très générale, si l’on tient compte des différentes instabilités magnétiques du

système, le diagramme de phase d’un modèle Kondo-Heisenberg est schématisé par la fi-

3. de brisure de Kondo et d’apparition d’un ordre magnétique

4. caractérisé, pourquoi pas, par une transition et non plus un crossover
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FIGURE 2.10 – Diagramme de phase schématique général du modèle de Kondo-Heisenberg en

fonction de la température et de l’interaction RKKY (qui varie avec la pression mécanique ou chi-

mique). La zone indiquée en pointillés rassemble plusieurs cas, pour lesquels la destruction de la

phase Kondo de fermion lourd peut coïncider ou non avec l’apparition de l’ordre magnétique. Des

instabilités supraconductrices peuvent aussi apparaitre dans ce régime où fluctuations de charge et

de spin deviennent critiques.

gure 2.10, dans laquelle les variations de l’énergie RKKY peuvent correspondre à des va-

riations de pression mécanique ou chimique. Lorsque l’énergie RKKY est faible, le système

est dans une phase de fermion lourd Kondo pour laquelle les degrés de libertés des spins

Kondo sont délocalisés, i.e., participent à la surface de Fermi. Lorsque RKKY domine, les

spins Kondo se localisent, et peuvent faire émerger différents types d’états corrélés, ordon-

nés magnétiquement, ou de liquide de spin. La phase ordonnée magnétiquement peut l’être à

longue portée (par exemple antiferromagnétique), ou uniquement localement (de type verre

de spin). La courbe d’apparition du liquide de spin (en tirets) peut indiquer un crossover ou

une transition si le liquide de spin brise une symétrie du réseau. Ces différents cas sont l’objet

d’une étude plus approfondie dans l’ensemble du chapitre 3 pour le liquide de spin, ainsi que

dans la section 4.2 pour l’effet du désordre. Entre ces deux familles de phases, itinérantes,

et localisées, différents cas intermédiaires peuvent apparaitre, comme illustré par l’exemple

de la figure 1.1, avec du magnétisme et de la localisation partielle. Des instabilités supra-

conductrices peuvent aussi apparaitre dans cette région, comme observé expérimentalement

dans de nombreux composés de fermions lourds.

2.5 Conclusions

Les principales propriétés des systèmes Kondo peuvent être obtenues à partir de l’approxi-

mation de champ moyen. Certaines d’entre elles n’ont pas été présentées ici, par exemple

l’effet d’un pseudo-gap [88, 89]. Aussi, par soucis de clarté, la description présentée dans ce

chapitre a été limitée au modèle Kondo standard. Bien sur, l’approximation de champ moyen

peut être généralisée et appliquée à des modèles plus réalistes, en considérant par exemple

une hybridation non locale entre les électrons de conduction et les ions f [90].

Ici, nous nous sommes focalisés sur une analyse des échelles de basse énergie : la température
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de Kondo, TK , caractérisant la température de crossover en dessous de laquelle les électrons

de conduction et les moments locaux se couplent fortement ; l’énergie de cohérence, T0,
caractérisant l’état fondamental de liquide de Fermi ; et JRKKY , l’énergie de corrélation

magnétique inter-site. Au niveau du champ moyen, JRKKY est négligeable ou négligée, et

tout étude de la criticalité liée au magnétisme requiert d’aller au delà du champ moyen, en

prenant par exemple en compte les fluctuations dites en 1/N . Cependant, l’effet Kondo peut

être brisé au niveau champ moyen lorsque l’interaction RKKY est ajoutée "à la main", en

généralisant le modèle Kondo en un modèle Kondo-Heisenberg. Le diagramme de phase

général obtenu permet de décrire la grande diversité des phases quantiques observées dans

les composés Kondo.

Pour le pur réseau Kondo, l’approximation du champ moyen permet d’établir des expres-

sions explicites de T0 et de TK . Ces deux quantités dépendent du couplage Kondo par l’in-

termédiaire du même facteur e−1/JKρ0(µ0). Cette dépendance explique la très forte sensibilité

de ces deux échelles d’énergie par rapport à des petites variations du système (par exemple,

dopage, ou pression). Par contre, le rapport T0/TK , puisqu’il ne dépend pas de JK , semble

être une quantité très prometteuse pour rechercher des propriétés universelles de composés

de fermions lourds. Tandis qu’il est égal à un dans des systèmes dilués, T0/TK dépend en

réalité du remplissage électronique nc, de la structure de la bande d’électrons de conduction,

et de la concentration en impuretés, x. Un régime universel avec T0 ≪ TK est prédit dans la

limite de l’épuisement électronique nc ≪ x, qui pourrait cependant être difficile à atteindre

expérimentalement. Il serait pourtant intéressant d’effectuer des expériences accédant à ce

régime et d’en explorer l’universalité. Cependant, les situations plus habituelles expérimen-

talement correspondent soit au régime universel dilué, nc ≫ x, soit au régime non-universel

dense x ∼ nc. Dans ce dernier cas, la forme de la structure de bande des électrons légers

devient importante et peut conduire à T0 ≫ TK lorsque le potentiel chimique µ0 est proche

d’un minimum local de la DOS.

La détermination expérimentale de T0 et TK est assez directe pour des systèmes situés pro-

fondément à l’intérieur de la phase liquide de Fermi : par exemple, on peut dans ce cas

déterminer T0 à partir du coefficient de Sommerfeld de la chaleur spécifique, et TK à par-

tir de la dépendance en température de l’entropie. Alors que l’énergie de cohérence T0 est

en principe toujours assez simple à mesurer, la détermination de TK peut s’avérer plus sub-

tile pour des systèmes proches d’une transition magnétique. En effet, dans ce cas, le gel de

l’entropie n’est plus la conséquence de la formation de singulets Kondo, et résulte des corré-

lations RKKY inter-sites. Il faut alors analyser les résultats de mesures d’autres observables

physiques, telles que par exemple les propriétés de transport, et/ou celles liées à la charge,

afin de déterminer TK sans ambiguïté et de distinguer cette quantité de JRKKY . Des mesures

de spectroscopie de photo-émission résolue en angle (ARPES) pourraient permettre d’iden-

tifier TK comme la température d’apparition d’un gap d’hybridation entre les orbitales c et f .

De manière complémentaire à l’étude effectuée par les auteurs de Réf. [48], nous suggérons

d’analyser systématiquement le rapport T0/TK à partir de données expérimentales, dans le

but de révéler de nouvelles propriétés universelles des composés de fermions lourds.

Certains des résultats obtenus par l’approximation du champ moyen ont été confirmés par

des méthodes numériques exactes. Ainsi, par exemple, des calculs utilisant la DMFT ont

confirmé que T0/TK ne dépend pas du couplage Kondo. Une limitation bien connue du

champ moyen reste cependant son incapacité à décrire correctement les excitations du sys-
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tème au voisinage d’une transition, lorsque les fluctuations deviennent critiques. Plusieurs

prédictions du champ moyen restent cependant raisonnables, comme par exemple les effets

liés à la forme de la DOS, et pourraient être testés par des méthodes alternatives ou complé-

mentaires (DMFT ou corrections en 1/N ).
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Chapitre 3

Phases (non-)magnétiques quantiques

non conventionnelles

Un des problèmes fondamentaux particulièrement étudiés dans le cadre de la matière conden-

sée est le phénomène des transitions de phase quantiques, dans lequel l’état d’un système

à température nulle change radicalement sous l’effet d’une variation d’un paramètre phy-

sique [91]. Ce chapitre est consacré à ces transitions, et plus particulièrement à certaines

phases caractérisées par un état de spin macroscopique quantique et non conventionnel.

Beaucoup de ces états (mais pas tous) sont classés sous l’appellation générique de liquide de

spin.

L’état de liquide de liens de valence résonnant (RVB 1) fut suggéré en 1973 par Ander-

son et Fazekas comme état quantique possible pour des spins 1/2 couplés à basse dimen-

sion [92, 93]. Le terme de liquide de spin fut ensuite introduit en 1976 en contraste avec le

verre de spin, à partir d’une étude de propriétés dynamiques d’un système désordonné [94].

Plus tard, le concept de liquide de spin a été utilisé pour comprendre la physique des cuprates

supraconducteurs à haute température critique [95–99], puis pour décrire certains états quan-

tiques dans les matériaux géométriquement frustrés [100], sur réseaux bi-dimensionnels,

carré [101], triangulaire [102, 103], Kagomé [104], et tri-dimensionnel, pyrochlore [105].

Le liquide de spin a aussi émergé dans le contexte des points critiques quantiques dans les

fermions lourds [4, 5, 82–84, 106], comme nous l’avons évoqué dans le chapitre précédent.

Il peut parfois désigner de manière assez précise une classe d’états de systèmes générale-

ment isolants, présentant un gap de spin et ne brisant pas de symétrie par renversement du

temps. Ce nouvel état quantique de la matière peut ainsi être caractérisé par un ordre topolo-

gique [107, 108].

Dans ce chapitre, nous pouvons dénommer plus largement liquides de spin des états po-

tentiellement métalliques, n’ayant pas forcément de gap de spin, et pouvant éventuellement

briser une symétrie. Le terme liquide de spin ainsi généralisé désigne des états non-triviaux

ne présentant pas d’ordre magnétique et pour lesquels la susceptibilité de spin, dynamique

et locale, dévie significativement de la loi de Curie caractéristique d’un spin libre.

La pertinence expérimentale du concept de liquide de spin couvre un spectre extrêmement

large de composés, de structures cristallographiques, ou de modèles. Nous l’abordons dans

ce rapport sous l’angle des méthodes de champ moyen.

1. pour l’anglais Resonating Valence Bond
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3.1 Système métallique frustré LiV2O4 : exemple de liquide de spin

Dans la première section de ce chapitre, nous verrons comment les fortes corrélations carac-

téristiques d’un liquide de spin ont permis d’expliquer la grande masse effective mesurée à

basse température dans le très étudié composé métallique géométriquement frustré LiV2O4.

La deuxième section, dédiée à un autre composé très mystérieux, URu2Si2, décrit l’émer-

gence de liquides de spin brisant spontanément la symétrie du réseau cristallin. La troisième

section se consacre à la description par le champ moyen des excitations bosoniques de di-

mères de spins dans des systèmes de basse dimension.

3.1 Système métallique frustré LiV2O4 : exemple de liquide

de spin

FIGURE 3.1 – Structure cristalline pyrochlore, formée de tétrahèdres. Figure d’après [105].

3.1.1 Description du composé LiV2O4

Le composé LiV2O4 est un métal dont la masse effective très élevée le rend comparable

aux composés de type fermions lourds, bien qu’il ne soit constitué d’aucun atome de terre

rare [109, 110]. La formation d’un état cohérent de liquide de Fermi, avec des quasiparti-

cules de grande masse effective, en dessous d’une température caractéristique de 20 K est

suggérée par un coefficient de Sommerfeld très élevé (γ ≈ 420 mJ/molK2), ainsi que par

d’autres propriétés très similaires à celles observées dans de nombreux composés d’élec-

trons f . Depuis plus d’une décennie, de nombreux scenarii ont été proposés pour expli-

quer l’origine de ce comportement de fermion lourd, unique pour un composé d’électrons

d. Les calculs de structure électronique ont fait apparaitre que la valeur élevée de la masse

effective de LiV2O4 résulte des corrélations électroniques fortes et de la géométrie frus-

trée [111–117]. Divers modèles microscopiques ont été proposés, de réseau Kondo [111],

de double échange 2 [118, 119], de chaine de spins [120], t − J [121], de Hubbard à deux

bandes [122, 123] ou à trois bandes [124], ou des mécanismes de fluctuations de spin [125–

127]. Toutes ces approches, bien que mettant en jeu des modèles différents, semblent dé-

sormais converger vers un consensus : la frustration géométrique joue un role crucial. Nous

avons apporté des contributions pionnières à ces études, sous l’angle de la criticalité quan-

tique liée à la frustration, en proposant un scenario de liquide de spin pour ce composé [4],

2. issus de la physique des manganites
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ainsi que par la diagonalisation exacte d’un système de taille finie [8]. Les deux sections

suivantes présentent un apperçu de ces travaux.

FIGURE 3.2 – Densité d’électrons 3d de quatre atomes V, entourés d’octahèdres formés par les

atomes O. Dans le composé LiV2O4 de structure cristalline spinelle, les atomes de vanadium sont

placé sur un réseau pyrochlore formé de tétrahèdres. Figure d’après [111].

La structure cristalline du composé LiV2O4 est celle d’un spinelle (voir figures 3.1 et 3.2).

Les propriétés physiques à basse température sont déterminées par les électrons 3d provenant

des atomes de Vanadium, dont les positions forment un réseau pyrochlore. La valeur du spin

sur chaque site fluctue entre S = 1 (orbitale 3d2) et S = 1/2 (orbitale 3d1), avec une valence

moyenne de 1.5 électron d par atome V. Plusieurs études, expérimentales ou théoriques,

montrent que la frustration magnétique, liée à la structure locale en forme de tétraèdre, est à

l’origine de l’augmentation de la masse effective de ce composé. Aussi, puisque le système

est métallique, il est important de pouvoir tenir compte des fluctuations de charge.

3.1.2 Modèle phénoménologique, prédictions du champ moyen

Les premiers modèles microscopiques introduits pour décrire le composé LiV2O4 furent ba-

sés sur l’effet Kondo, mécanisme généralement à l’origine du comportement fermion lourd

dans les systèmes d’électrons f . Ainsi, par exemple, dans [111] fut évoqué le possible phé-

nomène d’épuisement électronique du réseau Kondo 3. Cependant, nous avons montré que le

seul effet Kondo, même en tenant compte des effets de cohérence du réseau Kondo, ne suffit

pas à expliquer la valeur élevée de la masse effective. Le modèle phénoménologique minimal

que nous avons proposé est un modèle Kondo-Heisenberg [4], qui complète explicitement

le modèle Kondo d’un terme d’interaction RKKY. Ce modèle et ses propriétés étudiées par

des méthodes de champ moyen sont décrits dans la section 2.4.2 de ce rapport. La méthode

de champ moyen DMFT utilisée pour le traitement du terme de Heisenberg, i.e., RKKY,

est décrite dans la section 4.2. Le diagramme de phase du modèle Kondo-Heisenberg est

illustré par la figure 2.9, faisant apparaitre un point critique quantique (QCP) séparant une

phase liquide de Fermi Kondo d’une phase dominée par les corrélations de liquide de spin.

Nous avons montré que, si l’effet Kondo peut phénoménologiquement expliquer le couplage

entre les degrés de liberté de spin et de charge dans ce système métallique, alors l’interaction

RKKY et la frustration géométrique, fortes, placent LiV2O4 au voisinage d’un tel QCP. Ce

3. voir section 2.3.1
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résultat confirme l’importance de la frustration pour expliquer la grande masse effective de

ce composé.

Par ailleurs, la règle de Hund, qui régie les interactions microscopiques locales des électrons

d de ce matériau, suggère que le couplage entre les degrés de liberté de spin et de charge

ne soit pas de type Kondo, mais de type double-échange, similairement à ce qui est utilisé

généralement pour décrire les manganites. Le modèle introduit par C. Lacroix [119] est ainsi

formellement identique au modèle Kondo-Heisenberg, mais avec une interaction "Kondo

ferromagnétique", c’est à dire de double échange. Les résultats obtenus par des approxima-

tions de champ moyen pour ce modèle microscopiquement plus correct qu’un modèle Kondo

confirment que l’interaction magnétique et la frustration géométrique sont les ingrédients les

plus pertinents pour expliquer la forte masse effective du composé LiV2O4.

3.1.3 Diagonalisation exacte d’un petit cluster frustré

Afin d’analyser plus précisément les corrélations magnétiques microscopiques, nous avons

effectué un calcul par diagonalisation exacte d’un petit cluster constitué de deux tétraèdres

déconnectés [8]. Chaque site comporte un électron localisé agissant comme un spin effectif

S = 1/2, et deux orbitales dont la charge moyenne est de 0.5 électron. Les niveaux éner-

gétiques des électrons itinérants sont donnés par l’interaction d’échange, et les moments lo-

caux sont couplés antiferromagnétiquement. Un couplage de Hund (interaction ferromagné-

tique) corrèle localement les moments locaux et les électrons itinérants. Nous avons trouvé

que pour des valeurs réalistes des interactions, l’état fondamental correspond à des corréla-

tions proche-voisins antiferromagnétiques, alors que des corrélations ferromagnétiques ap-

paraissent lorsque la température augmente. Ce modèle permet ainsi de reproduire qualita-

tivement les résultats expérimentaux obtenus par diffusion inélastique de neutron [128]. En

effet, ces expériences ont montré que les corrélations à courte portée sont antiferromagné-

tiques à basse température et deviennent ferromagnétiques lorsque la température augmente.

Ce changement s’accompagne d’une augmentation importante de la valeur du moment ef-

fectif résiduel.

3.1.4 Conclusion

Objet de nombreuses études expérimentales et théoriques, le composé LiV2O4 est désormais

devenu un exemple presque classique de système métallique frustré. Les méthodes de champ

moyen se sont avérées efficaces pour tenir compte simultanément de la frustration et des

mécanismes de couplage entre charge et magnétisme. L’étude par diagonalisation exacte

d’un petit cluster fait cependant apparaitre la pertinence des corrélations magnétiques entre

proches voisins pour expliquer le nombre important d’états de basse énergie. Ces résultats

suggèrent que les méthodes de champ moyen sont appropriées pour étudier qualitativement

et quantitativement des systèmes métalliques géométriquement frustrés, à condition toutefois

de prendre en compte la spécificité de la cellule pertinente, qui est ici un tétrahèdre.
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3.2 Ordre caché dans URu2Si2 : le liquide de spin modulé

Le composé de fermion (modérément) lourd URu2Si2 constitue l’une des grandes énigmes

de la physique des systèmes d’électrons corrélés. Depuis sa découverte en 1985 [129], il

intrigue théoriciens et expérimentateurs, qui cherchent à comprendre la nature de la mys-

térieuse phase d’ordre caché (HO 4) qui apparaît en dessous de 17.8 Kelvin. En effet, la

chaleur spécifique de ce composé présente un saut important reflétant incontestablement une

transition vers une phase ordonnée, bien qu’aucun paramètre d’ordre microscopique n’ait

pu encore lui être clairement associé. Seulement récemment, des expériences de diffusion

inélastique de neutron (INS) ont montré que la phase HO est caractérisée par des excitation

magnétiques indiquant une modulation spatiale commensurable de l’état de spin du système,

malgré une absence d’ordre magnétique.

Dans cette section, sont tout d’abord présentés les principaux résultats connus sur URu2Si2,

sous la perspective des expériences d’INS. Le modèle de liquide de spin modulé, que nous

avons introduit, est ensuite analysé comme scenario plausible décrivant la phase HO.

3.2.1 Apperçu de l’état de l’art sur URu2Si2

Par soucis de clarté et de concision, cette section est volontairement focalisée sur les résultats

expérimentaux directement pertinents pour le modèle de liquide de spin modulé (présenté

dans la section suivante). Une description beaucoup plus exhaustive, récente et détaillée des

nombreuses études existantes sur URu2Si2 et l’ordre caché est disponible dans la revue de J.

Mydosch et al. [130], ainsi que dans le mémoire de thèse de E. Hassinger [131].

L’ordre caché est très facilement détecté par des mesures sur le composé URu2Si2 massif,

telles que la chaleur spécifique et la résistivité. Il apparait que la transition est du deuxième

ordre, mais la variation d’entropie, très abrupte, est de l’ordre de 0.3R ln 2 par atome U ;

une telle diminution d’entropie pourrait suggérer qu’il s’agit d’une transition vers un état

ordonné magnétiquement, mais cette hypothèse a rapidement été exclue par des mesures de

diffusion de neutron. Celles-ci montrent en effet que le moment effectif local dans la phase

HO est inférieur à 0.03 magnétons de Bohr (µB) par atome U, ce qui est incompatible avec la

valeur du saut d’entropie. Par ailleurs, en appliquant une pression hydrostatique ou uni-axiale

supérieure à environ 0.5 GPa, l’état ordre caché est remplacé par une phase antiferromagné-

tique, caractérisée par un vecteur d’onde commensurable QAF = (1, 0, 0) et un moment

local relativement important de 0.3 µB/U . Le diagramme de phase mesuré pour URu2Si2
est représenté sur la figure 3.3 en coordonnées (pression, température). Notons que bien en

dessous de la température de transition d’ordre caché, un état supraconducteur apparait, à

TSC = 1.2 K. Très récemment, des expériences de diffusion inélastique de neutrons ont per-

mis de caractériser la phase HO. Comme illustré sur la figure 3.5, le spectre des excitations

par neutrons révèle une modulation spatiale commensurable de l’état de spin du système,

malgré l’absence d’ordre magnétique. Cette modulation se caractérise par un pic inélastique

observé autour du vecteur d’onde commensurable Q0 = (1, 0, 0), qui n’est pas présent dans

la phase AF obtenue à plus haute pression. Il est remarquable que le vecteur d’onde de cette

modulation de la phase HO, Q0, coïncide avec le vecteur d’onde commensurable QAF ca-

ractérisant l’ordre de la phase AF. Par ailleurs, la présence commune à ces deux phases d’un

4. pour l’anglais "Hidden Order"
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FIGURE 3.3 – Diagramme de phase (Pression appliquée, Température) du composé URu2Si2, obtenu

expérimentalement. SC dénote une phase supraconductrice. La ligne verticale indique la pression

utilisée pour les expériences de INS décrites par la figure 3.5. Figure d’après [132].

autre pic inélastique, au vecteur incommensurable Q⋆ = (1.4, 0, 0), renforce l’idée que les

états HO (non magnétique) et AF (magnétique), bien que différents, pourraient briser de la

même manière la symétrie de translation du réseau cristallin, i.e., la symétrie tétragonale

centrée.

Avant que les mesures de diffusion INS apportent cette remarquable signature, diverses théo-

ries avaient été proposées, introduisant des types d’ordres de plus en plus sophistiqués, in-

cluant des ordres orbitaux, quadrupolaire [133, 134], octupolaire [135, 136], ou plus ré-

cemment hexa-décapolaire [137], ainsi que des théories impliquant des électrons itinérants,

impliquant par exemple des ondes de densité de charge [138] : aucune n’a pu proposer un

mécanisme qui soit à la fois simple et vérifié (ou vérifiable) expérimentalement. Très récem-

ment, motivé par les expériences d’INS, nous avons proposé un scenario simple, dans lequel

l’ordre caché est identifié à ce que nous appelons un « liquide de spin modulé » [9].

3.2.2 Criticalité quantique et émergence du liquide de spin modulé

Contexte général

Les composés de fermions lourds, alliages constitués d’atomes de terres rares ou d’actinides,

offrent une multitude de réalisations expérimentales du phénomène de transition de phase

quantique [91] (TPQ). Dans ces systèmes, des transitions entre des phases quantiques non

magnétiques et magnétiques sont observées sous l’effet de variations de pression mécanique

- 34 -



3.2 Ordre caché dans URu2Si2 : le liquide de spin modulé

FIGURE 3.4 – Diagramme de phase expérimental du composé URu2Si2 (Champ magnétique,

Pression appliquée, Température). Pour simplifier, la phase SC n’est pas représentée. Figure

d’après [139].

ou chimique, de dopage chimique, de l’application d’un champ magnétique 5. Au voisinage

de ces TPQ, les propriétés thermodynamiques, magnétiques, et de transport de ces métaux

présentent des dépendances très inattendues en température et en énergie [45], qui ne peuvent

être expliquées par la théorie standard de Landau des liquides de Fermi [140–142]. Ces

propriétés sont dénommées "non liquide de Fermi".

Compétition entre Kondo et RKKY : QCP et liquide de spin

Avant toute analyse, rappelons que le composé URu2Si2 est un fermion lourd. Le prototype

des fermions lourds est un alliage cristallin contenant des gros atomes tels que Ce, U, ou

Yb, et dont les propriété métalliques inhabituelles proviennent presque systématiquement

des orbitales électroniques 4f ou 5f . Le principal mécanisme physico-chimique mis en jeu

dans ces systèmes est globalement bien compris depuis quelques décennies : à basse tem-

pérature 6, la dégénérescence de la couche d’électrons f est partiellement levée, sous l’effet

du couplage spin-orbite, du champ cristallin, et éventuellement du couplage de Hund. Le

processus de gel d’entropie, à plus basse température, peut alors être décrit par un modèle de

type réseau Kondo, dans lequel les pseudo-spin Kondo 1/2 représentent les degrés de liberté

orbitaux des électrons f , en interaction Kondo avec les degrés de liberté de charge des élec-

trons de conduction (voir chapitre 2). Le diagramme de Doniach, introduit en 1976, permet

de décrire la compétition entre l’effet Kondo et l’intéraction RKKY 7 [49]. Lorsque l’effet

Kondo domine, une phase de liquide de fermions lourds se forme à très basse température.

Dans le cas inverse où les interactions RKKY dominent, un ordre magnétique peut appa-

raitre, et le diagramme de phase peut présenter plusieurs types d’ordre magnétique. Notons

qu’une prise en compte plus précise de la chimie des orbitales f peut aussi faire apparaitre

5. voir section 2.4

6. typiquement, en dessous de 100 K

7. voir section 2.4.2
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FIGURE 3.5 – Résultats expérimentaux obtenus par diffusion inélastique de neutrons (INS) sur le

composé URu2Si2. A gauche, intensité du signal diffusé en coordonnées (moment-énergie), mesuré à

pression ambiante, et pour T = 1.5 K. Figure d’après [144]. A droite : intensité du signal en fonc-

tion de l’énergie, en haut pour le vecteur d’onde incommensurable Q⋆ = (1.4, 0, 0), et en bas pour

le vecteur commensurable Q0 = (1, 0, 0). Mesures effectuées sous pression P = 0.67 GPa (voir

la ligne indicative verticale sur le diagramme de la figure 3.4), pour trois valeurs de températures,

correspondant aux phases paramagnétique (T = 23 K), ordre caché (T = 13.9 K), et antiferro-

magnétique (T = 1.8 K). Le signal mesuré pour le vecteur d’onde commensurable Q0 = (1, 0, 0)
fait apparaitre une différence cruciale entre les phases ordre caché et antiferromagnétique ; en effet,

pour ce vecteur, un pic d’excitations inélastiques à environ 2 meV caractérise la phase d’ordre caché.

Figures d’après [132].

une grande richesses de phases, dans lesquelles un écrantage Kondo partiel [86, 143] peut

coexister avec différentes phases magnétiques [1, 29, 38] (voir par exemple la figure 1.1).

En présence de frustration, une interaction RKKY relativement importante peut aussi dé-

truire l’effet Kondo (ou le rendre partiel), en faveur d’une phase non magnétique, de liquide

de spin [4, 5, 82–84, 106] (voir figure 2.9). Un point critique quantique (QCP) peut ainsi

séparer deux phases non magnétiques, par une transition topologique purement quantique

caractérisée par une discontinuité du volume de la surface de Fermi. Cette discontinuité cor-

respond à une localisation partielle des électrons f , similaire à une transition de Mott.

Connection entre QCP Kondo, et URu2Si2

La question de la criticalité quantique dans les composés de fermions lourds a beaucoup été

étudiée, principalement sous l’angle d’une instabilité de la phase de liquide de Fermi. Les

phases localisées de ces systèmes, quant à elles, ont été peu étudiées puisqu’elles sont habi-
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tuellement conventionnelles, comme par exemple, ordonnées antiferromagnétiquement, ou

de type verre de spin. URu2Si2 offre un parfait exemple de phase ordonnée non convention-

nelle.

Le liquide de spin modulé et URu2Si2

Nous avons introduit le concept de liquide de spin modulé (LSM), afin d’expliquer la mys-

térieuse phase "ordre caché" de (HO) URu2Si2 [9]. L’état quantique que nous décrivons, le

liquide de spin modulé (LSM), a été construit pour prendre en compte la très forte analo-

gie entre la phase HO et la phase AF, qui semblent briser la symétrie de réseau tétragonale

centrée de la même manière (voir figure 3.5). Le LSM peut s’interpréter comme une super-

position inhomogène de singulets formés entre les pseudo-spins des états f de sites voisins,

caractérisée par une modulation dans l’espace dual du réseau cristallin. Il apparait que cette

modulation est commensurable avec celle du paramètre d’ordre de la phase AF, et brise ainsi

la symétrie de réseau de manière analogue.

3.2.3 Liquide de spin modulé : un modèle simplifié sur réseau carré

Conscient que la prise en compte simultanée des propriétés métalliques et magnétiques

du composé URu2Si2 nécessite, au minimum, l’introduction d’un modèle de type t − J
ou Kondo-Heisenberg, nous choisissons dans une première approche de ne nous intéresser

qu’aux propriétés magnétiques [9]. Le modèle introduit pour décrire le liquide de spin mo-

dulé et étudier sa compétition avec la phase AF se réduit ainsi en un "simple" modèle défini

par le Hamiltonien de Heisenberg quantique, H =
∑

ij JijSiSj , avec interaction antifer-

romagnétique Jij < 0 entre spins 1/2 voisins. Pour simplifier encore un peu plus, tout en

préservant intégralement le concept de liquide de spin modulé, nous considérons un réseau

carré. Inspirés par les travaux précurseurs de Fazekas et Anderson [93] sur l’état de liens de

valence résonnant (RVB), suivis de ceux de Anderson, Baskaran et al. [95, 96, 99], le Hamil-

tonien de Heisenberg est exprimé en utilisant une représentation fermionique des opérateurs

de spin,

H = J
∑

⟨i,j⟩,αα′

f †
iαfiα′f †

jα′fjα , (3.1)

où f
(†)
iα désigne des opérateurs d’annihilation (création) de fermions dénommés "spinons",

d’indice de spin α = ±. Afin que les spinons puissent satisfaire les contraintes locales
∑

α f
†
iαfiα = 1, sont introduits des multiplicateurs de Lagrange λi. Dans l’approximation du

champ moyen, le terme d’interaction dans (3.1) peut être découplé selon différents canaux,

introduisant chacun un champ effectif spécifique, incluant le champ RVB de liens de valence,
∑

α⟨f †
iαfjα⟩, et le champ AF d’ordre magnétique, eiQAF ·ri∑

αα′⟨f †
iασαα′fiα′⟩, où σ désigne

les matrices de spin de SU(2), et QAF ≡ (π, π) le vecteur d’onde AF correspondant à un

ordre de Néel. Notons qu’un troisième canal de découplage, supraconducteur, pourrait être

envisagé si des fluctuations de charges étaient prises en compte par le modèle.

Avant de procéder à ces découplages de champs-moyens, précisons que notre approche est

phénoménologique, motivée par la description et l’étude d’un état de liquide de spin spatiale-

ment modulé, c’est à dire pour lequel le champ RVB présente une inhomogénéité périodique.
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Cette solution n’a pas prétention à caractériser l’état fondamental du modèle de Heisenberg

sur réseau carré stricto sensu, dont la fonction d’onde et les corrélations sont bien mieux

décrites par l’approche de Liang, Douçot et Anderson [145]. On suppose ici que des phéno-

mènes incluant la frustration et les fluctuations de charge, non pris en compte explicitement

par le modèle (3.1), imposent de découpler pour chaque lien ij une partie JSL de l’interaction

dans le canal RVB, et une autre partie JAF dans le canal magnétique, avec J = JSL + JAF .

Le rapport JAF/JSL est ainsi un paramètre phénoménologique du modèle, contrôlé par la

pression uni-axiale ou hydrostatique appliquée au système. Les découplages sont effectués

par des transformations de Hubbard-Stratonovich pour chaque lien ij et dans chaque canal,

conduisant au Lagrangien suivant,

L = E0 +
∑

iα

f †
iα

(

∂τ + λi + α
∑

z

mi+z

)

fiα +
∑

⟨i,j⟩,α

[

φijf
†
iαfjα + c.c.

]

, (3.2)

où z dénote l’indice de proche voisin, et E0 ≡ −∑i λi +
∑

⟨i,j⟩

[

1
JSL

|φij|2 − 1
2JAF

mimj

]

.

Dans la suite, les champs de Hubbard-Stratonovich des canaux de découplage RVB liquide

de spin et AF sont remplacés par leurs valeurs constantes, auto-consistantes, de champ

moyen, φij = −JSL
∑

α⟨f †
iαfjα⟩, et mi = JAF

∑

α α⟨f †
iαfiα⟩.

Dans la théorie RVB des cuprates supraconducteurs, un paramètre uniforme a été proposé

comme ansatz, φij = φ0

∑

z δri,rj+z
, ainsi que des phases de flux, φij = φ0e

iΦ/4nij , où Φ est

le flux par plaquette et nij = (ri − rj)/a = ±1 (où a est le pas du réseau) est un nombre

donnant une orientation au lien ij [99]. L’ansatz de liquide de spin modulé est le suivant :

φij =
∑

z

δri,rj+z

(

ϕ0 + ϕQe
iQ·(ri+rj)/2

)

. (3.3)

Cet état SLM est différent d’une phase de flux car il préserve la symétrie de chaque lien,

φij = φji. Le vecteur d’onde Q ≡ (π, π) caractérise une modulation d’amplitude de φij ,

qui oscille de lien en lien, comme illustré par la figure 3.6. Le champ RVB modulé donné

FIGURE 3.6 – Schémas descriptif de l’état de liquide de spin modulé parent de l’état antiferroma-

gnétique de Néel, sur un réseau carré.

par l’ansatz 3.3 est en compétition avec le champ d’aimantation antiferromagnétique mi =
SQe

iQAF ·ri , caractéristique d’un ordre de Néel avec QAF = (π, π). La figure 3.7 présente
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FIGURE 3.7 – (a) Diagramme de phase dans le plan (T, JAF ), obtenu pour JSL = 5. Les cercles

verts, carrés bleus, et diamants rouges indiquent la température en dessous de laquelle les champs

de liquide de spin ϕ0, ϕQ, et d’aimantation, SQ, prennent respectivement des valeurs non nulles. (b)

Variation de ϕ0, ϕQ, et SQ en fonction de JAF pour T = 0.1. Figure d’après [9].

le diagramme de phase obtenu en minimisant, de manière auto-consistante, l’énergie libre

correspondant au Lagrangien 3.2 Il est remarquable que la solution de liquide de spin la plus

stable ne soit pas homogène et corresponde à une modulation avec ϕ0 et ϕQ non nuls. Le

diagramme de phase dans le plan (T, JAF ) est à rapprocher qualitativement de celui obtenu

expérimentalement pour URu2Si2 dans le plan (T, p), présenté figure 3.3.

3.2.4 Liquide de spin modulé : réseau 3D réaliste, tétragonal centré

U

Ru

Si

a

b

c

A

B

FIGURE 3.8 – A : structure cristalline de URu2Si2. Les propriétés magnétiques émergent des élec-

trons 5f des atomes U, disposés sur un réseau tétragonal centré (tc). B : structure spatiale de l’ordre

AF observé pour URu2Si2 à haute pression (voir diagramme de phase, figure 3.3), qui brise la symé-

trie cristalline en un réseau tétragonal [146, 147].

Le liquide de spin modulé a été introduit dans la section précédente sur un réseau carré. Nous

voyons ici comment cet état de spin quantique collectif peut apparaitre sur un réseau tri-

dimensionnel, proposant ainsi un scenario microscopique plus réaliste pour la phase d’ordre

caché [10]. Le point de départ de cette généralisation s’appuie sur la structure cristalline
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du composé URu2Si2, dont les atomes U forment un réseau tétragonal centré (tc), comme

illustré sur la figure 3.8. Le principal effet de Ru et Si se réduit en une renormalisation de la

structure de bande électronique.

FIGURE 3.9 – Structure tétragonale centrée (tc) des atomes d’uranium dans URu2Si2. Le modèle

de Heisenberg le plus simple permettant de reproduire la structure magnétique de la phase AF (voir

figure 3.8) implique deux couplages proche-voisins : un échange ferromagnétique, Jintra < 0, dans

les plans (a, b), et un échange antiferromagnétique, Jinter > 0, entre les atomes de deux plans voisins.

Suivant la méthode décrite pour un réseau carré dans la section précédente on commence

avec un Hamiltonien de Heisenberg quantique, en utilisant pour les opérateurs de spin 1/2
une représentation fermionique standard, H =

∑

⟨i,j⟩,αα′ Jijf
†
iαfiα′f †

jα′fjα, où les spinons

satisfont les contraintes locales
∑

α f
†
iαfiα = 1. Contrairement au réseau carré, ici, nous

considérons deux types de couplages. En effet, la structure cristalline tc fait apparaitre des

liens proche-voisins non équivalents, selon que le lien couple deux atomes U dans un même

plan cristallin (a, b) ou entre deux plans voisins, comme indiqué sur la figure 3.9. On choisit

le signe de ces deux couplages afin de reproduire le plus simplement la structure magné-

tique de la phase AF (voir figure 3.8). On obtient ainsi une interaction ferromagnétique,

Jij = Jintra < 0, entre sites i et j appartenant à un même plan (a, b), et une interaction

antiferromagnétique, Jij = Jinter > 0, entre les sites de deux plans voisins. Phénoménologi-

quement, l’effet de la pression hydrostatique ou uni-axiale exercée sur le composé URu2Si2
se traduit par une variation du rapport Jinter/Jintra.

Dans la suite, nous étudions ce modèle de Heisenberg par des approximations de champ

moyen, issues de découplages par des transformations de Hubbard-Stratonovich dans les

canaux magnétique et RVB. En faisant apparaitre naturellement deux types de liens diffé-

rents (inter- et intra-plan), le réseau tc permet de distinguer plusieurs types de découplages.

Pour cette étude, l’interaction ferromagnétique intra-plan est découplée intégralement dans

le canal magnétique. L’interaction antiferromagnétique inter-plan, quant à elle, pourrait être

découplée de manière mixte, dans les deux canaux, AF et RVB. Cependant, au niveau champ

moyen, le découplage dans le canal AF ne ferrait que renormaliser le champ de Weiss local

issu de l’interaction ferromagnétique intra-plan. Par conséquent, sans perdre en généralité,

l’interaction inter-plan est découplée exclusivement dans le canal RVB. On obtient un La-

grangien effectif pour les spinons formellement assez proche de celui obtenu pour le réseau

carré (Eq. 3.2), impliquant plusieurs champs moyens : un champ RVB éventuellement mo-

dulé φij = −Jinter
∑

α⟨f †
iαfjα⟩ apparait sur chaque lien inter-plan et s’oppose au champ
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de Weiss local mi = Jintra
∑

α α⟨f †
iαfiα⟩. La figure 3.10 présente des exemples de modu-

FIGURE 3.10 – Modulations de liquide de spin possibles représentées sur une cellule unitaire du

réseau tétragonal. Les lignes pointillées représentent un lien φij = φ0 + φQ, et les lignes pleines

un lien φij = φ0 − φQ. (a) Trois vecteurs d’ondes différents pertinents car ils correspondent à un

nombre impaire de modulations. (b) Respectivement, le liquide de spin homogène, un vecteur d’onde

exclus avec modulation paire, et une modulation mixte pouvant faire intervenir plusieurs vecteurs

d’ondes.

lations pouvant être considérées pour le champ RVB. Parmi la multitude de modulations

possibles, sont exclues celles qui sont caractérisées par un nombre paire de directions mo-

dulées, comme par exemple la modulation (1, 1, 0). En effet, ces états préservent la symétrie

du réseau tc, et ne donnent pas lieu à une transition de phase, mais à un crossover. Motivés

par la recherche d’un scenario tri-dimensionnel permettant de décrire la transition d’ordre

caché observée dans URu2Si2, nous nous intéressons aux états LSM dont le nombre de mo-

dulations est impaire, et nous avons étudié plus particulièrement les trois états correspondant

aux vecteurs de modulation (1, 0, 0), (0, 0, 1), et (1, 1, 1). En calculant l’énergie libre du mo-

dèle champ-moyen obtenu pour chacune de ces trois modulations [10], nous observons que

l’état LSM le plus stable correspond au vecteur d’onde Q = (1, 1, 1). Notons que ces trois

modulations sont équivalentes du point de vu de l’ordre magnétique à longue portée, qui

est un ordre défini sur les sites du réseau tc (voir figure 3.8). Cependant, ces trois vecteurs

d’onde diffèrent lorsqu’ils décrivent l’état LSM, qui définit un ordre sur les liens du réseau.

Le vecteur de modulation obtenu, Q = (1, 1, 1) permet alors de caractériser à la fois une

modulation particulière de l’ordre de liens RVB, et en même temps l’ordre AF. Le scenario

bi-dimensionnel illustré sur un réseau carré par la figure 3.6 est ainsi adapté au réseau tri-

dimensionnel tétragonal centré : les deux phases, LSM, et AF, différent du point de vue de

la présence ou non d’un moment magnétique local, mais elles brisent la symétrie spatiale en

formant le même réseau bipartite de symétrie tétragonale, et sont caractérisées par le même

vecteur d’onde Q = (1, 1, 1) = QAF . Pour prendre en compte phénoménologiquement la

pression uni-axiale ou hydrostatique exercée expérimentalement, une relation linéaire a été

supposée, entre la valeur des couplages magnétiques du modèle, Jintra et Jinter, et la varia-
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FIGURE 3.11 – Diagramme de phase obtenu par l’approximation du champ moyen. T désigne la

température en Kelvin, et a0 − a la variation du paramètre de maille du réseau cristallin, a = b.
La courbe TΦQ

indique la température de transition de la phase LSM, et TSQ
désigne la transition

AF. Application numérique pour Jintra(0) = −3.7, Jinter(0) = 35, E = 800, et F = 0.7. Figure

d’après [10].

tion du paramètre de maille a = b du réseau cristallin : Jintra(a) = Jintra(0)− E · (a0 − a)
et Jintra(a) = Jintra(0) + E · F · (a0 − a). La valeur numérique des constantes Jintra(0),
Jinter(0), E, et F s’obtient à partir du diagramme de phase expérimental. La figure 3.11

présente le diagramme de phase obtenu pour notre modèle théorique en considérant la mo-

dulation (1, 1, 1). La dépendence en pression et température présente des similarités avec le

diagramme de phase obtenu expérimentalement, représenté par les figures 3.3 et 3.4.

3.2.5 Conclusion

Dans cette section, nous avons décrit un nouveau type de liquide de spin, modulé. Il s’agit

d’un état de spin collectif, caractérisé par une absence de moment magnétique local, mais

par une brisure de la symétrie de translation du réseau cristallin. Cet état purement quantique

peut émerger naturellement sur un réseau cristallin bipartite, tel que le réseau carré en 2D
ou le réseau tétragonal centré en 3D, et la brisure de symétrie spatiale qu’il implique est

connectée à celle de l’ordre de Néel, plus classique, pouvant apparaitre sur le même réseau.

3.3 Criticalité quantique dans des systèmes de dimères de

spin

Les dimères de spin couplés sont devenus des systèmes modèle pour étudier les transitions de

phase quantiques [149, 150]. Parmi les nombreux exemples de matériaux concernés, TlCuCl3
constitue un composé prototype, pour lequel les ions Cu2+ se comportent comme des spins
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S = 1/2 en interaction via un couplage de type super-échange porté par les ions Cl− [150–

153] (voir figure 3.12). D’autres composés, comme par exemple Cs3Cr2Br9 présentent des

propriétés similaires [154] liées aux ions magnétiques Cr3+ (voir figure 3.13). De tels di-

FIGURE 3.12 – A gauche : dimères dans le composé TlCuCl3. A droite : spectre d’excitations par

diffusion inélastique de neutrons sur le composé TlCuCl3, montrant la levée de dégénérescence Zee-

man entre les trois modes triplets, induites par l’application d’un champ magnétique. A partir d’un

champ H > Hc1, une phase différente apparait, caractérisée par un ordre AF dans la direction

transverse au champ appliqué [151–153]. Figures d’après [150].
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FIGURE 3.13 – Dépendances en champ magnétique appliqué sur le composé Cs3Cr2Br9. A gauche :

moment magnétique transverse, nul dans la phase paramagnétique, et non nul pour H > Hc1. A

droite : spectre d’excitations par diffusion inélastique de neutrons, avec levée de dégénérescence

Zeeman entre les trois modes triplets. Notons que, contrairement à TlCuCl3, la bande de triplon de

Cs3Cr2Br9 reste "gapée" dans la phase H > Hc1. En effet, certaines anisotropies empêchent l’appa-

rition des modes de Goldstone qui seraient associés à la fermeture du gap. Figures d’après [154].

mères magnétiques s’obtiennent en plaçant des spins quantiques sur un réseau périodique ré-

gulier, comportant deux spins par cellule unitaire, avec un fort couplage antiferromagnétique

J ′ interne à la cellule, comparé à un faible couplage J entre cellules. Plusieurs exemples de
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modèles de dimères de spin, alternés, en colonne, en chevron ou en bi-couche, sont présentés

sur la figure 3.14.

Le spectre d’excitations magnétique observé par diffusion inélastique de neutrons sur des

composés tels que TlCuCl3 ou Cs3Cr2Br9 (voir figures 3.12 et 3.13) peut s’expliquer à partir

d’un modèle de dimères avec J ′ ≫ J : l’état fondamental du système, paramagnétique est

caractérisé par la formation de singulets locaux, i.e. de dimères de spin. Les excitations ma-

gnétiques présentent un gap, qui correspond à l’énergie J ′ nécessaire pour exciter un dimère

dans l’un des trois états triplets. Ces excitations, qui ont un caractère bosonique, portent le

nom de triplons. En appliquant un champ magnétique H , la dégénérescence des excitations

triplet est levée par effet Zeeman. A partir d’une valeur critique du champ appliqué,H > Hc1

le gap se referme pour l’une des trois branches d’excitations de triplons, et le système est le

siège d’une transition de phase entre l’état paramagnétique (avec gap), et un état magnéti-

quement ordonné. Dans les cas les plus simples, la phase ordonnée correspond à un ordre

antiferromagnétique dans la direction transverse au champ appliqué, induite par le faible

couplage inter-dimère J . Cette phase peut s’interpréter comme une phase de condensation

de Bose des triplons [150, 155]. La phase ordonnée peut aussi s’obtenir en augmentant le

couplage entre les dimères, ce qui peut être réalisé expérimentalement en faisant varier la

pression. A la transition quantique, l’annulation du gap d’excitation d’une bande de triplons

correspond à l’apparition d’un mode de Goldstone dans la phase ordonnée. Ce mode peut

éventuellement disparaitre et la bande de triplons rester "gapée" lorsque certaines anisotro-

pies sont présentes dans le système, comme il semblerait que cela soit le cas dans le composé

Cs3Cr2Br9 [154].

3.3.1 Modèle et méthode des opérateurs de liens

On considère un modèle de dimères de spins défini par un Hamiltonien de Heisenberg

H = J ′
∑

i

S⃗1
i · S⃗2

i +
∑

⟨i,j⟩

∑

nm

Jnm
ij S⃗n

i · S⃗m
j , (3.4)

où S⃗n
i , avec n = 1, 2 désigne l’un des deux spins quantiques 1/2 placé sur le site-dimère

i d’un réseau périodique. Le couplage inter-dimère proche-voisins J ij
nm, périodique, peut

prendre quatre valeurs, J11, J12, J21, et J22. Suivant la procédure introduite dans Réf. [156], et

désormais devenue standard [157–160], on décrit les excitations du système en introduisant

quatre opérateurs bosoniques, sur chaque site-dimère : {s†i , t†iα} (α = x, y, z) créent les états

de dimère à partir d’un vide fictif |0⟩. Explicitement, et en omettant l’indice de site, l’état

de dimère singulet |s⟩ ≡ (| ↑↓⟩ − | ↓↑⟩)/
√
2 est identifié à s†|0⟩. De même, les trois états

triplets, |x⟩ ≡ (−| ↑↑⟩+ | ↓↓⟩)/
√
2, |y⟩ ≡ i(| ↑↑⟩+ | ↓↓⟩)/

√
2, et |z⟩ ≡ (| ↑↓⟩+ | ↓↑⟩)/

√
2,

sont identifiés aux occupations de triplons |α⟩ = t†α|0⟩. L’espace de Hilbert est préservé en

imposant les contraintes locales de coeur dur pour les bosons, s†isi +
∑

α t
†
iαtiα = 1. Les

opérateurs de spin originels S⃗1 et S⃗2 sur chaque dimère sont donnés par S1,2
α = ±1

2
(s†tα +

t†αs ∓ iϵαβγt
†
βtγ), où ϵαβγ est le tenseur antisymétrique avec ϵxyz = 1, et la somme sur les

indices répétés est implicite.

Dans la suite de la procédure, le Hamiltonien (3.4) est exprimé en fonction des opérateurs de

lien s†i et t†iα. Gardons bien à l’esprit le fait que cette méthode est développée dans le but de
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décrire les excitations de la phase paramagnétique, qui est fortement dominée par le couplage

intra-dimère J ′. L’état fondamental est ainsi très proche d’une mer de singulets localisés sur

chaque dimère, |Ψ0⟩ =
∏

i s
†
i |0⟩. La contrainte de boson de coeur dur peut alors être prise

en compte de deux manières (ces deux approches sont rencontrées dans la littératures) : (a)

Par analogie avec la théorie des ondes de spin, on substitue si = s†i = (1 − t†iαtiα)
1/2, et

on développe la racine carré pour obtenir une série en puissances croissantes du nombre

de triplons, supposé faible. (b) On identifie simplement le vide |0⟩ local à l’état de dimère

singulet, ce qui revient à remplacer si = s†i = 1, et mettre la contrainte de coeur dur sous la

forme
∑

α t
†
iαtiα < 1. Dans les deux cas, le Hamiltonien 3.4 est développé formellement en

une somme de termes d’interactions faisant intervenir un nombre croissant d’opérateurs de

triplons,

H = E0 +H2 +H3 +H4 +Hreste , (3.5)

où E0 = 3J ′N/8, N étant le nombre de site-dimères, et H2,3,4 désigne les termes d’interac-

tion faisant intervenir deux, trois, et quatre opérateurs de triplons. Les traitements (a) et (b)

de la contrainte de boson de coeur dur ne diffèrent que dans des termes d’ordre supérieur,

rassemblés dans Hreste.

Les trois branches d’excitations mesurées par diffusion inélastique de neutrons sur les com-

posés TlCuCl3 et Cs3Cr2Br9, présentées sur les figures 3.12 et 3.13, peuvent s’expliquer

à partir du seul terme quadratique, H2 =
∑

kα

(

Akt
†
kαtkα + 1

2
Bk[t

†
kαt

†
−kα + c.c.]

)

, où les

coefficients Ak et Bk dépendent de la géométrie du réseau. Ce triple spectre, d’énergies

Ωkα =
√

A2
k −B2

k − αH correspond à trois bandes d’excitations cohérentes d’états de tri-

plon de spin 1, dont la dégénérescence est levée par l’application d’un champ magnétiqueH .

Lorsque le champ atteint une valeur critique Hc1, le gap se referme pour un vecteur d’onde

critique kAF , caractéristique de la phase ordonnée.

3.3.2 Modèles de dimères, interaction cubique, et criticalité quantique

Cette section se concentre sur l’étude de la criticalité du modèle de dimères de spin, abordée

sous l’angle des opérateurs de triplons introduits dans la section précédente. En général, il

est couramment supposé que la transition de phase du modèle de Heisenberg quantique ap-

partient à la même classe d’universalité que le modèle classique de dimension d + z. Pour

le modèle de dimères qui nous intéresse ici, l’exposant dynamique z = 1 [91] et la dimen-

sion d = 2 suggèrent que les exposants critiques correspondent à un modèle de Heisenberg

classique tri-dimensionel et appartiennent à la classe d’universalité du groupe de symétrie

O(3). Cette prédiction a été vérifiée par des simulations numériques pour des plusieurs types

de modèles de dimères [161–165]. Cependant, d’autres simulations numériques par Monte

Carlo Quantique, effectuées notamment sur un modèle de dimères alternés (voir figure 3.14),

ont suggéré que l’exposant critique de la longueur de corrélation pourrait appartenir à une

autre classe d’universalité [166, 167]. En utilisant des calculs numériques par Monte Carlo

Quantique pour différents modèles de dimères, et par groupe de renormalisation, nous avons

mis en évidence l’existence de deux classes de modèles de dimères [11] (voir figure 3.14) : les

exposants critiques de la première (classe A) suivent les lois d’échelle standards du groupe

de symétrie O(3), alors que des corrections apparaissent pour la deuxième classe (classe B).
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FIGURE 3.14 – Exemples de systèmes de dimères de spins couplés. Sur les schémas, les liens épais

ou fins font référence à deux valeurs différentes d’interaction magnétique, respectivement J ′ ou J .

Les cercles pleins et vides dénotent les deux spins quantiques différents, S⃗1
i et S⃗2

i présents sur chaque

dimère. Les ellipses font référence aux singulets formés sur chaque dimère dans l’état fondamental

réalisé pour J ′ > J . (a) Dimères alternés, (b) dimères en colonne, (c) dimères en chevrons, (d) modèle

de Heisenberg bi-couche sur réseau carré. Figure d’après [11]. L’analyse décrite dans [11] montre

que la criticalité des modèles (a) et (c) appartient à la classe B, alors que (b) et (d) appartiennent à

la classe A.

Nous allons voir que les interactions cubiques en triplons, i.e., le terme H3 dans le dévelop-

pement 3.5, sont à l’origine de cette deuxième classe.

Tout d’abord, remarquons que le Hamiltonien (3.4) peut s’écrire sous la forme

H =
J ′

2

∑

i

(

M⃗2
i −

3

2

)

+
1

4

∑

⟨i,j⟩

(

JLLL⃗i · L⃗j + JLM L⃗i · M⃗j + JMLM⃗i · L⃗j + JMMM⃗i · M⃗j

)

,

(3.6)

où l’on a introduit les opérateurs d’aimantations uniforme M⃗i ≡ S⃗1
i + S⃗2

i et alternée L⃗i ≡
S⃗1
i − S⃗2

i , qui peuvent être considérés comme une représentation de six opérateurs indépen-

dants parmi les quinze générateurs de SU(4). Cependant, le modèle diffère de celui introduit

par exemple dans [168], car il ne possède pas la symétrie SU(4). Les énergies d’échange se

déduisent du modèle de dimères de spins SU(2) initial par les relations

JLL ≡ J11 − J12 − J21 + J22 , JLM ≡ J11 + J12 − J21 − J22 ,

JML ≡ J11 − J12 + J21 − J22 , JMM ≡ J11 + J12 + J21 + J22 . (3.7)

Il sera utile pour la suite d’introduire trois autres opérateurs générateurs de SU(4), complé-

mentaires et indépendants des six précédents : C⃗i ≡ −2S⃗1
i × S⃗2

i , où × désigne le produit

vectoriel. Les opérateurs L⃗ et C⃗ sont tous deux anti-symétriques par rapport à une inversion

des indices de spin 1 et 2 de chaque dimère, alors que les opérateurs M⃗ sont symétriques.
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3.3 Criticalité quantique dans des systèmes de dimères de spin

Lorsque l’on introduit la représentation bosonique en opérateurs de triplons, décrite dans

la section 3.3.1, on trouve que les opérateurs L⃗ sont linéaires en triplons, avec des correc-

tions cubiques, alors que les opérateurs M⃗ sont quadratiques avec des corrections quartiques.

La parité de ces développements en triplons est évidemment en rapport avec la symétrie et

l’anti-symétrie des opérateurs M⃗ et L⃗. Par conséquent, l’approximation harmonique invo-

quée dans la section 3.3.1, qui consiste à remplacer les excitations du Hamiltonien (3.5) par

celles de H2, peut s’effectuer très simplement à partir de (3.6) : il suffit de ne garder que les

termes en JLL, ainsi que les interactions locales, quadratiques elles-aussi si l’on remarque

que M⃗2
i = 1 − L⃗2

i . Cette approximation fournit une description relativement correcte de la

phase paramagnétique du système.

Cependant, si on se limitait à l’approximation harmonique, on ne pourrait pas décrire les pro-

priétés de la phase ordonnée. Notamment, la criticalité du système dépend des interactions

faisant intervenir plus de deux opérateurs de triplons. Les premières corrections pourront être

soit cubiques soit quartiques selon le modèle considéré. Il ressort des analyses numérique et

de groupe de renormalisation effectuées dans [11] que les deux classes de systèmes, A ou B,

sont déterminées par une analyse détaillée de l’interaction cubique H3, et donc des termes

en JLM et JML. Tout d’abord, on trouve que le système est de type A si ces termes cubiques

s’annulent ; c’est le cas, par exemple, lorsque le modèle de dimère possède une symétrie

telle que J12 = J21 et J11 = J22, comme pour le modèle (d) en bi-couche illustré par la

figure 3.14. Par ailleurs, le système pourra aussi être de type A avec un terme cubique non

nul. Il faut alors comparer la dispersion correspondant aux interactions quadratiques (don-

née par les termes en JLL et la structure du réseau de dimères) avec celle correspondant aux

interactions cubiques (termes en JLM et JML). La transition de phase quantique se mani-

feste par une instabilité du système pour un vecteur d’onde k2 déterminé par le minimum

du spectre de dispersion harmonique (i.e., quadratique). Pour des raisons d’anti-symétrie, le

terme cubique, lorsqu’il est présent, est critique pour le vecteur d’onde k3 = 0. Alors, en

présence d’un terme cubique, le système est de type A si le vecteur d’onde caractérisant la

phase ordonnée est différent de 0, ce qui est le cas du modèle (b) en colonne. Le système

sera de type B lorsque k2 = 0, comme c’est le cas des modèles de dimères (a) alternés, et (c)

en chevrons, illustrés sur la figure 3.14.

3.3.3 Description de la phase ordonnée

Dans cette section, nous montrons comment, par une approche variationnelle basée sur une

famille de transformations unitaires, il est possible de décrire la phase ordonnée d’un modèle

de dimères en utilisant le formalisme des opérateurs de lien. Cette approche sera comparée

avec les résultats d’une théorie d’ondes de spin plus standard pour la phase ordonnée.

Transformation unitaire pour opérateurs de liens

Les opérateurs de triplons décrits dans les sections précédentes ont été introduits pour décrire

les excitations, "gapées", de la phase paramagnétique. Cependant, une méthode permettant

de décrire la phase ordonnée en termes de triplons a été introduite dans [160]. L’idée consiste

à décrire les excitations de la phase ordonnée en termes d’excitations bosoniques de pseudo-

triplons, à partir d’un état fondamental formé par une mer de pseudo-singulets. Dans sa ver-
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3.3 Criticalité quantique dans des systèmes de dimères de spin

sion initiale, cette méthode variationnelle génère les opérateurs de pseudo-triplons (s̃†i , {t̃†iα})
à partir de transformations unitaires locales de la base des opérateurs de liens (s†i , {t†iα}).
Les pseudo-singulets caractérisant l’état fondamental de la phase ordonnée sont ainsi une

combinaison linéaire des véritables singulets et triplets. La transformation unitaire locale

Û =
∏

i Ûi proposée dans [160] est définie dans l’espace des triplons par les opérateurs lo-

caux Ûi = e−λi(t†ix−tix), où le champ variationnel réel local λi est déterminé afin de minimiser

l’énergie de la mer de pseudo-singulets supposée décrire l’état fondamental du système. La

solution obtenue vaut trivialement λi = 0 dans la phase paramagnétique, et λi ̸= 0 dans la

phase ordonnée, ce qui donne au champ λ la nature d’un paramètre d’ordre.

Cette transformation unitaire peut aussi s’exprimer en termes d’opérateurs de spins 1/2 du

modèle initial [170], ou en utilisant les générateurs de SU(4) introduits dans la section 3.3.2.

On applique alors au Hamiltonien (3.6) la transformation unitaire, H 7→ H̃ ≡ ÛHÛ−1, avec

Û ≡ ei
∑

i λ
iCx

i , (3.8)

où l’opérateur C⃗i défini précédemment engendre des rotations dans l’espace des spins lo-

caux 8. Le résultat complet de la transformation de H fait apparaitre des contributions de

différents ordres, et peut se mettre sous la forme

H̃ = Ẽ0 + H̃2 + H̃3 + H̃4 + H̃reste , (3.9)

qui devient rigoureusement identique au développement (3.5) lorsque le système est dans la

phase paramagnétique. Pour la composante quadratique en pseudo-triplons, H̃2, il est suffi-

sant de ne considérer que les termes suivants à l’issue de la transformation unitaire :

M⃗i · M⃗j 7→ sin (λi) sin (λj)
(

Cy
i Cy

j + Cz
i Cz

j

)

, (3.10)

L⃗i · L⃗j 7→ cos (2λi) cos (2λj)Lx
i L

x
j + cos (λi) cos (λj)

(

Ly
iL

y
j + Lz

iL
z
j

)

+ termes qui renormalisent l′énergie locale

(utiles pour le théorème de Goldstone) , (3.11)

M⃗i · L⃗j 7→ sin (λi) cos (λj)
(

Cy
i L

z
j − Cz

i L
y
j

)

+ termes locaux qui pourraient hybrider localement y&z,

mais qui s′annulent pour un modèle de dimères alterné .

(3.12)

La relation (3.12) ci-dessus indique le terme quadratique en pseudo-triplons, généré dans

la phase ordonnée par l’interaction cubique, dont nous avons discuté la pertinence pour les

propriété critiques à la transition. Ce terme pourrait générer des corrélations chirales dans la

phase ordonnée, caractérisée par une apparition de corrélations du type ⟨Cy
i L

z
j⟩. En revenant

aux opérateurs de spin du modèle initial, ces corrélations entre sites voisins correspondent à

des observables physiques telles que ⟨S1z
i S

2x
i − S1x

i S
2z
i ; S1z

j − S2z
j ⟩.

La suite du traitement dépend fortement du système choisi, mais ne pose pas de difficulté

conceptuelle. Le cas du modèle de dimères alternés (voir figure 3.14) peut ainsi être traité

8. Notons que le choix de la composante Cx, pour cette transformation particulière ne préserve la généralité

du problème que pour des systèmes périodiques et suffisamment réguliers.
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comme exemple. La méthode des opérateurs de liens, appliquée en absence de champ ma-

gnétique, donne dans la phase paramagnétique la dispersion de triplon (dégénérée) suivante,

Ωk = J ′
√

1− J
J ′γk, où le facteur de structure du réseau de dimères γk ≡ cos(kx̃)+cos(kỹ)+

cos(kx̃−kỹ) est similaire à celui d’un réseau triangulaire distordu. Le gap se referme pour une

valeur critique du couplage, Jc = J ′/3, pas très éloignée de celle obtenue par des méthodes

numériques, (J ′/J)c = 2.5196 [165, 169]. Si l’on suppose J < 0, l’instabilité correspond à

un minimum de γk, obtenu pour deux vecteurs critiques, Q = (0, 0). Dans la phase ordonnée

(i.e., pour J > Jc), le paramètre d’ordre prend une valeur uniforme λi = arccos (Jc/J). La

dispersion des excitations harmoniques de pseudo-triplons peut s’exprimer explicitement de

manière analytique dans la phase ordonnée [170], et le résultat n’est pas présenté ici par sou-

cis de clarté. Dans la limite d’un petit vecteur d’onde k, on obtient les dispersions suivantes

pour les modes transverses : Ω2
k ≈

(

J + J ′

3

) (

3J
8
(kx̃ + kỹ)

2 +
(

J
8
+ J ′

3

)

(kx̃ − kỹ)
2)

.

Comparaison avec les méthodes d’ondes de spin

Afin de tester la capacité de la méthode des opérateurs de liens à caractériser la phase ordon-

née et à en décrire les excitations, comparons le résultat obtenu avec celui prédit par la théorie

des ondes de spin. Le point de départ est le modèle de dimères décrit par le Hamiltonien (3.4),

sur réseau alterné (voir figure 3.14). Suivant les méthodes standards de la théorie des ondes

de spin, on suppose que le système est dans une phase ordonnée antiferromagnétiquement,

caractérisée par un ordre de Néel. On introduit la transformation de Holstein-Primakoff, par

laquelle les opérateurs de spins quantiques sont exprimés localement en termes d’opérateurs

bosoniques, S1+
i =

(

1− a†iai
)

ai ≈ ai, S
2+
i = b†i

(

1− b†ibi
)

≈ b†i , S
1z
i = 1/2 − a†iai,

et −S2z
i = 1/2 − b†ibi. En appliquant cette transformation au Hamiltonien (3.4), et en ne

gardant, comme approximation, que les termes quadratiques, on obtient le Hamiltonien ef-

fectif d’ondes de spin du système. La dispersion obtenue pour le modèle de dimères alternés

vaut Ωondes spin
k = 1

2

√

(J ′ + 3J)2 − |J ′ + J(e−ikx̃ + eikỹ + e−ikx̃+ikỹ)|2. L’état fondamental

correspond à k = 0, ce qui coïncide avec le résultat obtenu par la méthode des opérateurs

triplons de liens. Cependant, l’expression obtenue pour la dispersion est différente, comme

on peut le constater par exemple par un développement dans les limites des faibles longueurs

d’ondes.

Une différence cruciale entre ces deux approches, triplons, et ondes de spin, provient du fait

que le facteur de structure du réseau sur lesquelles se déplacent les ondes de spins ne dépend

absolument pas du rapport J ′/J , alors que le facteur de structure du réseau sur lequel se pro-

pagent les triplons est renormalisé par le paramètre d’ordre λ, et dépend, indirectement, du

couplage J ′/J . A cause de cette différence, les pseudo-triplons de la phase ordonnée peuvent

devenir instables au couplage critique Jc = J ′/3, alors que les bosons de la représentation

de Holstein Primakoff ne le sont pas. D’une certaine manière, on peut considérer que les

ondes de spin ne tiennent compte que des modes d’excitations transverses, alors que le mode

longitudinal, pris en compte par les triplons, devient précisément critique à la transition vers

la phase paramagnétique. Les triplons s’avèrent donc être plus adaptés que les ondes de spin

pour décrire la phase paramagnétique et la transition quantique.
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3.3.4 Conclusion et perspectives

De manière générale, la méthode des opérateurs de liens présentée dans cette section permet

de bien décrire les excitations de triplet de la phase paramagnétique "gapée" de systèmes de

dimères de spins. Cette méthode permet aussi de bien décrire la criticalité de ces systèmes, à

condition de tenir compte de manière appropriée des interactions à plus de deux triplons. La

transformation unitaire présentée dans cette section peut s’appliquer pour identifier et décrire

certaines excitations de basse énergie de modèles de dimères périodiques et suffisamment

réguliers. Elle pourrait être adaptée à des familles de systèmes plus larges, telles que des

systèmes désordonnés, en remplaçant éventuellement le champ scalaire λi par un champ

vectoriel λ⃗i. Décrire par cette méthode des phases de verre de spin (voir chapitre 4) pourrait

être un challenge autant réaliste que pertinent expérimentalement.
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Chapitre 4

Désordre, alliages, ou fluctuations

mésoscopiques

Dans ce chapitre, relativement plus technique que les précédents, nous nous intéressons à

des systèmes d’électrons corrélés non périodiques. La théorie du champ dynamique moyen

(DMFT) [71, 72] est introduite de manière simplifiée dans une section préliminaire, afin

de bien pouvoir faire ressortir, par la suite, les spécificités des adaptations que nous avons

effectuées. En effet, les deux sections suivantes, consacrées respectivement à un modèle de

verre de spin et à des alliages Kondo, présentent deux généralisations de la DMFT, que

nous avons développées et utilisées. La dernière section de ce chapitre n’est pas en rapport

direct avec la méthode DMFT et présente l’étude d’un modèle de boîte quantique (Kondo)

chaotique. Cependant, au delà de l’aspect technique, d’un point de vue plus conceptuel, la

DMFT décrit la physique d’un système du point de vue local : une impureté placée dans un

bain effectif. En ce sens, la section boite Kondo chaotique trouve pleinement sa place dans

ce chapitre.

4.1 Eléments préliminaires

4.1.1 Méthode DMFT

Auto-
consistence

local

Σ

effectif
Probleme

g 0Bain effectif local 
Fonction de Green locale G, 

Self-energie locale 

FIGURE 4.1 – Schéma général d’un calcul par la méthode du champ dynamique moyen (DMFT).
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Introduction à la méthode DMFT

La théorie du champ dynamique moyen (DMFT) généralise les principes de la théorie du

champ moyen, afin de calculer des quantités physiques dynamiques [71, 72, 171–173]. Ainsi,

cette théorie permet par exemple de tenir compte des fluctuations quantiques de charge ou de

spin, et donne accès aux fonctions de réponse dynamiques. A l’instar de la théorie classique

du champ moyen, la DMFT est exacte dans la limite où la dimension est infinie. De plus,

cette méthode ne nécessite pas de développement perturbatif, ce qui la rend particulièrement

efficace pour étudier des systèmes d’électrons fortement corrélés. Elle permet à la fois de

résoudre des modèles d’impuretés quantiques (Kondo, Anderson, Hubbard...) et d’effectuer

des calculs ab initio [173, 174].

La résolution d’un problème par DMFT peut se résumer en deux paliers de calcul bien dis-

tincts (voir figure 4.1) : Le premier consiste à établir une relation auto consistante, permet-

tant de calculer le bain effectif local dynamique g0(ω) dans lequel est placé le site considéré.

En pratique, ce bain effectif, peut être un scalaire ou une matrice, qui représente les fluc-

tuations de spin ou de charge induites par l’environnement. Il est l’analogue dynamique

du champ de Weiss, supposé proportionnel à l’aimantation locale en champ moyen ’clas-

sique’. Le deuxième constitue généralement le palier difficile dans la résolution d’un pro-

blème par DMFT. Il consiste à résoudre le problème local d’un site (avec toutes ses interac-

tions locales), plongé dans un bain effectif g0(ω) donné. L’équivalent statique de ce palier

correspond à exprimer que l’aimantation locale est proportionnelle à la tangente hyperbo-

lique du champ de Weiss appliqué. Le problème est entièrement résolu lorsqu’une solution

auto-consistante a été obtenue pour le bain effectif et les fonctions de corrélation locales.

Selon la nature du système et le type d’information recherchée, le modèle effectif local peut

être traité par la plupart des méthodes et techniques utilisées dans l’étude du problème à

N corps. Chaque méthode possède son champ privilégié d’application, et ses propres limita-

tions. La technique DMFT est une méthode très générale et très efficace, qui permet d’établir

un nombre fini d’équations pour des fonctions de corrélation. Elle peut s’appliquer a priori

à n’importe quel système, et sa principale limitation est liée à la résolution numérique ou

analytique de ces équations.

Exemple simplifié d’implémentation de la méthode DMFT

A titre d’exemple illustratif, on considère un modèle de champs complexes Φi sur réseau

périodique défini par l’action suivante

A ≡ A0 +
∑

i

Ai
int. , (4.1)

où le premier terme A0 ≡ −∑ij

∫ β

0
dτΦ⋆

i (τ)
(

t̃ij + (E0 + ∂τ )δij
)

Φj(τ) est quadratique en

champ, et le second, Ai
int. ≡ V [Φi], décrit les interactions supposées locales. Ici, τ désigne

le temps imaginaire, β = 1/T la température inverse, δij le symbole de Kronecker, et t̃ij
l’énergie d’échange entre deux sites voisins i et j. Aucune hypothèse n’est faite sur la forme

fonctionnelle de l’interaction V [Φi], si ce n’est que sa dépendance par rapport au champ local

est indépendante du site considéré. La fonction de partition du système se déduit de A en
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calculant la trace (i.e., l’intégrale fonctionnelle) par rapport à tous les champs Φi,

Z =
∏

i

TRi

[

T eA
]

, (4.2)

où T désigne l’ordre chronologique (par rapport au temps imaginaire τ ) 1.

Les relations auto-consistantes d’un problème traité par la méthode DMFT peuvent s’obtenir

par une succession d’étapes :

(i) La première étape consiste à considérer un site particulier, choisi arbitrairement comme

origine du réseau. On calcule alors formellement la trace en deux phases successives :

d’abord par rapport aux champs agissant sur tous les autres sites i ̸= 0, puis par rapport

au champ Φ0. Cela donne

Z = TR0

[

T eV[Φ0]−
∫ β

0
dτΦ⋆

0
(τ)(E0+∂τ )Φ0(τ)

∏

i ̸=0

TRi

[

T eAcav.−∑
j

∫ β

0
dτ[t̃0jΦ⋆

0
(τ)Φj(τ)+t̃j0Φ

⋆
j (τ)Φ0(τ)]

]

]

,

(4.3)

où l’action du système avec cavité, Acav., est définie comme l’action A à laquelle toutes

les contributions faisant intervenir le champ local Φi=0 ont été explicitement retranchées.

La fonction de partition du système peut ainsi être exprimée de manière exacte comme la

fonction de partition d’un système effectif purement local, Z = eβF
cav.

TR0

[

T eAloc[Φ0]
]

, où

l’énergie libre du système avec cavité est définie comme F cav. ≡ 1
β
ln
(

∏

i ̸=0 Tri
[

T eAcav.]
)

.

L’action effective locale est donnée par la somme d’un terme explicitement présent dans le

modèle initial sur réseau, et d’un terme de bain dynamique, Abain
dyn., résultant des interactions

avec les autres champs Φi ̸=0 :

Aloc[Φ0] ≡ V [Φ0]−
∫ β

0

dτΦ⋆
0(τ)(E0 + ∂τ )Φ0(τ) +Abain

dyn.[Φ0] . (4.4)

Le terme dynamique peut s’exprimer formellement de manière exacte comme

Abain
dyn.[Φ0] ≡ ln

⟨

T e−
∑

j

∫ β

0
dτ[t̃0jΦ⋆

0
(τ)Φj(τ)+t̃j0Φ

⋆
j (τ)Φ0(τ)]

⟩

cav.
, (4.5)

où la valeur moyenne ⟨· · · ⟩cav. est calculée pour le système avec cavité. Notons qu’à ce stade,

le problème à résoudre n’est pas nécessairement plus simple que le problème de départ : le

terme d’interaction, noté V , est toujours présent dans le modèle effectif local, explicitement,

mais aussi implicitement par l’intermédiaire du terme de bain dynamique.

(ii) La deuxième étape consiste à approximer le terme de bain dynamique Abain
dyn.. Cette ap-

proximation s’effectue de manière contrôlée par un développement en 1/z, où z désigne le

nombre de coordination du réseau (i.e., le nombre de voisins de chaque site). Généralisant

le principe du champ moyen "standard", elle s’avère exacte dans la limite z = ∞. Pour le

modèle considéré ici, ce développement en z−grand nécessite au préalable de faire varier

l’échelle des énergies d’échange inter-site comme

t̃ij ≡
tij√
z
, (4.6)

1. L’ordre T est superflu ici pour des champs complexes, mais il indique comment le formalisme peut se

généraliser sans difficulté à un modèle de champs grassmanniens.
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où tij est indépendant de z, de sorte que l’énergie libre, grandeur extensive, reste propor-

tionnelle à z dans la limite z−grand, comme nous le verrons plus loin. Par la suite, la valeur

moyenne ⟨· · · ⟩cav., dans l’expression du terme de bain dynamique, est calculée par un déve-

loppement en cumulants, qui donne l’expression Abain
dyn.[Φ0] =

∑+∞
p=1

Cp[Φ0]

p!
, avec

C1[Φ0] = −∑j

∫ β

0
dτ
[

t0j√
z
Φ⋆

0(τ) ⟨Φj(τ)⟩cav. +
tj0√
z

⟨

Φ⋆
j(τ)

⟩

cav.
Φ0(τ)

]

.

Ce premier cumulant constitue le terme principal d’une approximation de champ moyen sta-

tique "standard", Abain
dyn. ≈ C1 permettant de décrire une phase ordonnée pour laquelle la

valeur moyenne du champ local est non nulle.

Par la suite nous supposons que le système est dans une phase désordonnée 2 telle que

⟨Φi(τ)⟩ = 0, ce qui implique C1[Φ0] = 0, puis C2p+1[Φ0] = 0. Cette situation, i.e., l’annula-

tion des cumulants d’ordre impairs, est réalisée naturellement lorsque la DMFT est appliquée

à un modèle de champ grassmannien décrivant des opérateurs de création ou d’annihilation

en absence de source. Par contre, pour un modèle dont le champ Φ pourrait s’ordonner lo-

calement (par exemple, un modèle de spin), cette hypothèse est valable uniquement dans

la phase désordonnée (paramagnétique). Notons cependant que lorsque cela est nécessaire,

cette contribution de champ moyen statique peut être prise en compte par les méthodes stan-

dard.

Par ailleurs, on peut montrer que les cumulants non nuls, i.e., d’ordre paire 2p, se comportent

comme C2p ∼ 1/zp−1 lorsque z → ∞. En ce qui permet d’approximer le terme de bain

dynamique par

Abain
dyn.[Φ0] ≈

1

2
C2[Φ0] =

∫ β

0

dτ

∫ β

0

dτ ′Φ⋆
0(τ)g0(τ − τ ′)Φ0(τ

′) , (4.7)

les corrections étant d’ordre 1/z, avec

g0(τ − τ ′) ≡
∑

j1j2

t0j1 t̃j20
z

Gcav.
j1j2

(τ − τ ′) , (4.8)

où l’on a introduit la fonction de corrélation dynamique du système avec cavité, Gij(τ −
τ ′) ≡

⟨

Φi(τ)Φ
⋆
j(τ

′)
⟩

cav.
. Notons que si le terme de champ statique C1 était pris en compte,

celui-ci serait d’ordre
√
z supérieur aux fluctuations, C2. Cela résulte de l’Ansatz d’échelle

Eq. 4.6. On s’attend donc à ce que le champ moyen statique, lorsqu’il est autorisé, puisse

éventuellement générer une transition de phase de premier ordre, pathologique dans la limite

z → ∞. L’astuce, si cela s’avère nécessaire pour le type de champ et de modèle considéré,

est de supposer que z est grand, mais pas trop, afin de pouvoir négliger ce type de transition.

(iii) La troisième étape établit une expression auto-consistante du bain dynamique local g0,
en fonction des corrélations dynamiques du champ local Φ0. Pour cela, on introduit la fonc-

tion de corrélation dynamique Gij(τ) calculée avec l’action A du modèle périodique initial.

Celle-ci s’obtient par un développement diagrammatique de la fonction de corrélations, dans

l’espace direct (du réseau périodique),

Gij = δijΠii −
tij√
z
ΠiiΠjj −

∑

chemins

(−1)ptii1ti1i2 · · · tipj
z(p+1)/2

ΠiiΠi1i1 · · ·ΠipipΠjj , (4.9)

2. par exemple paramagnétique
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où, dans le but de ne garder que la contribution dominante dans le développement z−grand,

la somme est prise sur les chemins ne passant qu’une seule fois par un même site, les cor-

rélateurs locaux Πii tenant compte de l’habillage des chemins formant des boucles locales

ainsi que de l’interaction locale. Nous verrons par la suite comment ces corrélateurs lo-

caux sont reliés à une self-énergie locale. La fonction de corrélation avec cavité s’obtient

à partir du développement (4.9) en utilisant l’identité algébrique générale
∑

i→0

∑

0→j =
(

∑

i→j −
∑cav.

i→j

)

∑

0→0, où
∑

i→j représente une somme sur tous les chemins directs entre

les sites i et j, et
∑cav.

i→j exclut tous les chemins directs passant par le site 0 (de la cavité). On

obtient

Gcav.
ij = Gij −Gi0[G00]

−1G0j . (4.10)

(iv) Par la suite, la méthode DMFT exploite l’invariance du système par translation, qui per-

met de chercher, pour le développement diagrammatique Eq. (4.9), un corrélateur local indé-

pendant du site, Πii = Π0. Le développement Eq. (4.9) peut alors s’exprimer sous la forme

plus compacte d’une équation de type Dyson 3, Gij(iω) = Π0(iω)
[

δij −
∑

l
tlj√
z
Glj(iω)

]

, où

la dépendance explicite en fréquences de Matsubara, iω, a été restaurée. On introduit ensuite

les transformées de Fourier de l’énergie d’échange inter-site, E(q) ≡ 1
N

∑

ij
tij√
z
eiq·(Rj−Ri),

et de la fonction de corrélation, G(q, iω) ≡ 1
N

∑

ij Gij(iω)e
iq·(Rj−Ri), où N est le nombre

de sites du réseau. Le développement Eq. (4.9) donne

G(q, iω) =
Π0(iω)

1 + E(q)Π0(iω)
. (4.11)

Cette expression permet d’interpréter Π0 comme l’inverse d’un propagateur local habillé

d’une self-énergie locale. Notons d’ailleurs que l’hypothèse d’une self-énergie locale pour-

rait être une hypothèse de départ de la DMFT, alternative mais équivalente au schéma de

développement z−grand présenté ici.

(v) Les relations DMFT auto-consistantes à résoudre sont les suivantes :

Avec un peu de manipulations algébriques utilisant les relations (4.8), (4.10), et (4.11), on

obtient l’expression auto-consistante du bain dynamique effectif

g0(iω) = Π−1
0 (iω)− 1

Gloc(iω)
, (4.12)

où le corrélateur local Π0 peut s’exprimer en fonction de la corrélation locale Gloc ≡ G00 et

de la distribution des couplages E(q) en inversant la relation

Gloc(iω) =
∑

q

1

Π−1
0 (iω) + E(q)

. (4.13)

Alternativement, cette relation peut s’exprimer en invoquant la densité spectrale sans inter-

action, ρ0(ϵ) =
∑

q δ(ϵ−E(q)). La résolution complète du problème par la DMFT nécessite

3. ou Bethe-Salpeter, selon la nature du champ considéré
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par ailleurs de déterminer la corrélation locale Gloc à partir de l’action effective locale obte-

nue en combinant les expressions (4.4) et (4.7), c’est à dire

Aloc[Φ0] ≡ V [Φ0]−
∫ β

0

dτΦ⋆
0(τ)(E0 + ∂τ )Φ0(τ) +

∫ β

0

dτ

∫ β

0

dτ ′Φ⋆
0(τ)g0(τ − τ ′)Φ0(τ

′) .

(4.14)

Les expressions (4.12), (4.13), et (4.14) constituent les relations d’auto-consistance DMFT

du système, à résoudre selon le schémas de calcul de la figure 4.1. Les interactions locales

sont représentées explicitement sur le site considéré par le terme V [Φ0] et implicitement pour

les autres sites, par le bain g0 auto-consistant.

4.1.2 Désordre, alliages, et fluctuations mésoscopiques : le point de vue

des impuretés

Le point commun des trois familles de systèmes étudiés dans ce chapitre, un modèle de verre

de spin quantique, un alliage Kondo, et une boîte quantique chaotique, est de décrire des

impuretés quantiques, placées dans un environnement non périodique. Pour simplifier le pro-

blème, nous considérons uniquement des impuretés représentées par un spin ou pseudo-spin

1/2. Nous pouvons ainsi nous concentrer sur les spécificités du caractère non périodique de

ces systèmes, laissant les modèles d’impuretés plus complexes pour des études ultérieures.

Du point de vue de l’impureté, l’essentiel de l’information sur le reste du système peut se

résumer en un bain dynamique local effectif, généralisation du bain g0(ω) décrit précédem-

ment. Cependant, le système ne possédant plus la propriété d’invariance par translation habi-

tuellement nécessaire à l’application de la méthode de champ moyen "standard", il faut tenir

compte de manière appropriée des fluctuations spécifiques au type de désordre considéré, et

éventuellement liées aux effets mésoscopiques.

Pour prendre en compte les effets du désordre, on introduit la méthode des répliques, qui

permet de moyenner l’énergie libre sur les configurations du système et retrouver une inva-

riance effective par translation. Le champ de Weiss devient dynamique car il tient compte des

fluctuations statistiques de l’environnement de chaque impureté. Le bain dynamique g0(ω) et

la self-énergie locale obtenus par un traitement DMFT combiné à la méthode des répliques

fait apparaitre une composante explicitement liée au désordre. Il est aussi possible d’étudier

simultanément transition verre de spin et ordre magnétique périodique.

Dans un alliage, la nature de l’impureté devient duale. Sur un site donné du réseau cristallin,

il peut y avoir, ou ne pas y avoir, d’impureté magnétique. L’approche DMFT peut alors se

généraliser en introduisant un bain effectif matriciel et non plus scalaire.

En présence de fluctuations mésoscopiques, le bain g0(ω), au lieu d’avoir un spectre continu,

est caractérisé par un spectre discret. Les fluctuations des niveaux d’énergie, ainsi que de

l’amplitude locale de ce bain, jouent un rôle crucial.

Ces trois aspects différents sont traités dans les trois sections qui suivent.
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4.2 DMFT et désordre : verre, ondes, et liquides de spin

En combinant la DMFT et la méthode des répliques, nous avons étudié une famille de mo-

dèles de Heisenberg quantique désordonnés, qui présentent simultanément une interaction

périodique antiferromagnétique et une interaction désordonnée et aléatoire [12]. Il s’agit d’un

problème générique, et la méthode que nous décrivons dans cette section sur ce "simple" mo-

dèle de Heisenberg peut être adaptée et généralisée pour étudier plus largement des familles

de systèmes à fortes corrélations, dans lesquels coexistent des modes d’excitations presque

périodiques, et un désordre structurel important.

Pour un modèle de Heisenberg, défini par un Hamiltonien H =
∑

ij JijSiSj , l’approxima-

tion de champ moyen statique "standard" consiste à introduire les champs de Weiss effec-

tifs locaux hi ≡
∑

j J̃ijSj , déterminés de manière auto-consistante à partir du Hamiltonien

effectif H ≈ ∑

i⟨hi⟩Si. Cette approximation statique permet de caractériser un ordre ma-

gnétique à longue portée, ainsi que les excitations d’onde de spin qui le caractérisent. Par

contre, elle ne permet pas de décrire les effets liés au désordre, comme la possibilité de for-

mer un ordre de verre de spin. L’approximation de champ moyen statique ne décrit pas non

plus les corrélations d’une phase paramagnétique. Dans cette section, nous nous intéressons

précisément aux phases paramagnétiques des modèles de Heisenberg désordonnés, à leur

dynamique, et à leurs éventuelles instabilités antiferromagnétique ou verre de spin. Pour de

telles phases le champ moyen statique est nul, ⟨hi⟩ = 0, et les propriétés physiques sont dé-

crites par les fluctuations quantiques du champ de Weiss, ⟨hi(τ)hj(τ
′)⟩, où τ et τ ′ désignent

le temps imaginaire.

Il existe plusieurs contextes théoriques différents permettant d’étudier les fluctuations du

champ de Weiss à partir de modèles de Heisenberg quantiques particuliers : d’une part, dans

le contexte des systèmes désordonnés, la méthode des répliques [175] a été adaptée par Sher-

rington et Kirkpatrick en 1975 pour le cas Ising [176] puis par Bray et Moore en 1980 pour le

cas Heisenberg quantique [177]. Par ce formalisme, l’instabilité de verre de spin émerge de

fluctuations du champ de Weiss moyennées sur le désordre. D’autre part, la méthode DMFT,

développée initialement pour un système d’électrons, a été étendue à un modèle de Heisen-

berg quantique sur réseau périodique [5, 178, 179], en introduisant un champ dynamique

moyen qui reflète les fluctuations dynamiques locales du champ de Weiss. Du point de vue

local, chaque spin du système ne sait rien de l’origine, désordonnée ou pas, des fluctuations

du champ de Weiss qu’il ressent. Les deux approches, méthode des répliques et DMFT, sont

ainsi totalement compatibles. Pour cette raison, plusieurs théories combinant les idées de la

DMFT et celles de la méthode des répliques avaient été développées pour étudier les corréla-

tions locales de systèmes désordonnés [4, 85, 180–182]. Nous allons voir dans cette section

comment, par une combinaison DMFT-répliques appropriée, il est aussi possible d’accéder

aux corrélations à longue portée dans un système désordonné.

4.2.1 Modèle étudié et méthode développée

Nous étudions un modèle de Heisenberg quantique présentant une interaction proches voi-

sins désordonnée aléatoire mais antiferromagnétique en moyenne, défini par le Hamiltonien
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FIGURE 4.2 – Schéma décrivant le modèle de Heisenberg étudié. L’interaction entre spins proches

voisins est la somme d’un terme antiferromagnétique périodique, et d’un terme aléatoire.

suivant

H =
∑

⟨i,j⟩
J̃ijSiSj . (4.15)

Si désigne un opérateur de spin 1/2 agissant sur le site i d’un réseau de coordination z. Les

couplages proches voisins J̃ij = J̃AF
ij + J̃D

ij ≡ Jij/
√
z sont la somme d’un terme antiferro-

magnétique périodique J̃AF
ij = J̃AF (Rj −Ri) ≡ J/

√
z de transformée de Fourier J(q), et

d’un terme désordonné J̃D
ij = JD

ij /
√
z. La partie périodique du couplage est caractérisée par

une densité spectrale d’ondes de spin ρ(ϵ) ≡∑q δ(ϵ− J(q)). Les parties désordonnées JD
ij

sont des couplages aléatoires caractérisés par une distribution gaussienne P (JD
ij ), de valeur

moyenne nulle, ⟨JD
ij ⟩des. = 0, et de variance caractérisée par l’échelle d’énergie JD telle que

⟨JD
ij J

D
kl ⟩des. = δilδjkJ

2
D. Dans cette section, la moyenne sur le désordre est dénotée ⟨· · · ⟩des.,

et δij désigne le symbole de Kronecker.

La méthode que nous avons développée et utilisée [12] s’appuie sur un développement

DMFT z−grand, effectué après avoir au préalable moyenné formellement le système par

la méthode des répliques.

Désordre et méthode des répliques

L’énergie libre étant une grandeur extensive, elle peut être moyennée par rapport à la pro-

babilité P (JD
ij ). Cette procédure, désormais standard, repose sur le fait que dans la limite

thermodynamique, le système est supposé suffisamment grand pour que toutes les configu-

rations de couplages JD
ij soient réalisées (avec le poids statistique correspondant). On utilise

alors la méthode des répliques, qui repose sur le fait que l’énergie libre F peut se déduire de

la fonction de partition Z en utilisant la relation

βF = ⟨logZ⟩des. = lim
n→0+

1

n
log⟨Zn⟩des. . (4.16)

Afin de calculer ⟨Zn⟩des. on introduit n répliques du système, représentées chacune par un

indice α

⟨Zn⟩des. =
∏

i<j

∫ +∞

−∞
dJD

ij P (J
D
ij )Tr

[

exp−β
n
∑

α=1

Hα

]

, (4.17)
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FIGURE 4.3 – Schéma du modèle effectif obtenu en combinant la méthode des répliques et les

développements DMFT. Chaque site i du réseau désordonné initial comporte plusieurs répliques

couplées entre elles localement par un champ dynamique généré par les fluctuations du terme de

désordre. Sur ce schéma, α et β représentent des indices de répliques éventuellement identiques.

Par ailleurs, les fluctuations de type ondes de spin antiferromagnétiques couplent différents sites à

l’intérieur d’une même réplique. Ces deux modes de fluctuation du champ de Weiss (désordre et onde

de spin) sont couplés. Ainsi, par exemple, les ondes de spins à l’intérieur d’une réplique α donnée

peuvent être fortement affectées par le terme de désordre.

où Hα est le Hamiltonien de Heisenberg désordonné défini par Eq. (4.15), agissant sur la

réplique α. Dans l’expression (4.17), la trace Tr est appliquée à tous les opérateurs Sα
i de

l’espace de Hilbert répliqué. Ici, le fait d’intégrer par rapport à tous les termes JD
ij permet

d’interpréter ⟨Zn⟩des. comme la fonction de partition effective du système répliqué. Le mo-

dèle effectif moyenné est invariant par translation et possède la symétrie du réseau de spins

choisi initialement. Cette propriété permet d’adapter les méthodes DMFT de manière natu-

relle. D’un point de vue local, le spin d’un site et d’une réplique donnés ressent les deux
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types de corrélations et fluctuations magnétiques suivantes (voir figure 4.3) : (i) Les spins

d’une même réplique sont couplés par le terme d’échange antiferromagnétique JAF
ij , qui

peut éventuellement faire apparaitre une instabilité vers un ordre antiferromagnétique. (ii)

Des corrélations entre les différentes répliques d’un même spin apparaissent de manière dy-

namique, pouvant donner lieu à une brisure de la symétrie de répliques, caractéristique d’un

ordre de verre de spin.

Développement DMFT pour le système désordonné

Nous avons généralisé les développements z−grand de la méthode DMFT afin de les adapter

à l’étude du modèle de Heisenberg quantique désordonné définit par le Hamiltonien (4.15) et

illustré par la figure 4.3. Les principales étapes standard de la méthode DMFT sont décrites

dans la section 4.1.1 pour un système périodique. Précisons toutefois que le champ Φi discuté

dans la section 4.1.1 devient ici un opérateur de spin Sα
i agissant dans un espace répliqué ;

la fonction de corrélation Gij se généralise en susceptibilité magnétique χµν
iαjα′ . Nous allons

nous concentrer ici sur les adaptations specifiques que nous avons apportées à la méthode afin

de tenir compte des effets de désordre. Tout d’abord, remarquons que les premières étapes

de la méthode DMFT ne nécessitent absolument pas que le réseau soit périodique. Ainsi,

le choix d’un site particulier qui devient arbitrairement le site 0 et l’intégration formelle

des degrés de libertés des autres sites s’effectuent selon la procédure DMFT standard. Le

développement en cumulants 4 conduit, pour le modèle de Heisenberg désordonné répliqué

et moyenné, de fonction de partition (4.17), à l’action locale effective suivante pour le site

i = 0,

Aloc = −1

2

∫ β

0

dτ

∫ β

0

dτ ′
∑

αα′

Sα
0 (τ)S

α′

0 (τ ′)Kαα′

(τ − τ ′) , (4.18)

où le bain dynamique est donné par la susceptibilité dynamique de la cavité, moyennée sur

le désordre,

Kαα′

(τ − τ ′) =
1

3z

∑

ij

⟨

J0iJj0⟨Sα
i (τ)S

α′

j (τ ′)⟩cav.
⟩

des.
. (4.19)

De même, le développement z−grand 5se généralise à la susceptibilité magnétique du mo-

dèle de Heisenberg désordonné que nous étudions ici, ce qui donne l’équation de Bethe-

Salpether suivante

χij = δijΠii −
Jij√
z
ΠiiΠjj −

∑

chemins

(−1)pJii1Ji1i2 · · · Jipj
z(p+1)/2

ΠiiΠi1i1 · · ·ΠipipΠjj . (4.20)

Cependant, le corrélateur local Πii dépend désormais de chaque site i. De même, la suscep-

tibilité magnétique χij n’est plus invariante par translation. Cette invariance par translation

peut être rétablie en moyennant sur les configurations du désordre. Le fait de moyenner χij

correspond à une réalité expérimentale, lorsque la dépendance spatiale de la susceptibilité est

4. similaire à celui détaillé dans la section 4.1.1

5. donné par la relation (4.9)

- 60 -



4.2 DMFT et désordre : verre, ondes, et liquides de spin

mesurée par une méthode spectroscopique diffusive (par exemple, par diffusion inélastique

de neutrons) ; la quantité mesurée est alors issue d’une figure de diffraction, et s’obtient par

transformation de Fourier, χ(q) =≡ 1
N

∑

ij χije
iq·(Rj−Ri). Les fluctuations aléatoires de χij

sont ainsi naturellement supprimées et seule ⟨χij⟩des. contribue à χ(q). Par ailleurs, nous

allons voir que la quantité intervenant dans le bain dynamique local du modèle effectif est

elle aussi la susceptibilité moyenne.

Dans la suite, nous allons utiliser ces développements z−grand et en déduire des relations

d’auto-consistance pour les quantités moyennées. Pour cela, la relation (4.20) est moyennée

par rapport à toutes les distributions de JD
ij possibles. Tout d’abord, on remarque que chaque

lien l − m (et le couplage Jlm associé) apparait soit explicitement dans le produit des J
constituant un chemin (de i à j), soit implicitement à l’intérieur d’une boucle formant un

(et un seul) corrélateur local Π. Par ailleurs, on rappelle que le développement (4.20) ne fait

intervenir que les chemins directs et ne se recoupant pas entre i et j, les corrections étant

d’ordre inférieur en 1/z. La moyenne sur le désordre peut alors se factoriser, et donne le

développement

χij ≡ ⟨χij⟩des. = δijΠ0 −
JAF
ij√
z
Π0Π0 −

∑

chemins

(−1)pJAF
ii1
JAF
i1i2

· · · JAF
ipj

z(p+1)/2
Π0Π0 · · ·Π0Π0 ,

(4.21)

où le corrélateur local moyen Π0 ≡ ⟨Πii⟩des. est indépendant du site, et le couplage ma-

gnétique moyen se réduit simplement à sa partie antiferromagnétique, ⟨Jij⟩des. = JAF
ij . La

dépendance de ce développement par rapport au terme de désordre demeure, mais de ma-

nière implicite, via Π0. La structure du développement moyenné (4.21) est formellement

similaire à celle obtenue par la DMFT pour un système périodique, ce qui permet de gé-

néraliser plusieurs des expressions décrites dans la section 4.1.1, après avoir remplacé avec

prćaution certaines quantités par leurs valeurs moyennées sur le désordre. Ainsi 6, on peut

ensuite exprimer le bain dynamique local (4.19) comme

K =
1

z

∑

ij

JAF
0i J

AF
j0

(

χij − χi0χ
−1
00 χ0j

)

+
1

z

∑

i

J2
Dχii

≡ KAF +KD . (4.22)

Le développement (4.21) permet aussi d’obtenir une expression 7 pour la dépendance en

moment et en énergie de la susceptibilité magnétique,

χ(q, ω) =
1

Π
−1

0 (ω) + J(q)
, (4.23)

qui permet d’interpréter l’inverse du corrélateur moyen, Π
−1

0 (ω), comme une self-énergie

magnétique locale corrigeant le spectre de type ondes de spin donné par le seul terme pério-

dique de couplage antiferromagnétique, J(q).

6. en utilisant pour la susceptibilité avec cavité une relation analogue à Eq. (4.10)

7. similaire à Eq. (4.11)
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Relations DMFT auto-consistantes obtenues pour le système moyenné

On s’intéresse ici uniquement aux solutions ne présentant pas d’ordre magnétique, et on

suppose donc la symétrie de réplique, dont l’indice, superflu, est supprimé. Après avoir ef-

fectué le développement z−grand décrit précédemment, les propriétés moyennes du modèle

de Heisenberg quantique désordonné, défini par le Hamiltonien (4.15), peuvent s’obtenir en

résolvant le système de relations auto-consistantes DMFT suivantes :

D’une part, la susceptibilité magnétique dynamique locale χloc est déterminée par l’action

effective locale (d’après les Eqs. (4.18-4.22))

Aloc = −1

2

∫ β

0

dτ

∫ β

0

dτ ′S0(τ) [KAF (τ − τ ′) +KD(τ − τ ′)]S0(τ
′) . (4.24)

D’autre part, le bain effectif local constitué de deux composantes provenant explicitement

des parties périodique et désordonnée du couplage magnétique, est déterminé par les rela-

tions auto-consistantes suivantes (d’après les Eqs. (4.22-4.23))

KAF (ω) = Π
−1

0 (ω)− 1

χloc(ω)
, (4.25)

KD(ω) = J2
Dχloc(ω) , (4.26)

où le terme de self-énergie magnétique locale, Π
−1

0 peut se déduire de χloc et du couplage

J(q) en utilisant la relation (4.23),

χloc(ω) =
∑

q

χ(q, ω) =
∑

q

1

Π
−1

0 (ω) + J(q)
. (4.27)

Critères d’instabilités magnétiques de cette solution paramagnétique

La possibilité d’une transition du second ordre vers un ordre AF à longue portée est dé-

crite naturellement par ce formalisme DMFT, et se caractérise par une divergence de la

susceptibilité magnétique statique pour un vecteur d’onde QAF particulier caractéristique,

χ(q → QAF , ω = 0;TN) =
1

Π
−1

0 (ω=0;TN )+J(QAF )
→ ∞. Cette condition définit la tempéra-

ture de Néel TN et se réalise lorsque la composante statique de la self-énergie coïncide avec

la borne inférieure du spectre d’ondes de spins. Ce critère d’instabilité AF s’écrit simplement

Π
−1

0 (ω = 0;TN) = −J(QAF ) ≡ min
q

(−J(q)) . (4.28)

D’un autre coté, on peut montrer que la condition d’instabilité de la phase paramagnétique

par rapport à la formation d’une phase de verre de spin, à la température TSG, est donnée par

1 = J2
D

∑

q

χ2(q, ω = 0;TSG) = J2
D

∑

q

1
[

Π
−1

0 (ω = 0;TSG) + J(q)
]2 . (4.29)

L’analyse de ces critères d’instabilité est présentée dans les sections suivantes.
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Commentaires

Il faut bien garder à l’esprit que le formalisme DMFT, de manière très générale, s’appuie

sur l’hypothèse d’une self-énergie locale. Cette approximation suppose que les corrélations

sont à suffisamment courte portée, ce qui est favorisé par exemple à haute température. On

peut donc considérer que la DMFT décrit bien le régime intermédiaire en température et

énergie, dans lequel ces corrélations commencent à s’établir [183]. Ainsi, pour le modèle

de Heisenberg désordonné que nous étudions ici, les corrélations spin-spin décrivent bien

le régime corrélé de type liquide de spin qui avoisine une éventuelle transition magnétique,

qu’elle soit AF ou verre de spin. Il faudra par contre être plus réservé sur l’extrapolation

jusqu’à T = 0 de la solution liquide de spin obtenue. Une telle extrapolation peut cependant

être justifiée lorsque le système est caractérisé par une forte dégénérescence orbitale ou par

une forte frustration géométrique (voir le chapitre 3).

On peut ainsi remarquer que le développement z−grand invoqué précédemment peut, dans

certains cas particuliers, faire apparaître des anomalies :

Tout d’abord, le développement en cumulants utilisé nécessite un rescaling de l’énergie

d’échange entre proches voisins, J̃ij = Jij/
√
z, de sorte que l’énergie libre du système

se comporte comme une grandeur intensive, i.e. proportionnelle à z lorsque z → ∞. Ceci

est possible dans une phase paramagnétique, pour laquelle le premier cumulant est nul par

symétrie. Cependant, si la géométrie du réseau est suffisamment peu frustrée, ce choix de

rescaling peut induire une transition AF du premier ordre non prise en compte par le cri-

tère (4.28). C’est le cas, par exemple, d’un réseau bipartite, pour lequel l’énergie d’une so-

lution AF, donnée par le premier cumulant, se comporte comme Jz
√
z. En général, cette

instabilité issue du développement z−grand peut être écartée, lorsque le système est carac-

térisé par une coordination z suffisamment faible, ou lorsque la géométrie de celui-ci est

suffisamment frustrée.

Une autre anomalie, de violation de causalité pour les corrélations non locales, peut dans

certains cas apparaitre à une température T ⋆, en dessous de laquelle la partie imaginaire de

la self-énergie locale devient négative [5, 184], Im[Π
−1

0 (ω)] < 0 (voir section résultats).

Précisons cependant que la susceptibilité locale reste toujours causale, seule la susceptibi-

lité χ(q, ω) pourrait être affectée en dimension D = 2 et à très basse température (voir

figure 4.5).

4.2.2 Résultats obtenus

Diagramme de phase général et analyse dimensionnelle

Nous avons étudié le diagramme de phase du modèle de Heisenberg désordonné en fonction

du désordre et pour différentes dimensions. Dans ce modèle, la dimension du système,D, est

prise en compte en supposant que la densité d’états d’ondes de spin, ρ(ϵ) ≡∑q δ(ϵ−J(q)),
s’annule en bord de bande ϵAF ≡ min(ϵ) comme

ρ(ϵ) ∝ (ϵ− ϵAF )
D−2

2 , (4.30)

Le diagramme de phase très général s’obtient alors en procédant de la manière suivante : sup-

posons que l’instabilité AF caractérisée par la condition (4.28) apparaisse avant l’instabilité
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TSG

FIGURE 4.4 – Diagramme de phase schématique du modèle de Heisenberg Antiferromagnétique

désordonné en dimension a) D=2 b) D=3, et c) D≤4. La courbe en tirets, TSL, est une température

de crossover en dessous de laquelle les corrélations de liquide de spin apparaissent. TSG et TAF

sont respectivement les températures de transition de verre de spin et d’ordre antiferromagnétique.

Les points indiquent schématiquement la position à laquelle la température de verre de spin devient

supérieure à TAF . La courbe en pointillés indique une ligne de violation de causalité apparaissant

en dimension D=2. Figure d’après [12]

de verre de spin. Alors, lorsque T = TN , on peut remplacer Π
−1

0 (ω = 0;TN) = −J(QAF )
par −ϵAF , et le critère (4.29) de transition de verre de spin devient

1 = J2
D

∫ +∞

ϵAF

ρ(ϵ)

(ϵ− ϵAF )
2dϵ . (4.31)

En utilisant l’ansatz très général donné par la relation (4.30), on trouve que le terme de

droite dans la condition (4.31) diverge pour toute dimension D≤ 4. Ceci démontre que le

critère de transition de verre de spin est toujours réalisé avant l’instabilité magnétique dès

que la dimension est inférieure à 4. Ce résultat, valable même pour un désordre infiniment

faible, signifie qu’une phase purement antiferromagnétique ne peut être obtenue que pour une

dimension supérieure à 4, ou pour un système rigoureusement propre (i.e. sans désordre).

Evidemment, la phase ordonnée magnétiquement peut être mixte, formée simultanément

d’un ordre AF à longue portée et d’un terme de verre de spin.
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FIGURE 4.5 – Diagramme de phase du modèle de Heisenberg antiferromagnétique désordonné

en dimension D= 2 obtenu à partir des calculs DMFT et utilisant un algorithme de Monte Carlo

Quantique pour la résolution du problème effectif local. l’abscisse Jd/J représente le rapport entre

la partie désordonnée et la partie antiferromagnétique de l’interaction. TX indique une température

de crossover en dessous de laquelle les corrélations de liquide de spin apparaissent. TSG est la

température de transition de verre de spin. T ⋆ indique une ligne de violation de causalité apparaissant

en dimension D= 2. Figure d’après [12]

Etude numérique pour deux réalisations particulières : D=2 et D=3

Pour un réseau donné, la résolution des équations DMFT autoconsistantes (4.24, 4.25,4.26,

4.27) peut s’effectuer numériquement par une méthode itérative. Cela nécessite de calculer à

chaque itération la susceptibilité dynamique correspondant à l’action effective locale (4.24).

Comme pour tout calcul DMFT, ceci nécessite l’utilisation d’un "impurity solver" appro-

prié. Pour l’action (4.24), on pourrait envisager d’utiliser une méthode semi-analytique ap-

proximative, telle que celle développée par Sachdev et Ye [87] et que nous avons utilisée

pour étudier la compétition entre un liquide de spin et une phase Kondo [4, 5] (voir sec-

tion 2.4.2). Nous avons préféré ici l’utilisation d’une méthode de résolution numérique plus

exacte, basée sur un algorithme de Monte Carlo Quantique développée par D. Grempel et M.

Rozenberg [185]. En effet, cette méthode permet de vérifier plus quantitativement l’analyse

dimensionnelle générale discutée plus haut.

Dans la suite de cette section, la résolution numérique des équations DMFT par Monte Carlo

Quantique a été obtenue pour deux réalisations particulières du modèle de Heisenberg désor-

donné. Chacune de ces réalisations est définie par la donnée du spectre d’onde de spin AF

spécifique du modèle classique non-désordonné sous-jacent, ρ(ϵ) ≡ ∑

q δ(ϵ − J(q)). La

première présente les principales caractéristiques d’un système de dimension 2,

ρdimension 2(ϵ) ≡
1

2J
. (4.32)

La seconde correspond à un système de dimension 3,

ρdimension 3(ϵ) ≡
2

πJ2

√
J2 − ϵ2 . (4.33)
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Dans ces deux cas, la densité spectrale est bornée et limitée à l’intervalle −J ≤ ϵ ≤ J . La

quantité de désordre du système est donnée par le rapport JD/J .

Nous avons étudié la susceptibilité dynamique de ce modèle pour différentes valeurs de

désordre et une dimension D= 2. La figure 4.5 montre que ce système est caractérisé par

deux échelles de température : la plus élevée correspond à un crossover vers un régime dans

lequel les spins deviennent fortement corrélées (liquide de spin), mais ne s’ordonnent pas

encore. La seconde est la température de verre de spin. Les figures 4.6 et 4.7 montrent res-
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T/J
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1
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!
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c
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µ
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FIGURE 4.6 – Dépendance en température du carré du moment effectif, µ2, en dimension D= 2
pour différentes valeurs du désordre (la courbe de droite correspond au désordre le plus élevé). Les

losanges indiquent l’apparition de l’ordre magnétique. L’encart représente la susceptibilité magné-

tique locale en fonction de la température. La ligne de tirets dans l’encart correspond à (T/J)2/3.

Résultats numériques obtenus pour le modèle de Heisenberg antiferromagnétique désordonné en di-

mension D= 2. Figure d’après [12].

pectivement pour D=2 et D= 3 la dépendance en température du carré du moment effectif

µ2 ≡ T
∫ 1/T

0
χloc(τ)dτ . Cette quantité vaut S(S + 1) = 0.75 pour un spin S = 1/2 libre.

Le moment effectif dévie de cette valeur lorsque les corrélations s’établissent dans le sys-

tème. Pour D=3, l’apparition des corrélations coïncide quasiment avec l’instabilité d’ordre

magnétique (indiquée par les losanges sur les figures). Pour D=2, un régime fortement cor-

rélé de liquide de spin s’établit sur une large gamme de températures, avant que le système

s’ordonne magnétiquement. Nous avons ainsi montré que pour un désordre intermédiaire, le

liquide de spin est observable sur plus d’une décade en température. Dans ce régime inter-

médiaire, la susceptibilité statique suit une loi de puissance en fonction de la température,

avec un exposant non entier. Il apparaît sur une gamme de températures beaucoup plus faible

lorsque le système est propre ou lorsque le désordre est très important.
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FIGURE 4.7 – Analogue D=3 de la figure 4.6. Contrairement au cas D=2, la phase liquide de spin

n’est pas observable car elle est cachée par la phase verre de spin. Figure d’après [12]

4.2.3 Conclusion, perspectives

L’exemple du modèle de Heisenberg désordonné étudié dans cette section peut servir de

modèle prototype pour la méthode développée, qui combine les techniques des développe-

ments z grands de la DMFT avec la méthode des répliques. Cette méthode DMFT-répliques

exploite le caractère local de la self-énergie générée par le désordre, pour traiter dans un

même formalisme des interactions collectives et périodiques, et des fluctuations désordon-

nées importantes. Cette méthode peut se généraliser pour étudier des systèmes présentant des

fluctuations de charges et pouvant être le siège d’un fort désordre. Cette situation se produit

notamment dans de nombreux composés de fermions lourds, pour lesquels un point critique

quantique sépare une phase liquide de Fermi et une phase de verre de spin (voir chapitre 2).

La méthode pourrait aussi s’appliquer à l’étude de systèmes magnétiques isolants sujets à la

fois à une frustration géométrique structurelle (voir chapitre 3), et à un fort désordre.

4.3 DMFT/CPA matricielle (alliages Kondo)

En développant une version matricielle de la DMFT, nous avons étudié une famille d’alliages

binaires de systèmes d’électrons corrélés [6]. L’une des motivations expérimentales est de

pouvoir décrire des séries de matériaux Kondo étudiées par substitution chimique de deux

éléments, comme par exemple le dopage Ce-La dans les composés tels que CeNi2Ge2 [186]

ou CePtIn [187], Yb-Lu dans YbB12 [188] ou YbRh2Si2 [189], ou encore Eu-Sm, U-Th.

Les résultats physiques obtenus en appliquant cette méthode aux alliages Kondo sont décrits

dans le chapitre 2. Dans cette section, nous nous concentrons sur des aspects plus tech-
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niques de la méthode que nous avons développée. Il s’agit d’une adaptation par la DMFT

de la généralisation matricielle de l’approximation du potentiel cohérent (CPA), introduite

en 1971 par Blackman, Esterling et Berk [80, 190]. Dans la version scalaire de la méthode

CPA, le système électronique décrivant un alliage binaire est approximé par un milieu ef-

fectif, caractérisé par une self-énergie locale, i.e., dépendante de la fréquence mais pas du

vecteur d’onde [191–195]. En remarquant qu’une self-énergie locale caractérise aussi l’ap-

proximation de la DMFT (voir section 4.1.1), Kakehashi a montré l’équivalence entre les

approximations CPA et DMFT [195]. Bien qu’elles décrivent la même physique, la mise en

pratique de ces deux méthodes demeure différente, la DMFT offrant un cadre beaucoup plus

général pour traiter les corrélations électroniques locales. Notons par ailleurs que la version

matricielle de la DMFT présentée dans cette section se distingue de la méthode DMFT des

clusters dynamiques introduite dans [70], puisque cette dernière ne concerne que le désordre

diagonal (voir plus loin).

4.3.1 Le modèle d’alliage Kondo aléatoire étudié

Expérimentalement, les systèmes Kondo peuvent être réalisés en dopant des composés mé-

talliques ou semi-conducteurs avec des impuretés magnétiques. La formule chimique des

alliages ainsi obtenus peut s’écrire AxB1−x, où A désigne un atome magnétique et B un

atome non magnétique. Lorsque la concentration en impuretés magnétiques, x, est faible,

un modèle Kondo à une seule impureté permet de décrire les propriétés du système à basse

température. Lorsque les impuretés sont concentrées (x proche de 1), le modèle à une seule

impureté ne permet pas d’expliquer certains phénomènes observés expérimentalement, tels

que l’apparition de corrélations magnétiques, la diminution de la température de liquide de

Fermi, ou l’apparition d’un régime de non liquide de Fermi. Il est alors nécessaire d’intro-

duire un modèle de type réseau Kondo. En utilisant la généralisation matricielle de la DMFT

et de la CPA, nous avons étudié la transition entre le régime dilué (x faible) et le régime

dense (x = 1) pour des systèmes Kondo.

On considère le modèle d’alliage Kondo décrit par le Hamiltonien suivant

H =
∑

ijσ

t̃ijc
†
iσcjσ + JK

∑

i∈A
Si · σi , (4.34)

où le premier terme décrit un échange proche voisins pour des électrons de conduction sur un

réseau cristallin dont les sites sont occupés aléatoirement par des atomes de type A (Kondo)

ouB (non Kondo). On suppose que la distribution des atomesA ouB est purement aléatoire,

et correspond aux concentrations cA = x et cB = 1 − x. L’énergie d’échange électronique

entre deux sites voisins peut prendre trois valeurs possibles, t̃A, t̃B, ou t̃AB selon que les

deux sites sont du même type A ou B, ou des deux types. Le réseau cristallin sous-jacent

sur lequel sont disposés les atomes A et B est périodique, et caractérisé par un facteur de

structure γij dont la transformée de Fourier est γk ≡ ∑

ij γije
ik·(Rj−Ri). Le second terme

dans le Hamiltonien (4.34) décrit l’interaction Kondo locale entre la densité de spin locale σi

des électrons de conduction, et le spin quantique 1/2 représentant chaque impureté Kondo,

Si.
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4.3.2 Méthode DMFT matricielle développée

Nous avons généralisé à un alliage aléatoire les développement z−grands de la DMFT décrits

dans section 4.1.1. Notons que l’une des spécificités de l’alliage se manifeste dès la première

étape de ce développement : le type de site choisi comme origine n’est pas clairement défini,

puisqu’il peut être aléatoirement soit A, soit B, mais évidemment pas les deux. L’astuce,

utilisée dans la suite, consiste à dupliquer virtuellement le réseau cristallin, de sorte que

chaque site puisse réunir simultanément les degrés de liberté A et B. L’énergie d’échange

électronique peut alors s’exprimer en utilisant une matrice d’échange pouvant hybrider deux

pseudo-orbitales A et B sur des sites voisins,

W ≡





tA tAB

tAB tB



 , (4.35)

où les couplages sont redimensionnés comme t̃ij ≡ tij/
√
z dans la limite d’une grande coor-

dination z, ce qui est standard dans les traitements DMFT. Le système réel initial, dont le type

d’atome est bien défini pour chaque site, est alors parfaitement reconstitué en introduisant

un opérateur de projection sur chaque site,

Pi ≡





x̂i

ŷi



 , avec son conjugué, P
†
i ≡

(

x̂i, ŷi

)

, (4.36)

où x̂i = 1 − ŷi vaut 1 si i est un site de type A, et zéro sinon. En utilisant ces définitions, le

Hamiltonien (4.34) peut se mettre sous la forme

H =
∑

ijσ

c†iσP
†
i

γijW√
z

Pjcjσ + JK
∑

i

x̂iSi · σi . (4.37)

En utilisant les opérateurs de projection introduits ci-dessus, le développement en cumulant

décrit dans la section 4.1.1 peut s’appliquer sans difficulté au Hamiltonien (4.37), donnant

dans la limite z−grand l’action effective locale suivante pour le site i = 0 choisi arbitraire-

ment de type Kondo (x̂0 = 1) ou non Kondo (x̂0 = 0) :

Aloc(x̂0) = −
∑

σ

∫ β

0

dτ

∫ β

0

dτ ′c†0σ(τ)P
†
0K(τ − τ ′)P0c0σ(τ)− x̂0JK

∫ β

0

dτS0(τ) · σ0(τ) .

(4.38)

Ici, le bain dynamique K prend la forme d’une matrice 2×2, dont les opérateurs de projection

P
(†)
0 sélectionnent les éléments KA ou KB selon que le site 0 est occupé par un atome de type

A ouB. L’action effective locale reste scalaire, et peut prendre deux valeurs, Aloc(x̂0 = 1) ≡
AA, et Aloc(x̂0 = 0) ≡ AB. Le bain dynamique est donné par 8

K(ω) = (ω + µ)I−
∑

ij

γ0iγj0
z

W
⟨

PiP
†
jG

cav.
ij (ω)

⟩

des.
W . (4.39)

8. relation similaire à Eq. (4.8), obtenue dans l’exemple illustratif de la section 4.1.1
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Dans cette expression, le facteur devant la matrice identité I est standard dans les dévelop-

pements DMFT de systèmes de fermions traités comme des champs grassmanniens, et il

correspond au propagateur libre des électrons de conduction, avec le potentiel chimique µ.

La fonction de Green Gcav.
ij caractérise les électrons avec la cavité. La notation ⟨· · · ⟩des. si-

gnifie que le système a été moyenné par rapport aux différentes configurations A ou B de

tous les autres sites, i.e., le site 0 excepté 9.

Suivant la procédure DMFT standard, les fonctions de Green électroniques sont exprimées

pour chaque configuration aléatoire par un développement perturbatif à l’ordre infini en

échange inter-site. En ne gardant que les termes dominants dans la limite z−grand, on obtient

une généralisation matricielle du développement (4.9)

Gij =
∑

chemins

γii1γi1i2 · · · γipj
z(p+1)/2

ΠiiWΠi1i1W · · ·ΠipipWΠjj , (4.40)

où l’on a introduit la structure matricielle pseudo-orbitale des fonction de Green

Gij ≡ PiGijP
†
j =





x̂ix̂j x̂iŷj

ŷix̂j ŷiŷj



Gij , (4.41)

et celle du propagateur local

Πii ≡ PiΠiiP
†
i =





x̂2i x̂iŷi

ŷix̂i ŷ2i



Πii . (4.42)

Le propagateur local Πii contient les corrélations locales et peut varier d’un site à l’autre,

en fonction du type d’atome (A ou B), mais aussi en fonction de la configuration aléatoire

environnante. De manière similaire à l’approche suivie dans la version matricielle de l’ap-

proximation du potentiel cohérent (CPA)[190], il faut considérer ici x̂i = δ (site B) ou 1− δ
(site A) et prendre la limite δ → 0 ultérieurement.

Par la suite, nous allons moyenner la relation (4.40) par rapport aux configurations possibles.

En supposant que le type d’atome A ou B sur chaque site est aléatoire et indépendant de la

configuration des autres sites, on obtient le développement z−grand suivant pour la fonction

de Green moyenne,

⟨Gij⟩des. =
∑

chemins

γii1γi1i2 · · · γipj
z(p+1)/2

Π0WΠ0W · · ·Π0WΠ0 , (4.43)

où Π0 ≡ ⟨Πii⟩des.. En remarquant que la symétrie de translation du réseau sous-jacent est

rétablie pour ces quantités moyennées, la suite du développement DMFT peut redevenir

standard. Ainsi, par exemple, la matrice 2×2 du bain dynamique Eq. (4.39) peut se simplifier

en utilisant la relation
⟨

PiP
†
jG

cav.
ij

⟩

des.
=
⟨

Gcav.
ij

⟩

des.
= ⟨Gij⟩des.−⟨Gi0⟩des.G−1

loc ⟨G0j⟩des.,
avec

Gloc ≡ ⟨Gii⟩des. =





xGA 0

0 (1− x)GB



 . (4.44)

9. Le fait d’auto-moyenner le bain sur le désordre est similaire à la méthode suivie pour le modèle de

Heisenberg désordonné dans la section 4.2. On pourrait, pour être rigoureux, obtenir la même expression après

avoir introduit des répliques du système et supposer par la suite la symétrie de réplique.
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Relations auto-consistantes obtenues pour le système moyenné

Les éléments de matrices diagonaux de la fonction de Green locale moyennée, GA et GB,

correspondent respectivement aux fonctions de Green locales obtenues pour l’action effec-

tive locale Eq. (4.38) sur des sites de type A et B. On obtient, pour un site comportant un

atome de type Kondo,

AA
loc = −

∑

σ

∫ β

0

dτ

∫ β

0

dτ ′c†0σ(τ)KA(τ − τ ′)c0σ(τ)− JK

∫ β

0

dτS0(τ) · σ0(τ) .

(4.45)

Cette action contient le terme d’interaction Kondo locale, dont la prise en compte pour le cal-

cul de GA nécessite l’utilisation d’une méthode ou d’une approximation appropriée (comme

pour tout calcul par DMFT). En revanche, l’action effective locale sur les sites de type B est

simplement gaussienne et ne présente aucun terme de corrélation explicite. La fonction de

Green correspondante se déduit alors directement du bain par la relation

GB(ω) =
1

KB(ω)
. (4.46)

Ces relations DMFT sont complétées par des relations auto-consistantes pour les bains dy-

namiques. Pour cela, on considère que KA et KB sont les éléments diagonaux de la matrice

2 × 2 de bain K (voir expression 4.39). Cette matrice de bain peut se déduire des fonctions

de Green locales, en résolvant l’équation

Gloc(ω) =
∑

k

(

(ω + µ)I−K(ω) +G−1
loc(ω)−Wγk

)−1
, (4.47)

où la matrice diagonale Gloc s’exprime en fonction de GA, GB et de la concentration x en

utilisant la relation (4.44).

Self-énergie locale et corrélations spatiales

On introduit la transformée de Fourier de la matrice (au sens pseudo-orbital A ou B) des

fonctions de Green électroniques, Gk ≡ ∑

ij e
−k(Ri−Rj)Gij . Si le système est suffisam-

ment grand, on peut supposer que la fonction de corrélation est auto-moyennée lorsque l’on

somme sur les sites. On peut alors exprimer Gk en remplaçant Gij par sa valeur moyenne.

En utilisant les développements DMFT présentés plus haut, on montre que

Gk(ω) = ((ω + µ)I−Σ(ω)−Wγk)
−1 , (4.48)

où la matrice de self-énergie locale est donnée par la relation

Σ(ω) ≡ K(ω)−G−1
loc(ω) . (4.49)

Soulignons que la méthode DMFT développée ici préserve les corrélations entre les deux

sous-systèmes A et B. En effet, Gloc est diagonale car chaque site doit être d’un type A ou

B bien défini. Mais Gk n’est pas diagonale, les pseudo-bandes A et B étant inévitablement
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hybridées par le terme d’échange tAB. Les éléments hors-diagonaux de la matrice de self-

énergie, ΣAB, sont déterminés en exprimant que la fonction de Green locale est diagonale,

GAB
loc = 0. L’apparition de ces termes hors-diagonaux pour la self-énergie n’est pas liée à

l’interaction Kondo ; elle résulte simplement de l’impossibilité qu’un site soit simultanément

de types A et B. D’une certaine manière, si l’on décrit le système comme étant constitué de

deux pseudo-bandes A et B hybridées, la répulsion locale infinie entre ces deux pseudo-

bandes se manifeste par un terme de self-énergie locale.

4.3.3 Résultats obtenus

Les alliages Kondo considérés sont « doublement » aléatoires :

Aléatoirité diagonale : chaque atome de l’alliage peut être soit une impureté Kondo (atomes

A, avec une probabilité x), soit un atome non magnétique (atomes B, probabilité 1− x).

Aléatoirité non diagonale : l’énergie d’échange d’un électron entre deux atomes voisins

dépend de la nature de ces atomes ; trois énergies d’échanges sont possibles, tA, tB, et tAB.

Nous avons étudié ces deux effets tout d’abord indépendamment, puis simultanément, en

utilisant la méthode DMFT matricielle présentée précédemment. Pour les applications nu-

mériques, nous avons considéré comme réseau un arbre de Bethe, qui permet de remplacer

la somme sur les moments k [dans la relation d’auto-consistance (4.47)] par une intégrale

sur la densité spectrale semi-elliptique correspondante.

Aléatoirité non diagonale

En l’absence d’interaction Kondo, le système se réduit à un modèle de type tight-binding

aléatoire, caractérisé par trois énergies d’échange, tA, tB, et tAB. Les densités d’états élec-

troniques locales ont été calculées pour chaque type de site,A ouB. Les résultats numériques

complets, présentés dans [6], font apparaitre deux régimes :

- Régime tAB <
√
tAtB, de faible couplage entre les deux sous-systèmesA etB : les densités

d’états locales sont simplement renormalisées en fonction des concentrations xA et xB en

atomes A et B, comme illustré sur la figure 4.8.

- Régime tAB >
√
tAtB : ce régime de couplage fort entre les deux sous-systèmes A et

B est beaucoup plus riche. Comme on peut le voir sur la figure 4.9, les densités d’états

électroniques locales se décomposent en trois parties : deux satellites et un pic central, entre

lesquels un gap peut apparaitre lorsque l’énergie d’échange tAB est suffisamment élevée. Les

pics satellites correspondent à des états électroniques repartis de manière équiprobable entre

les deux sous réseaux A et B, alors que les états du pic central correspondent à des électrons

créés uniquement sur les atomes majoritaires (B si x < 1/2 et A si x > 1/2).

Aléatoirité diagonale

Nous avons calculé la température de Kondo TK et la température de liquide de Fermi TFL

d’un alliage Kondo pour des énergies d’échange électronique égales (tA = tB = tAB),

ainsi que la densité d’états électroniques locale pour un site magnétique A. Le résultat ob-

tenu a permis de compléter des résultats obtenus précédemment sur le réseau Kondo. La

section 2.3.3 de ce rapport est spécifiquement dédiée à l’analyse des échelles d’énergie que

- 72 -



4.3 DMFT/CPA matricielle (alliages Kondo)

xt
A

0

ω

A
ρ

xt
B

−1

0

ω

B
ρ

FIGURE 4.8 – Densités d’états électroniques locales (couplage tAB faible). Schéma simplifié obtenu

d’après les résultats numériques. Figure d’après [6].
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xx ρρρ )1( −+=Averaged local dos:

Mixed A-B states
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Spectral weight x

FIGURE 4.9 – Densité d’état électronique locale moyenne (couplage tAB fort). Schéma simplifié

obtenu d’après les résultats numériques. Le poids de chacun des deux pics satellites est égal à la

concentration en atomes minoritaires (x ou 1− x). Figure d’après [6].

nous avons calculées pour ce système. Nous avons ainsi mis en évidence la transition entre le

régime d’impuretés diluées et celui d’impuretés denses, qui apparait pour une concentration

x = nc. Cette transition peut s’observer en étudiant l’évolution des deux échelles d’énergie

en fonction de x. On peut le constater sur la figure 2.6, qui présente des courbes identiques

dans le régime dilué et distinctes dans le régime dense. La densité d’états électroniques lo-

cale, présentée sur la figure 4.10, se caractérise par l’apparition de la résonance Kondo à la

température de Kondo TK , phénomène indépendant de la concentration en impuretés, x. Par

contre, à plus basse température, la formation de l’état cohérent de liquide de Fermi implique

l’ouverture d’un gap lorsque le nombre d’impuretés devient supérieur au nombre d’électrons

de conduction.
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FIGURE 4.10 – Densité d’états électroniques locale (dos) calculée numériquement pour différentes

concentrations x et un remplissage électronique nc = 0.6. (a) Pour T > TK , nous obtenons une dos

semi elliptique, correspondant à la dos d’un système d’électrons sans interaction sur un réseau de

Bethe (réseau utilisé pour les calculs). (b) Pour T = TK , la résonance kondo apparait au niveau

de Fermi, indépendamment de la concentration x. (c) Pour T ≪ TK , un gap s’ouvre pour x > nc.

Figure d’après [6].

Deux effets aléatoires simultanés

Après avoir étudié indépendamment les deux phénomènes aléatoires (diagonal, et non diago-

nal) dans les deux sections précédente, cette section est consacrée à l’analyse de leur présence

simultanée. Nous avons calculé les densités d’états électroniques locales et les énergies ca-

ractéristiques du modèle Kondo avec énergies d’échange électronique aléatoires, en fonction

de la concentration x en impuretés magnétiques, et pour différentes valeurs du remplissage

électronique nc.

En complément de la transition entre le régime dense et le régime dilué, obtenue pour x = nc,

il apparait deux autres concentrations critiques xc1 = nc/2 et xc2 = 1 − nc/2, permettant

de caractériser l’évolution de la température de Kondo selon trois régimes, celle-ci pouvant

être très fortement diminuée pour des concentrations x < xc1. L’apparition de ces diffé-

rents régimes pour tAB élevé s’explique en considérant la structure multi-bande de la densité

d’états électroniques locale, constituée d’un pic central et de deux satellites (voir figure 4.9).

Les concentrations xc1 et xc2 correspondent à une transition du niveau de Fermi entre les

pics satellites, correspondant à des états électroniques distribués de manière équiprobable

entre les atomes magnétiques et non magnétiques, et le pic central, correspondant à des états

électroniques sur les atomes majoritaires, c’est-à-dire magnétiques pour x > xc2, et non ma-

gnétiques pour x < xc1. La température de Kondo étant directement liée à la densité d’états

électroniques disponibles sur les sites magnétiques, celle-ci peut s’annuler pour x < xc1.
Une règle de somme permet alors d’expliquer la relation observée numériquement entre xc1,
xc2 et nc.

Les résultats que nous avons obtenus prédisent un comportement universel du rapport T0/TK .

Ils suggèrent une étude systématique des résultats expérimentaux obtenus pour des alliages
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FIGURE 4.11 – Evolution de la température de Kondo TK (à gauche) et du rapport entre la tempé-

rature de liquide de Fermi et la température de Kondo, T0/TK (à droite), en fonction de x, dans le

régime tAB élevé par rapport à tA et tB . Schéma simplifié obtenu d’après les calculs numériques.

de type Kondo. De plus, l’approche DMFT matricielle que nous avons développée pour

ce système peut être adaptée très simplement pour étudier d’autres modèles d’alliages de

substitution présentant de fortes corrélations électroniques.

4.3.4 Conclusion, perspectives

La méthode DMFT que nous avons développée s’est avérée très efficaces pour étudier des

alliages Kondo. Nous l’avons utilisée pour décrire des phases paramagnétiques de ces sys-

tèmes, en traitant l’interaction Kondo par la méthode du champ moyen statique (résultats dis-

cutés dans le chapitre 2). De nombreuses adaptations sont possibles, pour explorer d’autres

questions liées aux alliages Kondo, comme par exemple l’origine du comportement de non

liquide de Fermi observé par dopage Ce-La dans le composé CeNi2Ge2 [186]). Des ques-

tions théoriques générales restent ouvertes, concernant par exemple l’évolution de la surface

de Fermi d’un alliage Kondo binaire (voir aussi le chapitre 2), ou l’éventuelle généralisation

à ce type de systèmes de la démonstration du théorème de Luttinger présentée dans [140].

La possibilité d’observer des transitions vitreuses pourrait aussi être explorée, en utilisant la

méthode des répliques (voir section 4.2). Cette méthode ne se limite pas aux alliages Kondo,

et peut aussi être appliquée de manière très générale à l’étude d’alliages binaires, avec ou

sans corrélations électroniques.
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4.4 Bosons esclaves et théorie des Matrices Aléatoires (sys-

tèmes chaotiques)

Cette section passe en revue différentes études que nous avons effectuées, par la méthode

des bosons esclaves, d’une boîte quantique mésoscopique chaotique couplée à une impureté

magnétique de type Kondo [13–16].

Le concept de boîte Kondo a été introduit à la fin des années 1990 [196], c’est à dire assez

tardivement dans l’histoire de l’effet Kondo, pour décrire une impureté magnétique dans

un grain métallique de très petite taille. Parallèlement, la nano-électronique a fait émerger

à la même époque des transistors à très faible nombre d’électrons, pouvant se comporter

comme des impuretés magnétiques Kondo artificielles [197, 198]. Dans ce contexte, la boîte

Kondo décrit aussi une structure mésoscopique constituée d’un double point quantique [199,

200]. L’aspect mésoscopique de ces systèmes peut affecter fortement leurs propriétés, et

certains des résultats qui étaient bien établis pour le modèle Kondo dans un bain électronique

macroscopique doivent être entièrement revisités. Nous nous sommes plus spécifiquement

intéressés aux effets des éventuelles fluctuations chaotiques du bain.

4.4.1 Système, modèle : boîte Kondo mésoscopique (chaotique ou non)

FIGURE 4.12 – Illustration schématique d’un système couplant un grand et un petit ilot quantique.

A gauche : régime couplage faible T ≫ TK . A droite : régime couplage fort T ≪ TK . Les énergies

des niveaux et les fonctions d’onde observables à l’aide d’une pointe STM (tip) peuvent varier d’un

régime liquide de Fermi à l’autre.

Le modèle que nous étudions décrit une impureté Kondo en interaction avec un bain élec-

tronique mésoscopique caractérisé par un spectre fini et discret. Ce système peut être réalisé

expérimentalement en connectant deux points (ou îlots) quantiques de tailles différentes (voir

figure 4.12). La répulsion coulombienne engendre pour chaque îlot quantique une séparation

énergétique entre niveaux d’occupations électroniques, qui est d’autant plus forte que la taille

de l’îlot est petite. Il est ainsi possible, en jouant avec la taille des deux points quantiques,

de réaliser un système pour lequel le petit îlot est décrit par un seul électron, c’est-à-dire une
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impureté Kondo. Le second îlot quantique, plus gros, constitue le bain électronique méso-

scopique. Une autre réalisation expérimentale est obtenue en dopant un système métallique

de taille mésoscopique avec une très faible concentration d’atomes magnétiques.

L’interaction Kondo est traitée par l’approximation du champ moyen (i.e., l’approche « grand

N », ou « bosons esclaves », voir chapitre 2). Plusieurs paramètres physiques ajustables ex-

périmentalement sont considérés : l’espacement moyen ∆ entre les niveaux du bain, la tem-

pérature T , la température de Kondo T bulk
K qui caractériserait le même système si le bain

était macroscopique (i.e. pour ∆ = 0), et le potentiel électrique ou chimique µ appliqué au

bain. l’effet principal de ce dernier consiste à faire varier la parité du nombre d’électrons du

bain. Nous avons calculé les quantités physiques permettant de décrire et de caractériser ce

système : la température de Kondo, la susceptibilité magnétique, la densité d’états électro-

niques, la conductivité électrique à travers le gros îlot quantique. Nous avons aussi étudié les

corrélations entre le liquide de Fermi mésoscopique caractérisant le régime Kondo et celui

caractérisant le régime découplé (voir figure 4.12).
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FIGURE 4.13 – Distributions utilisées pour la boite Kondo chaotique. A gauche, distribution des

espacements entre niveaux d’énergie s (∆ dénote l’espacement moyen). A droite, distribution des

amplitudes des fonctions d’onde électroniques locales, i.e., sur le site de l’impureté.

4.4.2 Modèle et méthode

Les principales propriétés du système sont décrites indistinctement par un Hamiltonien Kondo,

H = Hbain + JKs0S, ou par un Hamiltonien de Anderson H = Hbain + V
∑

σ[d
†
0σfσ +

f †
σd0σ] +Ef

∑

σ f
†
σfσ avec répulsion coulombienne locale Uff infinie. Un ingrédient crucial

sur lequel nous nous focalisons dans cette section est le fait que l’impureté quantique, Kondo

ou de Anderson, est placée dans un bain électronique mésoscopique (le gros îlot) décrit par

le Hamiltonien Hbain =
∑

iσ(ϵi − µ)d†iσdiσ. Le système est supposé chaotique, et les ni-

veaux d’énergie ϵi, discrets, sont distribués selon la théorie des matrices aléatoires [201] ;

les fonctions d’ondes électroniques locales ϕi(0) permettant de relier l’opérateur de création

électronique local d†0σ aux modes d’excitations propres du gros îlot, d†iσ, sont données par

une distribution gaussienne (voir figure 4.13).

On pourrait envisager d’étudier ce système par une approche DMFT (voir section 4.1.1).

Ainsi, par exemple, la boîte Kondo chaotique peut être décrite par une action effective lo-

cale Aloc = −∑σ

∫ β

0
dτ
∫ β

0
dτ ′d†0σ(τ)K(τ − τ ′)d0σ(τ) − JK

∫ β

0
dτs0(τ) · S0(τ) formelle-

ment très similaire à celle obtenue section 4.3 pour une impureté Kondo placée dans un
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alliage aléatoire (voir Eq. 4.45). Cependant, une différence cruciale distingue ces deux sys-

tèmes : le bain dynamique obtenu pour l’îlot mésoscopique est caractérisé par un spectre

discret, K−1(ω) =
∑

i
|ϕi(0)|2
ω+µ−ϵi

, alors que celui obtenu dans un alliage Kondo macroscopique,

K−1
A (ω), possède un spectre continu. Cette différence s’avère très pertinente lorsque l’on

s’intéresse à des systèmes chaotiques, pour lesquels les fonctions d’ondes locales ϕi(0) et les

niveaux d’énergie ϵi sont distribués aléatoirement. En effet, pour un spectre continu, il suffit

que le système soit métallique pour obtenir une densité spectrale finie, ImK−1
A (i0+) ̸= 0 ; il

en résulte l’émergence d’une énergie Kondo finie pouvant favoriser l’apparition d’un régime

de couplage fort entre l’impureté et le bain électronique 10. Comme nous allons le voir, la

réalisation d’une phase Kondo s’avère plus subtile pour un bain mésoscopique.

Certaines méthodes de calcul permettant de résoudre les modèles Kondo et Anderson à

une impureté supposent que le spectre du bain électronique soit continu. Ainsi, l’Ansatz de

Bethe [202, 203] ne peut pas s’appliquer pour le système mésoscopique que nous étudions

dans cette section, à cause du caractère discret du spectre du bain électronique. De même,

le groupe de renormalisation numérique, bien qu’il s’appuie sur une discrétisation logarith-

mique du spectre du bain [17, 204–206], ne peut pas s’appliquer trivialement à un système

chaotique dont les niveaux discrets sont distribués aléatoirement. Les méthodes numériques

telles que la diagonalisation exacte ou Monte Carlo Quantique [207] peuvent s’avérer peu

efficaces, la première ne pouvant s’appliquer que pour un très petit nombre de niveaux élec-

troniques, et la seconde pouvant s’avérer très lourde à basse température.

L’approximation de champ moyen décrite au chapitre 2 pour l’étude de systèmes Kondo

macroscopiques est ainsi la méthode la plus naturelle pour explorer le problème de la boite

Kondo chaotique. Plusieurs modèles d’impuretés dans un bain mésoscopique ont déjà été

étudiés avec succès en utilisant cette approximation (voir par exemple [208]). Dans cette

section, nous nous concentrons sur les spécificités du caractère chaotique et aléatoire de la

boîte Kondo étudiée.

4.4.3 Système mésoscopique idéalisé (i.e., non-chaotique)

Dans un premier temps, nous avons considéré une boite Kondo idéalisée, pour laquelle l’es-

pacement entre niveaux d’énergie, ∆, ainsi que l’amplitude locale des fonctions d’ondes sur

le site de l’impureté, ϕi(0), sont constants. Les résultats que nous avons obtenus confirment

et complètent des résultats obtenus précédemment par d’autres méthodes. Notamment, alors

que les propriétés du régime macroscopique T bulk
K ≫ ∆ sont universelles, nous obtenons des

effets de parité lorsque T bulk
K < ∆. Lorsque le remplissage électronique de la boite Kondo

est impair, l’état fondamental est toujours caractérisé par l’effet Kondo, alors que pour un

remplissage électronique pair, nous obtenons une valeur critique de l’espacement ∆, au delà

de laquelle l’effet Kondo ne peut pas apparaître (voir figure 4.14).

Même dans le régime Kondo, les effets de parité se manifestent, par exemple, sur le compor-

tement de la susceptibilité magnétique locale, χ(T ) : en l’absence d’effet Kondo, la réponse

magnétique de l’impureté suit une loi de Curie, caractéristique d’un spin S = 1/2 libre, et le

carré du moment effectif, Tχzz(T ) vaut 1/4. Dans une phase Kondo complètement écrantée,

caractérisée par la formation d’un singulet local, le moment effectif s’annule. C’est le cas

10. Les instabilités d’une telle phase sont discutées dans la section 2.4.
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FIGURE 4.14 – Température de Kondo de la boite Kondo idéalisée, en fonction de l’inverse de

l’espacement entre niveaux d’énergie, ∆. L’échelle d’énergie utilisée est la température de Kondo du

système macroscopique équivalent, T bulk
K . Résultat numérique obtenu en traitant l’interaction Kondo

par l’approximation du champ moyen [209].

FIGURE 4.15 – Moment effectif local de la boite Kondo idéalisée obtenu numériquement, par simu-

lations Monte Carlo quantique (figure de gauche, d’après [207]), et par le groupe de renormalisation

numérique (figure de droite, d’après [206]) ; attention aux notations, exceptionnellement pour cette

figure, µ2 ≡ Tχzz(T ). Les lignes pleines épaisses correspondent à la limite thermodynamique (i.e.

occupation électronique infinie). Les autres lignes correspondent à des occupations électroniques fi-

nies prenant différentes valeurs paires (à gauche lignes pleines, à droite lignes grises a), ou impaires

( à gauche lignes en pointillés, à droite lignes grises b).

de la boite Kondo idéalisée lorsque le remplissage électronique est impair (voir figures 4.15

et 4.16). Par contre, pour un remplissage pair, l’écrantage Kondo n’est que partiel, et le mo-

ment effectif reste fini jusqu’à température nulle.

Nos résultats permettent ainsi de valider l’approximation de champ moyen que nous avons

utilisée pour ce modèle idéalisé. Celle-ci s’est avérée très efficace pour la suite de cette étude,

qui consiste à étudier un modèle pour lequel le bain électronique mésoscopique est chaotique.

Dans ce cas, l’impureté Kondo est couplée aléatoirement avec chacun des différents niveaux

du bain, selon une distribution donnée par la théorie des matrices aléatoires (voir figure 4.13).

Ce modèle permet de tenir compte de la géométrie du système mésoscopique considéré.
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FIGURE 4.16 – Moment effectif local de la boite Kondo idéalisée obtenu par l’approximation du

champ moyen pour un remplissage impair (ronds pleins), et pair (cercles) [209]. Les effets de parité

obtenus par des méthodes numériques plus lourdes sont reproduits très efficacement par le champ

moyen (voir figure 4.15).

4.4.4 Système mésoscopique chaotique : résultats obtenus

En traitant l’interaction Kondo par l’approximation du champ moyen, nous avons calculé

numériquement les quantités physiques suivantes :

Température de Kondo

ODD

EVEN

µ = 0

p (TK) ∝ T−α
K

0.01

0.1

1

10

p
(T

K
)

10−4 10−3 10−2 10−1 100 101

TK/Tbulk

K

FIGURE 4.17 – Distribution de température de Kondo de la boite Kondo chaotique, obtenue pour

∆/T bulk
K = 2 pour NC fixé ou µ = 0. Un résultat quantitativement identique, non présenté ici, a

aussi été obtenu pour ∆/T bulk
K 100. Pour NC impair, on observe une loi de puissance p(TK) ∝ T−α

K ,

indiquée par le segment de droite. Résultat numérique obtenu dans le cadre de l’approximation du

champ moyen, en considérant 100 niveaux électroniques et plus de 50000 configurations chaotiques

aléatoires. Figure d’après [13].

La figure 4.17 illustre les effets de parité du remplissage électronique, qui donnent lieu à

des distributions de température de Kondo différentes selon que la boite Kondo chaotique
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comporte un nombre d’électrons pair ou impair. Notons que des probabilité de distribution

de température de Kondo avaient déjà été étudiées dans un contexte différent, de matériaux

macroscopiques désordonnés [210–212], pour lesquels des lois de puissance avaient aussi

été prédites, mais aucun effet de parité n’avait pu être étudié.

Susceptibilité magnétique et nombre de Wilson

Comme pour un réseau Kondo, mais pour des raisons bien différentes, le nombre de Wilson

de la boîte kondo chaotique, défini comme le produit entre la température de Kondo et la

susceptibilité magnétique locale à T = 0, n’est pas une quantité universelle. Cela contraste

fortement avec le cas d’une impureté Kondo dans un bain électronique macroscopique (voir

l’intégralité du chapitre 2 pour l’étude du réseau Kondo). La figure 4.18 permet d’illustrer

cette non universalité pour le cas mésoscopique, en présentant la distribution du nombre de

Wilson, calculée pour un bain électronique chaotique. La figure 4.19 montre la distribution
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FIGURE 4.18 – Distribution du nombre de Wilson, W ⋆ = TKχ(T = 0), obtenue par l’approxi-

mation de champ moyen pour la boite de Anderson chaotique, en appliquant la théorie des matrices

aléatoires (RMT) à deux familles de systèmes chaotiques : l’ensemble orthogonal gaussien (GOE) et

l’ensemble unitaire gaussien (GUE). Figure d’après [16].

du moment effectif local, qui n’est écranté en moyenne que pour une occupation électronique

impaire. La ligne verticale en tirets indique la valeur correspondant au système bulk. Les

paramètres suivants ont été utilisés pour le modèle de Anderson : largeur de distribution des

niveaux D = 3, Ed = −0.7, V = 0.6, et T = 0.005. L’écart moyen entre niveaux est de

∆ = 0.01, et la température de Kondo dans la limite macroscopique vaut T bulk
K = 0.092.

Conductance

Ici, nous considérons que le gros îlot mésoscopique est connecté (en plus de l’impureté

Kondo) à deux électrodes (ou deux pointes STM), dénotées par α = L,R. On étudie la

conductance tunnel à travers le système dans le régime de la réponse linéaire. Le Hamiltonien

du système complet se déduit du Hamiltonien de la boite Kondo chaotique par H 7→ H +
∑

kσα ϵkc
†
kσαckσα +

∑

ikσα

(

tαikd
†
iσckσα + h.c.

)

, où le second terme décrit les électrons dans

les électrodes, et le troisième terme couple l’îlot aux électrodes.
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bas) pour NC impaire (à gauche), NC paire (au centre), et µ = 0 (à droite), en fonction de T/TK .

Ici, la boite Kondo a été étudiée dans l’approximation du champ moyen, en utilisant ∆/T bulk
K = 2.

Le système idéalisé (i.e. sans chaos) est symbolisé par des cercles (◦), les lignes solides indiquent

les valeurs moyennes obtenues pour le système chaotique. Moment effectif local : une distribution

étalée, obtenue pour NC paire, contraste avec la distribution plus confinée dans le cas impaire. Cet

effet de parité est directement lié à la formation du singulet Kondo. Conductance : la probabilité

de distribution de conductance présente aussi de clairs effets de parité. La conductance en l’absence

d’impureté Kondo (i.e. pour JK = T bulk
K = 0) est représentée par des croix (×), montrant la signature

très nette de l’effet Kondo : la parité effective du système est inversée à basse température, lorsque

l’impureté se couple au bain. Figure d’après [13].

Connexion entre les régimes de liquides de Fermi T > TK et T ≪ TK

A haute température, l’impureté magnétique est découplée du bain électronique mésosco-

pique, i.e., du gros îlot chaotique. Celui-ci se comporte comme un liquide de Fermi mésosco-

pique, c’est à dire que ses excitations sont caractérisées par un spectre discret d’excitations

d’électrons sans interaction, de niveaux d’énergie ϵi, et de fonctions d’onde locales ϕi(0) sur

le site de l’impureté. A basse température, lorsque l’effet Kondo couple fortement l’impu-

reté et le bain, l’approximation de champ moyen décrit aussi le système comme un liquide de

Fermi mésoscopique, dont les excitations à un électron "habillé" sont caractérisées par des

niveaux d’énergie effectifs λκ, et des fonctions d’ondes locales ψκ(0). La figure 4.20 pré-

sente la distribution du décalage relatif des niveaux d’énergie, S ∈
{∣

∣

∣

λκ−ϵi
ϵi+1−ϵi

∣

∣

∣ ,
∣

∣

∣

λκ−ϵi+1

ϵi+1−ϵi

∣

∣

∣

}

,

où λκ dénote le niveau d’énergie le plus proche de ϵi. Les paramètres suivants ont été utilisés

pour le modèle de Anderson : largeur de distribution des niveaux D = 3, Ed = −0.7, 500
niveaux électroniques, et plus de 5000 configurations chaotiques aléatoires. La figure 4.21

présente la corrélation entre les fonctions d’ondes sans interaction et avec interaction,

Ciκ(i) =
|ϕi(r)|2|ψκ(i)(r)|2 − |ϕi(r)|2 · |ψκ(i)(r)|2

σ(|ϕi(r)|2)σ(|ψκ(i)(r)|2)
. (4.50)

La moyenne (·) est prise sur toutes les réalisations, pour une position arbitraire r ̸= 0,

et σ(·) dénote l’écart type de la quantité correspondante. On voit sur la figure 4.21 que
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FIGURE 4.20 – Distribution du décalage relatif des niveaux d’énergie, S, obtenue par l’approxi-

mation de champ moyen pour la boite de Anderson chaotique, en appliquant la théorie des matrices

aléatoires (RMT) à deux familles de systèmes chaotiques : l’ensemble orthogonal gaussien (GOE)

et l’ensemble unitaire gaussien (GUE). Ici, seuls les niveaux d’énergie situés à l’intérieur de la ré-

sonance Kondo ont été considérés, les niveaux de plus haute énergie demeurant inchangés dans la

phase Kondo. Figure d’après [15, 16].
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FIGURE 4.21 – Corrélation des fonctions d’ondes, Ciκ(i), calculée par l’approximation de champ

moyen pour la boite de Anderson chaotique. (a) GOE et (c) GUE, en fonction de la distance moyenne

par rapport au milieu du spectre énergétique. (b) GOE et (d) GUE, en fonction de la distance moyenne

par rapport au centre de la résonance Kondo. Figure d’après [15, 16].

la corrélation des fonctions d’ondes électroniques présente un creux, lié à la présence de

l’impureté. La largeur énergétique de ce creux est de l’ordre de la largeur de la résonance

Kondo. Ce résultat confirme l’idée intuitive selon laquelle l’effet Kondo n’implique que les

états électroniques du bain dont les énergies sont inférieures à l’énergie de Kondo. On voit

ainsi comment la résonance Kondo, concept émergé du modèle macroscopique, se manifeste

au niveau mésoscopique par une redistribution en partie aléatoire des niveaux d’énergie et

de leur fonctions d’ondes associées.
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4.4.5 Conclusion de la section boite Kondo chaotique

En traitant l’interaction Kondo par l’approximation du champ moyen, il est possible de calcu-

ler numériquement l’ensemble des propriétés physiques, thermodynamiques, magnétiques,

et de transport, d’une boîte Kondo mésoscopique, ce que ne permettent pas certaines des

méthodes analytiques développées pour le problème Kondo macroscopique. De plus, l’ef-

ficacité de cette approximation par rapport à des méthodes numériques plus lourdes nous a

permis de calculer les distributions statistiques et les corrélations caractéristiques des boîtes

Kondo chaotiques en considérant un grand nombre de réalisations différentes. Tout en gar-

dant à l’esprit certaines limitations de cette méthode approximative (notamment en matière

de propriétés dynamiques ou hors d’équilibre), l’approximation du champ moyen se posi-

tionne naturellement parmi les premières approches à explorer pour toute étude théorique

d’un système mésoscopique corrélé de ce type.

4.5 Conclusion, perspectives

Dans ce chapitre, ont été présentées des méthodes de champ moyen très générales que nous

avons utilisées et contribué à développer. Les méthodes DMFT spécifiques que nous avons

développées permettent d’étudier deux familles de modèles non périodiques définis sur des

réseaux sous-jacents périodiques : des modèles avec interactions désordonnées d’une part

(section 4.2), et des modèles d’alliages binaires corrélés d’autre part (section 4.3). Nous

avons ainsi exploité la compatibilité entre DMFT et méthode des répliques dans un cas,

et celle entre DMFT et approximation du potentiel cohérent (CPA) dans l’autre cas. Cette

compatibilité résulte du caractère local de la self-énergie caractéristique de ces méthodes.

Du point de vue de la physique, il est possible d’aller plus loin en combinant les aspect

spécifiques à chacune de ces deux familles de systèmes. Ainsi, par exemple, une adaptation

DMFT-répliques matricielle de ces méthodes offrirait un cadre théorique bien défini pour

explorer les instabilités magnétiques, verre de spin ou d’ordre à longue portée, observées

expérimentalement dans des alliages Kondo.

Une autre perspective possible, dans le domaine de la physique mésoscopique, consiste à

considérer un système formé d’un grand nombre de boîtes Kondo mésoscopiques chaotiques

connectées par une interaction de type RKKY 11.

11. voir chapitre 2 et figure 2.10 pour la version macroscopique de ce problème
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Chapitre 5

Perspectives

Dans ce mémoire, j’ai montré comment mes travaux ont permis de caractériser et d’étu-

dier les états quantiques et les excitations de systèmes d’électrons corrélés. La diversité des

approximations de champs moyens présentées, fermioniques ou bosoniques, statiques ou dy-

namiques, reflète celle des phénomènes physiques et des mécanismes microscopiques mis en

jeu, ainsi que celle des systèmes expérimentaux : nano-structures mésoscopiques, matériaux

macroscopiques métalliques, isolants ou supraconducteurs, éventuellement magnétiques, pé-

riodiques ou désordonnés.

Les perspectives de recherches théoriques vers lesquelles je souhaite m’orienter sont moti-

vées par trois thématiques expérimentales :

1) Les propriétés des composés d’électrons f corrélés.

2) Les composés d’électrons corrélés présentant des phases quantiques non triviales, notam-

ment modulées.

3) Les impuretés quantiques artificielles (ilots quantiques et atomes froids) vues comme si-

mulateurs d’états quantiques non-triviaux.

Ces différents systèmes physiques ont comme point commun d’être caractérisés par de fortes

corrélations électroniques et magnétiques. Les effets de corrélations seront traités par des

méthodes de champ moyen ou par des approches fonctionnelles de type Ginzburg-Landau.

Je propose de déterminer des diagrammes de phase et de calculer des propriétés de transport,

magnétiques, thermodynamiques, ainsi que des densités d’états électroniques.

Une attention particulière sera portée sur le lien avec les expériences. Pour ces trois thé-

matiques, des collaborations sont déjà établies avec des expérimentateurs de Grenoble et

Paris. Le développement en cours, à Bordeaux, d’une nouvelle activité expérimentale liée

aux atomes froids, pourra me permettre d’établir de nouveaux liens dans le cadre de la thé-

matique 3.
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