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Sommaire

Dans cette thèse, la mesure de l’effet Hall thermique a été utilisée pour étudier différents
matériaux quantiques, plus particulièrement les cuprates. Cette nouvelle sonde prometteuse
est sensible aux excitations électroniques, magnétiques et possiblement topologiques de la
matière [1].

Étonnamment, il s’est avéré que les phonons peuvent générer un effet Hall thermique non
nul dans la phase pseudogap des cuprates dopés en trous, et ce jusqu’à la phase isolante [2].
Les phonons, particules sans charge, se sont avérés être les porteurs de chaleur responsables
de ce signal transverse [3]. La question première à laquelle cette thèse veut répondre est :
quel est le mécanisme responsable de l’effet Hall thermique des phonons dans les cuprates,
ou les isolants en général.

Cette thèse par articles présente les résultats de trois projets distincts. Le premier est
l’effet Hall thermique dans les cuprates isolants de Mott. Cette étude a confirmé l’origine
phononique de l’effet Hall thermique dans les cuprates, tout en éliminant divers mécanismes
pouvant générer un effet Hall thermique dans les isolants, comme les domaines structuraux
et magnétiques ou la diffusion sur des impuretés de terres rares. La deuxième étude porte sur
l’effet Hall thermique dans les cuprates dopés en électrons, de la phase isolante à la phase
métallique. Un signal d’effet Hall thermique attribué aux phonons est toujours présent, et ce
à tous les dopages. Les fluctuations antiferromagnétiques bidimensionnelles étant présentes
à tous les dopages mesurés, cela semble être un élément à examiner dans la recherche du
mécanisme responsable de l’effet Hall thermique des phonons. Finalement, le dernier pro-
jet présenté dans cette thèse porte sur l’étude d’un isolant antiferromagnétique cubique,
Cu3TeO6. L’effet Hall thermique de cet isolant est d’amplitude relative similaire aux cu-
prates dopés en trous, et ne montre aucune anomalie lors de la transition magnétique à TN .
Ainsi, l’ordre magnétique à longue portée n’est pas nécessaire à la conductivité thermique

iii



de Hall des phonons et la physique particulière des cuprates non plus.
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Introduction

Dans le dernier siècle, la recherche sur les matériaux de pointe a permis d’importantes
innovations. On pense, par exemple, aux transistors qui sont à la base de nos outils informa-
tiques et qui n’auraient pas pu voir le jour sans recherche sur les matériaux semi-conducteurs,
dont le silicium. Parallèlement, l’imagerie par résonnance magnétique ne serait pas possible
sans matériaux supraconducteurs, tout comme certains réseaux de distribution électriques
ou encore les accélérateurs de particules. Le tout repose sur la compréhension des propriétés
des matériaux et sur notre capacité à les exploiter.

Plus récemment, un effort mondial de recherche est fait pour le développement des
ordinateurs quantiques. Ces derniers ont le potentiel de fournir une puissance de calcul de
loin supérieure au plus puissant superordinateur du monde. Par contre, pour construire de
tels ordinateurs, nous avons besoin d’exploiter les propriétés quantiques des matériaux. Et
pour bien les utiliser, il faut en premier lieu les comprendre. Ainsi, la recherche fondamentale
dans les matériaux quantiques est essentielle au développement des technologies de demain.

Dans cette thèse, je m’intéresse aux propriétés quantiques de certains matériaux. Plus
particulièrement, je me suis attardée à la famille des cuprates. Cette famille de matériaux pré-
sente une phase supraconductrice lorsque le dopage et la température le permettent. Bien que
connus depuis maintenant plus de trente ans, les cuprates ne cessent de nous surprendre [4].
En effet, une nouvelle approche expérimentale, la mesure de l’effet Hall thermique, a révélé
une signature inattendue dans les cuprates dopés en trous : un effet Hall thermique négatif
à basse température qui croit plus le matériau devient isolant [2]. Cette découverte a sou-
levé plusieurs questions. Est-ce que ce phénomène révèle la présence d’une phase exotique ?
Quelle est la particule quantique responsable de ce signal ? Est-ce que d’autres familles de
matériaux présentent aussi cette caractéristique ?
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En fait, il s’est avéré, peu de temps, après que ce sont les phonons, particules neutres
omniprésentes dans les matériaux, qui étaient responsables de ce signal dans les cuprates do-
pés en trous. Comment, cependant, ces particules sans charges peuvent-elles être influencées
par un champ magnétique ?

Afin de répondre à toutes ces questions, j’ai appris et utilisé cette nouvelle technique,
l’effet Hall thermique, pour continuer à sonder les propriétés intrinsèques des cuprates. Je
me suis particulièrement intéressée à deux isolants de Mott : Nd2CuO4 et Sr2CuO2Cl2. Par
la suite, j’ai étudié l’effet Hall thermique dans les cuprates dopés en électrons, famille voisine
des cuprates dopés en trous, de la phase isolante à la phase métallique. Le signal d’effet Hall
thermique négatif des phonons étant toujours présent dans ces composés. J’ai élargi le champ
d’investigation et étudié un matériau isolant antiferromagnétique cubique plus simple que les
cuprates, Cu3TeO6, toujours dans le but de comprendre le mécanisme derrière la conductivité
transverse sous champ magnétique des phonons.

Cette thèse rédigée par articles comporte six chapitres. Le premier chapitre décrit les
concepts de base de la conductivité thermique longitudinale et transverse. Ce chapitre permet
de comprendre comment les résultats sont analysés ainsi que de bien comprendre les différents
mécanismes qui transportent la chaleur dans les matériaux.

Le deuxième chapitre présente la mise en contexte du projet de recherche. Une revue
de littérature complète sur l’effet Hall thermique dans les matériaux y est présentée. En
effet, cette sonde n’est pas seulement sensible aux excitations électroniques et magnétiques.
Des prédictions théoriques suggèrent qu’elle serait également sensible à des excitations plus
exotiques dont les fermions de Majorana. Une attention particulière est portée sur un nouveau
domaine des matériaux quantiques, soit l’effet Hall thermique des phonons.

La méthode expérimentale ainsi que la procédure de l’effet Hall thermique sont décrites
en détail au troisième chapitre.

Les chapitres suivants présentent les publications qui témoignent de mon travail ces trois
dernières années et demie. Le lien entre ces articles est la mesure de l’effet Hall thermique ainsi
que la quête vers une compréhension des mécanismes responsables de l’effet Hall thermique
des phonons dans les isolants.
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Chapitre 1

Conductivité thermique longitudinale
et conductivité thermique de Hall

La conductivité thermique est la capacité d’un matériau à transporter la chaleur d’une
région chaude vers une région plus froide. Dans les solides, les deux principales sources de
conductivité thermique sont les phonons et les électrons. Bien entendu, n’importe quel type
d’excitation mobile qui transporte l’entropie contribue à la conductivité thermique totale,
ce qui en fait une mesure de transport sensible à tous types de porteurs de chaleur présents
dans les matériaux. Cela en fait une sonde clé pour examiner les divers types d’excitations
présentes dans les solides ainsi que leur comportement en température et en présence d’un
champ magnétique externe.

Les conductivités thermiques longitudinale et transverse sont au cœur de cette thèse
en physique expérimentale. Ce chapitre présente les différentes notions nécessaires pour la
compréhension de la conductivité thermique dans un matériau. Dans la première section,
nous décrivons en détail le principe de la mesure dont les concepts théoriques derrière les
conductivités thermiques longitudinale et transverse. Ensuite, les différentes signatures ex-
périmentales typiques des métaux et des isolants non magnétiques y seront présentées. Ces
notions sont nécessaires pour la compréhension de cette thèse.
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1.1 Principes de base de la conductivité thermique

La conductivité thermique  caractérise la propagation de la chaleur à travers un maté-
riau. Plus la conductivité thermique d’un matériau est élevée, mieux la chaleur se propage,
générant un faible gradient thermique. Inversement, plus la conductivité thermique d’un
matériau est faible, et plus facile il sera d’induire un large gradient thermique. Mathémati-
quement, la conductivité thermique relie la densité de courant thermique ~jq et le gradient
de température selon la loi de Fourier [5]

~jq = �~rT. (1.1)

Le signe négatif indique que le courant thermique se propage du côté chaud de l’échantillon
vers le côté froid. Notons que cette dernière équation est analogue à la loi d’Ohm

~je = ��~rV, (1.2)

reliant la densité de courant électrique ~je et le gradient de potentiel ~rV par la conductivité
électrique �.

La conductivité thermique  est un tenseur de rang deux qui capture la conduction de
chaleur longitudinale,i.e. lorsque le gradient thermique est parallèle au courant, mais aussi la
conduction de chaleur transverse en présence d’un champ magnétique, i.e. lorsque le gradient
thermique est perpendiculaire au courant de chaleur. C’est à partir de la relation (1.1), en
apparence bien simple, que cette thèse repose.

1.1.1 Conductivité thermique longitudinale, xx

La conductivité thermique longitudinale, notée xx, correspond au coefficient thermique
longitudinal du tenseur  lorsqu’un gradient de température est mesuré dans la direction du
courant appliqué selon x et qu’aucun courant électrique ne circule. La loi (1.1) s’exprime,
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dans le cas bidimensionnel,

0

B@
jq,x

0

1

CA = �

0

B@
xx xy

yx yy

1

CA

0

B@
@T

@x

@T

@y

1

CA . (1.3)

En l’absence d’un champ magnétique, xy(H = 0) = 0 et nous obtenons :

jq,x = �xx

@T

@x
. (1.4)

Notons que même en présence d’un champ magnétique externe, pour le calcul du courant de
chaleur longitudinal, nous pouvons négliger les composantes transverses du tenseur  puisque
celles-ci sont en général très inférieures à la composante longitudinale : xy,yx ⌧ xx. La
densité de courant longitudinale jq,x est la quantité de puissance thermique Jq (en Watt)
parcourant une coupe transversale d’un échantillon rectangulaire de surface wt, où w est la
largeur de l’échantillon et t son épaisseur. En supposant un gradient thermique uniforme,
nous avons, à partir de l’équation (1.4), que

Jq = jq,xwt = �xx

@T

@x
wt ⇡ xx�Tx

wt

L
. (1.5)

Nous approximons la composante longitudinale du gradient thermique selon

@T

@x
⇡

��Tx

L
=

T
+
� T

�

L
, (1.6)

avec �T la différence de température du point froid vers le point chaud d’un échantillon de
longueur L. Ainsi, la conductivité thermique longitudinale s’exprime comme

xx =
Jq

�Tx

1

↵
, (1.7)

où ↵ =
wt

L
est le facteur géométrique de l’échantillon. Expérimentalement, la conductivité

thermique se mesure lorsqu’on applique une puissance thermique Jq qui génère une différence
de température �T dans un échantillon de facteur géométrique ↵. Notons que xx demeure
constant, et ce, peu importe le courant de chaleur appliqué dans la limite où les gradients
de température sont petits.

Comme mentionné précédemment, la conductivité thermique est une sonde sensible à
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tout type de porteurs d’entropie dans un solide. Il est cependant possible, en étudiant la dé-
pendance en température ou en champ magnétique de xx, d’identifier les différentes contri-
butions à la conductivité thermique totale dans le but de déterminer la nature des porteurs
de chaleur. Dans les cas les plus simples, ce sont les électrons et les phonons qui sont res-
ponsables du transport thermique. Dans certains matériaux quantiques, d’autres excitations,
telles les magnons ou les spinons, contribuent au transport de chaleur total. Ainsi,

xx = 
électrons

xx
+ 

phonons

xx
+ 

magnons

xx
+ ... (1.8)

Il est important de noter que ces différentes contributions de la conductivité thermique totale
peuvent interagir entre elles et s’affecter mutuellement. Par exemple, la diffusion électron-
phonon affecte à la fois les conductivités thermiques électronique et phononique.

Afin de tirer profit du potentiel expérimental de la conductivité thermique longitudinale,
il est important de bien comprendre certains concepts fondamentaux du transport de charges
électroniques ainsi que du transport phononique. Ces concepts seront décrits plus en détail
dans les prochaines sous-sections.

1.1.2 Effet Hall thermique, xy

La conductivité thermique transverse (ou l’effet Hall thermique) notée xy, correspond
aux composantes transverses du coefficient thermique  lorsqu’un courant de chaleur est
appliqué parallèlement à l’axe des x et qu’un champ magnétique H est appliqué parallèlement
à l’axe des z. Expérimentalement, il est alors possible de mesurer un gradient thermique
transverse �Ty. À partir de la relation (1.3), nous obtenons l’équation

0 = �xy

@T

@x
+ yy

@T

@y
, (1.9)

où nous avons utilisé la relation de réciprocité d’Onsager, soit xy(H) = �yx(H). Tel que fait
pour la conductivité thermique longitudinale, en supposant un gradient thermique uniforme,
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nous pouvons effectuer les approximations suivantes

@T

@x
⇡

��Tx

L
, (1.10)

@T

@y
⇡

��Ty

w
. (1.11)

Ainsi, la conductivité thermique transverse s’exprime comme

xy = �yy

�Ty

�Tx

·
L

w
. (1.12)

Tout comme la conductivité thermique longitudinale, l’effet Hall thermique est une sonde
sensible aux excitations mobiles électroniques et magnétiques dans les solides. Effectivement,
il faut appliquer un champ magnétique externe pour pouvoir mesurer cette quantité physique,
et donc, toute excitation pouvant être déviée par un champ magnétique est susceptible de
donner un signal. Étonnamment, dans la dernière décennie, il a été montré que des matériaux
isolants, donc sans charges mobiles, pouvaient générer un effet Hall thermique non nul. Cela
est abordé plus en détail dans le chapitre 2.

1.2 Loi de Wiedemann-Franz

La loi de Wiedemann-Franz relie le transport de charge au transport de chaleur. Cette loi
indique que pour des métaux, le rapport de la conductivité thermique  sur la conductivité
électrique � est directement proportionnel à la température. La valeur de proportionnalité
est indépendante du métal considéré. Cette loi s’écrit



T
= L0�, (1.13)

où L0 = (⇡
2
/3) (kB/e)

2
= 2.44⇥10

�8 W⌦/K2 est le nombre de Lorenz. Essentiellement, cette
loi indique que les porteurs de charge et de chaleur sont les mêmes lorsqu’ils sont affectés par
les mêmes mécanismes de diffusion. Cette loi n’est valable que lorsque l’énergie de chaque
électron est conservée dans chaque collision, ce qui est le cas de collisions élastiques. La
condition à respecter est que la variation d’énergie de chaque électron soit petite devant
kBT . Dans le cas des basses températures (T ! 0) (voir régime I de la figure 1.1), la loi
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TD

Figure 1.1 Ratio du nombre de Lorenz L = xx/T� normalisé par L0 en fonction de la
température dans un métal conventionnel. La loi de Wiedemann-Franz est satisfaite dans les
régions I et III, mais pas dans la région intermédiaire II. Toujours dans le cas d’un métal
conventionnel, le passage du régime II à III se produit à la température de Debye (TD). La
figure est adaptée de [6].

est respectée puisque la source dominante des collisions est la diffusion élastique par les
impuretés. Lorsque c’est le cas, il est possible de réécrire, pour un modèle électronique à une
bande,l’équation (1.13) comme

0

T
=

L0

⇢0
, (1.14)

avec ⇢0 la valeur de la résistivité électronique extrapolée à T ! 0. À très haute température,
la loi est aussi satisfaite puisque la diffusion par des vibrations thermiques des ions reste petite
devant kBT [5] (voir régime III de la figure 1.1). Ce sont pour les températures intermédiaires
(T > 0 et T < TD) où la source dominante des collisions est inélastique que la loi de
Wiedemann-Franz n’est plus valide (voir régime II de la figure 1.1). Nous pouvons écrire



T
 L0� (1.15)

pour tenir compte des différents régimes.

Dans le canal transverse, la loi de Wiedemann-Franz s’écrit

xy

T
= L0�xy, (1.16)
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avec �xy la conductivité électrique transverse.

Les conductivités électriques �xx et �xy peuvent être obtenues à partir de la résistivité
⇢xx du matériau ainsi que son effet Hall électrique ⇢xy = RHH via les équations

�xx =
⇢xx

⇢2
xx

+ ⇢2
xy

, (1.17)

�xy =
⇢xy

⇢2
xx

+ ⇢2
xy

. (1.18)

Notons encore une fois que cela est seulement valide pour un modèle électronique à une
bande.

1.3 Conductivité thermique dans un métal

1.3.1 Conductivité thermique longitudinale, xx

La chaleur dans un métal est principalement transportée par les électrons de conduction.
Contrairement au modèle de Drude, qui traite classiquement les électrons dans un métal
tel un gaz d’électrons libres, le modèle de Sommerfeld utilise la statistique de Fermi-Dirac
pour obtenir la conductivité thermique électronique dans les métaux [5, 7, 8]. Effectivement,
seulement les électrons dans l’intervalle kBT , avec kB la constante de Boltzmann, près du
niveau de Fermi peuvent contribuer au transport de chaleur. Dans ce modèle, la conductivité
thermique électronique est le produit de la chaleur spécifique électronique Ce, de la vitesse
de Fermi vF ainsi que du libre parcours moyen des électrons `e


e

xx
=

1

3
CevF `e. (1.19)

La dépendance en température de la conductivité thermique électronique dépend donc de
la chaleur spécifique et du libre parcours moyen. La chaleur spécifique, quantité d’énergie à
fournir pour élever la température du solide d’un degré Kelvin, s’obtient à partir de l’énergie
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interne U du gaz d’électrons libres de volume constant : Ce =
@U

@T

��
V
. De cette façon, en

utilisant la distribution de Fermi-Dirac, nous avons

Ce =
⇡
2

3
k
2

B
Tg(EF) (1.20)

où g(EF) est la densité d’état à l’énergie de Fermi. Ainsi, la chaleur spécifique électronique
est linéaire en fonction de la température. En combinant (1.19) et (1.20), nous obtenons


e

xx
=

⇡
2

9
k
2

B
Tg(EF)vF `e. (1.21)

À basse température, lorsque T ! 0, le libre parcours moyen électronique `e est indépendant
de la température. La conductivité thermique électronique est linéaire en température (e

xx
/

T ) et dépend de la densité d’état. Ce sont les impuretés qui viennent le plus influencer la
pente de la conductivité thermique, qui par le même coup, viendront limiter le maximum de
conduction. À plus haute température, les diffusions électrons-électrons et électrons-phonons
ou phonons-phonons dominent et modifient la dépendance en température du libre parcours
moyen et, par conséquent, celle de la conductivité thermique longitudinale dans les métaux.
La figure 1.2 illustre ces propos dans le cas de l’aluminium.

Bien que nous ayons obtenu cette relation pour un liquide de Fermi, puisque nous avons
utilisé la statistique de Fermi-Dirac pour obtenir (1.21), cette équation est valide pour tous
types de porteurs d’origine fermionique.

Il est possible d’isoler la contribution électronique à la conductivité thermique longitu-
dinale en traçant les mesures comme xx/T en fonction de T à basse température (T ! 0).
De cette façon, le terme linéaire d’origine fermionique devient la valeur résiduelle (appelée
0/T ) de la conductivité thermique. Conséquemment, la conductivité thermique longitudi-
nale devient une excellente sonde des excitations fermioniques dans les solides.

1.3.2 Effet Hall thermique, xy

Les électrons de conduction dans un métal peuvent donner lieu à un effet Hall thermique
sous champ magnétique. Cet effet dans les métaux porte aussi le nom d’effet Righi-Leduc.
Effectivement, sous un champ magnétique, les électrons qui transportent l’énergie et la charge
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Figure 1.2 Conductivité thermique longitudinale, xx, de l’aluminium. (a) Conductivité
thermique xx en fonction de la température T . On observe trois régimes : 1–conductivité
thermique linéaire à basse température (T < 10 K), 2–sommet de la conductivité thermique
limité par la diffusion des phonons autour de 20 K et 3–processus de diffusion divers (phonons-
phonons, phonons-électrons, électrons-électrons)(T > 25 K). (b) Conductivité thermique tra-
cée comme xx/T vs T pour séparer la contribution électronique des autres contributions à
basse température. (c) Conductivité thermique sur une échelle log-log pour montrer la linéa-
rité de la dépendance en température à basse T . Figure adaptée de [9].

sont déviés par la force de Lorentz. Cela résulte en une différence de température transverse.
Comme expliqué à la section 1.2, à basse température, la loi de Wiedemann-Franz dans le
canal transverse permet de confirmer l’origine électronique de l’effet Hall thermique dans
les métaux. Cela a entre autres été montré dans l’indium (In) [10], le nickel (Ni) [11], les
cuprates Nd-LSCO p = 0.24 [2] (voir Figure 1.3) et YBa2Cu3Oy [12] et le fermion lourd
CeCoIn5 [13] (voir figure 1.3).
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CeCoIn5
(a) (b)

Figure 1.3 Effet Hall thermique dans des métaux. (a) La conductivité thermique transverse
xy/T tracée en fonction de la température (points rouges) pour Nd-LSCO p = 0.24 suit la
courbe expérimentale L0�xy (bleu). Les données proviennent de [2]. (b) Plusieurs courbes de
xy/T en fonction du champ magnétique H pour différentes températures dans le fermion
lourd CeCoIn5 sont tracées en bleu. Celles-ci sont comparées à L0�xy (en rouge). Les données
proviennent de [13]. Dans ces deux composés métalliques, la loi de Wiedemann-Franz confirme
l’origine électronique de l’effet Hall thermique.

1.4 Conductivité thermique dans un isolant

1.4.1 Conductivité thermique longitudinale, xx

Dans un isolant électrique non magnétique, seuls les phonons vont contribuer à la conduc-
tivité thermique. La conductivité thermique phononique est donnée par


ph

xx
=

1

3
Cphvph`ph, (1.22)

où vph est la vitesse du son dans le matériau, Cph est la chaleur spécifique des phonons et `ph
leur libre parcours moyen. Le modèle de Debye prédit que la chaleur spécifique des phonons
à basse température est [7, 14]

Cph =
2⇡

2

5
kB

✓
kBT

~vph

◆3

. (1.23)
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Ainsi, la conductivité thermique des phonons devient


ph

xx
=

2⇡
2

15

`phk
4

B

~3v2
ph

T
3
. (1.24)

La dépendance en température de 
ph

xx
provient de la chaleur spécifique si le libre parcours

moyen est indépendant de la température. C’est souvent le cas à basse température T ! 0

où le libre parcours moyen des phonons est limité par les dimensions de l’échantillon. Par
contre, le libre parcours moyen des phonons peut être influencé par différents processus de
diffusion. C’est ce qui est discuté à la prochaine sous-section.

1.4.2 Processus de diffusion des phonons

Les phonons peuvent être diffusés dans un solide selon différents mécanismes. Chaque
mécanisme de diffusion peut être caractérisé par un taux de collision 1/⌧ , où ⌧ est le temps
de relaxation entre deux collisions. Il relie aussi le libre parcours moyen par `ph = vph⌧ .
La dépendance en température de 1/⌧ dépend donc des différents mécanismes de diffusion
présents. Tous les taux de diffusions peuvent être pris en compte en utilisant la règle de
Matthiessen

1

⌧total
=

1

⌧Umklapp

+
1

⌧impuretés

+
1

⌧limites

+
1

⌧é�ph

+ ... (1.25)

Limite phononique balistique

À très basse température, dans la limite T ! 0, les seuls processus de diffusion possibles
sont avec les parois de l’échantillon. Dans cette limite, seuls les modes de phonons acoustiques
sont présents. Ainsi, plus la température diminue, plus la longueur d’onde des phonons
augmente jusqu’à ce que les défauts cristallins locaux deviennent inefficaces pour diffuser
ces derniers. Le libre parcours moyen des phonons augmente jusqu’à être diffusé par les
limites des dimensions de l’échantillon, c’est-à-dire lph = 2

p
wt/⇡ [15]. Ce type de diffusion

est indépendant de la température. Ainsi, à basse température, dans une limite de diffusion
balistique, la conductivité thermique des phonons varie en T3 comme la chaleur spécifique
(xx / T

3).
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(a) (b)

(A) 7.25 x 6.97 x 60 
(B) 4.00 x 3.77 x 50
(C) 2.17 x 2.10 x 40
(D) 1.23 x 0.91 x 23

LiF isotopiquement purs

Dimensions des échantillons 
(mm)

Effet de différents isotopes sur LiF

% 7Li dans LiF

(A) 99.9
(B) 97.2
(C) 92.7
(D) 50.8

Figure 1.4 Conductivité thermique longitudinale xx de LiF. (a) Conductivité thermique de
différents cristaux de LiF isotopiquement purs. Sous T < 10 K, la dépendance en température
est en T3 et est limitée par les dimensions des échantillons. Plus l’aire de la section efficace est
grande, plus la conductivité est importante. (b) Effet de différents isotopes sur la conductivité
thermique du LiF. Plus l’échantillon est pur (courbe A), plus le pic des phonons est grand.
Les figures proviennent de [16].

La figure 1.4 (a) illustre bien ce cas de figure dans le composé isolant LiF [16]. Tel que
montré, la dépendance en température de la conductivité thermique pour T < 10 K varie en
T

3. Lorsque l’aire de la section efficace de l’échantillon est réduite, la pente de la conductivité
thermique diminue elle aussi. Cela a aussi été vérifié dans différents autres matériaux, dont
SmB6, Nd2CuO4 et Al2O3 [17, 15, 18].

Notons que dans certains cas, la surface peut réfléchir les phonons comme sur un miroir,
rendant ainsi le libre parcours moyen plus grand que la limite balistique. Cela peut être le
cas dans des matériaux particulièrement lisses, naturellement ou suite à un polissage. C’est
ce que l’on nomme la réflexion spéculaire [15]. Dans ce cas, le libre parcours moyen dépend
de la température et la dépendance en température de la conductivité thermique devient
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Processus normal Processus umklapp

Figure 1.5 Mécanisme de collision des phonons de type normal (k1 + k2 = k3) et avec
umklapp (k1 + k2 = k3 + G), dans un réseau carré à deux dimensions. La zone foncée carrée
représente la première zone de Brillouin dans l’espace réciproque. Notons qu’en changeant de
maille primitive, il est possible de transformer un processus umklapp en processus normal, et
vice versa. La figure est adaptée de [19].

xx / T
↵ où 2  ↵  3.

Diffusions phonons-phonons

Lorsque la température augmente et que nous ne sommes plus dans la limite T ! 0, les
processus de diffusion phonons-phonons dominent. Dans un premier temps vient le processus
normal qui implique seulement des phonons de basses énergies. La conductivité thermique
dévie de T

3 puisque le libre parcours moyen ne dépend plus seulement des dimensions de
l’échantillon. Lorsque la température augmente encore, la conductivité thermique atteint un
sommet appelé pic des phonons avant de diminuer puisque les diffusions umklapp deviennent
plus fréquentes.

Considérons l’interaction de deux phonons de vecteurs d’onde positifs k1 et k2 et d’éner-
gie ~!1 et ~!2. Lors d’une collision, ces deux phonons peuvent, par conservation du moment
cristallin, fusionner en un seul phonon de vecteur d’onde k3, lui aussi positif. L’énergie est
conservée (~!1 + ~!2 = ~!3) dans ce processus de collision à trois phonons, tout comme les
vecteurs d’ondes (k1 + k2 = k3 +G) où G est un vecteur du réseau réciproque. Si G = 0,
alors k3 est dans la première zone de Brillouin : il s’agit d’un processus de diffusion normal
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(ou mécanisme N). Ainsi, les phonons gardent la même quantité de mouvement lors d’une
collision et se propagent tout au long du cristal, sans perturbation. La figure 1.5 (a) montre
le mécanisme de diffusion des phonons normal.

Si G 6= 0, alors k3 sort de la première zone de Brillouin : il s’agit d’un processus umklapp
(«retournement» en allemand). À haute température, l’énergie des phonons k1 et k2 est
suffisante pour obtenir un processus umklapp si elle est de l’ordre de 1

2
kBT , car chacun

des phonons k1 et k2 doit avoir un vecteur d’onde de l’ordre 1

2
G pour que la collision soit

possible [7]. D’après la loi de Boltzmann, le nombre de phonons de haute énergie varie
comme e

�✓/2T avec ✓ = ~!D/kB la température de Debye et !D la fréquence de Debye [5].
Ainsi, le libre parcours moyen est proportionnel à l’exponentielle `ph / e

1/T . Cela explique la
diminution rapide de la conductivité thermique à plus haute température puisque le nombre
de phonons pouvant participer au processus umklapp augmente de façon exponentielle. La
chaleur spécifique reste en T

3, mais l’exponentielle est le terme dominant de sorte que xx /

e
1/T .

À plus haute température (pour T > ✓), le libre parcours moyen des phonons est propor-
tionnel à 1

T
, puisque la fréquence de collision d’un phonon donné doit être proportionnelle au

nombre de phonons qu’il peut rencontrer, d’où `ph /
1

T
. Notons aussi qu’à ces températures,

la chaleur spécifique des phonons est indépendante de la température, car toutes les branches
de phonons ont été peuplées thermiquement. Ainsi, xx / 1/T .

Défauts cristallins

Les défauts cristallins peuvent également limiter le libre parcours moyen des phonons
dans les solides. Effectivement, les défauts (comme des impuretés ioniques ou des disloca-
tions) perturbent la périodicité du réseau parcouru par l’onde élastique, ajoutant donc des
processus de diffusion supplémentaires pour les phonons. À basse température, où le libre
parcours moyen est limité par les dimensions de l’échantillon, ce processus est négligeable. Ce-
pendant, à plus haute température, les défauts cristallins diminuent le libre parcours moyen
des phonons, limitant ainsi leur la conductivité thermique. Une conséquence notable est la
diminution du pic des phonons lorsque le nombre d’impuretés augmente dans un cristal. Cela
est montré à la figure 1.4 (b) dans le cas du composé isolant LiF [16]. Il est donc possible de
comparer la pureté de différents échantillons en comparant l’amplitude du pic des phonons.
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Figure 1.6 Effet Hall thermique phononique dans le grenat Tb3Ga5O12. Le gradient ther-
mique transverse �Ty est tracé en fonction du champ magnétique B pour un champ perpen-
diculaire (cercles) et parallèle (carrés) au courant de chaleur. Le courant thermique a généré
un gradient �Ty de 1mK/cm lorsque le champ est perpendiculaire au courant de chaleur. Par
contre, comme attendu, lorsque le champ est parallèle au courant de chaleur, le signal �Ty

est nul. La figure provient de [20].

1.4.3 Effet Hall thermique, xy

Contrairement aux électrons, les phonons ne peuvent interagir avec le champ magnétique
sous l’influence de la force de Lorentz, car ils n’ont pas de charge. Donc, dans le cas des
isolants, il n’est pas attendu de mesurer un effet Hall thermique. Cependant, et c’est le cœur
du chapitre 2, certains isolants présentent un effet Hall thermique.

La première étude d’effet Hall thermique des phonons est attribuée à Strohm et collabo-
rateurs en 2005 dans le grenat paramagnétique Tb3Ga5O12 (TGG) [20]. En étudiant l’effet
magnétotransverse, mesure similaire à la conductivité thermique, les auteurs ont découvert
un signal �Ty positif de l’ordre de 200 µK à 5.45 K sous un champ magnétique de 4 T [20, 21].
(Notons ici que le signal mesuré est extrêmement petit !)

Les cristaux TGG sont cubiques et les ions de terres rares Tb3+ possèdent un très grand
moment magnétique. Ces moments créent une excellente source de diffusion pour les phonons,
tel que rapporté par de précédentes mesures de la conductivité thermique longitudinale [22].
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Figure 1.7 Calcul de l’effet Hall thermique phononique prédit par Mori et collabora-
teurs [29] dans le grenat Tb3Ga5O12, tracé comme xy en fonction de la température. La
sous-figure montre l’évolution en champ de xy à T = 5 K.

Cette première observation expérimentale de l’effet Hall thermique des phonons a motivé
de nombreuses études théoriques. De nombreux mécanismes ont été proposés pour expliquer
l’origine de cet effet Hall thermique dont le couplage spin-phonon [23, 24, 25], la courbure
de Berry [26, 27], ou encore les liaisons ioniques [28].

Aujourd’hui, il est accepté que l’origine de l’effet Hall thermique dans le grenat TGG est
causée par la diffusion asymétrique (skew scattering en anglais) des phonons sur le champ
cristallin généré par les grands moments des ions superstoechiométriques Tb3+ [29]. Ce scé-
nario intrinsèque de conductivité thermique transverse des phonons proposé par Mori et
collaborateurs permet d’obtenir un effet Hall thermique de la même amplitude que l’expé-
rience à T = 5 K. De plus, ils prédisent l’augmentation de l’effet Hall thermique en fonction
de la température, soit un ordre de grandeur plus grand pour T = 10�15 K (voir figure 1.7).
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1.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons introduit les coefficients thermiques de conductivité lon-
gitudinale, xx, et transverse, xy. Nous avons aussi exploré les comportements attendus
qui nous seront utiles à l’interprétation des résultats expérimentaux présentés dans cette
thèse. Quoique surprenant, il est possible d’observer un effet Hall thermique produit par
des phonons. Cependant, ce signal attendu est très faible, et nécessite des conditions très
particulières.

Le prochain chapitre présente une revue de la littérature des plus récents développe-
ments de l’effet Hall thermique. Nous parcourons aussi plus en détail les signatures de l’effet
Hall thermique dans divers isolants, ainsi que les théories diverses expliquant ces effets. La
motivation de la thèse se pose sur ces concepts nouveaux.
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Chapitre 2

Effet Hall thermique dans les
matériaux quantiques

L’effet Hall thermique est un outil puissant pour sonder les excitations mobiles dans
les matériaux quantiques. Cette sonde se révèle très efficace pour détecter les excitations
d’origines fermioniques ou magnétiques, mais serait aussi sensible à la nature topologique de
phases magnétiques dans les matériaux quantiques [1, 30].

L’effet Hall thermique se mesure lorsqu’un courant de chaleur est appliqué d’un côté d’un
échantillon ancré thermiquement (selon l’axe des x) et qu’un champ magnétique appliqué
perpendiculairement à ce dernier (selon l’axe des z) génère un gradient thermique transverse
(selon l’axe des y).

Intuitivement parlant, et comme montré au chapitre 1 dans le cas des métaux, tout
type de particule chargée pourrait générer un effet Hall thermique dans les solides via la
force de Lorentz. Cependant, l’effet analogue produit par des particules non chargées, tels
les phonons, les magnons ou les spinons, qui ne se couplent pas au champ magnétique par
des mécanismes connus constitue un sujet de recherche émergent en matière condensée. Dans
ce chapitre, nous explorons les récentes découvertes de la conductivité thermique transverse
dans divers matériaux quantiques, dont les cuprates supraconducteurs. Le but est de mettre
la table pour bien situer la problématique de cette thèse.
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Figure 2.1 Différentes structures où le théorème «no-go» s’applique et qu’il n’est pas
attendu d’observer un effet Hall thermique des magnons. (a) Réseau triangulaire montrant un
ordre ferromagnétique. Les flèches bleues indiquent les spins. Les flèches rouges indiquent le
sens de la rotation (antihoraire) du Hamiltonien Hring (voir équation (2.1)). (b) Réseau carré
antiferromagnétique colinéaire où les interactions selon les diagonales sont plus courtes que
selon les axes horizontal et vertical. (c) Réseau triangulaire avec une orientation des spins à
120�. La figure provient de [1].

2.1 Mise en contexte et revue de la littérature

2.1.1 Effet Hall thermique des magnons, spinons et par-

ticules exotiques

Le phénomène d’effet Hall thermique dans des matériaux quantiques isolants tels les
aimants quantiques a été exploré théoriquement par le groupe du professeur Lee en 2010 [1].
Dans de tels systèmes, la chaleur est transportée par des excitations neutres comme les
magnons ou les spinons. Afin de produire un effet Hall thermique non nul, la symétrie
d’inversion du temps doit être brisée. Dans les aimants isolants, les électrons sont localisés et
donc la force de Lorentz ne peut générer un effet Hall thermique. Lors de l’application d’un
champ magnétique, la chiralité de spin des électrons de forme ~Si · (

~Sj ⇥
~Sk) joue un rôle clé.

Ce couplage provient du terme

Hring = �
24t

3

U2
sin (�) ~Si ·

⇣
~Sj ⇥

~Sk

⌘
, (2.1)

dans l’expansion t/U du modèle de Hubbard à demi remplissage avec l’interaction coulom-
bienne U et le terme de couplage t = te

iAij [1]. Cet Hamiltonien de couplage contient le flux
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(a)

(b)

(c)

Figure 2.2 Effet Hall thermique des magnons dans le pyrochlore Lu2V2O7. (a) Schéma de
la sous-structure d’ions de Vanadium ainsi que des vecteurs DM orientés vers l’intérieur de
cette structure. (b) Schéma de l’effet Hall thermique des magnons. Ces derniers se propagent
de la région chaude vers la région froide et sont déviés par le potentiel vecteur effectif qui sert
de champ orbital généré par les interactions DM dans le solide (voir texte). (c) Mesure d’effet
Hall thermique en fonction du champ magnétique (points bleus). En rouge, la conductivité
thermique de Hall calculée selon un modèle théorique des magnons est tracée (équation (2.3)
avec JS = 8Ds/a

2). La figure provient de [31].

magnétique entre trois spins, �, sur les sites i, j, et k formant le plus petit triangle dans la
structure. Le sens du flux magnétique est inverse à celui des aiguilles d’une montre. Ce terme
est supposé aussi très petit, puisqu’il est proportionnel à t

3
/U

2. Dans l’étude du groupe du
professeur Lee, les auteurs sont arrivés à la conclusion qu’il pouvait exister un effet Hall
thermique dans les systèmes magnétiques selon certaines considérations.

Premièrement, le théorème «no-go» empêche l’apparition d’un xy dans certains sys-
tèmes magnétiques ordonnés (tel que montré à la figure 2.1), puisque par symétrie, le Ha-
miltonien (2.1) est nul. Deuxièmement, si la symétrie du système le permet, les magnons
peuvent donner un effet Hall thermique intrinsèque, puisque le couplage entre le système
de spins et le Hamiltonien de couplage sera non nul. Ce couplage génère un champ effectif
pouvant dévier les magnons et générer un effet Hall thermique. C’est le cas, par exemple,
des matériaux magnétiquement désordonnés.

Suite à cet article, les magnons ont été tenus responsables de l’effet Hall thermique dans
le ferroaimant isolant Lu2V2O7 [31]. Effectivement, la structure unique de ce pyrochlore
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permet des interactions Dzyaloshinskii-Moria (DM) de la forme

HDM =

X

<ij>

~Dij ·

⇣
~Si ⇥

~Sj

⌘
(2.2)

où ~Dij est le vecteur DM entre les sites i et j, et ~Si l’opérateur de spin de l’ion V4+ au site i.
Cette interaction favorise donc une torsion relative entre des spins autrement parallèles ou
antiparallèles. C’est grâce à ces interactions que les magnons génèrent un effet Hall thermique.
De ce fait, l’ajout de ce terme au Hamiltonien du système crée un potentiel vecteur effectif �ij

qui sert de champ orbital pour dévier les magnons. La conductivité thermique des magnons
suit alors la formule théorique [31, 1]

↵�(H, T ) = �↵�

k
2

B
T

⇡3/2~a

⇣
2 +

gµBH

2JS

⌘2

⇥

r
kBT

2JS
Li5/2


exp

✓
�
gµBH

kBT

◆�
, (2.3)

avec a le paramètre de maille, �↵� = �✏↵��n�

��� ~Dij

��� /
�
8
p
2J

�
dont ✏↵�� est le tenseur asy-

métrique et Lin(z) =
P1

k=1

z
k

kn
est une fonction polylogarithmique. Tel que montré à la

figure 2.2, le modèle théorique proposé est en accord avec les données expérimentales.

Suite à cette étude, d’autres articles théoriques ont complémenté le modèle proposé par
les auteurs, en ajoutant des termes correctifs au Hamiltonien pour tenir compte des effets
de bords et de la courbure de Berry des magnons [32, 33, 34]. Le point important à retenir
est la présence d’interaction DM pour perturber le système magnétique de base et générer
l’effet Hall thermique des magnons. L’effet Hall thermique des magnons a aussi été observé
dans les ferroaimants In2Mn2O7 [35], Ho2V2O7 [35] et plus récemment dans l’antiferroaimant
Na2Co2TeO6 [36].

Finalement, toujours selon cette théorie, les spinons, particules fermioniques sans charge,
pourraient donner un effet Hall thermique intrinsèque non nul dans les liquides de spins. La
condition est que la structure soit de type Kagomé ou pyrochlores. Cela serait possible, selon
les auteurs, dans le candidat liquide de spin -(ET)2Cu2(CN)3 [1], où une surface de Fermi
2D provenant des spinons serait présente [37]. Ainsi, les spinons, suite à un couplage du
Lagrangien du système et du champ magnétique, pourraient être influencés par la force de
Lorentz et donner un signal xy. Cette théorie ouvre donc la porte à une nouvelle avenue
expérimentale de la physique, soit la signature expérimentale de particules sans charges,
comme les spinons, dans certains matériaux quantiques.
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(a) (b)
Tb2Ti2O7Tb2Ti2O7

Figure 2.3 Mesure de l’effet Hall thermique xy/T en fonction du champ magnétique H et
de la température dans Tb2Ti2O7. (a) Pour 100 < T < 142 K, xy/T est linéaire en champ.
Ensuite, on observe une déviation jusqu’à 15 K. (b) Sous 3 K, un pic dans la conductivité
thermique transverse est observé près de 1 T et le profil de la dépendance en champ change
complètement. Les auteurs attribuent ce signal aux spinons. La figure provient de [30].

En 2015, Hirschberger et collaborateurs ont publié l’observation surprenante d’un ef-
fet Hall thermique dans Tb2Ti2O7, un composé isolant de terres rares de structure pyro-
chlore [30]. Ce matériau est dit magnétiquement frustré et est considéré comme un quantum
spin ice (QSI), puisqu’aucun ordre magnétique à longue portée n’est détecté jusqu’à 50 mK.
Il s’agit d’un nouveau type de liquide de spin où le système ne parvient jamais à trouver
un équilibre magnétique, laissant ainsi la place à des excitations itinérantes sans charge,
possiblement des spinons. Comme prédit par Lee [1], si ces excitations sont présentes, elles
devraient pouvoir être mesurées en conductivité thermique transverse. Les résultats des me-
sures sont montrés à la figure 2.3 pour un cristal de Tb2Ti2O7 avec un courant de chaleur
dans l’orientation [111]. On observe un signal xy/T en fonction du champ magnétique µ0H

sur une très grande plage de températures, allant de 0.84 K à 122 K. xy/T est linéaire en
champ pour 100 < T < 122 K, suggérant différents profils magnétiques du système. Bien
que le signal xy/T observé soit faible (de l’ordre de 10�5 W/K2), les auteurs ont écarté les
phonons ou les magnons pour expliquer l’effet Hall thermique. Puisque la conductivité ther-
mique xx est linéaire sous 1 K, comportement attendu pour un métal, les auteurs concluent
que xy est d’origine fermionique, c’est-à-dire des spinons. De plus, selon les auteurs, la dé-
pendance en champ magnétique n’étant pas linéaire de façon constante en température, les
phonons ne seraient donc pas responsables de ce signal. Ainsi, leur résultat suggère que l’effet
Hall thermique provient d’excitations fermioniques neutres déviées par une force semblable
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Figure 2.4 Calculs théoriques de l’effet Hall thermique des fermions de Majorana dans
un modèle de Kitaev. Les données sont tracées en xy/T (avec ~ = kB = 1) en fonction de
la température normalisée T/J . Différents champs magnétiques h̃/J sont affichés. La valeur
atteinte à T ! 0 est égal à ⇡/12, comme le prédit l’équation (2.4). La figure provient de [43].

à la force de Lorentz.

Notons toutefois que les auteurs n’ont pas discuté dans l’article du rôle des ions de Tb3+

(voir section 1.4.3). Selon Mori et collaborateurs, la diffusion asymétrique des phonons sur
les ions superstoechiométriques générerait un effet Hall thermique non négligeable [29]. Plus
récemment, une étude d’effet Hall thermique sur (Tb0.3Y0.7)2Ti2O7, composé où les ions
Tb3+ sont substitués par Y3+, montre un effet Hall thermique de grandeur comparable à
Tb2Ti2O7 [38]. Leur conclusion est que les phonons sont responsables du signal, puisque le
mécanisme d’excitation magnétique est grandement modifié. Cela suggère une révision de
l’interprétation de Hirschberger et collaborateurs de l’origine de l’effet Hall thermique dans
Tb2Ti2O7.

Suite à cette découverte, la théorie sur l’effet Hall de spin par le groupe de Lee s’est
raffinée [39] et d’autres mesures dans d’autres isolants magnétiques frustrés ont rapporté la
présence d’excitations de spins par des mesures de xy [40, 41, 42].

En 2017, une étude de Nasu et collaborateurs [43] prédit que dans les candidats liquides
de spin de type Kitaev [44], un effet Hall thermique non nul serait généré par des fermions
de Majorana. Ainsi, la mesure d’un effet Hall thermique quantifié serait une preuve directe
de l’existence de ces quasi-particules quantiques qui sont à la fois leurs antiparticules, jamais
mesurées à ce jour, tout en confirmant que le système est un liquide de spin. La notion
d’effet Hall thermique quantifié est importante dans ce modèle. En effet, dans ce modèle
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(a) (b)

Figure 2.5 (a) xy/T en fonction du champ magnétique Hk et H? dans ↵-RuCl3. La ligne
pointillée correspond à la valeur théorique prédite de la quantification de l’effet Hall thermique
pour le modèle de Kitaev. (b) xy/T en fonction de la température dans ↵-RuCl3. Pour un
champ H? = 7 T et 4.6 T, un plateau apparaît sous 5 K. La figure provient de [45].

magnétiquement frustré, lorsqu’un champ magnétique est appliqué, un gap se crée dans la
densité d’état de volume. Ce gap est non-trivial, générant ainsi des états de bords où les
fermions de Majorana peuvent se déplacer. Ces derniers conduisent la chaleur comme [45]


2D

xy

T
=

1

2

✓
⇡k

2

B

6~

◆
, (2.4)

où 
2D

xy
est la conductivité thermique transverse par plan bidimensionnel, et kB la constante

de Boltzmann. Ainsi, l’effet Hall thermique est quantifié en unité de conductance ⇡k
2

B
/6~.

Le facteur 1/2 vient du fait que les fermions de Majorana ont moitié moins de degré de
liberté qu’un électron, puisqu’ils n’ont pas de charge électrique. Dans l’étude de Nasu [43],
les simulations de type Monte Carlo quantique ont montré qu’à très basse température, la
quantification de l’effet Hall thermique est possible (voir figure 2.4).

En 2018, Kasahara et collaborateurs ont publié une étude qui suggère la quantification de
l’effet Hall thermique dans le composé ↵-RuCl3 [45, 46]. L’étude montre que pour une gamme
de champ magnétique restreinte (environ 1 T autour de 7 T) ainsi que pour des températures
entre 3 et 6 K, un plateau apparaît dans xy/T . Dans ce composé, une composante du champ
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magnétique doit être appliquée dans le plan (Hk) pour supprimer l’ordre antiferromagnétique
présent. Les données sont présentées à la figure 2.5. Cette découverte suggère donc la présence
de fermions de Majorana dans ↵-RuCl3. Le même groupe a reproduit ses résultats dans
différents échantillons [47] et suggère que la quantification de l’effet Hall thermique n’est
possible que dans des échantillons de très bonne qualité [48, 49].

Plus récemment, en 2022, le groupe de Takagi prétend avoir reproduit ces résultats, en
montrant un plateau autour de 5 K de xy/T , mais pour des champs plus élevés (H = 10.3 T
à 13.2 T) [50]. Cependant, l’étude de la conductivité thermique transverse dans ↵-RuCl3 est
très controversée. En effet, de nouvelles études expérimentales suggèrent une interprétation
complètement différente, soit des paramagnons [51], des magnons topologiques [52] ou des
phonons [53]. Ces nouvelles études ne montrent pas la quantification de l’effet Hall.

2.1.2 Effet Hall thermique dans les cuprates

Les cuprates supraconducteurs, découverts en 1986 par Bednorz et Müller [4], ont ré-
volutionné le domaine des matériaux quantiques. Ces céramiques de cuivre et d’oxygène
peuvent être dopées en trous ou en électrons afin de révéler différentes phases de la ma-
tière, dont une phase supraconductrice à haute température critique (Tc). Cette découverte
a suscité beaucoup d’enthousiasme dans la communauté, tant d’un point de vue d’appli-
cation technologique de la supraconductivité à température ambiante que du point de vue
théorique. Contrairement aux supraconducteurs dits conventionnels, c’est-à-dire dont le mé-
canisme d’appariement est décrit par la théorie Bardeen, Cooper et Schrieffer (BCS) [54]
faisant intervenir l’interaction électron-phonon responsable des paires de Cooper, le méca-
nisme derrière la supraconductivité à haute Tc dans les cuprates demeure inconnu à ce jour.
Aujourd’hui encore, après plus de trente ans de recherche sur les cuprates, la multitude de
phénomènes physiques qui apparaissent dans le diagramme de phase des cuprates ne cesse de
nous surprendre. Et de nouvelles expériences, dont l’effet Hall thermique, nous permettent
d’en apprendre encore d avantage !

Structure cristalline de base

Le dénominateur commun des cuprates à haute Tc est une structure composée de plans
bidimensionnels de cuivre et d’oxygène (CuO2) séparés de couches isolantes. Ces couches
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Figure 2.6 Structure cristalline de deux cuprates isolants de Mott. Nd2Cu2O4 est le com-
posé parent des cuprates dopés en électrons Nd2�xCexCuO4. La2CuO4 est le composé parent
des cuprates dopés en trou La2�xBaxCuO4 et La2�xSrxCuO4. Ces deux composés ont des
structures tétragonales. La différence majeure dans la structure est la présence d’oxygènes
apicaux pour les cuprates dopés en trous.

isolantes, habituellement composées de terres rares, font office de réservoirs de charges en
donnant ou acceptant des électrons des couches de CuO2. Ce sont ces plans de CuO2 qui
confèrent la structure électronique bidimensionnelle de ces composés, puisque ces plans sont
peu couplés entre eux à cause des couches isolantes.

Les différentes familles des cuprates s’obtiennent en changeant la composition de ces
réservoirs de charge. De plus, en effectuant des substitutions chimiques au sein d’une même
famille, il est possible de changer le nombre d’électrons disponibles pour les plans de CuO2.
C’est ce que l’on appelle le dopage. Celui-ci, défini par p ou x, indique le nombre de porteurs
de charge par atome de cuivre. Ces porteurs peuvent être des trous (p) ou des électrons (x).
Le dopage est nécessaire pour obtenir la supraconductivité dans les cuprates, car sans lui, les
cuprates sont des isolants. La figure 2.7 montre un diagramme de phase général du dopage
en fonction de la température pour les cuprates.

Isolant de Mott

La théorie des bandes prédit pourtant que les cuprates sont des métaux à dopage nul.
Cette prédiction erronée est due au fait que les calculs standards de la théorie des bandes ne
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Figure 2.7 Diagramme de phase dopage-température des cuprates montrant deux types de
dopage : à gauche les dopés en trou (comme La2Sr2CuO4) et à droite les dopés en électron
(comme Nd2�xCexCuO4). La phase antiferromagnétique (AF) sous TN et la phase supra-
conductrice (SC) sous Tc sont indiquées. T

⇤ désigne la phase pseudogap. On note que ce
diagramme de phase n’est pas symétrique. La figure provient de [55].

prennent en compte que les interactions des électrons avec le réseau, et négligent les interac-
tions électrons-électrons. Dans le cas des systèmes fortement corrélés, dont les cuprates, les
interactions électrons-électrons sont nécessaires à la représentation adéquate du système. Ce
sont ces interactions qui mènent à l’état isolant à dopage nul, appelé «isolant de Mott».

Au sein des plans CuO2, les atomes de cuivre sont entourés de quatre oxygènes voisins.
Le cuivre se trouve sous forme ionique Cu2+ avec la configuration orbitale 3d9. Naïvement,
le dernier niveau électronique du cuivre étant à demi rempli, on s’attendrait à observer un
comportement métallique où il y a une hybridation entre les niveaux d’énergie du cuivre
et de l’oxygène (voir figure 2.8 (b)). Cependant, ce n’est pas le scénario observé. Dû à la
structure tétragonale du système, le dernier niveau d’énergie du cuivre est le 3dx2�y2 tandis
que les orbitales des atomes d’oxygène O2�, soit 2px et 2py, sont dans le plan [56]. Ainsi,
les orbitales remplies 2p se trouvent entre le niveau d’énergie vide et celui rempli du cuivre,
tel que montré à la figure 2.8. Il est donc très difficile, énergiquement parlant, de déplacer
un électron d’un site de cuivre à un autre puisque l’énergie coulombienne U est beaucoup
plus grande que le gap isolant �. Cette configuration particulière porte le nom d’isolant de
transfert de charge et est un cas particulier de l’isolant de Mott dans lequel une bande pleine
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(a) (b) (c)

Figure 2.8 (a) Représentation schématique du plan CuO2 des cuprates. La structure élec-
tronique des plans implique l’hybridation des orbitales 3dx2�y2 des atomes de cuivre avec les
orbitales px et py des atomes d’oxygène. (b) Schéma de bande en l’absence de l’interaction
coulombienne des plans CuO2, avec la seule bande issue de l’hybridation de l’orbitale 3d et 2p.
Nous obtenons un demi-remplissage. (c) Schéma de bande de l’isolant de transfert de charge
en tenant compte de l’interaction coulombienne U qui sépare l’orbitale 3d du cuivre en deux
et ouvrant un gap de transfert �. Les figures sont issues des références [57, 58].

sépare les deux bandes du modèle de Hubbard [56].

Le modèle de Hubbard à une bande permet de bien rendre compte des propriétés micro-
scopiques des cuprates. Ce modèle suppose un réseau carré où les électrons sont situés sur
les sites de cuivre des plans CuO2. Le Hamiltonien de Hubbard est

H =

X

ij,�

tij

⇣
c
†
i,�
cj,� + c.h.

⌘
+ U

X

i

ni,"ni,# , (2.5)

où c
†
i,�

est l’opérateur de création d’un électron sur le site i de spin � et ni,� = c
†
i,�
ci,� est

l’opérateur densité d’électrons de spin � sur le site i. U est l’interaction coulombienne qui
agit sur deux électrons de spins opposés lorsqu’ils sont situés sur le même site et tij l’intégrale
de saut entre les sites i et j. Le premier terme en est un d’énergie cinétique, tandis que le
deuxième est à l’origine du gap observé dans les isolants de Mott. Ce Hamiltonien traduit
donc la compétition entre le terme coulombien qui tend à localiser les électrons sur leur site,
et l’énergie cinétique qui tend à les délocaliser. Dans le cas d’un isolant de Mott, l’interaction
coulombienne est si forte (U � W , où W est la largeur de bande ou l’énergie nécessaire pour
déplacer deux électrons sur un même site i), qu’il en résulte que les électrons sont localisés,
donnant lieu à un comportement isolant.
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Propriétés magnétiques

À dopage nul, les cuprates sont des composés antiferromagnétiques (AF) en plus d’être
isolants. Sous une température appelée température de Néel (TN), les spins électroniques
sur les sites de cuivre voisins s’ordonnent de façon antiparallèle. Le recouvrement des or-
bitales d’oxygène et de cuivre crée une interaction magnétique de super-échange entre les
premiers voisins, favorisant l’échange d’électron de spins opposés entre deux sites [59]. Il en
résulte un ordre antiferromagnétique à longue portée de vecteur d’onde ~Q = (⇡, ⇡). Cet état
électronique peut être caractérisé par le Hamiltonien de Heisenberg

HHeisenberg = �J

X

<ij>

~Sj ·
~Si , (2.6)

avec J = 4t
2
/U le paramètre d’échange et Si l’opérateur de spin au site i. L’interaction

antiferromagnétique énergétiquement favorable (J > 0) amène le système à former un état
antiferromagnétique où les spins alternent de direction d’un site à l’autre.

Lorsque le système fondamental est dopé, que ce soit en trous ou en électrons, cet ordre
antiferromagnétique est brisé. La température TN diminue quand le dopage augmente jusqu’à
ce que l’ordre antiferromagnétique disparaisse. Cela a lieu à plus haut dopage dans les cu-
prates dopés en électrons, autour de x = 0.13 [60] pour Nd2�xCexCuO4 (NCCO), tandis que
l’ordre AF disparaît plus rapidement pour les cuprates dopés en trous, autour de x = 0.02

pour La2�xSrxCuO4 (LSCO) et La1.8�xEu0.2SrxCuO4 (Eu-LSCO) [61].

Diagramme de phase des cuprates dopés en trous

C’est le dopage qui permet d’avoir accès aux différentes phases de la matière dans les
cuprates. Concentrons-nous pour le moment sur les cuprates dopés en trous. Lorsque l’on
dope en trous le système, on enlève un électron du plan CuO2, permettant aux électrons de
sauter d’un site à un autre. Plus le nombre de trous est grand, plus la mobilité électronique
est grande. Un exemple typique du diagramme de phase est présenté à la figure 2.9.

À bas dopage se trouve la phase antiferromagnétique (AF) délimitée par la température
TN , mais plus le dopage augmente, plus l’ordre antiferromagnétique se détériore jusqu’à
disparaître. Dès la fin de la phase antiferromagnétique, une phase supraconductrice délimitée
par une température critique Tc apparaît. Cette phase, caractérisée par une résistivité nulle et
un diamagnétisme parfait, a fait la renommée des cuprates puisque leur température critique
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Figure 2.9 Diagramme de phase température-dopage typique des cuprates dopés en trous.
À bas dopage, nous avons la phase antiferromagnétique (AF) isolante (en brun). La phase
pseudogap, délimitée par la température T

⇤ et le dopage critique p
⇤ est indiqué en jaune. À

dopage intermédiaire apparaît un ordre de charge nommé onde de densité de charge (ODC, ou
CDW en anglais) (en bleu). La phase supraconductrice se situe sous la température critique
Tc (ligne pointillée). À plus haut dopage, vers la fin du dôme supraconducteur, les cuprates
sont de relativement bons métaux décrits par la théorie de liquide de Fermi (FL, en anglais).
Autour du point critique p

⇤, les cuprates ont un comportement de métaux étranges (SM, en
anglais) en blanc. La figure est tirée de [62].
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Figure 2.10 Exemple de symétries de gaps supraconducteurs sur une surface de Fermi 2D
circulaire. À gauche, un gap s-wave isotrope et à droite un gap d-wave de symétrie dx2�y2

anisotrope où le gap change de signe.

peut atteindre des températures allant jusqu’à 135 K dans HgBa2Ca2CuO3Ox à pression
ambiante [63]. Sous pression, cette valeur augmente jusqu’à 164 K [64]. Nous sommes donc
à mi-chemin d’un supraconducteur à température ambiante.

Tel que mentionné précédemment, les cuprates ont un mécanisme de supraconductivité
dit non conventionnel, c’est-à-dire qu’il n’est pas décrit par la théorie BCS. Dans un méca-
nisme de supraconductivité conventionnel, les électrons de vecteurs d’onde et de spins opposés
forment des paires, appelées paires de Cooper. Ces paires sont créées par les interactions cou-
lombiennes positives que les électrons ont avec les ions du réseau. Ces paires forment un état
cohérent macroscopique qui brise la symétrie de jauge et ouvre un gap isotrope d’énergie
� au niveau de Fermi (appelé s-wave). Dans le cas des cuprates, le mécanisme responsable
de la supraconductivité ouvre, quant à lui, un gap anisotrope au niveau de Fermi (appelé
d-wave). Ce gap s’annule à certains points spécifiques appelés nœuds. De plus, le signe du
gap varie entre les différents endroits où le gap est nul.

Afin d’étudier l’état fondamental sous-jacent des cuprates en l’absence de la supracon-
ductivité, il est possible de briser les paires de Cooper et d’atteindre l’état normal. Expéri-
mentalement, la suppression de la supraconductivité est faite par l’application d’un champ
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p

Figure 2.11 Déplacement de Knight dans Bi2Sr2�xLaxCuO6+� en fonction de la tempéra-
ture pour différents dopages. Plus le dopage augmente, plus la température où la densité d’état
commence à chuter diminue. Cela délimite T

⇤. Lorsque p > p
⇤, le déplacement de Knight est

indépendant de la température, tel qu’attendu pour un métal. La figure provient de [66].

magnétique externe normal au plan de CuO2. Le champ minimal Hc2 indique le champ à
appliquer pour supprimer toute trace de supraconductivité. Ce dernier varie d’un cuprate à
l’autre et d’un dopage à l’autre. Par exemple, pour Yba2Cu3Oy (YBCO), où T

max

c
= 94 K,

Hc2 montre deux pics dans le diagramme dopage-champ critique, avec un maximum de 150 T
pour p = 0.2 [65]. Pour LSCO, Hc2 a une valeur maximale autour de 60 T [62] à p = 0.17,
tandis que pour La1.6�xNd0.4SrxCuO4 (Nd-LSCO), Hc2 est plutôt autour de 15 T [62].

Outre la phase supraconductrice, le diagramme de phase des cuprates présente une phase
appelée pseudogap. Cette phase est délimitée par une température T

⇤ et un dopage critique
p
⇤. Elle sera abordée plus en détail dans la prochaine sous-section. Sous cette phase, on

retrouve un ordre de charge (charge density wave (CDW) en anglais). Cet ordre consiste à
la modulation unidirectionnelle de la densité de charges, qui brise la symétrie de translation
du réseau cristallin. Notons que celle-ci interagit avec la phase supraconductrice : le dôme
supraconducteur est légèrement diminué lorsque la phase CDW est à son maximum.

Phase pseudogap

La phase pseudogap constitue l’un des plus grands mystères des cuprates dopés en
trous [56]. Elle est définie, comme son nom l’indique, par l’ouverture partielle d’un gap
dans la densité d’états sous une température T

⇤. Il existe de nombreuses signatures expé-
rimentales de la phase pseudogap. La première observation de cette phase a été faite par
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Figure 2.12 (a) Diagramme de phase du cuprate Nd-LSCO [69] (b) Le panneau de droite
montre l’ouverture d’un gap partiel dans la densité d’états pour les dopages inférieurs à
p
⇤ = 0.23. Toutes les mesures ont été prises à une température supérieure à Tc. Le panneau

de droite montre l’évolution de la densité d’état en fonction de la température au dopage
p = 0.20. Sous T

⇤, un gap partiel s’ouvre. Les données proviennent de [68].

des mesures de résonance magnétique nucléaire (RMN) dans YBCO [67]. Le déplacement
de Knight (Knight shift en anglais), déterminé par la susceptibilité de spin, est directement
relié à la densité d’états au niveau de Fermi. Pour un métal ordinaire, il est constant en
fonction de la température. Dans les cuprates, le déplacement de Knight montre une chute
en fonction de la température qui décroit. Cette chute n’est pas attribuée à Tc, puisqu’elle
apparaît à des températures beaucoup plus élevées, ainsi que pour de plus faibles dopages.
Cela est montré à la figure 2.11 dans le cas du cuprate Bi2Sr2�xLaxCuO6+� [66].

Une autre mesure caractéristique de la phase pseudogap a été obtenue par l’ARPES
(Angle-Resolved Photoemission Spectroscopy en anglais). Cette méthode permet de sonder
directement la densité d’états au niveau de Fermi, et ce pour différentes orientations dans
l’espace réciproque. Ces mesures ont permis de déterminer que cette perte de densité d’états
observée en RMN est située dans la région anti-nodale de la surface de Fermi [68]. La fi-
gure 2.12 (b) montre des résultats d’ARPES dans le cuprate Nd-LSCO en fonction du dopage
dans le panneau de gauche ainsi qu’en fonction de la température dans le panneau de droite.
Toutes les mesures sont dans l’état normal. Ainsi, sous une température T

⇤, il y a une tran-
sition dans le poids spectral qui s’apparente à l’ouverture d’un gap partiel. Cela est aussi
observé en fonction du dopage. Pour p < p

⇤, un gap partiel s’ouvre tandis que pour p = 0.23,
la densité d’état reste intacte.
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(a) (b)

Figure 2.13 (a) Diagramme de phases du cuprate LSCO montrant le dopage en fonction
de la température. n représente la puissance de T des courbes de résistivité montrées en
(b). On observe donc une certaine plage de température linéaire près de p

⇤. (b) Résistivité en
fonction de la température pour LSCO à différents dopages (rouge), ainsi que leurs régressions
polynomiales respectives (bleu). Les figures proviennent de [72].

Cette perte de densité d’états est aussi observée dans les mesures de transport. Une
signature connue est la remontée en fonction de la température sous T

⇤ de la résistivité
linéaire. (Notons que cette valeur de T

⇤ obtenue par des mesures de transport peut être
différente de celle mesurée par le déplacement de Knight). À très haut dopage, les cuprates
sont des liquides de Fermi : ils présentent une résistivité électrique ⇢ / T

2 [70]. Lorsqu’on
diminue le dopage, jusqu’à p

⇤, on observe un comportement différent à basse température. La
dépendance en température de la résistivité dévie de la loi de puissance quadratique jusqu’à
un comportement linéaire dans la phase normale près de p⇤ [71, 72]. Cela a été observé dans
différents cuprates et semble même être une propriété universelle de ces derniers autour de
p
⇤ [73] ! Cette linéarité à T ! 0 peut être attribuée à une signature d’un point critique

quantique [74]. Effectivement, la linéarité de la résistivité à T ! 0 est attribuée à un point
critique antiferromagnétique pour différents matériaux dont le supraconducteur organique
(TMTSF)2X [75] ou encore le fermion lourd CeCu6 [76]. Par contre, cette théorie pour les
cuprates ne fait pas consensus dans la communauté.

L’étude de la résistivité dans l’état normal des cuprates a mis en évidence la déviation
de la résistivité linéaire dans la phase pseudogap. Cette déviation apparaît à T

⇤, lorsque
le cuprate entre dans la phase pseudogap. La figure 2.14 illustre bien ce comportement
dans le cuprate Nd-LSCO [71, 69]. Cela correspond également à ce qui a été observé en
ARPES dans ce même composé, confirmant l’entrée dans la phase pseudogap. Cette signature
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Figure 2.14 (a) Diagramme de phases du cuprate Nd-LSCO. (b) Courbes de résistivité
en fonction de la température, normalisée à 75 K, dans Nd-LSCO pour différents dopages.
Sous T

⇤, indiquée par les flèches, on observe une déviation de la linéarité de la résistivité.
(c) Dépendance en température du nombre de porteurs par plan CuO2 en fonction de la
température dans l’état normal de YBCO [77] et Nd-LSCO [69]. On observe une transition
de n = p à n = 1 + p au dopage critique p

⇤. Les figures proviennent de [69].

expérimentale a aussi été observée dans LSCO [78].

Les mesures de l’effet Hall dans les cuprates ont permis de confirmer que la remontée de
la résistivité est associée à une perte de porteurs dans la phase pseudogap [77, 79, 72]. Dans
un modèle simple, le nombre de Hall nH = V/ (eRH) dans la limite T ! 0, correspond à la
densité de porteur de charge. Comme le montre la figure 2.14 (c), la densité de porteurs par
atome de cuivre n passe de n = 1 + p dans l’état métallique (p > p

⇤) à n = p dans la phase
pseudogap (p < p

⇤). Ainsi, la remontée est une conséquence de cette perte de porteurs sous
p
⇤.

La nature métallique de la phase pseudogap a été mise en évidence par des mesures de
transport thermique, en vérifiant la loi de Wiedemann-Franz à T ! 0 [80, 81]. La vérification
de cette loi implique qu’il existe des quasiparticules bien définies à T ! 0 transportant la
charge et la chaleur, dans la phase normale des cuprates. La phase pseudogap ne serait donc
pas une transition d’un état métallique vers un état isolant [78], mais bien une transition
d’un métal étrange vers un moins bon métal.

De toute évidence, la phase pseudogap est caractérisée par un point critique p⇤ et apparaît
sous une température T

⇤. Les résultats des mesures de transport supportent l’idée que la
phase pseudogap présente une chute dans la densité de porteurs (tel que montré par l’effet
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Hall) ainsi qu’un comportement métallique (validé par la loi de WF). Même si ces évidences
expérimentales nous en apprennent beaucoup sur la nature de cette phase, son origine reste
inconnue.

Théories de la phase pseudogap dans les cuprates dopés en trous

Il existe de nombreux modèles pour décrire le comportement de la phase pseudogap
des cuprates dopés en trous. Un premier modèle, proposé par le professeur Varma suppose
une brisure de symétrie dans la phase pseudogap [82, 83]. Cette brisure de symétrie par
renversement du temps serait le résultat de boucles de courant présentes dans la maille
élémentaire des cuprates. Ces boucles de courant se termineraient à un point critique x = xc

à T = 0, générant un point critique quantique. Ce mécanisme serait lié à un ordre de longue
portée présent dans cette phase. Chakravarty et collaborateurs proposent, quant à eux, un
ordre de type onde de densité de symétrie dx2�y2 , brisant les symétries d’inversion du temps,
de translation et de rotation [84].

Le groupe du Professeur Tremblay propose plutôt un modèle décrivant le pseudogap
comme une conséquence des fortes corrélations associées à la physique de Mott [85, 86, 87, 88],
sans brisure de symétrie. En étudiant le modèle de Hubbard avec une approche utilisant la
théorie de champ moyen dynamique sur amas, Sordi et collaborateurs proposent que le
pseudogap soit caractérisé par la présence d’états singulets [85, 87]. Le pseudogap serait une
phase distincte du liquide de Fermi corrélé situé à plus haut dopage. Ces deux phases sont
séparées par une transition de phase du premier ordre (transition de Sordi) se terminant
par un point critique [86]. Lorsque la température est plus élevée que celle du point critique
qui termine la transition de premier ordre, le passage d’une phase à l’autre s’effectue le long
d’une ligne qui s’étend à plus haute température à partir du point critique. Dans la théorie
des transitions de phase du premier ordre, cette ligne s’appelle une ligne de Widom [89].
Plusieurs définitions de la température T ⇤ sous laquelle le pseudogap apparaît correspondent
à un précurseur de la ligne de Widom. Ainsi, aucune brisure de symétrie n’est nécessaire pour
expliquer la phase pseudogap, seules les corrélations de spin à courte portée sont impliquées.

Finalement, une autre théorie intéressante est l’hypothèse de fluctuations de spins an-
tiferromagnétiques. Dans les cuprates dopés en électrons, les mesures de diffraction de neu-
tron [60] montrent la présence de fluctuations antiferromagnétiques au-delà de TN , jusqu’à
une température T ⇤. Une perte de poids spectral est aussi observée aux croisements de la sur-
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face de Fermi avec la zone antiferromagnétique (appelés points chauds) [90, 91]. Dans le cas
des cuprates dopés en électrons, ces deux observations expérimentales sont la présence d’un
pseudogap antiferromagnétique [55]. Des calculs de TPSC (Two-Particle Self-Consistent en
anglais) dans les cuprates dopés en électrons peuvent reproduire T

⇤ [92] ainsi que le dôme
supraconducteur d-wave à l’aide d’un modèle de fluctuations antiferromagnétiques à longue
portée [93]. Analogiquement, du côté des cuprates dopés en trous, le pseudogap pourrait lui
aussi être causé par la présence d’un ordre magnétique. D’autres calculs numériques utili-
sant le modèle de Hubbard en 2 dimensions suggèrent d’ailleurs que les fluctuations AF à
longue portée seraient précurseures de la phase pseudogap des deux côtés du diagramme
de phase [94, 95, 96]. Expérimentalement, une signature de fluctuations de spins AF a été
observée récemment dans la phase pseudogap des cuprates dopés en trous [97]. De plus,
de récentes mesures RMN et ultrasons révèlent qu’un magnétisme statique existe à basse
température dans le cuprate LSCO jusqu’au point critique p⇤ [98].

Effet Hall thermique comme sonde des cuprates dopés en trous

L’effet Hall thermique a été mesuré dans l’état supraconducteur du cuprate YBa2Cu3O7

dans le but de déterminer le libre parcours moyen des quasiparticules. Dans l’état supra-
conducteur, les électrons se condensent et forment des paires de Cooper ne transportant pas
l’entropie. Cependant, dans le cas d’un supraconducteur d-wave, les excitations à énergie
nulle situées sur les noeuds permettent l’observation d’une contribution finie dans la limite
T ! 0, et ce, même à champ magnétique nul. Ainsi, le but ici est d’utiliser la mesure d’effet
Hall afin que seules les quasiparticules soient déviées par le champ magnétique dans le but de
mesurer leur libre parcours moyen et d’estimer la pureté du cristal. Pour ce faire, Krishana
et collaborateurs ont mesuré la dépendance en champ jusqu’à 14 T de xy [99]. Le signal est
positif, en raison de la surface de Fermi de type trou à ce dopage. (Ici, un éventuel xy des
phonons est considéré comme négligeable.) Leurs résultats sont présentés à la figure 2.15.
Pour T > Tc, xy(B) est linéaire en champ dans l’état normal métallique. Pour T < Tc,
xy(B) développe une courbure négative qui augmente plus la température diminue. L’inter-
prétation des auteurs est que les quasiparticules sont déviées par les vortex qui apparaissent
sous Tc, limitant ainsi leur taux de diffusion ⌧ . À l’aide de lissages de la forme

xy =
pB

[1 + ↵|B|/�0]
2
, (2.7)
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p 
= 

Figure 2.15 (a) Effet Hall thermique xy en fonction du champ magnétique B pour diffé-
rentes températures dans Yba2Cu3O7 avec une Tc = 91.8 K. Les lignes pointillées montrent
des lissages selon l’équation (2.7) pour déterminer les deux paramètres libres ↵ et p. (b) La
dépendance en température du paramètre de lissage p, déterminé comme p = limB!0 xy/B

(cercles pleins). (c) Le paramètre ↵ en fonction de la température (échelle de droite). Sur
l’échelle de gauche, le libre parcours moyen en fonction de la température est tracé. La sous-
figure compare l0 obtenu à l’aide de ↵ avec C

p
p. C est une constante de proportionnalité

pour que les données concordent à haute température. La figure provient de [99].

où p et ↵ sont des paramètres libres et �0 le quantum de flux, les auteurs ont pu extraire le
libre parcours moyen l0. Selon leurs calculs, l0 ⇠

p
p(T ) et ↵ = l0�, avec � la conductivité de

Hall. Krishana et collaborateurs ont montré que sous Tc, le libre parcours moyen augmente
drastiquement, passant de 90 Å à 90 K à 2500 Å à 15 K, montrant que les quasiparticules
d-wave atteignent un libre parcours moyen beaucoup plus long que les électrons au-dessus
de Tc.

Grissonnanche et collaborateurs ont fait l’étude de la conductivité thermique transverse
dans YBa2Cu3Oy (YBCO) p = 0.11 [12]. En effectuant des mesures à hauts champs magné-
tiques intenses (jusqu’à H = 35 T), champ suffisant pour supprimer la supraconductivité
(Hc2 = 24 T), ils ont pu vérifier la loi de WF dans le canal transverse de ce système et
confirmer l’état métallique de la phase normale de ce cuprate.

La figure 2.16 montre l’évolution de la conductivité thermique transverse en fonction du
champ magnétique. À très basse température T = 0.7 K, la loi de WF est vérifiée, confirmant
donc l’origine électronique de la phase normale à ce dopage. Notons ici que xy/T à basse
température est négatif, puisque �xy l’est lui aussi à cette température. L’évolution du signe
de �xy(T ), allant de positif à haute température (T > 60 K) à négatif plus la température
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Figure 2.16 (a) xy/T en fonction du champ magnétique H à T = 0.7 K dans le cuprate
YBCO p = 0.11. La bande grise indique Hc2 = 24 ± 1 T. La ligne pointillée bleue indique
L0�xy. (b) Ratio de Lorentz dans le canal transverse Lxy en fonction du champ magnétique H.
On observe que la loi de WF est respectée dans l’état normal du cuprate. La figure provient
de [12].

décroit s’explique par la reconstruction de la surface de Fermi qui a lieu à ce dopage [100]
causée par l’apparition d’un ordre de charge (CDW) (figure 2.9). On passe alors d’une surface
de Fermi de type trous à une petite poche d’électron, expliquant donc le signe négatif de
l’effet Hall électrique et thermique dans YBCO à p = 0.11 [101].

Afin de poursuivre les études sur la phase pseudogap, l’effet Hall thermique a été utilisé
pour la première fois pour mesurer l’état normal des cuprates. Grissonnanche et collabora-
teurs ont fait l’étude de l’effet Hall thermique dans le cas des cuprates de la famille LSCO [2].
Tel que montré précédemment, à l’extérieur de la phase pseudogap, les cuprates ont un com-
portement métallique. Ainsi, il est attendu que l’effet Hall thermique sonde les excitations
électroniques présentes dans cette phase. C’est ce qui est observé à la figure 2.17 dans le cu-
prate Nd-LSCO p = 0.24 où la loi de Wiedemann-Franz est respectée (voir figure 2.17 (c)).
De façon surprenante, la même mesure effectuée à un dopage légèrement inférieur, soit à
p = 0.20, montre un comportement nouveau et inattendu : un effet Hall thermique négatif
lorsque la température décroit (voir figure 2.17 (a)). Cela n’est pas en accord avec les mesures
d’effet Hall électrique (voir figure 2.18) qui détermine un coefficient de Hall positif sur toute
la gamme de températures. Ainsi, il y a une grande déviation des résultats expérimentaux
lorsque l’on compare le canal thermique xy(T ) et le canal électrique �xy(T ) = RH(T )H.

Curieusement, cet effet Hall thermique négatif augmente plus le dopage diminue, pour
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(a) (b) (c)

Figure 2.17 Mesure de la conductivité thermique transverse, xy/T , en fonction de la
température à 18T pour Nd-LSCO (a) p = 0.20 et (c) p = 0.24. (b) Diagramme de phase du
cuprate Nd-LSCO. Le dopage critique p

⇤ est indiqué ainsi que la température T
⇤ à laquelle

le pseudogap apparaît. La figure provient de [2, 69].

(a) (b)

Figure 2.18 (a) Courbes de résistivité en fonction de la température dans l’état normal de
Nd-LSCO p = 0.20 (rouge) et p = 0.24 (bleu). (b) Courbes de l’effet Hall RH en fonction de
la température pour ces mêmes échantillons. Les données proviennent de [71].
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(a) (b)

Figure 2.19 (a) Diagramme de phase de Nd-LSCO, Eu-LSCO et LSCO montrant les zones
antiferromagnétiques sous la température TN (gris) ainsi que la phase pseudogap sous T ⇤. La
plage de températures des données expérimentales est indiquée par les bandes de couleur. Ce
diagramme montre que toutes les données, à l’exception de La2CuO4, ont été prises dans des
régions non magnétiques. (b) Conductivité thermique transverse xy/T en fonction de T pour
Nd-LSCO p = 0.20 (vert), Eu-LSCO p = 0.08 (bleu), LSCO p = 0.06 (rouge) et La2CuO4

p = 0 (brun) à H = 15 T. La figure provient de [2].

devenir maximal à l’isolant de Mott La2CuO4 (p = 0) (voir figure 2.19) [2]. En d’autres
mots, plus le composé devient isolant, plus son effet Hall thermique est grand (pour un
même champ magnétique) !

L’origine de ce signal a tout de suite suscité un grand engouement dans la communauté.
Notons que puisque le signal est présent dans l’isolant de Mott, à p = 0, l’origine électronique
de ce signal peut être écartée. Effectivement, à p = 0 les électrons de conduction sont
localisés et ne contribuent pas au transport. De plus, tel que montré à la figure 2.17, la loi
de Wiedemann-Franz n’est pas respectée dès que l’on entre dans la phase pseudogap. Les
auteurs réfutent aussi l’idée que ce signal proviendrait des magnons, puisque les mesures ont
toutes été effectuées dans des phases ne présentant aucun ordre magnétique à longue portée,
à l’exception de La2CuO4.

Cette découverte majeure dans le domaine des cuprates ouvre donc la porte à différents
scénarios. La grande question est : quelle est l’origine de l’effet Hall thermique négatif dans la
phase pseudogap des cuprates ? À la suite de cet article, de nombreuses études théoriques ont
suggéré différents scénarios. Différentes avenues sont étudiées telle la présence d’excitations
plus exotiques dont une phase topologique [102], la présence de magnons [103] et même la
présence de phonons [104].
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Fe2Mo3O8

Figure 2.20 Effet Hall thermique dans le composé multiferroïque Fe2Mo3O8 en fonction
du champ magnétique. La figure provient de [105].

2.1.3 Effet Hall thermique des phonons

Il était connu, depuis la découverte d’un effet Hall thermique non nul dans le grenat
Tb3Ga5O12 (TGG) [20], que les phonons, peuvent sous certaines conditions [23, 24, 25, 26],
générer un effet Hall thermique non nul (voir section 1.4.3). Ce signal reste toutefois petit
(�Ty de l’ordre de 200 µK à 5.45 K ). Le mécanisme responsable de l’effet Hall thermique
dans TGG est la diffusion asymétrique des phonons sur des ions superstoechiométriques
Tb3+ [29].

En 2017, dans l’isolant multiferroïque Fe2Mo3O8, Ideue et collaborateurs ont signalé
la présence d’un effet Hall thermique des phonons beaucoup plus grand [105]. Les multifer-
roïques sont des systèmes présentant un très fort couplage entre le réseau ionique et les spins,
les phonons sont fortement influencés par les structures magnétiques. La mesure d’effet Hall
thermique a permis de montrer l’influence de ce couplage entre les ions et les spins du réseau
sur les phonons de basses énergies dans la phase ferrimagnétique. Le signal mesuré ici est
de l’ordre d’une vingtaine de mK/Km à 30 K et 10 T (voir figure 2.20). L’amplitude de ce
signal est du même ordre de grandeur que ce qui est observé dans les cuprates [2].

Un grand effet Hall thermique a été observé dans l’isolant paraélectrique SrTiO3 par Li
et collaborateurs [106]. Les résultats sont montrés à la figure 2.21. Puisque ce matériau est
isolant, la conductivité thermique longitudinale (xx) est clairement attribuée aux phonons.
Étant donné que la dépendance en température de xy(T ) est la même que xx(T ), les
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T (K) T (K)

Figure 2.21 (a) Mesures de conductivité thermique dans SrTiO3 (noir) et KTaO3 (bleu).
(b) Mesures de conductivité thermique de Hall dans les mêmes composés tracées comme �xy

en fonction de la température. La figure provient de [106].

auteurs attribuent le signal xy entièrement aux phonons. Ce signal n’est pas une propriété
intrinsèque des systèmes paraélectriques, puisque l’isolant KTaO3 ne présente qu’un très
faible signal xy (voir figure 2.21(b)). La différence entre ces deux composés est que KTaO3

demeure cubique sur toute la gamme de température, tandis que SrTiO3 subit une transition
structurale (antiferrodistortive) sous 105 K qui entraîne la rotation des structures TiO6

du cristal [107]. Cela crée la présence de domaines structuraux polaires venant diffuser les
phonons. Les auteurs proposent que cette diffusion cause l’effet Hall thermique. L’étude du
cyclage thermique générant de nouveaux domaines et donc différentes amplitudes dans xy

supporte cette hypothèse.

Peu de temps après l’observation d’un effet Hall thermique dans la phase pseudogap
des cuprates dopés en trou, Grissonnanche et collaborateurs ont présenté une nouvelle étude
démontrant que le signal xy observé était attribuable aux phonons [3]. En effectuant une
étude selon l’axe c des cuprates Nd-LSCO, où seuls les phonons sont mobiles dans cette
direction [108], l’effet Hall thermique zy est présent seulement dans la phase pseudogap, et
est nul au-delà (figure 2.22). Le signal observé est même isotrope dans La2CuO4, c’est-à-dire
xy(T ) ' zy(T ) (figure 2.23). Cette interprétation est basée sur l’étude du transport ther-
mique de l’isolant de Mott La2CuO4 effectuée précédemment par Hess et collaborateurs [108].
La conductivité thermique a été mesurée pour un courant parallèle (ab) et perpendiculaire
(c) aux plans CuO2 en fonction de la température. Les données sont présentées à la fi-
gure 2.24. La dépendance en température de c est celle attendue pour un comportement
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(a) (b)

Figure 2.22 Évolution de l’effet Hall thermique selon l’axe c des cuprates à travers le dia-
gramme de phase. (a) Diagramme de phase dopage température montrant la phase pseudogap
sous T

⇤ et p
⇤ (orange). Les bandes bleu et vert indique la gamme de température où l’effet

Hall thermique a été mesuré de part et d’autre de p
⇤. (b) zy/T en fonction de la température

T (i.e. J k c) pour Nd-LSCO p = 0.24 (vert), p = 0.21 (bleu) et p = 0 (rouge). La figure
provient de [3].

Figure 2.23 Conductivité thermique de Hall en fonction de la température sous un champ
magnétique de H = 15 T dans La2CuO4. Les données sont tracées ny/T pour deux directions
de chaleur : J k a (n = x, courbe bleue) et J k c (n = z, courbe rouge). La figure provient
de [3].
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Figure 2.24 Conductivités thermiques ab = xx (cercles ouverts), c = zz (cercles fermés)
et mag (carrés ouverts) en fonction de la température dans l’isolant de Mott La2CuO4. La
figure provient de [108].

purement phononique, tandis que la dépendance en température de ab montre une remontée
à plus haute température suivie d’un large pic autour de 300 K. L’interprétation des auteurs
est qu’une autre contribution d’origine magnétique s’additionne à la conductivité thermique
des phonons pour ab. Puisque les excitations magnétiques sont purement bidimensionnelles,
elles ne contribuent pas au transport selon l’axe c et c’est pourquoi c est purement pho-
nonique. Considérant que ab(T ) = mag(T ) + ph(T ), les auteurs ont pu extraire mag de
la conductivité thermique pour obtenir la dépendance en température de la conductivité
thermique des magnons (carrés ouverts dans figure 2.24).

Ainsi, oui les magnons sont présents dans La2CuO4, mais puisque qu’ils ne contribuent
pas au transport hors plan, ils ne peuvent être responsables du signal d’effet Hall thermique
zy observé par Grissonnanche et collaborateurs [3]. Le fait que xy(T ) ' zy(T ) serait donc
une conséquence de ab(T ) ' c(T ) à basse température (T < 50 K).

Conséquemment, l’effet Hall thermique des phonons serait une nouvelle propriété ex-
périmentale de la phase pseudogap des cuprates dopés en trous. Par contre, le mécanisme
permettant aux phonons d’être déviés par un champ magnétique reste à découvrir. De plus,
qu’elle est la propriété de la phase pseudogap qui permet aux phonons de réagir au champ
magnétique ? Est-ce seulement une propriété des cuprates dopés en trous ? Ces nombreuses
questions demeurent pour le moment sans réponse, mais nous nous y attarderons plus en
détail dans le cadre de cette thèse.
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2.1.4 Théories de l’effet Hall thermique des phonons

Les différentes études présentées à la sous-section précédente ont suscité beaucoup d’in-
térêt dans la communauté scientifique. De nombreux groupes de recherche théorique se sont
penchés sur l’étude du transport thermique transverse des phonons. Quel est le mécanisme
qui permet aux phonons d’être déviés par un champ magnétique dans les cuprates, ou en-
core dans un isolant ? Dans cette sous-section, nous présentons un peu plus dans le détail les
récents développements théoriques du domaine.

Tout comme les électrons se couplant au champ magnétique via la force de Lorentz, les
phonons doivent eux aussi se coupler d’une certaine façon au champ magnétique. Il est pos-
sible de classer ces mécanismes selon deux scénarios, un intrinsèque et un autre extrinsèque.
Ce qui est entendu par scénarios intrinsèques sont les théories qui suggèrent un couplage
des phonons avec leur environnement avoisinant [109]. Cela inclut l’état électronique du sys-
tème où le couplage des phonons avec les spins présents [110]. Dans un cas de scénarios
extrinsèques, la chiralité proviendrait de diffusion asymétrique des phonons sur différents
types d’impuretés, par exemple sur des ions de terres rares [29], d’oxygène vacant [111], de
domaines structuraux [106] ou de diffusion résonnante sur des systèmes dynamiques [112].

Scénarios intrinsèques

Le professeur Varma a proposé une théorie de l’effet Hall thermique dans la phase pseu-
dogap des cuprates [109]. Selon cette approche, les phonons se coupleraient à un état élec-
tronique de boucles de courant présent dans la phase pseudogap venant briser la symétrie
d’inversion du temps. Ces boucles de courant de la phase pseudogap engendreraient, sous
la présence d’un champ magnétique, une distorsion dans le réseau, générant ainsi un effet
Hall thermique des phonons. Cette théorie vient appuyer l’idée que le pseudogap possède un
paramètre d’ordre de type boucle de courant [83]. Par contre, elle ne fonctionne que dans
le cas des cuprates dopés en trous, puisqu’un état de boucles de courant ne trouve aucune
signature expérimentale dans les cuprates dopés en électrons.

Le groupe du professeur Kivelson s’est aussi intéressé à l’effet Hall thermique des pho-
nons. Dans un premier article en 2020, Chen et collaborateurs proposent un mécanisme in-
trinsèque d’effet Hall thermique causé par la courbure de Berry des phonons auquel s’ajoute
un mécanisme extrinsèque de diffusions pour expliquer les résultats de SrTiO3 (STO) [104].
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Considérant le mécanisme intrinsèque en lui seul, les phonons acoustiques seuls ne génèrent
pas un effet Hall thermique du même ordre de grandeur que celui observé expérimentalement.

th

xy
est 10�4 fois plus petit que ce qui est observé dans STO [106]. Ainsi, les auteurs pro-

posent en complément un scénario extrinsèque de diffusions asymétriques sur les domaines
structuraux où xy serait augmentée d’un facteur proportionnel à la constante diélectrique,
multipliée par un couplage flexo-électrique du matériau. Le processus serait proportionnel au
libre parcours moyen des phonons. Cela expliquerait pourquoi dans le cas de KTaO3, l’effet
Hall thermique est négligeable, vu l’absence de domaines structuraux pouvant diffuser les
phonons et limiter le libre parcours moyen. Dans le cas de STO, les auteurs prédisent donc
un ratio xy/xx = 10

�3, qui est du même ordre de grandeur que celui de l’expérience.

Le groupe de Sachdev a proposé quelques théories pour expliquer l’effet Hall thermique
dans les isolants, dont RuCl3 [113]. Dans le cas des cuprates, le groupe Sachdev a proposé que
l’état isolant antiferromagnétique sous TN des cuprates serait à proximité d’une transition de
phase quantique vers un état topologique (semion topological order en anglais) [102]. Cette
proximité pourrait donner la chiralité aux phonons, en leur induisant une viscosité de Hall
(phonon Hall viscosity en anglais) générant un effet Hall thermique [114]. En effet, la viscosité
des phonons peut apparaître pour des phonons couplés à un système électronique gappé qui
brise la symétrie d’inversion du temps. Ce modèle intrinsèque suggère que la viscosité de
Hall des phonons est induite par un couplage spinon-phonon couplé au réseau cristallin
carré et au champ magnétique. Dans un deuxième modèle, Sachdev propose un mécanisme
extrinsèque de diffusion asymétrique sur des impuretés ponctuelles, où les phonons possédant
une viscosité de Hall généreraient un effet Hall thermique [115]. (Ce modèle est inspiré par
les résultats de Chen et collaborateurs [104].) Quoique les auteurs réussissent à générer un
effet Hall thermique non nul, l’ordre de grandeur xy/xx ⇡ 10

�6 est plus faible qu’observé
expérimentalement.

Balents et Savary proposent eux aussi un mécanisme intrinsèque de la conductivité des
phonons reliés à une viscosité de Hall des phonons [110]. Leur théorie s’applique aux cu-
prates isolants de Mott et peut être généralisée à d’autres isolants magnétiques. Leur modèle
repose sur des interactions spins-phonons dans le réseau ainsi que le couplage spin-orbite.
Cependant, l’effet Hall thermique calculé est 10�4 fois plus petit que ce qui est observé expé-
rimentalement. Les auteurs suggèrent donc eux aussi qu’un autre mécanisme extrinsèque de
diffusion asymétrique des phonons sur les spins locaux serait en jeu pour expliquer le grand
signal observé.
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Scénarios extrinsèques

Une approche différente a été proposée par Flebus et Macdonald [111]. Ces derniers
considèrent la diffusion asymétrique des phonons sur des défauts cristallins causés par un
manque d’atome d’oxygène. Cela générerait un défaut ionique, donc une charge locale, qui
lui serait influencé par la force de Lorentz en présence d’un champ magnétique. Ce modèle
requiert que le libre parcours moyen des phonons soit plus grand que la longueur thermique
des phonons acoustiques d’énergie ~! ⇠ kBT . De plus, le ratio xy/xx varie peu en fonction
de la température décroissante. Ainsi, le modèle prédit que les phonons acoustiques subiraient
une diffusion asymétrique sur les défauts ioniques influencés par la force de Lorentz, générant
un effet Hall thermique. Selon leurs estimations, xy/xx ⇡ �10

�3 serait du même ordre de
grandeur que La2CuO4. De plus, cette théorie ne s’applique pas seulement aux cuprates,
mais à n’importes quels oxydes diélectriques qui respectent les deux conditions du modèle.
Ce modèle prédit que xy devrait être beaucoup plus grand dans l’état isolant que l’état
métallique, car les électrons mobiles du métal écranterait la charge locale.

Le groupe de Kivelson propose une théorie plus générale impliquant un mécanisme ex-
trinsèque de diffusion asymétrique résonnante des phonons [112]. Cette théorie suppose la
diffusion asymétrique sur un système résonnant à trois niveaux comptant deux états excités
presque dégénérés soumis à un champ magnétique. À titre d’exemple de système, les auteurs
proposent un défaut dipolaire constitué d’une charge positive localisée et d’une charge né-
gative dynamique pouvant occuper n’importe lequel des quatre sites formant un carré dans
le plan xy (en supposant B = Bẑ). De plus, les auteurs supposent que les phonons sont les
porteurs de chaleurs dominant du système subissant des processus de diffusions élastiques.
Notons que ce modèle suppose que xy augmente de façon linéaire avec le champ magné-
tique. Ainsi, en utilisant les paramètres typiques des métaux oxydes de transitions et des ions
d’oxygène à titre d’impureté dynamique, les auteurs arrivent à reproduire un signal d’effet
Hall thermique semblable à celui observé dans La2CuO4.

Jusqu’à maintenant, aucune théorie ne permet d’expliquer exactement ce qui est observé
dans le cas des cuprates dopés en trous. Bien que les modèles de diffusion sur des impure-
tés ponctuelles ou magnétiques semblent générer un effet Hall thermique du bon ordre de
grandeur, cela n’explique pas l’absence d’effet Hall thermique des phonons à p = 0.24 [3].
De plus, certaines théories sont seulement spécifiques aux cuprates, et il sera montré dans
cette thèse que le phénomène d’effet Hall thermique des phonons semble beaucoup plus gé-
néral que préalablement pensé. Notons aussi que jusqu’à présent, l’origine du signe négatif
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de l’effet Hall thermique dans les cuprates demeure incompris.

2.2 Motivation de la thèse

La découverte d’un effet Hall thermique négatif qui apparaît dans la phase pseudogap des
cuprates dopés en trous [2] a soulevé un tsunami de questions dans la communauté. Quelle
est l’origine de ce signal qui croît quand la concentration de trous diminue ? Est-ce qu’il
s’agit d’une nouvelle signature de la phase pseudogap ? Qu’est-ce qui explique la présence
d’un effet Hall thermique dans un isolant de Mott ? Est-ce que ce signal est aussi présent
dans d’autres isolants ?

C’était le portrait de la situation lorsque ma thèse débuta en 2018. Dans le cadre de
cette dernière, la première question à investiguer est : qu’elle est l’origine du signal dans
la phase pseudogap des cuprates dopés en trous ? Quoique les mesures selon l’axe c des
cuprates suggère un effet Hall thermique des phonons, l’origine pourrait provenir des magnons
ou encore d’excitations plus exotiques. Pour faire la lumière sur l’origine de xy dans les
cuprates, et le mécanisme sous-jacent, j’ai étudié deux autres cuprates isolants de Mott, soit
Sr2CuO2Cl2 et Nd2CuO4, qui ont une structure similaire à La2CuO4 étudié précédemment [2],
mais des différences significatives. Cette étude, présentée au chapitre 4, confirme que l’origine
du signal provient des phonons, tout en éliminant divers mécanismes possibles derrière l’effet
Hall thermique des phonons.

Par la suite, le chapitre 5 fait état d’une étude exhaustive de l’effet Hall thermique dans
les cuprates dopés en électrons. Ces matériaux cousins des cuprates dopés en trous ont un
diagramme de phase aussi riche, mais mieux compris, que ces derniers. La mystérieuse phase
pseudogap des cuprates dopés en trous, caractérisée par une perte de la densité d’états dans
la région anti-nodale, est absente de ce côté du diagramme de phase. De plus, la phase anti-
ferromagnétique est présente jusqu’à plus haut dopage (x = 0.13 dans Nd2�xCexCuO4 [60]
comparé à p = 0.02 dans LSCO [61]) avant l’apparition de la supraconductivité. Dans cette
étude, portant sur Nd2�xCexCuO4 et Pr2�xCexCuO4 et allant de l’isolant de Mott (x = 0) à
la phase métallique (x = 0.17), nous confirmons la présence d’un signal d’effet Hall thermique
négatif de ce côté du diagramme de phase, et ce à tous les dopages. L’origine de ce signal
est encore une fois attribuée aux phonons, même dans la région métallique du diagramme
de phase. Cela suggère aussi le caractère beaucoup plus universel de l’effet Hall thermique
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dans les isolants. Nous discutons du rôle possible des fluctuations antiferromagnétiques dans
le mécanisme derrière l’effet Hall thermique des phonons dans les cuprates.

Finalement, le chapitre 6 se concentre sur l’étude de l’effet Hall thermique dans un
isolant antiferromagnétique cubique Cu3TeO6. Effectivement, au cours de mon doctorat, la
question initiale est devenue beaucoup plus large. Il semblerait que l’effet Hall thermique
des phonons soit un phénomène beaucoup plus commun qu’il n’était pensé au début de ma
thèse. Maintenant, nous voulons répondre à la question : quel est le mécanisme responsable
de la chiralité des phonons dans les isolants. En étudiant un matériau cubique présentant
une physique différente des cuprates, nous cherchons donc à comprendre ce phénomène. Le
fait de mesurer un signal dans un composé cubique beaucoup plus simple est surprenant en
soi. Cela confirme encore une fois que les phonons, sous certaines conditions, peuvent aussi
donner un signal d’effet Hall thermique dans les isolants et que la physique des cuprates
n’est pas un élément essentiel à cette chiralité. Cette étude montre aussi le caractère plus
universel de cette signature dans les matériaux quantiques et suggère, tout comme le cas
des cuprates, que l’antiferromagnétisme a un rôle à jouer derrière la conductivité thermique
transverse des phonons.

Cette thèse ouvre donc la porte vers un tout nouveau domaine de la physique des maté-
riaux quantiques : la recherche du mécanisme derrière la conductivité thermique transverse
des phonons !

,
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Chapitre 3

Méthodes expérimentales

Aux chapitres précédents, nous avons abordé les conductivités thermiques longitudinale
et transverse de manière théorique, sans entrer dans les détails de la mesure en laboratoire.
Ce présent chapitre est entièrement dévoué aux méthodes expérimentales utilisées dans cette
thèse. À travers les différentes sections, nous décrivons la préparation des échantillons, point
de départ pour toute mesure expérimentale dans le domaine des matériaux quantiques, en
passant par le montage expérimental et ses constituants pour finir par le déroulement de la
mesure en laboratoire.

Les précautions à considérer seront aussi abordées, puisque bien que conceptuellement,
les mesures puissent sembler simples, la mesure de la conductivité thermique demande beau-
coup de minutie et de considérations.

3.1 Conductivité thermique : approche expérimentale

Comme vu au chapitre 1, la conductivité thermique xx correspond au ratio de la chaleur
appliquée sur le gradient thermique généré dans un échantillon. En pratique, le gradient
thermique s’obtient lorsqu’une extrémité de l’échantillon est ancrée thermiquement à une
valeur de référence T0 connue (par exemple la sonde expérimentale) et l’autre à une source
de chaleur. Le courant thermique est généré en injectant un courant électrique I dans un
élément chauffant. Par effet Joule, il est possible de connaître précisément la quantité de
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Figure 3.1 Schéma du montage expérimental de la mesure de conductivité thermique lon-
gitudinale, xx, et transverse xy. Une source de chaleur génère un courant de chaleur J le
long de l’axe x d’un échantillon ancré thermiquement. Une différence de température �Tx

peut alors être mesurée. Si l’on applique un champ magnétique H, perpendiculaire au courant
de chaleur, un gradient thermique transverse �Ty peut être généré.

chaleur fournie à l’échantillon. Une différence de température �Tx = T
+
� T

� peut alors
être mesurée.

L’effet Hall thermique xy, ou conductivité thermique transverse, s’obtient lorsqu’un
champ magnétique H, appliqué perpendiculairement au courant de chaleur, génère une dif-
férence de température transverse �Ty dans l’échantillon.

La figure 3.1 montre un schéma simplifié de la mesure utilisée pour obtenir les conduc-
tivités thermiques longitudinale et transverse.

3.2 Préparation des échantillons

Cette thèse porte principalement sur les cuprates dopés en électrons. Dans le groupe
Taillefer, nous ne participons pas à la croissance des cristaux, et donc la collaboration
avec d’autres groupes de recherche a rendu cette thèse possible. Les différents cristaux de
Nd2�xCexCuO4 ont été fournis par le groupe de Zhi-Xun Shen de l’Université Stanford en
Californie, tandis que les cristaux de Pr2�xCexCuO4 ont été fournis par le groupe de Richard
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Greene de l’Université du Maryland. Les cristaux de Nd2�xCexCuO4 ont été crus selon la
méthode de croissance en fusion de zone (floating zone grown en anglais) tandis que ceux de
Pr2�xCexCuO4 ont été crus par la méthode de croissance en solution (flux grown en anglais).
La concentration en oxygène ainsi que le dopage sont déjà connus lors de la réception. Plus
de détails sur les techniques de croissance se trouvent aux références [55, 116]. Les cristaux
reçus sont des monocristaux, préalablement orientés, permettant une mesure selon l’axe de
haute symétrie désiré.

Afin de mesurer la conductivité thermique de nos échantillons, il faut les préparer adé-
quatement. La première étape consiste à les couper (si nécessaire), à l’aide d’une scie à fil,
selon l’orientation à étudier. Dans le cas des cuprates, la majorité des mesures est effectuée
selon l’axe a, afin que le champ magnétique soit parallèle à l’axe c des cristaux. Effecti-
vement, ces matériaux étant principalement bidimensionnels, la physique que nous voulons
étudier se trouve dans les plans CuO2. Donc, pour les mesures de xx et xy , le côté le plus
long est l’axe a, et le champ est appliqué selon l’axe c. Les échantillons sont donc coupés
et polis, si nécessaire, selon ces orientations. Dans le cas idéal, la longueur L est maximisée
tandis que l’épaisseur t doit être la plus faible possible pour maximiser le gradient thermique
longitudinal.

Une fois les échantillons sous forme de prismes rectangulaires, s’en suit l’apposition
des contacts pour effectuer la mesure. Les contacts permettent de fixer des fils d’argent
de diamètre de 25 µm ou 50 µm à l’échantillon, et les mesures thermiques ou électriques
s’effectuent par ces fils.

Pour une mesure thermique, ce qui est le cas dans cette thèse, la qualité des contacts
est moins importante que pour une mesure électrique, car il s’agit d’un courant de chaleur
qui est envoyé dans notre échantillon, et les phonons sont toujours présents pour assurer
son transport. Dans le cas présent, les contacts de tous les échantillons mesurés ont été faits
suivant la même procédure.

De l’époxy d’argent (Epotex H20 E) a été utilisé pour apposer les fils d’argent, puis les
échantillons ont été soumis à un chauffage dans un four allant à 500oC durant une heure
sous oxygène. La disposition des contacts est montrée à la figure 3.2, soit deux contacts
recouvrant la largeur de l’échantillon, en ses extrémités, pour le courant de chaleur, deux
contacts pour �Tx et deux derniers contacts pour �Ty, opposé à T

+ et T
�. Il est aussi

possible, tel que montré au schéma de la figure 3.1, d’apposer des contacts supplémentaires
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(a) Cristal orienté (b) Échantillon avec ses contacts

T+ T-J+ J-

Ty

Figure 3.2 (a) Photo d’un cristal orienté de NCCO à dopage x = 0.11. Les dimensions de
ce cristal sont 2.5⇥1.7⇥2.2 mm. Une fois préparé, l’échantillon ressemble à la photo présentée
en (b). L’orientation des deux photos est la même, i.e. le long côté de l’échantillon est selon
l’axe (100), ou l’axe a du cristal. Plusieurs contacts sont présents, mais seulement cinq sont
nécessaires à la mesure, soit deux contacts pour le courant de chaleur, deux contacts pour
�Tx et un contact supplémentaire, Ty, opposé à T

+ pour �Ty, tel qu’indiqué sur la figure.

pour �Ty. Cela dépend toujours de l’échantillon et de la configuration de ce dernier. La
géométrie des contacts ne devrait pas affecter la mesure.

Généralement, afin d’évacuer le courant de chaleur, le côté de l’échantillon où le contact
J� est apposé est lui-même connecté directement au bloc de cuivre, à l’aide de peinture
d’argent. Cela facilite la thermalisation et diminue le temps de stabilisation. Cela permet
aussi une meilleure stabilité lors des manipulations de l’échantillon, puisque le montage est
plus solide de cette façon.

3.3 Montage expérimental

Chaque dispositif pour mesurer la conductivité thermique (longitudinale ou transverse)
est composé des mêmes éléments, soit une source de chaleur, une thermométrie ainsi qu’une
sonde. Dans cette section, nous décrirons en détail les différents éléments nécessaires à la
mesure. De plus, nous discuterons différentes précautions mises en place pour s’assurer de la
validité de la mesure.
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Notons que deux sondes ont été utilisées dans le cadre de cette thèse, soit deux sondes
pour les mesures à haute température dans un VTI (Variable Temperature Inset), nommées
sonde du VTI et sonde Tallahassee (TLH). Quoique très semblables, ces différentes sondes
amènent différentes procédures et composantes, et c’est ce qui est discuté ci-bas.

Pour clarification, nous nommons T0, la température de la sonde, T+ la température du
contact situé le plus près de la source de chaleur (point chaud) et T

�, la température du
contact le plus proche du bain thermique (point froid).

3.3.1 Source de chaleur

Source de chaleur des échantillons

Afin de générer un courant thermique dans nos échantillons, une jauge de contrainte a
été utilisée. Cette dernière a l’avantage d’offrir une très grande résistance électrique qui est
indépendante de la température et du champ magnétique afin que la puissance transmise
à l’échantillon soit toujours P = RI

2. Ainsi, la quantité de chaleur fournie à l’échantillon
est toujours connue. Dans le but de générer un gradient thermique, l’autre extrémité de
l’échantillon est, quant à elle, directement collée sur un bloc de cuivre, qui lui est vissé à la
sonde (i.e. au bain thermique). Cela permet un gradient thermique stable lorsqu’un courant
de chaleur constant est appliqué.

Une jauge de contrainte de 5 k⌦ constitue la source de chaleur principale pour les deux
sondes du VTI. Un fil d’argent de 100 µm est soudé sur la source de chaleur pour permettre
l’apport de chaleur à l’échantillon. Des bobines de manganin (alliage de cuivre, manganèse et
nickel) assurent la connexion électrique, tout en étant isolées thermiquement de l’échantillon.

Source de chaleur de la sonde

Finalement, une dernière source de chaleur est nécessaire au montage expérimental.
Il s’agit de la source de chaleur de la sonde. Cette source de chaleur permet de réguler
et stabiliser la température T0 (à l’aide d’un régulateur PID) pour faire la mesure (voir
section 3.4).
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La source de chaleur de la sonde VTI est un fil résistif de manganèse de 120 ⌦ collée, à
l’aide de verni GE, directement sur la sonde. Pour la sonde TLH, deux jauges de contraintes
en série de 120 ⌦ chacune constituent la source de chaleur principale.

3.3.2 Thermométrie

La thermométrie constitue un élément crucial du montage de conductivité thermique.
Chaque composante doit être judicieusement choisie afin d’opérer de façon optimale en fonc-
tion de la gamme de températures à étudier.

Thermomètres Cernox

Ces thermomètres composés d’oxynitrures sont des isolants présentant une grande va-
riation dans leur résistance en fonction de la température. Cela nous permet d’associer une
température à toute résistance RCernox mesurée. Les Cernox utilisées dans cette thèse sont
sensibles sur la gamme de température allant de 1 K à 300 K.

Les Cernox doivent être calibrées in situ à chaque mesure par rapport à la température
de base T0 (qui elle est calibrée). Pour chaque valeur de T0, le signal RCernox sans chaleur est
enregistré afin d’obtenir une courbe de référence. Ensuite, le courant de chaleur peut être
appliqué dans l’échantillon, ce qui va faire augmenter la température de ce dernier et donc
changer la valeur de la résistance du Cernox. Une courbe de calibration R(T ) peut alors être
créée, et ce pour chaque thermomètre utilisé dans la mesure (T+ et T

�).

Ces thermomètres sont utilisés sur la sonde appelée «sonde Tallahassee» (sonde TLH).
Ces derniers sont reliés électriquement à l’échantillon par des fils d’argent de 50 µm.

Thermocouples

Un thermocouple est une composante utilisée pour mesurer la température, tout comme
les thermomètres. Les thermocouples sont constitués de deux branches métalliques fabriquées
à partir de métaux différents. Ces métaux sont fusionnés à une extrémité créant ainsi la
jonction. C’est à cet endroit que la température est mesurée. Lorsque la jonction subit un
changement de température, par effet Seebeck, une tension est générée. Cette tension mesurée
peut alors être traduite, à l’aide de table de référence, en température.
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L’effet thermoélectrique, ou effet Seebeck, consiste en l’apparition d’un champ électrique,
et donc d’une différence de potentiel, entre les points chaud et froid d’un métal. Le coefficient
Seebeck S est décrit selon

S = �

�����
~E

~rT

����� = �

����
�V

�T

���� , (3.1)

où E est le champ électrique produit par le mouvement des électrons soumis à une variation
de température �T . Le signe négatif vient du fait que les électrons soumis à un gradient
thermique se déplacent du point chaud au point froid, créant une différence de potentiel
��V . Ainsi, le coefficient Seebeck est positif si le courant électrique est dans la même
direction que le courant de chaleur. Le pouvoir thermoélectrique est donc une sonde sensible
aux porteurs de charges dans les métaux.

Le type de thermocouple utilisé ici est le thermocouple de type E composé de constantan
(alliage métallique de cuivre et de nickel) et de chromel (alliage métallique de nickel et de
chrome). Ce dernier offre l’avantage d’être peu sensibles au champ magnétique et sensible
sur la gamme de température allant de 2.5 K à 800 K.

Deux types de thermocouples peuvent être utilisés, soit un thermocouple absolu ou
un thermocouple différentiel. Le premier est utilisé pour obtenir une température absolue
inconnue, tandis que le second est utilisé pour obtenir une différence de température. Le
principe guidant ces deux types de thermocouples reste le même. À partir d’une valeur de
référence connue T0 et en utilisant le pouvoir thermoélectrique, il est possible de trouver la
température recherchée (ou la différence de température recherchée). Cela est montré à la
figure 3.3.

Dans le cas du thermocouple absolu, afin de trouver T1 à partir de T0, nous utilisons

�V = �

Z
T1

T0

SCtdT �

Z
T0

T1

SChrdT = (SCt � SChr) (T1 � T0) = STher(T1 � T0), (3.2)

où SCt est le coefficient Seebeck du constantan, SChr celui du chromel et STher du thermo-
couple, afin de trouver la température T1, puisque �V et T0 sont des quantités mesurées en
laboratoire. Dans le cas du montage sur la sonde VTI, le thermocouple absolu est jumelé à
un thermocouple différentiel dans le but de connaître �Tx. Effectivement, un thermocouple
absolu est connecté à T

� pour obtenir une valeur de référence. Dans le cas des thermocouples
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Figure 3.3 (a) Photo d’un thermocouple différentiel de type E utilisé dans les mesures de
conductivité thermique. (b) Schéma d’un thermocouple différentiel. La différence de tempé-
rature est donnée par �T = T1 � T2 = �V/STher. (c) Schéma d’un thermocouple absolu. À
l’aide de la différence de température �T = T1 �T0 = �V/STher, il est possible d’obtenir T1.
Dans tous les cas, T0 représente la température connue (à l’aide d’un thermomètre calibré)
de la sonde.

différentiels, ces derniers donnent directement un �T tel que

�V = �

Z
T1

T0

SCtdT �

Z
T2

T1

SChr �

Z
T0

T2

SCtdT = (SCt � SChr) (T2 � T1) = STher�T. (3.3)

Pour la sonde VTI, deux thermocouples différentiels sont utilisés : un pour �Tx et un pour
�Ty. Dans la sonde TLH, un thermocouple différentiel est utilisé pour obtenir �Ty.

Donc, dans tous les cas, lorsqu’un thermocouple est utilisé, une différence de potentiel
entre deux points est mesurée, puis à l’aide de tables fournies par le fabricant, cette différence
de potentiel est traduite en température. Les thermocouples sont reliés à l’échantillon à
l’aide de fils d’argent de 25 µm, qui eux sont connectés à la jonction par du vernis Ge.
Ainsi, les thermocouples sont connectés thermiquement à l’échantillon tout en étant isolés
électriquement.

Thermomètre principal

Afin de connaître la température du montage, soit T0, un thermomètre principal calibré
en température doit être installé. Dans le cas des deux sondes utilisées, une Cernox calibrée en
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température est installée directement sur le porte échantillon. Ce thermomètre principal est
parfaitement ancré thermiquement sur le porte échantillon, afin que nous puissions connaître
en tout temps sa température et ainsi bien calibrer notre thermométrie.

3.3.3 Précautions expérimentales

Une des plus grandes difficultés de la mesure de la conductivité thermique est de s’assurer
que toute la chaleur fournie par la source thermique traverse l’échantillon afin de générer un
�Tx. Effectivement, s’il y a des fuites de chaleur, la conductivité thermique de l’échantillon
serait surestimée puisque le gradient thermique généré serait plus faible qu’attendu. Afin
d’éviter toute perte de chaleur, de nombreuses précautions ont été prises en compte dans
le développement du montage expérimental. Premièrement, afin d’éviter des pertes de cha-
leur par convection, la mesure est toujours effectuée sous vide (⇠ 10

�6 mBar). Ensuite, les
composantes du montage sont découplées thermiquement de la sonde expérimentale. Tous
les éléments du montage sont suspendus dans le vide par des fils de Kevlar, un mauvais
conducteur thermique, de 10 µm de diamètre. Cependant, un lien électrique doit être fait
entre les éléments du montage (thermomètres et source de chaleur) et la sonde pour pouvoir
effectuer la mesure. Pour limiter les fuites de chaleur via les différents éléments du mon-
tage, les connexions électriques sont réalisées à l’aide de bobines de fil de manganin. Il s’agit
d’un alliage de mauvaise conductivité thermique. Ces bobines de fil sont constituées de fils
d’environ 15 cm de long, enroulés sur eux-mêmes d’une résistance d’environ 150 ⌦ chacun.

Les thermocouples, quant qu’à eux, sont directement soudés aux fils de cuivre de la
sonde. La soudure est ensuite collée, à l’aide de vernis Ge, au niveau du montage de la
sonde, donc à T0. Ainsi, il n’y a pas d’autres gradients thermiques induits.

Finalement, les pertes de chaleur par rayonnement peuvent aussi venir biaiser la me-
sure. Ces dernières sont plus susceptibles de se produire à haute température, soit lorsque
l’échantillon (et les composantes du montage) sont plus chauds que l’enceinte. Pour limiter
ces pertes par radiation, le gradient de température induit dans les échantillons est limité à
5 % de la température moyenne de l’échantillon.

Puisqu’un des buts principaux de cette thèse est de mesurer l’effet Hall thermique trans-
verse, ces précautions sont d’autant plus nécessaires. Effectivement, le signal brut de l’effet
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(a) Vue de côté du montage expérimental (b) Vue de haut du montage expérimental

(c) Photo du montage expérimental (sonde VTI)

Figure 3.4 Schéma du montage expérimental de la sonde VTI utilisée dans cette thèse. (a)
Vue de côté. L’échantillon, collé sur le bloc de cuivre, est inséré sur la sonde de façon à ce que
le champ magnétique H soit perpendiculaire au courant de chaleur J . (b) Vue de haut. La
source de chaleur est reliée à l’échantillon par un fil d’argent. Un thermocouple différentiel est
utilisé pour obtenir �Ty. Un second thermocouple différentiel est utilisé pour obtenir �Tx.
Un thermocouple absolu est connecté à T

�. (c) Photo de la sonde. Le schéma de montage
présenté en (a) et (b) est encadré en jaune. La source de chaleur principale (fil de manganèse)
de la sonde est enroulée autour de la sonde (encadré rouge).

Hall thermique (�Ty) est de 100 à 1000 fois plus petit que celui mesuré en conductivité
thermique (�Tx). Les conditions expérimentales doivent donc être optimales.

3.3.4 Sondes à haute température

Une sonde est un dispositif sur lequel est rattaché l’échantillon et le montage expérimen-
tal qui permet d’atteindre la gamme de température désirée. Dans le cadre de cette thèse,
deux sondes, soit la sonde VTI et la sonde TLH, ont été utilisées pour la plage de température
allant de 2.5 K à 100 K. Ces deux sondes permettent d’obtenir les mêmes résultats, et leur
utilisation varie en fonction des besoins des autres membres du groupe Taillefer. Par contre,
la sonde TLH a spécialement été conçue par Nicolas Doiron-Leyraud et Gaël Grissonnanche
pour des mesures en laboratoire de champ magnétique intense selon les spécificités des cryo-

62



stats et aimants supraconducteurs de ces laboratoires externes. Plus de détails peuvent être
trouvés dans la thèse de Gaël Grissonnanche sur la création de cette sonde [117].

Lesdites sondes sont constituées d’un cylindre creux d’acier inoxydable d’une longueur
approximative de 2 m sur lequel est soudé un demi-cylindre de laiton assez massif à une de
ses extrémités. La sonde comprend le montage expérimental (sur le demi-cylindre de laiton),
les paires de fils torsadées ainsi que la tête avec les connexions électriques. La tige est creuse,
puisqu’elle sert de ligne de pompage sur le montage afin que ce dernier reste sous vide durant
toute la mesure. Un cône de laiton est inséré autour du montage et est fixé à l’aide de la
graisse sous vide. La sonde TLH possède, quant à elle, une deuxième ligne de pompage
puisque cette sonde doit être insérée dans une enceinte, avec du gaz d’échange (⇠ 2 mBar
d’hélium), avant d’aller dans le cryostat ou VTI. La sonde VTI s’insère directement dans
l’enceinte désirée.

Une fois la sonde prête, elle est insérée dans un VTI qui est lui-même dans un cryostat
contenant une bobine supraconductrice allant à 15 T (ou 17 T si sa température est abaissée
sous 2 K). Le VTI est une enceinte permettant de varier la température de la sonde et
d’atteindre la température désirée de 2.5 K. Effectivement, à l’aide d’une valve pointeau et
d’un système de pompage, il est possible de descendre sous la température de l’hélium liquide
(4.2 K) jusqu’à 1.8 K dans des conditions optimales. Afin d’aller à des températures plus
élevées, la température du VTI est augmentée pour éviter les pertes de chaleur par radiation.
Un des grands avantages de ce système est qu’il est très facile d’insérer ou d’enlever la sonde,
permettant un bon roulement des différentes mesures. Plus de détails sur le fonctionnement
du VTI se trouvent dans la thèse de Gaël Grissonnanche [117].

3.4 Déroulement de la mesure

Toutes les mesures de conductivités thermiques longitudinale et transverse présentées
dans cette thèse ont été produites en variant la température en utilisant une méthode à
l’état stationnaire (steady-state method en anglais). Cela consiste à maintenir nos échantillons
sous un champ magnétique fixe H et à changer sa température par bonds discrets (par
exemple des pas de 2 ou 3 K pour les mesures à haute température). Ainsi, il faut attendre
à chaque température désirée que toutes les composantes du montage soient thermalisées
avant d’effectuer la mesure.
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Pour les mesures dans le VTI, le temps de stabilisation passe de quelques minutes à
basse température (sous ⇠ 10 K) à une trentaine de minutes à plus haute température (plus
de ⇡ 50 K).

Une fois la température stabilisée (le temps de stabilisation varie pour chaque tempéra-
ture et champ magnétique), une valeur de référence des thermocouples (ou thermomètres)
est enregistrée avant d’envoyer le courant de chaleur J dans l’échantillon. Ces valeurs de
références permettent d’enlever le signal de fond (background) des thermocouples une fois la
chaleur appliquée, ou encore de calibrer les thermomètres. La mesure est alors reprise pour
une autre valeur de température.

Afin d’obtenir xy, une fois toute la plage de température couverte (par exemple, de
2.5 K à 100 K), la direction du champ est inversée à �H. La même procédure, avec
exactement les mêmes paramètres (mêmes incréments de température, temps de stabili-
sation, etc.), est utilisée pour ces valeurs négatives de champ. On définit alors �Ty(T,H) =

[�Ty(T,+H)��Ty(T,�H)] /2, éliminant ainsi toute contamination symétrique du signal
provenant du gradient thermique longitudinal par le possible désalignement des contacts
transversaux.

Les mesures sont toujours effectuées en fonction d’une température croissante, allant de
2.5 K à 100 K pour les mesures prises dans le VTI et de 50 mK à 4 K pour les mesures dans
le réfrigérateur à dilution. Le champ magnétique est toujours changé à la même température,
soit à 100 K avant de débuter le cycle de refroidissement.

3.4.1 Validité de la méthode expérimentale

Bien que la méthode présentée ci-haut fut celle utilisée dans cette thèse, il est possible
de mesurer la conductivité thermique transverse, xy, de différentes façons.

La méthode à état stationnaire peut aussi être utilisée en fonction du champ magnétique.
Cela consiste à maintenir la température de nos échantillons stable et changer la valeur du
champ magnétique selon des bonds discrets (de 1 à 2 T par exemple). À une température
T donnée, un courant de chaleur J est envoyé dans l’échantillon. Lorsque l’échantillon est
thermalisé, il est possible de changer le champ de �H à H par bonds discrets. Lorsque toute
la plage de champ est couverte, la température de l’échantillon est changée. Contrairement
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(a) (b)

Figure 3.5 (a) xy/T en fonction du champ magnétique à T = 34.2 K dans le cuprate LSCO
p = 0.06. Le carré vert a été obtenu en utilisant la méthode à état stationnaire en fonction
de la température (T-steps) à H = 15 T. Les cercles mauves ont été obtenus en utilisant la
méthode à état stationnaire en fonction du champ magnétique (H-steps). Les points rouges
ont été obtenus en utilisant la méthode de balayage en champ continu (H-sweep) à un taux de
0.7 T/min. (b) xy/T en fonction de la température pour H = 15 T. Les points verts ont été
obtenus en utilisant la méthode à état stationnaire en fonction de la température (T-steps).
Les cercles mauves ont été obtenus en utilisant la méthode à état stationnaire en fonction du
champ magnétique (H-steps).

à la méthode utilisée dans cette thèse, cette méthode ne tient pas compte des possibles
changements dans le signal de fond dans les thermocouples. Pour tenir compte du signal
de fond, il faudrait effectuer la mesure une deuxième fois, mais sans courant de chaleur,
pour venir soustraire ce dernier. Notons que les thermocouples devraient cependant être
symétriques en champ magnétique.

Finalement, il est possible de mesurer l’effet Hall thermique en effectuant des balayages
en champ magnétique. Très similaire à la méthode stationnaire en champ, cette méthode
consiste en premier lieu à fixer l’échantillon à une température donnée. Un courant de chaleur
J peut être appliqué et une fois l’échantillon thermalisé, le champ est balayé de �H à H.
Cette méthode n’est pas à privilégier si les différences de température �Ty sont très faibles,
puisqu’il peut y avoir des délais dans la thermalisation transverse.

La validité des trois méthodes présentées ici a été vérifiée par des mesures en laboratoire
dans le cuprate LSCO par deux membres du groupe Taillefer, Gaël Grissonnanche et Étienne
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Figure 3.6 Conductivité thermique xy dans le composé Nd2CuO4 pour un champ ma-
gnétique de H = 15 T, tracé comme xy/T en fonction de la température T . En rouge,
l’échantillon était collé sur un bloc de cuivre, tandis qu’en gris, le même échantillon était
collé sur un bloc de LiF. Dans les barres d’erreur, le signal mesuré est le même. La principale
incertitude sur la valeur absolue de ces données vient des facteurs géométriques associés aux
contacts et aux dimensions, mais comme les mêmes contacts et le même échantillon ont été
utilisés, la comparaison ne souffre pas de cette incertitude. On conclut donc que le cuivre n’a
aucun effet sur le signal �Ty mesuré.

Lefrançois. Les résultats sont présentés à la figure 3.5. Il est possible d’observer que ces
méthodes donnent des résultats similaires. Ainsi, la méthode expérimentale utilisée dans
cette thèse est tout aussi valable que n’importe quelle autre méthode présentée dans la
littérature.

Une autre précaution qui a été prise fut la vérification que le bloc de cuivre ne conta-
minait pas le signal �Ty mesuré. Dans les informations supplémentaires de D. Watanabe
et collaborateurs [41], il est suggéré d’utiliser un bloc de LiF, un isolant électrique, plutôt
qu’un métal comme le cuivre pour éviter des contaminations parasites. Nous avons donc
vérifié cette hypothèse dans le composé Nd2CuO4 et n’avons observé aucune contamination
provenant du bloc de cuivre. Les résultats, illustrés à la figure 3.6, confirment que le bain
thermique choisi dans le cadre de cette thèse, soit un bloc de cuivre, n’a aucun impact sur
le �Ty mesuré.
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3.5 Mesure sous différentes configurations

Dans cette thèse, nous nous intéressons principalement aux cuprates supraconducteurs.
Ces matériaux sont quasi-bidimentionnels et la direction selon laquelle le courant de chaleur
est injecté, ainsi que la réponse induite, sont très importantes. Dans la majorité des résultats
présentés dans cette thèse, le courant de chaleur est injecté selon l’axe des x, ou dans le
plan Cu-O des cuprates. Le champ magnétique est alors perpendiculaire au plan Cu-O, ou
parallèle à l’axe z ou l’axe c des composés. Ainsi, nous obtenons xx et xy tel qu’expliqué
précédemment.

Dans certaines situations, il peut être instructif de varier l’orientation du champ ma-
gnétique ou encore du courant de chaleur. Nous appelons zy la situation où le courant de
chaleur est induit selon l’axe c de nos cristaux et le champ magnétique H orienté dans le
plan. Il faut donc préparer nos échantillons en conséquence pour obtenir l’orientation désirée.
En d’autres termes

zz =
J

�Tz

L

wt
, (3.4)

zy = �yy

�Ty

�Tz

L

w
. (3.5)

Dans le cas des cuprates, en considérant la géométrie des plans de CuO2, il est possible de
prendre yy = xx. Cependant, si ce n’est pas le cas comme dans des matériaux orthorhom-
biques, cette quantité doit être mesurée indépendamment.

La technique de mesure est la même que celle décrite ci-haut. Cependant, tout dépen-
damment des symétries du cristal, il peut être nécessaire de faire une mesure supplémentaire
pour obtenir yy. Dans tous les cas, pour une mesure selon l’axe c dans les cuprates, il est
nécessaire d’avoir deux échantillons : un premier coupé et orienté afin d’avoir le plus long
côté selon l’axe a pour obtenir xx et xy, et un deuxième échantillon avec le plus long côté
selon l’axe c pour obtenir zz et zy. Il est préférable que ces deux échantillons proviennent
du même échantillon «mère» pour obtenir des résultats fiables et comparables en termes de
concentration d’impuretés.

67



T +

T -

Ty

H

Tx

J

z

x y

z

z

x
Bain

therm
ique

Source de 
chaleur

�

�

Figure 3.7 Schéma de la conductivité thermique zy selon l’axe z. Semblable à la conduc-
tivité thermique longitudinale xx, cette fois-ci, le plus long côté de l’échantillon L est selon
l’axe c de nos cristaux.

3.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté dans le détail la méthode expérimentale utilisée
dans cette thèse, soit la mesure de la conductivité thermique. Les deux sondes permettent
des mesures à haute température dans un VTI. Peu importe la sonde utilisée, les mesures
sont valides dans tous les cas.

Maintenant que les concepts de base de la conductivité thermique longitudinale et trans-
verse sont acquis, et que nous avons une meilleure idée de la difficulté expérimentale pour
réaliser une telle expérience, il convient d’entrer dans le vif du sujet. Aux prochains chapitres,
nous présentons les résultats principaux de cette thèse sur l’effet Hall thermique dans des
isolants de Mott, les cuprates dopés en électrons et un isolant antiferromagnétique.
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Chapitre 4

Effet Hall thermique dans des
cuprates isolants de Mott

4.1 Mise en contexte

Une récente étude de notre groupe a démontré qu’il existait un signal de l’effet Hall
thermique dans la phase pseudogap des cuprates dopés en trous, et ce jusqu’à la phase
isolante [2]. Cette découverte surprenante a mis en évidence la présence de particules sans
charge, mais sensibles au champ magnétique externe. Une étude de l’effet Hall thermique
selon l’axe c a révélé l’origine de ce signal : les phonons [3]. En effet, seuls les phonons sont
mobiles dans cette direction. Les excitations électroniques et de spins sont confinées au plan
CuO2. Les données rapportées par Grissonnanche et collaborateurs montrent que les phonons
chiraux sont aussi mobiles pour un courant de chaleur dans le plan que hors plan. Puisque
les phonons sont des excitations sans charge et sont présents dans tous les matériaux, nous
sommes amenés à une toute nouvelle question : comment les phonons acquièrent-ils cette
chiralité dans les cuprates ?

C’est la première question que nous nous posons dans cette thèse. Le premier article est
une étude comparative de trois isolants de Mott, soit Nd2CuO4, Sr2CuO2Cl2 et La2CuO4. Le
premier objectif de cet article est de confirmer l’hypothèse des phonons comme origine du
transport thermique transverse. Quoique la mesure selon l’axe c des cuprates soit convain-
cante pour confirmer l’origine des phonons, les magnons pourraient se coupler, via des in-
teractions de type Dzyaloshinskii-Moriya (DM), au champ magnétique dans La2CuO4 [103].
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Caractéristiques La2CuO4 Nd2CuO4 Sr2CuO2Cl2

Structure Orthorhombique Tétragonale Tétragonale

TN 300 K 245 K 250 K

Oxygènes apicaux Oui Non Non

«Spin-Canting» Oui Non Non

Domaines structuraux Oui Non Non

Tableau 4.1 Différentes caractéristiques étudiées dans l’étude comparative de l’effet Hall
thermique dans trois isolants de Mott.

En effet, la structure unique de ce cuprate permet aux spins des octaèdres CuO6 de sortir
du plan pour générer l’interaction DM. C’est pourquoi les isolants de Mott Nd2CuO4 et
Sr2CuO2Cl2 sont si important pour notre analyse comparative. Ces matériaux sont struc-
turellement différents, nous permettant d’étudier différentes hypothèses de chiralité. Les
différences principales sont indiquées au tableau 4.1.

Cette étude a permis d’exclure trois des principaux mécanismes connus de la chiralité des
phonons. Nous montrons que ni un ordre magnétique chiral [27], ni des impuretés de terre rare
permettant la diffusion asymétrique des phonons [29] et ni les domaines structuraux [106] ou
magnétiques ne sont en cause. Cela nous permet de conclure que d’autres mécanismes sont
en jeu, tel le couplage des phonons à des particules exotiques [118], dont les spinons [102] ou
encore un couplage aux fluctuations antiferromagnétiques à courte portée.

4.2 Article

Cet article présente les résultats de mon premier projet de thèse. Mon collègue Gaël
Grissonnanche et moi sommes les investigateurs principaux de ce projet. J’ai pris part à
la préparation des échantillons de Sr2CuO2Cl2 (mise en place des contacts), à la prise et
l’analyse des données expérimentales ainsi qu’à la rédaction de l’article. Andréanne Allaire
et Adrien Gourgout ont assisté à l’expérience et l’analyse des données expérimentales. Les
mesures sur Nd2CuO4 ont été prises par Sven Badoux, Anaëlle Legros et Étienne Lefrançois
quelque temps auparavant. Les échantillons de Sr2CuO2Cl2 nous ont été fournis par R. Liang,
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W. N. Hardy et D. A. Bonn et l’échantillon de Nd2CuO4 nous a été fourni par C.H. Wang et
X. H. Chen. Maxime Dion a orienté les cristaux de Sr2CuO2Cl2. Louis Taillefer a supervisé
le projet et participé à la rédaction de l’article.

En plus des résultats présentés dans l’article, nous avons fait l’étude de cinq échantillons
de Sr2CuO2Cl2, tous présentant des résultats similaires. La préparation des échantillons fut
un procédé très délicat, puisque Sr2CuO2Cl2 est très sensible à l’air ambiant. Afin de prévenir
l’oxydation de ces composés, nous avons dû travailler de façon très rapide et minutieuse. Les
échantillons nous sont parvenus dans une enceinte scellée, et une fois cette enceinte brisée,
nous avons coupé et préparé deux échantillons lors de la même journée où nous avons débuté
la mesure. Ces précautions limitaient donc le temps d’exposition à l’air, limitant ainsi les
risques de dégradation. Les cristaux restants ont été entreposés dans une enceinte sous vide,
et pour les mesures subséquentes, les mêmes précautions ont toujours été appliquées.

Comme montré dans l’article, cette étude ne se résume pas seulement à mesurer xy(T )

dans Sr2CuO2Cl2 selon une seule configuration, soit H ? J . Afin d’étudier la possibilité
que l’effet Hall thermique ne résulte pas de domaine magnétique, nous avons effectué la
mesure selon différentes configurations. Les échantillons ont dû être montés de façon à ce
qu’une composante du champ magnétique soit dans le plan de cuivre-oxygène, pour aligner
les moments magnétiques. Le champ magnétique a donc été appliqué à haute température,
pour T > TN , afin de ne créer un seul domaine magnétique lors du refroidissement. La même
expérience a été effectuée, mais pour un champ appliqué à basse température, dans le but
de comparer l’effet du champ dans le plan sur des multidomaines magnétiques. Cette longue
étude a constitué une contribution très importante au projet.

Aussi, pour éviter toutes critiques externes face à notre montage expérimental, nous
avons vérifié les effets du bloc de cuivre sur la conductivité thermique transverse. Ces résultats
sont présentés dans la section «information supplémentaire» de l’article. Puisque le même
échantillon de Nd2CuO4 mesuré sur un bloc de cuivre et un bloc de LiF donne la même
réponse transverse, nous avons conclu que le bloc de cuivre n’induisait pas de contamination
du signal transverse mesuré, confirmant la robustesse de notre expérience.

Tel que mentionné au début de cette thèse, c’est à travers ce projet que j’ai pu apprendre
la technique expérimentale de l’effet Hall thermique. À la fin de cette étude, je suis devenue
autonome pour la suite de mon doctorat, que ce soit dans la méthode expérimentale ou
encore l’analyse des données.
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The heat carriers responsible for the unexpectedly large thermal Hall conductivity of the

cuprate Mott insulator La2CuO4 were recently shown to be phonons. However, the

mechanism by which phonons in cuprates acquire chirality in a magnetic field is still unknown.

Here, we report a similar thermal Hall conductivity in two cuprate Mott insulators with

significantly different crystal structures and magnetic orders – Nd2CuO4 and Sr2CuO2Cl2 – and

show that two potential mechanisms can be excluded – the scattering of phonons by rare-

earth impurities and by structural domains. Our comparative study further reveals that

orthorhombicity, apical oxygens, the tilting of oxygen octahedra and the canting of spins out

of the CuO2 planes are not essential to the mechanism of chirality. Our findings point to a

chiral mechanism coming from a coupling of acoustic phonons to the intrinsic excitations of

the CuO2 planes.
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In the last decade, the thermal Hall effect has become a useful
probe of insulators1, because it can reveal whether the carriers
of heat in a material have chirality. (Here we use the term

“chirality” to mean handedness in the presence of a magnetic
field.) In insulators, the carriers of heat are not charged, but
neutral, and so the electrical Hall effect is zero. The thermal Hall
conductivity κxy is measured by sending a heat current along the
x-axis and detecting a transverse temperature gradient along the
y-axis, in the presence of a perpendicular magnetic field (along
the z-axis). It has been shown that in certain conditions, spins can
produce such chirality2. For example, magnons give rise to a
thermal Hall signal in the antiferromagnet Lu2V2O7 (ref. 3). As a
result, a measurement of the thermal Hall effect can in principle
provide access to various topological excitations in insulating
quantum materials, such as Majorana edge modes in chiral spin
liquids4. Recently, the thermal Hall conductivity κxy seen in α-
RuCl3 below T ≃ 80 K (refs. 5,6) has been attributed to the
excitations of a Kitaev spin liquid7. Similarly, the κxy signal
observed in some frustrated magnets—in which there is no
magnetic order down to the lowest temperatures—has been
attributed to spin-related heat carriers8.

However, phonons can also generate a nonzero thermal Hall
conductivity if some mechanism confers chirality to them. For
instance, an intrinsic mechanism is the Berry curvature of pho-
non bands acquired from a magnetic environment9. In the fer-
rimagnetic insulator Fe2Mo3O8, the large κxy signal is attributed
to the strong spin–lattice coupling characteristic of multiferroic
materials10. An extrinsic mechanism is the skew scattering of
phonons by rare-earth impurities11, as in the rare-earth garnet
Tb3Ga5O12 (refs. 12,13). Recently, a large phononic κxy has been
observed in the nonmagnetic insulator SrTiO3 (ref. 14). A pro-
posed explanation involves the large ferroelectric susceptibility of
this oxide insulator, together with an extrinsic mechanism
whereby phonons are scattered by the polar boundaries from the
antiferrodistortive structural transition at 105 K (ref. 15). This
interpretation is supported by the fact that κxy is negligible in the
closely related material KTaO3 (ref. 14), which remains cubic and
free of structural domains.

In cuprates, a large negative κxy signal was observed at low
temperature inside the pseudogap phase16, i.e., for dopings p < p*,
where p* is the pseudogap critical doping17. Because it persists
down to p= 0, in the Mott insulator state, this negative κxy
cannot come from charge carriers, which are not mobile at p= 0.
Therefore, it must come either from spin-related excitations
(possibly topological, as in refs. 18,19) or from phonons (as in
ref. 15). To distinguish between these two types of heat carriers, a
simple approach was recently adopted: the thermal Hall con-
ductivity was measured for a heat current along the c-axis, normal
to the CuO2 planes, a direction in which only phonons move
easily20. In La2CuO4, at p= 0, the thermal Hall signal was found
to be just as large as for an in-plane heat current, i.e., κzy(T) ≈
κxy(T) (ref. 21). This is compelling evidence that phonons are the
heat carriers involved in the thermal Hall signal of this insulator.
Moreover, it was found that this phonon Hall effect vanishes
entirely immediately outside the pseudogap phase, i.e., κzy(T)= 0
at p > p*, revealing that phonons only become chiral upon
entering the pseudogap phase21.

The question is: what makes the phonons in cuprates become
chiral? In order to provide answers to this question, we have
investigated two other cuprate Mott insulators, Nd2CuO4 and
Sr2CuO2Cl2, and find in both a large negative thermal Hall
conductivity similar to that of La2CuO4. While the three materials
share the same fundamental characteristic of cuprates, namely
they are a stack of single CuO2 planes, there are significant dif-
ferences between them (see “Methods” and Fig. 1). Our com-
parative study allows us to conclude that none of the

distinguishing features—orthorhombicity, structural domain
boundaries, apical oxygens, spin canting, noncollinear alignment
of spins, and nature of the cation—play a key role in causing the
chirality. This points to a chiral mechanism associated with the
coupling of phonons to the CuO2 planes themselves.

Results
Thermal Hall conductivity. In Fig. 2, we show our data for κxx
and κxy in Sr2CuO2Cl2 (sample A) and Nd2CuO4. We see that as
in La2CuO4, both materials show a large negative thermal Hall
signal. We also observe a certain field dependence of κxx, larger
than the small one observed in La2CuO4 (ref. 16). In Sr2CuO2Cl2,
the field increases κxx slightly, below T ≈ 20 K. In Nd2CuO4, the
field decreases κxx, below T ≈ 40 K.

In Fig. 3, we compare the three cuprate Mott insulators. We
observe that the curves of −κxy vs. T (right panels) are similar in
shape, peaking at T ≈ 25 K, a temperature close to that where κxx
vs. T peaks (left panels). At low temperature, κxx is dominated by
phonons. Indeed, because there is a gap in the magnon spectrum
of these antiferromagnets22, their contribution to κxx becomes
negligible at low T compared to the phonon contribution. At T=
35 K, the magnon conductivity is only 2% of the measured κxx
(ref. 20), and it rapidly becomes vanishingly small below that
temperature. At T= 20 K, the magnitude of κxx is 8 times larger
in Nd2CuO4 compared to Sr2CuO2Cl2 (Fig. 3). So, phonons are a
lot more conductive in Nd2CuO4. We see from Fig. 3e, f that κxy
is correspondingly (ten times) larger in Nd2CuO4. This is strong
evidence that phonons are the heat carriers responsible for the
Hall response.

In Fig. 4, we plot the ratio κxy/κxx vs T for the three materials.
We see that not only is this ratio of similar magnitude in the three
cuprates, but its temperature dependence is also very similar,
growing with decreasing T to reach a maximal (negative) value at
T ≈ 10–15 K, where |κxy/κxx| ≈ 0.3–0.4% (at H= 15 T).

Having observed a large negative thermal Hall conductivity κxy
in both Nd2CuO4 and Sr2CuO2Cl2 that is very similar to that
previously reported for La2CuO4 (i.e., of comparable magnitude
when measured relative to κxx) allows us to draw several
conclusions about the underlying mechanism for chirality in
the cuprate Mott insulators.

Spin canting. It has been shown theoretically that in ferromag-
netic or antiferromagnetic insulators, under certain conditions,
magnons can have chirality and should give rise to a thermal Hall
effect1. In the collinear Néel antiferromagnetic order of La2CuO4,
no thermal Hall effect is expected theoretically, because of the so-

La2CuO4 Nd2CuO4 Sr2CuO2Cl2
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Fig. 1 Crystal structure of La2CuO4, Nd2CuO4, and Sr2CuO2Cl2. Sketch of
the crystal structure of the three single-layer cuprate Mott insulators
compared in the present study: a La2CuO4, b Nd2CuO4, and c Sr2CuO2Cl2.
Note that the small orthorhombic distortion in La2CuO4 below 530 K is not
shown here, nor is the tilt in the oxygen octahedra surrounding the
Cu atoms.

ARTICLE NATURE COMMUNICATIONS | https://doi.org/10.1038/s41467-020-18881-z

2 NATURE COMMUNICATIONS | ��������(2020)�11:5325� | https://doi.org/10.1038/s41467-020-18881-z | www.nature.com/naturecommunications



called “no-go” theorem, which states that Néel order on a square
lattice has zero chirality1. However, if the spins of the Néel order
cant out of the plane, as they do in La2CuO4, due to some
Dzyaloshinskii–Moriya (DM) interaction, then some chirality
becomes possible. In this case, one could get a nonzero κxy signal,
but it is expected to be much smaller than the measured κxy signal
in La2CuO4 (ref. 23). Our data on Nd2CuO4 and Sr2CuO2Cl2
completely eliminate this possibility, because a κxy signal of
similar or larger magnitude is found in these materials for which
there is no canting of spins out of the plane (see “Methods”), and
so no DM interaction. We conclude that magnons are not
responsible for the thermal Hall effect in cuprate Mott insulators.
This conclusion is consistent with the fact that in La2CuO4 a large
κxy signal persists down to temperatures well below the smallest
magnon gap, of magnitude 26 K (ref. 22), and up in doping well
above the critical doping for the suppression of Néel order, i.e.,
p ≈ 0.02 in La2−xSrxCuO4 (ref. 16).

As for a phonon scenario whereby phonons would acquire
chirality through their coupling to spins, spin canting also
appears to be unimportant.

Let us now consider two mechanisms known to confer chirality
to phonons in other materials—skew scattering off rare-earth
impurities and scattering off structural domain boundaries—and
show that neither is relevant to cuprates.

Nature of cation. The initial observation of a phonon thermal
Hall effect, in the garnet Tb3Ga5O12 (refs. 12,13), has been
attributed to the skew scattering of phonons by super-
stoichiometric Tb3+ ions11. This extrinsic mechanism depends
crucially on the details of the crystal-field levels of the rare-earth
ion. A different rare-earth ion will in general produce skew
scattering of a very different strength. The fact that the ratio κxy/

κxx is the same in all three cuprates considered here is compelling
evidence that the underlying mechanism does not depend on the
nature of the particular cation, whether La, Sr, or Nd.

Note also that strong skew scattering by rare-earth impurities
shows up as a major reduction in κxx (ref. 24). In Tb3Ga5O12, 2%
of Tb3+ impurities gives rise to both a finite κxy signal from
phonons (whose magnitude is given in Table 1) and a fivefold
reduction in κxx (ref. 13), whose value at T= 15 K is then only
κxx= 1.2W/Km (ref. 11). In the pyrochlore oxide Tb2Ti2O7, a
frustrated magnet with a sizable thermal Hall effect8 (Table 1), κxx
is massively reduced compared to Y2Ti2O7, by a factor 15 at T=
15 K (H= 0) (ref. 25), pointing again to strong scattering of
phonons by Tb3+ ions. (Note that the thermal Hall effect in
Tb2Ti2O7 has recently been attributed to phonons26.) By
comparison, the thermal conductivity in the cuprate Mott
insulators is an order of magnitude larger (Table 1), evidence
that no strong skew scattering is at play: κxx= 10W/Km in
La2CuO4, 45W/Km in Nd2CuO4, and 6W/Km in Sr2CuO2Cl2, at
T= 15 K (H= 15 T, Fig. 3). We conclude that skew scattering of
phonons by superstoichiometric cation atoms is not the
mechanism that confers chirality to phonons in cuprates.

Structural domains. In the nonmagnetic insulator SrTiO3, a
negative thermal Hall conductivity was recently observed14, with
a magnitude comparable to that of the three cuprate Mott insu-
lators (Table 1). There is little doubt that the thermal Hall effect
in SrTiO3 is due to phonons. Importantly, the κxy signal in the
closely related oxide KTaO3 is 30 times smaller (and of opposite
sign)14 (Table 1). The key difference between the two materials is
that SrTiO3 undergoes an antiferrodistortive structural transition
at 105 K, whereas KTaO3 remains cubic down to T ≈ 0 K. The
authors of the study on those two materials conclude that the
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large signal in SrTiO3 is linked to the structural domain bound-
aries that exist below 105 K (ref. 14), although the precise
mechanism whereby these confer chirality to phonons is still
unclear. Our comparative study of the three cuprates allows us to
rule out a similar role for structural domains. Indeed, whereas
La2CuO4 undergoes a structural transition to an orthorhombic
phase below 530 K, both Nd2CuO4 and Sr2CuO2Cl2 remain tet-
ragonal down to T ≈ 0 K, and yet all three have a similar thermal
Hall effect, in both T dependence (Fig. 3) and magnitude—rela-
tive to κxx (Fig. 4 and Table 1).

Magnetostructural domains. Because the collinear spin order in
Sr2CuO2Cl2 breaks the fourfold symmetry of the lattice, there will
be antiferromagnetic domains below TN and these will in prin-
ciple be accompanied by an orthorhombic distortion of the tet-
ragonal lattice aligned with the moment direction in each
domain. To investigate the possible effect of these putative
structural distortions, we have measured κxy in the same sample
of Sr2CuO2Cl2 (sample B) under three different conditions: (1)
for a field H= 10.6 T applied along the c-axis, (2) for a field H=
15 T applied at an angle of 45° from the c-axis (whose

components normal and parallel to the CuO2 planes are both
10.6 T), applied at T= 2 K (zero-field cooling), and (3) same as
for (2), but applied at T= 300 K > TN (in-field cooling). In the
latter in-field cooling condition, the in-plane component of the
field (of magnitude 10.6 T) applied at T > TN will ensure that a
single antiferromagnetic domain is present below TN. (We expect
the in-plane field needed to create a monodomain to be
approximately 5 T, as verified in YBa2Cu3O6 (ref. 27).) Comparing
conditions (2) and (3) amounts to comparing a multidomain
sample vs a monodomain sample.

The results of this comparative study are displayed in Fig. 5.
We see that κxy is identical in the three situations, within error
bars. So, magnetic domains in Sr2CuO2Cl2, and any associated
structural distortions, do not influence the thermal Hall response.
Note that the noncollinear order in Nd2CuO4 does not break the
fourfold symmetry of the lattice, so here no magnetic domains are
expected.

We conclude that structural (or magnetostructural) domains
are not the mechanism that confers chirality to phonons in
cuprates. Moreover, the thermal Hall conductivity of cuprates is
independent of whether the system has orthorhombic or
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tetragonal symmetry, or whether there are apical oxygens in the
structure or not.

In summary, our results show that the cuprate Mott insulators
Nd2CuO4 and Sr2CuO2Cl2 exhibit a large negative thermal Hall
conductivity κxy very similar to that found in La2CuO4. The fact
that the magnitude of κxy scales with the magnitude of the
phonon-dominated κxx as the latter varies by a factor 10 between
Sr2CuO2Cl2 and Nd2CuO4 is further evidence in favor of
phonons as the carriers of heat responsible for the thermal Hall
effect in these materials. Given the different crystal structures and
cations involved in those three materials, the similarity in κxy/κxx
allows us to rule out two extrinsic mechanisms of phonon

chirality proposed for other oxides, namely the scattering off rare-
earth impurities—invoked for Tb3Gd5O12—and the scattering off
structural domain boundaries—invoked for SrTiO3. This suggests
that phonon chirality in the cuprates comes from an intrinsic
coupling of phonons to their environment.

Discussion
Phonons can acquire chirality through a coupling to their
intrinsic environment (see, e.g., ref. 9). This could involve a
coupling to charge or a coupling to spin, for example. In ref. 15, a
flexoelectric coupling of phonons to their charge environment
was shown to generate a Hall response. However, even in the
nearly ferroelectric insulator SrTiO3, where the electric polariz-
ability is exceptionally large, this intrinsic mechanism is estimated
to be much too small. The inclusion of some additional, extrinsic,
scattering mechanism—possibly structural domain boundaries—
is deemed necessary. Applied to cuprates, the intrinsic flexo-
electric coupling is certainly much too small. It is not clear what
extrinsic mechanism could be added to make this mechanism
strong enough to account for the observed data in the cuprate
Mott insulators.

In multiferroic materials like Fe2Mo3O8, a large κxy signal is
observed even in the paramagnetic phase10, where κxy/κxx ≃ 0.5%
(at T= 65 K and H= 14 T) (Table 1). This is attributed to a
strong spin–lattice coupling. In cuprates, a coupling of phonons
to spins in their environment should be investigated as a possible
source of chirality.

Another avenue of investigation for cuprates is the possibility
that they harbour exotic chiral excitations, like spinons18,19 that
could couple to phonons. Such a coupling has recently been
considered for the case of Majorana fermions in a Kitaev spin
liquid28.

In a scenario of phonons coupled to their environment, there
could be two relevant regimes of temperature, namely above and
below the peak in κxy vs. T, so roughly above 25 K and below 15
K, respectively (Fig. 3). At temperatures above the peak, it has
been shown that if the heat carriers have Berry curvature, they
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insulators (expressed in %), measured in a field of 15 T applied parallel to
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lines are a guide to the eye. We see that despite a factor 10 in the
magnitude of κxy between Sr2CuO2Cl2 and Nd2CuO4 (Fig. 2), the ratio κxy/
κxx is very similar in magnitude for all three cuprates.

Table 1 Thermal Hall conductivity in various oxide insulators.

Material Doping κxy (mW/Km) κxx (W/Km) |κxy/κxx| (%) T (K) H (T) Reference

Nd2CuO4 0.00 −212.5 58.3 0.37 22 15 This work
Sr2CuO2Cl2 0.00 −22.3 8.2 0.26 25 15 This work
La2CuO4 0.00 −38.6 12.4 0.30 20 12 16

La2CuO4 (J // c) 0.00 −30.0 16 0.2 20 15 21

LSCO 0.06 −30.0 5.1 0.58 15 15 16

Eu-LSCO 0.08 −13.2 4.5 0.29 15 15 16

Nd-LSCO (J // c) 0.21 −14.0 2.9 0.48 20 15 21

Nd-LSCO (J // c) 0.24 0 1.2 0 20 15 21

Eu-LSCO (J // c) 0.24 0 1.2 0 20 15 21

Lu2V2O7 +1.0 – 0.14 50 0.1 3

Tb3Ga5O12 +0.02 a 0.2 0.01 5 3 13

Tb2Ti2O7 +1.2 0.27 0.44 15 12 8

Y2Ti2O7 0 18 0 15 8 8,25

(Tb0.3Y0.7)2Ti2O7 +3.8 1.0 0.38 15 12 26

SrTiO3 −80 36 0.20 20 12 14

KTaO3 +2 30 0.007 30 12 14

Fe2Mo3O8 +12 2.5 0.48 65 14 10

aExpected to be 10 times larger at T= 20 K and H= 15 T. The magnitude and sign of κxy are given for a temperature T and magnetic field H as indicated. The quoted values are typically the largest
absolute values for a field of 15 T or so. The value of κxx at the same T and H is also given, as is the corresponding ratio |κxy/κxx|. The first group of materials is cuprates, including the three undoped Mott
insulators studied here (top) and some hole-doped cuprates, whose doping p is indicated in the second column. At high doping (p > 0.2), the samples are not insulating but metallic, and so we quote here
the thermal transport coefficients for a heat current normal to the CuO2 planes (J//c), which contain only the phonon contribution to heat transport. The second group consists of one material, the
ferromagnet Lu2V2O7, whose κxy signal is due to magnons. The third group consists of insulating materials with no magnetic order. It includes four pyrochlore oxides with Tb and/or Y ions, whose
magnetism is either frustrated (Tb) or absent (Y), and two nonmagnetic oxides (SrTiO3 and KTaO3).
The last group consists of the multiferroic material Fe2Mo3O8, which has ferrimagnetic order below 45 K. Here we quote values above that temperature, in the paramagnetic state at 65 K.
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would be expected to exhibit a characteristic exponential
dependence, namely κxy/T ∝ exp(−T/T0) (ref. 29). In Fig. 6, we fit
our data on Sr2CuO2Cl2 and Nd2CuO4 to that form and find a
good fit over the intermediate temperature range from 30 to 100
K. An equally good fit is found for La2CuO4 (ref. 21). Whether
this implies that phonons acquire a Berry curvature through their
coupling to the environment remains to be determined. At low

temperature, we would expect phonons to eventually decouple
from their environment, whether that be spins or other excita-
tions of electronic origin. The temperature below which they do
so would shed light on the nature of that coupling. In Fig. 4, we
see that upon cooling below 10 K, |κxy| in Sr2CuO2Cl2 falls more
rapidly to zero than κxx does. (Our current data on Nd2CuO4 and
La2CuO4 do not allow us to explore their regime below 10 K.) In
Fig. 7, we zoom on the low-T regime in Sr2CuO2Cl2. We see that
whereas κxx/T3 rises monotonically as T→ 0, κxy/T3 drops rapidly
toward zero, starting roughly at 5 K. We identify 5 K as the
approximate decoupling temperature between acoustic phonons
and their chiral environment.

It is instructive to compare our data on undoped cuprates to
prior data on hole-doped cuprates. At a doping p= 0.24, in both
Nd-LSCO and Eu-LSCO, the thermal Hall signal coming from
phonons—as opposed to charged carriers—is zero21 (Table 1). It
only becomes nonzero when the doping is reduced below the
critical doping for the pseudogap phase, i.e., when p < p* (p*=
0.23). The magnitude of κxy is relatively constant from p* down to
p= 0 when measured relative to κxx (see Table 1), and the sign is
negative throughout. This continuity suggests that the same chiral
mechanism is at play in the Mott insulator and within the
pseudogap phase.
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case. a Thermal conductivity κxx vs T. There is no detectable difference
between the three curves, showing that the presence of magnetostructural
domains has a negligible impact on the phonon thermal conductivity. b
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Moreover, because the phononic κxy signal in Nd-LSCO goes
from zero at p= 0.24 to its full value at p= 0.21, rising abruptly
upon crossing below p*, this chiral mechanism must be an intrinsic
property of the pseudogap phase—since there is no change in the
crystal structure21,30 and little change in the amount of impurity
scattering between p= 0.24 and p= 0.21. This is consistent with
our finding that structural domains and cation impurities are
unimportant, and it extends the argument to all other defects and
impurities, e.g., oxygen vacancies, all of which are essentially
unchanged between p= 0.24 and p= 0.21. (In a scenario of oxygen
vacancies screened by mobile charge carriers, we would expect zero
screening at p= 0, in the insulator, so we should see a much larger
κzy signal in La2CuO4 than in Nd-LSCO at p= 0.21, for example.
This is not the case, on the contrary. As seen from Table 1, the κzy
signal is larger at p= 0.21, relative to κzz: |κzy/κzz|= 0.48% in Nd-
LSCO p= 0.21 vs. 0.2% in La2CuO4.)

One intrinsic mechanism has recently been proposed whereby
phonons couple to an electronic state that breaks time-reversal
and inversion symmetries, which would be realized in the pseu-
dogap phase of cuprates31.

Another possible mechanism is the coupling of phonons to
short-range antiferromagnetic correlations. Experimental evidence
for such correlations includes the Fermi-surface transformation
across p* observed by angle-dependent magnetoresistance32 and
the drop in carrier density across p* observed in the electrical Hall
effect33–35, both consistent with spin modulations with a wave-
vector Q= (π, π). Solutions of the Hubbard model in the para-
magnetic state find that, in doped Mott insulators such as the
cuprates, local moments36,37 persist all the way from half-filling up
to a critical doping where the pseudogap disappears38–40. In cal-
culations within the pseudogap phase, superexchange between
local moments naturally favors short-range antiferromagnetic41–43
or singlet correlations36,37. In such a scenario, the question
becomes: how can the coupling of phonons to spins make these
phonons chiral (in the presence of a magnetic field)?

Methods
Crystal structures. La2CuO4: La2CuO4 is the parent compound of the most widely
studied family of single-layer cuprates, La2–xSrxCuO4. In La2CuO4, there is an
(apical) oxygen atom above the Cu atom, thereby forming an octahedron of O
atoms around Cu (Fig. 1). Upon cooling from high temperature, La2CuO4 goes
from a tetragonal (I4/mmm) structure to an orthorhombic (Cmca) structure at 530
K (ref. 44), wherein the octahedra are tilted (the orthorhombic distortion and

associated tilt are not shown in Fig. 1). This means that unless they are deliberately
detwinned by application of uniaxial stress, crystals of La2CuO4 will be full of
orthorhombic structural domains (twins) whose boundaries can in principle scatter
phonons. (The samples of La2CuO4 studied in refs. 16,21 were twinned.) Below TN
= 270 K, the Cu spins order into a collinear antiferromagnetic arrangement,
whereby all alternating moments point along the same direction ([110]) within
every CuO2 plane inside a given orthorhombic domain. The tilting of the oxygen
octahedra causes a slight canting of the spins out of the CuO2 plane (by 0.17°)
(ref. 45), thereby producing a Dzyaloshinskii–Moriya (DM) interaction that could,
in principle, be a source of chirality.

Nd2CuO4: Nd2CuO4 is the parent compound of the electron-doped family of
cuprates Nd2−xCexCuO4. Unlike La2CuO4, it does not undergo any structural
transition and remains tetragonal down to T= 0. A significant difference from
La2CuO4 is the absence of apical oxygens, so that Cu atoms in Nd2CuO4 are not
surrounded by oxygen octahedra (Fig. 1). So, in Nd2CuO4, there are no structural
domain boundaries and no spin canting.

Magnetically, Nd2CuO4 differs from La2CuO4 in two ways: there is a large
moment on the Nd3+ ions and the Cu spins adopt a noncollinear
antiferromagnetic order46. Below TN= 255 K, the spins of the Cu2+ ions order
antiferromagnetically along the Cu–O bond ([100]). This breaks the fourfold
symmetry within a single CuO2 plane. However, in the next CuO2 plane along the
c-axis, the same spin configuration is rotated by 90°, thereby restoring the fourfold
symmetry of the entire system. This noncollinear magnetic structure therefore
preserves the tetragonal symmetry of the crystal.

Sr2CuO2Cl2: Sr2CuO2Cl2 has the same crystal structure as tetragonal La2CuO4
(T > 530 K), with La replaced by Sr and the apical O replaced by Cl (Fig. 1). Unlike
La2CuO4, it remains tetragonal down to low temperature and its octahedra show
no sign of tilting47–49. So here, again, there are no structural domain boundaries
and no spin canting. Sr2CuO2Cl2 develops collinear antiferromagnetic order below
TN= 250 K, with a magnetic structure similar to that of La2CuO4 (moments along
[110]), except with no spin canting out of the plane48. It remains in the same
magnetic phase down to at least T= 10 K (ref. 48).

Samples. Our single crystal of Nd2CuO4 was grown at the University of Science
and Technology of China by a standard flux method, annealed in helium for 10 h at
900 °C, and cut in the shape of rectangular platelets with dimensions 0.50 × 0.69 ×
0.066 mm3 (length between contacts ×width × thickness in the c direction). Con-
tacts were made with silver epoxy, diffused at 500 °C for 1 h. The thermal con-
ductivity κxx of similar samples was studied in detail at low temperature (T < 20 K)
(refs. 50,51). Single crystals of Sr2CuO2Cl2 were grown at the University of British
Columbia using a flux-growth method. Here, we report data on two samples
(labeled A and B), cut in the shape of rectangular platelets with dimensions 0.6 ×
0.11 × 0.03 mm3. Contacts were made using silver paint. In all cases, the heat
current was made to flow along the a-axis of the tetragonal structure.

Measurements. The thermal conductivity κxx was measured applying a heat
current Jx within the CuO2 plane, generating a longitudinal temperature difference
ΔTx= T +− T −. The thermal conductivity along the x-axis is given by κxx= (Jx/
ΔTx) (L/wt), where L is the distance between T + and T −, w is the width of the
sample, and t its thickness. By applying a magnetic field along the c-axis of the
crystal, normal to the CuO2 planes, a transverse temperature gradient, ΔTy, was
generated (see inset of Supplementary Fig. 1). The thermal Hall conductivity is
defined as

κxy ¼ " κyyðΔTx=ΔTyÞ ðL=wÞ

where κyy is the longitudinal thermal conductivity along the y-axis. Due to the
tetragonal structure of our samples, we can take κxx= κyy.

The measurements were made with a steady-state method as a function of
temperature, using differential type-E thermocouples for ΔTx and ΔTy (see inset of
Supplementary Fig. 1). This method consists in keeping the sample in a fixed
magnetic field H and changing its temperature in discrete steps, typically of 2–3 K.
At each fixed temperature, the background value of the thermocouple that
measures ΔTy is recorded before sending heat J to the sample. Once the sample is
entirely in equilibrium, we measure ΔTy(H). Here, the voltage (heat-off)
background in the thermocouple is carefully subtracted from the heat-on signal of
the thermocouple to give the correct ΔTy(H). Once the entire temperature range is
covered, say from 10 to 100 K, the field direction is reversed to –H. The same
procedure is now applied for these negative values of the field. We then define
ΔTy(H)= [ΔTy(T,H)− ΔTy(T, −H)]/2, thereby removing any symmetric
contamination of the signal coming from the longitudinal thermal gradient and the
possible misalignment of transverse contacts.

The heat current along the x-axis is generated by a heater stuck at one end of
the sample. The other end is glued to a block that serves as a heat sink (see inset of
Supplementary Fig. 1). For the data reported here (and in refs. 16,21), this block was
made of copper. To confirm that the Hall response of copper in a field does not
contaminate the Hall response coming from the sample, we performed the same
measurement twice, once with the copper block (using metallic contacts made with
Ag paint) and then with a block made of the insulator LiF (using insulating
contacts made with GE varnish), using the same sample of Nd2CuO4 in both cases.
The results are shown in Supplementary Fig. 1; we see that the same κxy curve is
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Fig. 7 Low-temperature regime in Sr2CuO2Cl2. Thermal conductivity κxx
and thermal Hall conductivity κxy of Sr2CuO2Cl2 (sample A), plotted as κxx/
T3 (blue) and −κxy/T3 (red) vs T. The dashed lines are a guide to the eye.
Note that the κxy data are multiplied by a factor 325, to compare them more
easily with κxx, using only one y-axis scale.
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obtained with the two setups. We conclude that using copper for the heat sink does
not lead to any detectable contamination of the thermal Hall signal.

Data availability
The data that support the findings of this study are available from the corresponding
author upon reasonable request. Source data are provided with this paper.
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Supplementary Figure 1 | Thermal Hall conductivity measurement 

 
 

 
Thermal Hall conductivity κxy of our Nd2CuO4 sample, measured in a magnetic field 

H = 15 T, plotted as κxy/T vs T. Two measurements were carried out: one with the 

heat sink made of copper (red data points) and the other one with the heat sink 

made of LiF (gray data points). Inset: Sketch of the measurement setup. One end 

of the thin sample is glued to a heat sink, while the other end is heated using a 

resistive heater attached to the sample by a silver wire. The heat current J 

generates a longitudinal temperature difference ∆Tx, both along the length of the 

sample (x direction). A magnetic field H applied along the z direction produces a 

transverse temperature difference ∆Ty between the two sides of the sample, along 

the y direction.  
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Chapitre 5

Effet Hall thermique dans les cuprates
dopés en électrons

5.1 Mise en contexte

Les mesures de la conductivité thermique de Hall dans les cuprates dopés en trous [2, 3]
ont montré que les phonons interagissent avec le champ magnétique dans la phase pseudogap
ainsi qu’à dopage nul, dans la phase isolant de Mott [119]. Parce que les phonons sont des
excitations sans charge omniprésentes dans les matériaux, une question fondamentale se
pose : comment les phonons acquièrent-ils la chiralité dans les cuprates, et même dans les
autres isolants ?

Suite à ces découvertes, des mécanismes ont été suggérés par des groupes en théorie
dans les deux dernières années, dont la diffusion asymétrique des phonons sur des défauts
(ioniques, cristallins, etc.) [111, 115, 112], le couplage des phonons aux spins [110] ou encore
un état d’ordre de boucles de courant brisant la symétrie par inversion du temps [109].
Cependant, aucune théorie proposée n’explique ou ne représente exactement (en termes
d’ordre de grandeur du signal) parfaitement les mesures expérimentales.

Dans le but de poursuivre notre étude sur l’effet Hall thermique des cuprates, nous
nous tournons maintenant vers les cuprates dopés en électrons. Aucune mesure d’effet Hall
thermique de ce côté du diagramme de phase n’a été réalisée avant celles qui sont présentées
dans ce chapitre.
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(a) (b)

Figure 5.1 (a) Diagramme de phase température-dopage dans le cuprate dopé en élec-
trons Nd2�xCexCuO4 obtenu par diffraction de neutrons. Les zones hachurées rouges et bleues
indiquent la phase antiferromagnétique à longue portée, qui se termine à x = 0.13 ainsi que
la phase supraconductrice sous Tc. Les régions encadrées indiquent la plage de température
où la mesure est faite pour chaque dopage. La ligne pointillée à haute température indique
T
⇤ à partir des points obtenus en conductivité optique [120]. (b) Dépendance en température

de la longueur de corrélation de spin ⇠ à différents dopages. Pour x  0.134, les données
suivent l’équation (5.1), indiquant la présence d’un ordre magnétique à longue portée. Pour
x � 0.145, ⇠ ne diverge pas et a une valeur finie à T = 0. La figure provient de [60].

Les cuprates dopés en électrons sont une famille cousine aux cuprates dopés en trous. Ils
ont des propriétés similaires (phase antiferromagnétique, phase supraconductrice) et offrent
l’avantage d’être mieux compris théoriquement [55]. Ainsi, les différences et similitudes dans
le diagramme de phase peuvent permettre des comparaisons intéressantes entre ces deux
familles de matériaux. La première grande question est : y a-t-il un effet Hall thermique
dans les cuprates dopés en électrons ? Si oui, est-ce que ce signal est présent à tous les
dopages ?

Prenons quelques moments pour bien décrire le diagramme de phase des cuprates dopés
en électrons, plus particulièrement de Nd2�xCexCuO4 (NCCO) et ses différences avec les
cuprates dopés en trous. Au fur et à mesure que les plans de CuO2 sont dopés, la phase
antiferromagnétique est supprimée et la supraconductivité émerge. Cependant, la phase an-
tiferromagnétique est présente à haut dopage (x = 0.13 dans NCCO [60] comparativement
à p = 0.02 dans LSCO [61]. La figure 5.1(a) montre l’évolution du diagramme de phase dans
NCCO, obtenu par diffraction de neutrons. Motayama et collaborateurs ont pu déterminer
la fin de l’ordre antiferromagnétique à longue portée en mesurant la longueur de corréla-
tion de spin ⇠ bidimensionnelle qui varie exponentiellement en fonction de l’inverse de la
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Q = (π,
π)

(a)

(b)

(c)

Figure 5.2 (a) Évolution de la surface de Fermi déterminée par ARPES pour NCCO à
différents dopages montrant une perte de poids spectral aux points chauds pour x = 0.15.
(b) Même chose, mais pour x = 0.15 et x = 0.16. Les figures proviennent de [55, 91]. (c) La
perte de poids spectrale est observée lorsque la surface de Fermi croise la zone de Brillouin
antiferromagnétique. Cette figure est la courtoisie de Chloé Gauvin-Ndiaye.

température pour T > TN ,

⇠(x, T ) = A(x) exp


2⇡⇢s(x)

T

�
, (5.1)

où ⇢s(x) est la rigidité de spin (spin stiffness en anglais) et x la concentration de Ce [60].
La figure figure 5.1(b) montre que pour x < 0.134, ⇠/a croit exponentiellement lorsque
la température diminue, indiquant un ordre magnétique à longue portée. Ce résultat est
important puisqu’il implique que la supraconductivité et le magnétisme ne cohabitent pas
ensemble, i.e. que ce sont deux phases distinctes.

Le dôme supraconducteur des cuprates dopés en électrons est beaucoup moins étendu que
celui des dopés en trous. De plus, la température critique au dopage optimal est Tc = 24 K
pour NCCO x = 0.15 [121]. Cela fait en sorte qu’il est beaucoup plus facile d’avoir accès à
l’état normal, et ce, jusqu’aux millikelvins puisque Hc2 < 10 T [122, 123].

Une autre différence frappante est l’absence de phase pseudogap, tel qu’observée par
la chute de densité d’état aux régions anti-nodales, dans les cuprates dopés en trous [68].
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Les cuprates dopés en électrons présentent une phase dite «pseudogap antiferromagnétique»,
caractérisée par une chute de la densité d’état au croisement de la surface de Fermi avec la
zone de Brillouin antiferromagnétique (voir figure 5.2) [55, 91]. Ces points de croisements
sont appelés «points chauds» (hot spots en anglais). Le pseudogap antiferromagnétique serait
ainsi lié à l’ordre antiferromagnétique à longue portée.

D’un point de vue théorique, le pseudogap antiferromagnétique existe dans un modèle de
Hubbard en deux dimensions, tel que démontré par différentes méthodes de résolutions [124].
L’approche autocohérente à deux particules ou TPSC (Two-Particle Self Consistent en an-
glais) fut la première méthode numérique à prédire l’existence du pseudogap dans le modèle
de Hubbard en deux dimensions [125]. Cette méthode prédit, à l’aide d’arguments analy-
tiques, qu’une perte de poids spectral est observée aux points chauds lorsque la longueur
de corrélation antiferromagnétique ⇠spin devient plus grande que la longueur d’onde de Bro-
glie (⇠th = vF~/⇡kBT avec vF la vitesse de Fermi) [125, 92]. Motoyama et collaborateurs
ont vérifié ce critère expérimentalement dans NCCO et pour x < 0.15 et ont montré que
⇠spin ⇠ 2.6⇠th [60]. Plus récemment, Boschini et collaborateurs ont réalisé une mesure de TR-
ARPES (time- and angle-resolved photoemission en anglais) dans NCCO x = 0.15 et établit
que T

⇤ persistait à ce dopage, même si l’ordre AF est absent [121]. Ainsi, les corrélations de
spins 2D à courte portée sont présentes au-delà de l’ordre AF et la phase pseudogap semble
être précurseur de l’ordre AF à longue portée. Donc, la phase pseudogap antiferromagnétique
résulte des fluctuations de spin 2D dans les cuprates dopés en électrons [92, 60, 121].

Finalement, au-delà de la phase supraconductrice (à fort dopage), les cuprates dopés en
électrons sont dans la phase liquide de Fermi tout comme leurs analogues dopés en trous.
Une phase dite de métal étrange est aussi présente pour T > Tc au-dessus du dôme supra-
conducteur [122].

Ainsi, avec un diagramme de phase tout aussi riche que celui des cuprates dopés en trous,
les cuprates dopés en électrons sont des candidats idéals pour permettre des comparaisons
intéressantes. Dans notre étude, nous nous penchons sur le composé NCCO et Pr2�xCexCuO4

(PCCO), de l’isolant de Mott (x = 0) à l’état métallique (x = 0.17). Les cuprates dopés
en électrons ont l’avantage d’avoir une structure tétragonale à tous les dopages, facilitant
les comparaisons entre eux. Nous observons un signal d’effet Hall négatif présent à tous les
dopages que nous attribuons aux phonons. Le signal est plus grand que celui observé du
côté dopé en trous, présentant des ratios xy/xx allant jusqu’à 2.7 %, comparativement à
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0.4 % [119]. Puisque les fluctuations AF à courte portée sont présentes à tous les dopages,
cela constitue une piste de mécanisme intéressante pour expliquer la chiralité des phonons
dans les cuprates. L’implication serait donc que le signal xy < 0 vu dans les dopés en trous
sous p

⇤ soit la signature de corrélations AF dans la phase pseudogap.

5.2 Article

Cet article présente les résultats de l’étude complète de la conductivité thermique longitu-
dinale et transverse dans les cuprates dopés en électrons. Tel que mentionné précédemment,
il n’existe aucune autre étude de l’effet Hall thermique dans ces composés. Il s’agit d’un
projet où j’étais indépendante tout au long du processus, de la préparation des échantillons
à la prise et l’analyse des données expérimentales ainsi qu’à la rédaction de l’article. Gaël
Grissonanche, Étienne Lefrançois et Adrien Gourgout ont assisté à l’expérience ainsi qu’aux
discussions scientifiques reliant le projet. Les échantillons de Nd2�xCexCuO4 nous ont été
fournis par Ke-Jun Xu et Zhi-Xun Shen tandis que ceux de Pr2�xCexCuO4 ont été fournis
par Richard L. Greene. Louis Taillefer a supervisé le projet et rédigé l’article.

Dans le cas des cuprates dopés en électrons, la préparation des échantillons était plus
simple que pour Sr2CuO2Cl2, puisque les cuprates sont moins sensible à l’air. Tous les cristaux
ont été orientés cristallographiquement par Maxime Dion afin de s’assurer que nous puissions
orienter le champ magnétique parallèlement à l’axe c. Par la suite, les échantillons ont pu
être coupés et polis pour obtenir des formes rectangulaires. Les contacts ont été apposés en
utilisant de l’époxy (tel que décrit au chapitre 3) et diffusés sous oxygène.

Les résultats présentés dans l’article montrent l’effet Hall thermique pour un champ
magnétique H = 0.15 T. Pour tous les échantillons présentés, nous avons aussi mesuré
xy(T ) pour différents champs magnétiques, soit H = 5, 10.6 et 15 T. Les résultats sont très
similaires pour tous les dopages, présentant une dépendance sous-linéaire en fonction de la
température pour T < 40 K. POur T > 40 K, on trouve xy ⇠ H.

Nous avons aussi effectué une étude selon l’axe c, tel que fait précédemment dans les
cuprates dopés en trous [3], pour NCCO x = 0.04 et x = 0.17. Cette étude a permis
de confirmer l’origine des phonons comme porteurs de chaleur responsables de l’effet Hall
thermique dans NCCO.
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Cette étude ne se limite pas seulement à l’étude de NCCO à travers le diagramme de
phase, mais aussi sur l’effet des ions d’oxygène sur l’effet Hall thermique. En effet, les cuprates
dopés en électrons présentent la subtilité que la concentration en cérium (x) ainsi que la
teneur en oxygène contrôlent le diagramme de phase [55]. Sans oxygénation, les cuprates
dopés en électrons ne sont pas supraconducteurs et leurs propriétés électroniques peuvent
en être grandement influencées [126]. Il est cependant très difficile de connaître exactement
la teneur en oxygène des échantillons une fois le recuit effectué [122]. Dans le but de voir
le rôle de l’oxygénation sur l’effet Hall thermique, nous avons effectué des mesures sur des
cristaux as grown, sans recuit. L’idée est venue de l’étude théorique de Flebus et Macdonald,
qui prédisent l’absence d’ions d’oxygène comme mécanisme responsable de la chiralité des
phonons [111]. Cette étude, ayant nécessité de nouveaux échantillons, constitue une étape
importante du projet.

Cet article en entier forme une part importante de ma thèse, tout en étant une contri-
bution importante au domaine de l’effet Hall thermique dans les matériaux quantiques. Cela
ajoute une autre pièce au sujet de la conductivité thermique transverse des phonons, tout en
suggérant une nouvelle avenue théorique : le couplage des phonons aux fluctuations de spins
antiferromagnétiques à courte portée.
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Measurements of the thermal Hall conductivity in hole-doped cuprates have shown that phonons acquire
chirality in a magnetic field both in the pseudogap phase and in the Mott insulator state. The microscopic
mechanism at play is still unclear. A number of theoretical proposals are being considered including skew
scattering of phonons by various defects, the coupling of phonons to spins, and a state of loop-current order with
the appropriate symmetries, but more experimental information is required to constrain theoretical scenarios.
Here we present our study of the thermal Hall conductivity κxy in the electron-doped cuprates Nd2−xCexCuO4

and Pr2−xCexCuO4 for dopings across the phase diagram, from x = 0 in the insulating antiferromagnetic phase up
to x = 0.17 in the metallic phase above optimal doping. We observe a large negative thermal Hall conductivity at
all dopings in both materials. Since heat conduction perpendicular to the CuO2 planes is dominated by phonons,
the large thermal Hall conductivity we observe in electron-doped cuprates for a heat current in that direction
must also be due to phonons, as in hole-doped cuprates. However, the degree of chirality, measured as the ratio
|κxy/κxx| where κxx is the longitudinal thermal conductivity, is much larger in the electron-doped cuprates. We
discuss various factors that may be involved in the mechanism that confers chirality to phonons in cuprates,
including short-range spin correlations.

DOI: 10.1103/PhysRevB.105.115101

I. INTRODUCTION

The thermal Hall effect is a promising tool for obtaining
information on the nature of excitations in quantum materials.
The thermal Hall conductivity κxy is obtained by measur-
ing the transverse temperature difference (along the y axis)
produced by a magnetic field applied along the z axis, perpen-
dicular to the heat current (along the x axis). Electrons give
rise to a thermal Hall signal in metals due to the Lorentz force
for the same reason they produce an electrical Hall effect. In
recent years, it has become clear that insulators can also give
rise to a thermal Hall signal, even though their excitations are
charge neutral. Magnons can produce a thermal Hall effect un-
der certain conditions [1], as observed in the antiferromagnet
(AF) Lu2V2O7 [2]. It has been proposed that more exotic ex-
citations, such as Majorana edge modes in Kitaev spin liquids
[3], can also be detected via the thermal Hall effect.

Phonons can also give rise to a thermal Hall signal, even if
they are charge neutral excitations. The first observation of a
phonon thermal Hall effect was in the paramagnetic insulator
Tb3Ga5O12 [4,5]. In that case, the effect was attributed to the
skew scattering of phonons by superstoichiometric Tb3+ ions
[6]. Since then, a phonon Hall effect has been reported in var-
ious other insulators. In the multiferroic material Fe2Mo3O8,
the effect was linked to the strong spin-lattice interaction [7].
In the quantum paraelectric SrTiO3, the effect was linked

to a strong flexoelectric susceptibility and the presence of
structural domains [8,9]. In the AF Cu3TeO6, the record-high
κxy signal was linked to a large phonon conductivity κxx, giv-
ing a ratio |κxy/κxx| comparable with that measured in other
insulators [10].

In hole-doped cuprates, a large negative κxy signal was
observed in the pseudogap phase below the critical doping
p" [11] but also in the Mott insulator state at zero doping in
La2CuO4, Nd2CuO4, and Sr2CuO2Cl2 [12].

In La2CuO4, phonons were shown to be responsible for the
thermal Hall effect by applying a heat current normal to the
CuO2 planes, a direction in which only phonons can move eas-
ily, which revealed that the c-axis thermal Hall conductivity,
κzy, is comparable in magnitude to the in-plane conductivity,
κxy [13].

The question is this: By what mechanism can a magnetic
field confer chirality—here defined as handedness in a mag-
netic field—to phonons and thus produce a thermal Hall effect
in cuprates, and more generally in insulators? A number of
theoretical proposals have recently been made, including the
skew scattering of phonons by defects [14–17] , the coupling
of phonons to spins [18] and a state of loop-current order with
the appropriate symmetries [19]. It is currently unclear what
precise mechanism is appropriate for the cuprates or indeed
for Fe2Mo3O8, SrTiO3, and Cu3TeO6.
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FIG. 1. Schematic temperature-doping phase diagram of the
electron-doped cuprates consisting of the AF phase, bounded by
the Néel temperature TN (solid black line), and the superconducting
phase (SC), bounded by its zero-field critical temperature Tc (dashed
blue line). In our study, we applied a magnetic field of H = 15 T
normal to the CuO2 planes in order to remove the superconductivity
and access the normal state down to T → 0. The color-coded arrows
indicate the doping values of the samples included in our study:
Nd2CuO4 (x = 0), NCCO (x = 0.04, 0.10, 0.11, 0.17), and PCCO
(x = 0.15; green arrow). We divide the doping range into an AF
regime (x < 0.13) and a metallic regime (x > 0.13).

To shed new light on the thermal Hall effect in cuprates,
we have conducted a systematic study of the thermal Hall
conductivity in the electron-doped cuprates Nd2−xCexCuO4
(NCCO) and Pr2−xCexCuO4 (PCCO). There are two im-
portant differences between electron-doped and hole-doped
cuprates: The mysterious pseudogap phase of the latter, char-
acterized by a partial spectral weight depletion in the antinodal
region of the Fermi surface [20], is not present in the former
[21], and AF is stronger in the former in the sense that the
phase of long-range AF order extends to much higher dop-
ing [22]—up to x # 0.13 in NCCO (Fig. 1) vs p # 0.02 in
La2−xSrxCuO4 (LSCO). In addition, electron-doped cuprates
are convenient because the full doping range can be covered,
from Mott insulator at zero doping to metal at high dop-
ing, while keeping the same crystal structure, and a modest
magnetic field (#10 T) is sufficient to fully suppress su-
perconductivity [23] so that the normal state can easily be
accessed down to T → 0 at all dopings.

In this paper, we show that there is a large negative thermal
Hall conductivity in the electron-doped cuprates that persists
up to the highest doping we have investigated (x = 0.17).
Because a large thermal Hall signal is still observed when
the heat current is applied normal to the CuO2 planes, we
conclude that phonons are responsible for it. Indeed, all other
heat-carrying excitations (of electronic or magnetic origin) are
expected to be much more mobile within the CuO2 planes than
across planes [13]. The fact that |κxy| remains large outside the
phase of long-range AF order (p > 0.13, Fig. 1) shows that
AF order per se is not an important ingredient in the mecha-
nism that confers chirality to phonons in a magnetic field. The

fact that the signal is very similar for NCCO and PCCO rules
out rare-earth ions as playing a key role. The phononic κxy
response in electron-doped cuprates has the same sign (neg-
ative) and a similar temperature dependence to that found in
hole-doped cuprates but with a significantly larger magnitude.
Indeed, the degree of chirality, measured as the ratio |κxy/κxx|,
where κxx is the longitudinal thermal conductivity, is ∼4 times
larger in the electron-doped cuprates. We infer that the same
underlying mechanism is effective in all cuprates and suggest
that short-range AF correlations may play a role.

II. METHODS

A. Samples

Single crystals of Nd2−xCexCuO4 with x = 0.04, 0.10,
0.11, and 0.17 were grown at Stanford University by the
traveling-solvent floating-zone method in O2 and annealed
in flowing argon for 48 h at 900◦C. A single crystal of
Pr2−xCexCuO4 with x = 0.15 was grown at the University of
Maryland using the flux growth method with flowing argon
and a titanium getter at 900◦C for 4 days [24]. The value of
Tc, the superconducting transition temperature in zero field
defined by the onset of the drop in magnetization, is Tc = 22
and 20 K for x = 0.15 and 0.17, respectively. For these su-
perconducting samples, a field of 15 T applied normal to the
CuO2 planes is large enough to completely suppress super-
conductivity down to T → 0 [23].

Samples were cut into rectangular platelets and contacts
were made with silver epoxy, diffused at 500◦C under oxy-
gen for 1 h. The in-plane samples have their lengths (and
current direction) along the a axis (J ‖ a ‖ x), i.e., parallel
to the CuO2 planes of the tetragonal structure. Sample di-
mensions are roughly (500 − 1000) × (500 − 1000) × (50 −
200) (length between contacts × width × thickness, in µm).

We also studied thermal transport for a heat current ap-
plied along the c axis (J ‖ c ‖ z), for NCCO at x = 0.04 and
x = 0.17. To do so, we cut two samples from the same single
crystal (distinct from the crystal used for the in-plane transport
study): One with the longest direction along the c axis and the
other along the a axis.

In addition to the annealed samples mentioned above, we
also measured two as-grown (unannealed) samples with x =
0.04 and 0.10, respectively, to investigate the effect of oxy-
gen reduction on the thermal transport properties of NCCO.
The dimensions are (1320 × 1250 × 150) µm and (700 ×
550 × 670) µm for x = 0.04 and x = 0.10, respectively. For
x < 0.13, the reduction process removes some of the nonsto-
ichiometric excess oxygen atoms that lie naturally in apical
positions of the structure in as-grown samples [25]. The ef-
fectiveness of this reduction process decreases with increasing
Ce doping [26].

B. Measurements

The thermal conductivity κxx is measured by applying a
heat current Jx along the x axis of the sample (longest direc-
tion), which generates a longitudinal temperature difference
#Tx = T + − T −. The thermal conductivity κxx is given by

κxx = Jx

#Tx

( L
wt

)
, (1)
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where Jx is the heat current, w is the sample width, t is its
thickness, and L is the distance between T + and T −. When a
magnetic field is applied parallel to z, a transverse temperature
difference #Ty can develop along the y axis. The thermal Hall
conductivity κxy is then defined as

κxy = −κyy

(
#Ty

#Tx

)( L
w

)
. (2)

In a tetragonal system (like NCCO and PCCO), we can take
κyy = κxx. The temperature differences #Tx and #Ty were
measured using type-E thermocouples (chromel-constantan)
in a steady-state method at fixed magnetic field H (see Refs.
[12,13,27]), since such thermocouples have a weak-field de-
pendence in the regime of T and H values explored here, and
they have a better sensitivity than resistive Cernox sensors at
high temperature. (Note that in a previous test we found no
difference between a κxy measurement using thermocouples
and a κxy measurement on the same sample using Cernox
sensors; see Appendix C in Ref. [27].) The (heat-off) voltage
background of the thermocouples was carefully subtracted
from the heat-on signal to give the correct #Ty. In order to
properly measure κxy, any contamination from the thermal
conductivity κxx that would result from a slight misalign-
ment of the two opposite transverse contacts is removed by
field antisymmetrization, namely, #Ty(H ) = [#Ty(T, H ) −
#Ty(T,−H )]/2. The heat current along the x axis is generated
by a strain gauge heater attached to one end of the sample.
The other end is glued using silver paint to a copper block
that serves as a heat sink. (Note that the Hall response of
copper in a field does not contaminate the Hall response
coming from the sample, as was verified by measuring κxy
twice on the same sample of Nd2CuO4—once with the copper
block and then with a block made of the insulator LiF. The
same κxy curve was obtained with the two setups within error
bars—see the Supplemental information in Ref. [12]. Hence
using copper for the heat sink does not lead to any detectable
contamination of the thermal Hall signal.)

For the measurements of κzy presented here, the heat cur-
rent J was sent along the c axis of the single crystal (along
z), perpendicular to the CuO2 planes. By applying a magnetic
field H along the a axis (along x), parallel to the CuO2 planes,
a transverse temperature difference is generated along y. The
longitudinal thermal conductivity along the c axis is then
given by κzz = (Jz/#Tz )(L/wt ). The out-of-plane thermal
Hall conductivity is defined as κzy = −κyy(#Ty/#Tz )(L/w),
where κyy is the longitudinal thermal conductivity along the
y axis, again taken to be equal to κxx for a tetragonal system.
More details can be found in Ref. [13].

III. RESULTS

The longitudinal thermal conductivity κxx and the thermal
Hall conductivity κxy of our samples are displayed in Fig. 2
(for the AF regime) and Fig. 3 (for the metallic regime). Our
main finding is that a large negative thermal Hall signal is
present in all samples at all dopings. The minimum in κxy
is located at roughly the same temperature as the maximum
in the phonon-dominated κxx, namely, T # 20 − 30 K, a first
indication that the thermal Hall effect is due to phonons.

FIG. 2. Thermal transport properties of NCCO in the AF regime,
at dopings x = 0 (red; [12]), 0.04 (blue), 0.10 (brown), and 0.11 (or-
ange), measured in a magnetic field H = 15 T applied normal to the
CuO2 planes (H ‖ c). (a) Thermal conductivity κxx vs temperature.
(b) Thermal Hall conductivity κxy vs T . All lines through the data
points are a guide to the eye.

The data in Figs. 2 and 3 were all taken at H = 15 T. It is
worth noting that although κxy is linear in H at high tempera-
ture, it develops a sublinear dependence at lower temperature,
in tandem with the growth of a field dependence in κxx, as
shown in Fig. 4 for x = 0.04.

While for x < 0.13 we expect to have a negligible elec-
tronic contribution to κxx and κxy (because the samples
are electrically insulating), this may not be the case at the
highest dopings where the samples are reasonably good
metals. In Fig. 3, we plot a rough estimate of the ex-
pected contribution of electrons (dashed lines), calculated by
assuming that the Wiedemann-Franz law holds at all tem-
peratures, namely, κe

xx = L0T σxx, with σxx = ρxx/(ρ2
xx + ρ2

xy),
and κe

xy = L0T σxy, with σxy = ρxy/(ρ2
xx + ρ2

xy). For these es-
timates, we used published data on PCCO at x = 0.17–ρxx(T )
data in Ref. [23] and RH(T ) data in Ref. [28], with ρxy(T ) ≡
RH (T ) × H . This gives an upper bound on the electronic κxx
and κxy. We see that these electronic contributions are small
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FIG. 3. Thermal transport properties of electron-doped cuprates
in the metallic regime, namely, PCCO at x = 0.15 (green) and NCCO
at x = 0.17 (purple), measured in a field H = 15 T (H ‖ c). (a) κxx

vs T . (b) κxy vs T . The dashed gray lines are an estimate of the
electronic contribution to κxx and κxy, respectively, based on applying
the Wiedemann-Franz law to the electrical conductivities σxx and σxy

reported for PCCO at x = 0.17 [23,28] (see text). All solid lines are
a guide to the eye.

compared with the measured κxx and κxy, especially at low
temperature, being less than 10% at T < 40 K.

It is instructive to look at the ratio κxy/κxx plotted as a
function of temperature in Fig. 5. We see that the quantity
|κxy/κxx|, which we call the degree of chirality, peaks at T #
20 K, the temperature where the phonon conductivity κxx also
peaks. At its peak, the degree of chirality in electron-doped
cuprates reaches a maximal value |κxy/κxx| = 0.9 − 2.7%, at
H = 15 T (Table I). This degree of chirality is four times
larger than that measured in the hole-doped cuprates, namely,
|κxy/κxx| = 0.2 − 0.6% at H = 15 T (Table I). This signifi-
cant difference in the degree of chirality might provide new
insight into the underlying mechanism of phonon chirality in
all cuprates, as we discuss below.

In order to confirm that phonons are indeed the heat carriers
responsible for the negative thermal Hall effect in NCCO and
PCCO, we investigated the thermal Hall response for a heat
current sent along the c axis, normal to the CuO2 planes. In

FIG. 4. Field dependence of thermal transport in NCCO at x =
0.04. (a) Thermal conductivity κxx vs T for H = 0 (black), 5 T
(green), 10.6 T (orange), and 15 T (blue). Near its peak value, κxx

is seen to drop significantly with increasing field. A similar field-
induced suppression of κxx is observed at all dopings. (b) Thermal
Hall conductivity for H = 5 T (green), 10.6 T (orange), and 15 T
(blue) plotted as κxy/H vs T . Although κxy is linear in H at the
highest temperatures (i.e., κxy/H is independent of H ), it acquires
a strong sublinearity at lower temperature. A similar field-induced
nonlinearity of κxy is observed at all dopings. All lines are a guide to
the eye.

such a direction, the only excitations in the material that have
nonnegligible mobility are the phonons, as argued in Ref. [13].
In Fig. 6(a), we plot κzz vs T for NCCO at x = 0.04 (J ‖ c).
We find that κzz is smaller than κxx (J ‖ a) by a factor 4 or so
at T = 30–40 K, where the two conductivities were measured
on two separate samples cut from the same crystal [Fig. 6(b)].
In Fig. 6(c), the thermal Hall conductivity κzy is displayed
(J ‖ c, H ‖ a). The degree of chirality for J ‖ c, |κzy/κzz |
is seen to be even larger than that for J ‖ a, i.e., |κxy/κxx|
[Fig. 6(d)]. This confirms that phonons are responsible for
the negative thermal Hall effect in electron-doped cuprates.
Similar findings were obtained at x = 0.17 (see Fig. 7).

Finally, we have investigated the effect of annealing on the
NCCO samples by comparing data from as-grown samples vs
annealed samples at the same doping for two dopings: x =
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TABLE I. Thermal Hall conductivity of cuprates. The magnitude of κxx and κxy at T = 20 K and H = 15 T is listed, as well as the
degree of chirality, given by the ratio |κxy/κxx|. The first group of materials (top section) consists of cuprate Mott insulators (x = p = 0). The
second group (middle section) consists of hole-doped cuprates for doping values p as indicated (second column). At high doping (p > 0.1), the
samples are metallic and so we quote here the thermal transport coefficients for a heat current normal to the CuO2 planes (J ‖ c), which contain
only the phonon contribution to heat transport. The last group is electron-doped cuprates (bottom section) for doping values x as indicated.

κxy κxx |κxy/κxx|
Material Doping (mW/Km) (W/Km) (%)

Nd2CuO4 [12] 0.00 −200 56 0.4
Sr2CuO2Cl2 [12] 0.00 −21 7 0.3
La2CuO4 [11] 0.00 −38 12 0.3
La2CuO4

a [13] 0.00 −30 16 0.2

LSCO [11] p = 0.06 −33 6 0.6
Eu-LSCO [11] 0.08 −11 5 0.2
Nd-LSCOa [13] 0.21 −14 2.9 0.5
Nd-LSCOa [13] 0.24 0 1.2 0
Eu-LSCOa [13] 0.24 0 1.2 0

NCCO x = 0.04 −314 28 1.1
NCCOb 0.04 −1400 51 2.7
NCCOa 0.04 −227 14 1.6
NCCO 0.10 −194 22 0.9
NCCOb 0.10 −360 25 1.4
NCCO 0.11 −898 39 2.3
PCCO 0.15 −676 43 1.6
NCCO 0.17 −568 34 1.7

a(J ‖ c).
b(As grown).

0.04 and x = 0.10. In its ideal structure, there is no oxygen
atom in the apical position of the crystal lattice of NCCO.
However, in as-grown crystals there is an oxygen atom in
approximately 10% of apical positions [29]. The reduction
annealing treatment removes some of those excess oxygens in
apical positions, especially when x 6 0.10 [25,30]. Annealing
crystals also reduces built-in tension and disorder.

The thermal transport data for this comparative study are
displayed in Fig. 8. Let us first focus on the data for the
sample with x = 0.04 (left panels). In Fig. 8(a), we see that
the removal of excess oxygens by annealing has little effect
on κxx at the lowest temperatures (T < 10 K), a regime where
the sample boundaries dominate the scattering of phonons, but
it leads to a significant increase in the phonon mean-free path
at higher temperatures, seen as an enhanced conductivity κxx.

Surprisingly, this enhanced conductivity is accompanied
by a decrease of |κxy| [Fig. 8(c)], a behavior opposite to
the usual trend that the magnitude of κxy tends to grow in
tandem with κxx (Table I). As a result, the degree of chirality,
|κxy/κxx|, is seen to be significantly larger in the as-grown
sample [Fig. 8(e)]. We discuss the possible implications of
this observation in the next section.

Corresponding data for the sample with x = 0.10 (Fig. 8,
right panels) do not lead to as clear cut a conclusion, because
the effect of annealing is different at higher doping; indeed,
apical oxygens are no longer affected, but in-plane oxygens
are removed [31]. Consistent with the resulting in-plane dis-
order, a prior study found reduction annealing of NCCO at
x = 0.22 to decrease κxx [32]. Nonetheless, at its peak vs
temperature, |κxy| is again larger in the as-grown sample
[Fig. 8(d)], as is |κxy/κxx| [Fig. 8(f)].

IV. DISCUSSION

We observe a large negative thermal Hall conductivity
κxy in the electron-doped cuprates NCCO and PCCO, for all
dopings from the insulator at x = 0 to the metal at x = 0.17.
After summarizing the arguments for why phonons are the
heat carriers responsible for this κxy signal, we discuss the
implications of our findings regarding the underlying mech-
anism that makes phonons chiral in cuprates—by which we
simply mean that they produce a thermal Hall effect in the
presence of a magnetic field perpendicular to the heat current.

A. Phonon Hall effect

The similarity of κxy data at the various dopings strongly
suggests a single unified scenario—the same heat carriers and
the same microscopic mechanism at all dopings. The negative
κxy signal we detect is certainly not due to electrons at low
doping, for our sample with x = 0.04 is electrically insulating.
Nor is it due to magnons at high doping, for our samples at
x = 0.15 and x = 0.17 are outside the phase of long-range
AF order. So we can rule out electrons and magnons as
the heat carriers responsible for the thermal Hall effect in
electron-doped cuprates across the full doping range. This
leaves phonons as the only obvious candidate. The fact that
the curve of κxy vs T peaks at the same temperature as the
phonon-dominated κxx vs T certainly suggests that phonons
are responsible for κxy. {Note that in hole-doped cuprates
(LSCO, Eu-LSCO), κxy vs T also peaks at T ∼ 20 K, which
is typically the temperature at which the phonon thermal con-
ductivity κxx peaks [11].}
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FIG. 5. Ratio of κxy over κxx, as a function of temperature mea-
sured at H = 15 T. (a) For samples in the AF regime (data from
Fig. 2). (b) For samples in the metallic regime (data from Fig. 3).
The ratio |κxy/κxx|, a dimensionless quantity we call the degree of
chirality, is seen to peak at T # 20 K, roughly the same temperature
at which the phonon conductivity κxx peaks. Its maximal value in the
electron-doped samples (x > 0) is approximately 1–3% (see Table I
for precise values), a factor 4 larger than in hole-doped cuprates
(Table I). All lines are a guide to the eye.

What essentially proves that it is phonons that carry the
thermal Hall effect is our study of heat transport along the c
axis, a direction in which only phonons can carry heat with
significant mobility, where we also observe a large degree of
chirality [Figs. 6(d) and 7(d)].

B. Scattering processes

It is likely that the phonon thermal Hall effect in cuprates is
due to the skew scattering of phonons off some impurities or
defects. The original observation of a phonon Hall effect, in
the insulator Tb3Ga5O12 [4], was attributed to skew scattering
off superstoichiometric Tb3+ ions [6]. In SrTiO3, the large κxy
signal was linked to the presence of structural domains, result-
ing from a structural transition at T # 105 K [8,9], thereby
accounting for the very weak κxy signal seen in the closely
related material KTaO3, which does not undergo any such

FIG. 6. Heat transport properties of NCCO at x = 0.04, for (J ‖
c) (n = z, red) and for (J ‖ a) (n = x, blue), at H = 15 T (where
H ⊥ J). (a) The c-axis thermal conductivity, plotted as κzz vs T .
(b) Comparison of the longitudinal thermal conductivities for a heat
current in plane (κxx, blue) and out of plane (κzz , red). The two data
sets come from two samples cut from the same crystal. (c) Thermal
Hall conductivity for a heat current along the c axis and a field
H = 15 T applied parallel to the CuO2 planes, plotted as κzy vs T .
(d) Ratio of κzy over κzz (n = z, red; data from panels (a) and (c))
compared with the ratio of κxy over κxx (n = x, blue; data taken on a
separate sample cut from the same crystal).

transition. Let us therefore explore what scattering processes
might be relevant for electron-doped cuprates.

The first point to stress is that there are no structural
domains in NCCO or PCCO, as these materials retain their
tetragonal structure at all temperatures. So scattering of
phonons off structural domain boundaries is ruled out (in-
cluding those associated with the AF order, as there is no
long-range order in our samples with x = 0.15 and 0.17).

FIG. 7. Same as for Fig. 6 but for x = 0.17.
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FIG. 8. Effect of annealing on the thermal transport of NCCO
at x = 0.04 (left panels) and x = 0.10 (right panels). Data taken on
an as-grown (not annealed) sample (blue curves) are compared with
data taken on an annealed sample (red curves): (a), (b) longitudinal
thermal conductivity κxx; (c), (d) thermal Hall conductivity κxy; (e),
(f) ratio κxy/κxx.

The next observation is the striking similarity between κxy
data on NCCO and PCCO [Figs. 3(b) and 5(b)]. This imme-
diately tells us that the nature of the rare-earth ion, whether
Nd3+ or Pr3+, is irrelevant for the mechanism of phonon
chirality in cuprates.

The larger degree of chirality in NCCO with x > 0 com-
pared with Nd2CuO4 (x = 0) suggests that adding Ce ions into
the structure favors phonon chirality. Could it be that the scat-
tering of phonons by Ce impurities enhances the κxy signal in
cuprates? This possibility—that Ce atoms are effective skew
scatterers of phonons in cuprates—should be tested deliber-
ately in future work. Note that κxx does decrease with increas-
ing Ce content (Fig. 2), as observed in a prior study [32]. (The
fact that κxx is larger at x = 0.11 than at x = 0.04 is presum-
ably due to a lower level of other disorder in the former.)

Our study of the effect of annealing revealed that ex-
cess oxygen atoms on apical locations in the lattice scatter
phonons (decrease κxx) and enhance the degree of chiral-
ity (increase |κxy/κxx|)—at least at x = 0.04 (Fig. 8). This
points to another potential mechanism for skew scattering of
phonons that would be worth investigating theoretically. It
has been proposed that charged defects in ionic crystals can
produce a skew scattering of phonons and thus yield a thermal
Hall effect in such insulators [15]. However, this particular
mechanism—associated with a local charge—seems unlikely

for NCCO since the degree of chirality remains large even in
the metallic regime where conduction electrons would surely
screen any local charge.

Of course, there are other impurities and defects in NCCO
and PCCO beyond Ce ions and apical oxygens. The question
is what types of defects, in what environment, will produce the
necessary skew scattering. This is being explored theoretically
(e.g., Refs. [14,16,17]) and empirically (e.g., Ref. [10]), as a
growing number of insulators are found to exhibit a sizable
phonon thermal Hall effect. Now because defects and im-
purities in these various materials must be widely different,
there seems to be something rather general about the skew
scattering of phonons in a magnetic field that needs to be
understood. (This is of course not universal, since there are
insulators that have κxy = 0, like Y2Ti2O7 [33] and LiF [3],
for example.)

We propose that the mechanism of phonon chirality might
involve the combination of local defects and local spins or
short-range magnetic correlations. The defects would locally
distort the spin environment and generate a local spin chirality
that would result in skew scattering of phonons when a field is
applied. This would imply that nonmagnetic insulators would
not have a phonon Hall effect. (An immediate counterexample
is SrTiO3, and so for this particular quantum paraelectric
material, another mechanism would need to be invoked,
presumably involving high electric polarizability and struc-
tural domain boundaries.)

C. Electron-doped vs hole-doped cuprates

It is instructive to compare electron-doped cuprates with
hole-doped cuprates. Both exhibit a negative phonon thermal
Hall effect, which is independent of whether the sample is
inside or outside the regime of long-range AF order. The tem-
perature dependence of κxy is very similar in the two families
of cuprates, as illustrated in Fig. 9.

There are two important differences. First, a quantitative
difference: The magnitude of |κxy/κxx| is significantly larger
in electron-doped cuprates, by a factor of 4 or so (Table I). We
see three possible ingredients that may be relevant. Electron-
doped cuprates contain Ce atoms, which may act as skew
scatterers. Also, they do not have apical oxygens in their pris-
tine structure, so impurity atoms in those locations—present
even in annealed samples—act as scattering centers, which,
as argued above, appear to increase the degree of phonon
chirality. Finally, AF is more pronounced in electron-doped
cuprates in the sense that the phase of long-range AF order
extends to much higher doping, up to x # 0.13 in NCCO vs
p # 0.02 in LSCO, and short-range AF correlations in NCCO
persist beyond that limit, up to x = 0.17 [22]. We suggest that
the role of such AF correlations in causing phonon chirality
is a promising avenue of investigation. In summary, a quan-
titative comparison between electron-doped and hole-doped
cuprates points to three possible factors to account for the
stronger chirality in the former: Ce impurities, excess apical
oxygens, and stronger AF correlations.

Note that another difference between electron-doped and
hole-doped cuprates is the field dependence of κxx and κxy,
shown for NCCO in Fig. 4. In NCCO at x = 0.04 and also at
other dopings, the field dependence of κxx is much stronger
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FIG. 9. (a) Comparison of the ratio κxy/κxx for NCCO x =
0.04 (annealed, blue; this work) and the cuprate Mott insulator
Sr2CuO2Cl2 (red [12]) in a magnetic field H = 15 T. The data for
Sr2CuO2Cl2 are multiplied by a factor 4. (b) Similar comparison
between NCCO x = 0.04 (as grown, blue; this work) and the hole-
doped cuprate LSCO with doping p = 0.06 (red [11]). The data for
LSCO are multiplied by a factor 5. Lines are a guide to the eye.

than in hole-doped cuprates [11]. The field suppresses κxx,
suggesting a field-induced enhancement of phonon scattering.
This contrasts with the weak dependence seen in hole-
doped cuprates and the slight increase of κxx vs H seen in
Sr2CuO2Cl2 [12]. As for κxy, all cuprates show the same
qualitative behavior: κxy is linear in H at high temperature
and sublinear at low temperature. However, this sublinearity
is particularly strong in Nd2CuO4 [12] and electron-doped
cuprates. These effects may guide theoretical developments.

The second important difference is qualitative. In NCCO,
a sizable negative κxy signal persists up to the highest doping
(x = 0.17), but this is not the case in the hole-doped materials
Nd-LSCO and Eu-LSCO; at a doping p = 0.24, just above
the pseudogap critical point at p" = 0.23 [34,35], there is no
detectable phonon thermal Hall effect [11]. In other words,
phonons cease to be chiral outside the pseudogap phase—a
negative phonon κxy signal is only present in these materials
when p < p" [11]. We infer that some intrinsic property of the

pseudogap phase, also present in the Mott insulating state (at
p = 0), is needed to confer chirality to phonons. It remains to
be seen whether the phonon thermal Hall effect in electron-
doped cuprates would also disappear at dopings above x =
0.17 were single crystals available for measurements at such
high dopings.

Considering all aspects of this discussion, we are led to
propose that the mechanism of phonon chirality in cuprates,
responsible for the phonon thermal Hall effect in both hole-
doped and electron-doped materials, relies on the combination
of scattering by defects and short-range AF correlations. In
other words, the scattering of phonons by defects becomes
skew scattering (in a field) when there are local spins at or
near the defect location. This would imply that short-range
AF correlations are present in the pseudogap phase of hole-
doped cuprates but absent (or weak) outside, as indeed found
in recent experimental studies of LSCO [36]. This picture is
also consistent with numerical solutions of the Hubbard model
that find a pseudogap phase characterized by short-range AF
correlations up to a critical doping p" [37].

V. SUMMARY

We have measured the thermal conductivity κxx and the
thermal Hall conductivity κxy of the electron-doped cuprates
NCCO and PCCO across their phase diagram. We observe
a large negative thermal Hall conductivity over the whole
doping range from x = 0 in the Mott insulating state up to at
least x = 0.17 in the metallic state. We show that this negative
signal is carried by phonons.

We find that the degree of chirality, measured by the ratio
|κxy/κxx|, is enhanced by the addition of Ce to Nd2CuO4 and
by having excess oxygen atoms at apical locations of the
NCCO lattice. Both of these defects therefore appear to be
effective skew scatterers.

In comparison with hole-doped cuprates, electron-doped
cuprates have a significantly larger ratio |κxy/κxx|, perhaps
because neither of the two skew scattering processes just
mentioned are present in the former. The fact that a sizable
phonon κxy signal persists up to the highest measured doping
in electron-doped NCCO (x = 0.17) but vanishes above the
critical doping p" in hole-doped Nd-LSCO points to an intrin-
sic property of the pseudogap phase in the latter, only present
below p". We suggest that this property could be short-range
AF correlations.
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Chapitre 6

Effet Hall thermique dans Cu3TeO6 :
un isolant antiferromagnétique

6.1 Mise en contexte

Les dernières études d’effet Hall thermique dans les cuprates [2, 3, 119, 127] ont mis
la lumière sur une nouvelle question fondamentale du domaine des matériaux quantiques.
Quel est le mécanisme responsable de la chiralité des phonons sous champ magnétique ? En
effet, il semble que cette question soit beaucoup plus générale que dans les cuprates, avec les
récentes découvertes d’un effet Hall thermique des phonons dans ↵-RuCl3 [53] et maintenant
dans l’isolant antiferromagnétique Cu3TeO6.

Le but initial de l’étude de Cu3TeO6 était de faire une mesure de l’effet Hall thermique
simplement pour vérifier s’il y avait un signal xy. En effet, cet isolant antiferromagnétique
cubique ne présente pas certaines signatures caractéristiques particulières comme une fer-
roélectricité, des impuretés de terres rares ou encore des domaines structuraux retrouvés
dans des études précédentes [106, 105, 20]. Ainsi, naïvement, Cu3TeO6 aurait pu constituer
un candidat où l’effet Hall thermique était absent. Étonnamment, ce n’est pas le cas et le
signal transverse observé est parmi les plus grands mesurés à ce jour. Nous attribuons en-
core une fois ce signal aux phonons. Bien que des bandes de magnons soient présentes dans
Cu3TeO6 [118, 128], ces dernières sont de très hautes énergies (17.75 meV, soit ⇠ 200 K) et
n’entrent pas en compte dans la conductivité thermique. Aux températures de l’expérience,
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soit entre 3 et 100 K, la conductivité thermique longitudinale est dominée par les phonons
acoustiques [129], tout comme la conductivité thermique de Hall.

Les mécanismes fondamentaux responsables de l’effet Hall thermique des phonons de-
meurent irrésolus, mais cette découverte met l’accent sur l’aspect beaucoup plus général de
l’effet Hall thermique dans les isolants.

6.2 Article

Cet article présente les résultats de conductivité thermique longitudinale et transverse
dans Cu3TeO6. Lu Chen et moi-même sommes les investigatrices principales de ce projet. J’ai
pris part à la préparation des échantillons, la prise et l’analyse des données expérimentales
ainsi qu’à la rédaction de l’article. Les échantillons nous ont été fournis par Zhi-Cheng Wang
et Fazel Tafti. Louis Taillefer a supervisé le projet et rédigé l’article avec nous.

Les données présentées dans l’article font état d’un seul échantillon, mais deux ont été
mesurés. Les mesures de xy dans ce matériau nous ont permis de vérifier que l’ordre anti-
ferromagnétique à longue portée n’était pas responsable de la chiralité des phonons. Effecti-
vement, le fait que TN = 63 K nous a donné l’unique occasion de mesurer précisément xy

de part et d’autre de la transition magnétique. Cela constitue une étape très importante du
projet.

Cet article a été soumis en octobre 2021 au journal Physical Review Letter.

Titre : Large Phonon Thermal Hall Conductivity in a Simple Antiferromagnetic Insulator
Auteurs et autrices : Lu Chen, Marie-Eve Boulanger, Zhi-Cheng Wang, Fazel Tafti et
Louis Taillefer
Référence : Arxiv : 2110.13277 (2021)
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Large Phonon Thermal Hall Conductivity in a Simple Antiferromagnetic Insulator

Lu Chen?,1 Marie-Eve Boulanger?,1 Zhi-Cheng Wang,2 Fazel Tafti,2 and Louis Taillefer1, 3
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Department of Physics, Boston College, Boston, MA, USA
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Phonons are known to generate a thermal Hall e↵ect in certain insulators, including oxides with
rare-earth impurities, quantum paraelectrics, multiferroic materials and cuprate Mott insulators.
In each case, a special feature of the material is presumed relevant for the underlying mechanism
that confers chirality to phonons in a magnetic field. The question is whether a phonon Hall
e↵ect is an unusual occurrence – linked to special characteristics such as skew scattering o↵ rare-
earth impurities, structural domains, ferroelectricity, ferromagnetism – or a much more common
property of insulators than hitherto believed. To help answer this question, we have turned to a
simple insulator, with none of the previously encountered special features: the cubic antiferromagnet
Cu3TeO6. We find that it has the largest thermal Hall conductivity xy of any insulator so far. We
show that this record-high xy signal is due to phonons and it does not require the presence of
magnetic order, as it persists above the ordering temperature. We conclude that the phonon Hall
e↵ect is likely to be a fairly common property of solids.

PACS numbers:

? These authors contributed equally to this work.

The thermal Hall e↵ect is the thermal analog of the
electrical Hall e↵ect. Instead of a transverse voltage in-
duced by a perpendicular magnetic field in the presence
of an electric current, a transverse temperature di↵erence
is induced in the presence of a heat current. The thermal
Hall e↵ect is a consequence of chirality – a handedness
that heat carriers have in a magnetic field. Electrons ac-
quire chirality through the Lorentz force acting on charge
carriers. However, understanding how chirality arises for
electrically neutral particles – like phonons, magnons or
more exotic excitations – relies on new and mostly un-
known mechanisms.

The phonon thermal Hall e↵ect was first observed in
the insulator Tb3Ga5O12 [1, 2], whose small thermal Hall
conductivity xy was attributed to a special skew scatter-
ing of phonons by superstoichiometric Tb impurities [3].
Later on, a much larger xy was measured in the mul-
tiferroic material Fe2Mo3O8, a ferrimagnetic insulator,
where it was attributed to phonons in the presence of
strong spin-lattice coupling [4]. More recently, an even
larger xy was reported in two other families of insulators:
the cuprate Mott insulators [5–7], such as La2CuO4 and
Sr2CuO2Cl2, and the quantum paraelectric SrTiO3 [8].
There is little doubt that phonons are the bearers of chi-
rality in both families, but the underlying mechanisms
for the Hall e↵ect remain unknown.

The origin of phonon chirality is an open question.
There are two classes of scenarios: intrinsic scenarios
based on the coupling of phonons to their environment
and extrinsic scenarios based on the skew scattering of
phonons by impurities or defects. For SrTiO3, the in-
trinsic e↵ect is the flexoelectric coupling of phonons to
their nearly ferroelectric environment, and the extrinsic

factor is the skew scattering of phonons from structural
domains [9]. For cuprates, the intrinsic e↵ect is the cou-
pling of phonons to magnons [10], spinons [11], or a spe-
cial magnetoelectric order parameter [12], and the extrin-
sic factors include the scattering of phonons by oxygen
vacancies [13], by pointlike impurities in the presence of
a Hall viscosity due to a coupling of phonons to their
electronic environment [14], and by resonant skew scat-
terers [15].

In this Letter, we provide new insights on the origin
of phonon chirality by turning to a completely di↵er-
ent, and simple, material: Cu3TeO6. This is an insu-
lator with a cubic structure, which retains its structure
down to low temperature, and therefore does not harbour
structural domains. It also does not contain rare-earth
impurities and is neither a Mott insulator nor a multi-
ferroic or nearly ferroelectric material. It develops three-
dimensional long-range collinear antiferromagnetic order
below the Néel temperature TN = 63 K [16, 17].

We report the largest thermal Hall conductivity ever
observed in an insulator yet, with xy ' 1 W / K m at
T = 20 K and H = 15 T. This is 50 times larger than in
the cuprate Sr2CuO2Cl2, for example. Yet the degree of
chirality, defined as the ratio |xy/xx|, where xx is the
longitudinal thermal conductivity, is the same for these
two materials. This is because the phonon conductivity
xx is 50 times smaller in Sr2CuO2Cl2, due to a much
stronger scattering by impurities and defects. The fact
that the ratio |xy/xx| is the same in these two very
di↵erent materials, with di↵erent structures, defects and
impurities, shows that phonon chirality is a much more
general phenomenon than hitherto perceived. Because
|xy/xx| goes smoothly through TN, we infer that anti-
ferromagnetic order per se is not required, but we spec-
ulate that a coupling of phonons to the spin degrees of
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Material
xy xx xy/xx T , H

[mW/Km] [W/Km][10�3] [K], [T]

Cu3TeO6 - 1000 330 - 3.0 20, 15
Fe2Mo3O8[4] 12 2.5 4.8 65, 14
Tb2Ti2O7[19] 1.2 0.27 4.4 15, 12
Y2Ti2O7[19, 20] 0 18 0 15, 8
La2CuO4[5] - 38 12 - 3.2 20, 15
Sr2CuO2Cl2[6] - 21 7 - 3.0 20, 15
Nd2CuO4[6] - 200 56 - 3.6 20, 15
SrTiO3[8] - 80 36 - 2.2 20, 12
KTaO3[8] 2 32 0.06 30, 12
RuCl3[21] 8 15.5 0.5 20, 15

TABLE I: Thermal Hall conductivity in various insulators.
The values of xy and xx are taken at the specified temper-
ature T and field H. Their ratio gives the degree of chirality.

freedom may nevertheless play a role.
Methods.— Single crystals of Cu3TeO6 were grown

from CuO powder and TeO2 flux. The starting mate-
rials were mixed in a molar ratio of 3:5 and heated to
870�C at 5�C/min, held for 24 hours, cooled to 700�C at
1.5�C/h, and cooled to room temperature at 3�C/min.
Crystals of approximate dimensions 4⇥ 4⇥ 1 mm3 were
harvested after washing the solvent with sodium hydrox-
ide and deionized water. Our sample was cut and pol-
ished in the shape of a rectangular platelet, with the
following dimensions (length between contacts ⇥ width
⇥ thickness) : 2.2 ⇥ 1.61 ⇥ 0.073 mm. Cu3TeO6 has a
centro-symmetric cubic crystal structure [16]. It is not
known to undergo any structural transition. The normal
to each of the three faces of the sample is along each
of the three equivalent high-symmetry (100) direction of
the cubic lattice. Contacts were made using silver wires
and silver paint. The thermal conductivity xx and ther-
mal Hall conductivity xy were measured as described
in refs. [5, 6, 18], by applying a heat current along the
x axis (longest sample dimension) and a magnetic field
along the z axis (normal to the largest face), and mea-
suring the longitudinal (�Tx) and transverse (�Ty) tem-
perature di↵erences with type-E thermocouples.

Thermal conductivity and thermal Hall conductivity.—
In Fig. 1(a), the thermal conductivity xx, measured in
a field of 15 T, is plotted as a function of temperature.
The field dependence of xx is weak, being at most 6%
(at T ' 20 K) and negligible for T > 30 K (Fig. 1(a)).
Our xx data are consistent with prior zero-field data [22].
These authors have argued that although magnons below
TN can in principle carry heat, phonons dominate the
thermal conductivity of Cu3TeO6, which is certainly the
case above TN. xx(T ) shows a peak typical of phonons
in insulators, located here at T ' 20 K (Fig. 1(a)).

In Fig. 2(a), we zoom on the data near TN. Above
TN, xx is flat, evidence that phonons are scattered by
spin excitations associated with the proximate onset of
antiferromagnetic order [22]. Upon cooling below TN,
xx suddenly rises, presumably because that scattering

0

100

200

300

400

0 20 40 60 80
-1.2

-1.0

-0.8

-0.6

-0.4

-0.2

0.0

(b)

H = 15 T
         0 T

xx
 ( 

W
 / 

K
 m

 )

Cu3TeO6
(a)

TN

T ( K )

xy
 ( 

W
 / 

K
 m

 )

FIG. 1: (a) Thermal conductivity xx of Cu3TeO6 as a func-
tion of temperature, in zero field (open circles) and in a mag-
netic field H = 15 T (full circles). The arrow marks the
onset of antiferromagnetic order, at TN ' 63 K. (b) Corre-
sponding thermal Hall conductivity xy (at H = 15 T). Lines
are a guide to the eye. Both xx(T ) and xy(T ) peak at
T ' 17 K, following a large increase relative to their values at
TN, by a factor ⇠ 25 and ⇠ 150, respectively. The peak value,
|xy| ' 1.0 W/Km, is the largest thermal Hall conductivity
reported to date in an insulator.

is weakened when order sets in.

In Fig. 1(b), the thermal Hall conductivity xy, mea-
sured on the same sample in the same conditions, is dis-
played as a function of temperature. There is a large
negative Hall e↵ect. We see that xy(T ) mirrors the
evolution of xx(T ), both peaking at the same tem-
perature. This immediately suggests that xy is car-
ried predominently by phonons, as is xx. At its peak,
|xy| ' 1.0 W/Km, the largest value of |xy| reported so
far in any insulator (Table I).

In Fig. 2(a), we see that xy(T ) evolves in tandem
with xx(T ) across TN: it is almost flat above TN and
rises below TN. This parallel evolution is further evidence
that xy is carried by phonons. It is instructive to plot
the ratio xy/xx vs T , as done in Fig. 2(b), a quantity
that may be viewed as the degree of chirality – the extent
to which phonons respond asymmetrically to a magnetic
field. We see that the ratio goes smoothly through TN,
unaltered by the onset of antiferromagnetic order. This
shows that long-range order per se does not play a key
role in conferring chirality to phonons. Note that despite
the record-high amplitude of |xy| in Cu3TeO6, the ratio
xy/xx is similar to that found in several other insulators
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FIG. 2: (a) Comparison of xx(T ) (blue) and xy(T ) (red;
data multiplied by a factor 500) near the antiferromagnetic
transition at TN (dashed line). Both curves are seen to rise
upon cooling below TN. (b) Ratio of xy(T ) over xx(T ), vs
T , at H = 15 T. The magnitude of this ratio increases upon
cooling from T = 70 K to T = 20 K. The fact that it goes
smoothly through TN (dashed line) shows that the onset of
long-range magnetic order does not directly a↵ect the thermal
Hall e↵ect. Although xy in Cu3TeO6 is exceptionally large,
the maximal value of the ratio, |xy/xx| ' 3⇥10�3, is typical
of various insulators (Table I). Lines are a guide to the eye.

(Table I), as we discuss below.
Discussion.— In the antiferromagnetic insulator

Cu3TeO6, two types of neutral excitations can be ex-
pected to generate a thermal Hall e↵ect: magnons and
phonons. We can rule out magnons, based on our em-
pirical evidence and for theoretical reasons. Empirically,
the fact that xy(T ) mirrors the temperature evolution of
the phonon-dominated xx(T ) so well (Figs. 1 and 2(a))
argues against a large contribution to xy from magnons.
Moreover, the fact that the degree of chirality, mea-
sured by the ratio xy/xx, goes through TN seamlessly
(Fig. 2(b)), shows that long-range order, and therefore
well-defined magnons, play little role in xy. Theoret-
ically, it has been shown that magnons can produce a
thermal Hall e↵ect in antiferromagnetic insulators, but
only under certain conditions [23]. In a collinear antifer-
romagnet, a condition is the presence of spin canting due
to the Dzyaloshinskii-Moriya (DM) interaction. Now in
Cu3TeO6, theoretical calculations and inelastic neutron

scattering experiments show that the collinear antiferro-
magnetic ground state can be well understood by con-
sidering the antiferromagnetic exchange interactions and
a global single-ion anisotropy term without introducing
any DM interaction [24]. Neutron powder di↵raction re-
sults indicate that the possible non-collinear canting of
spins is no more than 6� [16]. Under such conditions,
the xy signal expected from magnons is estimated to be
much smaller than the signal reported in La2CuO4 [11],
which is in turn much smaller than what we observe in
Cu3TeO6. So, the record-high thermal Hall conductivity
in Cu3TeO6 is not generated by magnons.
The only type of heat carriers left that could generate

a thermal Hall e↵ect in Cu3TeO6 are phonons. Two em-
pirical observations confirm that it is indeed the phonons
that generate the huge xy in Cu3TeO6. First, xy(T )
and xx(T ) evolve in parallel across the antiferromag-
netic transition, both increasing in tandem upon cooling
below TN ' 63 K (Fig. 2(a)). Second, while the degree
of chirality in Cu3TeO6 is not exceptionally high, what
is exceptionally high amongst the insulators for which a
xy signal has been reported is the phonon-dominated
xx (Table I). And this is why xy is so large – because
phonons conduct better. So, the record-high thermal
Hall conductivity in Cu3TeO6 is a property of phonons.
The remaining question is: what makes phonons chi-

ral in Cu3TeO6? Two features of our data argue against
impurity scattering playing a key role, and hence favour
an intrinsic scenario. The first is the major change in
the dominant scattering process with temperature. At
T ' 20 K, where scattering is dominated by impuri-
ties, phonon conduction peaks at xx ' 350 W/Km
(Fig. 1(a)), a high value that reflects the high quality of
our single crystal. By T ' 70 K, where scattering is dom-
inated by spin fluctuations and other phonons, xx has
dropped by a factor 25 (Fig. 1(a) and Fig. 2(a)). Yet de-
spite this complete change of regime, the chirality does
not change much between 20 K and 70 K (Fig. 2(b)). The
ratio xy/xx does decrease (by a factor 6), but such a de-
crease is a general property of phonon chirality, unrelated
to a change in the dominant scattering process. This
can be seen by comparing to the cuprate Mott insulator
Sr2CuO2Cl2 [6], an antiferromagnet with TN = 250 K.

In Fig. 3(a), we see that xx in Sr2CuO2Cl2 is es-
sentially constant between 20 K and 70 K, showing
that impurity scattering in that material remains the
dominant scattering. Yet xy drops by a factor 5-6
(Fig. 3(b)), so that xy/xx drops by the same factor
as in Cu3TeO6 (Fig. 3(c)), which shows that such a de-
crease with temperature is a generic property of chiral
phonons and not the result of a change in the scatter-
ing mechanism. This comparison therefore argues for an
intrinsic mechanism in these two materials.

A second argument against an extrinsic scenario is the
simple fact that these two materials have the same degree
of chirality even though they have very di↵erent levels of
impurity scattering. In particular at T = 20 K, where im-
purity scattering dominates, xy/xx has the same value
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(Fig. 3(c)) even though impurity scattering is two or-
ders of magnitude stronger in Sr2CuO2Cl2. Indeed, the
phonon conductivity xx is lower in Sr2CuO2Cl2 by a
factor 50 (Table I). In fact, more generally, the degree
of chirality is also the same in other insulators, with
|xy/xx| = 3 � 5 ⇥ 10�3 at H = 15 T in Fe2Mo3O8 [4]
and Tb2Ti2O7 [19], even though xx is two and three
orders of magnitude smaller, respectively (Table I).

It was recently proposed theoretically that in oxide in-
sulators the skew scattering of phonons by charged im-
purities like oxygen vacancies produces a thermal Hall
e↵ect [13]. However, experimental data suggest that
this mechanism yields a rather small xy signal. In-
deed, in the isostructural pyrochlore oxides Tb2Ti2O7

and Y2Ti2O7, with nominally similar levels of oxygen
vacancies, one finds dramatically di↵erent Hall responses
(Table I), with xy = 0 in Y2Ti2O7 [19]. A huge di↵er-
ence is also found in the closely related oxides SrTiO3 and
KTaO3, where the latter has a very small xy signal (Ta-
ble I) [8]. These two pairwise comparisons suggest that
oxygen vacancies are not responsible for the large xy sig-
nals seen in oxide insulators. (Superstoichiometric rare-
earth ions and structural domains could play an extrinsic
role in Tb2Ti2O7 and SrTiO3, respectively, but neither of
these mechanisms applies to Cu3TeO6 or Sr2CuO2Cl2.)

We conclude that the chirality of phonons detected in
Cu3TeO6 and Sr2CuO2Cl2, and most likely several other
insulators, comes from an intrinsic coupling to their en-
vironment. The question is what is that coupling? Why
is it present in some materials and absent in others?
This remains an open question, but we speculate that
a promising avenue of investigation is the coupling of
phonons to spins, for the simple empirical reason that
we are unaware of any magnetic insulator where xy = 0.
Several authors have shown theoretically that a phonon
thermal Hall e↵ect can arise from such a coupling [10, 25–
29]. The next step is to explain the large degree of chi-
rality, with |xy/xx| = 3� 5⇥ 10�3 (at H = 15 T).

Summary and outlook.— We have measured the ther-
mal conductivity xx and the thermal Hall conductivity

xy of the antiferromagnetic insulator Cu3TeO6. We re-
port the largest value of |xy| ever observed in an insula-
tor. We provide empirical and theoretical arguments for
why xy must be due to phonons, primarily. On the basis
of a comparison with the cuprate material Sr2CuO2Cl2,
which exhibits the same ratio xy/xx, or degree of chiral-
ity, both in magnitude and in temperature dependence,
even though its phonon conductivity is 50 times smaller,
we conclude that the mechanism for phonon chirality is
not primarily extrinsic, i.e. controlled by impurity or
defect scattering. We infer that phonons become chiral
by virtue of their intrinsic coupling to their environment.
Although the nature of this coupling remains unclear, we
propose that a likely possibility is spin-phonon coupling.
Our findings suggest that a large phonon thermal Hall
e↵ect may be a common occurrence in magnetic insula-
tors.

This puts two prior studies of the thermal Hall ef-
fect into perspective. First, it raises the question of
whether the xy signal measured in the Kitaev mate-
rial ↵-RuCl3 [21], hitherto attributed entirely to Majo-
rana fermions [30], may in part be due to phonons. Sec-
ondly, it raises the possibility that the phonon thermal
Hall conductivity in cuprates that appears upon entering
the pseudogap phase [5, 7], when the doping is reduced
below the pseudogap critical point, may be the signature
of antiferromagnetic correlations.
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Conclusion

Cette thèse, sous le thème de l’effet Hall thermique dans les matériaux quantiques,
présente les résultats de recherche de trois publications.

La première étude, portant sur l’effet Hall thermique dans trois cuprates isolants de
Mott, a confirmé que les phonons sont responsables du signal dans ces matériaux. Cette
étude a aussi permis d’exclure trois des principaux mécanismes connus de la chiralité des
phonons, soit un ordre magnétique chiral, des diffusions asymétriques des phonons sur des
impuretés de terres rares et des diffusions sur des domaines structuraux.

Par la suite, une étude complète de l’effet Hall thermique dans les cuprates dopés en
électrons a été réalisée. Le signal de l’effet Hall thermique est toujours présent, et négatif,
de ce côté du diagramme de phase. Les mesures avec un courant de chaleur selon l’axe c ont
permis de confirmer que les phonons sont responsables du signal. Cette étude suggère un lien
entre l’effet Hall thermique des phonons et les fluctuations de spins antiferromagnétiques.

Finalement, la dernière étude présentée dans cette thèse porte sur un isolant antifer-
romagnétique cubique, Cu3TeO6. Dans ce composé, il a été possible d’exclure l’ordre anti-
ferromagnétique à longue portée comme mécanisme de l’effet Hall thermique. En effet, la
comparaison entre les mesures de conductivité thermique transverse et longitudinale autour
de TN ne révèle aucune anomalie ou transition. Néanmoins, les fluctuations antiferromagné-
tiques semblent être un élément à investiguer plus en détail dans une étude future. L’étude
comparative de ce composé isolant avec d’autres isolants, dont RuCl3, suggère que l’effet
Hall thermique des phonons est d’autant plus grand que xx est grand.

Cette thèse pose maintenant de nombreuses questions à la communauté scientifique. Quel
est le mécanisme derrière l’effet Hall thermique des phonons dans les isolants ? Existe-t-il
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des composés isolants dans lesquels le signal est nul ? Que nous révèle le signe (négatif ou
positif) de l’effet Hall thermique ?

Il s’est avéré, tout au long de cette thèse, que tout un volet de la physique que nous
croyions connu, soit les phonons, nous surprend encore !
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