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Grandeurs et abréviations iii

Les formules et unités utilisées ici sont en accord avec le Système d’unité
international.

Grandeur physique utilisée :
e Charge électrique élémentaire e = 1.6022 10−19 A·s
h(~) Constante de Planck (réduite) J·s
m Moment angulaire total de l’électron
µB Moment magnétique de l’électron A ·m2

ν Potentiel électrochimique de l’électron J·mol−1

js Courant de spin
jc Courant de charge A
j↑(↓) Courant de charge polarisé en spin A
V Potentiel électrique V
E Champ électrique V·m−1

ψ Fonction d’onde
σ Matrices de Pauli
S± État propre haut (+) ou bas (-) du spin de l’électron
τsf Temps de vie des porteurs de spin (temps de spin-flip) s
A Vecteur connexion de Berry
F Courbure de Berry
Rxx Résistance longitudinale Ω = Ω/sq
Rxy Résistance transverse Ω
k(F ) Vecteur d’onde (de Fermi) m−1

µ0H Champ magnétique extérieur T
kB Constante de Boltzmann J·K−1

v(F ) Vitesse d’un électron (au niveau de Fermi) m·s−1

E(F ) Énergie (de Fermi) eV
µ Mobilité cm2/(Vs)
n Densité de porteurs m−2 ou m−3

σ Tenseur de conductivité électrique volumique [surfacique] (Ω·m)−1 [Ω−1]
σxx Conductivité longitudinale volumique [surfacique] (Ω·m)−1 [Ω−1]
σxy Conductivité transverse volumique [surfacique] (Ω·m)−1 [Ω−1]
T Température K
ε Permittivité diélectrique relative
ε0 Permittivité diélectrique du vide ε0 = 8.854 10−12 F·m−1



iv Grandeurs et abréviations

Notations et abréviations :

X Représente un vecteur
X " un tenseur
X̂ " un opérateur

2DEG Gaz d’électrons à deux dimensions
AFM Microscopie à force atomique
ALD Dépôt de couches atomique
ARPES Spectroscopie de photo-émission résolue en angle
CFC Cubique face centré
DFT Théorie de la fonctionnelle de la densité
DOS Densité d’état
EE Effet Edelstein
EEI Effet Edelstein inverse
FM Matériau ferromagnétique
GMR Magnétorésistance géante
IBE Gravure au faisceau d’ions
ISHE Effet Hall de spin inverse
LEED Diffraction des électrons de faible énergie
LH (HH) Bandes de trous légers (lourds)
LL Niveaux de Landau
MBE Épitaxie par jets moléculaires
ML Monocouche atomique
MR Magnétorésistance
MRAM Mémoire vive magnétique
PZB Première zone de Brillouin
QHE Effet Hall quantique
QSHE Effet Hall quantique de spin
RHEED Diffraction des électrons de haute énergie en incidence rasante
SdH Shubnikov-de Haas
SHE Effet Hall de spin
SOC Couplage spin orbite
SSD Disque dur électronique
STT Couple de transfert de spin
TI Isolant topologique
TMR Magnétorésistance tunnel
XPS Spectométrie photoélectronique X

Tableau descriptif des échantillons étudiés dans ce manuscrit :

CASS AlOx (0.5nm)|α-Sn(6.55nm)|InSb(120nm)|GaAs croissance CASSIOPEE-Soleil
SCDTE AlOx (5nm) |α-Sn(24 ML)|CdTe|CdTe croissance CASSIOPEE-Soleil
GREN Al+AlOx (5nm)|α-Sn(3.85nm)|InSb(120nm)|GaAs croissance GRENOBLE
INSAXXX As(amorphe '2nm)|InSb(XXXnm)|GaAs croissance C2N





Introduction générale

La spintronique classique utilise généralement des matériaux magnétiques pour produire
un courant de spin à partir d’un courant de charge. Un autre moyen, plus récemment
étudié, consiste à utiliser le couplage spin-orbite (SOC). Il permet de produire un courant
de spin pur selon une direction transverse au courant de charge en tenant compte des
principes de la mécanique quantique relativiste. Dans les matériaux à fort couplage spin-
orbite, les courants de spin ainsi produits sont suffisamment importants pour imaginer les
utiliser pour la commutation magnétique dans les dispositifs spintroniques. Le couplage
spin-orbite, correspondant à une correction relativiste dans les équations du mouvement
de l’électron, particule de spin 1/2, peut être significativement grand dans des matériaux
contenant des atomes lourds. Cela signifie qu’une conversion du courant de charge en
courant de spin peut être obtenue en utilisant les propriétés de systèmes à fort SOC
tel que le platine (Pt), le tungstène(W) ou le tantale (Ta) par exemple. Depuis peu,
des systèmes électroniques bidimensionnels (2DEG), obtenus au niveau d’interfaces ou
de surfaces particulières, ont démontré des propriétés permettant des effets d’inter-
conversion particulièrement efficaces. En particulier des états Rashba ou des systèmes
d’isolants topologiques, suscitent actuellement un fort engouement dans la communauté
de la spintronique pour cette faculté d’inter-conversion spin-charge.
Dans ce cadre particulier, depuis une dizaine d’années, les isolants topologiques ont été
étudiés pour leurs propriétés électroniques non conventionnelles qui prennent racine dans
la définition théorique de l’effet Hall quantique entier donnée par Thouless, ainsi que dans
les travaux de Haldane dans le graphène et de Kane dans des systèmes semi-conducteurs
à faible bande interdite pourvus d’un SOC fort. Certains systèmes présentent des pro-
priétés électriques intrigantes : ils sont isolants en volume et conducteurs en surface.
Ces états de conduction sont pourvus d’une dispersion linéaire en énergie en fonction du
vecteur d’onde k comme dans le cas du graphène.

De nombreuses questions restent néanmoins ouvertes quant à la compréhension des mé-
canismes à l’origine de ces états de conduction en surface mais également quant à la
manière la plus simple de détecter ces états topologiques. En vue de leurs intégration
dans des dispositifs spintroniques et de la réalisation d’interface TI/Matériaux ferromag-
nétiques un certain nombre de questions se posent : comment préserver la nature des
états topologiques à l’interface? Quels matériaux utiliser et quelle est la nature atomique
de l’interface (diffusion atomique) ? Quels sont les échanges électroniques à l’interface?
Etc. Nous aborderons ces points dans ce manuscrit.
L’une des applications utilisant les propriétés des isolants topologiques, est d’utiliser les
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propriétés de conversion du courant de charge en courant de spin (et vice versa) afin de
modifier ou commuter l’aimantation d’un élement ou mémoire ferromagnétique déposé
directement (ou séparé par une couche tampon) sur le matériau topologique lui même.
Un tel système de bi-couches ou multi-couches devrait être capable de s’intégrer dans une
mémoire vive magnétique (MRAM) ou d’accroître le potentiel des disques électroniques
(SSD) en raison du caractère permanent et non volatile de l’état d’aimantation du
matériau. C’est dans ce cadre que s’inscrit cette thèse.
Ce manuscrit se décompose de la façon suivante :

Le chapitre 1 introduit le contexte de l’étude ainsi que les concepts de base, nécessaires
à la compréhension des travaux menés ici.
Le chapitre 2 consiste en une étude théorique des phénomènes de l’effet Hall anormal et
de l’effet Hall de spin. Nous étudierons ensuite le renversement de l’aimantation dans un
système basique à base d’un matériau à fort couplage spin-orbite : le Pt, sur lequel est
déposé un système multi-couche de (Co/Ni). Nous verrons qu’il est possible de commuter
une couche magnétique à aimantation perpendiculaire en utilisant les courants de spin
produit par SHE. La densité de courant pour renverser l’aimantation est de l’ordre de
4 1011 A·m−2. Cette valeur reste élevée, et c’est l’objectif de ma thèse de développer de
nouveau matériaux pour diminuer ce courant critique. Ce chapitre sert donc de référence
dans l’étude du phénomène de renversement de l’aimantation dans un système constitué
d’un empilement de couches de métaux de transition magnétiques.
Le chapitre 3 est consacré à l’étude de l’α-Sn, isolant topologique étudié lors de ces
travaux. Ce chapitre se concentre sur la marche à suivre pour démontrer la présence
d’un état topologique par le biais de mesures magnéto-électriques mais également des
mesures de spectroscopie photo-électronique résolues en angle (ARPES). Ces techniques
permettent la mesure directe de la structure de bande du matériau. Enfin, des calculs
ab-initio permettant de comprendre l’ensemble des propriétés et des résultats obtenus,
seront décrits.
Le chapitre 4 concerne les résultats obtenus sur de l’α-Sn fabriqué dans une autre cham-
bre MBE que celle dédiée à l’ARPES. Ces échantillons présentent des propriétés de
magnéto-transport différentes, que nous commenterons et discuterons. Par ailleurs,
des investigations plus poussées des propriétés de magnéto-transport sur le substrat
GaAs/InSb ont révélé des propriétés typiques d’un gaz 2D, venant potentiellement com-
pliquer l’analyse des résultats obtenus sur α-Sn. C’est la raison pour laquelle nous avons
démarré la croissance de α-Sn sur CdTe. Ces résultats préliminaires seront également
exposés.
Le chapitre 5 expose une possibilité nouvelle et émergente de détection d’états pourvus
d’un contour de Fermi sur lequel la structure de spin électronique participant au transport
est verrouillée au moment par le couplage spin-orbite fort, typiquement dans des systèmes
Rashba et d’isolants topologiques. Il s’agit de mesures de magnétorésistance avec un
champ magnétique appliqué dans le plan de l’échantillon, faisant apparaître des termes
quadratiques et unidirectionnels en fonction de l’angle du champ par rapport au courant
appliqué. Nous présenterons un bref état de l’art de ces nouveaux effets apparus pour
partie au cours de ce travail de thèse puis nous discuterons les résultats obtenus dans le
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cas de α-Sn et de l’InSb.
Enfin, nous synthétiserons dans la conclusion générale les principaux résultats de ces
travaux de thèse, avant de nous projeter sur les perspectives que ces résultats apportent.





Chapter 1

Notions essentielles en
spintronique

1.1 Motivations technologiques

La spintronique, ou électronique de spin, désigne l’ensemble des phénomènes liés à la
génération et à la manipulation d’un courant polarisé en spin. L’existence de courants
polarisés en spin constitués de deux canaux de conduction, de spin ↑ et ↓ (majoritaires
et minoritaires), initialement suggérée par Mott [1], va connaître un large intérêt à partir
de la fin des années 80 avec la démonstration des effets de magnétorésistance géante
(GMR) sur des systèmes ferromagnétiques à base de Fe et de Cr. Cette découverte con-
jointe par l’équipe d’Albert Fert à Orsay [2] et de Peter Grünberg à Jülich en 1988 [3,
4] a permis dans un premier temps de mieux comprendre les phénomènes de diffusion de
spin dans les multi-couches métalliques, avant de faire émerger très rapidement des pos-
sibilités d’applications industrielles dans le domaine du stockage de l’information et des
mémoires magnétiques, ainsi que dans le domaine des capteurs de champ magnétiques de
grande sensibilité [5]. En ce qui concerne les mémoires magnétiques, l’information dans
les disques durs, est stockée sous forme de domaines magnétiques pointant dans deux
directions opposées codant ainsi une information binaire. L’état magnétique est lu par
une tête de lecture interceptant le champ de fuite généré par ces domaines. L’enjeu est
d’augmenter la densité d’information, et donc de miniaturiser la taille de ces domaines
ainsi que d’être capable de réduire la taille des têtes de lecture et d’écriture. En réponse
à cela, les capteurs utilisant un effet de GMR ont permis des progrès considérables [6].
Ces capteurs constitués de couches ferromagnétiques ultra fines, ont la capacité de dé-
tecter la direction du champ magnétique extérieur sous la forme d’une forte variation de
résistance électrique.

La phase d’écriture de ces bits magnétiques peut être réalisée en appliquant un champ
magnétique µ0H sur le matériau ferromagnétique (FM) lui même, permettant de mod-
ifier localement l’orientation de l’aimantation du domaine. Dans le cas des disques durs
cela s’opère par effet inductif. Toutefois, l’application d’un champ magnétique dans
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un circuit électronique présente des difficultés d’intégration et ne permet pas de réduire
suffisamment la taille des domaines pour concurrencer les structures CMOS actuellement
utilisées. Comme alternative possible, Slonczewski prédit en 1996 qu’un courant polarisé
en spin pouvait agir sur l’aimantation d’une couche FM (démonstration expérimentale
en 1998 [7, 8]). Ceci s’opère par transfert du moment angulaire magnétique de l’électron
sur l’aimantation du matériau ferromagnétique par action de couple de transfert de spin
(STT) [9, 10].
Ce nouvel effet a permis le développement de MRAM (Magnetic Random Access Mem-
ory) : l’application d’un champ magnétique n’est plus strictement nécessaire, permet-
tant une intégration plus dense et la diminution de la taille des bits magnétiques. Ce
type de mémoire permet un accès à l’information de manière directe par la lecture de
l’aimantation d’éléments ferromagnétiques pilotés électriquement. Ces MRAM offrent
des cycles combinés de lecture et d’écriture de l’ordre de la dizaine de nano-secondes
voire moins, très proches des standards actuels en manière de RAM classique. Ceci est
rendu possible grâce au stockage magnétique non volatil, la consommation électrique
s’en trouve également considérablement réduite [11].
Actuellement, les MRAM utilisent essentiellement des structures à base d’effet de mag-
nétorésistance tunnel (ou TMR) [12, 13] et des effets de couple de transfert de spin sur
l’aimantation d’un FM. Dans ce deuxième cas, la mémoire est écrite par un courant de
charge dans la structure afin de produire un courant de spin suffisamment élevé pour
commuter de la valeur (1 ou 0) du bit magnétique donné par la direction haut ou bas
du domaine magnétique. Cette densité de courant critique est de l’ordre de 1010 A·m−2

dans le meilleur des cas pour des piliers de plusieurs dizaines de nm de diamètre [14] à
quelques 1011 A·m−2 pour des systèmes de moins de 10 nm de diamètre [15].
Plus récemment il a été montré qu’il est possible de générer un courant de spin en utilisant
l’effet Hall de spin dans des matériaux lourds (pourvus d’un numéro atomique Z élevé) à
fort couplage spin-orbite. Dans ces conditions, le courant de charge est propagé dans un
métal et agit sur l’aimantation d’un FM. Ceci offre la possibilité d’éviter la propagation
d’un courant de charge directement dans la structure tunnel ferromagnétique (jonction
tunnel). Dans ces conditions, le renversement de l’aimantation d’un FM nécessite une
densité de courant de quelques 1011 A·m−2 [16]. Les densités de courant appliquées
restent néanmoins élevées dans les MRAM actuelles et il convient de les réduire afin de
diminuer leurs consommations et leurs viabilités.
Aujourd’hui, de nouveaux mécanismes de conversion charge-spin, utilisant des effets de
surface ou d’interface, offrent de nouvelles possibilités de conversion permettant ainsi
de réduire drastiquement les densités de courant critiques nécessaires au renversement
de l’aimantation d’un FM [17] grâce, par exemple, à l’utilisation de l’effet Edelstein
(EE) [18] que nous aurons largement l’occasion de décrire dans ce manuscrit.

1.2 Courant de spin et GMR
Les processus de génération et de manipulation d’un courant de spin étant au cœur de
ces travaux de thèse, il est nécessaire d’en comprendre les fondements. L’effet de GMR
tiendra lieu d’exemple pour décrire les effets électroniques majeurs ayant pour origine le
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courant de spin des porteurs. Nous discuterons, par la suite, de façon assez détaillée les
mécanismes de GMR.

𝑫𝑶𝑺↓ 𝑫𝑶𝑺↑ 𝑫𝑶𝑺↓ 𝑫𝑶𝑺↑

𝜎↓ = 𝜎↑ 𝜎↓ ≠ 𝜎↑

Métal

Figure 1.1: Représentation schématique de la densité d’état d’un métal et d’un matériau
ferromagnétique. (a) Dans le cas du métal, la population de spin ↑ et ↓ est identique
ce qui entraîne des conductivités égales σ↑ = σ↓ dans chaque canal de spin. (b) Dans le
cas d’un matériau ferromagnétique, le décalage en énergie des bandes correspond à une
différence du nombre de porteurs au niveau de Fermi pour ces deux polarisations en spin
et donc une conductivité différente σ↑ 6= σ↓. Pour le cas présenté sur cette figure, la
densité d’états supérieure donnerait une conduction plus élevée de spin σ↓, l’aimantation
~M du FM quant à elle est donnée par la différence de remplissage des deux bandes et
sera, dans ce cas, orientée vers le bas.

En plus de sa charge électrique, l’électron porte un moment cinétique total j, somme du
moment cinétique angulaire l et du moment de spin s (j = s+ l). Dans un modèle semi-
classique et dans le cas d’un couplage spin-orbite fort, il est fréquent de représenter le
moment cinétique total et donc le spin, et le moment cinétique angulaire, par un vecteur.
Selon cette représentation, le spin de l’électron peut prendre deux valeurs distrinctes ↑
ou ↓ associés aux valeurs propres s = ±~

2
. L’état propre du moment cinétique total j

prendra donc une valeur différente selon la direction du spin ↑ ou ↓ [19–21]. Dans les
métaux de transition 3d (Fe, Co, Ni et leurs alliages), nous pouvons négliger l’orbite car
le moment orbital est bloqué (ou “quenché”) à cause de leur faible couplage spin-orbite
relativement au champ cristallin [22].
Dans ces conditions, un courant électrique ou courant de charge (également associé au
moment cinétique total de l’électron), peut transporter un courant de moment angulaire
(magnétique), appelé courant de spin. Une différence importante entre les deux types
de courant est que, contrairement au courant de charge, le courant de spin peut ne
pas être conservé dans un circuit spintronique [23, 24] : les électrons peuvent passer
successivement d’un état s+ =↑ à un état s− =↓ (ou vice-versa) par des processus de
diffusion avec renversement du spin (spin-flip). Cet effet intervient en vertu du principe
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de conservation du moment angulaire total. Il est à noter ici que ce phénomène de spin-
flip n’apparaît pas pour toutes les collisions, mais est associé à une certaine probabilité.
Le courant de spin est une grandeur tensorielle, à double indice, un indice désignant les
directions x, y et z de l’espace correspondant à la direction du flux des particules, le
second indice correspondant lui, à la direction de spin ↑↓. Il est donc possible de décrire
un courant de spin sous la forme d’un vecteur Js en supposant les termes non diagonaux
(selon les indices ↑↓) non nuls. Le transport de spin peut être défini à partir d’un modèle
à deux canaux possédant une conduction indépendante j↑s et j↓s associée respectivement
aux états s↑ et s↓ [1, 25]. Il est à noter ici que l’hypothèse selon laquelle les canaux de
spin sont indépendants, fonctionne bien dans les métaux de transition 3d, c’est à dire
dans un modèle simplifié qui néglige les pertes de spin au cours du transport (car SOC
faible). Dans ce cas, le courant électrique jc, associé à la différence entre deux courants
électriques de polarisation en spin différente j↑ − j↓, donne une densité de courant de
spin de sorte que :

Js = − ~
2e

(j↑ − j↓)

Dans le but de comparer la densité de courant de spin au courant de charge, il est
possible d’écrire js en unité de courant de charge électrique tel que :

js =
2e

~
Js = −(j↑ − j↓) (1.1)

Le courant de charge s’écrit quant à lui comme la somme de ces deux canaux de transport
parallèles selon :

jc = j↑ + j↓ (1.2)

Lorsqu’un courant de charge jc est appliqué dans un matériau conducteur pour un canal
de spin donné (s± =↑ ou ↓) la loi d’Ohm généralisée sur les indices de spin est alors
donnée par la somme des contributions de dérive (ou drift) et de diffusion selon :

j↑↓ =
∑
↑↓

σ↑↓E + eD↑↓∇∇∇n↑↓ (1.3)

avec E = −∇V , le champ électrique relié au gradient du potentiel (scalaire) électrique,
∇n↑↓ le gradient de la densité de porteurs dans le cas d’un matériau inhomogène ou
proche d’interfaces, σ↑↓, la conductivité électrique et D↑↓ la constante de diffusion,
l’ensemble de ces grandeurs étant dépendantes de l’orientation du spin s± =↑↓. En
exprimant le gradient de la densité de porteur de spin en fonction du potentiel chimique
dépendant du spin ε↑↓F il est possible d’écrire ∇n↑↓ = N↑↓∇ε↑↓F avec N↑↓ la densité d’état
respective pour les spin s↑↓. En utilisant la formule d’Einstein σ↑↓ = e2N↑↓D↑↓ et en
supposant E = 0, la conduction devient alors dépendante de la direction du spin [26,
27] selon :

j↑ = (σ↑/e)∇ν↑ j↓ = (σ↓/e)∇ν↓ (1.4)
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où ν↑↓ = ε↑↓F − eV représente le potentiel électrochimique associé aux électrons de spin
s± et de potentiel électrique V [28].
Néanmoins, c’est seulement dans le cas où la conductivité est différente pour les deux
canaux de spin (σ↑ 6= σ↓) qu’un courant polarisé en spin peut apparaître [1]; ce qui n’est
pas le cas dans la plupart des matériaux non magnétiques. Dans les métaux de transition
ferromagnétiques 3d comme le Fe, le Co ou le Ni, l’interaction d’échange entraîne un
décalage en énergie des bandes 3d↑ et 3d↓ à l’origine d’une différence de densité d’état
au niveau de Fermi entre les électrons de spin ↑ ou ↓. Cela donne lieu à une différence
de conduction en fonction du spin des porteurs conduisant à σ↑ 6= σ↓ [26, 29, 30],
offrant ainsi une orientation de spin privilégiée pour les porteurs fixée par la direction
de l’aimantation. Cet effet est représenté sur la Fig.1.1. L’orientation du courant de
spin est fixée par la direction de l’aimantation alors que les propriétés de conduction
elles-même sont fixées par le remplissage des bandes et la mobilité des porteurs. Ainsi
σ↑, xxCu = σ↓, xxCu alors que σ↑, xxCo > σ↓, xxCo.
À cet égard, la découverte de la GMR abordée précédemment peut-être décrite avec
les concepts discutés ci-dessus. Cet effet de GMR apparaît dans des systèmes multi-
couches alternant matériau magnétique et non-magnétique ultra-fins de type Fe/Cr/Fe
ou Co/Cu/NiFe [2, 31, 32] sans tenir compte pour autant du couplage spin-orbite.
En appliquant un champ magnétique extérieur à la couche ferromagnétique, il est possible
de moduler la direction de l’aimantation et donc de modifier la résistance électrique du
système [2]. L’origine de cet effet de GMR réside dans la diffusion dépendante du spin
dans des couches ferromagnétiques ainsi qu’à leurs interfaces en restant dans un modèle
d’aimantations collinéaires. Dans des systèmes multicouches ferromagnétiques, il existe
une asymétrie de transport aux interfaces : un courant de charge polarisé en spin par l’un
des deux FM diffuse sur un matériau FM2 avec une direction de l’aimantation différente
du FM1 caractérisée par une densité d’état (DOS) plus faible pour les spins. À l’interface
le courant de spin va subir un effet de diffusion supplémentaire dû à cette différence en
spin, le FM2 ne présentant pas la même DOS en spin. Ainsi, la résistance maximale est
obtenue quand l’aimantation entre deux FM est dans une configuration antiparallèle et
la résistance minimale dans une configuration parallèle (voir Fig.1.2) [33].
Différentes variantes de la GMR peuvent être utilisées : la GMR en géométrie de courant
dans le plan (CIP), lorsque le courant de charge se propage dans le plan des couches [32]
et la GMR en géométrie de courant perpendiculaire au plan (CPP) par laquelle le courant
est appliqué perpendiculairement aux plans des couches du système. La géométrie GMR-
CPP se caractérise généralement par une plus forte GMR en raison de l’accumulation
de spin qu’elle engendre dans les régions proches des interfaces [28] sur des longueurs
d’échelle données par la longueur de diffusion de spin respective à chaque matériau. Pour
autant, la géométrie GMR-CPP est plus difficile à mettre en œuvre d’un point de vue
technologique car nécessitant la fabrication de piliers de taille subatomique, encore trop
difficile à maitriser parfaitement aujourd’hui.
Nous introduisons désormais la notion de couplage spin-orbite, nécessaire pour aborder
les notions de courant de spin-orbite et de couple de transfert de spin (STT) émergeant
de cet effet, avant d’aborder plus loin, l’intérêt des isolants topologiques pour des effets
de STT.
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Figure 1.2: Représentation schématique d’une structure magnétique dite à vanne de
spin composée d’un élément métallique M, déposé entre deux matériaux ferromagné-
tiques FM1 et FM2 pourvus d’un champ coercitif différent. (a) Lorsque la direction
de l’aimantation des deux éléments ferromagnétiques est la même, un électron polarisé
en spin généré par la première couche magnétique FM1 va pouvoir traverser la seconde
couche FM 2 en subissant très peu d’effet de rétrodiffusion car il se retrouve dans une
forte densité d’états électroniques libres de même orientation de spin. Ceci entraine
donc une faible résistance, les effets de rétrodiffusion ne provenant que de collisions
quasi-élastiques entre électrons. (b) Dans le cas où les deux FMs ont une direction de
l’aimantation opposée, seulement un petit nombre d’états électroniques de spin iden-
tique à celui de l’électron généré par FM1 est disponible, donnant ainsi des effets de
rétrodiffusion plus élevés (principe de Pauli en addition des autres effets), entraînant
donc une résistance plus élevée [31].

1.3 Notion de couplage spin-orbite

Le terme de couplage entre le spin d’un électron et son orbite, désigné comme couplage
de spin-orbite, permet de comprendre en détails les effets de génération d’un courant
de spin dans des métaux lourds 4d et 5d (non FM) via l’effet Hall de spin et son
implication dans la structure de bande. Nous prenons, pour illustrer l’effet du SOC sur
la structure de bande, le cas du semi-conducteur GaAs. Nous allons ici considérer le
point de vue relativiste pour lequel une transformation de Lorentz est appliquée à une
charge (ici un électron) en mouvement avec une vitesse caractéristique v autour du noyau
d’un atome. Cet électron ressent le champ électrique E = −∇Vc(r) du noyau comme
l’effet d’un potentiel attractif Vc(r) représentant le potentiel Coulombien. Toutefois,
du point de vue du spin, ce même champ électrique agit également comme un champ
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magnétique effectif B′ = − 1

c2
(E× v) . Ce champ magnétique va se coupler au spin s↑↓

de l’électron donnant lieu à une énergie donnée par ±µBB′ avec µB =
e~
2m

le moment
magnétique de l’électron (ou magnéton de Bohr) associé à son spin [34, 35]. Si nous
considérons désormais le cas d’un fermion de spin 1/2 en mouvement plongé dans un
champ électromagnétique, dépendant ou non dépendant du temps, la prise en compte
de l’équation relativiste de Pauli-Dirac est nécessaire. Elle permet, par l’intermédiaire

d’un terme de spin, ŝi =
~
2
σ avec σ les matrices de Pauli, d’écrire l’hamiltonien de

l’électron selon [36, 37] :

Ĥ =
1

2m
(−i~∇− eA(r))2 + V (r) Partie non relativiste

− e~
2m

σ ·Bext Terme Zeeman

− e~
4m2c2

σ · [∇V (r)× (p− eA)] Terme de couplage spin-orbite

− 1

8m3c2
(p− eA)4 Terme relativiste scalaire

+
~2e

8m2c2
∇2V (r) Terme de Darwin

Le terme de Darwin représente le fait que l’électron ne soit pas une particule strictement
ponctuelle mais pouvant être contenue dans un volume de rayon ~/mc, revenant à une
définition de la fonction d’onde.
En considérant la partie couplage spin-orbite “standard”, nous remarquons qu’il est pos-
sible de la séparer en deux contributions distinctes :

− e~
4m2c2

σ · [∇V (r)× (p− eA)] = − e~
4m2c2

σ · [∇V (r)× p] +
e2~

4m2c2
σ · [∇V (r)×A]

= ĤSOC + ĤSE (1.5)

avec ici :

• ĤSOC représentant le terme de couplage entre le spin de l’électron (s = ~
2
σ) et

l’orbite de la particule,

• ĤSE représentant un terme de couplage entre le spin de l’électron et le champ
électromagnétique appliqué au système,

• p = −i~∇ le moment de la particule,

• p− eA le moment cinétique généralisé de la particule,

• σ les matrices de Pauli,
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• V (r) le potentiel auquel la particule est soumise dans le référentiel du laboratoire,
pouvant provenir de la contribution atomique de Coulomb précédemment intro-
duite (terme de cœur) ou de la contribution d’un champ électrique E = −∇V (r)
extérieur ou de surface (terme Rashba).

Dans le cas particulier d’un atome “isolé”, en supposant que le champ électrique peut
être écrit sous la forme d’un potentiel sphérique symétrique, V (r) = V (r), il est possible
de transformer ce terme de couplage selon l’expression suivante :

ĤSOC =
~

4m2c2

1

r

dV

dr
σ · (r̂× p̂) =

1

2m2c2

1

r

dV

dr
Ŝ · L̂ = λSOŜ · L̂ (1.6)

avec L le moment cinétique orbital tel que L̂ = r̂×p̂. Ce terme est donc appelé couplage
spin-orbite pour lequel il lui est affecté d’une constante λSO propre à chaque atome (dans
le cas d’un modèle hydrogénoïde λSO ∝ Z4, dans le cas général d’un atome du tableau
périodique de Mendeleïev, des effets d’écrantage doivent être pris en compte [38]).

!

Bande de conduction (s)

Bande de valence (p)

Energie

Trous lourds
"# ±3/2

Trous légers
"# = ± 1/2 

#& = '/)

Split off band
"# = ± 1/2

#) = &/)

Δ+

,-

Figure 1.3: Structure de bande schématique du GaAs, les bandes de valence et de
conduction sont séparées d’une énergie EG correspondant au gap. La bande de valence
est soumise au spin-orbite; ce qui fait apparaître une bande de split-off caractérisée par
une différence d’énergie ∆0, mais également différenciée par les bandes de trous lourds
(HH) et de trous légers (LH) de moment cinétique orbital l différent. Figure provenant
de la ref. [39]

.

De manière plus générale, le couplage spin-orbite introduit des effets supplémentaires
dans la matière ou à son interface. Ce terme de couplage donne lieu notamment à
des modifications de la structure de bandes des matériaux et donc des propriétés de
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conduction [40]. Afin d’introduire au mieux les travaux effectués durant ma thèse il est
nécessaire de spécifier, à ce stade, la notion de levée de dégénérescence de la bande de
valence ainsi que les effets d’interface, apparaissant dans un matériau à fort SOC. Ces
deux particularités permettront plus tard d’aborder le cas des effets Hall de spin ainsi
que des isolants topologiques.
Nous considérerons ici comme premier exemple, le cas d’un semi-conducteur III-V, le
GaAs. La prise en compte du couplage spin-orbite dans la bande de valence a pour effet
une levée de dégénérescence de cette dernière en deux niveaux distincts correspondant
respectivement à J = 3/2 (4 états) et J = 1/2 (2 états). Les 4 états de J = 3/2
correspondent aux états de trous lourds et légers polarisés en spin (dégénérescence 2).
Les deux états J = 3/2 sont des états de scission (split-off). Cette levée de dégénéres-
cence entre les états J = 1/2 et J = 3/2 égale à 3

2
λSO rend possible, entre autre, le

pompage optique orienté selon lequel une population de spin hors équilibre peut être
généré dans la bande de conduction par absorption d’une onde optique de polarisation
circulaire droite ou gauche. Cet effet traduit la conservation du moment angulaire total
entre les photons absorbés et les porteurs dans le matériau [41].
Dans le détail et toujours dans le cas du GaAs, les états de valence sont des états orbitaux
de symétrie p, le moment cinétique orbital total est dans ce cas l = 1 avec une projection
de l égale ml = −1, 0,+1 (c’est à dire 3 fois dégénérés). Ceci correspond à 6 états
différents en tenant compte de la dégénérescence de spin. Cette dégénérescence indique
ici que ces états possèdent la même énergie et sont décrits par des fonctions d’ondes
de symétrie différente. L’interaction spin-orbite produit une levée de dégénérescence de
l’état l = 1, dans lequel on retrouve deux valeurs propres du moment angulaire total
j1 = l + s = 3/2 et j2 = l − s = 1/2 avec s le nombre quantique associé au spin.
L’état j1 = 3/2 est 4 fois dégénéré (mj = +3/2 ,+1/2 ,−1/2 ,−3/2) alors que l’état
j2 = 1/2 est 2 fois dégénéré ( mj = +1/2 ,−1/2). Ces deux états j1 et j2 sont séparés
d’une énergie ∆0 appelée levée de dégénérescence en énergie due au couplage spin-orbite
(ou spin-orbit splitting energy) [21, 42].
Il est à noter que la valeur de l’énergie de l’interaction spin-orbite ∆0 est plus faible pour
des atomes légers tel que le silicium (∆0 = 0.044eV )[43] mais beaucoup plus grande dans
des semi-conducteurs composés d’atomes plus lourds tel que le GaAs (∆0 = 0.34eV )
et l’InSb (∆0 = 0.82eV )[37], car le champ électrique de cœur est plus grand. Enfin,
un cas particulier qui nous intéresse ici est l’effet Rashba. Dans le cas d’une surface ou
d’une interface, une asymétrie dans le potentiel électronique apparaît dans la direction
z perpendiculaire à l’interface, donnant lieu à un champ électrique selon E = Ezz =

−1
e

∂Vz
∂z

z avec z le vecteur unité suivant la direction z. En considérant l’Eq.1.6 pour un

tel potentiel électrique, ĤSOC devient :

ĤSOC = ĤRashba = αR (σ × p) · z (1.7)

avec le paramètre αR correspondant au coefficient de Rashba. L’effet Rashba intro-
duit une levée de dégénérescence des bandes en fonction de leur spin bien que conser-
vant les propriétés dues à la conjugaison de Kramers, tel que représenté sur la Fig.1.4.
L’observation de tels effets d’interface (ou de surface) sur la structure de bande néces-
site généralement l’adjonction d’un matériau à fort couplage spin-orbite (Bi, Au, Sn...).
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Figure 1.4: Représentation schématique de la scission (levée de dégénérescence) d’une
bande d’électron libres, parabolique et dégénérée en spin à une interface de type Rashba.
On remarque que le spin, symbolisé par des flèches vertes, est verrouillé sur les deux
différents contours chacun associés à une direction de spin opposée.

Cette levée de dégénéréscence est alors associée à une hybridation particulière impliquant
les orbitales pZ pour le transport ainsi que les différentes orbitales des éléments lourds
(orbitales 4d ou 5d par exemple) [44]. Il devient alors nécessaire d’introduire désormais
les notions importantes concernant la structure électronique comme la première zone de
Brillouin (PZB) et la phase de Berry, afin de mieux appréhender l’origine des effets de
Hall de spin décrits par la suite.

1.4 Première zone de Brillouin
Dans ce manuscrit, nous considèrerons essentiellement des cristaux dits “parfaits” (dépourvus
de défauts), permettant diverses simplifications. Les fonctions d’ondes ψ(r) décrivant
alors les états quantiques électroniques sont définies dans un paysage de potentiel péri-
odique [45]. Le caractère périodique de ce potentiel nous permet d’écrire l’Hamiltonien
simplifié sous forme suivante [46] :

Ĥ = Ĥ0 + V (r) (1.8)

où V (r) est invariant par opération de translation dans le réseau de Bravais caractérisé
par l’ensemble des vecteurs translation Ri identifiant chaque atome i du réseau, de sorte
que V (r) =

∑
i Vi(r−Ri) avec Vi le potentiel central, généralement supposé sphérique,

centré sur l’atome i. Nous avons alors V (r) = V (r + R) pour R une translation
élémentaire du réseau de Bravais. Afin de construire le réseau périodique, il est nécessaire
de connaître les trois informations suivantes :

• le nombre d’atomes par maille élémentaire,

• la position des nœuds du réseau qui fixent les différents vecteurs de translation,
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Figure 1.5: (a) Représentation du vecteur élémentaire R dans la zone de Bravais tel que
R = na + mb + pc (ici n = m = p = 1). (b) Première zone de Brillouin dans le cas
d’un système à deux dimensions (p = 0).

• l’origine du réseau généralement pris sur un nœud particulier.

Une représentation de ces vecteurs a,b et c ainsi que le vecteur R sont représentés sur
la Fig.1.5(a). Dans ces conditions, le théorème de Bloch permet d’écrire les fonctions
d’onde électroniques comme :

ψ(r) = eik·ruk(r) (1.9)

avec uk(r) la fonction de cœur de période R tel que uk(r + R) = uk(r) et où l’indice k
correspond au vecteur d’onde de Bloch permettant de différencier les états propres dans
l’espace réciproque associé à une même bande d’énergie En(k).
En deux dimensions, pour une période a suivant x et une période b suivant y, le vecteur
d’onde de Bloch peut s’écrire sous la forme :

k =
2π

a
x +

2π

b
y (1.10)

avec x et y le vecteur unité respectivement dans la direction x et y. Ce nouvel espace
est appelé espace réciproque (ou également espace des impulsions). C’est dans cet
espace que seront définies les fonctions d’ondes électroniques ψ(k). Par application
des différentes opérations du groupe de symétrie du cristal considéré, nous pouvons
montrer que l’ensemble des états électroniques du cristal peuvent être contenus dans
la première zone de Brillouin (PZB) de l’espace réciproque. Dans le cas d’un système
cubique simple (a = b = c), la PZB correspond au volume compris entre kx ∈

[
−π
a
, π
a

]
selon les trois directions de l’espace. Une représentation géométrique de cette PZB
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Figure 1.6: Représentation de la PZB d’un système CFC sous la forme d’un octaèdre
tronqué extrait de la ref [47]

est visible en Fig.1.5(b). Il est de coutume de définir certains points particuliers tels
que le point kx = ky = 0 = Γ. Dans le cas d’une structure cubique face centrée
(CFC), les symétries sont telles qu’il est possible de réduire la PZB à 1/48eme de celles-
ci sous la forme d’un octaèdre tronqué (visible en Fig.1.6). La structure CFC correspond
par exemple à celle de l’antimoniure d’indium (abordé dans le chapitre IV). Dans ces
conditions on retrouve des points singuliers dits points de haute symétrie, tels que le
point K qui représente le milieu d’une arête joignant deux faces hexagonales, le point
L correspondant au centre d’une face hexagonale, le point U définissant le milieu d’une
arrête joignant une face hexagonale et un carré, le point W son sommet et le point X
pour le centre d’une face carrée de l’octaèdre. Dans ces conditions le point Σ associé à la
direction cristallographique [110], ∆ pour [100] et Λ pour [111] représente les segments
reliant Γ aux différents points de hautes symétries comme représenté sur cette même
figure.
La théorie des bandes, permet une représentation des états propres électroniques dans un
solide, en utilisant cette PZB comme zone de référence du système dans des conditions
périodiques. Selon la façon dont ces bandes sont réparties et occupées ou non occupées,
il est possible d’expliquer la majeure partie des propriétés électroniques : états isolants,
métalliques, semi-conducteurs, etc. Le travail exposé par la suite de ce manuscrit et
plus particulièrement les calculs de structure de bandes et de la conduction électronique
associée, utiliseront les propriétés des fonctions de Bloch. Lorsqu’une perturbation ex-
térieure (champ magnétique, électrique, variation de la température, etc.) est appliquée
au système, ce dernier évolue selon l’équation de Schrödinger agissant sur l’ensemble
des particules (électrons, ions...). Ceci est désigné généralement comme un problème à
N-corps. Il est toutefois possible d’appliquer le modèle de l’électron libre, aussi appelé
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modèle de Sommerfeld, pour comprendre l’évolution de la fonction d’onde à partir de la
structure de bande calculée dans le formalisme de Bloch. Il peut alors devenir nécessaire
de prendre en compte, dans l’équation d’évolution de Schrödinger, la phase de Berry,
elle-même reliée aux propriétés géométriques de la matière. Nous allons principalement
nous intéresser dans cette thèse aux effets d’interfaces et de surface pour lesquels, la
structure de bande est perturbée car le potentiel n’est plus périodique.

1.5 Notion de phase de Berry
La phase de Berry notée Ωm et associée à un niveau d’énergie Em, a été décrite pour
la première fois en 1984 par M. Berry [48]. Ce terme de phase géométrique introduit
une modification dans la phase de l’état d’évolution de la fonction d’onde |ψ〉 lors d’un
processus adiabatique (sans changement de l’état) par application d’une perturbation
extérieure. Cette grandeur présente dans l’état d’évolution de la fonction d’onde a permis
notamment, de démontrer le caractère topologique de l’effet Hall quantique entier [49,
50] (chapitre IV) ou encore de décrire la propagation de la lumière dans des fibres
optiques [51]. La phase dynamique répond à la question “combien de temps a duré le
voyage?”, la phase de Berry, répond à la question “ par où est passé le système au cours
de son voyage?” [52]. Dans cette thèse, nous allons principalement nous intéresser à
décrire le comportement de la phase de Berry dans la PZB.
Nous rappelons ici le cadre et les enjeux à traiter correctement la phase de Berry.
En géométrie différentielle, le concept de transport parallèle est un moyen de mettre en
relation la géométrie autour d’un point le long d’une courbe définie sur une surface. Dans
le cas d’une sphère (notée S2), nous pouvons en chaque point maintenir tangent à la
sphère un vecteur quelconque noté |Ψ〉 porteur de l’information (la direction du vecteur
par exemple). On s’aperçoit que lorsque l’on effectue un contour fermé C, on retrouve
un décalage d’angle Ω entre le vecteur initial |ψ〉 et final, noté |ψ(T )〉. Ce décalage
est appelé holonomie pour les mathématiciens, et anholonomie pour les physiciens. Une
illustration est représentée sur la Fig.1.7(a). Dans le cas d’un cercle S1 on remarque que
sa géométrie donne lieu à une phase, ou décalage en angle, nulle (Fig.1.7(b)).
Dans le cas de l’évolution d’une fonction de Bloch, une telle anholonomie est appelée
phase de Berry. La phase apparaît comme un “défaut” de transport parallèle résultant de
la structure de bande du matériau lors de l’évolution temporelle d’un état électronique
sur une boucle fermée. La phase de Berry est finalement un concept permettant de
décrire la géométrie de l’espace dans lequel évolue la particule et plus particulièrement
la dispersion en énergie de la fonction d’onde (pour un niveau d’énergie Ek donné) dans
la PZB.

Pour comprendre plus en détails cet effet et son domaine d’application, utilisons ces
propriétés de transport à un ket |ψ(k)〉 décrivant une fonction d’onde définie dans l’espace
réciproque. Dans ces conditions, il est possible de projeter sur la surface formée par ses
états propres l’état initial de la fonction d’onde (le ket) ainsi que son état final (le bra
〈ψ(k)|) sur la PZB (pour simplifier ici nous considérons la PZB comme une sphère
quelconque S2) effectuant un contour fermé C. Nous utilisons à cet effet l’opérateur
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Figure 1.7: Représentation du transport parallèle dans le cas d’un vecteur tangent |Ψ〉
pour (a) une sphère S2 donnant lieu à une holonomie, résultant du défaut de transport
du vecteur |Ψ〉 par rapport à son état final |Ψ(T )〉 le long du contour C effectué sur S2.
Dans le cas d’un cercle (b) aucun défaut dans le transport parallèle n’est observé du fait
de la géométrie triviale du cercle.
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différentiel ∇̂C [53] tel que :

A = i〈ψ|∇̂C |ψ〉

avec ∇̂C représentant le gradient (du ket) de la fonction d’onde projetant ce dernier sur
la sphère S2 le long du contour fermé C. De manière générale, en projetant la fonction
d’onde électronique sur les ondes de Bloch définies en k et à partir de l’Eq.1.9 il est
possible d’écrire A comme :

Am = i〈um(k)|∇̂k|um(k)〉 (1.11)

où |um(k)〉 représente ici la partie “cœur” de la fonction de Bloch associée à un vecteur du
réseau réciproque K dans l’espace réciproque tel que |um(k+K)〉 = |um(k)〉. L’indicem
est associé aux états propres d’énergie Em. Ce vecteur Am est appelé vecteur connexion
de Berry associé à la bande d’énergie Em, effectuant un lien entre l’état initial et final
de la fonction d’onde projetée sur la PZB (surface S2) le long du contour fermé C.
La phase de Berry acquise par la fonction d’onde électronique sur la bande |m〉 lors du
contour fermé, peut donc s’écrire sous la forme d’une intégrale le long du contour fermé
C du vecteur connexion de Berry selon :

Ωm =

∮
C

dk · Am (1.12)

En utilisant le théorème de Stokes, il est alors possible d’exprimer cette phase de Berry
en fonction du rotationnel de la connexion de Berry Fm, de sorte que, Fm = ∇k×Am,
impliquant alors :

Ωm =

∫∫
S

d2k · ∇ × Am (1.13)

avec S la surface de l’espace réciproque entourée par le contour C. Ce pseudo-vecteur
Fm est appelé courbure de Berry et joue le rôle d’un champ magnétique dans l’espace
réciproque. Ωm est ici la phase de Berry.
Finalement, lorsque la fonction d’onde d’un électron effectue un contour fermé dans
l’espace réciproque, il est possible d’écrire la relation entre l’état initial |um,k(t = 0)〉 et
final |um,k(t = T )〉 en y incluant la phase de Berry de sorte que :

|um,k(t = 0)〉 = eiΩme−i/~
∫ T
0 dt′εm(k)|um,k(t = T )〉 (1.14)

où le second terme e−i/~
∫ T
0 dt′εm(k) correspond à la phase dynamique de la fonction d’onde.

La symétrie d’inversion temporelle ou symétrie-T , nous indique les relations particulières
auxquelles doivent obéir les états electroniques lorsque l’Hamiltonien reste inchangé par
renversement du temps. En terme de fonction de Bloch orbitale, la symétrie-T nous
impose la relation [54] :

T um(+k) = u?m(k) = um(−k) (1.15)

Concernant la courbure de Berry et en utilisant l’Eq.1.13 nous trouvons que :

Fm(−k) = −Fm(k) (1.16)
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pour chaque point k de l’espace réciproque.
La symétrie de parité où symétrie-P nous indique quant à elle, qu’un système reste
invariant dans l’espace. L’effet de la symétrie-P sur la courbure de Berry est tel que [54] :

Fm(−k) = +Fm(k) (1.17)

Les conditions des Eq.1.16 et 1.17 imposent donc à la courbure de Berry de s’annuler.
Dans ces conditions, le terme de courbure de Berry n’apparaît que dans des systèmes
brisant l’une des deux symétries-T ou -P . Nous reviendrons au chapitre 3 sur de tels
système servant de base pour les isolants topologiques [55] ou encore dans des systèmes
à fort couplage spin-orbite [56].
La phase de Berry revêt une importance cruciale dans ces travaux de thèse concernant les
isolants topologiques, l’effet Hall anormal ou encore l’effet Hall de spin intrinsèque [56].
Afin de mettre en application la phase de Berry décrite ci-dessus, l’effet Hall intrinsèque
va nous servir d’exemple pour relever les propriétés de conduction pouvant émerger de
cette phase géométrique dépendant de la géométrie de la structure de bande sur laquelle
évolue l’électron de conduction.

1.6 Effet de volume : l’effet Hall de spin
Nous donnons ici quelques notions essentielles sur l’effet Hall anormal et l’effet Hall de
spin intrinsèque avant d’aborder la discussion sur la phase de Berry. L’effet Hall de spin
(SHE) sera abordé dans le chapitre suivant dans le cas des métaux lourds 5d comme le
Pt pour lequel deux contributions distinctes peuvent être impliquées :

• L’effet Hall de spin intrinsèque, relié principalement à la phase de Berry développé
majoritairement autour des vallées L dans le cas du Pt [57],

• L’effet Hall de spin extrinsèque lié à la présence d’impuretés [58] ou à l’interface
des multicouches 3d -5d [59].

L’effet Hall a été mis en évidence pour la première fois par E.H. Hall en 1879 [60].
Il est possible de décrire le courant de charge jc appliqué à un conducteur électrique
(typiquement un métal) dans un système de coordonnées x, y et z de la façon la plus
générale, par la matrice de conductivité selon :

jc = σE =

σxx σxy σxz
σyx σyy σyz
σzx σzy σzz

ExEy
Ez

 (1.18)

E représente ici le champ électrique appliqué au système et σ, le tenseur de conductivité
électrique. Lorsqu’un champ magnétique est appliqué perpendiculairement à la direc-
tion du courant de charge, l’électron va subir une force transverse dit force de Lorentz.
Dans l’Eq.1.18, on trouve donc σxy ∝ µ0H ce qui donne lieu à la mesure d’une tension
transverse appelée tension de Hall ordinaire. Un mécanisme supplémentaire dépendant
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du couplage spin-orbite du matériau considéré peut générer un courant de spin trans-
verse : c’est le mécanisme d’effet Hall de spin (SHE), prédit par M.I. Dyakonov et
V.I. Perel en 1971 [61–63]. Ce phénomène de transport donne lieu à une accumulation
de spin sur les surfaces latérales d’un matériau lorsqu’un courant électrique le traverse
dans le volume [64]. Ces effets d’accumulation apparaissent pour annuler le courant de
spin transverse, correspondant à des conditions aux limites sur le courant de spin bien
spécifiques.

1.6.1 Effet Hall de spin intrinsèque
Nous rappelons que l’effet Hall de spin intrinsèque a pour origine le couplage spin-orbite
sur la structure de bande des matériaux de type semi-conducteurs [64], bidimensionnels
2D [65] ou métalliques [66].
Le premier travail démontrant un effet Hall anormal (AHE) intrinsèque dans des matéri-
aux ferromagnétiques a été publiés par Karplus et Luttinger en 1954 [67]. Ces auteurs
ont proposés, qu’en présence d’un courant de charge, les électrons en mouvement selon
x subissent une déviation (ou déflection) transverse selon la direction y également per-
pendiculaire à l’orientation de leur spin selon z, ceci en l’absence de champ magnétique
extérieur .
En 2003, Murakami [68] démontre que des effets similaires de génération d’un courant de
spin à partir d’un courant de charge peuvent être attendus dans des semi-conducteurs non
magnétiques de type-p à fort couplage spin-orbite dus à des effets intrinsèques dans la
structure de bande (Fig.1.3). Ces travaux ont ensuite été étendus à des semi-conducteurs
de type-n et des systèmes à caractères bidimensionnels en 2004 [69].
Lorsqu’un champ électrique E et un champ magnétique B sont appliqués sur un matériau,
il est possible d’utiliser l’équation de transport de Karplus et Luttinger, ne nécessitant
pas de correction relativiste, pour décrire le mouvement des électrons de Bloch en régime
stationnaire [70] nous indiquant finalement :

ẋ =
1

~
∂E0,m(k)

∂k
~k̇ = −eE− eẋ×B (1.19)

avec E0,m(k) l’énergie de la bande |m〉 considérée et où x et k représentent la valeur
moyenne du vecteur position et du vecteur d’onde (ou d’impulsion car p = ~k) du
paquet d’onde électronique évoluant dans l’espace des k, ainsi que dans l’espace réel.
En nous appuyant désormais sur la phase de Berry pour décrire ces mêmes phénomènes,
il est possible d’écrire l’Eq.1.19 en additionnant son effet dans l’espace réciproque sur le
transport selon [71] :

ẋ =
1

~
∂Em(k)

∂k
− k̇×Fm

~k̇ = −eE− eẋ×B (1.20)

Ces équations diffèrent de l’Eq.1.19 en deux aspects distincts : l’énergie (E0,m 6= Em)
et le vecteur vitesse, prennent désormais en considération le moment magnétique orbital
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de l’électron dérivant d’une correction du premier ordre dans la définition de la fonction
de Bloch lorsque cette dernière est sujette à un champ magnétique exterieur [72]. En
second, le terme k̇×Fm, appelé vitesse anormale [73], représente ici l’effet de la courbure
de Berry sur la vitesse de l’électron. C’est cet effet qui donne, dans le cas de matériaux
ferromagnétiques (matériaux dépourvus d’une symétrie -T ) un effet Hall supplémentaire
de l’effet Hall normal appelé effet Hall anormal et non plus lié au champ magnétique
extérieur. Dans des matériaux plus conventionnels, la symétrie-T impose de sévères
restrictions sur les paramètres utilisés dans l’Eq.1.20. Ainsi en renversant le cours du
temps, ẋ, k et B changent de signe alors que x, k̇ (dû aux conditions de Bloch) et E
sont invariants [71].
Dans le cas de matériaux lourds à fort couplage spin-orbite, il résulte de ces équations,
une levée de dégénérescence entre les états de conduction dans la bande de valence, par
exemple associée aux états de trous lourds (HH, J = 3/2) ou légers (LH, J = 1/2) pour
les semi-conducteurs III-V. Cette dégénérescence qui entraîne une brisure de symétrie-T
sur une bande donnée [54]. Lorsque cette symétrie est brisée, l’Eq. 1.19 ne s’applique
plus aussi simplement et permet donc de faire intervenir le terme de phase de Berry pour
décrire les propriétés de conduction. Dans ces conditions, lorsqu’un courant électrique est
appliqué en l’absence de tout champ magnétique extérieur, il est alors possible d’écrire
l’Eq. 1.20 en considérant cette levée de dégénérescence selon :

ẋ =
1

~
∂E↑↓(k)

∂k
− k̇×F↑↓

~k̇ = eE (1.21)

Parce que nous considérons ici le cas de trous, le signe de la charge à été changé.
L’Eq.1.21 considère désormais cette levée de dégénérescence des bandes due au couplage
spin-orbite. Enfin en substituant k̇, nous pouvons désormais écrire l’Eq.1.21 de manière
simplifiée :

ẋ =
1

~
∂E↑↓(k)

∂k
− e

~
E×F↑↓(k) (1.22)

Il en résulte l’apparition d’une vitesse anormale, pour les porteurs, transverse à leur spin
S et au champ électrique E, dans la direction E×S [56, 74]. En effectuant une intégrale
temporelle, il est possible de représenter la position des électrons dans l’espace réel ainsi
que la différence des trajectoires selon la direction de leur spin [Fig.1.8(a)]. Ceci donne
donc lieu à la génération d’un courant de spin dans la direction perpendiculaire au flux
de charge perpendiculaire et à la direction moyenne du vecteur d’onde des porteurs.
Cette déflection de trajectoire doit être associée à un effet de spin de bande, ou encore
effet Hall de spin intrinsèque, reliée donc à la courbure de Berry du matériau. Ainsi,
plus le couplage spin-orbite sera grand, plus la courbure de Berry sera élevée et plus la
déflection de la trajectoire électronique sera significative [69].
En utilisant des procédés similaires à ceux introduits dans le formalisme de Kubo pour
un état d’évolution adiabatique, il est possible de considérer la conductivité transverse
comme étant égale à [49, 50] :

σxy = − e2

2πh

∑
m

∫∫
PBZ

d2k fm (Em(k))F z
m (1.23)
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avec fm (Em(k)) la fonction de distribution au niveau de Fermi correspondant à la bande
m, fait intervenir ici l’intégrale sur l’ensemble des niveaux occupés, de la composante z
du vecteur courbure de Berry F z

m dans la PZB.
En conclusion, il apparaît fondamental dans cette partie d’insister sur l’importance de la
phase de Berry sur les propriétés de conduction. Nous verrons lors du chapitre 3 un autre
domaine d’application de cette phase. Nous allons à présent aborder l’origine des effets
extrinsèques de l’effet Hall de spin comme rencontrés dans le cas de systèmes AuW.

!

(a) (b) (c)

Figure 1.8: Représentation schématique des différents mécanismes à l’origine de l’effet
Hall de spin. (a) Effet intrinsèque de séparation de la particule en fonction de son spin
dû au champ électrique émergeant, correspondant à la phase de Berry. (b) Effet de
dispersion asymétrique (skew scattering) de l’électron en fonction de son spin. (c) Effet
de saut (side jump) de l’électron en fonction de son spin.

1.6.2 Effet Hall de spin extrinsèque

Nous décrivons ici les notions de l’effet Hall de spin extrinsèque. Si un électron parcourant
un matériau subit une diffusion par un potentiel local pouvant être assimilé à un potentiel
d’impuretés (dans la structure cristallographique), ceci donne généralement lieu à une
collision élastique et la trajectoire moyenne de l’électron en sera modifiée. En présence
du couplage spin-orbite, les propriétés de diffusion vont acquérir une dépendance selon
le spin des porteurs [62, 75]. Dans le cas où les deux trajectoires sont diffusées avec
un angle non-nul, c’est la dispersion asymétrique, ou skew scattering : l’idée de base
est que les électrons porteurs de spin sont diffusés de façon asymétrique par les atomes
lourds en présence d’interaction spin-orbite. Cet effet est utilisé afin de générer une
polarisation en spin à partir d’un faisceau d’électrons non-polarisés. Ainsi, un électron
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de spin ↑ sera diffusé par les atomes lourds à travers une trajectoire défléchie dans une
direction transverse au courant. L’inverse est valable pour les électrons de spin ↓. Ces
derniers seront déviés dans la direction opposée lors du processus de diffusion [57]. Cet
effet est montré sur la Fig.1.8(b)
Les deux trajectoires peuvent également subir un saut dans l’espace réel tout en restant
essentiellement parallèles entre elles, c’est l’effet de saut latéral ou side-jump représenté
sur la Fig.1.8(c). Les électrons sont d’abord déviés d’un côté en raison du champ créé par
l’impureté et se retrouvent de nouveau déviés lorsqu’ils quittent cette zone car le champ
se retrouve opposé, correspondant donc à un pas latéral. Le champ électrique provenant
de l’impureté va dévier les électrons de façon différente en fonction de leur spin. On note
donc l’apparition d’une vitesse transverse, dépendante du spin des porteurs, lors de la
diffusion des électrons sur les impuretés ou bien entre deux collisions successives (cas de
l’effet Hall de spin intrinsèque). Ces effets extrinsèques, de side-jump, correspondent en
moyenne à un déplacement latéral du centre de masse d’un paquet d’onde par diffusion
sur les impuretés [76, 77]. Un courant de charge longitudinal entraîne un courant de
spin transverse ce qui est équivalent à un processus d’inter-conversion charge↔spin.
Depuis le début des années 2000, la démonstration expérimentale de la conversion du
courant de charge en courant de spin [78] dans des semi-conducteurs à fort couplage
spin-orbite, suivie des travaux théoriques de Hirsch [75], suscitent actuellement un très
fort engouement dans la communauté. Hirsch est le premier à introduire l’expression de
l’effet Hall de spin par analogie avec l’effet Hall où la force de Lorentz de l’effet Hall est
remplacée par l’interaction spin-orbite. De premières mesures optiques d’accumulation
de spin, par effet Kerr, dans des matériaux semi-conducteurs ont été effectuées dans le
groupe d’Awschalom [64]. Puis par la suite, les premières détections électriques du SHE
seront démontrées en 2006 [79]. Par effet de réciprocité, le phénomène d’effet Hall de
spin inverse (ISHE) peut se produire lorsqu’un courant de spin est converti en un courant
de charge transverse [80]. Les matériaux à fort Z présentant un fort couplage spin-orbite
tels que le platine [81, 82] ou la phase β du Ta [83] sont particulièrement intéressants
pour de telles conversions spin-charge. Afin de quantifier cette efficacité de conversion,
on utilise l’angle de Hall θSHE, rapport entre le courant de spin Js produit et le courant

de charge Jc appliqué, pour donner in-fine θSHE =
||Js||
||Jc||

.

Dans le cas du Pt, cette valeur de conversion est donnée pour θPtSHE dans l’encadrement
compris entre 0.37%[81] et 11% [84]. Il est possible d’expliquer une telle dispersion dans
la mesure du Pt par [59] :

• les valeurs de longueurs de diffusion de spin mesurées et utilisées dans les formules
correspondent à des longueurs d’atténuation au niveau des interfaces,

• la décohérence de spin durant leur transport,

• la modification de la conduction proche des interfaces.

Il existe également des valeurs négatives de l’angle de Hall démontrées expérimentalement
dans différents matériaux tels que l’AuW : θAuWSHE ' −5% [85] (pour une résistivité de
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' 200µΩ.cm) ou le Ta : θTaSHE ' −2% [86]. L’origine de cette différence de signe peut
provenir d’un effet intrinsèque dû au remplissage des bandes du matériau considéré [87]
ou d’un effet extrinsèque dû au processus de diffusion [88].

1.7 Effet de surface : l’effet Edelstein

Dans le cas de surface ou d’interface Rashba, il existe un mécanisme alternatif de conver-
sion du courant de charge en courant de spin (et de courant de spin en courant de charge)
mécanisme appelé effet Edelstein (inverse) [89]. Ce dernier peut être décrit par la phase
de Berry [90]. Toutefois, nous donnerons ici une représentation plus phénoménologique
des effets mis en jeu. Une description plus détaillée de l’effet de la phase de Berry dans
les matériaux 2D sera abordée dans le chapitre 3.
Considérons un système électrique bidimensionnel avec un couplage spin-orbite : un
courant électrique peut induire (sous certaines conditions) une accumulation de spin
(ou polarisation en spin des porteurs) hors équilibre [89]. Dans le cas de matériaux
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Figure 1.9: Schéma de la coupe au niveau de Fermi un état de surface présentant une
hélicité de spin donnée (par exemple un état de surface d’isolant topologique) et des
effets sur cette surface de l’application d’un courant de charge ou de spin. Dans les deux
cas un déplacement de la surface de Fermi dans l’espace des k produit une accumulation
de spin ou un courant de charge correspondant à l’effet Edelstein et l’effet Edelstein
inverse [91].

bidimensionnels tels que les isolants topologiques ou de surface Rashba, l’introduction
du couplage spin-orbite a pour effet de verrouiller la structure de spin autour du contour
circulaire de Fermi, comme représenté sur la Fig.1.9. Ce verrouillage entre structure de
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spin et vecteur d’onde k, donne la possibilité de conversion entre le courant de charge
et le courant de spin à travers l’effet Edelstein (EE) et l’effet Edelstein inverse (IEE)
comme démontré récemment [17, 92].
Dans le cas de l’EE, un courant de charge Jc appliqué sur le gaz d’électron bidimensionnel
dans la direction réelle x, donne lieu à un décalage du contour de Fermi dans l’espace
réciproque selon la direction x, conduisant à un accroissement de la population de spin
avec une orientation privilégiée transverse y, on parle lors d’accumulation de spin [91,
93]. L’efficacité de conversion spin↔charge se caractérise alors par la densité de courant
de spin générée par exemple dans un matériau ferromagnétique déposé sur le 2DEG par
la densité de courant de charge appliquée à ce même gaz. Cette efficacité se matérialise
donc par l’inverse d’une longueur, qEE selon [94] :

qEE = |Js
Jc
| ↔ [A ·m−3]

[A ·m−2]
= [m−1] (1.24)

Il est important de noter ici que qEE n’est pas une propriété intrinsèque de l’état de
surface, puisqu’il dépend de l’interface et du matériau en contact qui absorbera le courant
de spin (résultant de l’accumulation de spin dans les états de surface). Concernant
l’effet réciproque d’IEE, l’injection d’un courant de spin dans l’état de surface, entraîne
la génération d’un courant de charge généré dans l’état bidimensionnel. Contrairement
au cas du SHE, l’efficacité de conversion est caractérisée ici par une longueur λIEE [17,
92] se définissant comme le rapport entre le courant de charge 2D provenant de l’état
bidimensionnel et du courant de spin 3D injecté. Cette longueur peut être exprimée de
la façon suivante[16] :

λIEE = |Jc
Js
| ↔ [A ·m−2]

[A ·m−3]
= [m] (1.25)

Cette fois, en ne considérant que le courant de spin arrivant sur les états de surface (et
non celui généré par une telle méthode), alors on peut dire que λIEE est une quantité
intrinsèque. Au niveau des expériences, la première démonstration de la conversion de
courant de spin en courant de charge a été réalisée sur une interface Rashba de type

Bi|Ag [17]. Il est néanmoins essentiel de préciser ici que la relation λIEE =
1

qEE
n’est pas

valide. Ces deux effets sont différents en raison, d’une part, des longueurs de cohérence
du spin, mais également du comportement des porteurs aux interfaces comme nous le
discuterons dans le chapitre 3.
Afin de comparer les efficacités de conversion des mécanismes SHE et EE, il est nécessaire
d’effectuer un parallèle entre la conversion du courant de spin en courant de charge via
le mécanisme de SHE pour les matériaux volumiques et l’EE pour les systèmes en deux
dimensions. Cette efficacité de conversion est notée θSHE pour les systèmes volumiques.
Pour les matériaux 2D, il est nécessaire de différencier le cas d’une conversion du courant
de spin en courant de charge, donné par λIEE pour les matériaux 2D et du courant de
charge en courant de spin, donné par qEE. Dans le but de comparer ces deux efficacités
de conversion charge-spin et spin-charge, il est nécessaire d’introduire la longueur de
diffusion de spin, lsf sur laquelle le courant de spin est conservé dans le matériau 2D (ou
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3D). Lors de son mouvement dans la matière, ce dernier peut transférer son moment
angulaire lors des collisions avec le réseau (phonons) ou avec des impuretés, conduisant
ainsi à une perte de polarisation. Cet effet est appelé couramment spin-flip et le temps
moyen entre deux collisions entraînant une perte de polarisation est noté τsf . Ainsi la
distance totale entre deux événements peut être reliée, dans un régime de transport
diffusif, par ces grandeurs de la façon suivante : lsf = vF

√
ττsf avec vF la vitesse de

Fermi (celle de l’électron) et τ le temps moyen entre deux collisions de manière générale
(temps de relaxation du moment).
Le maximum de conversion dans le cas de la conversion du courant de spin en courant
de charge dans les matériaux volumiques d’épaisseur e avec e > lsf , est donné par
λISHE = θSHElsf [95]. Dans le cas de 6 nm de Pt on obtient λPtISHE = 0.2nm. Pour un
système Rashba tel que le 2DEG à l’interface LaAlO3/SrTiO3 sur lequel du NiFe a été
déposé, on trouve un facteur de conversion maximal λLAO/STOIEE = 6.4nm [96]. Dans le
cas d’isolant topologique et tout particulièrement de la phase α de l’étain, on retrouve
λα−SnIEE = 2.1nm [18].
Nous remarquons que ces deux valeurs sont largement supérieures en terme de conversion
à ce qui est mesuré dans des matériaux de volume, offrant ainsi la possibilité de réduire
d’au moins un ordre de grandeur le courant de charge nécessaire à une même production
de courant de spin.





Chapter 2

Manipulation et détection de
l’aimantation de multicouches
(Co/Ni) avec SHE et AHE

2.1 Origine de l’effet Hall anormal dans des mul-
ticouches ferromagnétiques

2.1.1 Introduction et motivations
L’objet de ce chapitre est l’étude des propriétés des courants de spin dans les mul-
ticouches à base de métaux de transition 3d/5d. Nous étudions ici des systèmes à
base de Pt/(Co/Ni) et d’Au :W/(Co/Ni), comme échantillons prototypes, sur la base de
mesures d’effet Hall anormal (AHE) sur ces empilements de couches. Une telle étude des
profils de courant de spin dans des séries de ce type n’a pour ainsi dire jamais été abordée
du point de vue fondamental. Ceci s’explique en partie par la complexité d’implémenter
des modèles sur des systèmes multicouches dans un cadre semi-phénoménologique ou
semi-classique de type Camley-Barnas [97] généralisé pour tenir compte des interactions
spin-orbite. Toutefois, de premières études commencent à émerger dans un contexte
international [98].
Les objectifs de cette étude sont donc les suivants :

• En premier lieu de pouvoir bénéficier du caractère multicouche de l’injection de
spin dans la partie ferromagnétique et de transformer ce courant de spin en courant
de charge transverse par (ISHE), originaire de la multicouche elle-même. À cet
effet, dans le contexte international, la littérature traitant du problème de con-
version dans les métaux de transition 3d (Fe,Co,Ni) et leurs alliages commence à
germer [99, 100].

• De développer et d’utiliser un modèle numérique de transport semi-classique et
semi-phénoménologique (donc en présence du couplage spin-orbite) comme pro-
posé ici, pour analyser et comprendre les processus fondamentaux de la diffusion

29
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électronique aux interfaces. De telles diffusions rendent compte des effets de skew-
scattering ou de side-jump dans les processus de SHE/AHE. De même, l’intérêt
est d’analyser les contributions des effets intrinsèques ou d’en déterminer leur
proportion vis à vis des effets extrinsèques. Les mesures d’AHE et leur modélisa-
tion pouvant s’avérer in-fine, des outils précieux pour extraire avec exactitude les
paramètres physiques et paramètres matériaux (libre parcours moyen dépendant
du spin, paramètres de spin-flip, asymétrie de diffusion...).

• Enfin, d’un point de vue technologique, comme proposé dans des articles ré-
cents [101, 102], l’objectif est celui d’optimiser les courants de spin aux interfaces
pour améliorer le couple de transfert de spin (STT). L’optimisation des structures
passe par une compréhension fine des mécanismes de transport et des propriétés
électroniques des interfaces, régissant ce transport polarisé en spin.

Pour comprendre l’ensemble de ces problématiques, nous avons opté pour le système
(Co/Ni) précédemment étudié au sein du laboratoire, disposant d’une anisotropie per-
pendiculaire et déposé sur le Pt, matériau à fort couplage spin-orbite [16, 59].

2.1.2 Propriétés des matériaux sur les effets SHE/AHE

Avant de poursuivre sur de telles investigations, il est nécessaire d’aborder certains points
théoriques importants pour la compréhension du modèle. Si les effets SHE du Pt sont
jusqu’à présent assez bien décrits dans le formalisme intrinsèque [103], des effets locaux
proches des interfaces FM/Pt peuvent cependant subsister (renversement du spin à
l’interface, effets GMR CIP...), permettant une augmentation locale des courants de
spin SHE (ou ISHE) et donnant des angles de Hall effectifs supérieurs aux attentes [59].
Ceci pourrait traduire l’effet des interfaces sur l’angle Hall de spin ou sur la conductivité
transverse intrinsèque du système multicouche [104].
La modélisation des effets conjoints de SHE et d’AHE dans les métaux de transition ferro-
magnétiques s’avère plus complexe, comme évoqué récemment dans la littérature [100].
La distinction entre effet Hall de spin et conductivité transverse intrinsèque et extrin-
sèque se trouve au cœur de ces difficultés. Réaliser une telle modélisation dans ce cas
de matériaux ferromagnétiques, implique également de prendre en compte la levée de
dégénérescence en énergie des canaux de transport de spin majoritaire et minoritaire.
En effet, pour une même énergie, du fait de la symétrie de renversement du temps T ,
les angles Hall de spin du Pt (ou plus généralement d’un matériau non magnétique)
sont opposés entre les canaux ↑ et ↓ mais identiques en amplitude. Il n’en est plus de
même pour les matériaux ferromagnétiques du fait du terme d’échange. De cette levée
de dégénérescence, il résulte donc l’apparition d’un degré de liberté supplémentaire sur
le transport de spin pouvant être décrit par deux angles Hall de spin différents, corre-
spondant à ces deux canaux de conduction. Dans les travaux de A. Fert, A. Friederich
et A. Hamzic [105], ce degré de liberté supplémentaire donne respectivement lieu à la
dissociation entre les effets de spin et le skew-scattering dans un modèle extrinsèque de
l’AHE. La contribution du skew-scattering s’intéresse à la partie donnée par θ↑ = −θ↓
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sur un courant de spin pur, alors que la contribution de l’effet Hall de spin évoque l’effet
d’une déviation unique (θ↑ = θ↓) sur un pur courant de charge.
Comme nous le montrons, la dissociation de ces deux contributions dans les métaux de
transition 3d, peut, de façon équivalente, être décrite par deux angles effectifs différents
θ↑ 6= θ↓, de signe et d’amplitude différents ou non.

Dans ce cadre, il reste à évoquer également les effets de l’impact de la diffusion électron-
ique aux interfaces des multicouches. Les interactions spin-orbite dans les phénomènes
de diffusion peuvent donner lieu à des processus de spin-flip (par exemple par précession
locale sur les champs Rashba aux interfaces) ce que l’on dénomme dans la littérature
comme des effets de perte de mémoire de spin ou spin memory loss (SML) [59, 106].
D’autre part, comme évoqué récemment dans l’article de S. Zheng [107] le degré de
spécularité des réflexions et transmissions électroniques peut jouer un rôle majeur sur
l’anatomie des courants de spin et par conséquent sur les effets AHE dans les multi-
couches.
Dans nos expériences décrites dans la suite, nous montrons en effet un changement
du signe de l’AHE dans les systèmes Pt/(Co/Ni)N à N faible < 17 en comparaison
d’échantillons Pt/(Co/Ni)N où N > 17 ou d’Au :W/(Co/Ni)N . Ce changement de
signe, d’abord surprenant, peut-être expliqué par un effet Hall de spin opposé dans le Pt
en comparaison de celui des multicouches de (Co/Ni)N .

Finalement, l’effet Hall anormal dans ces systèmes Pt/(Co/Ni)N combine les effets de
diffusion du spin dans le (Co/Ni), les effets de réflexion spéculaire ou non à l’interface
avec le Pt ainsi que la conversion du courant de spin généré dans le (Co/Ni) en courant
de charge proche de l’interface (y compris dans le Pt) par ISHE, comme le démontrent les
outils de modélisation développés au laboratoire. Ils permettent également d’extraire les
paramètres des matériaux constituant l’ensemble de la multicouche en très bon accord
avec d’autres techniques de mesures (CIP/CPP GMR notamment).

2.1.3 Définition des grandeurs utilisées

Avant d’aborder le modèle théorique plus en détail ainsi que les résultats obtenus, il
convient donc dans un premier temps, de définir l’ensemble des paramètres à l’origine
de ces effets AHE et SHE.

L’idée principale ici va être de décrire l’origine du courant de spin à travers un modèle
simple de deux bandes en parallèles, l’une pour le matériau ferromagnétique [les couches
de (Co/Ni)], l’autre pour le système à effet Hall de spin (le Pt). Pour décrire les
phénomènes résultant de l’hamiltonien faisant intervenir le couplage spin orbite et dans
le cas d’un modèle simple à deux bandes (FM/SHE), il est possible d’utiliser le formalisme
de Kubo, donnant un lien entre la conductivité électrique σxy et de spin σsxyà l’équilibre,
appelé également théorie de la réponse linéaire [45]. La conductivité de spin transverse
va alors s’écrire tel que :
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σsxy ' σs,AHExy ± σs,SHExy (2.1)

Ainsi, comme nous l’avons abordé, la densité d’état dans un FM sera majoritaire pour
une direction de spin, la contribution du SHE sera affectée d’un signe + ou − en fonction
du canal de spin majoritaire dans le matériau. Il est néanmoins possible de différencier les
contributions de l’effet Hall de spin et de l’effet Hall anormal, en utilisant deux canaux
de conduction de spin ↑ et ↓ différents tel que :

σ↑αβ =

(
σ↑xx σ↑xy
−σ↑xy σ↑xx

)
;σ↓αβ =

(
σ↓xx σ↓xy
−σ↓xy σ↓xx

)
avec α = (x, y) et β = (x, y). Il est possible d’écrire cette équation sous la forme d’un
unique tenseur :

σαβ = σ↑αβ + σ↓αβ =

(
σ↑xx + σ↓xx σ↑xy + σ↓xy
−(σ↑xy + σ↓xy) σ↑xx + σ↓xx

)
(2.2)

où σ↑↓xx représente la conductance longitudinale parallèle au courant de charge et σ↑↓xy les
termes hors diagonaux représentatif de la conductance transverse.
Comme nous l’avons vu, la différence entre le SHE et l’AHE vient de l’angle de la
conversion du courant de spin en courant de charge. Ainsi le SHE est défini par un angle
de Hall θSHE tel que :

θ↑SHE = θ↑ =
σ↑xy

σ↑xx

θ↓SHE = θ↓ =
σ↓xy

σ↓xx
(2.3)

Alors que pour l’AHE on définit l’angle de Hall anormal de spin θAHE :

θAHE =
σ↑xy + σ↓xy

σ↑xx + σ↓xx
(2.4)

Il est essentiel de comprendre ici que θAHE 6= θSHE car pour un matériau ferromagnétique
θ↑ 6= θ↓, alors que pour un matériau SHE (le Pt par exemple), on retrouve θ↓ = −θ↑
comme nous l’avions abordé dans le chapitre 1 avec le modèle de Mott.
Finalement, il est possible de définir le tenseur de résistivité ρ̄αβ = σ̄−1

αβ tel que :

ρ̄αβ =
1

σ2
xx + σ2

xy

(
σ↑xx + σ↓xx −(σ↑xy + σ↓xy)

(σ↑xy + σ↓xy) σ↑xx + σ↓xx

)
(2.5)
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qui permet d’obtenir finalement :

−ρsxy = θsk,sρsxx + (σsj,sxy + σint,sxy )(ρsxx)
2 (2.6)

nous permettant de connaître la valeur de la résistivité transverse en fonction des dif-
férents paramètres. Dans les multicouches, le courant est une somme de courants partiels
dans toutes les couches, ce qui donne finalement une résistance longitudinale et trans-
verse exprimée comme :

Rxx = ρ?xx
L

wt
=
L

w

1

tσ?xx
=
L

w

1∑
i,s

σsxx,i ti

Rxy = ρ?xy
1

t
=

σ?xy
t(σ?xx)

2
=

∑
i,s

(σsxy,i ti)

(
∑
i,s

σsxx,i ti)
2

(2.7)

avec i représentant la couche i du système multicouches et σαβ?, ρ?αβ la conductivité et
résistivité effective de la multicouche, L et w la largeur de la croix de Hall et t l’épaisseur
du matériau considéré. Cette équation est valide en supposant σxx >> σxy, ce qui est
le cas dans ces travaux. Ces équations nous démontrent que la conversion du courant
de spin en courant de charge sera logiquement différente en fonction de l’épaisseur du
matériau SHE ou AHE. Dans un système multicouches SHE/AHE tel le Pt/(Co/Ni), en
augmentant l’épaisseur du FM, la conductivité augmente, ce qui entraine une densité
de courant transverse supérieure et en conséquence, un courant de spin (ou transverse)
qui sera principalement représentatif du AHE. Dans le cas contraire, le matériau SHE
présente une conductivité plus grande, le signal transverse sera donc principalement
représentatif du courant de spin créé par SHE.

2.1.4 Mesures

L’alliage d’Au :W (noté AuW ici), présente également des propriétés de conversion spin-
charge et réciproquement, principalement dues à des effets extrinsèques (voir Chapitre 1)
à cause de la présence d’impuretés de W dans l’Au [88]. Des travaux récents menés à
l’unité mixte de Physique ont démontré la possibilité de modifier l’angle Hall de spin de
l’AuW selon la concentration d’impuretés de W [108]. Le signe de l’angle Hall de spin
peut lui même s’inverser aux plus fortes concentrations d’impuretés de W dans l’Au :W,
et donc pour les grandes résistivités d’AuW comme représenté en Fig. 2.1. L’ensemble
des travaux évoqués ici et dans la littérature [108] supposent un angle de Hall positif
pour le Pt comme référence, convention que nous adopterons jusqu’à la fin du présent
chapitre. Nous avons effectué des mesures de résistance transverse Rxy = Vxy/I en
fonction du champ magnétique extérieur µ0Hz appliqué perpendiculairement au plan de
l’échantillon. Ces mesures nous permettent de saturer l’aimantation du FM dans un
sens et dans l’autre en fonction, du signe du champ magnétique appliqué. Ici +µ0Hz

représente une direction de champ magnétique selon z alors que −µ0Hz est dans le sens
opposé −z. La configuration expérimental est représenté sur la Fig. 2.2(a). Afin d’éviter
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Figure 2.1: Dépendance des angles de Hall de spin obtenus par différentes techniques
(valves de spin latérales et pompage de spin) par rapport à la concentration de W ∝
résistivité de l’AuW (ρAuW ). Figure provenant de la Ref. [108]

des complications inutiles pour l’analyse des résultats, nous avons choisi de soustraire une
correction linéaire à l’ensemble des courbes AHE présentées ci-dessous, correspondant
à l’effet Hall normal. Nous avons choisi de faire figurer ici sur la Fig. 2.2 une partie
des mesures AHE Rxy à l’ambiante (T = 300K) et correspondant aux deux séries
d’échantillons Pt/(Co/Ni)N ainsi que AuW/(Co/Ni)N élaborés au cours d’un même
run de dépôt par pulvérisation cathodique. Nous avons ici choisis une résistivité d’alliage
d’AuW ρ = 130µΩ·cm attendue pour donner un angle de Hall de spin légèrement négatif
(−10% < θSHE < −5%) d’après la Fig. 2.1. Sur la Fig. 2.2, il est remarquable de noter
tout d’abord un changement de signe de l’AHE (Rxy) entre les deux séries d’échantillons
à buffer de Pt et d’AuW et ce, pour le même nombre de séquences d’échantillons
(Co/Ni)N . De manière toute aussi surprenante, nous remarquons que dans le cas du Pt
recouvert d’une séquence N = 20 de (Co/Ni), le signe de l’AHE s’inverse également,
passant de positif pour N < 17 à négatif pour N ≥ 20. Dans ces conditions, un
effet d’interface peut être attendu. Il convient également de noter qu’en augmentant
le nombre de couches de (Co/Ni), est également augmenté la fraction du courant de
charge dans la couche ferromagnétique, réduisant donc le courant passant par la couche
de Pt. Ainsi, pour de larges épaisseurs de (Co/Ni), la contribution des couches (Co/Ni)
devient prépondérante dans la multi-couche entière.
Dans le but de comprendre les effets d’interaction spin-orbite sur les mesures d’effet
Hall anormal, il était nécessaire d’effectuer des mesures complémentaires pour différents
N . Nous avons donc répété cette expérience pour différents nombres de couches de
(Co/Ni), le résultat est représenté sur la Fig. 2.3. Ces mesures ont été effectuées pour
deux séries d’échantillons de Pt différents utilisant deux substrats de silicium thermique-
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Figure 2.2: Mesures d’effet Hall anormal pour (a) Pt/(Co/Ni)3 (b) Pt/(Co/Ni)20 (c)
AuW(ρ = 130µΩ.cm)|(Co/Ni)5 (d) AuW(ρ = 130µΩ.cm)|(Co/Ni)20. Pour l’ensemble
de ces matériaux, on remarque que le changement du nombre de répétition du FM
entraîne un changement de l’amplitude (et même du signe) de l’AHE. L’insert en (a)
montre le principe de mesure avec Rxy = Vxy/Ix

ment oxydés (environ 200 nm d’oxyde) d’origine différente (différents fournisseurs). Le
changement de signe est attendu pour un nombre de couches Nlim ' 17 correspon-
dant à une épaisseur d’environ 15nm de (Co/Ni). Ce croisement représente le point de
compensation entre l’effet Hall anormal du (Co/Ni) dans la limite des couches épaisses,
de signe négatif, et l’AHE dans la limite des couches fines et en présence du platine
dont le signe du spin-orbite effectif est positif. Concernant l’AuW, en ajoutant un point
particulier correspondant à ρAuW = 80µΩ·cm, nous remarquons que ce dernier se place
entre les séries Pt et l’AuW (Fig. 2.3) en raison de sa valeur de l’angle de Hall de spin,
intermédiaire entre ces deux valeurs [85, 109]. La suite de cette partie va expliquer quan-
titativement ces résultats à l’aide de modèles théoriques basés sur l’équation d’évolution
de Boltzmann, opérant sur les courants de spin, impliquant les interactions spin-orbite
aux interfaces.
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Figure 2.3: évolution de l’amplitude de l’effet Hall anormal ∆Rxy en fonction du nombre
de couches de (Co/Ni) N pour le platine (Pt1 et Pt2) et pour l’AuW d’une résistivité
ρAuW = 130µΩ·cm

2.1.5 Analyses et interprétations

Sur la base des arguments mentionnés précédemment, concernant les mécanismes intrin-
sèques et extrinsèque du SHE dans le (Co/Ni), nous avons procédé à différents modèles
pour l’AHE dans les séries à base de Pt et d’AuW, les meilleurs résultats sont représentés
sur la Fig. 2.4(a) pour un ensemble de paramètres liés au (Co/Ni) identiques. Dans ce
cas présent, la SML est prise en compte pour chaque interfaces Co/Ni et Pt/Co. Ces
résultats ont été obtenus dans le cas où l’angle Hall de spin utilisé pour le Pt est égal à
θPt = θ↑Pt = −θ↓Pt = +20± 2% et celui associé à l’AuW est θAuW = −0.3± 0.1% per-
mettant de reproduire quantitativement les mesures de Rxy avec les modèles. La valeur
de θPt peut être discutée en vue des résultats mesurés dans la littérature, il convient
néanmoins de comprendre qu’ici, le rôle des interfaces a tendance à fortement modifier
cette valeur [59]. Ainsi, la valeur présentée ici n’est valable qu’en présence d’un système
multi-couches de (Co/Ni). Ceci explique en partie les différentes valeurs mesurées pour
le Pt dans la littérature (comme discuté dans le chapitre 1). Afin de connaître la nature
du SHE dans le (Co/Ni), il convient maintenant d’observer les résultats obtenus lorsque
l’on fait varier les paramètres intrinsèque (σintxy ) et extrinséque (θsCo/Ni). Nous allons
donc faire varier θ↑Co/Ni et θ

↓
Co/Ni en fixant dans un premier temps σintxy = −85 S.cm−1.

• Dans le cas où θ↑Co/Ni = −0.9% et θ↓Co/Ni = 0, on obtient une très légère modifi-
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cation de la courbe ne prenant en compte que l’effet intrinsèque. Ces deux courbes
se trouvent même confondues pour N → +∞ pour les valeurs de ρxy et Rxy. Ces
résultats sont représentés sur la Fig. 2.4(b)(c)(d) par la courbe bleue.

• Dans le cas où θ↓Co/Ni = −2.2% et θ↑Co/Ni = 0, aucune différence n’est également
observé entre les deux courbes. Ce qui indique que les effets extrinsèques restent
principalement minoritaire dans cette étude. Ces résultats sont représentés sur la
Fig. 2.4(b)(c) par les pointillés violet et en (d) la courbe violette.

La conductivité dans le (Co/Ni) (σintxy ) peut être comparée à la composante extrinsèque
de l’effet Hall de spin des deux canaux de spin θ↑Co/Ni = −θ↓Co/Ni = −1.5% à partir de
la relation σintxy ' θCo/NiPσxx avec Pσxx = σ↑xx − σ↓xx la conductivité de spin donnant
dans ce cas une valeur proche de 70 S.cm−1 pour N = 17, ce qui est en accord avec
les considérations précédentes (P représente la polarisation en spin du courant). Cette
valeurN = 17 correspondant à une égalité entre le courant transverse produit par le Pt et
le Co/Ni, nous indiquant la condition θPtJsP t = θCo/NiJ

s
Co/Ni|N=17 avec JsP t représentant

la proportion du courant de spin se propageant dans le Pt (JsP t + JsCo/Ni = 1).
Un effet supplémentaire est nécessaire pour comprendre l’ensemble de nos résultats :
les effets d’interfaces. Ces conditions de bords sont prises en compte en ajoutant dans
l’équation de Boltzmann dépendante du spin dans une configuration de GMR CIP, des
coefficients de transmission tint et de réflexion rint aux interfaces ainsi qu’un facteur sup-
plémentaire de perte de mémoire de spin (SML) aux interfaces. En effet, tout comme
dans un matériau de volume où le spin peut changer d’état au cours de son parcours
comme nous l’avons vu au chapitre 1, sur une longueur typique de cohérence en spin lsf ,
une interface peut avoir un effet similaire [59] et modifier la direction du spin avec une
probabilité δint (probabilité représentative de la perte de mémoire du spin de l’électron).
En prenant l’ensemble des paramètres il doit être possible d’expliquer les variations ob-
servées sur la Fig. 2.3. Un exemple de modulation de l’un des paramètres est visible
en Fig. 2.5. Ici le paramètre modulé est spPtCo correspondant à la spécularité entre les
interfaces de Co et de Ni comme représenté sur le schéma de cette même figure. Le
paramètre spPtCo = 1 correspond à une réflexion totale alors que pour spPtCo = 0, il
n’y a aucune réflexion spéculaire. Le terme de spécularité à l’interface Co/Ni, lui, est
fixé à 0.4. Lorsque spPtCo = 1, aucun échange entre les courants de spin provenant du
Pt et du Co n’intervient, ce qui entraine Rxy à tendre plus rapidement vers la valeur
associée au (Co/Ni). En augmentant le paramètre de spécularité de Pt/Co on remarque
une convergence rapide de Rxy pour la valeur associée au (Co/Ni). Dans le cas où le
terme de réflexion spéculaire est total, le système se comporte comme si le courant de
spin était majoritairement produit par la couche ferromagnétique, le système n’étant pas
“perturbé” par le courant de spin SHE issus du Pt, la convergence vers Rxy = Rxy,AHE

est donc très rapide. Néanmoins, on observe une légère augmentation de Rxy provenant
probablement de l’effet de l’interface Co/Pt sur le courant de spin produit par le Co/Ni.
Dans le cas où la réflexion est très faible, l’échange entre le courant de spin du (Co/Ni)
et du Pt est élevé, ce qui entraine des perturbations au système, engendrant Rxy à sa-
turer plus lentement vers la valeur associée au Co/Ni. On observe finalement que pour
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Figure 2.4: Comparaison entre le modèle théorique et les mesures. Sur l’ensemble des
courbes le résultats de mesures est représenté par des carrés rouges ou noir dans le cas
du Pt et des triangles bleus pour l’AuW. (a) Comparaison des résultats obtenus à l’aide
des simulations dans le cas des mesures du Pt et l’AuW, associés à un jeu de paramètres
pour le (Co/Ni)N identiques, les points de couleurs orange représentent les résutlats
obtenus dans le cas où la spécularité aux interfaces est différente. (b) Se concentre
sur les résultats du Pt. (c) Représentation des résultats obtenus pour ρxy à partir de
l’Eq. 2.6 dans le cas du Pt. (d) Résultat de la mesure de résistivité longitudinale du
Pt. Les différents ajustements sont représentés par des courbes de couleurs, rouge pour
l’effet intrinsèque de l’AHE du (Co/Ni) et en bleu,vert et violet pour l’effet extrinsèque
du SHE.

un nombre de couches N élevé, la saturation mène à la valeur du Co/Ni. Il est possible
d’effectuer ce type d’observation pour l’ensemble des paramètres et, par conséquent, de
comprendre quantitativement les mesures effectuées. L’effet de la spécularité est égale-
ment représenté via la courbe jaune sur la Fig. 2.4(a) dans le cas supposé ou la rugosité
du Pt serait plus élevée, augmentant ainsi le paramètre de spécularité spPt/Co [110].
Les différents paramètres ainsi que leurs valeurs sont listées dans le tableau récapitu-
latif 2.1. Ces différents paramètres sont complémentaires pour les mesures de l’AuW
pour une résistivité de ρ = 130µΩ·cm et de ρ = 80µΩ·cm ainsi que pour la valeur
du Pt. Les courbes théoriques de la Fig. 2.4(a) ont été produites avec ces paramètres.
L’ensemble des paramètres utilisés et le détail des calculs sont en dehors du cadre de
cette thèse mais détaillés dans la ref. [111]. Ces résultats nous démontrent néanmoins
qu’il est obligatoire de comprendre pleinement les mécanismes à l’origine de la mesure
de Rxy et qu’il est difficile de séparer des effets de SHE et de AHE lorsqu’un courant de
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Figure 2.5: Exemple de modulation de la spécularité en réflexion spPtCo à l’interface
Pt/Co

charge est injecté dans un échantillon comprenant ces deux matériaux. Afin de s’abstraire
du problème de l’AHE/SHE dans le FM, il faudrait d’utiliser un matériau isolant ferro-
magnétique [112] tel que le grenat de fer et d’yttrium [113] ou le grenat de fer et de
thulium [114].

2.1.6 Conclusions sur le modèle et les mesures

En conclusion de cette partie, nous avons mis en évidence un phénomène d’inversion de
Rxy en fonction du nombre de couches de (Co/Ni) sur Pt. En utilisant des simulation
permettant la description du courant de charge et de spin dans les multicouches, nous
avons extrait un angle de Hall opposé entre le Pt et le (Co/Ni) pouvant expliquer
ce phénomène. De manière identique, nous avons été capable de faire correspondre
ce modèle avec l’ensemble des résultats mesurés en utilisant de nombreux paramètres
intervenant dans le transport, dans le but de maîtriser et de comprendre leurs effets. Il
est également à noter que de simples mesures d’effet Hall peuvent finalement déterminer
avec précisions les grandeurs caractéristiques pour le transport de spin (voir tableau 2.1).
La suite de ce manuscrit rend compte des mesures de renversement de l’aimantation
dans les structures étudiées ci-dessus et dans le cas de ces mêmes multicouches pour
du Pt/(Co/Ni)N . Il était donc essentiel de comprendre le comportement du courant de
spin dans ce système pour être capable d’interpréter les résultats.
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Paramètre symbole valeur pour un spin
↑

Valeur pour un spin
↓

Conductivité du Co σCo

(
S.cm−1

)
7.4× 106 2.7× 106

Conductivité du Ni σNi

(
S.cm−1

)
1.7× 107 2.3× 106

Conductivité du Pt σPt

(
S.cm−1

)
9.5× 106 9.5× 106

Conductivité du Au :W130 σAu :W130

(
S.cm−1

)
7.7× 105 7.7× 105

Conductivité du Au :W80 σAu :W80

(
S.cm−1

)
1.25× 105 1.25× 105

Conductivité de Hall intrinsèque du (Co/Ni) σint
xy

(
S.cm−1

)
= σint,↑

xy + σint,↓
xy = −85

Libre parcours moyen dans le Co λCo(nm) 7.4 2.7

Libre parcours moyen dans le Ni λNi(nm) 16 2.3

Libre parcours moyen dans le Pt λPt(nm) 1.6 1.6

Libre parcours moyen dans le Au :W λPt(nm) 0.4 0.4

Angle de spin up du (Co/Ni) (Eq. 2.3) θ
↑
Co/Ni

−0.9% 0

Angle de spin down du (Co/Ni) (Eq. 2.3) θ
↓
Co/Ni

0 2.2%

Angle de spin anormal du (Co/Ni) (Eq. 2.4) θCo/Ni −1.5% 1.5%

Angle de Hall de spin du Pt θPt 20% −20%

Angle de Hall de spin du Au :W130 θAu :W130
−0.3% 0.3%

Angle de Hall de spin du Au :W80 θAu :W130
10% −10%

Coefficient de transmission moyen à l’interface Pt/Co tPt/Co 0.94 0.31

Coefficient de transmission moyen à l’interface Co/Ni tCo/Ni 0.14 0.08

Coefficient de transmission moyen à l’interface Au :W/Co tAu :W/Co 0.43 0.23

Coefficient de réflexion spéculaire Pt/Co spPt/Co 0

Coefficient de réflexion spéculaire Au :W/Co spAu :W/Co 0

Coefficient de réflexion spéculaire Co/Ni spAu :W/Co 0.4

Perte de mémoire de spin Pt/Co δPt/Co 0.9

Perte de mémoire de spin Co/Ni δCo/Ni 0.3

Perte de mémoire de spin Au :W/Co δAu :W/Co 0

Table 2.1: récapitulatif des paramètres obtenus pour obtenir les résultats de la
Fig. 2.4(a).

2.2 Renversement de l’aimantation du Co/Ni

Cette partie vise à démontrer que, sous l’action d’un courant polarisé en spin par l’effet
Hall de spin et sous certaines conditions experimentales (application d’un petit champ
magnétique), il est possible de rendre mobiles des parois magnétiques dans un sens ou
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Figure 2.6: Représentation schématique des deux types de parois et le plan de rotation
du moment magnétique associé. La configuration de la paroi déterminera les conditions
de déplacement de celle-ci sous l’effet d’un couple de spin.

dans l’autre (selon la direction du courant appliqué) et donc de commuter une aiman-
tation [115, 116].
Ceci est rendu possible par les effets de couple de transfert de spin (spin-torque) comme
décrits dans la littérature, par exemple par Parkin [115] ou Pizzini et Vogel [116]. Ici les
mécanismes de création d’un courant polarisé en spin sont identiques aux cas décrits dans
la section précédente. Il s’agira dans un premier temps de comprendre les phénomènes
à l’origine du renversement de l’aimantation puis de mesurer les densités de courant
critiques nécessaires à l’observation du renversement de l’aimantation. En ce sens, les
multicouches (Co/Ni) à aimantation perpendiculaire constituent un système magnétique
particulièrement bien adapté à cette étude tant du point de vue des applications, que du
point de vue fondamental pour les aspects de l’interaction Dzyaloshinskii-Moriya (DMI).
Il est à noter également, que l’anisotropie perpendiculaire des multicouches (Co/Ni) n’est
pas énormément affecté par le nombre de répétition du fait de la densité d’interfaces
constante.

2.2.1 Interactions Dzyaloshinskii-Moriya aux interfaces

Lorsqu’un champ magnétique extérieur est appliqué sur un FM, la commutation de l’état
d’aimantation s’opère généralement par l’intermédiaire d’un déplacement de parois mag-
nétiques séparant deux domaines aimantés de façon homogène [117]. La séparation entre
chacune de ces régions (domaines) est appelé paroi (ou paroi de domaine), Dans une
paroi, l’aimantation tourne de 180◦ sur une distance courte (typiquement quelques nm
dans Co|Ni). Souvent la composante hors du plan de l’aimantation, mz, est approximée
par une arc tangente dont l’argument, ∆ =

√
A/K avec A l’échange et K l’anisotropie

effective de la paroi. Une paroi peut être de type Bloch ou Néel. Dans le cas des parois de
Bloch, le plan de rotation du moment magnétique est parallèle au plan de l’échantillon,
alors que pour les parois de Néel, le plan est perpendiculaire au plan de l’échantillon.
La Fig. 2.6 représente les deux types de parois ainsi que leur plan de rotation respec-
tif. Dans ces conditions, le déplacement de ces parois correspond à une propagation de
l’aimantation dans l’échantillon. Ces parois représentent donc le processus fondamental
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du renversement de l’aimantation de ce matériau ferromagnétique.
Dans la plupart des cas, le matériau ferromagnétique se stabilisera en une configuration
de type Bloch. En l’absence de DMI, pour des pistes plus larges que la largeur de
la paroi, la configuration Bloch est favorisée. Cependant, une faible composante DMI
(typiquementD ' 0.01−0.1mJ·nm) suffira à rendre la configuration Néel favorable [26].
Nous rappelons que les éléments métalliques de transition 3d, ont la particularité de
posséder un moment magnétique 3d et nous pouvons considérer, dès lors, un terme
d’énergie d’échange J entre 2 atomes voisins de direction de spin Ŝ1 et Ŝ2 différentes
selon l’hamiltonien d’Heisenberg :

H = J Si · Sj (2.8)

Ainsi lorsque deux fonctions d’ondes sont orthogonales entre elles, cette interaction
conduit le spin des électrons à s’ordonner dans le matériau ferromagnétique suivant une
seule et unique direction. En 1958, I. Dzyaloshinskii postule une correction importante
à cette interaction d’échange opérant entre deux proches voisins et ceci en se basant
sur les théories de Landau [118]. Deux ans plus tard, T. Moriya démontre que cet effet
d’échange antisymétrique est dû aux interactions spin-orbite [119]. Cette correction nous
permet de réécrire l’équation d’échange 2.8 selon :

H = JS1 · S2 +D · (S1 × S2) (2.9)

Nous pouvons donc considérer deux contributions distinctes : la première contribution
JSi ·Sj qui tend à aligner les spins parallèles ou antiparallèles entre eux suivant la signe
de J (dans le cas où J < 0 on se trouve dans une configuration ferromagnétique); la
seconde contribution D · (Si × Sj) favorise des spin orthogonaux, c’est le DMI. Ainsi,
lorsqu’une fine couche ferromagnétique est déposée sur un matériau à fort couplage
spin-orbite, cette interaction devient significative voire prépondérante dans la texture
magnétique du système.
En 2012, il a été montré théoriquement [120] et expérimentalement [115] que le rôle de
l’interaction Dzyaloshinskii-Moriya aux interfaces entre un ferromagnétique (Co) et un
métal lourd non magnétique (Pt) était essentiel pour stabiliser les parois de domaines
dans une configuration de type Néel. Comme nous l’avons précédemment décrit, nous
utiliserons dans les expériences de renversement de l’aimantation décrites par la suite,
une couche de platine (6nm) sur laquelle est déposé un système multicouches de (Co/Ni)
d’épaisseur respective (0.2 / 0.6 nm) dans la séquence. Cette configuration possède la
particularité de promouvoir des domaines dans une configuration de type Néel, au même
titre qu’une interface Pt/Co [120, 121].

2.2.2 Couple de transfert de spin dans le régime permanent
d’injection

Le couple de transfert de spin (STT ou spin transfert torque en anglais) peut être défini
comme le couple magnétique qu’exerce le courant de spin sur l’aimantation d’un élément
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ferromagnétique. En supposant un matériau à fort SOC (par exemple le Pt) sur lequel on
dépose un film ferromagnétique à aimantation perpendiculaire (un système multicouches
de Co/Ni), le courant de spin généré dans le Pt, par SHE, va agir sur l’aimantation du
Co/Ni.
De manière générale, il est possible de définir l’équation du mouvement prenant en
compte la dynamique de l’aimantation M, à travers l’équation de Landau-Lifshitz [122] :

∂M
∂t

= −γgM ∧ µ0Heff,0 +
αdiss
Ms

M ∧ dM
dt

(2.10)

avec Heff,0 associé au champ d’anisotropie effectif de la couche magnétique, γg le
facteur gyromagnétique, Ms la norme de M et αdiss le paramètre dissipatif sans dimen-
sion. La première partie de l’Eq. 2.10 −γgM ∧ µ0Heff est un terme qui tend à faire
précesser l’aimantation sous l’action du champ magnétique extérieur. Le second terme
αdiss
Ms

M∧ dM
dt

introduit un terme qui pousse l’aimantation M du système à tendre vers la

position d’équilibre M0 alignée selon Heff,0, fixé par le champ externe et les anisotropies.
Une représentation de la dynamique de l’aimantation en fonction du champ magnétique
µHeff,0 est visible sur la Fig. 2.7.

𝑴

𝜇#𝑯𝒆𝒇𝒇,𝟎

−𝑴 ×𝑯𝒆𝒇𝒇

𝑴 × 𝑑𝑴/𝑑𝑡

Figure 2.7: Schéma du processus de dynamique de l’aimantation M sous l’action
d’un champ magnétique extérieur µ0Heff,0 en prenant en compte la composante
d’amortissement de l’Eq. 2.10. La position d’équilibre tend à aligner M selon µ0Heff,0

J.C. Slonczewski [10] montre en 1996, qu’un tel effet peut être induit par un courant de
spin provenant de la conversion du courant de charge jc dans un matériau ferromagné-
tique (ou par l’intermédiaire d’un matériau à fort couplage spin-orbite). L’aimantation
M se trouve ainsi excitée par le spin des porteurs. Cet effet ne dépend plus d’un champ
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magnétique exterieur mais introduit un champ magnétique H provenant du courant. Il
propose donc une correction à l’Eq. 2.10 sous la forme :

∂M
∂t

= −γgM ∧ µ0Heff +
αdiss
Ms

M ∧ dM
dt

+ γg
~Pjc
eMst

m ∧ (σ ∧M)− γgµ0M ∧H

(2.11)

avec t l’épaisseur de la couche ferromagnétique (ou du matériau à fort couplage spin-
orbite suivant les considérations du courant de charge), m le vecteur unitaire de l’aimantation
M et P le vecteur polarisation du courant de charge jc. Cette correction est appelée
couple de transfert de spin ou couple de spin-orbite. On retrouve dans cette équation,
deux composantes des courants de spin transverse à l’aimantation :

• La composante Slonczewski ou damping-like γ
~Pjc
eMst

m ∧ (σ ∧M),

• La composante field-like −γµ0M ∧H.

Ce sont ces facteurs qui sont à l’origine des phénomènes de propagation des domaines
par application d’impulsion de courant.
Il est admis que dans le cas du STT lié au SHE, c’est la composante Slonczewski qui
domine. En conséquence de quoi, seules les paroi de domaine de type Néel se propagent
le long du courant de charge, et seules celles de type Bloch se déplacent orthogonalement
au courant (avec une direction qui dépend de leur chiralité) [123]. La propagation dépend
du SOT, mais la nucléation peut être aidée par les champs d’Oersted présents sur les
bords des pistes.
L’addition d’un champ magnétique extérieur, orienté dans le plan apparait donc néces-
saire pour modifier les axes des parois [18] et être ainsi capable de propager les domaines.
En se référant ainsi à la Fig. 2.8, nous pouvons observer que plus le champ magnétique
dans le plan sera élevé, plus la direction des parois de Néel sera modifiée dans le sens
de ce champ appliqué ce qui facilitera la propagation des domaines dans l’échantillon.
Nous allons donc, au cours de ces expériences, appliquer un champ magnétique µ0Hy

dans le plan de l’échantillon et étudier son impact sur les densités de courant nécessaires
au renversement de l’aimantation de multicouches (Co/Ni)N Le protocole expérimental
est le suivant :

• On sature l’échantillon dans sa position de départ (soit Bas soit Haut),

• On applique un champ magnétique dans le plan de l’échantillon,

• On injecte un courant de charge dans le dispositif,

• On mesure Rxy.

Afin de connaître l’état d’aimantation de l’élément ferromagnétique, il convient dans
un premier temps, de mesurer les variations de Rxy en fonction du champ magnétique
µ0H appliqué perpendiculaire et dans le plan de l’échantillon. Cette mesure nous sert de
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Figure 2.8: Représentation de l’effet du champ magnétique dans le plan sur la paroi de
Néel pour un ferromagnétique avec DMI stabilisant des parois de Néel à champ nul.
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Figure 2.9: Représentation de la mesure de Rxy en fonction du champ magnétique
perpendiculaire (en bleu) appliqué et dans le plan (en vert). La mesure du champ
magnétique dans le plan nous permet de connaître la valeur limite applicable avant que
l’aimantation ne soit pas dans un état perpendiculaire.
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Figure 2.10: Comparaison entre l’état Haut et Bas trouvé avec l’effet Hall anormal (à
gauche) et les valeurs obtenus par un renversement de l’aimantation induit par le courant
pour du (Co/Ni)3 avec un champ dans le plan ' 0.1 T (à droite)

valeur de référence pour la résistance correspondant aux états ↑ et ↓ de l’aimantation.
La mesure en fonction du champ magnétique dans le plan nous permet de connaitre la
valeur limite pour laquelle l’aimantation du système bascule dans le plan de l’échantillon.
Les mesures de ces variations sont reportées sur la Fig. ??. Cette dernière nous indique
que pour un champ magnétique dans le plan µ0Hy > 0.3T , l’aimantation du système
bascule dans le plan. Le résultat d’une mesure de renversement de l’aimantation en
fonction du courant de charge appliqué, pour µ0Hy = 0.1 T dans le cas d’un échantillon
de Pt/(Co/Ni)3/Al est reporté sur la Fig. 2.10. En comparant les valeurs de résistance
obtenues, nous remarquons que pour ce système donné, le renversement de l’aimantation
a été total. Cette expérience appuie donc les résultats obtenus précédemment par Ro-
jas Sanchez et al. [16] sur un système identique. Nous pouvons également déduire
de cette figure le courant nécessaire pour amorcer le mouvement de l’aimantation et
le déplacement de la paroi. Ainsi à partir de ±8mA, l’aimantation commence à être
déstabilisée jusqu’à atteindre la valeur opposée pour ±17mA. Le début de commuta-
tion/déstabilisation magnétique, nous indique l’amorce de la propagation des parois.
Dans le but de comprendre l’origine de ce renversement, nous allons principalement
nous intéresser au courant critique, marquant le début de la propagation des domaines
à travers l’étude de son évolution lorsque nous augmentons le nombres de multicouches
de (Co/Ni)N .

2.2.3 Expérience de renversement de l’aimantation

Lorsque le seuil de courant positif appliqué au barreau est atteint, l’aimantation du sys-
tème, préparée dans un état Bas (RAHE, ↓ ' −0.33mΩ ) rejoint un état Haut(RAHE, ↑ '
−0.23mΩ). En appliquant maintenant un courant négatif au système, le courant seuil
négatif lui permet de revenir dans un état Bas. Ainsi si le renversement n’est pas com-
plet alors les informations concernant la décroissance de Rxy deviennent incorrectes. Il
a donc été choisi de préparer le système dans des états RAHE, ↑ et RAHE, ↓ en saturant
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l’échantillon avec un champ magnétique positif et négatif et de réaliser quatres mesures
différentes comme suit :

• Champ de saturation positif, état préparé en RAHE, ↓, Courant I positif

• Champ de saturation positif, état préparé en RAHE, ↓, Courant I négatif

• Champ de saturation négatif, état préparé en RAHE, ↑, Courant I positif

• Champ de saturation négatif, état préparé en RAHE, ↑, Courant I négatif

Par exemple, dans le cas d’un système (Co/Ni)4, ces mesures sont représentées sur la
Fig. 2.11. De manière à simplifier le traitement, nous avons choisi de représenter l’état
Haut avec une valeur normalisée égale à 1 alors que l’état Bas sera associée à la valeur
−1. Pour l’ensemble des échantillons associés à un nombre de multicouches de (Co/Ni)N
différent, les mesures restent identiques au cas du (Co/Ni)3, précédemment décrit.
La Fig 2.11(a) nous indique que, lorsqu’un système est préparé dans l’état Haut, le
champ magnétique dans le plan µ0Hy doit être négatif pour observer une commutation
magnétique lorsqu’un courant négatif est appliqué. La Fig 2.11(b) quant à elle nous
indique que, dans les mêmes conditions de préparation, un champ magnétique µ0Hy

positif doit être appliqué pour un courant positif. Lorsqu’aucun champ magnétique
dans le plan est appliqué µ0Hy = 0, aucun renversement de l’aimantation n’a pu être
observé quelque soit le signe du courant. Ces résultats étaient attendus en vue des
considérations précédentes. Par argument de symétrie, un effet de STT ne peut avoir
lieu que lorsque l’aimantation du FM est légèrement inclinée dans la direction du spin
majoritaire des électrons constituant le courant de spin. C’est pourquoi nous obtenons
ces symétries avec le champ magnétique, lorsque µ0Hy < 0, un courant positif ne peut
agir sur l’aimantation inclinée dans la direction opposée aux spins des électrons. Il faut
donc considérer des symétries particulières. Les Fig 2.11(c) et (d) nous démontrent
un effet identique dans le cas où le FM est préparé dans l’état Bas, les conclusions
restant identiques. Ainsi nous pouvons tirer des conclusions identiques sur l’ensemble
des répétitions de (Co/Ni)N avec N ∈ [3, 4, 5, 6] :

• Lorsque le courant est positif et l’état préparé Haut, le renversement intervient
pour un champ magnétique positif dans le plan,

• Lorsque le courant est négatif et l’état préparé Bas, le renversement intervient
pour un champ magnétique positif dans le plan,

• Lorsque le courant est négatif et l’état préparé Haut, le renversement intervient
pour un champ magnétique négatif dans le plan,

• Lorsque le courant est positif et l’état préparé Bas, le renversement intervient pour
un champ magnétique négatif dans le plan.

L’objectif étant d’étudier le courant critique pour lequel un début de renversement de
l’aimantation intervient, nous avons choisi de concentrer nos investigations sur un seuil
particulier provenant des différents diagrammes de phase constituant la Fig 2.11. Ce
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Figure 2.11: Diagrammes de phase des cartes du renversement de l’aimantation pour
le (Co/Ni)4 pour différentes valeurs de champ magnétique appliqué dans le plan Hext,||.
(a) et (b) représentent les cartes de renversement de l’aimantation lorsque l’aimantation
est préparée dans un état Haut, pour un courant appliqué (a) négatif et (b) positif. (c)
et (d) représentent les cartes de renversement de l’aimantation lorsqu’elle est préparée
dans un état Bas, pour un courant appliqué (c) négatif et (d) positif.

seuil à été choisi égal à 0, correspondant au courant critique pour lequel la résistance
mesurée correspond à une configuration constituée d’une densité identique de domaines
d’aimantation pointant vers le Haut et vers le Bas. De manière plus quantitative, les
différentes répétitions de (Co/Ni)N n’étant pas mesurées sur des croix de Hall de même
largeur, il a été nécessaire de normaliser le courant appliqué au système par rapport à
ces différentes dimensions. On utilise ainsi une densité de courant J donnée par :

J =
I

w · ept
(2.12)

avec w la largeur de la croix de Hall et ePt l’épaisseur de platine dans laquelle le courant
est injecté. Dans le but de simplifier la description des phénomènes observés, nous ne
considérerons seulement, dans un premier temps que l’épaisseur de platine. En conclusion
des résultats obtenus dans la première partie de ce chapitre, nous pouvons considérer
que pour de faibles épaisseurs de (Co/Ni)N typiquement N < 7, une grande majorité du
courant circule dans le Pt, seule son épaisseur sera considérée. La largeur du barreau w
est mesurée au microscope optique pour chaque échantillons avec une précision de±5µm
environ, l’épaisseur de Pt ePt reste quant à elle constante au cours de l’expérience (ePt =
6nm). En relevant le seuil de densité de courant pour différentes répétitions de (Co/Ni)N ,
nous obtenons les résultats représenté sur la Fig. 2.12. À partir de cette mesure, nous
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Figure 2.12: Seuil de renversement de l’aimantation pour les différentes épaisseurs de
Cobalt-Nickel en fonction du champ magnétique Hext,‖ et de la densité de courant
traversant chacun des dispositifs.

remarquons que la densité de courant nécessaire au renversement de l’aimantation du
(Co/Ni)N augmente avec N . Il est possible de simplifier la représentation de la Fig 2.12
pour quelques valeurs de champ magnétique µ0Hy appliqué dans le plan comme reporté
sur la Fig. 2.13. On remarque que la densité de courant en fonction de l’épaisseur des
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Figure 2.13: Courbe de densité de courant jx appliqué en fonction de l’inverse de
l’épaisseur 1/t du (Co/Ni) pour différentes valeurs de champ dans le plan Hext,||.
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multicouches de (Co/Ni) se comporte en
1

t
. Comme nous l’avons abordé dans la première

partie de ce chapitre, l’explication de ce procédé est relativement simple, en augmentant
le nombre de couches de (Co/Ni), on diminue la fraction du courant parcourant le Pt
comme représenté sur la courbe noire de la Fig. 2.14. Similairement, en augmentant
le nombre de couche, on augmente considérablement le courant de spin produit par le
(Co/Ni), signifiant que le “volume” magnétique à retourner est plus “grand” . Le modèle
simple du couple de transfert de spin décrit dans l’Eq. 2.11 devient donc plus complexe
car un autre canal de spin est présent. La corrélation entre les prédictions théoriques et
expérimentales, concordent donc à montrer qu’il est nécessaire de choisir un nombre de
répétion de (Co/Ni) N faible.

0 10 20 30 40
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

J C
o|

N
i /J

to
t

N

Pt 6|(Co 0.2 | Ni 0.6)N
 charge current
 spin current

Courant de charge
Courant de spin

Figure 2.14: Représentation des calculs montrant l’évolution du courant de charge (en
noir) et le courant de spin (en rouge) dans le Co/Ni. On remarque que le courant de
spin parcourant le (Co/Ni) évolue de façon rapide et devient majoritaire à mesure que
N augmente.

2.3 Conclusions
En conclusion de ce chapitre, nous avons démontré expérimentalement l’importance de
comprendre les mécanismes de l’AHE et du SHE dans les multicouches de (Co/Ni)N et
notamment les effets d’interface sur le processus de couple de spin-orbite. Les interfaces
ont généralement pour effet de modifier les propriétés du courant de spin émanent du
SOC (cas du Pt) mais également de l’AHE lui même. Le but étant de commuter
l’aimantation du (Co/Ni)N à l’aide du courant de spin généré dans le Pt, cette étude
était fondamentale mais également nécessaire car toujours sujet à discussion dans la
communauté de la spintronique.



Chapitre 2 : AHE dans les multicouches 51

L’aspect expérimental du renversement de l’aimantation a permis de retrouver les résul-
tats obtenus par Rojas Sanchez et al. [16] dans le cas de Pt/(Co/Ni)3 pour différentes
répétitions de (Co/Ni). Ainsi nous avons vu qu’en augmentant le nombre de répétitions
N de (Co/Ni), la densité de courant nécessaire au renversement se comporte comme
l’inverse de l’épaisseur 1/t, du fait que le couple de transfert de spin s’opère sur une
épaisseur faible du (Co/Ni)N , ainsi, l’ajout de multicouches (Co/Ni) supplémentaire a
tendance à augmenter le couple nécessaire au renversement complet de l’aimantation.
De même, le shunt du courant de charge par le (Co/Ni) peut s’ajouter à cet effet.
L’ensemble de ces résultats et de ce chapitre doit servir de référence pour l’étude d’un
tel renversement avec un 2DEG comme nous le verrons dans le chapitre 4.





Chapter 3

Isolants topologiques

Ce chapitre est consacré à la description des propriétés physiques des isolants topologiques
comme l’α-Sn étudié ici ainsi qu’aux différentes applications potentielles qui en émer-
gent. Ces nouveaux types de matériaux décrits comme isolants en volume et conducteurs
en surface, présentent des efficacités de conversion du courant de spin en courant de
charge (IEE) et réciproque (EE) permettant de potentiellement réduire les densités de
courant critiques pour la commutation des MRAM (chapitre 1).
Les états de surface de ces isolants topologiques présentent, dans leur structure de
bande, des propriétés similaires à celles du graphène. Les états de surface présentent
une dispersion linéaire, c’est à dire que l’énergie E est linéaire en k. Ils apparaissent
entre les bandes de valence et de conduction appelé cône de Dirac. En plus de ces
états de conduction offrant aux porteurs une forte mobilité, la structure de spin est dite
verrouillé sur le contour de la surface de Fermi dans l’espace réciproque.
Les propriétés de ces matériaux offrent un fort potentiel d’application pour la spintron-
ique. Il existe différentes classes de matériaux de base comme isolants topologiques (TI) :
des composés de bismuth tel que le Bi2Se3 [124], le Bi2Te3 [125] ou le BiSb [126] [ou
plus généralement (BixSb1−x)2(SeyTe1−y)3] mais également des TI comme l’α-Sn [127]
ou le HgTe [128].
Nous allons tout d’abord revenir sur la théorie des TI, afin de comprendre leur lien
avec la topologique mathématique ainsi que les différentes découvertes qui ont amené
à l’attribution du prix Nobel de physique 2016 à Thouless, Haldane et Kosterlitz [129].
Nous allons ensuite nous intéresser au cas de l’isolant topologique particulier étudié ici :
la phase α de l’étain (α-Sn) par le biais des mesures de sa structure de bande à l’aide de la
spectroscopie photoélectronique résolue en angle (ARPES) et de mesures de transport
sous champ magnétique. Ce chapitre représente une version étendue de notre article
publié dans Physical Review B [130].

3.1 Théorie

Les principaux aspects théoriques d’un isolant topologique sont abordés ici. Cette partie
nous permet de mieux comprendre les résultats présentés par la suite, il est néanmoins

53
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possible au lecteur de passer outre cette section 3.1 sans altérer la compréhension du
chapitre. Nous allons, discuter ici du premier cas d’isolant présentant des propriétés de
conduction de bord et liés à sa topologie, à savoir un matériau dans le régime d’effet Hall
quantique entier (QHE) [49]. Nous poursuivrons ensuite sur les découvertes de Haldane
dans le cas du graphène qui ont donné naissance à la notion et définition de l’isolant de
Chern [131]. Enfin, nous aborderons de façon théorique l’apparition des états de surface
dans le cas de semi-conducteurs pourvus d’un fort couplage spin orbite, tel que le HgTe
et l’α-Sn, selon la revue de Kane et Hasan [132], dérivant des travaux de Kane, Mele,
Bernevig, Zhang, etc..

3.1.1 De l’isolant à la topologie : cas de l’effet Hall quantique
Un isolant est caractérisé par des orbitales électroniques de valence remplies et une bande
de conduction vide. Si la bande interdite est suffisament large relativement aux autres
energies, il en résulte une absence de conduction électrique dans le volume par activation
thermique. Ainsi, la différence entre un matériau isolant et un matériau semi-conducteur
réside dans la taille de la bande interdite. D’un point de vue purement mathématique, la
topologie de la structure de bande d’un système semi-conducteur et d’un système isolant
ne présente à priori aucune différence notable.
La topologie est une branche des mathématiques portant sur l’étude d’objets et de leurs
transformations. Ainsi, deux variétés, définition mathématique de ce que l’on pourrait
appeler un objet, possèdent les mêmes propriétés topologiques s’il est possible de trans-
former une variété 1 en une variété 2 sans ouvrir ni fermer d’anses (trous) dans l’objet.
Ce type de transformation correspond, en physique, à une transformation adiabatique.
D’un point de vue topologique, il en résulte donc qu’une tasse corresponde donc à un
beignet, les deux objets ne présentant qu’un seul trou. Ce type de transformation homéo-
morphique est appelé transformation douce. Pour caractériser ce type d’état, une variété
est associée à un indice entier D correspondant au “genre” de la variété considérée (voir
Fig 3.1) [133].
Une façon simple d’introduire des effets topologiques dans la matière est de considérer
l’effet Hall quantique (QHE) [134]. Le QHE apparaît lorsqu’un gaz d’électron à deux
dimensions (2DEG) est soumis à un fort champ magnétique µ0Hz, appliqué perpendic-
ulaire au plan de l’échantillon [135, 136]. Dans ces conditions, l’électron va effectuer
une orbite dite cyclotron produite par la force de Lorentz. Les niveaux d’énergie sont
alors quantifiés et reliés à la fréquence cyclotron selon ωc = qµ0Hz

m
avec m la masse

de la particule (ici un électron) et q sa charge. Nous retrouvons des niveaux d’énergie
échelonnés selon :

εn = ~ωc(n+ 1/2) (3.1)

Ces niveaux d’énergie quantifiés sont appelés niveaux de Landau.
Il apparait donc une séparation en énergie supplémentaire donnant lieu à un ensemble de
bandes

∑n
n=0 N occupées et

∑+∞
n=N(n + 1) vides. Ces résultats donnent ainsi, comme

dans le cas d’un isolant classique, une bande interdite.
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Variété A Variété B Variété C Variété D

𝐷 = 0 𝐷 = 1Genre

Figure 3.1: Représentation schématique de deux paires de variétés appartenant à un genre
différent. Pourtant différent de notre point de vue, les variétés A et B appartiennent
au genre D = 0 car ne présentant aucun trou et sont donc identiques d’un point de vu
topologique. De même, les variétés C et D appartiennent au même genre D = 1 présen-
tant une seule ouverture. (crédit image : www.eaguingamp.com, www.wikipedia.com,
www.fff.fr)

Il est possible d’écrire l’Eq. 3.1 en fonction du rayon de l’orbite cyclotron dans l’espace
réciproque kN tel que :

εn =
~2k2

N

2m
(3.2)

En ajoutant un caractère fini à l’extension des fonctions d’onde des électrons soumis
au champ magnétique µ0Hz, les niveaux d’énergie se trouvent courbés sur les bords de
l’échantillon générant en l’occurrence un état de bord au niveau de Fermi. D’un point
de vu classique il est possible de se représenter cette courbure comme une réflexion des
électrons sur les bords, créant donc un canal de conduction en surface (ou interface)
représenté sur la Fig. 3.2.(b). Le système n’est donc plus totalement isolant. Le cycle
des orbites étant bien défini, les électrons ne peuvent se propager seulement dans un sens
sur un bord ou dans le sens opposé sur l’autre bord suivant la direction de révolution,
favorisant donc l’apparition d’un courant de bord transverse σxy. Ce courant, quantifiée
par sa conductivité transverse σxy créé, s’écrit sous la forme d’un multiple de e2/h [137]
selon :

σxy = Ne2/~ (3.3)
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Figure 3.2: Représentation dans l’espace réel et réciproque de la différence entre un
isolant et l’effet Hall quantique. (a) Représentation dans l’espace Réel de l’orbite de
l’électron autour du noyau atomique. Ce dernier occupe le dernier état possible et
ne permet donc pas la conduction. (b) Représentation de l’orbite cyclotron dans le
cas où un champ magnétique µ0Hz suffisamment élevé est appliqué perpendiculaire au
plan de l’échantillon. Dans cette image simpliste, nous remarquons que si les électrons
rebondissent sur les bords, alors il se propageant latéralement. (c) Structure de bande
d’un isolant en faisant apparaître la bande de conduction (en rouge) , de valence (en bleu)
ainsi que la bande interdite d’énergie EG. (d) Structure de bande de la quantification
de niveaux de Landau, les niveaux occupés (bleu) et vides (rouge) sont séparés par une
énergie ~ωc dans le volume.Figure adaptée de ref [132].

Cette conductivité σxy sera donc différente selon les niveaux de Landau occupés et
correspondant à chaque orbite cyclotron. La conductivité longitudinale σxx, quant à elle,
peut être également mesurée et donne lieu aux oscillations Shubnikov-de Haas [138], qui
seront abordées plus tard dans ce chapitre. Les charges n’étant mobiles que sur les
bords de l’échantillon, ce courant longitudinal apparaîtra uniquement lorsque le niveau
de Fermi correspond à un niveau de Landau. Au contraire, σxx = 0 lorsque le niveau de
Fermi se place entre deux niveaux de Landau consécutifs.
Dans la littérature, les mesures de σxy ont toutes donné une valeur identique avec une
précision jusqu’au 9eme chiffre significatif [139] et ceci, indépendamment du matériau
étudié. En 1982, Thouless et al. ont démontré que ces valeurs extrêmes de précisions
étaient reliées à la structure des niveaux de Landau [49] ne dépendant que de la topologie
de l’espace réciproque, comme nous le détaillons ci-dessous.

Dans un système évoluant à deux dimensions, il est possible de considérer la PZB sous
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Figure 3.3: Représentation de la construction du tore T2 dans la PZB en considérant les
conditions au limites imposées par les conditions de Bloch.

la forme d’un tore de dimension deux : T2 (une représentation est visible sur la Fig. 3.3).
Ainsi, Thouless et al. ont démontré qu’il était possible d’écrire la conduction transverse
comme :

σxy =
e2

h
ν =

e2

h

∑
Eα<EF

Nα (3.4)

avec Nα donné par :

Nα =
i

2π

∫
T2

(
〈∂kxuα(kx, ky)|∂kyuα(kx, ky)〉 − 〈∂kyuα(kx, ky)|∂kxuα(kx, ky)〉

)
dkxdky

(3.5)

avec uα(kx, ky), la partie périodique de la fonction de bande de la bande α. Nous
ne reviendrons pas ici sur la démonstration de cette formule mais seulement sur son
sens physique profond ainsi que sur certaines de ses conséquences. L’Eq. 3.4 représente
une version plus détaillée de l’Eq. 3.3 en mettant en lumière une expression de cette
conductance comme somme des contributions de chacun des niveaux de Landau Eα
remplis ainsi que de leur nombre Nα. Par l’intermédiaire de ce nombre Nα, Thouless et
al. ont été capable de montrer que la conduction transverse est liée à la topologie de la
PZB.
En 1983, Berry introduit la notion de phase qui porte son nom [140] et Simons fait le lien
entre l’Eq. 3.5 et cette phase particulière [50]. En effet, d’après les explications ci-dessus,
nous remarquons qu’il est relativement aisé de faire le lien entre les deux quantités. Ainsi
il est possible de réécrire l’Eq. 3.4 en faisant apparaître la phase de Berry de telle sorte
que :
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σxy =
e2

h

∑
Eα<EF

nα (3.6)

nα =
1

2π

∫
T2

Fαd
2k

Le nombre nα est ici appelé nombre de Chern. Ce nombre relie la phase de Berry Ω(ψα)
associée à la fonction d’onde ψα d’un niveau de Landau α et intégrée sur l’ensemble de
la PZB de dimensions deux (T2) au nombre défini dans l’Eq. 3.4 par Thouless et al.
Le passage de l’Eq. 3.4 à l’Eq. 3.6 se fait néanmoins en supposant la zone de Brillouin
divisée en deux zones différentes sur le tore T2. Le passage de l’intégrale sur le contour
C du rotationnel du vecteur connexion de Berry ∇k × Ak décrit la particule lors de
son trajet dans l’espace réciproque, à une intégrale de surface dans ce même espace
suppose toutefois de pouvoir appliquer le théorème de Stokes. Or, dans ces conditions
particulières, il est possible de démontrer que dans le cas d’un tore T2, l’application du
théorème de Stokes n’est possible qu’en imposant une valeur différente de ce contour à
l’intérieur et à l’extérieur, donnant lieu à l’apparition d’un vortex centré en kx = ky = 0.
Une démonstration détaillée de cet effet est donnée en ref. [134]. Le nombre de Chern
représente in fine le nombre d’enroulement de ∇k×Ak sur la PZB [141]. Ce concept est
essentiel pour comprendre pour la suite de ces travaux et plus généralement la manière
dont intervient la phase de Berry dans la matière condensée.
Ce nombre de Chern est donc finalement une grandeur topologique de la variété (ici
la PZB). Ainsi pour chaque niveaux de Landau ce nombre sera égal à 1. Dans leurs
travaux, TKNN démontrent que, lorsqu’un champ magnétique est appliqué au système
et que la symétrie-T est brisée, chaque niveaux de Landau contribue à la conduction à
l’aide de la formule de Kubo, utilisée dans l’Eq. 3.6 pour déduire σxy.
L’évolution de la conductivité transverse dans le cas de l’effet Hall quantique entier ne
sera pas discuté ici, car cela nécessiterait d’introduire des concepts bien plus complexes
tels que le papillon d’Hofstadter [142]. Pour plus de détails, il est possible de se référer
aux papiers de Dean et al. [143] et de Koshino et al. [144].
Enfin, par analogie au genre D décrit précédemment dans le cas d’objets mathématiques,
il est possible de comparer le nombre de Chern au résultat donné par le théorème de
Gauss-Bonnet [133] :

2(1−D) =
1

2π

∫
KdS (3.7)

où K est le rayon de courbure gaussienne de la variété. Par exemple, dans le cas d’une
sphère, K = 1/R2 donc D = 0 (une sphère ne présentant aucun trou).

En comparant les Eq. 3.6 et Eq. 3.7 nous remarquons que ∇k×Ak peut être vu comme
la courbure gaussienne de la variété considérée. Ici il s’agit de la topologie du fibré
de Bloch (où l’espace de base est la PZB et la fibre, l’espace vectoriel engendré par
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Figure 3.4: a) Structure en nid d’abeille du graphène dans l’espace réel. b) Représenta-
tion de la PZB du graphène avec deux points distinct aux bords K et K ′. c) Représen-
tation de l’énergie en fonction du vecteur d’onde dans la PZB montrant la présence de
cônes de Dirac aux points K et K ′ d’après l’hamiltonien de l’Eq. 3.8.

|un(k)〉). Il ne convient donc pas d’effectuer un parallèle entre le nombre de trous de la
variété et la structure de la PZB, cette dernière restant un tore T2.
En 1988, suite à ses travaux, Haldane propose un modèle équivalent sans champ mag-
nétique, donnant lieu à l’apparition d’états supplémentaires de dispersion linéaire entre
deux variétés topologiques.

3.1.2 États de surface topologiques
Nous décrivons ici en détail le modèle de Haldane. Haldane fonde sa théorie de l’isolant
de Chern sur un réseau hexagonal en nid d’abeille tel que le graphène pourvu d’un motif
à deux atomes. Il considère uniquement dans un premier temps les interactions entre
proches voisins d’un site A à un site B. Le modèle se base donc sur un hamiltonien à
deux bandes, identique à celui utilisé dans le cas du graphène, constitué des orbitales
pz des deux sites A et B. La structure électronique est caractérisée par la présence de
deux cônes de Dirac aux points K et K ′ de l’espace réciproque [145] (représenté sur la
Fig. 3.4). Ainsi au voisinage de ces points l’hamiltonien peut s’écrire sous la forme d’un
hamiltonien de Dirac [146] :

H(q) = ~vFq · σ (3.8)

avec q = k−K avec k proche de K et K′ et σ les matrices de Pauli. Cet hamiltonien
est associé aux valeurs propres respectives :
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E = ±~vF |k| (3.9)

avec vF la vitesse de Fermi des électrons, ~ la constante de Planck réduite, k le vecteur
d’onde. Le détail de ces calculs est donné dans la Ref. [147]. Il est également possible de
simplifier cet hamiltonien sous la forme d’une matrice 2× 2 dans le modèle des liaisons
fortes selon :

H(k) = h(k) · σ (3.10)

avec h(k) = [hx(k), hy(k), hz(k)] tel que E = ±
√
h2
x + h2

y + h2
z.

Dans le cas d’un cristal monoatomique, aucun terme d’échange n’apparait entre les deux
atomes d’un site A et B, la symétrie-P est donc conservée (le centre de la symétrie-P
étant situé entre A et B). De la même manière, sans perturbation extérieur la symétrie-T
est également conservée. On dit, que les symétries P et T protègent les point de Dirac,
ces derniers étant fortement liés à ces deux symétries [147]. La symétrie-P nous dicte en
effet que h(k) = σ1h(−k)σ1 → hz(k) = −hz(k) alors que la symétrie-T nous impose
h(k) = h?(−k) → hz(k) = hz(k) où k ∈ PZB. Dans ces conditions hz(k) = 0 pour
tout k y compris pour k = q + K d’où hz(q) = 0. Il est donc directement possible de
relier les Eq. 3.8 et l’Eq. 3.10 de telle façon que h(q) = ~vFq. Ce résultat implique des
cônes de Dirac aux points K et K ′ lorsque les symétrie-T et P sont préservées.

Haldane introduit dans son modèle des “sauts” électroniques d’un site A à un site B aux
seconds plus proches voisins, donnant lieu à un champ magnétique local dont le flux total
est nul sur la cellule unité considérée (cela permet d’éviter la quantification en niveaux de
Landau). Ce terme magnétique intervient en considérant deux proches voisins différents
(associés à des sites A et B dans la structure hexagonale). Chacun de ces sauts va jouer
le rôle de champ magnétique “local” apparaissant sous la forme d’un terme de phase
φ ∈ [−π; π] appelé phase de Peierls [131] ayant pour effet de briser la symétrie-T [148].
De manière similaire, afin de briser la symétrie-P , Haldane considère un potentiel M
entre les sites A et B du réseau hexagonal (Fig. 3.4(a)). Les considérations précédentes
sur hz(q) ne tiennent plus dans ces conditions et hz(q) 6= 0. L’hamiltonien de Dirac
devient donc dans ces conditions [132] :

H(q) = ~vF (qxσx + qyσy) +mσz (3.11)

avec m = hz(K) associée à un terme de “masse” fictive (appelée masse de Haldane).
L’état propre de l’hamiltonien provenant de l’Eq. 3.11, va s’écrire à présent comme :

E = ±
√

(~vFq)2 +m2 (3.12)

Les deux états propres vont donc être associés à une bande interdite d’amplitude 2|m|.
Un point clef est que mK/K′ = M ± 3

√
3t2sin(φ) avec un signe positif ou négatif
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Figure 3.5: a) Structure en nid d’abeille de deux atomes différents A et B d’une différence
de potentiel M. Les sauts d’un site A→A et B→B ajoutent un terme de phase t2eiφ. b)
Dans ces conditions et d’après l’Eq. 3.11, une bande interdite s’ouvre.

suivant la vallée K ou K ′ considérée. Ce terme de masse fait apparaitre un terme M ,
représentatif de la brisure de symétrie-P et un terme φ représentatif de la symétrie-T .
Une représentation de cet effet est reporté sur la Fig. 3.5. En considérant à présent ces
brisures de symétrie et en utilisant ce modèle il existe différents cas :

• symétrie-T conservée + symétrie-P conservée → états du graphène “normaux”
avec deux points de Diracs en K et K ′.

• symétrie-T conservée + symétrie-P brisée → Ouverture d’une bande d’énergie
interdite, le terme de masse m est identique aux points K et K ′ tel que m = m′

• symétrie-T brisée + symétrie-P conservée → Ouverture d’une bande d’énergie
interdite , le terme de masse m est de signe opposé aux points K et K ′ tel que
m = −m′

• symétrie-T brisée + symétrie-P brisée→ Ouverture de deux bandes interdites aux
points K et K ′, cas d’un isolant classique.

Les valeurs propres de l’hamiltonien h(k) dans la sphère de Bloch du système seront donc
différentes selon les symétries brisées. On remarque ainsi que, lorsque la symétrie-P est
brisée et la symétrie-T conservée, h(k) ne visite qu’un hémisphère de cette sphère car
m = m′. Alors qu’en brisant la symétrie-T et ne conservant uniquement la symétrie-
P , le système peut évoluer librement d’un état m à m′ = −m. Une représentation
schématique de ces considérations est donnée sur la Fig. 3.6.
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Figure 3.6: Représentation des effets de la brisure (ou non) des symétrie-T et P sur la
sphère des états propres de h(k) aux points k = K et k = K ′.

A l’aide de la phase de Berry, il est alors possible de calculer le nombre de Chern associé
à la courbure de Berry F dans la PZB du système c’est à dire sur le tore T2. Pour alléger
les notations nous allons décrire la courbure de Berry telle que F = Fdkx ∧ dky et le
vecteur connexion de Berry A tel que A = Adk nous permettant d’écrire F = dA. En
suivant le raisonnement développé en annexe 1 de la ref [149], il est donc possible (dans
le cas général), de relier le vecteur connexion de Berry (le long du contour γ qu’effectue
le système sur la Fig. 3.5) à la courbure de Berry à l’aide du théorème de Stokes selon :

nC =
1

2π

∫
T2

F =
1

2π

∫
γ

dA (3.13)

Dans le cas où la symétrie-T est conservée et la symétrie-P brisée, nous retrouvons
nC = 0, car hz(k) = 0. En imposant maintenant une brisure de symétrie-T , il n’est
plus possible d’écrire aussi simplement l’Eq. 3.13. L’application du théorème de Stokes
n’étant alors plus valide dans ces conditions (hz(k) 6= 0), les états propres vont pouvoir
passer du pôle nord au pôle sud de la sphère des états propres de h (Fig. 3.6). Il devient
à présent nécessaire d’introduire un vecteur connexion de Berry différent pour chaque
pôle de cette sphère. On utilise alors une technique identique à celle du monopole de
Dirac [150] à savoir une séparation de cette sphère en deux parties : l’une comprenant
l’anomalie de l’intégration du vecteur connexion de Berry dans la PZB (pouvant être vu
sous la forme d’un vortex), appelée RI (pôle associé à hz(k)), l’autre appelée RII (pôle
associé à −hz(k)). Le calcul de la phase de Berry dans ces conditions s’effectue donc
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Figure 3.7: Représentation des résultats du modèle de Haldane dans le cas de la brisure
de symétrie-T et P , représenté respectivement par le terme φ et M/t2. Le nombre de
Chern nC se trouve modifié dans ces conditions, comme expliqué dans l’Eq. 3.15. Les
encadrés nous montrent l’impact sur la structure de bande de l’interface entre un nombre
de Chern nC = 0 et nC 6= 0.

le long de ce vortex γ séparant ces deux régions (I et II) [149]. Le vecteur connexion de
Berry A = (AI ;AII) s’écrit quant à lui :

AII(k) = AI(k)−∇kφ (3.14)

avec φ ∈ {0, 2π} la phase Aharonov-Bohm nous permettant de briser cette symétrie-T .
Le sens de rotation du vortex est décrit par le point de départ du vecteur propre ĥ(k)
(en RI ou RII). En incluant ces résultats dans le calcul du nombre de Chern et en
supposant un point de départ de ĥ(k) en RII :

nC =
1

2π

∫
T2

F =
1

2π

∫
RI

dAI +
1

2π

∫
RII

dAII

=
1

2π

∮
γ

(AII − AI)dk

= − 1

2π

∮
γ

∇kφ(k)dk = −1 (3.15)

Dans le cas opposé, c’est à dire en supposant un vortex de rotation opposée, le nombre
de Chern nC = 1 [149]. En utilisant les paramètres ajustables M/t2 et φ, Haldane
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démontre que cet effet topologique apparait pour différentes valeurs sous la forme d’un
diagramme représenté sur la Fig. 3.7. On remarque d’après ce schéma l’importance de
la symétrie-T (représenté par la phase Aharonov-Bohm φ) sans laquelle le nombre de
Chern est nul. La symétrie-P nous indique également que pour certaines valeurs il est
possible, même lorsque la symétrie-T est brisée, de retrouver le cas d’un nombre de
Chern= 0. Finalement, la valeur non nulle du nombre de Chern (et par conséquent de
la phase de Berry) va donc donner une conduction transverse σxy selon l’Eq. 3.6.

En supposant maintenant une interface entre un isolant normal (le vide par exemple),
associée à un nombre de Chern nC = 0 et à un matériau dans le régime QHE avec
nC 6= 0, la transition doit faire en sorte de fermer la bande d’énergie interdite afin de
permettre à l’indice topologique de changer. Il y aura donc des états électroniques liés à
cette région où ce gap énergétique passe par zéro. En considérant le modèle de Haldane
où m change de signe en fonction de la direction y (dans l’espace réel), avec y > 0 pour
la partie isolante et y < 0 pour la partie QHE, alors m(y) > 0 pour la partie isolante et
m(y) < 0 pour la partie associée à l’état QHE. L’équation de Schrodinger, obtenue en
remplaçant le terme q par −i∇ dans l’Eq. 3.11 donne une solution simple associé à des
états d’énergie E(qx) = ~vF qx. Cette bande d’interface, coupe le niveau de Fermi avec
une vitesse positive dE/dqx = ~vF et définit la direction du mouvement des particules
sur les bords [132]. Dans les années 80, ces résultats ont été reportés pour des systèmes
semi-conducteurs 2D (ou quasi-2D), pouvant être localement décrits comme des états
de Dirac. Ils révèlent les résultats identiques à ceux d’Haldane : une interface où le terme
m change de signe est associé à un état de Dirac fermant la bande interdite [151, 152].
D’un point de vue expérimental, il est possible de remplacer la brisure de symétrie-T par
un matériau férromagnétique par exemple, néanmoins ce modèle reste principalement
théorique. En effet, en pratique il est impossible de maîtriser les “sauts” des particules
(donc la phase Aharonov-Bohm). Il s’agit ici du premier “matériau” isolant en volume
avec des états de conductions sur les bords liés directement à la valeur du nombre de
Chern et donc à la topologie du matériau.

3.1.3 Isolants topologiques 2D

En 2005, Mele et Kane [55] introduisent le terme de couplage spin-orbite dans l’hamiltonien
de l’Eq. 3.10. Ce terme de couplage ne peut être introduit que lorsque les symétrie-T
et P restent valides, le nombre de Chern est dans ce cas nul. Ils remarquent néanmoins
que, comme abordé dans le chapitre 1, ce terme de couplage modifie la structure de
bande des matériaux. Dans le cas du graphène, il ouvre une bande d’énergie interdite de
l’ordre de 2λSO (λSO est la constante de couplage spin-orbite). En effectuant les même
considérations que Haldane mais en remplaçant cette fois le terme de flux magnétique
par le couplage spin orbite, le graphène peut donc devenir un isolant pourvu d’une con-
duction de bord non nulle tel que σxy = ±e2/h lié à un indice topologique νT (discuté
ci-après). Néanmoins cette conductivité étant opposée selon le spin considéré, il devient
possible d’utiliser le modèle à deux porteurs de Mott Js = (~/2e)(j↑ − j↓) donnant une
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a)

b)

Figure 3.8: a) Structure de bande de dimension 1 pour un ruban de graphène (en
insert) avec deux bandes rejoignant les points K et K ′. b) Représentation des états
de conduction sur les bords lorsqu’un courant électrique I est appliqué au système. La
chiralité est différente et fait apparaître deux états de conduction différents. Figure
reprise de Kane et Mele [55]

conductivité de spin (en utilisant la formule de Kubo [153]) selon :

σsxy =
e

2π
(3.16)

Ces résultats démontrent que, dans le cas du graphène “physique”, il existe des états de
bords, protégés par la topologie du système. Sachant que dans le cas où un hamiltonien
H respecte la symétrie-T , alors l’état du système est invariant au court de la transfor-
mation t → −t, le moment k devient alors −k. Les valeurs propres ε de l’hamiltonien
invariant par symétrie-T doit donc s’écrire :

ε↑(k) = ε↓(−k) (3.17)

répondant au critère (propriété) des conjugués de Kramers. Il en résulte que les valeurs
propres seront au moins doublement dégénérées. En l’absence de SOC, cette dégénéres-
cence est seulement liée à la dégénérescence entre les spin ↑ et ↓. Le SOC va avoir
pour effet de lever la dégénérescence de ces états en dehors des moments k invariant
par symétrie-T à savoir en k = 0 = Γ et pour k = ±π

a
(avec a le paramètre de

maille). Chaque paire de ces points (appelé paire de Kramers) sera donc reliée par une
bande d’état de spin ↑ et une bande de spin ↓ [154, 155]. Dans le cas des résultats
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de Mele et Kane, nous retrouvons donc deux bandes de spin opposés à l’interface en-
tre les deux matériaux comme représenté sur la Fig. 3.8(a) donnant une conduction de
bord, lorsqu’un courant de charge I parcours le système, de chiralité en spin opposée
[Fig. 3.8(b)]. Ainsi, comme l’ont démontré Wu et al. [156], le courant de spin ↑ se
propage dans une direction contraire au courant de spin ↓. Cet effet, qui est à l’origine
du travail précurseur de Kane et Mele en 2005 dans le graphène [55], est appelé l’effet
Hall de spin quantique (QSHE).
Néanmoins, il convient de nuancer ces résultats, le couplage spin orbite du carbone

Isolant topologie trivial Isolant topologie non triviala) b)
Bande de conduction Bande de conduction

Bande de valenceBande de valence

Figure 3.9: Dispersion électronique pour deux doublets de Kramers aux points Γa = 0
et Γb = π/a. Pour (a) le nombre d’états de surface traversant le niveau de Fermi est
pair alors que pour (b) ce nombre est impair. Un nombre impair donne lieu à des états
de bords métalliques topologiquement protégés. Figure reprise de la ref.[132].

étant très faible λSO ' 0, il n’est pas possible d’observer ces états dans des conditions
de pression et de température normales ou accessibles à un expérimentateur [157].
La connexion des doublets de Kramers par l’ajout du SOC est réalisée de deux façons
différentes [158], ils peuvent se rejoindre en coupant le niveau de Fermi un nombre pair
ou un nombre impair de fois. Lorsque le niveau de Fermi est coupé un nombre pair de
fois, l’hamiltonien du système peut être progressivement perturbé de telle sorte que les
bandes d’énergie de surface soient connectées en dehors de la bande d’énergie interdite
(Fig. 3.9a), ce type de matériau est appelé isolant topologique trivial. Au contraire,
lorsque le niveau de Fermi est traversé un nombre impair de fois, il existe toujours au
moins une bande de bord métallique correspondant à un isolant topologique non trivial
(Fig. 3.9b).
Kane et Mele introduisent un nouvel indice νT lié à l’indice topologique du matériau,
prenant une valeur νT = 0 pour un isolant topologique trivial et νT = 1 pour un
isolant topologique non trivial. Ces états (νT = 1) sont alors robustes au désordre (non-
magnétique) et les effets de rétro-diffusion électroniques sont alors supprimés [158]. On
dit ici que ces états de bords sont protégés par la symétrie-T . On parle alors d’isolant
topologique de classe Z2, le nombre topologique νT ne pouvant prendre qu’une valeur 0
ou 1, contrairement au nombre de Chern qui est un invariant Z (−1, 0, 1, ...).
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Figure 3.10: Représentation schématique d’un puit quantique de HgCdTe. Pour une
épaisseur de HgTe supérieur à dc = 6.3nm, Bernevig et al. ont démontré qu’il était
possible d’observer un recoupement des bandes s et p (de valence et de conduction) aux
interfaces, donnant ainsi naissance au premier isolant topologique expérimental.

En 2007 Bernevig et al. [128] ont l’idée d’utiliser un puit quantique de HgCdTe, perme-
ttant l’ouverture à la voie expérimentale concernant les isolants topologiques. HgCdTe
est une famille de semi-conducteurs de bande interdite faible pourvus d’un couplage
spin-orbite très fort [159]. Pour des semi-conducteurs classiques, la bande de valence est
associée à des orbitales de symétrie p et à des états de conduction de symétrie s comme
nous l’avons vu au chapitre 1. Dans le cas du HgTe, le SOC inverse ces effets, les états
supérieurs (en énergie) étant maintenant affectés d’une symétrie p et ceux inférieurs
d’une symétrie s. Bernevig et al. ont considéré une structure où une couche de HgTe
est prise en sandwich entre deux couches de CdTe comme représenté en Fig. 3.10, aux
interfaces entre ces deux matériaux les bandes de valence et de conduction doivent se
rejoindre.
Ils étudient également l’influence de l’épaisseur de la couche de HgTe, pour des épaisseurs
d > 6.3nm, ils observent l’apparition d’un recoupement des bandes s et p donnant nais-
sance à un recoupement linéaire à l’interface HgTe|CdTe. Pour une épaisseur d < 6.3nm,
les bandes s et p ne se recoupent pas complètement avec les bandes inversées du HgTe,
ne permettant pas l’apparition d’un recoupement linéaire. Ce changement de bords dans
la bande de valence peut être vue comme une transition de phase topologique Z2 pour
laquelle νT change. Le niveau de Fermi se trouvant dans le bande interdite de ces états
nous retrouvons pour d > 6.3nm, νT = 1 et pour d < 6.3nm , νT = 0 [160]. En
2007, l’équipe de Molenkamp a effectué des mesures de transport en se basant sur ces
prédictions théoriques et démontrent les signatures d’un état d’effet Hall de spin quan-
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tique (QSHE) [161] et donc la présence d’états topologiques, confirmant les prédictions
de Bernevig. Ce type d’isolant topologique est appelé isolant topologique 2D, car la
conduction ne se fait que sur des états dits de bords de l’échantillon. Une représentation
des différents effet Hall ainsi que de leurs propriétés est représenté en Fig. 3.11.

𝐌𝐳

𝐈𝐱 𝐈𝐱
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Effet Hall (1879) Effet Hall anormal (1881) Effet Hall de spin (2004)
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(TKNN, 1982) 𝑛) ∈ ℤ

Effet Hall quantique anormal 
(Haldane, 1988) 𝑛) ∈ ℤ
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(Kane et Mele 2007) 𝜈- ∈ ℤ.

Force de Lorentz Effet de phase de Berry

Brisure de symétrie-𝓣 (𝝁𝟎𝐇𝐳 ou 𝐌𝐳) SOC (TRS)

Figure 3.11: Représentation des différents types d’effet Hall ainsi que de leur origine. La
première colonne indique l’effet hall normal et l’effet Hall quantique, dont l’origine est
la force de Lorentz ayant un effet sur l’électron en fonction de sa charge électrique. La
deuxième colonne représente l’effet Hall anormal et l’effet Hall quantique anormal (mod-
èle de Haldane) ayant pour origine une vitesse anormale dans le modèle de Karplus et
Luttinger. Dans ces deux premières colonnes, une condition nécessaire pour l’apparition
de ces effets est la brisure de la symétrie-T par l’intermédiaire soit d’un champ magné-
tique extérieur appliqué perpendiculaire au plan (µ0Hz) soit de l’aimantation du matériau
(Mz). Lorsque la symétrie-T est brisée, le nombre de Chern peut prendre des valeurs
tel que nC ∈ Z, ici nC 6= 0. Enfin la dernière colonne représente l’effet Hall de spin
et l’effet Hall quantique de spin (également appelé isolant topologique 2D) ayant donc
pour origine un champ B dans l’espace des k: la courbure de Berry, mais cette fois en
introduisant le couplage spin-orbite, dans ces conditions la symétrie-T est respectée.
Dans ces conditions, le nombre de Chern étant toujours nul, on introduit un nouveau
nombre topologique νT ne pouvant prendre que des valeurs 0 ou 1, la classe de ce nombre
topologique devient donc Z2. Dans cet exemple νT = 1. Figure inspirée des refs. [162,
163].
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Isolant topologie forta) b)Isolant topologie faible

Figure 3.12: Représentation de la PZB à l’interface d’un isolant topologique 3D. Dans
a) le cas d’un isolant topologique faible où ν0 = 0 et b) le cas d’un isolant topologique
fort où ν0 = 1. Figure provenant de la ref. [132]

3.1.4 Isolant topologique 3D

En 2006, différents travaux ont démontrés qu’il était possible de généraliser ce type
d’états en 3 dimensions [164–166] dans des cristaux, pouvant être caractérisés par des
états 2D aux interfaces. On retrouve ainsi non plus des états de bords mais des états de
surface métallique. Dans ces conditions, quatres nombres topologiques Z2 différents sont
affectés à ce type de structures notés ν0; ν1; ν2; ν3 [132] du à la symétrie-T ainsi qu’aux
composantes particulières de la PZB dans laquelle il existe quatre points invariants sous
cette symétrie notés Γi. L’indice ν0 va être associé aux nombres de fois dont la ligne
formant le contour de Fermi va enrouler ces points invariants sous T . Les indices ν1, ν2

et ν3 sont liés à l’orientation de la structure cristallographique [132]. Ainsi, dans le cas
où, cette ligne entoure un nombre de fois pair un point Γi, le système est un isolant
topologique faible caractérisé par ν0 = 0 (Fig. 3.12a), dans le cas où cette ligne entoure
un nombre de fois impaire Γi alors ν0 = 1, le système est donc un isolant topologique fort
(Fig. 3.12b). Dans ces conditions on retrouve un état pourvu d’une dispersion linéaire
dans la PZB du matériau, donnant in-fine une surface métallique malgré l’état isolant du
matériaux, lié à l’indice topologique ν0. La symétrie-T nous impose également d’avoir
des états de moment −k et k de spin opposé. Ces états de surfaces sont donc caractérisé
par une structure de bande linéaires dans la PZB sous la forme donc d’un cône de Dirac
pourvu d’une texture en spin particulière (verrouillage du spin autour de ces états).
En 2008, Hsieh et al. démontrent expérimentalement le premier cas d’isolant topologiques
dis 3D tel que le Bi1−xSbx [126]. Ces résultats expliqués théoriquement en 2009 donne
naissance à une nouvelle génération d’isolants topologiques tels que le Bi2Se3 et le
Bi2Te3 [124, 167]. Ces matériaux présentent une structure cristalline de type rhom-
boédrique où la cellule unité est composée de 5 couches et contient 5 atomes. Pour
le Bi2Se3, ces différentes couches, notés Se1’-Bi1’-Se2-Bi1-Se1 est appelé quintuple
couches. L’ensemble de ces couches sont liées par des liaisons Van der Waals. La
présence des états topologiques est liée au fort SOC de ces matériaux, donnant ainsi
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l’inversion des bandes s et p. D’un point de vu expérimental il convient donc de préserver
ces caractéristiques lors du dépôt de couches de Bi2Se3. Nous allons à présent nous in-
téresser plus précisement à l’isolant topologique 3D α-Sn.

3.1.5 Cas de l’alpha-Sn

Figure 3.13: Schémas de la structure de bande résultant d’un calcul ab-initio en surface
de l’α-Sn (Barfuss et al. [168]). On remarque une inversion de symétrie entre les bandes
s et p dans le cas d’un calcul non relativiste, puis une inversion entre les bandes Γ7+ et
Γ7− lors de la prise en compte de l’interaction spin-orbite. Enfin lorsqu’une contrainte
est ajoutée dans le matériaux, une bande d’énergie interdite apparaît entre les bandes
Γ8+ et Γ7+ ce qui permet au niveau de Fermi de se trouver dans la bande d’énergie
interdite du matériau et de croiser uniquement le cône de Dirac.

L’α-Sn a été prédit théoriquement comme étant un isolant topologique 3D Z2 avec
symétrie d’inversion en 2007 par Fu et Kane [160]. L’étain est un élément de la colonne
IV du tableau périodique des éléments. Sa phase β est la phase stable aux conditions
de pression et de température ambiantes. Sa phase α, de type diamant, présente une
inversion entre les bandes s et p. L’énergie de Fermi se trouve dans le milieu de la bande
4 fois dégénérée Γ8 qui peut être comprise comme une bande p associée au moment
angulaire total j = 3/2 (cf chapitre 1). Cette dégénérescence est la conséquence de la
symétrie cubique de la structure diamant. Le fait d’appliquer une contrainte au matériau
aura pour effet d’ouvrir une bande d’énergie interdite entre ces deux bandes, transfor-
mant cette dégénérescence en doublets de Kramers, comme l’ont démontré Roman et
al. [169]. De façon identique au cas du CdTe, l’inversion de bande va permettre de faire
émerger des états topologiques en surface de l’α-Sn ou à son interface avec un autre
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matériau ne présentant pas cette inversion de bande (le vide en est un exemple).

En 2013, Barfuss et al.[168] proposèrent d’utiliser un substrat d’InSb dopé Te pour
appliquer naturellement ces effets de contrainte, le paramètre de maille entre l’α-Sn et
l’InSb présentant une certaine différence. L’InSb va également contraindre l’étain dans
sa phase α à des conditions de pression et de température ambiante, discutées plus en
détails dans la section suivante. Barfus et al. effectuèrent également des calculs de
structure de bande pour l’α-Sn déposé sur InSb. Ces résultats, reportés sur la Fig. 3.13
valident les prédictions de Fu et Kane .
La même année, Ohtsubo et al. [127] démontrèrent, via des mesures de structure de ban-
des par spectroscopie photoélectronique résolue en angle (ARPES), la présence d’états
de surface présentant une dispersion linéaires à l’interface α-Sn|Vide. La vérification de
la texture en spin sur ce cône, à l’aide de mesures ARPES résolue en spin (SARPES) a
démontré le verrouillage du spin autour des états linéaires, démontrant ainsi la présence
d’un état topologique. Il s’agit de la première démonstration expérimentale de l’existence
de tels états pour l’α-Sn.
Enfin, en 2013 Rojas-Sanchez et al. démontrent expérimentalement une forte conver-
sion de courant de spin en courant de charge en utilisant un échantillon d’α-Sn, avec
des résultats record pour un isolant topologique [18]. Ces travaux de thèse font suite à
ces résultats. La suite de ce manuscrit se concentre sur les conditions de croissance de
l’α-Sn et diverses manifestations (ARPES et magnéto-transport).

3.2 Croissance et mesure ARPES de l’α-Sn

Nous allons à présent nous intéresser aux propriétés physiques du α-Sn. Il est avant tout
essentiel d’introduire les spécificités nécessaires à l’obtention de la phase α de l’étain.
Pour cela, le diagramme de phase de l’étain massif, reporté sur la Fig. 3.14, nous indique
que la structure diamant (ou α) de l’étain est instable pour des conditions de pression et
de température ambiante [170]. Cependant, l’α-Sn peut être stabilisé en le contraignant
sur un matériau ayant un paramètre de maille proche de la phase α [160, 168]. L’InSb
[100], semi-conducteur caractérisé par une bande d’énergie interdite de 175 meV [171],
présente un paramètres de maille de aInSb = 6.48 Å proche de celui de l’α-Sn [100]
pour lequel aα−Sn = 6.49 Å. Il est donc possible d’utiliser l’InSb comme substrat pour la
croissance de l’α-Sn. La technique de dépôt utilisée ici est l’épitaxie par jets moléculaires
(MBE). Cette technique consiste à diriger un ou plusieurs jets moléculaires d’atomes d’un
élément sur un substrat. La production de ce jet moléculaire résulte de la sublimation
d’un élément (dans une forme pure) située dans un creuset. Il existe deux techniques
différentes pour produire ce jet moléculaire :

• Première possibilité : Il est possible, en chauffant le creuset, d’atteindre une tem-
pérature suffisante pour sublimer l’élément (à l’aide d’une cellule dite de Knudsen).

• Seconde possibilité : Un faisceau d’électron peut être utilisé pour bombarder la
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cible, augmentant ainsi la température du matériau présent dans la cellule jusqu’à
atteindre sa température de sublimation [172].

Il existe des différences entre un dépôt par cellule de Knudsen et en utilisant un faisceau
d’électrons. L’énergie du faisceau, de l’ordre du keV, reste constante, on peut néanmoins
moduler le courant (et donc le nombre d’électrons). Cette particularité ne permet pas un
contrôle de la température aussi fin qu’avec un évaporateur à base de cellules de Knudsen,
ceci entraine généralement un taux de dépôt plus élevé [173]. Ainsi, nous utiliserons
donc une couche atomique de Bi sur notre substrat afin de réduire un maximum cet
effet d’inter-diffusion lors du dépôt de l’étain, mais aussi de favoriser la croissance 2D de
l’étain. Comme discuté par Ohtsubo [127], cette mono-couche de Bi, jouant le rôle de
surfactant, présente la particularité de se trouver sur la couche supérieur lors du dépôt
et donc, est attendue pour ne jouer aucun rôle lors des processus de magnéto-transport.

Figure 3.14: Diagramme de phase de l’étain massif en fonction de la température et de
la pression. On remarque qu’à température ambiante, l’étain est instable dans sa phase
α (ou diamant) [170].

Différents travaux ont démontré qu’il était possible de faire croître l’α-Sn [100] par
MBE sur un substrat d’InSb [100] [16, 127]. Notre objectif étant de caractériser l’α-
Sn par des mesures de transport, l’InSb semi-conducteur pourvu d’une faible bande
d’énergie interdite, participera activement au processus de transport par activation ther-
mique. Il convient donc de réduire un maximum l’épaisseur d’InSb tout en conservant
son paramètre de maille nominal ainsi qu’un nombre réduit de défauts. Comme nous le
verrons dans la section consacrée à la croissance de l’InSb, nous avons donc fait croître
par MBE sur un substrat de GaAs une couche de 120nm d’InSb [001], suffisante pour
relaxer les dislocations présentes près de l’interface GaAs|InSb et obtenir un film d’InSb
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avec les paramètres de l’InSb massif en surface, comme validé par microscopie à force
atomique (AFM).
La croissance des couches d’InSb sur substrat de GaAs a été effectuée au C2N (centre
de nanosciences et de nanotechnologie) de Palaiseau-Marcoussis par A. Lemaitre. Afin
de procéder à la croissance de la couche d’α-Sn sur les batis MBE de la ligne ARPES ou
la chambre MBE de Grenoble, il était nécessaire de protéger de l’oxydation la surface de
la couche d’InSb lors du transport d’un laboratoire à un autre. Nous avons donc déposé
une couche d’As amorphe. Il a fallut aussi établir un protocole de désorption de l’As
pour récupérer la surface d’InSb.

3.2.1 Croissance de l’α-Sn

Nous décrivons ici principaux résultats obtenus sur l’α-Sn dont la croissance a été réalisée
sur la ligne Cassiopée du Synchrotron Soleil, équipée d’une MBE avec plusieurs cellules
d’évaporation de Knudsen ainsi que d’une analyse ARPES in-situ.
Une fois les échantillons d’As/InSb sur GaAs placé dans la chambre sous ultra-vide, la
première étape consiste à retirer l’arsenic amorphe recouvrant la surface d’intérêt, l’InSb.
Pour se faire, une gravure ionique (IBE) par Ar est effectuée. Ce type de gravure ayant
tendance à rendre la surface rugueuse [174], elle nécessite d’être suivie d’un recuit afin de
recristalliser la surface. La préparation de la surface nécessite finalement plusieurs cycles
IBE/recuit. L’observation de la qualité de la surface du substrat est réalisée à l’aide de
la réflexion et diffraction des électrons de haute énergie en incidence rasante (RHEED)
et de la diffraction des électrons de faible énergie (LEED). En mesure RHEED, un fond
diffus signale la présence d’une couche amorphe, la présences de points est la signature
d’une surface cristalline tridimensionnelle (par exemple suite à une croissance en îlots ou
en présence de crystallites parasites), et une surface bidimensionnelle se traduit par une
image de diffraction constituée de tiges.

Les mesures LEED, nous permettent également d’observer les électrons réfléchis sur
les premières couches atomiques de l’échantillon. Il est ainsi possible de connaître non
seulement la structure cristallographique du matériau (cubique, hexagonal, etc...) mais
également d’identifier la qualité de sa surface [175]. Dans le cas de l’α-Sn, une visual-
isation LEED couplée à une mesure RHEED permet de sonder la surface ainsi que de
mesurer sa structure [176]. Le résultat d’une mesure réalisée sur l’InSb avant dépôt
d’α-Sn est reportée sur la Fig. 3.15(a) pour le RHEED et sur la Fig. 3.15(b) pour le
LEED. Ces résultats nous montrent une bonne qualité de surface apparente caractérisée
par des bandes nettes dans le cas du RHEED et un espacement régulier de l’arrangement
atomique du substrat avec une symétrie 4 (provenant de la mesure LEED).

Ainsi, des défauts de taille supérieure à cette échelle de distance peuvent passer inaperçus.
C’est pourquoi il est important de coupler ces mesures in-situ avec une mesure AFM ex-
situ, après croissance. Le dépôt de l’étain peut ensuite être effectué de façon épitaxiale.
Pour un dépôt thermique, l’étain se trouve dans un creuset chauffé à sa température
de sublimation (environ 1163 K). Dans les conditions de pression du dépôt, le libre
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Figure 3.15: Mesure d’une surface d’InSb après recuit et avant dépôt d’α-Sn. (a) Le
RHEED, nous montre une figure de diffraction donnant des raies uniformément espacée
et très nettes, reflétant une très bonne qualité de la surface et une reconstruction "par
deux" est visible (une tige intermédiaire). Une reconstruction apparemment “par quatre”
est visible lorsque l’échantillon est tourné de 90 degrés, en accord avec l’observation
LEED. (b) Le LEED nous permettant de visualiser, la structure cristallographique du
matériau pourvue d’une reconstruction 2× 8.

parcours moyen est si long que les atomes de Sn atteignent la cible après une trajectoire
ballistique.
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Figure 3.16: Oscillations RHEED pendant un dépôt de 24ML d’étain au cours du temps

Lors de la croissance de l’α-Sn en mode “couche par couche”, il est possible, en relevant
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l’intensité RHEED d’une raie, de caractériser l’épaisseur de l’échantillon en nombre de
couches. Du fait de sa structure diamant [127], un pic du signal RHEED sur l’α-Sn
correspondt à deux mono-couches atomiques. Cette particularité peut également être
observée lors de la croissance de bi-couches de silicium (001) [177]. Ces oscillations
RHEED sont visibles sur la Fig. 3.16.
Pour résumer, la procédure complète de croissance de l’α-Sn est la suivante :

• Gravure Argon à 45 degrés d’incidence avec une énergie de 700 eV pendant 30
minutes puis recuit à 623−663 K pendant une heure environ. Ces deux opérations
sont réitérées 2 ou 3 fois jusqu’à obtenir une image LEED (ou RHEED) démontrant
une surface reconstruite 2× 8 exempte de fond diffu.

• Dépôt d’une couche atomique (environ 0.16nm) de Bi. Le dépôt se fait à l’aide
d’une cellule de Knudsen (c’est à dire de façon thermique) : le Bismuth est chauffé
jusqu’à dépasser sa température de sublimation. Nous avons utilisé une tempéra-
ture de 623 K pour une pression de 10−9 mbar, conduisant à une vitesse de dépôt
est de 0.006 Å/s, la vitesse de dépôt étant calibrée avec une balance à quartz.

• Le dépôt de l’étain se fait ensuite de façon identique en chauffant sa cellule à une
température de 1163 K. L’échantillon cible étant à température ambiante et la
pression résiduelle à 10−9 mbar. Une fois l’épaisseur cible déposée un recuit de
l’échantillon est effectué afin de lisser la surface et recristalliser le α-Sn, à une
température de 393 K pendant 10 minutes environ. La vitesse de dépôt est de
0.005 Å/s.

Il convient maintenant de vérifier si le matériau déposé présente des propriétés d’isolant
topologique. A cet effet, nous avons effectué des mesures de spectroscopie photoélec-
tronique résolue en angle (ARPES) nous donnant une mesure directe de la structure de
bande d’un matériau en surface selon certaines directions cristallines. Il est ainsi pos-
sible de comparer les résultats obtenus avec ceux donnés théoriquement par les calculs
ab-initio.

3.2.2 Spectroscopie photoélectronique résolue en angle
L’ARPES utilise l’effet photoélectrique découvert en 1887 par Hertz [178]. Lorsque des
photons pénètrent à la surface d’un métal (ou un semi-conducteur voir même un isolant
selon l’énergie des photons considérés), les électrons peuvent être éjectés des bandes
électroniques vers le vide. Par la suite, Einstein a été capable de mettre en évidence
un lien entre la fréquence ν des photons incidents, donc leur énergie hν, et l’énergie
cinétique des électrons Ecin provenant du matériau irradié [179]. On peut donc extraire
le spectre en énergie du matériau sondé en faisant varier l’énergie des photons incidents.

En tenant compte des règles de conservation de l’impulsion d’un électron faisant inter-
venir ses vecteurs d’onde initial ki et final kfi, du paramètre du réseau réciproque G et
du vecteur d’onde des photons incident khν ; il est donc possible de déduire la relation
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suivante : kfi = ki + khν + nG [180] avec n un nombre entier (pour la PZB, n = 0).
La norme de ce vecteur d’onde peut être calculée en fonction de l’angle θ du photon
incident pour la PZB en utilisant la formule suivante :

||kfi|| =
√

(2m/~2)Ecinsin(θ) (3.18)

En jouant ainsi sur l’énergie de l’électron ainsi que sur l’angle d’incidence des photons, il
est possible de reconstruire la structure de bande du matériau (dans un plan défini par θ).
De la même manière, en jouant sur l’angle Φ dans le plan de l’échantillon (voir Fig. 3.18)
il est possible de se déplacer selon une autre direction dans l’espace réciproque (pour
un angle θ donné). Ainsi, connaissant la disposition du système, nous pouvons moduler
le faisceau afin d’extraire la structure en bande en fonction de kx , ky et de l’énergie Ecin.

Dans le cas d’une mesure ARPES, l’électron photo-émis de l’échantillon est ensuite col-
lecté après avoir traversé un système hémisphérique dans lequel un champ électrique E
produit une force centripète. Cet ensemble disperse les électrons en fonction de leur
énergie. Une énergie de barrière est fixée afin de permettre une résolution en énergie
constante au cours de la mesure. Enfin, les électrons terminent leur course sur un écran
fluorescent en sortie de cet instrument permettant la visualisation de la structure én-
ergétique et en fonction de l’angle θ (et Φ). L’ensemble du processus de mesure ainsi
que les angles θ et Φ sont représentés schématiquement sur la Fig. 3.17.
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Figure 3.17: représentation schématique du déroulement des mesures ARPES

Il est à noter que l’énergie des photons incidents doit être suffisamment élevée pour
excéder le travail de sortie du matériau. Il est donc nécessaire de posséder une source de
photons d’énergie suffisamment haute. Les synchrotrons permettent ce type de mesure
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avec des energies caractéristiques de l’ultraviolet aux rayons X durs. De même le faisceau
de photons peut être focalisé sur quelques dizaines de µm sur la surface de l’échantillon.
La probabilité de diffusion des électrons est très importantes et ils ne peuvent être extraits
au delà de quelques couches atomiques ce qui rend l’ARPES sensible principalement à
la surface.
La première observation d’états topologiques en utilisant l’ARPES a été effectuée en
2008 par le Hsieh et al. sur le Bi1−xSbx[181]. Par la suite, l’engouement pour ces
mesures ont permis la vérification de différents candidats tels que le Bi2Se3 ou le Bi2Te3

[182, 183]. Tous ces résultats présentent les mêmes caractéristiques : un cône de Dirac
dans leur structure de bande. Dans le cas de l’α-Sn, Y. Ohtsubo et al. [127] ont dé-
montré qu’il était également possible d’observer un cône de Dirac par ARPES.

L’effet du confinement quantique sur l’ouverture de la bande interdite peut être directe-
ment vérifié par des mesures ARPES en fonction de l’épaisseur. Ceci a constitué notre
première étude, afin de confirmer ou d’infirmer cette hypothèse. De même, l’objectif
étant d’utiliser ce matériau pour la spintronique; il était nécessaire de visualiser le com-
portement de ces états de surface lorsqu’un matériau est déposé en surface.

États de surface et dépendance en fonction de l’épaisseur

Dans cette étude, nous avons choisi de déposer différentes épaisseurs d’α-Sn s’échelonnant
de 20 à 51 monocouches (ML) soit une épaisseur équivalente de 2.5 nm à 6.55 nm. Du
fait de sa structure diamant dans la direction [100] de croissance, 1 ML = 0.13 nm.
Contrairement aux précédentes expériences [16], nous avons choisi d’utiliser une fine
couche d’InSb (buffer) déposée sur un substrat de GaAs. Il s’avérait donc nécessaire de
vérifier si les précédents résultats pouvaient être retrouvés dans ces conditions. Nous
faisons figurer les mesures ARPES reportées sur la Fig. 3.18(a) correspondant à une
épaisseur d’α-Sn de 6.55nm. Nous avons utilisé l’Eq. 3.18 (avec Φ = cste) pour faire
figurer une échelle kx correspondant au vecteur d’onde électronique. On remarque qu’un
cône de Dirac est visible ce qui indique que le buffer d’InSb sur GaAs, en lieu et place
d’un substrat d’InSb massif, ne dégrade pas à priori l’état topologique d’α-Sn.

Concernant la Fig. 3.18(a), l’énergie représentée ici en ordonnée correspond à E =
hν − Emesure avec hν = 19eV, l’énergie des photons utilisée pour cette mesure. Nous
avons effectué des mesures complémentaires relevées à d’autres énergies hν, les meilleurs
résultats ont été obtenus pour hν = 19eV. Il est dès lors possible d’extraire la position du
niveau de Fermi représentant le dernier état occupé à T = 0K. À cet effet nous effectuons
une somme suivant kx (ou aussi bien ky) de l’intensité pour chaque valeur d’énergie
pour obtenir le résultat représenté sur la Fig. 3.18(b). Pour une précision suffisamment
significative de l’énergie de Fermi, nous ajustons la mesure avec une distribution de
Fermi-Dirac :

ffd =
1

exp( (EF−E)
kBT

) + 1
(3.19)
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La densité d’électrons est ici convoluée par ffd, EF le niveau de Fermi, E ici égale à
hν−Emesure,KB la constante de Boltzmann et T la température. D’autres contributions
provenant de la densité d’état interviennent. Il convient donc de s’intéresser seulement
à la partie en bord de zone où une “marche” représentative de la distribution de Fermi-
Dirac est observée. Nous utilisons une formule afin d’ajuster nos données expérimentales
et d’extraire précisément l’énergie de Fermi comme suit :

∫
IARPES(θ)dθ = (A+B(E − EF ))

1

exp( (EF−E)
kBT

) + 1
+ CE + I0 (3.20)

avec
∫
IARPES(θ)dθ l’intensité du signal ARPES intégré en angle. Le premier terme (A+

B(E − EF )) représente une correction linéaire de la densité d’états proche de l’énergie
de Fermi EF , pouvant provenir du cône de Dirac où A et B sont deux constantes. Le
second terme correctif C ∗ E caractérise un terme supplémentaire donné par une pente
constante en énergie. Enfin le terme I0 est significatif d’un décalage en intensité non
nul pour des énergies très faibles (pouvant être assimilé à un bruit de fond). Il est
possible d’effectuer une régression en utilisant la formule donnée par l’Eq. 3.20 visible en
orange dans l’insert de la Fig. 3.18(b) par rapport aux données d’origine (brute). L’un
des moyens de vérifier la pertinence de cette régression est d’analyser le paramètre de
température déduit, ces mesures étant été réalisées à température ambiante, T ' 300K.

(a) (b)

Figure 3.18: (a) Mesure ARPES en fonction de kx et de l’énergie déduite à partir de
E = hν−Emesure. (b) E en fonction de la somme de l’intensité mesurée pour différentes
valeurs de kx représentatif du nombre d’électrons mesurés pour chaque valeurs d’énergie.
L’insert montre en bleu un “zoom” de cette distribution autour du niveau de Fermi
supposé et en orange le résultat de la régression effectuée en utilisant l’Eq. 3.20.
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Dans le cas de l’échantillon d’α-Sn de 6.55nm d’épaisseur, les analyses donnent une
énergie hν − Ecin = 3.97eV que l’on attribue au niveau de Fermi. Une fois cette
énergie de Fermi déduite, il est généralement admis de représenter les mesures ARPES
en fonction de l’énergie de liaison où Eb = E−EF comme représenté sur la Fig. 3.19(a).
Cette énergie de liaison (ou binding energy en anglais) est l’énergie nécessaire pour
extraire un électron de son état d’équilibre.
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Figure 3.19: Mesures ARPES en fonction de kx et de l’énergie de liaison Eb. (a)Mesure
ARPES du cône de Dirac de l’α-Sn pour une épaisseur de 6.55 nm. (b) Mesures
ARPES d’un échantillon d’α-Sn recouvert avec 0.5 nm (environ deux couches atom-
iques) d’aluminium. (c) Différence entre le niveau de Fermi et le point de Dirac pour
différentes épaisseurs d’α-Sn ainsi que pour différents matériaux déposés sur sa surface.

En effectuant maintenant une approximation sur la position exacte du point de Dirac à
partir des clichés obtenues, il est possible de déduire l’énergie associée au point de Dirac,
EDP . Ce dernier est le point de croisement des deux bandes, de dispersion linéaire, et
de polarisation en spin opposée [55]. À partir des résultats obtenus ci-dessus, il est aisé
de retrouver graphiquement ce point de croisement ainsi que son énergie associée en
ordonnée. Ainsi, une mesure de EDP et de EF est visible sur la Fig. 3.19(a) pour une
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épaisseur d’α-Sn de 6.55nm.
Finalement, il est possible de retrouver la différence en énergie entre le niveau de Fermi
EF et le point de Dirac EDP c’est à dire EF − EDP . Cette différence nous permet
d’estimer la concentration de porteurs réelle. Par analogie avec les semi-conducteurs,
un niveau de Fermi situé au-dessus du point de Dirac donnera lieu à une conduction
de type-n, représentant un excès d’électrons. Au contraire, un niveau de Fermi situé
en dessous de ce point de Dirac, correspondra à une conduction de type-p associée à
des trous (ou déficit d’électron) dans la bande de valence. Par exemple, dans le cas
représenté sur la Fig. 3.19(a), le niveau de Fermi se situe au-dessus du point de Dirac,
la différence EF − EDP sera donc positive ce qui correspondra à une accumulation
d’électrons (type-n). Dans le cas représenté sur la Fig. 3.19(b), le niveau de Fermi se
trouve en dessous du point de Dirac, EF − EDP devenant négatif, les porteurs seront
donc de type-p.

En appliquant cette procédure pour de multiples épaisseurs d’α-Sn, le niveau de Fermi
se trouve toujours au-dessus du point de Dirac comme représenté sur la Fig. 3.19(c).
Cette particularité de la position du niveau de Fermi est même assez étonnante dans
l’hypothèse de l’ouverture d’une bande d’énergie interdite par confinement électronique
quantique. Nous pouvons donc conclure que les échantillons d’α-Sn déposés sur InSb
en contact avec le vide, et ceci quelle que soit l’épaisseur de la couche d’α-Sn entre 20
et 50 ML sont toujours de type-n.

Évolution de l’état de surface en fonction du matériau déposé

Afin de pouvoir intégrer les propriétés particulières des états topologiques dans des dis-
positifs spintroniques, il devient nécessaire d’observer les effets du dépôt de matériaux
adéquats sur l’état de surface de l’α-Sn.
À partir des mesures ARPES réalisées à l’énergie d’excitation utilisée (19 eV), nous
pouvons extraire un parcours moyen électronique entre deux collisions inélastiques, donc
une profondeur sondée, d’environ 1nm [184]. Il apparait donc possible de réaliser des
mesures après dépôt d’une couche fine d’un matériau d’encapsulation. Le processus
de diffusion et le libre parcours moyen entre deux collisions inélastiques peut varier en
fonction de la densité d’atomes d’un matériau et de leur occupation électronique. Il
convient donc de nuancer les résultats si aucun cône n’est visible ainsi que de les coupler
avec d’autres mesures et analyses complémentaires (rayons X, mesures de transport...).
Le résultats des mesures ARPES sur la présence ou non d’un cône de Dirac sur l’α-Sn
après dépôt de différents types de matériaux est donné sur la Fig. 3.20.
Après dépôt de Fe, sur l’α-Sn la mesure ARPES ne montre plus de trace du cône de
Dirac. Deux hypothèse peuvent expliquer cette absence d’observation :

• Le dépôt d’une monocouche de Fe ne nous permet plus d’observer directement
l’α-Sn à cause de la densité d’états très élevée des états 3d du fer près du niveau
de Fermi.

• Le dépôt du Fe sur l’α-Sn entraîne la disparition des états topologiques, soit pour
des raisons de bande, par des inclusions de Fe dans les états de surface, par la
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Figure 3.20: Mesures ARPES pour différents types de matériaux déposés sur l’α-Sn. On
remarque que dans le cas d’un dépôt d’une couche de MgO ou de Fe, le cône de Dirac
disparaît.

formation d’alliage, ou en raison d’un niveau de Fermi perdu dans une bande de
volume. Un isolant topologique Z2 n’étant pas robuste vis à vis des impuretés
magnétiques.

Des mesures d’IEE ont été effectuées sur un échantillon d’α-Sn| Fe et tendent à dé-
montrer la validité de la seconde affirmation : aucun effet de conversion spin → charge
n’est observé lorsque le Fe est déposé directement sur l’état de surface. Ceci tend à
démontrer que le Fe déposé sur l’α-Sn détruit l’état de surface. L’une des explications
possibles réside en ce que le dépôt d’un matériau ferromagnétique directement sur un
état de surface brise la symétrie-T du matériau. Comme nous l’avons vu dans le modèle
de Kane et Mele, la brisure de la symétrie-T n’est pas propice à l’apparition d’un cône
de Dirac topologique. Dans le détail, il est possible de l’expliquer en supposant qu’une
forte interaction d’échange a lieu entre les deux matériaux, brisant donc la symétrie des
états de surface [18]. Cependant, il n’est pas possible d’exclure la formation d’un alliage
FeSn à l’interface.
Nous avons également étudié l’effet d’un dépôt de MgO à partir d’une cible de MgO,
nous montrant des effets similaires. Néanmoins ici, il s’agit plutôt d’un dégradation
chimique. Comme démontré par des mesures de spectométrie par photoémission X
(XPS) [185]. Ainsi sur un échantillon InSb |α-Sn | MgO, ce type de mesures mon-
trent que le Sn s’oxyde : les atomes d’oxygène composant le MgO réagissent avec les
atomes de Sn formant donc un composé d’oxyde d’étain ne permettant plus la mesure
des états de surface. Les pics typiques de l’oxyde d’étain sont visibles après dépôt de
MgO (Fig. 3.21(a)) expliquant donc l’absence de résultats par mesures APRES.
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D’autres types de matériaux ont également été déposés et étudiés : en particulier l’Ag
connu pour avoir une longueur de diffusion de spin élevée [81]. L’Al peut facilement
s’oxyder sous la forme Al2O3, formant ainsi une barrière efficace pour l’α-Sn contre
l’oxydation [186]. Dans le cas d’un dépôt d’Al, le cône de Dirac de l’α-Sn est toujours
visible après dépôt d’Ag et d’Al. Lorsque l’AlOx est oxydé (à une pression d’O2 de
10−6 mbar pendant 40 minutes) les mesures ARPES nous indiquent toujours la présence
d’un cône de Dirac à l’interface α-Sn | AlOx. Les mesures XPS réalisées sur un échantillon
InSb |α-Sn | AlOx ne démontrent aucunement la présence d’oxyde d’étain malgré un
dépôt d’une monocouche d’Al seulement (Fig. 3.21(a)). Nous pouvons donc conclure
que l’Al protège efficacement l’α-Sn de toute oxydation en préservant également les états
de surface (Fig. 3.20). L’oxydation d’Al a par ailleurs été révélée par XPS en montrant
un décalage du pic de l’Al sur le pic l’oxyde, démontrant une oxydation complète de
l’Al [187].
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Figure 3.21: Mesures XPS (a) Pics du Sn 3d (5/2 et 3/2) dans le cas d’une surface libre
(bleu), d’un dépôt et d’une oxydation de l’aluminium (vert) et d’un dépôt de MgO sans
oxydation extérieure (rouge). (b) Pic Al 2p de l’aluminium avant (bleu) et après (vert)
oxydation.

En pointant également la différence EF − EDP dans le cas de l’Ag, le niveau de Fermi
ne semble pas être modifié, le système reste donc de type-n. Dans le cas de l’Al et de
l’AlOx, la différence EF −EDP révèle cette fois un système de type-p avec un niveau de
Fermi situé en dessous du point de Dirac. Il est possible de déduire la position du point
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de Dirac en utilisant une approximation linéaire de la dispersion du cône. Nous trouvons,
dans ce cas, une différence EF − EDP de −50 meV pour α-Sn|Al et de −75 meV α-
Sn|AlOx. L’ensemble des résultats sont résumés sur la Fig. 3.19(c), nous montrant la
variation de la position du niveau de Fermi par rapport au point de Dirac en fonction de
l’épaisseur d’α-Sn ainsi que de l’effets des matériaux déposés.
Ces résultats nous montrent qu’il est possible, moyennant de choisir judicieusement un
matériau d’encapsulation pour l’α-Sn, de contrôler la position du niveau de Fermi par
rapport au point de Dirac et donc, de modifier le type de porteurs (électrons ou trous).
Le verrouillage du spin autour du contour de Fermi sera inversé dans les deux cas. Cette
particularité pourra être associée à des effets de conversion EE et IEE inverse : Pour un
courant de spin positif, un courant de charge négatif sera créé et vice versa. Ces deux
résultats nous permettent de mettre en avant la possibilité d’utiliser l’α-Sn déposé sur
InSb pour ses propriétés topologiques mais également pour des jonctions de type p− n
ou des effets de conversion inverse en choisissant soigneusement le matériau encapsulant
l’α-Sn. Nous verrons par la suite que la structure électronique est plus complexe que
cette simple description.

3.3 Magnéto-transport dans l’alpha-Sn
Nous allons à présenter nous intéresser aux mesures de magnéto-transport effectuées sur
ces mêmes échantillons étudiés via ARPES. Dans le but de connaître avec precision la
direction du courant appliqué et donc sont angle relatif par rapport au champ magnétique
appliqué, les échantillons sont lithographiés sous forme de croix de Hall de largeur w =
200µm et de longueur typiques l = 500µm. Ce type de lithographie nous permet
de mesurer la résistance transverse (Rxy) et la résistance longitudinale (Rxx) selon la
géométrie particulière du design. Un schéma typique de l’échantillon lithographié est
représenté en insert de la Fig. 3.23(a). Enfin, la mesure de la résistance se fait dans une
échelle de courant I = [10− 100]µA.
Les mesures présentées ci-dessous ont été réalisées dans un cryostat à cycle fermé At-
todry 1000 de chez Attocube, à une température proche ou égale de 5K. Ce cryostat
est équipé d’une bobine supraconductrice capable de générer un champ magnétique de
9T. L’échantillon est disposé sur un système de rotation controlé par un piézoélectrique
rotatif permettant de modifier la direction du champ magnétique µ0H dans et hors du
plan (x, y, z) de l’échantillon.

La variation de la résistance d’une croix de Hall pour une épaisseur d’α-Sn de 6.55nm
(assigné à l’abréviation CASS) en fonction de la température est reportée en Fig. 3.22.
Nous remarquons que la résistance reste relativement stable, ce qui est attendu pour un
métal à faible densité de porteurs. Lors de la mesure du substrat As(amorphe)|InSb|GaAs
seul (également reportée sur la figure), la résistance augmente comme attendu pour un
semi-conducteur doté d’une faible bande interdite [188]. L’échantillon d’α-Sn possède
donc des propriétés de conduction différentes de celles du substrat seul. Les mesures
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Figure 3.22: Mesure en fonction de la température de la résistance longitudinale pour un
échantillon CASS: AlOx|α−Sn|InSb|GaAs (en bleu) et pour un échantillon du substrat
d’As(amorphe)|InSb(120nm)|GaAs.

d’effet Hall nous apportent des indications sur la structure de bande du matériau telles
que la concentration de porteurs mais également le type de porteurs associés (n ou
p). Nous pouvons donc distinguer deux cas différents : trous ou électrons mobiles
dans une bande de type − p ou n respectivement, nous donnant une indication sur la
position du niveau de Fermi dans le matériau ainsi que la possibilité de comparer ces
résultats avec ceux obtenus en ARPES. Nous donnons ici le résultat des mesures sur
des échantillons encapsulés d’AlOx sur lesquels nous avons pu observer, via les mesures
ARPES, la présence d’états topologiques.
Nous décrivons ici la dépendance des résistances Rxx et Rxy et de leur dépendance

en fonction du champ magnétique extérieur µ0H à basse température. Il est possible
d’observer des variations dans la mesure de Rxx en fonction des directions x, y et z du
champ magnétique appliqué par rapport au plan de l’échantillon (x, y). Concernant les
mesures de Rxy pour un champ magnétique µ0Hz appliqué perpendiculairement au plan,
nous obtenons une mesure d’effet Hall “normal”. Le résultat de ces mesures est reporté
sur la Fig. 3.23, représentant la mesure de la résistance transverse Rxy en fonction
du champ magnétique perpendiculaire appliqué hors du plan µ0Hz [Fig. 3.23(a)] et la
magnétorésistance, provenant de la mesure de la résistance longitudinale Rxx en fonction
de la valeur du champ magnétique µ0H appliqué dans différentes directions (x, y, z) du
plan de l’échantillon [Fig. 3.23(b)].
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Figure 3.23: Mesures sur la croix de Hall de la résistance longitudinale et transverse
pour CASS. (a) Résistance transverse Rxy de la croix de Hall en fonction d’un champ
magnétique µ0Hz appliqué perpendiculaire au plan de l’échantillon. En pointillé est
représenté le fit de ces mesures provenant de l’Eq.(3.23) pour un modèle à trois bandes.
Un schéma de l’échantillon est représenté dans l’insert. (b) Mesure de la résistance
longitudinal Rxx en fonction du champ magnétique dans différentes directions par rapport
au plan de l’échantillon et par rapport au courant appliqué (selon x).

3.3.1 Oscillations Shubnikov-de Haas

A fort champ magnétique, des effets quantiques peuvent se manifester dans la magné-
torésistance. Les oscillations Shubnikov-de Haas (SdH) en sont un exemple : lorsque les
électrons parcourent des orbites fermées en conservant leur phase, des oscillations de la
résistance (longitudinale ou transverse) sont observées. Lorsqu’un fort champ magné-
tique est appliqué, la quantification de l’impulsion des particules sous champ magnétique
entraine l’apparition de niveaux électroniques discrets de Landau. Plus le champ magné-
tique est élevé, plus le nombre de niveaux de Landau impliqués dans la conduction sera
faible, l’écart d’énergie entre niveaux devenant de plus en plus important. Nous pou-
vons ainsi observer des oscillations dans la résistance longitudinale Rxx correspondant
à un franchissement du niveau de Fermi sur chaque niveaux de Landau. Les électrons
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n’étant mobiles que sur les bords dans le régime QHE, le potentiel électrique entre les
deux électrodes d’un même bord, donnant la mesure de Vxx est nul en dehors de ces
niveaux. On remarquera déjà, que l’observation de ces oscillations requière que la phase
de l’électron soit conservée durant une orbite cyclotron, ce qui revient à la condition
µ · B > 1, avec µ la mobilité de l’électron et B le champ magnétique appliqué ressenti
par le système. Pour nos échantillons, il est donc nécessaire d’utiliser des bobines supra-
conductrices pour atteindre plusieurs Tesla, et de basses températures pour minimiser
les diffusions et maintenir une forte mobilité électronique. Ce type d’oscillations a déjà
été mesuré dans différents isolants topologiques à base de Bi [189, 190]. La mesure de
Rxy, de son côté, fait apparaître des plateaux qui, superposés à l’effet Hall dans cette
gamme de température relativement élevée (T > 1K), prendront la forme d’oscillations.
Ces plateaux sont équi-espacés en 1/(µ0Hz).

Afin mettre en évidence ces oscillations Shubnikov-de Haas, nous pouvons utiliser deux
méthodes distinctes :

• La méthode de la dérivée (seconde) opérée sur la mesure elle même.

• La soustraction d’un polynôme de petit ordre pour supprimer approximativement
la partie non-oscillante de la magnétorésistance (Rxx ou Rxy).

Après avoir vérifié que les caractéristiques des oscillations mesurées demeuraient iden-
tiques selon le mode d’analyse numérique utilisé, (dérivée seconde ou extraction polynômi-
ale), nous avons choisi la méthode polynômiale par extraction d’un polynôme de degré
3 ou 4 sur Rxx et Rxy afin de limiter le bruit numérique relativement important sur la
dérivée seconde. Les résultats obtenus à partir des courbes provenant des mesures Rxy

[Fig. 3.23(a)] et Rxx pour µ0Hz [Fig. 3.23(b)] sont représentés sur les Figs. 3.24 (a) et
(b).
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Figure 3.24: Oscillations Shubnikov-de Haas provenant des mesures de CASS. (a) ∆Rxx

et (b) ∆Rxy oscillations de la résistance en fonction de l’inverse du champ magnétique
µ0Hz appliqué perpendiculaire au plan de l’échantillon. (c) Transformée de Fourier pour
les deux oscillations ∆Rxx et ∆Rxy représentée en (a) et (b). (d) Niveaux de Landau
déduits à partir de la lecture des pics en (a) et (b) tracé en fonction de 1/(µ0Hz) et
une régression linéaire de ces données (pointillés noirs) ainsi que le fit provenant de
l’Eq.3.22 (courbe bleue) avec sa partie linéaire (ligne pointillée bleue) correspondant à
des fermions de Dirac.
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À partir de cette mesure, nous pouvons remarquer que les oscillations ∆Rxx et ∆Rxy sont
décalées de “π/4” [191]. En effectuant une transformée de Fourier sur ces deux mesures
nous remarquons que les oscillations aboutissent à une seule et même fréquence égale à
11.3 T [Fig. 3.24(c)]. De plus, en utilisant la relation d’Onsager [138], la surface plane
d’aire AF maximale, coupée dans la surface de Fermi de façon normale à la direction du
champ, est liée à la fréquence F des oscillations par :

F =
Φ0

2π2
AF ,

avec Φ0 = h/e le quantum de flux d’induction magnétique. En supposant un con-
tour circulaire au niveau de la surface de Fermi pour un cône de Dirac, il est possi-
ble d’estimer le vecteur d’onde de Fermi à kF =

√
2eF/~ = 0.18 nm−1. De même,

en supposant un état à deux dimensions et selon le théorème de Luttinger n2D =
NvNseF/(~ 2π), nous pouvons estimer la densité de porteurs extraite des oscillations
SdH n2D ≈ (2.7± 0.3) 1011 cm−2 avec Nv = 1 la dégénérescence de la bande et Ns = 2
la dégénérescence en spin [192].

En utilisant la valeur de kF déduite des mesures SdH et dans le cas d’une dispersion
linéaire, en utilisant la vitesse de Fermi vF = 5 105 m/s déduite des mesures ARPES,
nous pouvons extraire le niveau de Fermi EF selon : ESdH

F = ~vFkF = 63meV. Ce
résultat est en accord avec les valeurs déduites des mesures APRES pour ce même
échantillon : EARPES

F = 75 ± 25meV et kF = (0.22 ± 0.08) nm−1. En utilisant ces
mesures SdH, il est possible d’aller plus loin et d’obtenir des informations sur la nature
topologique des particules responsables des oscillations. On peut pour cela extraire les
minima et maxima de ∆Rxx et ∆Rxy et de les indexer en fonction de l’inverse du
champ magnétique 1/(µ0Hz) et du niveau de Landau correspondant [Fig. 3.24(d)]. Ici,
un niveau de Landau entier correspond à un minimum pour ∆Rxx [Fig. 3.24(a)] alors
qu’une valeur demi entière correspond quant à elle à un maximum [193]. En prenant en
compte le décalage entre les mesures ∆Rxx et ∆Rxy, l’indexation de ∆Rxy est décalée
de ±1/4 [Fig. 3.24(b)] [191]. L’expression représentative des variations de la résistance
longitudinale provenant des oscillations SdH est la suivante [194] :

∆Rxx ∝ cos

[
2π

(
F

µ0Hz

− γ
)]

,

où γ représente ici la phase de Berry acquise lors de l’orbite cyclotron électronique [191].
La phase de Berry Ω associée au contour C effectué par la particule lors d’une orbite
cyclotron nous donne Ω = 0( mod 2π) pour des fermions normaux. Dans le cas de
fermions de Dirac, nous retrouvons Ω = π du au point de Dirac. Ce type de résultats
se retrouve par exemple dans le graphène [131, 195, 196]. Dans ces conditions, on
trouve γ = 0.5 pour des fermions normaux et γ = 0 pour des fermions de Dirac [191,
197]. Dans les analyses de données, γ est déduit généralement à partir de l’interception
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d’une régression linéaire entre les niveaux de Landau indexés, N et l’inverse du champ
magnétique appliqué 1/(µ0Hz) selon :

N =
F

µ0Hz

+ γ . (3.21)

En reportant nos mesures dans l’Eq. 3.21 nous obtenons une valeur γ ' −0.3 [ligne
en pointillée Fig. 3.24(d)] différente à la fois de 0.5 et 0. Cette propriété particulière a
déjà été identifiée dans la littérature concernant les isolants topologiques [189, 198, 199].

Comme proposé par Fuchs et al. [200] puis décrit dans le cas d’isolants topologiques
par Wright et McKenzie [191], l’addition de tous les autres termes dans l’hamiltonien
dus à des couplages résiduels ou au fort champ magnétique appliqué, peut engendrer
l’ouverture d’une faible bande interdite et une levée de dégénérescence des états d’énergie
associés au états de Dirac. Ceci donnera lieu à une déviation dans la correspondance
linéaire entre la position des niveaux de Landau et l’inverse du champ magnétique ap-
pliqué [191].
Ainsi,γ devient γ = A1 + A2µ0Hz. Nous pouvons donc effectuer un ajustement en
utilisant ce nouveau facteur tel que l’Eq. 3.21 est modifiée en :

N =
F

µ0Hz

+ A1 + A2µ0Hz . (3.22)

Notons A1, le décalage de phase. La condition A1 = 0 indique, que les fermions mesurés
via les oscillations SdH proviennent d’un état de surface avec une phase de Berry de π.
En utilisant l’Eq. (3.22) le meilleur ajustement est donné sur la Fig. 3.24(d) et correspond
à un facteur A1 = 0.011±0.07 and A2 = −0.041±0.012 en utilisant une fréquence fixée
à F = 11.3±0.1T pour la transformée de Fourier. La limite asymptotique à fort champ,
équivalente à A2 → 0, est représentée sur la Fig. 3.24(d) en pointillés bleu. À partir
de la valeur A1 ' 0, nous pouvons donc conclure que les oscillations SdH proviennent
de fermions de Dirac avec une phase de Berry caractéristique égale à π. En reprenant
l’ensemble de ces analyses SdH pour un champ magnétique µ0Hz appliqué perpendic-
ulairement au plan de l’échantillon, nous pouvons donc raisonnablement affirmer que
nous mesurons des états représentatifs d’un cône de Dirac (peuplé de fermions de Dirac)
avec une densité de porteurs n = 3 1011 cm−2, c’est à dire voisine de nos observations
ARPES pour lesquels on trouve nARPES2D = 4.1 1011 cm−2.

Afin de vérifier que nous sommes bien en présence d’une surface de Fermi définie par un
système 2D, il est possible d’effectuer des mesures d’oscillations SdH à différents angles
du champ magnétique. Comme présenté sur la Fig. 3.25, la composante perpendiculaire
effective sera alors réduite selon l’angle α d’inclinaison entre le plan de l’échantillon et la
direction du champ µ0Hα. Ainsi si les oscillations SdH ne présentent pas de variations
particulières lorsque la direction du champ magnétique est modifiée, cela signifierait que
la surface de Fermi est sphérique, et non cylindrique comme attendu pour un état de
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Figure 3.25: Oscillations Shubnikov-de Haas pour différents angles du champ magnétique
pour CASS. α = 90 correspond à un angle perpendiculaire au plan soit µ0Hα=90 =
µ0Hz. (a) ∆Rxx obtenus pour différents angles en utilisant la même méthode que
précédemment. (b) Oscillations SdH normalisées par rapport à l’angle perpendiculaire
réellement appliqué µ0Hαsin(α). (c) Transformée de Fourier déduite de ces oscillations.

surface. Le cas contraire, pour lequel les oscillations SdH ne sont affectées que par la
composante perpendiculaire au plan, µ0Hαsin(α), signifie que le contour de Fermi est
bien bidimensionnel, représentatif d’un isolant topologique de surface [201].
Les mesures obtenues pour différentes valeurs d’angle α sont tracées sur la Fig. 3.25(a).
Dans le cas ou le caractère oscillatoire des effets Shubnikov-de Haas ne dépend que
de la composante du champ magnétique perpendiculaire au plan, la position des pics
doit rester inchangée lorsque l’on renormalise des abscisses en 1/ sin(α). Toutefois la
Fig. 3.25(a) ne montre aucun décalage nécessitant une correction particulière de cet
ordre. De même, la Fig. 3.25(b) sur laquelle le facteur correction 1/ sin(α) est appliqué
ne permettent pas de conclure sur la dimensionalité de la surface de Fermi. En effet,
comme démontré sur la Fig. 3.25(c), l’amplitude de la transformée de Fourier du sys-
tème diminue très largement en fonction de l’angle et les oscillations sont masquées par
le bruit de la mesure, et il n’est pas possible de conclure sur la dimensionalité du système.

Il semblerait néanmoins que ces oscillations ne dépendent pas de l’angle α. Ceci sig-
nifierait que l’α-Sn ne se présente pas comme un isolant topologique mais présenterai
plutôt des caractéristiques d’un Weyl semi-métal [202]. Ce type de matériau présente des
états de Dirac, et donc une signature de conduction à travers des fermions de Dirac, sur
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l’ensemble des couches atomiques le constituant [202]. L’α-Sn[111]|InSb[111] a ainsi été
démontré être un semi-métal de type Weyl [203, 204], mais aucun résultat similaire n’a
été prouvé pour α-Sn[100]. On peut également noter que dans le cas d’un semi-métal
de type Weyl, la direction des spins sur le contour de Fermi sont parallèles à k [205],
ce qui est contraire aux observations faites par Ohtsubo dans le cas de l’α-Sn [127].
Ces mesures ont été vérifiées numériquement à l’aide de la dérivée seconde sur Rxy afin
d’éviter que le polynôme soustrait numériquement soit à l’origine d’une quelconque er-
reur. À partir de ces résultats, il n’est finalement pas possible de conclure avec certitude
sur le caractère 2D du contour de Fermi et donc de l’état topologique. Pour donner une
conclusion définitive, il serait nécessaire d’appliquer un champ magnétique plus intense
afin de compléter nos observations à l’aide d’oscillations supplémentaires. Nous nous
intéressons à présent aux mesures d’effet Hall pour les mêmes échantillons d’α-Sn sur
lequel est déposé un cap d’AlOx utilisé lors des mesures ARPES et d’oscillations SdH.

3.3.2 Effet Hall : nécessité d’un traitement multi-bande
La mesure deRxy, reportées en Fig. 3.23(a), montre une courbe non monotone traduisant
probablement une conduction électronique assurée par au moins 2 types de porteurs. La
cassure typique entre les régimes “bas champ” et “fort champ” est souvent modélisée en
considérant deux bandes indépendantes composées de deux types de porteurs de nature
identique ou différente (p et/ou n), de densité de porteurs et de mobilité différentes.
Ainsi la bande ayant une conduction avec un nombre de porteurs le plus faible et une
mobilité la plus forte devrait être attribuée aux états déduits des oscillations SdH [197].
Ce type de résultat est attendu dans notre cas, car nous savons que l’InSb participe à la
conduction. Il convient donc de tenir compte de cette dernière contribution. Pour cela,
nous pouvons exprimer les conductivités longitudinales σxx et transverses σxy dans un
modèle à deux canaux comme [206, 207] :

σxx =
n1eµ1

1 + (µ1µ0Hz)2
+

n2eµ2

1 + (µ2µ0Hz)2

σxy =
n1eµ

2
1µ0Hz

1 + (µ1µ0Hz)2
+

n2eµ
2
2µ0Hz

1 + (µ2µ0Hz)2

Rxy =
σxy

σ2
xy + σ2

xx

Rxx =
σxx

σ2
xy + σ2

xx

(3.23)

En contraignant l’un des paramètres par la valeur experimentale de la résistance longitu-
dinale à champ nul Rs(H = 0) = [Σi(nieµi)]

−1, le résultat de l’ajustement nous donne
deux types de porteurs différents. Ainsi, nous retrouvons une bande de type-n associé à
une densité de porteurs positif et une bande de type-p associée à une densité de porteurs
de charge négative, soit respectivement : n1 = 2.3 1012 cm−2, µ1 = 3730 cm2/(Vs) et
n2 = −5 1013 cm−2, µ2 = 110 cm2/(Vs) .

Dans ce cas, le résultat n’indique aucune correspondance avec le résultat des mesures
SdH attendus avec une conduction de type-p. Ici les caractéristiques déduites par la
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bande p correspondant à un nombre de porteurs trop élevée ainsi qu’une mobilité beau-
coup trop faible pour observer de telles oscillations, aussi bien marquées à un champ
magnétique proche de 4T. Ceci nécessite en général des mobilités supérieures à de 2500
cm2/(Vs) . Cela nous démontre qu’un modèle à deux bandes n’est pas suffisant ici et
qu’une troisième bande, représentative des états d’oscillations SdH doit être ajoutée.
En fixant une condition sur une 3 ème bande de type-p avec un nombre de porteurs
nSdH = (2.7 ± 0.3) 1011 cm−2 correspondant aux oscillations SdH, la meilleure régres-
sion est représentée sur la Fig. 3.24(a), correspondant à une mobilité µSdH = 2540
cm2/(Vs) , satisfaisant maintenant les conditions pour l’observation d’oscillations SdH à
partir de µ0Hz = 4T. En raison de la différence notable entre les densités de porteurs
nSdH � n2 toutes deux de type− p, la régression pour Rxy n’est que très peu modifiée
lorsque les paramètres de ces deux bandes varient.

Afin de faire la correspondance avec les mesures ARPES (Fig. 3.19.(a)), nous remarquons
une large bande diffuse recouvrant le cône de Dirac. Cette bande Γ+

8 est également visible
sur le schéma représentatif des calculs ab-initio sur la Fig. 3.13 et est de type-p. Nous
supposons donc que lorsque le niveau de Fermi se situe en dessous du point de Dirac
et donc de conduction de type-p; cette large bande de volume participe à la conduction
comme indiqué par le résultat des régressions. Dans le cas de la bande de type-n; en
mesurant les propriétés du substrat de 120nm d’InSb seul, on trouve une concentration
de porteurs de type-n ainsi qu’une mobilité associée voisine de celle déduite de ce fit, à
savoir : n = 1.4 1012 cm−2 ' n1 et µ = 3180 cm2/(Vs) ' µ1. Cette légère différence
pouvant provenir de la préparation du substrat (gravure IBE + recuit) pour la croissance
de l’α-Sn. Nous discuterons plus en détails ces mesures sur InSb seul dans le chapitre
suivant.
A partir de ces valeurs de densité de porteurs et de mobilité, il est possible d’estimer
la résistance des états de surface RSdH = 1/(nSdH e µSdH) = 9.2 kΩ. Cette résistance
est à comparer avec celle des deux autres bandes déduites de l’effet Hall, on trouve
Rn−type = 766 Ω (contribution du substrat) and Rp−type = 1.3 kΩ (contribution des
états de volume d’α-Sn). Au vu des valeurs de ces résistances en parallèles, il est clair
qu’une grande partie du courant est court-circuité par le substrat ou les états de volumes
de l’α-Sn.
Dans le but de comparer à présent la durée de vie des porteurs ici avec les résultats
obtenus pour le système α-Sn|Ag, où τ = 4 fs [18], il est possible d’utiliser un modèle
simple pour la conductivité d’un état topologique non dégénéré pourvu d’une dispersion
linéaire, nous permettant d’extraire alors le temps de vie τ des porteurs selon :

GTI =
1

RSdH

=
e2

4~2

EF
π
τ ,

et donc :

τ =
4

RSdH

π~2

e2EF
≈ 60 fs . (3.24)

Notre conclusion est que le temps de vie des porteurs dans l’α-Sn|AlOx est donc plusieurs
ordres de grandeurs supérieur à celui de l’α-Sn|Ag [18], il semble donc qu’une barrière
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Figure 3.26: Calculs ab-initio de la structure de bande de volume de l’α-Sn le long des
points de haute symétrie de la PZB. Les bandes sont projetées selon leur caractère de
symétrie s ou p.

d’AlOx limite la relaxation. Une surface métallique d’argent peut, en effet, constituer
un canal supplémentaire de relaxation des porteurs. Néanmoins la bande de volume Γ+

8

présente lorsque le système est de type-p contribue également relaxer les porteurs de
spin y compris dans le cas de la présence d’un cap d’Al2O3.
L’emploi d’un isolant pour couvrir et préserver les états de surface de α-Sn est donc
un succès concernant le temps de vie des porteurs dans le TI (augmenté d’un ordre de
grandeur). La contrepartie est que malheureusement le niveau de Fermi est abaissé et
croise une bande de l’InSb massif. La contribution de cette dernière masque le transport
dans les états de surface TI.

3.4 Calculs ab-initio

A la suite de ces résultats, Julien Varignon a effectué au laboratoire, des calculs de struc-
ture électronique pour l’α-Sn à l’aide de calculs dis ab-initio. Ces calculs nous permettent
de comparer les prédictions théoriques avec nos résultats de mesure ARPES ainsi que nos
mesures de transport. Ces calculs, basés sur la théorie de la fonctionnelle de la densité
(DFT) ont été effectués à l’aide du package python VASP suivant les fonctionnelles de
Perdrew-Burke-Ernzernhof [208].

Dans le but de faire ressortir le caractère topologique de l’α-Sn, nous avons utilisé
une configuration SLAB, consistant en la croissance de 12 plans de cellules unité bulk
d’α-Sn dans la direction [100] signifiant donc 48ML d’α-Sn. Nous avons utilisé un
potentiel effectif Ueff sur les niveaux p de l’étain tel que Ueff = −2 eV, permettant de
retrouver la structure de bande de l’α-Sn volumique, provenant des calculs ab-initio de la
littérature [168]. La surface à été passivée en ajoutant 2 atomes d’hydrogène par atomes
de Sn afin de faire apparaître l’état topologique naissant de l’inversion des symétries s
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et p comme expliqué dans la partie théorie de ce chapitre. Enfin, la position des atomes
d’étain dans la partie supérieure du SLAB a été fixée au paramètre de maille de volume
de l’α-Sn, tel que a = 6.4142 avec une erreur associée de 0.99%. De plus, les calculs
DFT prédisent que l’α-Sn est un semi-conducteur de bande interdite nulle et tous les
points clé de la littérature ont été retrouvés [160, 168] à savoir :

• La présence d’une inversion de symétrie des bandes s et p au point Γ, critère
primordial pour la naissance d’un état topologique pour l’α-Sn.

• L’absence d’une poche d’électrons en bord de la PZB pouvant participer active-
ment à la conduction.

Ce dernier choix nous permet de valider notre choix de U = −2 eV . Ce potentiel effectif,
dans le cas des calculs ab-initio de l’α-Sn, n’influe principalement que sur l’apparition ou
non d’une bande supplémentaire en bord de zone venant croiser le niveau de Fermi. Le
résultat de ces calculs pour la partie volume de l’α-Sn est représenté en Fig. 3.26. Il est
néanmoins important de préciser ici que les calculs DFT ne permettent pas de mesurer
avec certitude la valeur en énergie de la bande interdite [209].

Nous allons à présent nous intéresser aux propriétés slab avec le paramètre de maille dans
le plan fixé c’est à dire avec la contrainte épitaxiale. La Fig. 3.27(a) nous montre la
structure de bande dans ces conditions, une bande correspondant à un ML donné. Dans
cette configuration, nous trouvons une bande interdite associée d’une énergie Ei = 60
meV, en accord avec les précédents calculs DFT de l’α-Sn [168]. On observe également
un cône de Dirac sous la partie supérieure de la bande de valence, avec un état de Dirac
localisé à une énergie de −0.25 eV sous le niveau de Fermi.

Pour mettre en avant la présence d’un point de Dirac, nous avons projeté les résultats
dans les directions kx et −kx suivant différentes composantes des bandes (Fig 3.27(b)-
(d)). La Fig. 3.27(b) nous montre les résultats pour une projection des bandes en
fonction de leur caractère s et p. On observe donc une inversion des symétries entres les
bandes de valence et de conduction, caractère primordial pour la création d’un état de
Dirac. Cette figure semble également nous indiquer que le cône de Dirac se trouve dans
le prolongement de la bande de conduction supérieure et la bande de valence inférieure.
Il croise également des bandes supplémentaires telles que nous l’indique la concentration
d’orbitales s au point Γ pour la bande centrale de cette figure. En projetant maintenant
ces mêmes résultats en fonction de leur caractères de spin ±Sy, il en ressort également
un héliticité différente pour la partie Γ → kx et −kx ← Γ, ce qui est attendu pour des
états topologiques [Fig. 3.27(c)]. Enfin, la Fig. 3.27(d) nous indique finalement que le
le point de Dirac est localisé 130 meV sous le niveau de Fermi et qu’une large bande de
volume croise ce dernier. À partir de ces résultats, on remarque que l’état topologique
n’est pas fermé et que le cône de Dirac n’apparait pas directement. Ce fait n’est pas
nouveau et à déjà été démontré dans le cas de calculs plus précis [94], ceci peut provenir
d’une possible erreur de localisation.
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Figure 3.27: Calculs ab-initio pour l’α-Sn d’une épaisseur de 48ML. (a) Projection de
la structure de bande dans la PZB pour les directions Y = (0, 1/2, 0), Γ = (0, 0, 0),
X = (1/2, 0, 0), M = (1/2, 1/2, 0). (b) Structure de bande projetée sur les orbitales
s (en rouge) et p (en vert) suivant les directions kx et −kx. (c) Structure de bande
projetée en fonction du spin ±Sy suivant les directions kx et −kx. (d) Structure de
bande projetée sur les huits derniers atomes de Sn démontrant le caractère de surface
de nos états suivant les directions kx et −kx.
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Dans un second temps, nous avons étudié l’effet de la contrainte du substrat d’InSb sur
l’état topologique de l’α-Sn. Cette contrainte est de nature compressive (εxx = εxy =
−0.14%). Dans ces conditions nous n’observons aucun changement dans la structure
électronique de l’étain, bien que l’énergie de la bande interdite augmente jusqu’à une
valeur de Ei = 93 meV. De même nous avons étudié l’effet d’une couche de recouvre-
ment en substituant les atomes d’hydrogène par des atomes d’oxygène (formant donc
une couche d’oxyde d’étain 2 à l’interface) sur notre matériau sans observer de change-
ment significatif sur la structure de bande.

Les calculs ab-initio nous ont donc démontrés que l’α-Sn pour une épaisseur de 48ML,
présentait des propriétés topologiques. De la même manière, l’ensemble de ces résultats
sont conformes avec les observations effectués en ARPES : nous retrouvons un niveau
de Fermi au dessus du point de Dirac, à une énergie du même ordre de grandeur.
Le déplacement du niveau de Fermi observé expérimentalement [Fig 3.19(b)] introduit
une bande de volume supplémentaire participant à la conduction que nous retrouvons
par ces calculs ab-initio [Fig. 3.27(a)]. Comme la Fig. 3.27(d) nous le montre, cette
bande supplémentaire de volume apparait sous le point de Dirac, pouvant expliquer la
conduction de type-p observée par les mesures d’effet Hall. Par exemple, en déplaçant
le niveau de Fermi à −75 meV sous le point de Dirac, nous retrouvons une densité de
porteurs associée à cette bande égale à 5 1012 cm−2, du même ordre de grandeur que
les résultats déduits des mesures d’effet Hall.

3.5 Conclusions
En conclusion de ce chapitre, nous avons démontré qu’il était possible à l’aide de mesures
ARPES, de faire ressortir le caractère topologique de l’α-Sn. En déposant différents types
de matériaux, nous avons également démontré la possibilité de contrôler la position du
niveau de Fermi par rapport au point de Dirac et donc la possibilité de passer d’un
état de conduction de type-p à type-n en déposant une couche d’Ag ou d’AlOx sur
l’échantillon d’α-Sn. Nous avons également montré que lorsque le niveau de Fermi se
trouvait sous le point de Dirac dans le cas où une couche d’Al était déposée, une bande
de volume participait à la conduction avec des porteurs de type-p associée à une densité
de l’ordre de 5 1012 cm−2 vérifiée à l’aide des calculs ab-initio et des mesures d’effet
Hall. À partir des mesures de magnéto-transport nous avons extrait des oscillations SdH
dont l’analyse est en accord avec les observations ARPES : des porteurs de type-p de
densité 2.7 1011 cm−2. Ces même résultats ont été retrouvés par les mesures d’effet
Hall (en utilisant un modèle de transport à plusieurs bandes de conduction en parallèle).
Pour approfondir ces travaux, il est néanmoins nécessaire d’être capable de reproduire
ces échantillons pour, dans un premier temps, confirmer ces résultats, mais également
de différents types de matériaux afin de moduler la position du niveau de Fermi par le
dépôt d’un état n à p ou effectuer des mesures complémentaires des oscillations SdH
en fonction de l’angle pour ressortir le caractère 2D (ou non) de l’état topologique. La
chambre MBE de la ligne Cassopée étant dédiée à l’ARPES et peu accessible, nous
avons développé une collaboration avec M. Jamet de Spintec à Grenoble pour adapter
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le processus de fabrication dans sa chambre MBE. Les résultats obtenus ainsi que des
mesures complémentaires sont discutés dans le chapitre suivant.





Chapter 4

Résultats et analyses physiques
complémentaires sur α-Sn et InSb

Suite aux résultats prometteurs obtenus et présentés dans le chapitre précédent, il ap-
parait désormais nécessaire d’approfondir les mesures sur d’autres échantillons afin no-
tamment d’utiliser une grille pour mettre en évidence des effets de champ, de vérifier
les propriétés de conduction de type-n dans le cas où de l’Ag est déposé sur l’α-Sn et
surtout de vérifier la possibilité d’obtenir des résultats similaire lorsque la croissance est
effectuée dans un autre bati de MBE. Ceci constituera la première partie de ce chapitre.
Comme nous l’avons également démontré par les mesures d’effet Hall, une conduction
de type-n apparait, pourvue d’une très forte mobilité et présentant des propriétés de
conduction proche de celles attendues pour le substrat choisi d’InSb|GaAs. Nous al-
lons donc également étudier ce dernier et notamment son implication dans le transport
électronique par des mesures ARPES et par des mesures de magnéto-transport.
En raison de ce canal électronique supplémentaire, il était intéressant d’essayer des
croissances sur des substrats plus isolants. Ici, en l’occurrence, le tellurure de cadmium
(CdTe) a été utilisé. La dernière partie de ce chapitre sera consacrée à l’étude de
l’α-Sn sur substrat CdTe, dont le paramètre de maille est proche de l’α-Sn (aCdTe =
6.482Å [210] et aα−Sn = 6.489Å) et est pourvu d’une bande interdite d’energie Eg =
1.44 eV qui le rend bien isolant même à température ambiante.

4.1 Mesures d’échantillon α-Sn élaborés dans un
autre bâti de croissance

Nous avons réalisé des échantillons et structures supplémentaires à base d’α-Sn|InSb|GaAs
provenant d’une autre chambre de croissance MBE située dans le laboratoire SPINTEC
à Grenoble et réalisées dans le groupe de M. Jamet. Le dépôt de la couche buffer
d’InSb sur GaAs a été préalablement effectuée au C2N par A. Lemaitre. Les conditions
de croissance de l’α-Sn sur InSb|GaAs sont nominalement identiques à celles discutées
au chapitre précédent. Nous présentons ici les résultats obtenus sur des structures
élaborées sous la forme suivante : Al(5nm)|α-Sn (30ML) |InSb(120nm) | GaAs. Des 5
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(a)

(b)

Figure 4.1: Mesures de transport en fonction du champ magnétique pour un échantillon
Al2O3+Al(5nm)|α-Sn (30ML) |InSb(120nm) || GaAs déposé dans la chambre MBE de
Grenoble (assigné à l’abréviation GREN).(a) Résistance de Hall Rxy. (b) Résistance
longitudinale Rxx en fonction du champ magnétique perpendiculaire au plan µ0Hz et
parallèle au courant µ0Hx.

nm d’encapsulation d’Al, il reste probablement 2 ou 3 nm sous forme métallique et le
reste sous forme d’oxyde. Cette dernière assure que les couches inférieures ne seront pas
oxydées dans les conditions ambiantes. Par la suite, cet échantillon a été lithographié
sous la forme d’une croix de Hall, identique aux échantillons provenant de la chambre
MBE du synchrotron Soleil pour pouvoir les comparer.

4.1.1 Mesures de magnéto-transport

Les mesures de magnéto-transport sont reportées sur la Fig. 4.1 (T = 5K). À partir
des mesures de la résistance transverse, il ne semble pas nécessaire ici d’effectuer une
régression à plusieurs porteurs, le résultat du résidu provenant de la soustraction de la
mesure à l’ajustement linéaire ne laissant paraitre aucune bande d’ordre supérieur.
La formule permettant d’extraire la densité de porteurs n2D à partir de la valeur de la
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résistance transverse mesurée Rxy est alors donnée par :

Rxy =
1

n2D e
µ0Hz (4.1)

avec e la charge électrique et µ0Hz le champ magnétique extérieur. À partir de cette
formule nous pouvons extraire une densité de porteurs n2D = +9.15 1012 cm−2.
Cette mesure nous indique des porteurs majoritaires de type-n de densité environ deux
ordres de grandeur supérieurs au cas précédent. Cette différence est également cor-
roborée par la magnétorésistance, reportée sur la Fig. 4.1(b). Dans la configuration où
le champ est perpendiculaire au plan (µ0Hz), nous remarquons, en effet, que la MR est
réduite par rapport à celle observée précédemment sur la Fig. 3.23(b).
Cette fois, à partir de la mesure de la résistance longitudinale Rxx pour un champ mag-
nétique appliqué perpendiculairement au plan µ0Hz, nous observons de nettes variations
représentatives d’oscillations SdH. On remarque également que l’amplitude de ces oscil-
lation est environ un ordre de grandeur supérieur que dans les échantillons élaborés à
SOLEIL.
Cette forte amplitude de MR nous permet d’extraire ces oscillations SdH directement
à partir de la dérivée seconde du signal Rxx. Dans ces conditions, il est nécessaire de
préciser ici que nous avons affecté d’un signe négatif −∂

2Rxx
∂(µ0Hz)2

pour éviter une inversion
entre les maxima et minima des pics obtenus. La représentation des oscillations SdH en
fonction de l’inverse de la composante du champ magnétique perpendiculaire (µ0Hz)

−1

est reportée sur la Fig. 4.2(a). Dans ces conditions, les maxima de
−∂2Rxx

∂(µ0Hz)2
corre-

spondent à des niveaux de Landau demi-entiers, alors que les minima correspondent à
des niveaux de Landau entiers. L’indexation de ces niveaux en fonction de leur position
(µ0Hz)

−1 est reporté sur la Fig. 4.2(b).

En utilisant l’Eq. 3.21, nous pouvons extraire une fréquence caractéristique F = 52.48T
et γ = 0.16 ± 0.02. Comme dans le cas précédent, ce facteur γ 6= 0 ou 6= 0.5 ne
nous donne aucune indication sur la topologie de l’état à l’origine de ces oscillations. Il
convient donc d’utiliser l’Eq. 3.22. Dans ces conditions, on trouve A1 = 0.18 ± 0.17
et A2 ' 10−3. La variable A2 nous indique qu’une petite modification de la linéarité,
principalement du fait que les niveaux de Landau considérés sont élevés. Néanmoins le
facteur A1 associé à son incertitude, pousse à croire que nous sommes en présence d’un
état topologique (A1 ' 0). L’incertitude sur cette mesure est essentiellement statistique,
ces considérations sont donc adéquates. De la même manière que précédemment, il
est possible d’observer de tels oscillations dans la mesure de Rxy, néanmoins le nombre
d’oscillations provenant de Rxx est suffisant pour déduire un facteur γ et une fréquence F
avec suffisamment de précision. Par soucis de clareté, nous ne faisons donc pas apparaître
des résultats supplémentaires sur la Fig. 4.2. À partir de cette fréquence, nous obtenons
un nombre de porteurs caractéristique : nSDH2D = 2eF/(~2π) = (1.27±0.02) 1012 cm−2.
Il est également possible d’introduire une telle densité de porteurs dans l’Eq. 3.23 dans un
modèle simple à deux canaux de porteurs en fixant une condition sur l’un des paramètres
à partir de la valeur de résistance à champ magnétique nul. Le résultat obtenu en fixant
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Figure 4.2: Mesures provenant de GREN: (a) Oscillations SdH déduites de la dérivée

seconde
−∂2Rxx

∂(µ0Hz)2
. (b) Niveaux de Landau déduit des oscillations SdH indexés en

fonction de l’inverse du champ magnétique appliqué (représentés par des étoiles rouges).
Un ajustement réalisé à partir de l’Eq. 3.21 (en noir) et l’Eq. 3.22 (en tirets bleu) est
également représenté.
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le nombre de porteurs na2D à 1.27 1012 cm−2 nous indique une mobilité associée de
µa = 6506 cm2/(Vs) ainsi que la présence d’une seconde bande caractérisée par un
nombre de porteurs nb2D = 8 1012 cm−2 associée à une mobilité µb = 2740 cm2/(Vs) .
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Figure 4.3: Oscillations SdH de GREN pour différents angles du champ magnétique
µ0Hz par rapport au plan de l’échantillon, en fonction de l’amplitude total du champ
magnétique (a) ou de sa composante perpendiculaire au plan.

Une forte valeur de la mobilité associée aux oscillations SdH comme mesurée ici, est
attendue dans le cas d’isolants topologiques [211, 212]. Du fait des difficultés d’obtenir
un facteur A1 précis, la nature bidimensionnelle de ces oscillations peut être confirmée
en modifiant l’angle du champ magnétique par rapport au plan. Cette fois néanmoins,
l’amplitude des oscillations SdH nous permet d’effectuer une mesure précise et directe des
états de surface pour une très large plage de champ magnétique. Par soucis de clareté,

nous avons choisis de représenter la dérivée première
−∂Rxx

∂(µ0Hz)
du signal. Ceci engendre

un décalage de 0.25 entre les maximas et minima, néanmoins n’ayant pas besoin d’indéxer
les niveau de Landau, nous nous permettons cette liberté. Nous ferons de même lors de
l’étude des variations de ces oscillations en fonction de l’effet de champ électrostatique
par électrode de grille. Le résultat de ces oscillations en fonction de l’angle α est
représenté sur la Fig. 4.3(a). On remarque un décalage des pics en fonction de l’angle
du champ magnétique appliqué. Il convient donc de normaliser le champ magnétique
par rapport à la composante perpendiculaire µ0H sin(α) (voir Fig. 3.25). Finalement,
la Fig. 4.3(b) nous montre ici très clairement que ces oscillations ne dépendent que de
cette composante perpendiculaire µ0H sin(α) et possèdent donc pour origine un état
2D.
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4.1.2 Effet de champ électrostatique par électrode de grille

(a) (b)

Figure 4.4: Mesure pour GREN de la résistance (a) longitudinale Rxx (b) et transverse
Rxy en fonction de µ0Hz pour deux tensions de grille VG appliquée au système. L’insert
montre les variations de Rxx en fonction de la tension de grille VG appliquée.

Si les états mesurés par les oscillations SdH sont des états de surface, alors ils doivent
être fortement modulables par un effet de champ électrostatique, en utilisant une grille
directement au dessus. En effet, il n’y aurait pas d’écrantage par d’autres états, et
le nombre de porteur par unité de surface est comparable au dopage qu’il est possible
de réaliser avec une grille. Nous avons donc déposé une grille sur cet échantillon et
nous discutons ici des résultats principaux. Une grille consiste en une barrière isolante
sur laquelle un métal est déposé. En appliquant une tension entre le métal et l’α-Sn,
la position du niveau de Fermi du matériau situé sous cette dernière est modifiée par
mécanisme de transfert de charge. De tels effets de grille ont été démontrés pour des
isolants topologiques [213] ou sur des états Rashba dans le Ge [214]. Le dépôt a été
effectué par une voie chimique, par dépôt de couches atomique (Atomic layer deposition
en anglais ou ALD); le principe consiste à déposer plusieurs monocouches d’oxyde sur la
surface de l’échantillon, l’ALD présentant l’avantage de produire un dépôt “conforme".
Ainsi la présence de rugosité n’affecte nullement l’épaisseur de la couche déposée [215].
Nous avons ici utilisé le dioxide d’hafnium (où HfO2), isolant électrique pourvu d’une
bande interdite de 6 eV [216] et d’une forte constante diélectrique (∼ 24). L’électrode
supérieure est une couche d’Au déposée par pulvérisation cathodique à magnétron. Il
est à noter qu’il est également possible d’utiliser un oxyde d’aluminium Al2O3 comme
barrière isolante [217]. Néanmoins la permittivité diélectrique, caractérisant la réponse
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du milieu au champ électrique appliqué, est plus élevée pour le HfO2 (εHfO2 = 24) que
pour l’Al2O3 (εAl2O3 = 11) [218] ce qui explique notre choix.

Nous avons opté pour une couche d’épaisseur d = 75 nm de HfO2 sur laquelle a été
déposé 10nm de titane pour favoriser l’accroche des 100 nm d’Au. L’échantillon est
donc constitué des matériaux suivants : Au100nm | Ti10nm|HfO2(75nm)|Al2O3+Al5nm|α-
Sn30ML |InSb120nm || GaAs. Il est possible de quantifier la modulation de la densité de
porteurs modulée ∆n à l’aide d’une tension de grille selon la formule simple qui suppose
une géométrie de condensateur plan avec une surface d’aire A et un espacement d entre
les électrodes. Dans la limite ou d2 � A, on a : :

∆n =
∆Q

eA
=
C∆V

eA
=
ε0εA

edA
=
ε0ε

ed
∆V

∆n

∆V
= 2.8 1012cm−2.V−1 (4.2)

avec ∆V la différence de tension appliquée. On s’attend donc à être capable de moduler
une densité de porteurs de l’ordre de 2.81012 cm−2 pour 1 V appliqué.
Le résultat des mesures magnéto-électriques est représenté sur la Fig. 4.4(a) pour une
gamme de tension de grille VG ∈ {−80V ; 80V }. L’insert dans cette même figure
nous montre la variation de la résistance longitudinale Rxx à champ magnétique nul
(µ0Hz = 0) en fonction de la tension de grille VG. La variation obtenue n’est pas carac-
téristique d’un cône de Dirac [219]. Nous devrions plutôt observer un pic de résistance,
représentatif du passage au point de Dirac. Ainsi, il semblerait que nous soyons en train
de moduler le niveau de Fermi situé entre deux bandes caractérisées par une valeur de
résistance différente.

En modulant la tension de grille, nous observons néanmoins une modification significative
de la magnétorésistance, passant de +60% pour VG = −80 V à +40% pour VG = 80 V.
Pour ces deux tensions de grille, des oscillations sont clairement visibles pour un champ
magnétique µ0Hz > 4 T.
En nous intéressant à l’effet Hall normal le fit linéaire nous indique une très faible variation
du nombre de porteurs, ainsi n80V

2D = 8.97 1012 cm−2 et n−80V
2D = 9.55 1012 cm−2. Ce

résultat, comparé a l’Eq. 4.2 nous indique que l’action de la grille ne correspond pas aux
attentes. De même, dans le cas d’un isolant topologique, nous devrions être capable de
mettre en évidence une transition d’une conduction de type-n à p, ce qui n’est pas non
plus le cas. Enfin, en nous focalisant sur les oscillations SdH, nous pouvons observer que
pour différentes tensions de grille, aucune modulation significative n’est observée entre
les maximas et minima (Fig. 4.5) ce qui exclut toute modification de l’état de Dirac.
Nous pouvons donc affirmer que nous ne modifions que très légèrement l’une des bandes
de conduction de l’échantillon, sans pour autant que cela apparaisse dans la mesure de
la densité de porteurs. La différence de la densité de porteur mesurée en fonction de
la tension de grille nous indique que nous modifions ' 0.1 1011 cm−2 en contradiction
avec les calculs de l’Eq. 4.2. En supposant que l’AlOx, provenant de l’échantillon,
représente une capacité supplémentaire, elle se trouve en série. La capacité totale sera
donc Ctot =

(
C−1

AlOx
+ C−1

HfO2

)−1. Si la capacité associée à AlOx est faible relativement
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Figure 4.5: Mesures provenant de GREN+Au100nm | Ti10nm|HfO2(75nm): Oscillations
SdH à partir de la mesure Rxx en fonction de la tension de grille VG appliquée.

à celle de HfO2, alors la capacité totale sera donnée par celle de l’AlOx, potentiellement
plus faible. Cette couche d’alumine n’étant pas contrôlée, il est néanmoins difficile de
quantifier ses effets, en supposant εAlOx = 11.5 et dAlOx = 2 nm, la capacité serait
supérieure à celle de HfO2.
Ces résultats conduisent à formuler deux hypothèses :

• La grille de HfO2 n’est pas efficace, par exemple à cause d’une capacité parasite,

• l’état à l’origine des mesures de l’effet Hall n’est pas modifié malgrès l’application
d’un effet de champ efficace.

La première hypothèse est difficile à réfuter en vu des modifications significatives de
la MR en fonction de la tension de grille. Dans la seconde hypothèse, les charges ne
sont pas transférées sur les états responsables des oscillations SdH, supposément ceux
associés aux états de surface de l’isolant topologique. Mais puisque l’effet Hall n’est
pratiquement pas modifié, il est difficile de comprendre où les porteurs seraient partis.

4.1.3 pompage de spin

Pour en revenir au but initial de l’expérience, c’est-à-dire caractériser l’efficacité de la
conversion spin/charge du α-Sn avec une encapsulation d’alumine, nous avons entrepris
des mesures d’effet Edelstein inverse. Nos collaborateurs au CEA Grenoble ont effectués
des mesures de pompage de spin (ou spin pumping en anglais) sur un échantillon de
composition identique au cas précédemment discuté. Ces mesures consistent à créer un
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Figure 4.6: (a) Résultat des mesures de pompage de spin pour un échantillon Au
|Fe|Ag|α-Sn|| avec un courant mesuré de 2.5 µA. (b) Résultat de la conversion pour un
échantillon Au |Fe|Al|α-Sn|| donnant ici un courant de 1.8 nA.

courant de spin à partir d’un matériau ferromagnétique, puis à convertir ce courant de
spin à l’aide des états de surface de l’isolant topologique (voir chapitre 1).
La précession de l’aimantation d’un FM entraîne la génération d’un pur courant de spin
en 3D [59, 220]. Ce courant de spin est ensuite converti par les états de surface par
IEE. La conversion d’un courant de spin a été démontrée dans le cas de l’α-Sn, en
utilisant de l’Ag comme matériau tampon entre l’α-Sn et le Fe [18]. Le résultat de
cette mesure est représenté sur la Fig. 4.6(a) et donne lieu à un facteur de conversion

λIEE =
J3D
s

J2D
c

= 2.4nm [18].

En effectuant à présent ces même mesures sur un échantillon provenant de la MBE de
Spintec (sous la forme Al|Fe|Al|α-Sn|InSb|GaAs), la conversion est réduite d’un facteur
1000 comme représenté sur la Fig. 4.6(b). Ce résultat pourrait suggérer la présence d’un
état de surface situé plutôt à l’interface α-Sn|InSb et ne contribuant aucunement à la
conversion spin-charge.

4.1.4 conclusions pour Al|α-Sn|InSb|GaAs
En conclusion de cette partie, nous avons :

• mesuré des oscillations SdH qui pourraient correspondre aux états de surface at-
tendu pour α-Sn,

• mesuré une conduction des porteurs de type-n,
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• observé aucun changement significatif dans ces variations en fonction de la tension
de grille,

• mesuré une conversion du courant de spin en courant de charge plusieurs ordres
de grandeurs inférieurs au cas Ag|α-Sn.

L’ensemble de ces résultats ne nous permet pas de conclure simplement car ces derniers
diffèrent de nos observations ARPES ainsi que des mesures de transports sur ces échan-
tillons de la MBE de la ligne CASSIOPEE au synchrotron SOLEIL. Néanmoins nous
pouvons supposer que l’origine provient du processus de dépôt dans la chambre MBE de
Grenoble, où le Sn est chauffé à l’aide d’un faisceau d’électron (en lieu et place d’une
cellule de Knudsen), comme nous l’avons vu au chapitre précédent, le taux de dépôt
s’en trouve alors augmente, passant d’une vitesse de 0.006/s dans le cas des échantillon
provenant de Soleil, à 0.026/s. Afin de corroborer cette hypothèse, il serait nécessaire
d’effectuer à présent un dépôt thermique d’α-Sn au lieu d’utiliser un faisceau d’électrons.
Notons que dans les deux chambres de dépôt, de nombreux éléments sont utilisés, en
particulier des éléments de la colonne V. Ces derniers, très volatiles, pourraient fournir
un dopage chimique incontrôlé et différent dans chaque chambre de dépôt. Des mesures
magnéto-électriques du même type ont été effectués pour différentes épaisseur d’α-Sn
et d’Al2O3, il en ressort des résultats similaires démontrant une conduction de type-n
pourvue d’oscillations SdH élevées. En modifiant l’épaisseur d’InSb de 120 à 100nm, les
oscillations SdH se réduisent fortement, la magnétorésistance évolue en (µ0Hz)

2 et le
nombre de porteurs comme toujours de type-n. De par la “qualité” du substrat, les états
de conduction sont donc modifiés.

La démonstration d’un état topologique à l’aide des mesures des oscillations SdH asso-
ciées aux effets de grille et aux expériences de spin-pumping, peut amener à plusieurs
conclusions. La première serait, dans le cas des dépôts provenant de SPINTEC, l’absence
d’état topologiques à l’interface Al|α-Sn et la présence de cet état à l’interface α-Sn|InSb.
L’origine peut provenir de la technique de dépôt différente ou d’un dopage chimique non
contrôlé d’espèces présentes dans la chambre MBE. Une autre hypothèse serait que ces
effets topologiques proviennent de l’InSb lui même. En effet, l’InSb [100] volumique est
un matériau à fort couplage spin-orbite [221], bien qu’aucun état topologique n’ai été
prédit. Le paragraphe suivant sera donc consacré à l’étude de ce matériau afin d’en
comprendre les particularités.

4.2 Cas de l’InSb seul

Bien comprendre les propriétés de transport du “substrat” est essentiel, afin de pou-
voir les dissocier de celles du film isolant topologique que nous désirons étudier. C’est
l’objet de ce paragraphe. L’InSb est un composé d’atomes d’antimoine et d’indium
semi-conducteur III-V. Sa structure cristallographique, est la même que celle de l’α-Sn
(structure diamant). Ce semi-conducteur est doté d’une bande d’énergie interdite en-
tre la bande de valence et de conduction de 0.175 eV [171]. Afin de caractériser le
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couplage spin-orbite dans des matériaux 3D, on utilise le facteur de Landé g reliant le
moment magnétique au moment cinétique d’un électron. Dans le cas de l’InSb massif,
il a été montré que ce facteur g = 51 [221, 222]. En raison de ce facteur de cou-
plage, l’InSb est principalement utilisé dans des structures élaborées pour la détection de
fermions de Majoranas sous la forme de structures constituées de boîtes quantiques (ou
quantum dot) [223, 224]. De la même manière, un état Rashba peut apparaître sous
cette forme [225, 226]. Il apparait dès lors évident de mesurer ses propriétés électron-
iques ainsi que sa structure de bande afin de comprendre son impact sur les mesures de
magnéto-transport précédentes.

4.2.1 Conditions de croissance

Il convient de revenir sur les conditions de croissance d’InSb sur GaAs. L’InSb partic-
ipant aux phénomènes de conduction de par ses propriétés semi-conductrices d’énergie
interdite faible, il était essentiel de réduire son épaisseur et donc sa contribution à la
conduction électroniques de l’α-Sn déposé sur substrat InSb|GaAs. La croissance MBE a
été effectuée selon les étapes décrites par Zhang et al. [227] pour une croissance [100] sur
substrat GaAs[100] en réduisant la densité des dislocations. En effet, l’une des difficultés
ici est de permettre à l’InSb de pousser de façon épitaxiale, la différence de paramètre de
maille entre le GaAs[100] et l’InSb[100] étant de 14.6% [227]. Cette différence entraine
généralement la formation de dislocations sur l’échantillon. Le contrôle du paramètre de
maille de l’InSb étant essentiel pour l’obtention de la phase α de l’étain, il était impératif
de résoudre ces difficultés.
Les conditions de croissance proposées par Zhang et al. ont l’avantage de permettre une
croissance de l’InSb sur GaAs relaxant vers les paramètres volumiques, pour une épaisseur
de l’ordre de 60 nm. Pour une épaisseur de 120 nm, Zhang et al. donnent une mobilité
égale à µInSb = 5 103 cm2/(Vs) et une densité de porteurs de type-n nInSb ' 5 1016 cm−3

à T = 77 K. Dans notre cas et pour 120 nm, nous pouvons extraire nInSb = 8.2 1016

cm−3. Ces valeurs correspondent approximativement à celles déduites des mesures d’effet
Hall concernant le canal de porteurs de type-n.
Les conditions de croissances sont :

• Homoépitaxie d’environ 500nm de GaAs sur le substrat de GaAs à 600◦C

• Température du substrat amenée à 250◦C

• Dépôt de 20nm d’InSb

• Recuit à 370◦C pendant 5 minutes

• Croissance de l’InSb restant à 350◦C

• Température du substrat amenée à moins de 70◦C

• Dépôt d’As amorphe pendant 20 minutes
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La croissance d’un buffer de GaAs sur le substrat de GaAs permet de s’assurer une
surface "bien propre", sans défauts liés à la préparation de la surface commerciale. De
même, la croissance des 20nm d’InSb permet de réduire la différence entre le paramètre
de maille du GaAs et de l’InSb, ces 20nm faisant donc office de couche tampon comme
proposé par Zhang et al. La couche d’InSb est protégée en surface par une couche d’As
amorphe afin d’éviter tout oxydation. Des mesures aux rayons-X effectués, nous ont
démontré que l’épaisseur d’As amorphe était d’environ 2nm.
Nous allons, dans la suite de ce chapitre, assigner pour chaque échantillons d’As('
2nm)|InSb(XXXnm)|GaAs, l’abréviation INSAXXX , où XXX représente l’épaisseur.

4.2.2 Mesure ARPES

Dans le but d’observer les effets pouvant apparaître sur la structure de bande d’InSb et
éventuellement l’apparition d’un état Rashba, nous avons effectué des mesures ARPES
sur un échantillon d’InSb (100nm)|GaAs. Ces mesures ont été réalisées sur une surface
propre d’InSb sans résidu d’Arsenic (le caractère amorphe de la surface disparait au
LEED) en utilisant des photons d’énergie hν = 19 eV. La structure de bande d’InSb
extraite est reportée sur la Fig. 4.7.
Pour améliorer le contraste, nous avons choisis d’utiliser la dérivée de l’intensité du signal

ARPES obtenu
∂I

∂k
comme proposé par Zhang et al. [229, 230] Le résultat de la dérivée de

ce traitement sur nos mesures, suivant kx, [Fig. 4.7(a)] semble nous indiquer la présence
d’un état à dispersion parabolique, avec un niveau de Fermi situé très proche de la bande
interdite mais potentiellement de type-p. Pour ky on voit apparaître de larges bandes
qui semblent séquentielles. Les résultats restent tout de même équivalents au cas de kx,
ce qui corrobore les résultats des calculs ab-initio concernant l’InSb [171]. L’échantillon
ayant été préparé pour être de type-n il est néanmoins difficile ici d’affirmer clairement
de telles conclusions. La première explication de cette différence est que, la succession
de recuits et de gravures réalisées sur la surface de l’échantillon pour la préparation du
dépôt d’α-Sn (voir Sec.3.2) a modifié les propriétés de conduction de l’InSb et qu’un
état hybride de surface apparait de type-p. L’autre hypothèse est que, l’interface InSb-
vide conduit à la naissance d’un potentiel électrostatique qui, avec le très fort couplage
spin-orbite de l’InSb, fait apparaître un état Rashba de type-p. Il convient néanmoins
de nuancer cette affirmation car aucun décalage de bandes en k n’est observé via les
mesures ARPES comme dans le cas d’un système Rashba par exemple. Il est néanmoins
nécessaire de nuancer cette supposition, la résolution nécessaire à cette mesure n’est po-
tentiellement pas suffisante ici. L’une des explications les plus probables est la naissance
d’un état hybride à l’interface (de type-p) résultant du traitement effectué sur l’InSb.

L’InSb doit donc être caractérisé par des mesures de transport électronique tout comme
l’α-Sn afin de comprendre plus en détails les effets observés ci-dessus.
A cet effet, les échantillons mesurés ont subit un dépôt d’arsenic amorphe afin de protéger
l’InSb de toute l’oxydation. Le dépôt d’As est réalisé via MBE. Il est important de notifier
à cet effet, que la couche d’As amorphe est conservée pour les mesures de magnéto-
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Figure 4.7: Mesure d’ARPES pour INSA100. (a) Dérivée de l’intensité de la mesure
E−EF en fonction de kx pour ky = 0. (b) Dérivée de la mesure E−EF en fonction de
ky pour kx = 0. (c) Calcul de la structure de bande de l’InSb 3D extrait de la ref.[228],
avec en pointillé rouge la zone concernée par (a).

transport discutées à présent.

4.2.3 Caractérisation de l’InSb par magnéto-transport
Les échantillons d’InSb de différentes épaisseurs (70nm, 100nm, 120nm) ont été lithographiés
sous la forme de croix de Hall. Nous avons ensuite, tout comme pour l’α-Sn, étudié
les propriétés magnétorésistives. Une première mesure de la résistance longitudinale
de l’échantillon en fonction de la température est représentée sur la Fig. 4.8. À par-
tir de cette mesure, nous observons une augmentation de la résistance en fonction de
l’épaisseur selon :

• R120nm(µ0Hz = 0) = 1413Ω/sq
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Figure 4.8: Mesure de la Résistance longitudinale Rxx en fonction de la température
pour différentes épaisseur d’InSb pour 5.5K < T < 260K

• R100nm(µ0Hz = 0) = 2122Ω/sq

• R70nm(µ0Hz = 0) = 2482Ω/sq

Dans le cas où l’InSb ne comporterait qu’un état de volume, les variations de résistance
en fonction de l’épaisseur devraient diverger. L’augmentation relativement faible ici de
la résistance en fonction de l’épaisseur peut laisser penser qu’un canal de conduction 2D
supplémentaire est présent.
Nous allons désormais nous interesser à la magnétorésistance hors du plan de l’échantillon.
La magnétorésistance obtenue pour différentes épaisseurs est reportée sur la Fig. 4.9(a).
Les courbes de MR nous indiquent une augmentation de la résistance avec µ0Hz hors
du plan.
Les mesures d’effet Hall reportées sur la Fig. 4.9(b) nous indiquent une densité de
porteurs quasi identique pour l’ensemble des échantillons soit :

• nEH120nm = 1.39 1012 cm−2 = 1.16 1017 cm−3

• nEH100nm = 1.51 1012 cm−2 = 1.51 1017 cm−3

• nEH70nm = 1.29 1012 cm−2 = 1.83 1017 cm−3

De plus, ces mesures nous indiquent des porteurs de type-n en contradiction avec les
mesures ARPES effectuées sur un échantillon de 100 nm d’épaisseur.

A partir des mesures Rxx nous observons des oscillations SdH. Le résultat du traitement
numérique par dérivée est reporté sur la Fig. 4.9(c). L’indexation s’effectue de la même
manière que précédemment, néanmoins, en utilisant la dérivée première du signal (afin
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Figure 4.9: Mesures de magnéto-transport pour des échantillons INSA120,INSA100 et
INSA70, à une température de 5K. (a) Résistance longitudinale Rxx et (b) résistance
de Hall Rxy mesurée en fonction du champ magnétique µ0Hz appliqué perpendiculaire
au plan. (c) Oscillations SdH mises en évidence par la dérivée première de la résistance
longitudinale pour différentes épaisseurs d’InSb.(d) Niveaux de Landau considérés en
fonction des pics d’oscillations SdH indexé par l’inverse du champ magnétique 1/µ0Hz

appliqué. La droite noire correspondant à une régression linéaire de l’ensemble de ces
valeurs.

de facilité l’observation des oscillations), il est necessaire de décaler les niveau de Landau
de 0.25 pour les maximas et minimas. En effectuant un ajustement linéaire de ces valeurs
il est possible de déduire la fréquence de ces oscillations ainsi que l’ordonnée à l’origine
afin d’extraire la valeur de γ à différentes épaisseurs, en utilisant l’Eq. 3.21. À partir des
résultats reportés sur la Fig. 4.9(d), nous pouvons extraire les valeurs suivantes :

• F120nm = 20.41 T γ120nm = 0.7± 0.2

• F100nm = 20.4 T γ100nm = 0.7± 0.1

• F70nm = 20.02 T γ70nm = 0.7± 0.1

La valeur de l’ordonnée à l’origine γ ' 0.5 nous indique que les fermions résultant de
ces oscillations SdH n’émanent pas d’états de Dirac [200]. Ils peuvent toutefois tirer
leur origine d’un état Rashba à l’interface InSb|As amorphe.

En utilisant la relation d’Onsager et le théorème de Luttinger comme précédemment, on
déduit le nombre de porteurs de ces oscillations, en supposant cette fois la dégénérescence
respective de bande et de spin (Ns = 2 [231]). Nous mesurons à partir de l’effet Hall,
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une densité de porteurs de type-n (chapitre 1 dans le cas du GaAs) et similaire à l’InSb
(semi-conducteur à fort couplage spin-orbite). Il n’y a aucune dégénéréscence de bande
donc Nv = 1. On peut extraire donc une densité de porteurs voisine respectivement de :

• nSDH120nm = 9.9 1011 cm−2 = 8.2 1016 cm−3

• nSDH100nm = 10 1011 cm−2 = 10 1016 cm−3

• nSDH70nm = 9.7 1011 cm−2 = 1.4 1017 cm−3

Il convient à présent de discuter de la dépendance de ce nombre de porteurs en fonction de
l’épaisseur d’InSb. Les oscillations SdH et l’effet Hall semblent converger vers une densité
de porteurs surfacique semblables, nous démontrant que les propriétés de conduction
proviennent principalement des porteurs responsables des oscillations SdH. À partir de
l’Eq. 3.23 et en utilisant la densité de porteurs et la résistance tel que R(µ0Hz=0) =
[n eµ]−1, il est possible de déduire leur mobilité ainsi que son évolution en fonction de
l’épaisseur nous donnant ici :

• µ120nm = 3170 cm2/(Vs)

• µ100nm = 1950 cm2/(Vs)

• µ70nm = 1950 cm2/(Vs)

La mobilité pour l’InSb 120 nm est ainsi trouvée très proche de celle déduite dans la
conduction de type-n observée dans l’effet Hall pour l’échantillon Al2O3|α-Sn|InSb. Il
est néanmoins nécessaire de montrer ici que cette mobilité est relativement faible en
comparaison des résultats de la littérature. Par exemple il a été déduit une mobilité pour
l’InSb de type-p de 2.5 105 cm2/(Vs) à une température de 77K [188] pour une densité
de porteurs de 1.4 1015 cm−3, et voisine de 5 106 cm2/(Vs) à température ambiante pour
une densité de porteurs de 1014 cm−3. Il a toutefois été démontré qu’il était difficile
d’expliquer les variations de mobilité en fonction de l’épaisseur d’InSb et qu’un facteur
correctif était nécessaire [232].

Afin d’aller plus loin dans les analyses et déterminer les états électroniques contribuant
aux oscillations SdH, nous faisons figurer sur la Fig. 4.10(a) la dépendance angulaire
hors-plan de ces oscillations SdH. Nous remarquons que les minima et les maxima se
retrouvent déphasés en fonction de l’angle α du champ magnétique extérieur, ce qui nous
indique des oscillations SdH représentatives d’un état de dimension 2 pouvant s’expliquer
par la présence supposée d’un état Rashba à l’une des deux interface (InSb|As(amorphe)
ou InSb|GaAs) ou d’un 2DEG. Les résultats préliminaires obtenus à travers l’étude du
signal ARPES, ne permettent pas de distinguer, ou non, la présence d’un tel état à
l’interface du haut.
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Figure 4.10: Oscillations SdH en fonction de l’angle α de l’inverse champ magnétique
µ0H appliqué pour un échantillon d’INSA120. (a) Mesures de ces oscillations (b) Nor-
malisation des oscillations en fonction de l’inverse de la composante perpendiculaire du
champ magnétique µ0H sin(α) appliqué.

4.2.4 InSb/(Co/Ni)7
L’objectif de ces travaux étant de vérifier la possibilité d’utiliser des états de surface
pour effectuer un renversement de l’aimantation à l’aide du courant de spin provenant
du courant de charge, nous avons choisit de déposer sur l’InSb des multi-couches de
(Co/Ni)N étudiées dans ces travaux de thèse. L’objectif initial étant de vérifier la pos-
sibilité de faire croître ce système sur l’InSb tout en conservant l’aimantation perpen-
diculaire, mais aussi d’observer les effets de possibles de l’application d’un courant de
charge dans un tel système. Ce dépôt à été effectué directement sur l’As amorphe, la
croissance du (Co/Ni)N se faisant possiblement plus facilement sur un substrat amor-
phe. Les conditions de croissances du (Co/Ni) sont similaires à celles évoquées dans le
chapitre 2.

Nous avons ensuite lithographié l’échantillon sous la forme de croix de Hall de petite
largeur, identiques à celles étudiées pour le Pt/(Co/Ni)N . Le résultat d’une mesure
de résistance transverse Rxy sur un échantillon InSb(70nm)|(Co/Ni)7|Al est représenté
sur la Fig. 4.11(a). Nous avons choisi de retirer une pente linéaire, représentative de
l’effet Hall normal de l’InSb. On remarque à partir de cette mesure que l’aimantation
du (Co/Ni)7 déposé sur InSb semble perpendiculaire, le champ coercitif apparaissant
clairement tel que ±Hc = ±0.1 T et la valeur pour µ0Hz = 0 T peut prendre deux
valeurs de résistances associées à un état haut ou bas de l’aimantation. Ces résultats
sont donc comparables à ceux discutés au chapitre 2.
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(a)

(c)

(b)

(d)

Figure 4.11: Résultats obtenus dans le cadre de mesures de tentative de renversement
de l’aimantation de (Co/Ni)7 sur As|InSb|GaAs à T = 300 K. (a) Mesure Rxy obtenue,
démontrant une aimantation pointant dans la direction perpendiculaire au plan. (b)
Tentative de renversement de l’aimantation à l’aide d’un courant de charge par couple
de transfert de spin pour une densité de courant positive (en rouge) et négative (en vert)
dans le cas où le champ magnétique appliqué dans le plan µ0Hx = +0.01 T. (c) et (d)
Résultats identique à (b) lorsqu’aucun champ magnétique n’est appliqué dans le plan de
l’échantillon.

L’étude préliminaire du renversement de l’aimantation par couple de transfert de spin
est réalisé ici en suivant la même méthode que pour le Pt/(Co/Ni)7. La Fig. 4.11(b)
nous indique les résultats obtenus lorsque l’aimantation est saturée, au préalable, dans
l’état bas. La densité de courant appliquée à l’échantillon considère l’épaisseur d d’InSb
de 70nm tel que j = I/(w · d) avec w = 4µm la largeur de la croix de Hall. Lorsque l’on
utilise un champ dans le plan de l’échantillon (10mT) pour faciliter le retournement de
l’aimantation (voir chap. 2), nous n’observons qu’une annulation de l’effet Hall anormal
mesuré dans la croix de Hall, et non un retournement complet de l’aimantation. Cette
annulation peut être due à une aimantion planaire (ce qui n’est pas le cas ici) ou à la
présence de domaines pointant vers le haut et vers le bas en quantité égale. La croix de
Hall étant de 4µm de large, les domaines sont donc sub-micrométriques.

Ces résultats nous indiquent également que les symétries liées à un éventuel renversement
de l’aimantation par couple de transfert de spin (SOT) ne sont pas respectées. Lorsque
le système est préparé dans un état bas avec un champ magnétique positif appliqué dans
le plan et qu’un courant négatif est appliqué, un renversement partiel de l’aimantation à
lieu. Ceci nous pousse à croire que le courant de spin potentiellement créé par le 2DEG
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de l’InSb n’est pas à l’origine de ce renversement, et qu’un effet thermique en serait
plutôt la cause [233, 234].

Des mesures additionnelles de ce renversement, effectuées pour un champ magnétique
dans le plan µ0Hx = 0 T nous indiquent que cet effet est toujours présent, ce qui
tend à valider cette conclusion [Fig. 4.11(c) et (d)]. Néanmoins, pour comprendre plus
en détail ces résultats, il serait nécessaire d’effectuer un dépôt de plusieurs couches de
(Co/Ni)N avec N s’échelonnant de 3 à 6 comme pour l’étude complète réalisée dans le
chapitre 2. La possibilité de faire croître le (Co/Ni) sur l’As amorphe présente néanmoins
un certain avantage conséquent pour de futurs expériences et pour d’éventuelles appli-
cations, il est néanmoins difficile d’estimer la façon dont le courant de spin se propage à
travers l’As amorphe. Ainsi des experiences supplémentaires sont nécessaire à la parfaite
compréhension des phénomènes observés ici.

4.2.5 conclusions

Nous avons démontré dans cette partie la présence d’un 2DEG dans le système GaAs|InSb|As
amorphe„ à partir des oscillations SdH, ne semblant pas émaner d’un état topologique.
Nous avons néanmoins été capable de montrer qu’il était possible de faire croître des bi-
couches de (Co/Ni) à aimantation perpendiculaire au plan, ce qui constitue des résultats
encourageants pour de futures études.
Il apparait évident que le semi-conducteur InSb, pourvu d’une forte mobilité, d’un cou-
plage spin-orbite élevé et d’un 2DEG, ne semble pas le choix le plus judicieux pour ef-
fectuer des mesures de transport présentant des effets de même nature sur un matériau
placé au-dessus. Une des solutions alternatives est d’utiliser le CdTe, un isolant de bande
avec une bande interdite bien plus large, déjà employé dans des structures HgTe|CdTe.
Ce matériau est disponible comme substrat et offre une différence de paramètre de
maille de 0.14% avec la phase α de l’étain [235]. Differents groupes ont démontré qu’il
était possible de faire croître de l’α-Sn sur CdTe [100] [235–237] (dans le cas de puits
quantiques initialement utilisés pour des structures lasers).

4.3 Cas de l’α-Sn déposé sur substrat CdTe

Le tellurure de cadmium (CdTe) est un isolant pourvu d’une bande interdite de 1.44eV à
300K [238]. Cette particularité en fait un excellent candidat pour des applications dans
le photovoltaïque [239, 240]. Le paramètre de maille du CdTe [100] est de aCdTe = 6.48
Å [241] très voisine du paramètre de maille de l’InSb sur lequel il peut être déposé de
façon épitaxiale [242]. Il était donc assez naturelle d’essayer une croissance de la phase
α de l’étain sur du CdTe [100].
Cette partie traite, des résultats obtenus pour des échantillons d’α-Sn|CdTe. Nous allons
tout d’abord présenter les conditions de croissance avant de nous intéresser aux résultats
des mesures ARPES ainsi qu’aux mesures de magnéto-transport.
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(a) (b)

Figure 4.12: Mesure d’un échantillon d’α-Sn|CdTe. (a) Mesures Rheed, nous montrant
une figure de diffraction reflétant une bonne qualité de la surface. (b) Mesures LEED
nous permettant de visualiser l’espace réciproque du matériau. On remarque ici que le
signal semble très bruité et peu nette nécessitant un recuit.

4.3.1 Croissance
Les conditions de croissance de l’α-Sn sur CdTe semblent relativement novatrices pour
de faibles épaisseurs d’étain. Comme pour tout dépôt MBE, il s’agit tout d’abord de
préparer la surface du substrat. Nous avons utilisé différents types de substrats à savoir
un substrat de CdTe commercial, ainsi qu’un substrat sur lequel a été déposée une
épaisseur supplémentaire de CdTe par MBE afin de mieux contrôler la terminaison du
substrat.
De manière similaire au cas précédent, cette couche de CdTe subit différents recuits et
de gravures douces avant l’observation d’une mesure RHEED et LEED représentative
d’états de faible rugosité. Le dépôt d’α-Sn s’effectue ensuite directement, sans dépôt
préalable d’une couche de Bi comme c’est le cas pour l’InSb. Comme attendu, le suivi
des mesures RHEED et LEED nous montre que la croissance de l’α-Sn est réalisée dans
de meilleures conditions lorsqu’une couche de CdTe est déposée au dessus du substrat de
CdTe commercial. C’est pourquoi nous allons principalement nous intéresser aux effets
observés dans le cas d’un substrat homoépitaxié de CdTe|CdTe.
La procédure de dépôt de l’α-Sn|CdTe(|CdTe) par MBE est la suivante :

• Succession de recuits à 773 K et de gravure à l’ion Ar jusqu’à l’observation d’une
surface parfaitement reconstruite (à l’aide des mesures RHEED et LEED).

• Dépôt de l’étain à l’épaisseur voulue, suivi à l’aide des oscillations RHEED afin de
connaître le nombre de mono-couches et observation au LEED.
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• Recuit à 367 K pendant 45 minutes jusqu’à observer l’apparition au LEED et
RHEED d’une surface propre.

La Fig. 4.12 nous montre le résultat des mesures RHEED et LEED pour un échantillon
d’α-Sn|CdTe commercial. La difficulté à obtenir une mesure LEED propre, provient du
substrat isolant, rendant cette opération difficile. Cet effet peut provenir d’un dépôt
non épitaxial d’atomes de Sn, probablement sur quelques ML. Cette “rugosité” jouera
donc un rôle important dans les mesures ARPES présentées ci-dessous. Cette mesure
résulte du processus de collisions des photons avec les électrons situés sur la structure
de bande du matériau. Dans ce cas, le libre parcours moyen sera grandement affecté par
la structure cristallographique du matériau et va donc nettement réduire le signal.

4.3.2 Mesure ARPES

Nous avons ensuite effectué des mesures ARPES sur différents échantillons d’α-Sn dé-
posé sur CdTe dans des conditions parfaitement similaires aux cas présentés précédem-
ment. Le résultat d’une mesure pour une épaisseur de 48ML d’α-Sn est reportés sur la
Fig. 4.13(a). Comme les mesures LEED le laissent supposer, nous remarquons que le
signal est très peu intense. Il est possible, dès lors, d’effectuer une dérivée de l’intensité
en fonction de l’énergie, pour une valeur de kx donnée [229, 230] de la même manière
que dans le cas de l’InSb. Cette analyse par dérivée est reportée sur la Fig. 4.13(b).
Ainsi le cône de Dirac semble plus intense et le niveau de Fermi, initialement calculé sous
le point de Dirac, semble maintenant très proche de ce dernier où la partie noire visible
s’estompe grandement. Cette dernière nous permet de suivre la dispersion linéaire en
énergie des états observés fixés par le contour des droites noires.

En utilisant la méthode d’extraction du niveau de Fermi précédente et grâce à l’Eq. 3.20,
nous remarquons que le niveau de Fermi se positionne toujours sous le point de Dirac
pour les différentes épaisseurs. Une telle différence par rapport aux mesures précédentes
nous informe que le substrat et les conditions de croissance de l’α-Sn ont une influ-
ence significative sur la position du niveau de Fermi. Notons qu’en contact direct avec
l’interface une courbure de bande est naturellement attendue. Cependant il est curieux
de constater que l’interface avec le vide change substantiellement, à plusieurs nm de dis-
tance de l’interface du bas et indépendamment de cette distance. Un dopage chimique
(p. ex. diffusion de Te dans Sn) est une possibilité à envisager. Nous avons également
réalisé, pendant ce même run, des échantillons d’α-Sn sur InSb nous permettant de
vérifier nos précédents résultats. Ceci nous permet d’affirmer que le CdTe est bien la
cause de cette modification, et qu’il ne peut provenir d’une éventuelle pollution d’un
élément dans la chambre de dépôt ou de la qualité de la cellule d’étain. L’ensemble de
ces mesures est reporté sur la Fig. 4.13(c). La rugosité des couches d’α-Sn déposée
sur CdTe, aussi mesurée par AFM, pourrait jouer un rôle dans la position du niveau de
Fermi. En tous cas, elle rend les mesures ARPES plus difficiles à analyser.
À l’aide des mesures XPS, reportées sur la Fig. 4.14(b) pour l’α-Sn et (a) pour l’Al
et l’AlOx, nous sommes toujours capables de montrer que l’Al protège efficacement de
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(c)

Figure 4.13: Mesure ARPES d’un échantillon d’α-Sn déposé sur CdTe.(a) Mesure
ARPES en fonction de Eb et kx.(b) Dérivée de la mesure ARPES effectuée, nous perme-
ttant une meilleure visualisation du cône de Dirac. La partie noire représente les états
occupés. (c) Représentation de la différence entre le niveau de Fermi Eb

F et la position
du point de Dirac EDP b en fonction de l’épaisseur d’α-Sn. Les ronds bleu représente les
résultats précédents lors de l’utilisation d’un subsrat d’InSb de 120nm. Les croix bleues
représentent les résultats lors de l’utilisation d’un substrat d’InSb d’épaisseur 100nm. Les
croix violettes représentent les résultats obtenus pour un dépôt d’α-Sn sur un substrat
CdTe|CdTe. On remarque ainsi que la position du niveau de Fermi se situe toujours sous
le point de Dirac.

l’oxydation notre surface d’Sn. Nous présentons désormais les mesures de transport
réalisées sur ces échantilons.
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(a) (b)

Figure 4.14: Mesures XPS pour un échantillon d’Al|α-Sn|CdTe|CdTe et AlOx|α-
Sn|CdTe|CdTe. (a) Mesure des pics d’aluminium 2p. On remarque, comme précédem-
ment, un décalage du pics lors de l’oxydation de la monocouche d’Al. (b) Avant et après
oxydation, le pic du Sn 3d (5/2 et 3/2) n’est pas modifié, signifiant donc qu’aucune
oxydation n’est détectable.
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4.3.3 Mesures de transport

Les mesures de transport ont été réalisées en deux étapes distinctes. Les substrats de
CdTe étant relativement fragiles, il convenait de prendre toutes les précautions néces-
saires pour y effectuer les étapes de lithographie. Nous avons choisi de lithographier un
échantillon sous la forme d’une croix de Hall et de mesurer ses propriétés de conduction
via des mesures en 4 points. La prise de contact à également été difficile. Ainsi un
dépôt de Ti/Au faisant office d’électrode ne pouvait s’accrocher facilement au matériau.
Nous avons donc fait le choix d’utiliser des gouttes de laque d’argent sur les bords de
nos échantillons ou des croix de Hall.

Lors de la descente en température, sur l’ensemble des échantillons testés il était fréquent
de perdre un des contacts de mesure. Ainsi les résultats n’ont été obtenus que sur un seul
et unique échantillon : Al2O3|α-Sn(24 ML)|CdTe|CdTe (assigné à l’abréviation SCDTE).
Ces résultats, obtenus à une température T = 5.5K sont reportés sur la Fig. 4.15.
Ces mesures semblent différentes des précédents résultats obtenus sur un substrat d’InSb|GaAs.
On remarque une magnéto-résistance beaucoup plus faible en géométrie hors du plan.
Aucune oscillation SdH n’est observée. Enfin, la mesure de la résistance transverse Rxy

donne une conduction associée à des porteurs de type-p, résultat attendu dans le cas de
l’α-Sn encapsulé Al, avec une densité de porteurs n = −6.34 1013 cm−2. Cette densité
de porteurs de type-p correspond à celle précédemment déduite pour la bande de volume
de l’α-Sn déposé sur InSb dans le cas d’un modèle à 3 bandes (nBulk,α−Sn = −5 1013

cm−2). Néanmoins, aucune signature de la présence d’état topologique n’a pu être mis
en évidence par le biais de mesures de magnéto-transport.
L’ensemble des résultats obtenus pour l’α-Sn déposé sur CdTe ne nous permet pas de
conclure simplement. Les mesures ARPES nous ont indiqué que des états topologiques
semblaient apparaître. Cependant, aucun résultat de mesure de transport ne nous per-
met de conclure sur la nature topologique de ce matériau. Par contre, l’absence d’états
de type-n dans les mesures d’effet Hall, attribués aux substrat dans le cas des croissances
sur InSb, confirment l’intérêt d’utiliser des substrats de CdTe pour le magnéto-transport.
Cependant, afin de poursuivre cette étude, il est nécessaire d’améliorer la technique de
dépôt de Sn sur CdTe. Ces travaux sont en cours.

4.4 Conclusions

La mesure d’une signature de la présence d’états topologiques est au cœur de ces travaux
de thèse. Dans ce chapitre, nous avons utilisé différentes techniques de caractérisa-
tions pour comprendre plus en détail les propriétés électroniques de l’α-Sn|InSb|GaAs
provenant de la chambre MBE de SPINTEC ainsi que notre substrat d’InSb. Nous
avons observés que les propriétés de conduction étaient différentes dans le cas où l’α-
Sn déposé provenait de la chambre MBE du synchrotron Soleil. L’explication la plus
probable provenant d’un éventuel dopage chimique provenant d’une pollution de l’une
des chambre MBE. Cet effet peut être à l’origine de l’apparition de “défauts” dans le
matériau, pouvant modifié les effets de conduction.
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Figure 4.15: Mesure pour SCDTE de la résistance longitudinale Rxx et transverse Rxy

en fonction du champ magnétique µ0Hz appliqué à une température de T = 5K.

A partir des résultats de l’α-Sn déposé sur un substrat d’InSb|GaAs, nous avons mis
en évidence une signature de conduction de ce type. L’étude approfondie de l’InSb
nous indique qu’aucun état de surface n’est visible par les mesures ARPES mais qu’il
existe néanmoins un état bi-dimensionnel lorsque l’InSb est couvert d’As amorphe. Pour
comprendre l’apparition de cet état il serait nécessaire d’effectuer des études de pompage
de spin par exemple, ou des calculs ab-initio plus approfondis. Il convient néanmoins de
préciser que les effets observés sur l’InSb|GaAs ne correspondent pas aux effets mesurés
lorsque l’α-Sn est déposé dessus : La valeur de la fréquence des oscillations SdH est
différente tout comme la constatce γ déduite de ces oscillations. Les mesures d’effet Hall
sont également différentes avec, dans un cas, la présence nette d’un état de conduction
de type-p et dans l’autre une pente plus prononcée, révélant très probablement un canal
de conduction supplémentaire. Néanmoins le résultats de ces mesures nous a motivé à
effectuer des recherches supplémentaires afin de trouver un substrat isolant permettant
de faire croître dans de bonnes conditions la phase α de l’étain.
Nous avons été capable de déposer sur un substrat de CdTe, de l’étain dans sa phase
α et d’observer ce qui semble être un état de surface topologique. Néanmoins aucune
signature particulière n’a été observée lorsqu’un fort champ magnétique est appliqué
perpendiculaire au plan de la croix de Hall. L’explication la plus probable provenant des
défauts de croissance de l’α-Sn sur CdTe. Il conviendrait d’effectuer des échantillons
supplémentaires pour améliorer la qualité de la surface de l’échantillon afin d’améliorer
le signal ARPES ainsi que de favoriser les mesures de magnéto-transport. La maîtrise
de la croissance de l’α-Sn sur CdTe est certainement une étape critique importante
pour tester les propriétés de conversion du courant de charge en courant de spin par
magnéto-transport.
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Afin de dissiper toute incertitude quant aux mesures, le dépôt d’α-Sn sur CdTe représente
certainement une option intéressante pour l’étude de cet isolant topologique et de-
vrait permettre de profiter pleinement de l’ensemble des propriétés topologiques de ce
matériau, une fois que la croissance de α-Sn sera mieux maitrisée sur CdTe.



Chapter 5

Magnétorésistance bi-linéaire

Ce chapitre expose une possibilité nouvelle et émergente de détection d’états pourvus
d’un contour de Fermi sur lequel la structure de spin électronique participant au transport
est verrouillée au moment par le couplage spin-orbite fort, typiquement dans des systèmes
Rashba et d’isolants topologiques. Il s’agit de mesures de magnétorésistance avec un
champ magnétique appliqué dans le plan de l’échantillon, faisant apparaître des termes
quadratiques et unidirectionnel en fonction de l’angle du champ par rapport au courant
appliqué. Nous présenterons un bref état de l’art de ces nouveaux effets apparus pour
partie au cours de ce travail de thèse puis nous discuterons les résultats obtenus dans le
cas de α-Sn et de l’InSb.

5.1 Introduction - état de l’art
L’une des difficultés principales des isolants topologiques ou des états Rashba, est de
mettre en avant leur texture de spin particulière. L’un des outils à notre disposition
pour sonder cette dernière est d’utiliser un champ magnétique extérieur. Lorsqu’un
champ magnétique µ0H est appliqué au système, l’hamiltonien d’un état topologique
devient [243, 244] :

HTI = ~vF (k ∧ σ) · z + gµBB · σ (5.1)

avec g le facteur de Landé et B = (Bx, By, Bz) le champ magnétique dans le système.
Lorsque la direction du champ magnétique est appliquée hors du plan de l’échantillon
(x, y), tel que B = (0, 0, Bz), les états propres associés à cet hamiltonien s’écrivent :

ε = ±
√

(~vFk)2 + (gµBBz)2 (5.2)

en supposant que le champ magnétique Bz est suffisament élevé pour que :

gµBBz > ~vFk (5.3)

il est possible d’écrire l’énergie sous la forme :

ε = ±gµbBz ±
~2k2

2m?
(5.4)
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avec m? =
gµbBz

v2
F

. Ce terme supplémentaire induit l’ouverture d’une bande d’énergie

interdite de largeur gµBBz et, par conséquent, entraine la disparition du point de Dirac
pour une valeur de champ magnétique suffisamment élevée BTI . A partir de l’Eq. 5.3 il
est possible de définir BTI tel que :

BTI =
~vF
gµB

kf (5.5)

Ce champ magnétique dépend du facteur de Landé g ainsi que des propriétés intrinsèque
du matériau (vF et kf ). L’ouverture d’une bande d’énergie devant apparaitre directe-
ment dans les mesures de transport par une brusque augmentation de la résistance, ceci
démontrerait facilement que nous sommes en présence d’un état topologique. Ainsi,
dans le cas classique où g = 2 et pour les paramètres vF = 5 105 m/s et kF = 0.18
nm−1 provenant des résultats obtenus dans le cas de l’α-Sn au chapitre 3, on trouve
BTI > 511 T. Cette valeur de champ magnétique élevée ne permet pas de mesurer sim-
plement la présence (ou non) d’un état topologique ou Rashba. De même, la nécessité
de connaître le facteur de Landé g du matériau considéré rend les prédictions difficiles.
Dans le cas où le champ (B = (Bx, By, 0)) est appliqué dans le plan de l’échantillon,
l’énergie prend la forme :

ε = ±
√

(~vFkx + gµBBx)2 + (~vFky + gµBBy)2 (5.6)

Ce qui ne correspond qu’à un déplacement du contour de Fermi (et plus largement de
la dispersion linéaire) dans le plan l’espace réciproque (kx, ky), laissant donc le cône de
Dirac théoriquement inchangé.
Néanmoins est apparu récemment dans la littérature, l’observation de MR particulière
lorsqu’un champ magnétique est appliqué dans le plan d’un matériau isolant topologique
tel que le BiSbTe [245] et plus récemment, l’observation d’effets identiques dans le
Bi2Se3 [246] ou le SrTiO3 [247]. Ces effets apparaissent lorsqu’un champ magnétique
est appliqué dans le plan de l’échantillon suivant une certaine direction. Le principe
de ces mesures consiste donc en une rotation d’un champ magnétique dans le plan
suivant un angle θ tout en mesurant la résistance longitudinale Rxx. On observe alors
une magnéto-résistance de type AMR, présentant des variations en cos2(θ). De cette
mesure, il est également possible de déduire des variations en cos(θ) appelées magnéto-
résistance unidirectionnelle où UMR.
L’évolution des effets d’UMR suivent linéairement la valeur du courant et du champ
magnétique appliqué au système. On donne donc également à cette MR, l’appellation
bi-linéaire. Différentes explications ont été proposées pour être à l’origine de ces effets
tel que la structure cristallographique hexagonale des systèmes étudies [246, 248]. Dans
ces travaux, un terme en k3 apparait dans les états propres de l’hamiltonien, ce terme
étant sensible à la direction du champ magnétique dans le plan, leur conclusion est que
ces effets sont à l’origine d’une telle mesure.
De manière plus générale, Tokura et Nagaosa [249] ont discuté des possibilités d’obtenir
ce type d’effets en particulier dans le cas d’une réponse non linéaire du système. Des
effets provenant du champ magnétique appliqué dans le plan directement sur le contour
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de Fermi et de sa texture de spin particulière seraient donc responsable de l’UMR. Ce type
d’effet à notamment été observé dans des structures à base de Bi torsadé [250]. Dans
leurs travaux, Nagaosa et Tokura discutent également des effets d’un champ magnétique
sur l’orientation du spin le long du contour de Fermi dans le cas d’un isolant topologique.
Suivant la direction de ce champ magnétique appliqué dans le plan, une modulation des
effets de rétro-diffusion due au spin apparait.
Pour finir on peut signaler que Roschewsky et al. [251] ont attiré l’attention sur la
possibilité d’une origine thermique pour la partie bi-linéaire, attribuée à l’effet Nernst
pouvant naître lorsqu’une différence de température significative est observée entre les
prises de contact sur l’échantillon.
Nous allons à présent discuter des effets observés dans le cas de cette thèse pour l’α-Sn
et l’InSb. Nous présenterons et appliquerons dans ce cas le modèle relativement simple
développé pour prendre en compte ces effets, que nous avons développé en partenariat
avec l’équipe de SPINTEC dans le cas d’état Rashba dans le système Ge [252].

5.2 Mesures magnéto-résistives

5.2.1 Cas de l’α-Sn|InSb|GaAs
Les mesures ont été effectuées sur les échantillons d’α-Sn|InSb|GaAs provenant du syn-
chrotron Soleil (CASS) et étudié dans le chapitre 3. La largeur typique w des croix de
Hall est de 200µm. La tension mesurée U correspond à la tension longitudinale, acquise

en mesures 4 points, le courant injecté I peut être relié à la densité de courant j =
I
w

est
associé à un signe positif dans la direction x et négatif selon −x. La résistance mesurée

R± est donc écrite sous la forme R± =
U

±I
. Ces mesures sont effectuées pour un champ

magnétique µ0H appliqué dans le plan (x, y) tel que H = (Hx, Hy, 0). L’angle θ a été
choisi tel que µ0H(θ = 0) ⊥ j et µ0H(θ = π/2) ‖ j. Pour ces mesures, l’échantillon
a été refroidi à une température T = 12 K. Le principe de mesure est reporté sur la
Fig. 5.1(a).
Le résultat obtenu de R−Rθ=0 (normalisé par rapport à la résistance à θ = 0), pour une
rotation du champ dans le plan de 360 degrés, pour j et −j est représenté en Fig. 5.1(b)
dans le cas où |j| = 10 A·m−1. Cette figure nous montre des variations de type AMR
ou quadratiques, discutés dans la section précédente mais également une différence pour
une direction opposée de la densité de courant. Cet écart est maximal lorsque θ = 180
degrés, soit lorsque le champ magnétique µ0H se trouve perpendiculaire à j. À partir
de ces mesures, il est possible de s’intéresser aux variations de type AMR en moyennant
ces deux courbes selon :

∆+R =
R(j+) +R(j−)

2
(5.7)

La magnétorésistance unidirectionnelle peut quant à elle être extraite à l’aide de :

∆−R =
R(j+)−R(j−)

2
(5.8)
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Figure 5.1: (a) Représentation schématique du principe de mesure de la tension U en
fonction de la densité de courant j en fonction de l’angle du champ magnétique µ0H
appliqué dans le plan (x, y) de l’échantillon. Ici θ = 0 degrés correspond à µ0H ⊥ j et
θ = 90 degrés correspond à µ0H ‖ j. (b) Mesure sur CASS de la résistance R = R±
obtenue dans le plan de l’échantillon, normalisée à partir de sa valeur pour µ0H = 0.
On remarque une différence pour ces résistances pour j+ et j−, maximale pour θ = 180
degrés. (c) Résultat obtenus pour ∆+R, résistance quadratique et (d) résultat obtenu
pour ∆−R, résistance unidirectionnelle.

Ces variations quadratiques et unidirectionnelles sont données sur la Fig 5.1(c) et (d).
L’amplitude de l’effet unidirectionnel peut finalement être déduite par :

Auni = ∆−R(θ = 0)−∆−R(θ = π) (5.9)

En utilisant l’Eq. 5.9 et pour différentes valeurs de champ magnétiques et de densités
de courant, on obtient les résultats reportés sur la Fig. 5.2.

Cette figure nous indique des variations linéaires de Auni en fonction de la norme du
champ magnétique µ0H appliqué dans le plan ainsi que de la densité de courant |j| = j
dans l’échantillon. Avant de discuter de l’origine de ces effets, il est néanmoins néces-
saire de s’interroger sur les effets du substrat d’InSb. Ce dernier participant au magnéto-
transport, il n’est, a priori, pas impossible que l’InSb seul présente des propriétés iden-
tiques.
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Figure 5.2: Résultats obtenus sur CASS pour les variations de Auni en fonction (a) de
la densité de courant j et (b) de la valeur du champ magnétique µ0H dans le plan.

5.2.2 Cas de l’InSb

Nous avons réitéré ce type d’expériences avec les échantillons d’As|InSb(120nm)|GaAs
(INSA120). D’une part, ces mesures peuvent nous permettre de comprendre les obser-
vations pour l’α-Sn mais également de comprendre la nature du 2DEG observé par les
mesures de magnéto-transport (chapitre 4) et plus particulièrement s’il est texturé en
spin ou non. Les conditions de mesures sont identiques au cas précédent, la largeur de
la croix de Hall est maintenant de w = 150µm.
Le résultat est directement mis sous la formule unidirectionnelle en utilisant l’Eq. 5.8
et représenté sur la Fig. 5.3(a) pour différentes valeurs de densité de courant j et sur
la Fig. 5.3(b) pour différentes valeurs de champ magnétique dans le plan µ0H. Il est
également à noter l’apparition d’un effet de type AMR, tout comme dans le cas précédent
de l’α-Sn.
Nous remarquons également des variations linéaires comme représentées sur la Fig. 5.3(c)
et (d) en fonction de j et de µ0H. Ces variations sont néanmoins différentes au cas de
l’α-Sn. En effet, le signe de Auni est modifié et les variations observées apparaissent plus
élevées. Ces résultats sont voisins de ceux observés pour le gaz Rashba du Ge(111) [252].
La dépendance linéaire de Auni en j et en µ0H tend à démontrer la présence d’un gaz
2D pourvu d’une texture de spin, similaire au Ge(111), c’est à dire d’un gaz Rashba.

À partir de ces résultats, il est à noter que la différence de signe observée entre l’α-
Sn et l’InSb (pour des conditions expérimentales identiques) nous porte à croire que le
résultat des mesures effectuées dans le cas de l’α-Sn ne proviennent pas seulement de
l’InSb. Il est donc possible de supposer que l’état Rashba de l’InSb disparait lorsque
l’α-Sn est déposé sur sa surface supérieure. Il est également possible de supposer que
ce gaz n’apparait que lorsqu’un dépot d’As amorphe est présent. Pour différencier les
effets provenant du buffer d’InSb dans le cas de l’α-Sn, il est nécessaire de se passer de
ce dernier, et donc, d’étudier le cas de l’α-Sn déposé sur CdTe.



130 Section 5.2 : Mesures magnéto-résistives

(a) (b)

(c) (d)

Δ "
𝑅
(Ω
/s
q)

Δ "
𝑅
(Ω
/s
q)

Theta (degrés) Theta (degrés)

j (A.𝑚"+)

𝐴 -
./
(Ω
/s
q)

𝐴 -
./
(Ω
/s
q)𝝁𝟎𝑯 = 𝟎. 𝟔𝟓 𝐓

𝜇9𝐻 (T)

𝒋 = 𝟔. 𝟔𝟕 𝐀.𝐦"𝟏

-1.5

-1.0

-0.5

0.0

0.0

Figure 5.3: Variations de la partie unidirectionnelle de la résistance de INSA120 en fonc-
tion de l’angle θ du champ magnétique µ0H dans le plan pour (a) différentes valeurs
de densité de courant j et (b) de la valeur du champ magnétique µ0H. (c) et (d)
représentant l’évolution de Auni pour différentes valeurs de j et de µ0H.

5.2.3 Cas de l’α-Sn sur substrat CdTe

Nous faisons ici l’étude sur l’échantillon SCDTE, précédemment étudié par mesures
ARPES. La présence d’états topologiques étant encore sujet à discussion, ce type de
mesures peut nous apporter des réponses puisque la contribution du substrat est com-
plétement négligeable et seul α-Sn est mesuré. Nous avons choisi une croix de Hall de
largeur w = 200µm.
Les mesures préliminaires n’indiquent aucune variation quadratique [Fig. 5.4(a)]. En
s’intéressant à présent à la partie unidirectionnelle de la mesure, nous observons une
variation significative en fonction de l’angle θ du champ magnétique µ0H appliquée.
Ces variations évoluent en fonction de la densité de courant appliqué, comme représenté
sur la Fig. 5.4(b), mais sont trop bruitées pour être pour pouvoir correctement éval-
uer la dépendance en champ et courant. La différence entre deux mesures effectuées
pour un courant de 100µA démontrent clairement que l’incertitude est forte. Ce prob-
lème survient de la difficulté de la prise de contacts sur l’échantillon. En effet, comme
nous l’avons abordé dans le chapitre précédent, il est difficile d’obtenir des contacts de
bonne qualité sur l’α-Sn déposé sur CdTe et le bruit associé à ces contacts se révèle
extrêmement important dans ces conditions. Les variations observées tendent néanmoins
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Figure 5.4: Résultats de la mesure obtenue pour SCDTE. (a) Partie quadratique du
signal, en fonction de l’angle θ du champ magnétique µ0H appliqué dans le plan de
l’échantillon, pour différentes valeurs de courant et (b) variations de la partie unidirec-
tionnelle en fonction de θ pour différents I.

à corroborer les résultats précédents. De même, le signe de ces variations est identique
au cas de l’α-Sn sur InSb.

Il est donc difficile de conclure quant à la nature de l’α-Sn déposé sur substrat CdTe. Les
mesures de magnétorésistances étant trop bruitées pour être significatives. Néanmoins,
les résultats préliminaires semblent nous montrer que l’α-Sn présente des propriétés de
conductions d’un système possédant une texture de spin et donc un état topologique. Il
est cependant prématuré d’établir une conclusion définitive. De plus il n’est pas possible
à ce stade d’éliminer un effet bi-linéaire résultant d’un d’effet de température (Effet
Nerst). Une étude systématique devra être menée et nécessite comme nous l’avons déjà
mentionné un travail préalable de croissance et caractérisation de α-Sn sur CdTe.

5.3 Discussion

Afin de commencer la discussion concernant nos résultats, il est nécessaire de préciser
que, même s’ils ne sont pas entièrement compris, nos mesures prouvent qu’une magné-
torésistance bi-linéaire peut être obtenue même dans une structure de symétrie 4 (non
hexagonale). L’extension en ~k3 de l’hamiltonien Rashba/TI n’est donc pas une condition
nécessaire.De la même manière dans le cas du Ge, une mesure des effets bi-linéaires dans
plusieurs directions de l’espace réel n’ont donné aucun changement significatif.
L’origine thermique peut également être discutée en considérant l’effet Nernst. Ce dernier
contribue à la mesure de résistance comme ∆−R

Nernst = Z∆−R [253] avec Z le rapport
de forme, rapport entre la longueur et la largeur de la croix de Hall. Dans le cas de
l’étude sur le Ge par exemple, Z = 4. Pour négliger cet effet, il est possible d’étudier les
variations de ∆−RUMR = ∆−R−Z∆−R pour différents rapports de forme Z. Dans le
cas du Ge, cette étude montre qu’à la température de mesure T = 15 K cet effet est
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Figure 5.5: Résultat des différentes mesures de variations bi-linéaires effectuées sur deux
échantillons d’α-Sn|InSb d’épaisseur différente en fonction de la densité de courant j
appliqué pour un champ magnétique µ0H = 0.65 T appliqué dans le plan. On ne
remarque aucun changement significatif pour ces deux épaisseurs différentes (t = 6.55
nm et t = 5.3 nm).

négligeable mais prédominant à température ambiante.
Dans le cas de l’α-Sn, de telles études n’ont pas pu être effectuées, on remarque néan-
moins qu’aucun changement significatif n’est observé dans l’amplitude des variations
bilinéaires pour deux couches d’α-Sn différentes, comme représenté sur la Fig 5.5. Ces
deux échantillons ont été litographiés sur une croix de largeur différente, pourvue donc
d’un facteur de forme différent. Dans un cas la largeur de la croix de Hall est de 200
µm et dans l’autre de 50 µm pour respectivement 6.55 nm et 5.3 nm d’épaisseur d’α-Sn
déposé sur buffer d’InSb (120nm). Ceci tend à prouver qu’un effet thermique n’est pas
prédominant dans ces effets.
Pour expliquer l’origine de cet effet unidirectionnel (ou bilinéaire), il est nécessaire de
considérer l’Hamiltonien de l’Eq. 5.1, pour simplifier les comparaison entre la théorie
et l’expérience, on suppose µr = 1, d’où B = µ0H. Lorsqu’un courant de charge
2D j est appliqué à l’état topologique, dans le formalisme de Boltzmann, le vecteur k
acquiert une composante supplémentaire ∆k = βj avec β = 4π/(evFkf ) [252]. En plus
de l’effet Edelstein produit par cet effet, cette composante supplémentaire introduit un
terme d’énergie hors équilibre qui, à partir de l’Eq. 5.1, est égal à ~vf (∆k ∧ σ) · z =
~vFβ(z∧ j) ·σ et agit sur les spins comme un pseudovecteur champ magnétique effectif
BE = (~vFβ/gµB)z ∧ j. En ajoutant maintenant la présence d’un champ magnétique
extérieur B, le spin associé aux états de surface est soumis à un champ total BTot =
B + BE, BE pouvant accroître ou diminuer le champ total effectif suivant la direction
entre le champ magnétique B et le courant j appliqué. L’origine de l’effet bilinéaire se
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Figure 5.6: Résultat des mesures de variations de l’amplitude de la partie quadratique
∆Rquadra en fonction (a) de la densité de courant j et (b) du champ magnétique µ0H
appliqué.

trouve justement dans l’interaction de BTot avec le spin. Dans le cas d’un courant fini
j, il est possible d’extraire le terme bilinéaire du terme quadratique évoluant en B2 en
ajoutant le terme BE en plus de B. Le terme quadratique peut donc s’écrire comme :

(∆R/R)quadra = −AquadraB2 sin2(θ) (5.10)

avec Aquadra ' 0.002 T−2 pour l’α-Sn à partir de la Fig. 5.1(c) où B = 0.65T et
R = 487.6Ω. En utilisant By = B cos(θ), il est possible d’écrire l’Eq. 5.10 tel que :

(∆R/R)quadra = AquadraB
2
y − AquadraB2 (5.11)

En ajoutant maintenant à By, l’effet du champ effectif BEy = ~vFβj/gµB le terme de
premier ordre en j donne :

∆R/R = −AquadraB2 sin2(θ) + 2Aquadra
~vFβ
gµB

jB cos(θ) +O(j2) (5.12)

où le second terme, linéaire en B et en j correspond à l’UMR. De même et en plus de ces
résultats, on retrouve pour la partie quadratique, une évolution de ∆Rquadra constante
en j [Fig. 5.6.(b)] et en B2 [Fig. 5.6.(b)].
L’origine de cet effet quadratique en fonction de la position du champ dans le plan,
évoluant en sin2(θ), reste mystérieux et implique dans la plupart des explications des
mécanismes de diffusion dépendante du spin, très sensible à l’orientation du champ
magnétique appliqué dans le plan [245]. Il est a noter que ces effets évoluent de façon
quadratique en fonction du champ magnétique appliqué et restent constant en fonction
de la densité de courant. Néanmoins, dans le cas des développements théoriques de
Dyrdal et al. [254], aucun effet quadratique n’est attendu dans ce modèle et seul le
terme bi-linéaire intervient. Les expériences (α-Sn, InSb et Ge) montrent tout de même
qu’il existe une telle variation ce qui pousse à conclure qu’il manque toujours un ingré-
dient au modèle théorique, afin de parfaitement expliquer ces résultats. Nous suggérons
différentes origines possibles à cet effet :
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• Comme nous l’avons démontré dans le chapitre 3, une large bande de volume par-
ticipe à la conduction des états topologiques. Dans ces conditions, l’Hamiltonien
décrit par l’eq. 5.1 nécessite un terme supplémentaire faisant intervenir la masse de
cette bande. De même, il n’est pas à négliger une contribution venant du substrat
d’InSb, les variations quadratiques étant également observées dans ce cas.

• Il est également nécessaire de comprendre cet effet en terme d’impuretés dans le
système. Un potentiel supplémentaire apparait dans la description des phénomènes
à l’origine de ces effets (discutés en ref. [254]).

• Enfin, il est également possible d’inclure un changement de la densité d’état du
système lorsque le contour de Fermi subit un déplacement dans l’espace réciproque
sous l’effet conjoint du champ magnétique et du courant appliqué.

Ces différents points nécessitent donc d’approfondir le modèle théorique actuel pour
le cas des isolants topologiques [254] ou d’être capable de ne mesurer que les états
de surface en passant, par exemple, sur un substrat CdTe tout en étant capable de
modifier le niveau de Fermi pour éviter une bande de volume. Comme cela à pu être
le cas récemment dans le cas d’un état Rashba [255], démontrant des variations de
l’UMR en fonction de la tension de grille appliquée, et donc de la position du niveau de
Fermi dans ce gaz. Ces mesures démontrent néanmoins, par ces variations bi-linéaires
et quadratiques (conjointes), que nous sommes en présence d’effets de rétro-diffusion
dépendant de la texture de spin du matériau. Il s’agit également d’une manière simple
de mesurer certaines caractéristiques de la texture en spin d’un matériau.

5.4 Conclusions

En conclusion de cette partie, nous avons été capables de démontrer qu’il existait un
lien entre la magnétorésistance dans le plan et la texture de spin d’un matériau. Des
mesures identiques effectuées sur les échantillons provenant de la chambre de croissance
de SPINTEC ont montré des résultats similaires. Ce résultat supplémentaire tend à nous
indiquer qu’un état topologique est bien à l’origine des mesures de magnéto-transport
effectuées dans le chapitre 4. Il est important de noter ici que le signe de l’UMR n’est
pas modifié dans le cas de l’α-Sn provenant de la chambre de croissance du synchrotron
où de SPINTEC malgrè une densité de porteurs supposée de type différents. La modifi-
cation du signe de l’UMR entre un état Rashba et topologique pouvant potentiellement
trouver son origine dans l’origine bien différentes de ces deux états particuliers.

Le cas du substrat d’As|InSb|GaAs nous démontre également qu’une texture en spin
particulière est présente sur ce matériau. De même, les variations observées dans ces
conditions sont en accord avec celles provenant d’une surface de Ge(111) [252], bien
connue pour la présence d’un état Rashba [256, 257]. Néanmoins, une tentative de
variation de cet effet en fonction de la tension de grille n’a pas été fructueuse. En effet,
le dépôt d’une couche d’Al2O3 par PLD, a modifié le niveau de Fermi de l’InSb. Ainsi,
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la variation de la tension mesurée en fonction du courant dérive trop rapidement de
sa partie linéaire, devenant même asymétrique pour des densités de courant élevées. Il
devient donc difficile d’observer des effets découlant justement d’une différence entre j
et −j.

Les variations observées dans le cas de l’α-Sn sur CdTe sont en accord avec les prédictions
théoriques : la partie quadratique n’apparait pas dans les mesures, la partie unidirec-
tionnelle quant à elle, émerge assez largement. Il est néanmoins difficile de quantifier
cette valeur à cause du bruit sur la mesure, beaucoup trop élevé dans les conditions de
mesure. Il conviendrait donc d’utiliser une méthode différente de mesure afin de parfaire
nos observations.

Finalement, les travaux exposés dans ce chapitre permettent de démontrer qu’il existe
une méthode simple, par des mesures de magnéto-transport dans des conditions de
température et de préparation facilement accessibles, de mettre en évidence certaines
caractéristiques de la texture en spin d’un matériau. Ce type de mesure peut très bien
être utilisée pour corroborer des résultats de mise en évidence d’états de surfaces. Cette
méthode peut également être utilisée pour sonder la texture en spin dans le cas de
matériaux ferromagnétiques [253, 258, 259].





Conclusions

Cette thèse porte sur l’étude des états de surface d’isolant topologique en vue de leur
intégration dans des dispositifs d’électronique de spin. Le but étant de tester l’efficacité
de renversement d’une couche ferromagnétique en utilisant les courants de spin générés
par ces états. Des premiers résultats extraits de la littérature, nous pouvons espérer
réduire le courant critique nécessaire au renversement d’aimantation par rapport à celui
obtenu avec des matériaux SHE tel que le Pt. Pour réaliser ces expériences et tester
sans ambiguïté le rôle des états de surface nous avons au cours de ce travail de thèse
identifié un certain nombre de difficultés qu’il faudra surmonter pour poursuivre.

Nous nous sommes dans un premier temps intéressés au système Pt/(CoNi)N dont
l’anisotropie magnétique de surface favorise une aimantation perpendiculaire au plan des
couches à la rémanence. Le courant de spin et les torques issus de ce courant sont dans
ce cas dû à l’Effet Hall de Spin. Nous avons pu montrer qu’il était possible de renverser
l’aimantation par SOT pour des répétitions de l’empilement Co(0.2nm)/Ni(0.6nm) com-
prises entre 3 et 6. Les densités de courant nécessaire pour renverser l’aimantation sont
de l’ordre de quelques 1011 A/m2 et constitue notre valeur de référence pour les études
à venir avec les états de surface. L’étude détaillée de l’Effet Hall anormal (AHE) dans
ce type de structure, et en particulier l’inversion de signe de l’effet Hall anormal suivant
la nature du matériau SHE, a permis de mettre en lumière le rôle de l’interface. Une
explication basée sur la distribution des courants de spin type CIP de part et d’autre de
l’interface en présence d’effet Hall de spin a permis d’interpréter l’ensemble des résul-
tats. À plus long terme, cette étude devrait être étendue tant du point de vue théorique
qu’expérimentale au cas des états de surface Rashba ou TI.

La première étape nécessite cependant de maîtriser les interfaces 2D/matériaux ferro-
magnétiques qui fait l’objet d’une grosse partie de ce travail de thèse. Dans ce cadre,
nous avons poursuivi l’étude de Rojas-Sanchez et al., effectuée sur l’α-Sn avant que ne
débute cette thèse. La conversion du courant de spin en courant de charge ayant donné
des efficacités record (λIEE=2nm); l’objectif de ma thèse se base sur l’effet inverse et
ambitionnait de tester le renversement de la direction de l’aimantation d’un matériau
ferromagnétique à l’aide du courant de spin créé par application d’un courant de charge
dans l’α-Sn. À cette fin, il a fallu développer la croissance sur de nouveaux substrats
GaAs/InSb('100nm) et démontrer la présence de cet état topologique sur une couche
mince d’InSb au lieu d’un substrat complet. L’InSb présente des propriétés de con-
duction d’un semi-conducteur petit gap et court-circuite le courant de charge appliqué.
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La première partie de cette étude correspond à des mesures ARPES qui ont permis de
démontrer l’existence d’états de surface avec une dispersion linéaire sur ces nouveaux
substrats. Nous avons également démontré qu’il était possible de moduler la position
du niveau de Fermi par rapport au point de Dirac, et donc les propriétés de conduc-
tion de l’isolant topologique, passant d’un état de type-n sur la surface libre à un état
de type-p avec un recouvrement d’Al ou d’Al2O3. Nous avons ensuite étudié, par des
mesures de magnéto-transport effectuées à une température de T = 5 K, les propriétés
de conduction d’un état topologique. A l’aide d’oscillations Shubnikov-de Haas et de
l’effet Hall, nous avons été capables de démontrer les signatures particulières, attendues
dans le cas d’un isolant topologique. Ces mesures, nécessaires à la compréhension de
notre matériau, permettent de mettre en place un protocole efficace de détection d’états
de surface dans les matériaux. L’issue importante de ces travaux est de trouver des
matériaux capables de protéger la surface et les états de surface tout en maintenant le
niveau de Fermi dans la bande interdite des états volumiques. Ce problème est une diffi-
culté inhérente à la plupart des isolants topologiques actuellement étudiés et complique
les interprétations sur le rôle des états de surface versus les états volumiques dans les
expériences de renversement d’aimantation par exemple.

Le temps d’accès à la chambre MBE connectée à la ligne ARPES Cassiopée de Soleil
étant limité, nous avons reproduit, dans la chambre MBE de M. Jamet de SPINTEC, le
protocole de croissance développé à Soleil. Si, du point de vue du RHEED, la préparation
de substrat et la croissance de α-Sn ne présente pas de différences, nous avons néanmoins
observé un changement drastique des propriétés de transport des échantillons provenant
de ce bâti de croissance. S’il est possible d’identifier un canal de conduction compatible
avec des Fermions de Dirac, il apparait aussi clairement un canal de conduction de type
n. L’absence d’ARPES sur ces échantillons et la difficulté d’analyse induite par un canal
de conduction de type n dans le substrat GaAs/InSb nous a poussé à, d’une part, étudier
plus en détail les propriétés de conduction du substrat et, d’autre part, à démarrer des
croissances sur un substrat plus isolant comme le CdTe. Dans le substrat nous avons pu
mettre en évidence la présence d’un gaz 2D sans pouvoir réellement localiser l’interface
responsable de l’apparition de ce gaz. Il est à noter qu’aucune signature de cet effet n’a
été observée après préparation de la surface et dépôt d’α-Sn. Des études complémen-
taires seront nécessaires. Concernant la croissance sur CdTe, les études préliminaires
d’ARPES ont pu démontrer l’existence d’états de surface. Cependant, une optimisation
de la croissance et de la préparation des substrats CdTe avant dépôt est encore néces-
saire. Ce travail est en cours.

Nous avons enfin, au cours de ces travaux de thèse, découvert en même temps que la
communauté des effets de magnétorésistance unidirectionnelle lorsque le champ magné-
tique est appliqué dans le plan de l’échantillon. Nous avons pu montrer que ce terme
est linéaire en courant et en champ magnétique. L’origine de cette magnétorésistance
est encore débattue. Ce terme bi-linéaire est dans la plupart des cas accompagné d’un
terme quadratique type “AMR” dans ces matériaux non magnétiques avec une variation
en B2. Nous avons pu montrer que le terme bi-linéaire découle facilement de ce terme
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quadratique en prenant en compte l’effet Edelstein qui s’apparente à un champ effectif.
Dans le cas des isolants topologiques la difficulté est de comprendre l’origine de ce terme
quadratique. Dans le cas des structures GaAs/InSb/α-Sn ces effets ont été observés à
la fois sur le gaz 2D de GaAs/InSb et sur la structure complète GaAs/InSb/α-Sn ce
qui complexifie l’analyse. Cependant, la plupart des interprétations recherchées pour ex-
pliquer ces termes de magnétorésistances s’appuient sur la texture en spin du matériau
étudié. Des expériences complémentaires seront nécessaires pour démontrer qu’une sim-
ple mesure de magnétorésistance est capable de sonder la texture de spin de ces états de
surface. La possibilité d’ajouter une tension de grille est un point important qu’il faudra
développer dans le futur pour se confronter avec les modèles et extraire des données
quantitatives.

De manière générale, nous avons montré au cours de cette thèse qu’un des enjeux
majeurs pour l’utilisation de ces états de surface est lié aux matériaux utilisés. La
maîtrise des interfaces entre un Isolant Topologique et un matériau ferromagnétique
nécessite une connaissance fine de la nature de l’interface tant du point de vue struc-
tural qu’électronique. Pour le renversement d’aimantation avec un courant polarisé en
spin généré par des états de surface il faudra aussi prendre en compte l’effet de court-
circuit par le matériau magnétique si métallique. Les récents travaux de renversement
d’aimantation avec des couches d’isolant ferromagnétique et des matériaux SHE sont
certainement une voie alternative pour éviter ces problèmes de court-circuit. De nou-
veau, l’enjeu est dans la possibilité de faire croître ces deux familles de matériaux, isolant
topologique et isolant ferromagnétique.
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Résumé: La spintronique classique utilise
généralement des matériaux magnétiques pour
produire un courant de spin à partir d’un courant
de charge. Un autre moyen, plus récemment
étudié, consiste à utiliser le couplage spin-orbite
(SOC). Il permet de produire un courant de spin
pur selon une direction transverse au courant de
charge en tenant compte des principes de la mé-
canique quantique relativiste. Dans les matéri-
aux à fort couplage spin-orbite, les courants de
spin ainsi produits sont suffisamment impor-
tants pour imaginer les utiliser pour la com-
mutation magnétique dans les dispositifs spin-
troniques. Le couplage spin-orbite, correspon-
dant à une correction relativiste dans les équa-
tions du mouvement de l’électron, particule de
spin 1/2, peut être grand dans des matéri-
aux contenant des atomes lourds. Cela signi-
fie qu’une conversion du courant de charge en
courant de spin peut être obtenue en utilisant
les propriétés de systèmes à fort SOC tel que
le platine (Pt), le tungstène (W) ou le tantale
(Ta), par exemple. Depuis peu, des systèmes
électroniques bidimensionnels (2DEG), obtenus
au niveau d’interfaces ou de surfaces partic-
ulières, ont démontré des propriétés permet-
tant des effets d’inter-conversion particulière-
ment efficaces. En particulier des états Rashba
ou des systèmes d’isolants topologiques, susci-
tent actuellement un fort engouement dans la
communauté de la spintronique pour cette fac-
ulté d’inter-conversion spin-charge.
Dans ce cadre particulier, depuis une dizaine
d’années, les isolants topologiques ont été
étudiés pour leurs propriétés électroniques non
conventionnelles qui prennent racine dans la déf-
inition théorique de l’effet Hall quantique entier
donnée par Thouless, ainsi que dans les travaux
de Haldane dans le graphène et de Kane dans

des systèmes semi-conducteurs à faible bande
interdite pourvus d’un SOC fort. Ces systèmes
2D présentent des propriétés électriques intrig-
antes : ils sont isolants en volume et conduc-
teurs en surface. Ces états de conductions sont
pourvus d’une dispersion linéaire en énergie en
fonction du vecteur d’onde k, comme dans le
cas du graphène, avec une hélicité en spin déter-
minée.
De nombreuses questions restent néanmoins ou-
vertes quant à la compréhension des mécan-
ismes à l’origine de ces états de conduction en
surface, mais également quant à la manière la
plus simple de détecter ces états topologiques.
En vue de leur intégration dans des disposi-
tifs spintroniques et de la réalisation d’interface
TI/Matériaux ferromagnétiques un certain nom-
bre de questions se posent : comment préserver
la nature des états topologiques à l’interface
? Quels matériaux utiliser et quelle est la na-
ture atomique de l’interface (diffusion atom-
ique) ? Quels sont les échanges électroniques
à l’interface ? Etc.
L’une des applications utilisant les propriétés
des isolants topologiques, est d’utiliser les pro-
priétés de conversion du courant de charge en
courant de spin (et vice versa) afin de modifier
ou commuter l’aimantation d’un élément ou mé-
moire ferromagnétique déposé directement (ou
séparé par une couche tampon) sur le matériau
topologique lui-même. Un tel système de bi-
couches ou multi-couches devrait être capable
de s’intégrer dans une mémoire vive magnétique
(MRAM) ou d’accroître le potentiel des disques
électroniques (SSD) en raison du caractère per-
manent et non volatile de l’état d’aimantation
du matériau. C’est dans ce cadre que s’inscrit
cette thèse.
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Abstract: Conventional spintronics generally
uses magnetic materials to produce a spin cur-
rent from a current of charge. Another means,
more recently studied, is the use of spin-orbit
coupling (SOC). It makes possible to produce
a pure current of spin in a direction transverse
to the charge current, taking into account the
principles of relativistic quantum mechanics. In
materials with strong spin-orbit coupling, the
spin currents are large enough to imagine using
them for magnetic switching in spintronic de-
vices. The spin-orbit coupling, corresponding to
a relativistic correction in the equations of mo-
tion of the electron, a spin 1/2 particle, can be
large in materials containing heavy atoms. This
means that a conversion from charge current to
spin current can be obtained using the prop-
erties of SOC systems such as platinum (Pt),
tungsten(W) or tantalum (Ta) for example. Re-
cently 2 dimensionnal electronic gas (2DEG),
obtained at particular interfaces or surfaces,
have demonstrated properties allowing particu-
larly effective inter-conversion effects. In partic-
ular Rashba states or topological insulator sys-
tems, are currently arousing a strong interest
in the spintronics community for this faculty of
spin-charge conversion.
In this particular context, over the last ten years
or so, topological insulators have been studied
for their electronic properties which are rooted
in the theoretical definition of the integer quan-
tum Hall effect given by Thouless, as well as
in the work of Haldane in graphene and Kane

in low bandgap semiconductor systems with a
strong SOC. These systems have intriguing elec-
trical properties: they are insulating in volume
and conductive on the surfaces. These conduc-
tivity states have a linear energy dispersion as a
function of the k-wave vector, as in the case of
the graphene, with a determined spin helicity.
Nevertheless, many questions remain open as
the understanding of the mechanisms at the ori-
gin of these states of surface conduction, but
also as to the simplest way to detect these topo-
logical states. In order to integrate in spintronic
devices and to realize TI/Ferromagnetic materi-
als interface, a number of questions arise: how
to preserve the nature of the topological states
at the interface? What materials should be used
and what is the atomic nature of the inter-
face (inter-mixing) ? What are the electronic
exchanges at the interface? Etc.
One of the applications using the properties of
topological insulators, is to use the conversion
properties of the charge current to spin current
in order to modify or switch the magnetization
of a ferromagnetic element or memory deposited
directly (or separated by a buffer layer) on the
topological material itself. Such a two-layer sys-
tem or multilayer should be capable of integra-
tion into a magnetic random access memory
(MRAM) or of increasing the potential of disks
(SSD) due to the permanent and non-volatile
nature of the magnetisation state of the mate-
rial. This is framework of this thesis.
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