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Sommaire

Cette thèse traite des mesures de transport de chaleur dans le matériau quantique
α-RuCl3, un isolant de Mott qui a été proposé comme étant un candidat prometteur
pour la réalisation de l’état liquide de spins quantique Kitaev.

Le transport thermique constitue une sonde de choix pour l’exploration des maté-
riaux quantiques, notamment pour étudier la nature des excitations de basse énergie.
Les mesures expérimentales de conductivité thermique de Hall et de magnétocon-
ductivité thermique à basse température ont guidé cette thèse dans laquelle l’isolant
magnétique α-RuCl3 a été le fil conducteur. Ce matériau faisant l’objet de débats en
lien avec la nature d’un état allégué induit sous champ qui serait un liquide de spins
quantique a été étudié avec le transport de façon à enquêter sur la nature des porteurs
de chaleur dans les différentes régions du diagramme de phases.

La première étude décrite au chapitre 3 s’est intéressée à la conductivité ther-
mique de Hall κxy (T) dans plusieurs échantillons de α-RuCl3. L’étude utilise ce
coefficient de transport de manière à sonder les différentes régions principales du
diagramme de phases et cherche à vérifier les possibles signatures de l’état liquide de
spins quantique Kitaev notamment celle des fermions de Majorana qui consiste en un
κxy à demi-quantifié. Il s’avère que les résultats de cette étude mettent en lumière le
rôle important des phonons dans le transport et remettent en question la validité de
l’annonce récente de la signature des fermions de Majorana dans α-RuCl3 [1].

La deuxième étude présentée au chapitre 4 s’est intéressée à la magnétoconduc-
tivité thermique κxx (B) dans deux échantillons de α-RuCl3. L’observation récente
d’un motif oscillant dans la région potentiellement liquide de spins quantique a été
interprétée comme des oscillations quantiques provenant de la surface de Fermi de
fermions neutres [2]. Cependant, notre étude démontre que les oscillations tiendraient
leur origine d’une succession de transitions d’ordre magnétique. À l’aide des données
de κxx (B), des détails fins du diagramme de phases de α-RuCl3 ont permis de favo-
riser le scénario selon lequel les phonons sont les principaux porteurs de chaleur à
basse température et que leur libre parcours moyen est affecté par ces anomalies
magnétiques.
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Chapitre 1

Introduction

Dans ce chapitre, il sera question de la physique du liquide de spins quantique,

un état de la matière particulier pour lequel les corrélations entre les spins électro-

niques sont suffisamment importantes pour engendrer un état macroscopique qui

demeure magnétiquement désordonné dans la limite T → 0. Cet état peut générer des

excitations exotiques qui sont dites fractionnaires. L’introduction sur les liquides de

spins quantiques servira de préambule afin d’introduire une variété en particulier : le

liquide de spins Kitaev, qui est l’objet de cette thèse. Après avoir passé en revue les

implications théoriques du modèle de Kitaev, sera introduit le matériau α-RuCl3 qui

constitue un candidat prometteur pour réaliser la physique du liquide de spins Kiatev.

Pour terminer ce chapitre, sera mis de l’avant l’état de l’art sur α-RuCl3 ainsi que les

signatures d’états fractionnaires dans le matériau.

1.1 Liquide de spins quantique

C’est Philip W. Anderson (Princeton, USA) qui a initialement proposé le concept

de liquide de spins quantique (LSQ) en 1973. Ce dernier proposait une alternative

à l’état de Néel sur le réseau triangulaire bidimensionnel, sur lequel des spins 1/2

antiferromagnétiques (AF) gisent sur les sommets des triangles [4]. L’idée d’Anderson

était que des spins voisins puissent former un seul état quantique de spin total nul,

ce qu’on appelle un état singulet. Le débat initial a émergé entre Lev Landau et Louis

1
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|RVB =

+ + + + · · ·

+ +

FIGURE 1.1 ± Illustration d’un état RVB. L’état RVB est illustré comme étant la
superposition quantique de tous les pavages de singulets possibles sur le réseau
triangulaire où les possibilités de pavages possibles sont dégénérés puisqu’ils ont tous
la même énergie. La figure est tirée de [3].

Néel. Ce dernier proposait que l’état fondamental des antiferroaimants est un anti-

alignement des spins adjacents tandis que Landau répliquait que c’était impossible

puisque deux spins 1/2 en interaction forment en réalité un état singulet. C’est Ander-

son qui a réussi à satisfaire la proposition de Landau en introduisant la frustration

magnétique. Sur la Fig. 1.1 est schématisé l’idée d’Anderson où les ellipsoïdes sont

chacun représenté comme une fonction d’onde de deux spins enchevêtrés :

|ψ〉singulet = 1
p

2
[|↑↓〉− |↓↑〉] (1.1)

qui, disposés sur un réseau triangulaire, forment une superposition de toutes

les combinaisons de liens de valence possibles, engendrant ainsi l’état résonant à

liens de valence (RVB). L’énergie du singulet sur le réseau triangulaire correspond à

εsingulet =−3J/8 avec J est le terme d’échange AF (voir l’Éq. 1.2) entre les deux spins

composant un ellipsoïde. Si on considérait un spin 1/2 classique cette fois, l’énergie de

Néel serait équivalente εclassique =−3J/8 1. Le spin classique peut être perçu comme

étant un état classique que les fluctuations quantiques n’ont pas réussi à déstabiliser.

Un traitement semi-classique tend à considérer les spins somme des vecteurs plutôt

que comme des opérateurs et ce traitement est généralement une bonne approche

pour les spins de grande taille (S → ∞). Selon cette approche, le produit scalaire

présent dans l’hamiltonien de l’Éq. 1.2 est une fonction de la coordinence du réseau.

Sur la Fig. 1.2, des spins classiques 1/2 AF ainsi que des singulets sont représentés

1. Pour les spins classiques, l’ordre de Néel confère une énergie εcl = − (zN/2) JS2 (où z est le
nombre de voisins (ou la coordinence) du spin et N est le nombre de sites) tandis que l’énergie du
singulet est εs =− (N/2)(3J/4).
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selon différents réseaux et leur énergie respective. On remarque que pour des spins

qui répondent à un ordre Néel, leur énergie est plus basse sauf pour le réseau carré.

De façon surprenante, qu’ils soient traités de façon classique (i.e. comme des vecteurs)

ou quantique (i.e. comme des opérateurs), les spins qui décorent le réseau triangulaire

admettent des énergies comparables tandis que les spins qui reposent sur le réseau

kagomé (une variante du réseau triangulaire) admettent une énergie qui favorise le

singulet.

H = J
∑

〈i j〉
S⃗i · S⃗ j (1.2)

où J > 0 pour l’interaction AF et J < 0 pour l’interaction ferromagnétique (F).

Notons cependant que l’état de Néel |↑,↓〉, qui est classique, n’est pas un état propre

de l’hamiltonien d’échange de l’Éq. 1.2, mais l’état singulet de l’Éq. 1.1 l’est. Le cas

des spins sur réseau triangulaire constitue un bon cas de figure pour expliquer la

frustration magnétique en 2D. En effet, tel que mentionné précédemment, l’ordre

de Néel et l’état singulet peuvent tous deux être stabilisés sur ce réseau, puisque

l’énergie est comparable ; les spins classiques brisent la symétrie de rotation en

adoptant un angle de 120◦ entre spins voisins, comme illustré sur la Fig. 1.2b afin

de satisfaire un compromis énergétique [5±7]. On remarquera que l’ordre Néel sur

triangle est plus énergétique que celui sur carré ; c’est une signature que les spins

ressentent la frustration magnétique issue de la géométrie du réseau triangulaire

(les spins sur réseau carré ne sont soumis à aucune frustration géométrique). Cet

argument énergétique selon lequel il ne suffit que de comparer les énergies classique

et quantique n’est pas suffisant, cependant la voie qui a été privilégiée au cours des

décennies de recherche active sur les liquides de spins quantiques est de jouer avec

la coordinence z du réseau 2D, i.e. le nombre de voisins adjacent à chaque spin. Pour

cette raison, le réseau kagomé est un candidat de choix, puisque que la coordinence

z = 4 plus faible, ce qui favorise les singulets au détriment d’un état de Néel (z = 6 sur

réseau triangulaire) (voir la Fig. 1.2c).

La frustration magnétique se manifeste dans des systèmes qui favorisent la

frustration de spins. Cette frustration peut être géométrique (comme les réseaux

triangulaire et kagomé), géométrique d’interactions (interactions Kitaev) ou encore

provenir du désordre des interactions (verre de spins). Toutes les interactions de paire
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igure 1 | Frustrated magnetism on 2D and 3D lattices. Two types of 2D 
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FIGURE 1.4 ± Frustration magnétique sur structures kagomé, pyrochlore et hyper-
kagomé. Structure (a) 2D kagomé, (b) pyrochlore et (c) hyper-kagomé. Les figures
sont tirées de [16] et [14].

considéré depuis un certain temps comme un matériau fertile en termes de réalisation

de physique des LSQ. En effet, cet isolant présente une structure kagomé presque

parfaite, sans distorsion, ce qui en fait une belle réalisation du modèle d’Heisenberg

pur de l’Éq. 1.2. Les perturbations au modèle pur, qui s’ajoutent comme des termes

supplémentaires à l’hamiltonien d’Heisenberg, représentent des déviations faibles par

rapport à la force de l’interaction AF J qui s’élève à plus de 180 Kelvin. Le caractère

fortement 2D de herbersmithite lui confère le parfait terrain de jeu pour réaliser la

physique du LSQ [17].

1.1.1 Excitations émergentes du LSQ : spinons

Comme abordé précédemment, un LSQ est un état exotique de la matière carac-

térisé par l’enchevêtrement des spins et par l’absence d’ordres magnétiques conven-

tionnels. Bien que le paramagnétisme décrit un gaz de spins qui n’interagissent pas

entre eux, cet état d’aimantation globale nulle peut, à première vue, ressembler au

LSQ, mais l’absence d’ordre magnétique est explicable par les fluctuations thermiques.

Dans le cas du LSQ (aussi d’aimantation nulle due aux singulets), les fluctuations sont

quantiques à température nulle. Dans un para aimant, les spins tendent à s’ordonner

(antiferromagnétiquement ou ferromagnétiquement) sous une certaine température

critique et à la suite d’une brisure de symétrie (i.e. transition de phase), ces derniers

s’organisent selon une certaine texture. On peut s’imaginer ces textures magnétiques
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périodiques comme l’arrangement des atomes dans un cristal.

ca b

Charge

Spin

Électron

FIGURE 1.5 ± Singulets à courte et longue portée dans un solide de liens de valence.
(a) Les spins enchevêtrés qui forment des singulets peuvent être à courte ou longue
portée, ils il peut donc être plus ou moins facile de briser une paire de spins. La
figure est tirée de [16]. (b) Schéma montrant l’idée qu’on peut se faire d’un spinon
fermionique, par exemple ; une quasiparticule fractionnaire qui ressemble à un demi-
électron (un électron composite).

Le LSQ préserve, quant à lui, un état désordonné dans la limite T → 0. En

principe, cet état peut être comparé à un état liquide, puisqu’aucun ordre magnétique

(ou arrangement périodique) ne peut s’établir, mais contrairement à une transition

de phase paramagnétique-ferromagnétique ou supraconductrice où une brisure de

symétrie de rotation spontanée se met en branle sous une température critique Tc,

l’état LSQ peut briser des symétries, mais les transitions ne sont pas spontanées ; on

parlera plutôt d’une transition graduelle crossover. Cependant, contrairement aux

spins paramagnétiques classiques, les spins (quantiques) qui s’apparient en singulet

sont sujets à de fortes corrélations ; c’est un état hautement quantique pour lequel

les excitations prédites peuvent être exotiques. En général, un LSQ est défini par

la présence d’excitations fractionnaires ; l’absence d’ordre magnétique n’est pas une

condition assez restrictive.

Dans certains cas, les spins enchevêtrés peuvent être assez espacés dans le réseau

de liens de valence, ce qui en fait des singulets à longue portée comme l’illustre la

Fig. 1.5a et cette paire de spins est facile à briser. Il en résulte deux spins libres

non-appariés et ces derniers peuvent se mouvoir seulement en organisant autrement

les singulets (voir la Fig. 1.6) : c’est le spinon. Cette excitation mobile du LSQ consiste

en un fermion qui porte le spin et non la charge ; ces quasi-particules sont donc élec-

triquement neutres. À des fins pédagogiques, un spinon peut être imaginé comme un
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demi-électron puisque ce premier ne possède que le spin de ce dernier, comme illustré

sur la Fig. 1.5b. Certaines familles de LSQ permettent l’existence du phénomène

de séparation spin-charge sous certaines conditions. On peut considérer un électron

comme un état lié de spinon (degré de liberté de spin) et de chargeon (degré de liberté

de charge). C’est le phénomène de de fractionalisation, qui est popolaire dans la

communauté des LSQ et elle est un signature possible de l’état LSQ. Les excitations

de spin conventionnelles sont des états collectifs quantifiés (∆Sz = 1) qui sont appelés

des magnons (i.e. des bosons mobiles), mais dans un LSQ 2D, les excitations sont

fractionnaires et sont appelées anyons.

FIGURE 1.6 ± Illustration d’un spinon se déplaçant dans un état de liens de valence
sur réseau triangulaire. Dans un LSQ 2D, un spinon peut être créé à l’issue d’un
spin non-apparié ; ce dernier peut se mouvoir lorsqu’un lien de valence est localement
changé. La figure est inspirée de [16,18].

La frustration magnétique n’est pas seulement confinée à un réseau de basse

dimensionnalité où les spins sont nécessairement 1/2, puisqu’il peut y avoir des états

dits glaces de spins dans des systèmes qui arborent des spins très grands comme

des pyrochlores à base de terres-rares (Dy2Ti2O7, Ho2Ti2O7 et Ho2Sn2O7) donc les

spins peuvent être considérés comme étant des objets classiques qui interagissent

ferromagnétiquement. Dans ces matériaux, de forts effets dipolaires, quadrupolaires

ou octupolaires sont observés et le modèle qui les décrit assez bien est celui d’un modèle

d’échange ferromagnétique de l’Éq. 1.2 auquel est ajouté un terme d’anisotropie Ising

dû aux forts effets du champ cristallin [12,16]. Pour décrire un ensemble d’électrons

localisés de spins S = 1/2 (la plus faible valeur de spin possible) où les effets quantiques

sont les plus importants, on doit considérer le recouvrement d’orbitales qui peuvent

favoriser soit le ferromagnétisme ou l’antiferromagnétisme (voir l’Éq. 1.2).

On remarquera que l’hamiltonien d’échange d’Heisenberg correspond à une limite

du modèle de Hubbard explicité à l’Éq. 1.3
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H =−t
∑

〈i j〉

∑

α

(

c²
iαc jα+ c²

jαciα

)

+U
∑

i
ni↑ni↓ (1.3)

où niα = c²
iαciα est l’opérateur densité de spin α sur le site i. Les opérateurs

de création c² (d’annihilation c) respectent les règles d’anticommutation pour les

fermions. Dans la limite |t/U |≪ 1 selon laquelle les électrons sont confinés sur leur

site et qu’aucun site n’est doublement occupé (i.e. un électron par site en moyenne,

donc à demi-remplissage), l’Éq. 1.3 peut être réécrite comme l’hamiltonien d’échange

t-J [19] :

H t−J =−t
∑

〈i j〉

∑

α

(

c²
iαc jα+ c²

jαciα

)

+ J

2

∑

〈i j〉

(

S⃗i · S⃗ j −
nin j

4

)

+O

(

t3

U2

)

(1.4)

où J = 4t2/U est l’interaction d’échange AF et S⃗i ∝
∑

αβ c²
iασ⃗αβciβ est l’opérateur

de spin. Comme mentionné précédemment, à demi-remplissage, l’opérateur densité

vaut 1 pour tous les sites et donc le terme proportionnel à t s’annule puisque tous

les sites sont occupés, ne laissant aucune possibilité de saut sur sites adjacents [20].

L’Éq. 1.4 devient donc l’Éq. 1.2 pour ni = 1, ∀i ; on retrouve ainsi le modèle d’Hei-

senberg quantique. Le lien entre le modèle t-J et le modèle d’Heisenberg quantique

est intéressant dans la mesure ou si on considère le cas des supraconducteurs non-

conventionnels à haute température critique (cuprates), ils sont des isolants de Mott et

donc bien décrits par le modèle de Hubbard (Éq. 1.3). D’ailleurs, les auteurs de Lee et

al. [21] ont montré qu’il est possible de percevoir un supraconducteur comme étant un

LSQ dopé. Ils ont proposé que l’état pseudogap des cuprates puisse être identifié à un

état RVB pour lequel les singulets favoriseraient la formation progressive des paires

de Cooper sous l’influence du dopage en trous.

1.1.2 Magnons et spinons

Les excitations de l’état fondamental d’un antiferroaimant sont les magnons. Au

même titre que les phonons qui sont des modes de vibration du réseau cristallin

dans un solide, les magnons sont des modes collectifs issus de la précession des spins
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ordonnés autour de leur axe, ce qui engendre une onde de spin quantifiée comme

l’illustre la Fig. 1.7a.

Un cas d’école pour lequel la dispersion des magnons a été calculée en détail

est celui de l’isolant de Mott La2CuO4 qui est un antiferroaimant. Les auteurs de R.

Coldea et al. [23] ont utilisé l’approche du modèle t-J en considérant les couplages

entre les spins appropriés ainsi que l’effet des fluctuations quantiques afin de calculer

théoriquement la dispersion en énergie des magnons à différents endroits sur la zone

de Brillouin (voir la Fig.1.8a). Les calculs théoriques correspondent remarquablement

bien aux mesures expérimentales de diffusion inélastique de neutrons.

Une autre signature des magnons dans un autre antiferroaimant Nd2CuO4 a été

observée dans le transport de chaleur à basse température. Les auteurs de S. Li et

al. [24] ont extrait la contribution des magnons dans le transport thermique qui est

en accord avec la théorie de Debye, selon laquelle leur contribution à la conductivité

thermique évolue comme ∼ T3 dans la limite T → 0 K (voir la Fig. 1.8b). Une autre

étude de transport de chaleur a été faite sur l’antiferroaimant La2CuO4 par C. Hess et

al. [25] à haute température. Les auteurs ont procédé à une mesure de transport

dans les plans d’oxyde de cuivre CuO2 (κa), le long desquels les spins sont alignés et

une mesure de transport perpendiculaire aux plans CuO2 (κc). L’idée est que dans

La2CuO4, les magnons sont confinés dans les plans d’oxyde de cuivre, tandis que les

phonons sont tridimensionnels. Dans le plan, le transport est dominé par la somme

des phonons et des magnons (κa = κph + κmag), tandis que hors plan, le transport est

purement phononique (κc = κph). La contribution des magnons à haute température a

donc pu être extraite en s’affranchissant des contributions phononiques en mesurant

l’anisotropie du transport.

Les ondes de spins dans les antiferroaimants isolants génèrent des excitations de

basse énergie (magnons) qui possèdent une énergie unique définie à chaque position

de l’espace réciproque, similairement aux phonons [28]. Dans les LSQ, la relation

entre énergie et impulsion des spinons n’est pas décrite par des branches dispersives.

En effet, ces derniers admettent ce qu’on appelle un continuum d’énergie pour lequel

une valeur d’énergie n’est pas exclusive à chaque valeur de l’espace réciproque. Les

magnons sont des bosons de spin S = 1 qui émergent lorsqu’il y a une brisure de

symétrie de rotation, tandis que les spinons émergent sans transition de phase
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préalable. Ces derniers sont des états fractionnaires de spin S = 1/2 donc chaque

quantum d’excitation magnétique est porté par deux spinons (de spin total 1) et ne

peut donc pas être décrit par des ondes de spin classiques [18,22,29]. C’est H. Bethe

qui a montré que sur une chaîne 1D de spins 1/2, l’état n’est pas Néel, mais plutôt un

LSQ même si les spins interagissent de façon AF [30]. Ce cas de figure est la limite

quantique extrême (i.e. faible dimensionnalité et spin minimal). Dans cette situation,

l’excitation peut être vue comme le retournement d’un spin qui engendre l’apparition

de deux parois de domaine (voir la Fig. 1.7b). Étant donné que le coût en énergie

de ce retournement de spin est nul, cette excitation peut se propager librement le

long de la chaîne de spins. Ainsi, chaque paroi de domaine est donc une excitation

fractionnaire de spin |∆Stot| = 1/2 ; c’est ce qu’on assimile à un spinon. Sur la chaîne

1D, suite au retournement d’un spin, les singulets peuvent se réorganiser sans coût

en énergie. À l’inverse, une onde de spin conventionnelle donnant lieu à un magnon

peut être générée puisque le retournement d’un spin engendre un état triplet de spin

|∆Stot| = 1.

Une des signatures expérimentales la plus claire de la présence de spinons dans un

système réel est l’observation par M. Mourigal et al. [26] du continuum de spinons par

des mesures de diffusion inélastique de neutrons dans un cristal de CuSO4 ·5D2O [26]

(voir la Fig. 1.8c) et dans l’antiferroaimant kagomé herbertsmithite [31], qui s’avère

être la réalisation expérimentale de la chaîne d’Heisenberg en 1D. Une autre signa-

ture expérimentale des excitations fractionnaires a été observée dans le transport

thermique dans un cristal de benzoate de cuivre où la contribution des spinons au

transport de chaleur est en accord avec ce qu’on attend d’excitations fermioniques

mobiles, à savoir un terme résiduel linéaire dans la limite T → 0 K (voir la Fig. 1.8d) ;

Une valeur finie de la conductivité des spinons au-dessus de 300 mK confirme la

présence d’une densité d’états fermioniques.
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FIGURE 1.8 ± Signatures expérimentales des magnons et des spinons. (a). Dispersion
des magnons observée par des mesures expérimentales de diffusion inélastique de
neutrons sur l’isolant de Mott La2CuO4 accompagnée des calculs théoriques. La
figure est tirée de [23]. (b) Mesure de conductivité thermique à basse température
sur l’isolant de Mott Nd2CuO4. La contribution des magnons suit une tendance
en κmagnon ∝ T3, ce qui est en accord avec le modèle de Debye pour les bosons de
spin 1. La figure est tirée de [24]. (c) Comparaison entre expérience et théorie du
continuum des spinons établi par le spectre de mesures de diffusion inélastique de
neutrons sur CuSO4 ·5D2O. La figure est tirée de [26]. (d) Mesure de la conductivité
thermique à basse température sur du benzoate de cuivre Cu(C6H5COO)2 ·3H2O. La
contribution des spinons est en accord avec ce qui est attendu pour des fermions à
densité d’états finie κ0/T ∝ nspinon. La chute importante de la conductivité pourrait
être expliquée par le découplage thermique entre les spinons et les phonons ; le taux de
transfert d’énergie des phonons aux spinons chute dramatiquement sous une certaine
température de découplage TD . La figure est tirée de [27].
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1.2 Le modèle de Kitaev

Note : Les développements mathématiques de cette section sont majoritairement

basés sur l’ouvrage d’Alexei Kitaev [32] et sur ces articles de revue [3,16,18,33±38].

En 2006, Alexei Kitaev (California Institute of Technology, USA) propose un

modèle théorique d’une variété de liquide de spins quantique [32]. Son modèle repose

sur un système bidimensionnel de spins 1/2 en interaction qui décorent un réseau

hexagonal (i.e. en nid d’abeilles). Le modèle est particulier puisqu’il est parfaitement

soluble analytiquement et ce dernier décrit un liquide de spins quantique pour lequel

les excitations fondamentales sont des excitations fermioniques fractionnaires : les

fermions de Majorana. Nous verrons dans ce qui suit les grandes lignes de la résolution

du modèle de Kitaev, lequel est un bon exemple de système magnétiquement frustré

qui donne lieu à l’émergence de la fractionalisation.

Tout d’abord, un ensemble de spins 1/2 ordonnés sur un réseau hexagonal peuvent,

au même titre que sur un réseau carré, s’ordonner à suffisamment basse température

sous une température critique TN (température de Néel) sous laquelle ces derniers

s’ordonnent antiparallèlement, comme illustré aux Figs. 1.9a et 1.9b. Notons qu’il

existe plusieurs ordres antiferromagnétiques sur le réseau hexagonal 2D tels que les

ordres zigzag ou encore stripy par exemple [39].

1.2.1 Description microscopique

Le modèle de Kitaev tient sa particularité de la nature des interactions magné-

tiques entre les spins voisins. Le modèle décrit un ensemble de spins 1/2 sur les

sommets d’un réseau hexagonal. Ces spins étant soumis à des interactions d’échange

de type Ising 2 ne peuvent s’ordonner antiparallèlement puisque l’ingrédient qu’a

introduit A. Kitaev est l’anisotropie des interactions d’échange. Comme illustré sur la

Fig. 1.9c, selon la direction du lien entre deux spins voisins (soit les liens Sx
i Sx

j , S y
i S y

j

2. Même si on considére les trois composantes du vecteur spin, on considère toutefois les liens
particuliers x− x, y− y et z− z qui sont inéquivalents où les deux spins doivent être alignés ferroma-
gnétiquement. Il s’agit cependant d’un abus de language.
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S
i
zS

j
z

S
i
xS

j
x

S
i
yS

j
y

Sous-réseau A

Sous-réseau B

FIGURE 1.10 ± Réseau 2D hexagonal de Kitaev montrant l’anisotropie des interactions
entre spins voisins. Réseau 2D hexagonal composé de deux sous-réseaux A (cercles
ouverts) et B (cercles pleins) où les forces d’interaction entre spins (gisant sur les
sommets) voisins Sγ

i Sγ

j dépend du lien (soit x en vert, y en bleu ou z en rouge). La
figure est inspirée de [32,36].

HK =−
∑

〈i j〉∈γ
KγSγ

i Sγ

j =−Kx
∑

〈i j〉∈x
Sx

i Sx
j −K y

∑

〈i j〉∈y
S y

i S y
j −Kz

∑

〈i j〉ϵz
Sz

i Sz
j (1.5)

où γ correspond au lien considéré, tel qu’illustré sur la Fig. 1.10. Les opérateurs

Sγ

i sont les opérateurs de spin (i.e. matrices de Pauli). Cet hamiltonien peut être

résolu exactement en employant une représentation partonique. Cette représentation

consiste en un outil mathématique permettant la construction d’un opérateur de spin

en fermion (ou boson) composite pour lequel les relations d’anticommutation (ou de

commutation) entre les opérateurs de spins (fermion ou boson) doivent être respectées.

Cette méthode consiste à résoudre en champ moyen à l’aide d’opérateurs de création et

d’annihilation des fermions (ou des bosons) dans un sous-espace de Hilbert réduit. La

construction des partons est une méthode intéressante pour les LSQ. L’idée derrière
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cette méthode est de représenter les spins d’un isolant quantique en termes de bosons

ou fermions canoniques soumis à certaines contraintes propres à leurs états permis

dans un sous-espace de Hilbert.

Typiquement, il y a deux représentations qui sont respectivement appelées bosons

de Schwinger et fermions d’Abrikosov comme suit :

S⃗ = 1
2

b²
ασ⃗αβbβ, S⃗ = 1

2
f ²
ασ⃗αβ fβ (1.6)

où les opérateurs bosoniques de création (annihilation) b²
α (bα) respectent les

relations de commutation des bosons et les opérateurs fermioniques de création

(annihilation) f ²
α ( fα) respectent les relations d’anticommutation des fermions [3].

Sans entrer dans les détails, la construction partonique est utile aux LSQ, mais selon

la variété, la géométrie et la dimensionnalité du système, on utilisera la construction

bosonique ou fermionique. En général, les fermions d’Abrikosov sont historiquement

plus fructueux pour la construction du LSQ. Suite au choix de représentation selon

le modèle de spin, l’Éq. 1.6 est insérée dans le terme d’échange de type S⃗i · S⃗ j afin

d’opérer des calculs de champ moyen de sorte à rendre l’hamiltonien quadratique qui

peut être résolu facilement par la suite.

Cependant, la résolution du modèle de Kitaev repose sur une construction par-

tonique différente des bosons de Schwinger ou des fermions d’Abrokosov ; il s’agit

d’anyons. Nous verrons que la construction partonique à base d’anyons fonctionne

exactement pour le modèle de Kitaev dans ce qui suivra. On observe d’abord que

l’opérateur de plaquette (voir la Fig. 1.11) définit comme

Wp = Sx
1S y

2Sz
3Sx

4S y
5Sz

6 (1.7)

commute avec tous les opérateurs de lien Sγ

i Sγ

j de sorte que
[

Wp,HK
]

= 0. À

l’issue de cette condition, les valeurs propres de Wp ne peuvent être que wp = ±1.

La condition de commutation entre les opérateurs plaquette et l’hamiltonien de

Kitaev explicité à l’Éq. 1.5 signifie que Wp est une observable, donc qu’il possède une

signification physique : wp correspond à ce qu’on appelle un flux. Les flux déterminent

les interactions entre les spinons mobiles sur le réseau.
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La construction partonique à l’aide d’anyons de l’Éq. 1.5 repose sur le changement

de représentation fermioniques des degrés de liberté du spin. Pour ce faire, A. Kitaev

a utilisé quatre fermions de Majorana pour décomposer le spin

Sγ

i ≡ ibγ

i ci (1.8)

avec l’ensemble des fermions de Majorana {bγ, c} (γ= x, y, z). Il est important de

noter que les relations partoniques de l’Éq. 1.8 respectent les règles d’anticommutation

pour les fermions et aussi que le fermion de Majorana est sa propre antiparticule

( f ² = f ) et que cette construction mathématique est différente de celles de l’Éq. 1.6

pour lesquelles les matrices de Pauli sont employées pour les spins. En injectant dans

l’Éq. 1.5, l’hamiltonien devient

HK =−Kx
∑

〈i j〉∈x
Sx

i Sx
j −K y

∑

〈i j〉∈y
S y

i S y
j −Kz

∑

〈i j〉∈z
Sz

i Sz
j

=−Kx
∑

〈i j〉∈x

(

ibx
i ci

)

(

ibx
j c j

)

−K y
∑

〈i j〉∈y

(

iby
i ci

)

(

iby
j c j

)

−Kz
∑

〈i j〉∈z

(

ibz
i ci

)

(

ibz
j c j

)

=Kx
∑

〈i j〉∈x
i
(

ibx
i bx

j

)

ci c j +K y
∑

〈i j〉∈y
i
(

iby
i by

j

)

ci c j +Kz
∑

〈i j〉∈z
i
(

ibz
i bz

j

)

ci c j

=Kx
∑

〈i j〉∈x
iux

i j ci c j +K y
∑

〈i j〉∈y
iuy

i j ci c j +Kz
∑

〈i j〉∈z
iuz

i j ci c j

= i

4

∑

〈i j〉
A i j ci c j (1.9)

où on a défini A i j ≡ 2Kγui j et où les opérateurs uγ

i j ≡ bγ

i bγ

j correspondent à des

champs de jauge Z2 émergents qui sont hermitiques. Leurs valeurs propres ne valent

que ±i. Notons que les opérateurs de Majorana n’agissent pas sur le sous-espace de

Hilbert dans lequel agissaient précédemment les opérateurs de plaquette (Éq. 1.7),

mais le fait qu’ici
[

ui j,ukl = 0
]

et que
[

ui j,HK = 0
]

laisse Wp inchangé et dépendant

uniquement des opérateurs de champ de jauge

wp =Π〈i j〉ϵpui j =±1 (1.10)
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il sera abordé à la sous-section suivante.

1.2.2 Dispersion des fermions de Majorana

Dans la sous-section précédente, le modèle de Kitaev a été réduit à sa forme

fermionique quadratique grâce à l’emploi de la construction partonique de fermions

de Majorana, seulement, il n’a pas été résolu. Maintenant que nous avons accès à

l’hamiltonien de fermions libres avec l’Éq. 1.9, le spectre des excitations élémentaires

peut être calculé. Les schémas de la Fig. 1.12 sont utiles à la diagonalisation de

l’hamiltonien puisqu’en ayant connaissance des vecteurs du réseau a⃗1 et a⃗2 ainsi qu’à

leurs vecteurs dans l’espace réciproque b⃗1 et b⃗2, une transformée de Fourier peut

être employée de sorte à réduire l’hamiltonien de l’Éq. 1.9 dans sa forme canonique

(comme celui d’un oscillateur harmonique).

a
1

a
2

A

B

x

y

b
1

b
2

q
y

q
x

Г

Espace réel Espace réciproque

K’ K

FIGURE 1.12 ± Un hexagone et sa zone de Brillouin associée (a) Hexagone composé de
deux sites non-équivalents et les vecteurs primitifs a⃗1 =

(

1/2,
p

3/2
)

et a⃗2 =
(

−1/2,
p

3/2
)

.
(b) Zone de Brillouin de l’hexagone avec les vecteurs primitifs réciproques b⃗1 =
2π

(

1,1/
p

3
)

et b⃗2 = 2π
(

−1,1/
p

3
)

. Les points K et K ′ sont situés respectivement aux
coordonnées {2π/3,2π/

p
3} et {−2π/3,2π/

p
3}.

Champ magnétique nul
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La résolution qui suit se concentre sur le cas à température nulle. En procédant

aux transformées de Fourier suivantes :

A i j (q⃗)=
∑

α

eiq⃗ · r⃗α A i j,α, a q⃗,i =
1

p
2N

∑

β

e−q⃗ · r⃗β cβi (1.11)

avec les relations d’anticommutation des opérateurs fermioniques dans l’espace-

impulsion {a q⃗,i,a
²
q⃗′, j} = δq⃗q⃗′δi j et a²

q⃗′, j = a−q⃗′, j. L’hamiltonien à diagonaliser devient

ainsi :

HK = i

4

∑

〈i j〉
A i j ci c j (1.12)

=1
2

∑

q⃗

∑

i j
iA (q)a−q⃗,ia q⃗, j

=1
2

(

0 i f (q⃗)

−i f (q⃗)∗ 0

)

a−q⃗a q⃗ (1.13)

où f (q⃗)= 2
(

Kxeiq⃗ · a⃗1 +K yeiq⃗ · a⃗2 +Kz
)

. Ainsi, les énergies propres sont simplement

ε (q⃗)=±| f (q⃗)| = 2
∣

∣

∣Kxeiq⃗ · a⃗1 +K yeiq⃗ · a⃗2 +Kz

∣

∣

∣ (1.14)

L’état fondamental peut être gappé ou non-gappé, selon les valeurs des inter-

actions Kitaev Kγ comme l’illustre bien la Fig. 1.13a. Dans le cas isotrope, i.e.

Kx = K y = Kz, le spectre des fermions de Majorana libres au voisinage des points

K et K ′ admet des cônes de Dirac de sorte que ε (q) ≃ ±|q⃗| comme illustré sur la

Fig. 1.13b.

L’état fondamental qui est l’objet d’attention particulière dans la communauté

de la matière condensée et du magnétisme frustré est sans aucun doute la phase

non-gappée (en orange) de la FIg. 1.13a, qui, comme la dispersion en cônes de Dirac en

témoigne, admet une densité d’états finie à T = 0 K ; on fait référence ici aux fermions

de Majorana mobiles (i.e. des états de bords topologiques, comme les électrons dans le
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2D [43±45]. Leur statistique d’occupation est moins restrictive que celles des fermions

et des bosons, donc de façon simpliste, échanger deux anyons engendrerait une phase

globale correspondant à autre chose que nécessairement 0 (boson) ou 180◦ (fermion).

Les anyons abéliens sont recherchés puisqu’ils peuvent potentiellement servir de blocs

primitifs pour pouvoir réaliser des opérations basiques en informatique quantique. Ce-

pendant, le cas unique qui admet l’émergence d’anyons non-abéliens dans le modèle de

Kitaev est lorsque le gap des fermions de Majorana s’ouvre dans la phase non-gappée

de la Fig. 1.13a, situation qui sera abordée ci-bas. Les anyons non-abéliens tirent leur

intérêt pour le futur ordinateur quantique dans lequel ces derniers peuvent encoder

toutes les opérations utiles à tout type de calcul. Les anyons (abéliens et non-abéliens)

sont très prisés par la communauté de l’informatique quantique puisqu’ils constituent

les blocs d’information du futur ordinateur quantique topologique, lequel serait parti-

culièrement robuste aux perturbations provenant de l’environnement. Les progrès en

recherche et développement de Microsoft portent d’ailleurs sur une architecture basée

sur les qubits topologiques. Ces derniers émergeraient des modes de Majorana dans

un supraconducteur topologique créé par des hétérostructures [46]. Nous conserve-

rons uniquement notre intérêt sur la phase LSQ non-gappée, qui a un intérêt dans la

communauté de la matière condensée, comme il sera expliqué ultérieurement dans ce

chapitre.

Effet du champ magnétique

Comme il a été décrit précédemment, le modèle de Kitaev est exactement soluble,

mais qu’arrive-t-il si un terme qui brise la symétrie par inversion du temps, notam-

ment un champ magnétique, s’ajoute à l’hamiltonien de l’Éq. 1.5? Que devient le

spectre des excitations de basse énergie ? L’intérêt de soulever ces questions est en

fait relié à la structure de bandes des excitations. Nous verrons qu’en considérant un

champ magnétique externe au modèle de Kitaev pur, la dispersion des fermions de

Majorana mobiles acquiert une topologie non-triviale, ce qui soulèvera le réel intérêt

du modèle de Kitaev au niveau expérimental, notamment dans la mise en oeuvre d’un

ordinateur quantique.

Toujours dans le cas isotrope (Kx = K y = Kz), en ajoutant un terme perturbatif

simple qui considère un simple couplage des spins au champ magnétique de la façon

suivante :
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V =−
∑

i
h⃗ · S⃗i (1.16)

à l’Éq. 1.5, le modèle de Kitaev se voit être perturbé

H′
K =HK +V

=−Kx
∑

〈i j〉ϵx
Sx

i Sx
j −K y

∑

〈i j〉ϵy
S y

i S y
j −Kz

∑

〈i j〉ϵz
Sz

i Sz
j −

∑

i

(

hxSx
i +hyS y

i +hzSz
i

)

(1.17)

par le champ magnétique h⃗ dont les composantes agissent le long des liens {x, y, z},

respectivement. Cette fois, le modèle ne peut être résolu exactement, mais en utilisant

la théorie des perturbations jusqu’au troisième ordre en O

(

h⃗3
)

, H′
K devient :

H′
K ≃−

hxhyhz

K2

∑

i jk
Sx

i S y
j Sz

k (1.18)

où le terme au premier ordre perturbatif s’annule tandis que le terme au second

ordre perturbatif ne brise pas la symétrie par inversion du temps. Notons que par

simplicité, on a considéré K = Kx = K y = Kz. Sans entrer dans les détails, l’hamiltonien

effectif H′
K peut être réécrit tel que celui de l’Éq. 1.9 :

H′
K = i

4

∑

i j
A i j ci c j

=1
2

(

∆ (q⃗) i f (q⃗)

i f (q⃗)∗ −∆ (q⃗)

)

a−⃗qa q⃗ (1.19)

où f (q⃗) demeure inchangé par rapport au modèle pur, et où un terme sur la

diagonale apparaît :

∆ (q⃗)=
4hxhyhz

K2

(

sin(q⃗ · a⃗1)+sin(q⃗ · − a⃗2)+sin
(

q⃗ ·
[

a⃗2 − a⃗1
]))

(1.20)
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du gap. Cette fermeture à un point unique est causée par la présence d’états de bords

à densité d’états finie comme le montre la Fig. 1.15.

Isolant triviala

Ɛ(q)

q

Ɛ
F

bande de 
conduction

bande de 
valence

Isolant topologiqueb

Ɛ(q)

q

Ɛ
F

bande de 
conduction

bande de 
valence

États de bord

c États de bord

Tchaud

Tfroid

J

T+δT δT

FIGURE 1.15 ± Bandes et états de bords des fermions de Majorana dans le modèle de
Kitaev. (a) Bandes de conduction et de valence pour un isolant trivial pour lequel le
niveau de Fermi est compris entre les deux. (b) Bandes de conduction et de valence et
croisement des bandes topologiques des états de bord au niveau de Fermi. La nature
topologique du modèle de Kitaev perturbé par un champ magnétique externe force
les fermions de Majorana à exister sur des canaux de conduction unidimensionnels
de nombre de Chern non-nuls et opposés. (c) États de bord chiraux mobiles dans un
système 2D, lequel est soumis à une différence de température.

La nature topologique du modèle de Kitaev impose un nombre de Chern C non-nul

à chaque bande associée aux fermions de Majorana (bandes vertes sur la Fig. 1.15b).

Sans entrer dans les détails, le nombre de Chern est un entier qui correspond en

quelque sorte au nombre de canaux de conduction balistique qu’il peut y avoir pour

les excitations de basse énergie dans un système [48,49]. Pour le cas du modèle de

Kitaev, le nombre de Chern est défini comme

C ≡ sgn ∆ (q⃗)= sgn
(

hxhyhz
)

=±1 (1.22)

où le signe des composantes du champ magnétique h⃗ est relié à la bande des

fermions mobiles. La raison pour laquelle le nombre de Chern est important dans le
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modèle de Kitaev est lié au transport de chaleur. En effet, chaque état de bord a la

capacité de transporter de l’entropie, donc de l’énergie et la présence de ces états de

bords topologiques n’est possible que parce que le volume du système est gappé, donc

est assimilé à un nombre de Chern nul. De façon analogue à l’effet Hall quantique

pour lequel les états de bord électroniques transportent la charge sans perte, les

fermions de Majorana peuvent transporter la chaleur dans un canal unidimensionnel

balistique de sorte que le courant d’énergie thermique J est donné par :

J =
∫

ε(q)>0

dq

2π
n (q)v (q)ε (q) (1.23)

où n (q) est la distribution statistique de Fermi-Dirac (pour les fermions) et v (q)=
dε/dq et ε (q) sont respectivement la vitesse et l’énergie des fermions de Majorana,

qui sont représenté ci-haut comme des fermions libres de dispersion ε (q). En principe,

l’intégration devrait se faire sur tout l’intervalle d’énergie ]−∞,∞[, mais étant donné

que le fermion de Majorana est son propre antiparticule, son état à q⃗ est le même que

celui à −q⃗. Ainsi, l’intégrale de l’Éq. 1.23 devient

J = 1
2π

∫∞

0

εdq

1+ eε/T

dε
dq

= 1
2π

∫∞

0

εdε

1+ eε/T
= π

24
T2 (1.24)

Chaque mode de propagation contribue à raison de πT2/24 pour le courant d’éner-

gie, mais les excitations des états de bord circulent dans les sens opposés (voir la

Fig. 1.15c), ce qui engendre une contribution négative pour un des modes. Afin de

calculer le courant total, on somme la contribution de chaque bande

Jchaud = π

24
T2

chaud, Jfroid = π

24
T2

froid (1.25)

où la différence des deux courants engendre le courant total qui circule sur les

bords du système :
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Jchaud − Jfroid = π

24

[

(T +δT)2 −T2] (1.26)

≃ π

24

(

2TδT +δT2 +O
(

δT6)) (1.27)

≃ π

12
TδT (1.28)

où on a fait le développement limité pour T ≫∆T considéré la réponse linéaire

au courant. On reconnaît la loi de Fourier J = −κ∇T de la conduction thermique

(l’équivalent thermique de la loi d’Ohm). Par construction, la conduction thermique

transverse engendrée par les états de bord κxy vaut

κxy

T
= 1

2

(

π

6

k2
B

ħ

)

≡ κ0

2
(1.29)

où κ0 correspond au quantum de conductance thermique (qui dépend de constantes

fondamentales). Cette quantité vaut 0.9464 pW.K−2 est équivalente à ce qui est

attendu pour des électrons balistiques, seulement le modèle de Kitaev pour des

fermions de Majorana prédit la moitié de cette quantité ; on peut constater que

les états de bords chiraux 3 peuvent être perçus comme étant des quasi-particules

fractionnaires.

Avant d’entamer la prochaine section du chapitre, prenons un pas de recul afin de

récapituler tout ce qui a été abordé dans les sous-sections 1.2.1 et 1.2.2. D’abord, on a

changé la représentation de spin de l’hamiltonien du modèle de Kitaev (Éq. 1.5) vers

sa représentation fermionique canonique (Éq. 1.12) de façon à pouvoir le traiter et le

diagonaliser comme celui d’électrons libres. En l’absence de perturbation externe, le

spectre en énergie des fermions de Majorana admet des cônes de Dirac aux points K et

K ′ de la zone de Brillouin. Ensuite, un champ magnétique ajouté au modèle initial a

été traité de manière perturbative, ce qui a permis de briser la symétrie par inversion

du temps et ainsi d’ouvrir un gap dans la dispersion des fermions de Majorana. Ce

gap étant ouvert a permis de discuter de la nature topologique du modèle de Kitaev et

3. La chiralité est la notion selon laquelle des modes se propagent selon un sens en particulier, qui
est déterminé par le signe du nombre de Chern.
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donc a soulevé l’aspect important que les fermions de Majorana sont en fait des états

de bords chiraux topologiques.

Nous arrivons maintenant à l’intérêt apporté par le modèle de Kitaev en physique

de la matière condensée. Ayant désormais une idée sommaire de ce qui est attendu

d’un tel système, l’idée serait de directement détecter les fameux fermions de Majorana.

En effet, nous avons vu qu’ils sont en fait des états de bords qui peuvent transporter

de l’énergie thermique, or en laboratoire, il est tout à fait possible de conduire une

expérience qui mesure la conductance de chaleur en présence d’un champ magnétique ;

c’est ce qui appelé la conductance thermique de Hall. Il en sera amplement question

ultérieurement dans cette thèse.

L’intérêt expérimental qu’apporte le modèle de Kitaev est que de tels états to-

pologiques sont détectables, et non seulement le sont-ils, mais ils le sont à raison

d’une valeur finie qui correspond à un demi quantum de conductance (Éq. 1.29). La

détection expérimentale de la présence de telles quasi-particules dans un système

Kitaev permettrait une observation directe d’un état liquide de spins quantique.

1.3 Matérialisation du modèle de Kitaev

Comme il a été abordé dans la précédente section, le modèle de Kitaev est un

modèle intéressant et particulier de LSQ, puisqu’il est exactement soluble et il prédit

l’existence de fermions de Majorana en principe détectables expérimentalement par

des mesures de transport thermique. Or, la question fondamentale qui émerge naturel-

lement pour un(e) expérimentateur-trice est celle de la vraisemblance d’un tel modèle

2D dans un réel système de physique du solide. Il se trouve qu’en 2009, G. Jackeli

and G. Khaliullin ont proposé qu’un système physique devait respecter certaines

conditions afin d’être éligible à la physique de Kitaev, donc de pouvoir favoriser les

interactions d’Ising anisotropes entre spins 1/2 voisins [50].

Leur proposition repose sur un système isolant de Mott à demi-remplissage et

la présence d’un couplage spin-orbite important. En effet, le système doit être évi-

demment composé de spins effectifs 1/2 sur les sommets d’un réseau hexagonal et
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en pratique, les métaux de transition sont des ions qui possèdent une structure élec-

tronique intéressante pour générer un spin effectif 1/2 lorsqu’ils sont centraux dans

un environnement octaédrique fortement électro-négatif. La Fig. 1.16a illustre sché-

matiquement la séparation des niveaux d’énergie de l’iridium Ir4+ ou du ruthénium

Ru3+ pour lesquels l’orbitale électronique d5 possède un nombre impair d’électrons (7

électrons sur l’orbitale 5d5 pour le Ir et 7 électrons sur l’orbitale 4d5 pour le Ru).
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FIGURE 1.16 ± Formation de spins jeff = 1/2 assistés par couplage spin-orbite pour des
ions à électrons d5. (a) Schéma qui illustre la séparation de chaque orbitale jusqu’à
l’obtention d’un isolant de Mott de spins jeff −1/2. La figure est tirée de [40]. (b)
Schéma de la structure électronique de l’isolant de Mott α-RuCl3 à partir de calculs
ab initio où sont considérés explicitement l’effet du couplage spin-orbite et celui des
interactions coulombiennes sur site. La figure est tirée de [51].

L’intérêt de considérer les métaux de transition lourds dans un environnement

électro-négatif tel que l’octaèdre d’oxygène (ou de chlore, par exemple) est que le

champ cristallin permet de séparer de plusieurs électronvolts les orbitales d5 en deux

sous-orbitales eg vide et t2g triplement dégénérée qui contient un trou. La présence

du moment orbital de l’orbitale t2g favorise un fort couplage spin-orbite λL⃗ t2g · S⃗ qui

engendre une séparation de cette dernière en deux états de moments angulaires totaux

jeff = 1/2 et jeff = 3/2 dont le niveau de plus basse énergie est celui de spin effectif

1/2. Étant donné que l’état de spin effectif représente un système à demi-remplissage,

les interactions coulombiennes représentées par le terme d’énergie U du modèle de

Hubbard sont fortes ; le résultat est donc un modèle d’isolant de Mott sur réseau de

spins effectifs jeff = 1/2 à demi-remplissage [38,40,50,52,53].

La Fig. 1.16b montre les résultats de calculs ab initio des changements dans la

structure électronique de l’isolant de Mott α-RuCl3 [51] (qui sera discuté en détail

dans une sous-section ultérieure). Les calculs montrent que la structure électronique

du matériau change énormément selon le type d’interaction qui est considérée, no-
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tamment le couplage spin-orbite et les interactions coulombiennes. Le schéma du

premier panneau (gauche) montre simplement la structure électronique sans avoir

tenu compte ni du couplage spin-orbite ni des interactions coulombiennes sur site,

tandis que le schéma du troisième panneau tient compte du spin-orbite et des inter-

actions coulombiennes sur site. On peut voir une séparation entre les orbitales eg et

t2g et l’apparition d’un gap de Mott près du niveau de Fermi où les bandes dans ce

voisinage acquièrent un caractère jeff = 1/2. Le schéma du quatrième panneau (droite)

montre la structure électronique lorsqu’un ordre AF est inclus dans le modèle, mais

cet aspect sera abordé en détail dans une sous-section ultérieure.

Bien que des iridates à structure hexagonale tels que les iridates Na2IrO3, α-

Li2IrO3 et Li2RhO3 et le ruthénate α-RuCl3 [54±56] soient des candidats intéressants

pour réaliser la physique de Kitaev des interactions d’échange anisotropes, il faut

comprendre l’origine de telles interactions dans de vrais matériaux. Tels qu’abordé

précédemment, les matériaux à base d’iridium et de ruthénium sont favorables pour

l’obtention de spins effectifs 1/2, mais ce que G. Jackeli et G. Khaliullin ont soulevé

dans leur étude [50] est une explication de l’origine de l’anisotropie d’échange entre

sites voisins, conduisant donc aux interactions de Kitaev en particulier.

Les interactions d’échange anisotropes deviennent possible si les octaèdres qui

entourent les ions de métaux de transition sont orientés spatialement de sorte qu’ils

partagent leurs arêtes et non leurs sommets tel qu’illustré sur la Fig. 1.17.
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FIGURE 1.17 ± Géométrie du modèle octaédrique d’échange favorisant les interactions
Kitaev. (a) Octaèdres de d’ions de Ir4+ ou de Ru3+ qui partagent soit les sommets (I)
ou les arêtes (II). La figure est tirée de [40]. (b) Géométries à 180◦ (partageant les
sommets) ou à 90◦ (partageant les arêtes) entre deux ions de métal de transition (Ir4+

ou Ru3+) où selon le cas de figure, différentes orbitales d participent à l’interaction
d’échange. La figure est tirée de [50].
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D’après les règles de Goodenough et Kanamori [57±59], les ions Ru3+-Ru3+ in-

teragissent principalement via un mécanisme de superéchange médié par les anions

Cl−. Ces règles expliquent la nature (antiferromagnétique ou ferromagnétique) des

interactions ainsi que leur intensité entre deux ions magnétiques via un ion non-

magnétique. Le processus de superéchange dépend fortement de l’angle de liaison et

du remplissage des orbitales. Pour des orbitales à demi-remplies, un angle de liaison

de 180◦ donne lieu à un échange AF tandis qu’un angle de 90◦ donne lieu à un échange

F.

Des calculs ont été faits de sorte à établir l’hamiltonien favorisé dans le cas

où deux octaèdres voisins partagent leur coin, donc lorsque l’angle entre les deux

métaux de transition est de 180◦. Dans ce cas, seul un chemin de super-échange est

permis le long de l’axe commun aux deux ions via le ligand de l’orbitale pz de l’anion

électronégatif mitoyen (voir la Fig. 1.17a) et seul un échange de type Heisenberg

symétrique est possible, de sorte que l’hamiltonien correspond à

H180◦
= J1S⃗i · S⃗ j + J2

(

S⃗i · r̂ i j

)(

r̂ i j · S⃗ j

)

(1.30)

où r̂ i j est le vecteur unité le long du lien i j. Le deuxième terme de l’Éq. 1.30 est

négligeable par rapport au premier (J1 ≫ J2) dans la limite où le couplage spin-orbite

est important, ce qui est le cas pour les métaux de transition [50, 52]. Cependant,

lorsque les octaèdres partagent leurs arêtes, il y a deux chemins d’échange possible

(voir les Figs. 1.17b et 1.18a) où les orbitales dxz et dyz s’hybrident via le ligand de

l’orbitale pz de l’anion électro-négatif (oxygène ou chlore, par exemple). L’annihilation

du terme d’échange isotrope pour la configuration à angle droit est causée par une

interférence destructive de l’amplitude de passage par les orbitales pz entre les deux

orbitales d adjacentes (puisqu’il y a deux chemins d’échange possibles), ce qui favorise

l’hamiltonien :

H90◦
=−JSγ

i Sγ

j (1.31)

avec γ ∈ {x, y, z} qui correspond justement à celui de l’Éq. 1.5. Le procédé virtuel

qui permet d’expliquer l’interférence quantique entre les deux chemins de l’amplitude
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de passage t est illustré à la Fig. 1.18b. Le saut d’un trou (sur la Fig. 1.17a, l’orbitale

t2g n’est pas complètement remplie, à raison d’un trou) de l’orbitale t2g vers un état 3/2

de l’orbitale de spin jeff = 3/2 d’un site adjacent. À l’issue de ce saut, un site recouvre

deux trous sur le même site et le couplage de Hund entre l’orbitale de spin jeff = 1/2

et les moments magnétiques excités 3/2 de l’orbitale de spin jeff = 3/2 génère une

interaction ferromagnétique entre les deux sites qui est orthogonale au plan du lien

considéré (soit Sx
i Sx

j , S y
i S y

j ou Sz
i Sz

j ) et ces interactions de type Ising sont précisément

les interactions de Kitaev (qui sont orthogonales entre elles).

1 2 3
(c)a b

FIGURE 1.18 ± Processus virtuel de superéchange de l’interaction Kitaev. (a) Octa-
èdres idéalisés partageant les arêtes d’après le modèle de Jackeli-Khaliullin où les
termes de saut t font intervenir les orbitales dxz et dyz. (b) Diagramme qui permet de
schématiser le procédé virtuel de l’interaction Kitaev pour des octaèdres qui partagent
les arêtes. Les figures sont tirées de [53].

Extensions au modèle de Jackeli-Khaliullin pour des systèmes réels

De façon générale, des spins jeff = 1/2 en interaction entre les sites i et j sont

représentés par le modèle magnétique général suivant :

Hi j = S⃗i ·
←→
J i j · S⃗ j − gµB

∑

i
B⃗ · S⃗i (1.32)

où
←→
J i j correspond à un tenseur 3×3 dans lequel tous les paramètres d’échange

sont regroupés, selon les conditions de symétrie à respecter et où le dernier terme n’est

autre que le champ magnétique externe qui se couple aux spins. Si on suppose une

symétrie C2h pour le lien i j [50,60±62]., le tenseur d’échange (sous forme matricielle)

qui respecte cette condition est
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←→
J i j =









Ji j Γi j Γ
′
i j

Γi j Ji j Γ
′
i j

Γ
′
i j Γ

′
i j Ji j +K i j









(1.33)

avec
{

α,β,γ
}

= {x, y, z}, {y, z, x} et {z, x, y} et où J est l’interaction d’Heisenberg, K

est l’interaction de Kitaev. Les termes Γ et Γ′ sont des termes qu’on appelle symétrique

hors diagonale. Ces termes sont permis par symétrie et sont la conséquence du

fort couplage spin-orbite dans les systèmes de métaux de transition d5. Des calculs

théoriques ont été exécutés à partir du modèle Heisenberg-Kitaev (modèle H-K) [60,

63] et ont révélé l’apparition des phases magnétiques ordonnées supplémentaires à

la phase Kitaev telles que les ordres Néel, zigzag, stripy ou encore ferromagnétique.

D’autres études ont ajouté l’effet des paramètres d’échange Γ et Γ′ et le diagramme de

phases est encore plus riche [61,62], comme l’illustre la Fig. 1.19.

a b

FIGURE 1.19 ± Diagramme de phase du modèle Heisenberg-Kitav-Gamma. (a)
Diagramme de phase du modèle H-K-Γ obtenu à partir de calculs de diagonali-
sation exacte pour Γ > 0. Les constantes d’échange ont été paramétrées comme
{J,K ,Γ}= {sinθ cosφ,sinθsinφ,cosθ}. (b) Ordres magnétiques du modèle H-K-Γ pour
un ensemble de paramètres {J,K ,Γ} = {sinθ cosφ,sinθsinφ,cosθ}. Les figures sont
tirées de [62].

Il est important de soulever le fait que le diagramme de phases de la Fig. 1.19 n’a

été calculé que pour des interactions au premier voisin et que des études ultérieures



1.4. L’ISOLANT DE MOTT α-RUCL3 : CANDIDAT DE LSQ KITAEV 34

ont proposé un raffinement du modèle étendu de Kitaev en incluant des interactions

aux deuxièmes voisins par exemple, pour lesquelles l’interaction Dzyaloshinskii-

Moriya D⃗ i j ·
(

S⃗i × S⃗ j

)

est permise par symétrie ou encore que l’interaction Γ
′ introduite

comme une distorsion de l’environnement octaédrique du spin effectif 1/2 permet une

stabilisation de l’ordre zigzag des matériaux comme Na2IrO3 et Li2IrO3 [64,65]. Ces

études théoriques exposent que la phase LSQ de Kitaev peut être présente, même

en étant perturbée par d’autres interactions. Selon le matériau étudié, il s’agit de

connaître l’importance de l’interaction d’échange Kitaev à savoir si cette dernière est

dominante ou pas par rapport aux autres et sous quelle(s) condition(s) peut-elle l’être.

On peut se rendre compte finalement qu’à ce jour, quelques matériaux, notamment

Na2IrO3 et α-RuCl3 hébergent la physique de Kitaev, mais le prix à payer dans ces

systèmes est la présence non-négligeable d’autres interactions.

1.4 L’isolant de Mott α-RuCl3 : candidat de LSQ Ki-

taev

Le matériau qui fait l’objet de cette thèse est l’isolant de Mott α-RuCl3 qui est

un des candidats les plus prometteurs à la réalisation du modèle de Kitaev, puisqu’il

existe plusieurs résultats expérimentaux qui suggèrent la présence d’excitations frac-

tionnaires. À travers cette section, seront abordées différents aspects qui permettent

une intuition sur l’état de l’art de α-RuCl3.

1.4.1 Structure cristalline

Les premiers matériaux qui ont émergé en tant que possibles candidats de ma-

tériaux Kitaev sont certains iridates tel que Na2IrO3 qui a synthétisé en 2010 [66].

Depuis cette synthèse, le champ expérimental sur les LSQ de Kitaev s’est ouvert de

façon exponentielle. Depuis maintenant plus d’une décennie, une variété d’autres

candidats a été proposée [36], mais le plus prometteur semble être α-RuCl3. Proposé

en 2014 par le groupe de recherche de la chercheure Hae-Young Kee (Université

de Toronto, Canada) comme étant une plateforme intéressante et prometteuse pour
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réaliser la physique du LSQ Kitaev [54], cet isolant de Mott n’a cessé d’être le sujet

d’impressionnantes signatures qui sont en accord avec ce qu’A. Kitaev avait prédit

dans son travail de 2006 [32].

Fait important à propos de α-RuCl3 est que l’ion de ruthénium Ru3+ a une confi-

guration électronique 4d plutôt que l’iridium Ir4+ qui a une configuration électronique

5d. Ainsi, le couplage spin-orbite résultant est moins fort dans ce premier, mais un

avantage qu’offre α-RuCl3 à certains candidats iridates est qu’il s’étudie mieux en dif-

fusion de neutrons puisque le ruthénium absorbe moins ces derniers que l’iridium [67].

De plus, le matériau est stable chimiquement dans le temps. Finalement, certains

autres candidats requièrent parfois des conditions expérimentales extrêmes (ou plus

difficile à atteindre), telle qu’une forte pression hydrostatique par exemple, pour

permettre l’observation de signatures de la physique du LSQ. Cette combinaison de

facteurs en fait le candidat de matériau Kitaev le plus étudié.
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FIGURE 1.20 ± Structure cristalline de α-RuCl3. (a) Structure cristalline de α-RuCl3
montrant différents points de vue : selon l’axe d’empilement (gauche), le plan quasi-
2D (haut à droite) et un hexagone composé de six octaèdres de RuCl6 (bas à droite).
La figure est tirée de [54]. (b) (Gauche) Structure cristalline de α-RuCl3 dans la
cellule unité monoclinique avec l’empilement des plans triangulaire de chlore (lettres
minuscules) et des plans hexagonaux de ruthénium (lettres majuscules). (Droite)
Disposition de trois sous-réseaux triangulaires sur lesquelles les plans de chlore et de
ruthénium sont placés. La figure est tirée de [68].

La structure cristalline de α-RuCl3 est dépeinte à la Fig. 1.20. Les atomes de

Ru forment une structure hexagonale et sont entourés par une cage octaédrique

formée d’atomes de Cl. Les cages octaédriques sont connectées chacune aux autres
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de façon à se partager les arêtes, tel que décrit par le modèle de Jackeli-Khaliullin

(voir la section 1.3). Les plans hexagonaux sont liés ensemble selon l’axe c de la

cellule unité monoclinique de la Fig. 1.20b par des forces faibles de van der Waals. Ces

caractéristiques de α-RuCl3 en font un matériau quasi-2D, malgré sa structure 3D.

L’étude théorique de Kim et al. [68] a été une des premières à mener des calculs ab

initio sur la structure de α-RuCl3 afin d’identifier l’état fondamental de la structure

cristalline, notamment en lien avec le type d’empilement des plans hexagonaux. Dans

l’étude, les calculs fais sur le modèle de l’Éq. 1.33 où une faible distorsion trigonale

Γ
′ a été tenue en compte a permis de favoriser les structures monoclinique C2/m ou

trigonale P3112 qui sont proches en énergie (voir la Fig. 1.21a).

P3112 C2/m
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FIGURE 1.21 ± Configurations possibles des plans hexagonaux de α-RuCl3 selon la
structure cristalline et les interactions inter plan. (a) Empilement des plans hexa-
gonaux de α-RuCl3 selon les structures P3112 et C2/m où les sites rouges et bleus
représentent les moments magnétiques anti-alignés et où les couplages inter plan ont
été choisis comme ferromagnétique (cFM) ou antiferromagnétique (cAF). La figure
est tirée de [68]. (b) Structure 3D de α-RuCl3 selon les structures R3̄ et C2/m où les
couplages inter plan sont illustrés par des traits de couleur. La figure est tirée de [69].

Une autre étude théorique de Janssen et al. [69] a permis d’établir que les deux

types d’empilement possibles sont conférés par les structures rhomboédrique R3̄ et

monoclinique C2/m issus de calculs sur le modèle H-K-Γ en ayant considéré des

interactions de type Heisenberg inter couche tridimensionnelles (voir la Fig. 1.21b).

L’étude a permis une comparaison quantitative entre le modèle magnétique résolu

par théorie des ondes de spin aux mesures expérimentales de diffusion inélastique de

neutrons [70,71], de spectroscopie térahertz [72], de spectroscopie de résonance de

spin électronique [73] et de transport thermique [74] et a démontré que le couplage

inter plan ne peut être négligé dans α-RuCl3, bien que les interactions de type van

der Waals soient faibles. La Fig. 1.20a montre qu’au sein d’un octaèdre de RuCl6,

les angles Cl-Ru-Cl font 90◦ (à 1◦ prêt) contrairement à l’iridate Na2IrO3 dont les
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angles sont d’environ 85◦, ce qui en fait un cas prometteur pour la physique de Kitaev

(d’après le modèle de Jackeli-Khaliullin).

a b
ABC-stacking ABAB-stacking

FIGURE 1.22 ± Signatures des défauts d’empilement dans la chaleur spécifique de
α-RuCl3. (a) Empilement de type ABC pour lequel trois plans hexagonaux chacun
décalé de a/3 sont contenus dans la cellule unité. (b) Empilement de type ABAB pour
lequel un des trois plans hexagonaux brise la symétrie de translation de l’empilement
ABC, admettant ainsi un défaut d’empilement (trait pointillé orangé). Les figures sont
tirées de [75].

Au fil des années, la question de la grande variabilité entre échantillons (et

entre études) est au coeur des débats. Comme mentionné précédemment, la structure

cristalline de α-RuCl3 n’est toujours pas absolument certaine, du moins à basse

température, bien qu’il y ait une multitude de publications faisant état de la structure

monoclinique C2/m. Or, une des raisons qui pourrait expliquer une telle variabilité

entre les études est la présence de défauts d’empilement. En effet, le matériau est

extrêmement friable, fragile et mou. La signature des défauts structurels a pu être

observée dans des mesures de chaleur spécifique, d’aimantation et de susceptibilité

magnétique, de diffusion de neutrons et de diffusion de rayons-X [75±80], notamment.

Il a été proposé que l’empilement ABAB des plans hexagonaux le long de l’axe c

héberge davantage de défauts que l’empilement ABC [75]. Sur la Fig. 1.22a, le trait

pointillé orangé montre l’endroit auquel survient le défaut.

Selon Cao et al. [75], un pic d’intensité de Bragg est détectable dans un échan-

tillon ne montrant aucune contamination de défauts d’empilement sous TN ≃ 7 K

(température sous laquelle α-RuCl3 admet un ordre magnétique) à (0,1,1/3) (vecteur

d’onde magnétique pour l’empilement ABC) tandis qu’aucun pic de Bragg n’est détecté

pour (0,1,1/2) (vecteur d’onde magnétique s’il y avait une contamination d’empilement
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ABAB), signe que le vecteur magnétique est de vecteur d’onde k = (0,1,1/3). L’étude de

diffusion de neutrons est puissante dans l’identification des structures magnétiques et

donc de la détection potentielle de défauts d’empilement de type ABAB par exemple.

Les auteurs de Cao et al. [75] ont aussi fait l’étude de l’évolution de la chaleur

spécifique en fonction de la concentration en défauts dans la structure cristalline de

α-RuCl3. Sur la Fig. 1.22b, la courbe rose montre une seule transition magnétique

à 7 K, tandis que cette dernière s’évanouit graduellement pour laisser place à une

transition à 14 K (courbe brune). L’augmentation de la température de transition

est proportionnelle au nombre de défauts d’empilements au sein de la structure

cristalline causée par une déformation mécanique délibérée de l’échantillon de α-

RuCl3. La courbe brune est d’ailleurs en bon accord avec la courbe bleue, qui a été

obtenue dans une poudre, plutôt que dans un monocristal ; la structure d’empilement

ABAB est dominante dans α-RuCl3 sous forme de poudres [79].

Finalement, la préservation de l’intégrité structurelle de α-RuCl3 demeure un réel

défi pour les expérimentateurs-trices, puisqu’une infime manipulation d’un échantillon

peut induire des défauts d’empilement. Récemment, une étude de Kim el al. [81] a

permis de mettre en évidence la différence de qualité cristallographique selon deux

morphologies de cristaux distinctes. En effet, les cristaux minces semblent favoriser

davantage de défauts structurels que les cristaux épais.

a b

FIGURE 1.23 ± Signatures magnétiques dans la chaleur spécifique dans des échan-
tillons purs et impurs de α-RuCl3. (a) Diffraction de rayons-X à température ambiante
mettant en évidence (gauche) des pics de Bragg bien définis selon l’axe c∗, signe d’un
échantillon propre et (droite) des pics de Bragg évasés et moins bien définis, signe de
la présence de défauts de structures. (b) Chaleur spécifique à zéro champ magnétique
dans (gauche) des échantillons propres et (droite) des échantillons possédant des
défauts d’empilement. Les figures sont tirées de [81].
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Sur la Fig. 1.23a un patron de diffraction de rayons-X à température ambiante

montre des signatures de défauts évasés selon la direction hors plan dans le cristal

mince et des pics de Bragg distincts dans le cristal épais. Sur la Fig. 1.23b, la chaleur

spécifique correspondante fait état de la présence marquée de transitions supplémen-

taires à la principale à 7 K autour de 10 K, 12 K et 14 K dans les cristaux minces

tandis qu’il n’y a la signature que de la principale transition à 7 K dans les cristaux

épais.

Depuis que α-RuCl3 est l’objet de recherche intensive sur la physique de Kitaev,

l’élément limitant en lien avec la structure cristalline à basse température est sans

doute explicable par la fragilité du matériau, donc du manque de reproductibilité

entre les différentes études. De plus, selon la méthode de croissance employée en

laboratoire, la signature de l’ordre magnétique à TN ≃ 7 K peut varier de quelques

Kelvins [81].

1.4.2 Hamiltonien

Bien que α-RuCl3 soit un candidat prometteur étant donnée sa structure cristal-

line, le modèle magnétique qui décrit l’isolant de Mott le mieux est assez complexe.

L’hamiltonien qui s’est vu être de plus en plus raffiné au cours des dernières années

correspond à une extension du modèle de Kitaev pur (voir l’Éq. 1.5). En effet, le

matériau est bien décrit par le modèle d’échange au premier voisin H-K-Γ-Γ′ (explicité

à l’Éq. 1.33) [34,56,62,82±85] voire même par l’ajout d’un terme d’échange Heisen-

berg au troisième voisin J3 [56,82,83,86±89]. Des études sont même allées jusqu’à

montrer des calculs sur un modèle qui tient compte des interactions entre les plans

pour tenir compte de la tridimensionnalité [69,90,91]. Les termes d’échange de tels

modèles magnétiques sont souvent estimés théoriquement à partir de calculs de DFT

(Density-functional theory) et peuvent subséquemment être comparés à des données

expérimentales de diffraction de neutrons sur lesquelles des calculs d’ondes de spins

ont été menés.

Évidemment, les valeurs numériques qui sont explicitées au Tab. 1.1 sont va-

riables selon les études citées précédemment, cependant elles sont en accord avec la

plupart d’entre elles. Malgré le nombre impressionnant de calculs qui ont été faits
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J (meV) K (meV) Γ (meV) Γ
′ (meV) J3 (meV) gab gc∗

≃ -2.5 ≃ -25.0 ≃ 7.5 ≃ -0.5 ≃ 0.5 2.5 2.3

TABLEAU 1.1 ± Valeurs des interactions d’échange H-K-Γ-Γ′ du modèle au premier
voisin de Kitaev étendu ainsi que les facteurs de Landé intra plan et hors plan
pour α-RuCl3. Les interactions dominantes sont Kitaev K (ferromagnétique) et hors-
diagonale Γ. Les facteurs de Landé sont en accord avec l’anisotropie magnétique
dans α-RuCl3. Les valeurs sont extraites de Li et al. [84]. Note : cette étude a été
choisie parmi une variété d’autres parce qu’elle est récente et elle simule les calculs de
données de chaleur spécifique, de susceptibilité magnétique et de diffusion inélastique
de neutrons publiées préalablement, toutefois les signes ainsi que les écarts relatifs
entre les paramètres du tableau sont, en moyenne, en accord avec les autres études.

sur α-RuCl3, et ce, en employant toutes sortes de variations du modèle de Kitaev pur,

il demeure que la structure cristalline n’est pas consensuelle dans la communauté

scientifique. La raison réside probablement dans le fait que les études similaires

menées par différents groupes/laboratoires de recherche sont assez variables ainsi

que sur les infinis perturbations et couplages qui peuvent être ajouté(e)s au modèle

H-K-Γ-Γ′, sans mentionner que les calculs peuvent être poussés jusqu’à des ordres

élevés en perturbation et en voisinage d’interaction (i.e. la plupart des études se

limitent aux interactions aux premiers voisins seulement).

Néanmoins, les valeurs colligées dans le Tab. 1.1 simulent assez bien les proprié-

tés thermodynamiques ainsi que les ordres magnétiques de α-RuCl3. Finalement,

l’hamiltonien du modèle H-K-Γ-Γ′ donne lieu à un diagramme de phases assez riche

comme nous le verrons dans la prochaine sous-section.

L’article de revue de Laurell et al. [92] répertorie les méthodes de calculs ainsi

que les valeurs associées de chaque paramètre d’échange de l’hamiltonien de α-RuCl3
tel qu’explicité sur le Tab. 1.2. De façon générale, on note que le terme d’échange

Kitaev au premier voisin |K1| est dominant par rapport aux couplages d’Heisenberg

H1 et non-symétrique Γ1, mais que le terme non-symétrique est supérieur au couplage

d’Heisenberg permettant de stabiliser l’ordre magnétique AF zigzag. Il a été estimé

par des calculs de DFT que Kx ≈ K y ≈ Kz et que gab > gc∗ [91], ce qui favorise en outre

un environnement octaédrique formé par les anions de chlore quasi-parfait, donc peu

distordu ; les angles Cl-Ru-Cl sont presque de 90◦ contrairement à ceux de certains

iridates qui peuvent plutôt être d’environ 85◦.
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Récemment, l’étude de Kaib et al. [91] a permis de mettre en évidence l’impor-

tance du terme non-symétrique Γ
′ qui est faible par rapport aux autres trois termes

dominants du modèle magnétique qui décrit α-RuCl3. En effet, l’étude propose des

calculs élaborés du couplage magnétoélastique (i.e. le couplage spins-réseau) et l’effet

qu’ont les contraintes uniaxiales selon la direction hors plan c∗. De façon surprenante,

le terme Γ
′ joue un rôle prédominant dans le couplage magnétoélastique, malgré son

poids sous-dominant dans l’hamiltonien. L’étude montre qu’une compression uniaxiale

selon l’axe c∗ déstabilise l’ordre zigzag et renforce l’interaction Kitaev, proposant ainsi

une avenue intéressante à l’étude expérimentale de α-RuCl3 sous de telles conditions.

À l’issue des nombreux calculs théoriques sur le modèle de Kitaev perturbé, la

nature des couplages Heisenberg et Kitaev H,K ,Γ′ < 0 est ferromagnétique et celle

du couplage Γ> 0 est antiferromagnétique. Toutefois, selon les études, la nature des

couplages peut varier.

Reference Method J1 K1 Γ1 Γ
0

1 J2 K2 J3 K3

1 Winter et al. PRB47a Ab initio (DFT + exact diag.) �1.7 �6.7 +6.6 �0.9 – – +2.7 –

2 Winter et al. NC27 Ab initio-inspired (INS fit) �0.5 �5.0 +2.5 – – – +0.5 –

3 Wu et al.40 THz spectroscopy fit �0.35 �2.8 +2.4 – – – +0.34 –

4 Cookmeyer and Moore52 Magnon thermal Hall (sign) �0.5 �5.0 +2.5 – – – +0.1125 –

5 Kim and Kee46 DFT + t=U expansion �1.53 �6.55 +5.25 �0.95 – – – –

6 Suzuki and Suga53,79 Magnetic specific heat �1.53 �24.4 +5.25 �0.95 – – – –

7 Yadav et al.48b Quantum chemistry (MRCI) +1.2 �5.6 +1.2 �0.7 +0.25 – +0.25 –

8 Ran et al.26 Spin wave fit to INS gap – �6.8 +9.5 – – – – –

9 Hou et al.49c Constrained DFT + U �1.87 �10.7 +3.8 – – – +1.27 +0.63

10 Wang et al.50d DFT + t=U expansion �0.3 �10.9 +6.1 – – – +0.03 –

11 Eichstaedt et al.44,81e Fully ab initio (DFT + cRPA + t=U) �1.4 �14.3 +9.8 �2.23 – �0.63 +1.0 +0.03

12 Eichstaedt et al.44,81e Neglecting non-local Coulomb �0.2 �4.5 +3.0 �0.73 – �0.33 +0.7 +0.1

13 Eichstaedt et al.44,81e Neglecting non-local SOC �1.3 �13.3 9.4 �2.3 – �0.67 +1.0 +0.1

14 Banerjee et al.21 Spin wave fit �4.6 +7.0 – – – – – –

15 Kim et al.45,80 DFT + t=U expansion �12 +17 +12 – – – – –

16 Kim and Kee46f DFT + t=U expansion �3.5 +4.6 +6.42 �0.04 – – – –

17 Winter et al. PRB47g Ab initio (DFT + exact diag.) �5.5 +7.6 +8.4 +0.2 – – +2.3 –

18 Ozel et al. PRB82 Spin wave fit/THz spectroscopy �0.95 +1.15 +3.8 – – – – –

19 Ozel et al. PRB82 Spin wave fit/THz spectroscopy +0.46 �3.50 +2.35 – – – – –

TABLEAU 1.2 ± Répertoire construit à partir de plusieurs études indépendantes des
valeurs des termes d’échange de l’hamiltonien de α-RuCl3. Pour chaque étude, la
méthode de calcul ainsi que chaque paramètre d’échange sont explicités (en meV).
Note : pour consulter les détails de chaque étude mentionnée dans la colonne de
gauche, consulter l’article de revue de Laurell et al. [92]. Le tableau est tiré de [92].

Une étude importante de Lampen-Kelley et al. [93] rapporte l’importance du

terme d’échange non-symétrique Γ dans α-RuCl3. Les auteurs ont réalisé des mesures
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la direction dans le plan qui correspond à la direction de facile aimantation, tandis

que l’axe de difficile aimantation est l’axe c∗, comme il a été mesuré par mesures

d’aimantation et de coefficient magnétotropique [79,95].

La question qui demeure toujours l’objet de débats est de savoir si une région

étroite dans le diagramme de phases de la Fig. 1.25 correspond à une région LSQ. Il

est bien établi maintenant qu’au-delà d’un champ Bc, l’ordre magnétique est supprimé

pour atteindre une région partiellement polarisée induite sous champ magnétique,

mais plusieurs études ont rapporté les signatures de physique d’états fractionnaires

de basse énergie à basse température et dans l’intervalle de champ réduit autour de

8 T ou 9 T. Or, bien qu’il soit bien établi par plusieurs études qu’à haut champ ma-

gnétique B ∥ ab, l’état magnétique soit partiellement polarisé, il demeure la question

de connaître le champ critique précis auquel les magnons commencent à apparaître.

Comme mentionné précédemment, les échantillons de α-RuCl3 sont sujets à une

importante variation étant donnée leur fragilité, donc les valeurs critiques qui défi-

nissent les frontières des différents états peuvent fluctuer de quelques Kelvin et de

quelques Tesla.

Certes, des signatures de la présence d’états fractionnaires dans α-RuCl3 sont

bien visibles dans la région orangée du diagramme de phases de la Fig. 1.25, mais il a

été proposé récemment qu’en réalité, la physique du LSQ serait en réalité explorable

seulement si un champ magnétique perpendiculaire aux plans hexagonaux B ∥ c∗

était appliqué [84, 85, 96]. Des études théoriques de Li et al. [84, 85] ont montré

qu’un dôme LSQ est attendu entre environ 35 T et 120 T et sous 10 K si un champ

magnétique était appliqué parallèlement à l’axe c∗ (à 4◦ près, au maximum) tandis

que pour la configuration la plus étudiée où le champ magnétique est appliqué dans

le plan (B ∥ ab), seul un état dit liquide fractionnaire gît au voisinage de Bc et

sous environ 100 K. L’état liquide fractionnaire est cependant en accord avec les

signatures expérimentales d’états fractionnaire puisqu’il a été montré que sous 100

K, l’augmentation des corrélations à courte portée entre spins sont attribuables à

l’émergence des fermions de Majorana mobiles. Ces études de Li et al. [84,85] soulèvent

un changement de paradigme dans l’étude de l’état LSQ Kitaev de α-RuCl3 mais

surtout, lèvent la question des difficultés accrues que soulèvent leurs études, à savoir

l’accessibilité à des champs magnétiques aussi forts que 100 T. Il est excessivement

difficile de mesurer certaines propriétés thermodynamiques et spectroscopiques sous
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dans α-RuCl3 ont montré des signatures d’états fractionnaires dans le voisinage de

Bc.

Plus récemment, des efforts ont été investis dans la phase AF zigzag dans la-

quelle une sous-région existe sur environ 1 T est souvent identifiée comme zz2 (zz1

correspondant à la région principale bien connue).

Une étude de Balz et al. [90] a suggéré que la présence de la phase zz2 est due

à l’empilement des plans selon la direction perpendiculaire aux plans hexagonaux

lors duquel une composante ferromagnétique inter-plan apparaît. Sur les Figs. 1.27a

et 1.27b, les mesures de susceptibilité magnétique permettent de construire le dia-

gramme de phases sur lequel il est clairement apparent que le double pic dans χ′
ac (B)

pour B ∥ a admet la région zz2, mais pas pour B ∥ b.

a b

FIGURE 1.27 ± Phases ordonnées zz1 et zz2 dans α-RuCl3 et susceptibilité magnétique.
(a) Diagramme de phase expérimental de α-RuCl3 construit à partir de l’amplitude de
la susceptibilité magnétique χ′

ac. La sous-phase zz2 se manifeste sur environ 1 T. (b)
Susceptibilité magnétique χ′

ac (B) pour (haut) B ∥ b et (bas) B ∥ a, où l’ordre AF zigzag
se traduit par un dédoublement du pic principal à Bc. Les figures sont tirées de [90].

Sur la Fig. 1.28, les couches hexagonales s’empilent différemment selon l’ordre zz1

ou zz2. En effet, la composante ferromagnétique mentionnée précédemment émerge

pour la cellule magnétique à six couches (phase zz2) parce que les spins sont orientés

parallèlement, et pour la cellule magnétique à trois couches, ces derniers sont alignés

antiparallèlement (phase zz1) (les cercles ouverts et fermés désignent la direction
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bien définis, pour lesquels le poids spectral se situeraient uniquement aux six sommets

de la zone de Brillouin (voir la Fig. 1.29b).

Spectroscopie Raman, B = 0 T

Toujours à champ magnétique nul, des études de spectroscopie Raman de Sandi-

lands et al. [108] sur α-RuCl3 ont montré la présence de pics attribuables aux phonons

distinguables d’un continuum évasé (voir la Fig. 1.30a) dans la phase AF à 5 K.

Bosonic background

0.1

0.2

0.3

0 50 100 150 200 250 300

In
te

n
si

ty
 (

a.
u

.)

T (K)

T (K)

Experiment

Theory

(1 − f)2

0.0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0 50 100 150 200 250 300

In
te

n
si

ty
 (

a.
u

.)

∝n + 1

5 10 15 20 25

0.4

0.6

0.8

1

Energy shift (meV)

In
te

n
si

ty
 (

a.
u
.)

(c)

5 K

ba

FIGURE 1.30 ± Spectre de diffusion Raman et simulations Monte Carlo quantique
du continuum d’excitation dans α-RuCl3. (a) Spectre de diffusion Raman à 5 K pour
lequel des pics de phonons sont distinguables au-dessus un continuum (en bleu) évasé.
La figure est tirée de [108]. (b) Dépendance en température de l’intensité intégrée du
spectre Raman où les carrés rouges sont les points expérimentaux, les cercles verts
ouverts sont les données issues des simulations Monte Carlo quantique et le trait
pointillé est une fonction de distribution d’un continuum d’excitation multifermions.
La figure est tirée de [109].

Des calculs théoriques Monte Carlo quantique de Nasu et al. [109] sur les données

expérimentales ont permis de déterminer que l’intensité Raman intégrée suit une

dépendance I ≃ [1− f (ω)]2 en température, où f (ω) est la distribution de Fermi-Dirac

(voir la Fig. 1.30b). Ce résultat est cohérent avec des processus Raman qui excitent

des paires de fermions de Majorana et donc avec la présence d’états fractionnaires sur

une importante gamme de température de l’ordre du terme Kitaev K .

Diffusion inélastique de neutrons, B > Bc

Des études de DIN ont été menées sur α-RuCl3 dans la région induite sous champ

au-dessus de Bc, à la suite de la suppression de l’ordre AF zigzag. Notamment les
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études de Banerjee el al. [101] et de Balz el al. [71] ont étudié les signatures de

LSQ sur un intervalle réduit de champ dans le voisinage de Bc. Sur la Fig. 1.31a,

un continuum d’excitations à 2 K et zéro champ est similaire à ce qui a été observé

dans d’autres études de DIN [80, 104], où du poids spectral au point M de la zone

de Brillouin est attribué aux magnons dans la phase ordonnée ainsi qu’au point Γ

qui est inhabituel pour un ordre magnétique à longue portée (signe d’excitations

fractionnaires). Cependant, sur la Fig. 1.31b lorsque le champ de 8 T est suffisant

pour supprimer l’ordre AF (toujours à 2 K), le poids spectral des magnons au point

M disparaît, mais le continuum d’excitations demeure au point Γ. Ce continuum

est similaire à ce qui a été observé à champ nul et à T > TN (voir la Fig. 1.29a), ce

qui implique que la région induite sous champ pour B > Bc héberge, elle aussi, des

excitations du LSQ.

a b

FIGURE 1.31 ± Spectres de diffusion inélastique de neutrons dans α-RuCl3. Spectre
de diffusion de DIN dans α-RuCl3 à 2 K (a) à 0 T et à (b) 8 T. Le poids spectral
d’excitations persiste au point Γ et disparaît au point M hors de la phase ordonnée.
Les figures sont tirées de [101].

Une autre étude de Balz el al. [71] a montré l’absence d’ordre magnétique à 1.5

K dans une région intermédiaire en champ comprise entre 7.5 T et 8.5 T. des pics

de magnons bien définis dans les spectres de DIN ont été observés dans la phase

ordonnée et à plus haut champ, mais pas dans la région limitée sur environ 1 T, ce qui

a permis de découvrir que la phase induite à haut champ est une phase gappée par le

champ magnétique. Il S’agit toutefois d’une observation débattue.

Résonance magnétique nucléaire, B > Bc



1.4. L’ISOLANT DE MOTT α-RUCL3 : CANDIDAT DE LSQ KITAEV 51

Plusieurs études de RMN ont permis d’extraire le gap des excitations de basse

énergie dans α-RuCl3 pour des champs magnétiques supérieurs à Bc. Les auteurs

de Zheng el al. [98] a réalisé des mesures de taux de relaxation spin-réseau T−1
1

pour B > Bc et leurs données montraient des signes que la phase induite sous champ

était en fait un LSQ sans gap, puisque leur analyse reposait sur des fits en loi de

puissance de la température T−1
1 ∝ Tα. Il s’avère que des études ultérieures font état

d’une phase induite sous champ gappée, puisque les mesures de taux de relaxation

spin-réseau ont corroboré une loi d’activation en champ T−1
1 ∝ e∆/T [100,105].
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FIGURE 1.32 ± Taux de relaxation spin-réseau pour B ∥ b, gaps magnétiques et
diagramme de phases de α-RuCl3. (a) Dépendance en 1/T du taux de relaxation spin-
réseau (T1T)−1 pour différentes valeurs champ magnétique B ∥ b. Des fits à basse et
haute température permettant d’extraire les gaps ∆H ∝ B3 et ∆L ∝ (B−Bc)0.3. (b)
Dépendance en champ des gaps de magnon ∆m et des gaps induits sous champ ∆H

et ∆L. (c) Diagramme de phase expérimental de (T1T)−1 en fonction de B et T. Les
figures sont tirées de [47].

D’ailleurs, une étude récente de Nagai el al. [47] a procédé à l’étude détaillée

des gaps dans le diagramme de phases de α-RuCl3. Les auteurs ont notamment

pu extraire le gap des magnons dans la phase ordonnée zigzag ainsi que les gaps

respectifs des flux et des fermions de Majorana comme illustré sur la Fig. 1.32a, le

taux de relaxation spin-réseau est tracé en fonction de l’inverse de la température

pour différentes valeurs de champ et des fits en loi d’activation double (pour B > Bc)

permettent d’extraire les gaps ∆H et ∆L qui ont permis de construire le diagramme

de phases de la Fig. 1.32b. Le gap ∆m est simplement les magnons de la phase

magnétique ordonnée. ∆H est le gap des flux et des fermions de Majorana qui suit une

loi de puissance en B3 (voir l’Éq. 1.21) et ∆L suit une soit polynomiale proportionnelle

à (B−Bc)0.3. La conclusion de l’étude propose une hybridation induite sous champ au-
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dessus de Bc entre les quasi-particules fractionnaires (flux Z2 et fermions de Majorana

itinérants), ce qui est en accord avec l’étude théorique de Zhang et al. [110]. Sur la

Fig. 1.32c, on remarque que la magnitude de (T1T)−1 diminue au voisinage du point

critique à Bc lorsque T diminue ; c’est ce qui est attendu pour un état désordonné

gappé où la longueur de corrélation des spins ne diverge pas.

Chaleur spécifique, B > Bc

Les études thermodynamiques sur α-RuCl3 sont nombreuses et tentent de mettre

en évidence des signatures d’excitations fractionnaires et de criticalité quantique au

voisinage de Bc [87,92,111]. Une des signatures les plus claires est l’observation du

gap de Majorana en fonction de l’angle du champ magnétique. L’étude de Tanaka et

al. [112] a mis en évidence la dépendance en angle du gap des fermions de Majorana

dans α-RuCl3 lorsque le champ magnétique est appliqué selon l’axe a (perpendicu-

lairement à un lien Ru-Ru) ou selon l’axe b (parallèlement à l’axe b). Les résultats

expérimentaux sont en accord avec les simulations théoriques de Hwang et al. [113]

sur le modèle de Kitaev pur perturbé par le champ magnétique.

Le nombre de Chern qui est donné par l’Éq. 1.22 est relié à la dépendance en

angle dans le plan ab du gap des fermions de Majorana tel qu’illustré sur la Fig. 1.33a.

Lorsque le champ magnétique est appliqué le long de l’axe a, le nombre de Chern est

fini (C =±1) tandis que lorsque le champ magnétique est appliqué le long de l’axe b, il

s’annule. Le gap des fermions de Majorana est donc anisotrope.

Sur la Fig. 1.33b, un graphique polaire met en évidence la dépendance angulaire

de la chaleur spécifique à 0.7 K pour différentes valeurs de champ magnétique dans

le plan dans la phase induite sous champ (B > Bc). C/T est très anisotrope selon la

direction du champ magnétique ; les minima pour B ∥ a sont à des valeurs φ= n×60◦

et les maxima pour B ∥ b sont à des valeurs φ= n×60◦+30◦. La symétrie du gap des

fermions de Majorana évolue comme ∆M
(

φ
)

∝
∣

∣cos3φ
∣

∣.

La Fig. 1.33c met en évidence la contribution magnétique de la chaleur spécifique à

12 T. En s’affranchissant de la chaleur spécifique des phonons qui est proportionnelle à

T3, les auteurs de Tanaka et al. [112] ont déterminé à partir de fits si, selon la direction

du champ magnétique dans le plan, la chaleur spécifique magnétique suit une loi

polynomiale (i.e. signatures d’excitations non-gappées) ou d’activation (exponentielle)
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forme de plateau sur une gamme réduite de champ magnétique planaire (approxi-

mativement 1-1.5 T, correspondant à la région rouge du diagramme de phases de la

Fig. 1.34) et sous environ 5.5 K.
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FIGURE 1.34 ± Conductivité thermique de Hall quantifiée dans α-RuCl3. (a) Dia-
gramme de phase expérimental de α-RuCl3 lorsque le champ magnétique admet un
angle de 60◦ par rapport à la direction hors plan sur lequel est mis en importance la
région rouge dans laquelle κxy/T est quantifiée. (b) Graphiques de κxy/T quantifiée
sur une gamme réduite de champ magnétique planaire sous 5.5 K. (c) Graphiques de
κxy/T quantifiée sur une gamme réduite de température pour différentes valeurs de
champ magnétique hors plan. Les figures sont tirées de [1].

La quantification de κxy/T persistant jusqu’à 5.5 K (Fig 1.34c) a été attribuée à la

valeur du gap des flux Z2, qui a été estimé à environ ∆F ≃ 10 K à l’issue de calculs

Monte Carlo quantique sur le modèle de Kitaev pur [114]. Les auteurs de Kasahara et

al. [1] ont argumenté la persistance de κxy/T jusqu’à 5.5 K en proposant qu’au-delà de

cette température, les flux Z2 s’activent thermiquement et commence à diffuser les

fermions de Majorana, brisant ainsi l’état LSQ.

Cette étude a été perçue comme une évidence directe de l’existence des fermions

de Majorana dans α-RuCl3 et ainsi à un état LSQ et bien que deux autres études

de Yokoi et al. [115] et de Bruin et al. [116] ont corroboré la quantification de la

conductivité thermique de Hall, d’autres études n’ont pu reproduire ces résultats et

ont proposé différents scénarios pour expliquer κxy dans le matériau, notamment la

conductivité thermique de Hall des phonons [117] et des magnons topologiques [118].

Cette question est toujours controversée à ce jour et sera abordée plus en détail dans

un chapitre ultérieur.



Chapitre 2

Méthodes expérimentales

Les travaux sur lesquels repose cette thèse sont de nature expérimentale et l’objet

de ce chapitre est d’introduire le-la lecteur-trice à ce qu’engage pour un-une physicien-

ne en physique de la matière condensée expérimentale des mesures de transport

thermique. En particulier, il sera question de basses températures (50 mK < T < 1

K) et de hautes températures (T > 2 K) ainsi que de magnétotransport (i.e. transport

sous influence d’un champ magnétique externe) (B = 15 T, typiquement).

Les mesures expérimentales qui seront abordées et décrites en détail dans ce

chapitre sont difficiles à réaliser et c’est pour cette raison que ce dernier s’improvise

comme étant une sorte de guide en matière de transport de chaleur dans les matériaux

isolants en particulier. Plusieurs éléments de ce chapitre sont inspirés de mon mémoire

de M.Sc. [119] et surtout de la thèse de G. Grissonnanche [120], un ancien doctorant

du groupe Taillefer qui a contribué au développement expérimental de l’effet Hall

thermique dans les cuprates.

Le groupe Taillefer est, depuis plusieurs décennies maintenant, une référence en

matière de mesures de transport électrique, thermoélectrique et thermique qui s’est

spécialisé dans l’investigation des propriétés exotiques dans les matériaux quantiques

tels que les supraconducteurs non-conventionnels comme les cuprates, le pnictides et

les organiques ainsi que les isolants magnétiques tels que les candidats de liquides de

spins quantiques.

Le travail expérimental de cette thèse est tourné vers l’étude particulière des coeffi-

55
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cients de transport κxx (la conductivité thermique longitudinale) et κxy (la conductivité

thermique transverse, aussi appelée conductivité thermique de Hall) dans α-RuCl3
sous des conditions relativement extrêmes de basses températures et de champs ma-

gnétiques élevés. Seront aussi abordées des précautions à prendre lors de la réalisation

de telles mesures.

2.1 Coefficients de transport thermique

Lorsqu’on introduit le transport de chaleur, on ne peut passer sous silence l’équa-

tion maîtresse sur laquelle toute cette thèse repose. Elle est connue sous l’appellation

loi de Fourier, qui régit la conduction thermique, donc un transfert thermique spon-

tané d’une région chaude vers une région froide suite à une excitation d’énergie

thermique. La Fig. 2.1 illustre la conduction thermique dans un solide, par exemple.

r

T

T
c

T
f

∆T

d

j
Q

K

FIGURE 2.1 ± Loi de Fourier de la conduction de la chaleur. Cas de figure simpliste de
la température en fonction de la distance en 1D suite à l’application de jQ .

La loi de Fourier est explicitée comme suit :

j⃗Q =−←→κ ∇⃗T (2.1)
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où j⃗Q est la densité de flux de chaleur et, ←→κ est le tenseur de conductivité

thermique et ∇⃗T est le gradient de température. Sous sa forme matricielle, l’Éq. 2.1

s’exprime comme :
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(2.2)

et la conductivité thermique s’exprime en W.K−1.m−1. Notons que la loi de Fourier

est analogue la loi d’Ohm pour la conduction électrique j⃗ =←→σ E⃗ qui relie la densité

de courant j⃗ et le champ électrique E⃗ dans un matériau résistif par le tenseur de

conductivité électrique ←→σ .

2.1.1 Coefficient longitudinal κxx

La conductivité thermique longitudinale, plus communément appelée conductivité

thermique ou κxx est une propriété mesurable de la matière lorsqu’une excitation

sous forme de chaleur est appliquée à une extrémité chaude d’un matériau et lorsque

l’autre est ancrée thermiquement à un côté froid. Conséquemment, une différence

de température ∆T est développée le long d’une distance d. Le coefficient κxx peut

être explicité à partir de l’Éq. 2.2 maîtresse lorsqu’on considère que la chaleur se

propage le long de l’axe x cartésien de façon uniforme, de sorte que j⃗Q =
(

jx
Q ,0,0

)

(voir

la Fig. 2.2) :

jx
Q =−κxx

∂T

∂x
(2.3)

où on a supposé ici l’absence de champ magnétique externe. Notons toutefois que

même en présence d’un champ magnétique externe B⃗ = Bẑ, les coefficients transverses

κxy et κxz seraient très faibles par rapport au coefficient longitudinal κxx. Notons par

ailleurs que longitudinal fait référence à la réponse le long du courant tandis que

transverse fait référence à la réponse orthogonale au courant.

Étant donné qu’en laboratoire, les matériaux ont des dimensions finies dans
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En pratique, il faut porter une attention particulière à l’amplitude de Q̇ qui est

envoyée dans le système, puisque si cette dernière est trop forte, on observerait des

pertes par radiation ou des pertes thermiques qui sont expliquées par la théorie du

rayonnement des corps noirs.

La conductivité thermique est une propriété additive, puisqu’elle est la somme

de la contribution de tous les porteurs d’entropie ; elle est sensible à toutes les quasi-

particules mobiles. La conductivité thermique d’un solide cristallin correspond donc

à

κxx = κÂel
xx +κ

ph
xx +κ

mag
xx +κ

spin
xx + . . . (2.7)

où les porteurs de chaleur dans les métaux sont typiquement les électrons et les

phonons et dans les isolants triviaux non-magnétiques seulement les phonons. Les

magnons peuvent contribuer au transport lorsqu’il y a des ondes de spins issues d’un

ordre magnétique [24], par exemple. La contribution des spinons fermioniques au

transport serait similaire à celle des électrons à raison de la présence d’un terme

linéaire dans la limite T → 0 K. Pour ce qui suivra, l’effort sera déployé à la description

de la conduction de chaleur dans les isolants seulement, mais nous verrons que κxx

est une sonde idéale pour la détection des spinons dans un LSQ.

Dépendance en température de κxx : basses températures

Phonons

Le régime des basses températures est généralement considéré sous 1 K, régime

pour lequel les phonons dominent le transport de chaleur dans les isolants. La formule

cinétique de la conductivité thermique des phonons est donnée essentiellement par la

chaleur spécifique cph [121,122] :

κph = 1
3

cphvphℓph (2.8)

où vph et ℓph sont respectivement leur vitesse et libre parcours moyen. La chaleur

spécifique a été dérivée par P. Debye [28] lequel supposait que les phonons acoustiques
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de basse énergie ω (q)= vq participent au transport. La chaleur spécifique est définie

comme suit :

cph = 1
V

∑

q⃗,n

∂

∂T

ħωn(q⃗)

eβħωn(q⃗) −1
(2.9)

où elle dépend des détails de la dispersion des modes de vibrations et des modes

normaux. Debye a réussi à montrer que les phonons conduisent proportionnellement

à T3 dans la limite des basses températures. En effet, l’équation 2.9 se réduit à :

cph = 2π2

5
kB

(

kBT

ħvph

)3

(2.10)

La conductivité thermique est donc :

κph = 2π2

15
kB

(

kBT

ħ

)3 ℓph

〈vph〉2 (2.11)

où on doit généralement considérer la vitesse du son moyennée sur toutes les

branches acoustiques (une longitudinale et deux transverses) 〈vph〉 dans toutes les

directions q⃗, donc 3/v3
ph = 2/v3

T +1/v3
L [123]. Un des matériaux archétype qui incarne

correctement la conduction des phonons vers la limite T → 0 K est le fluorure de

manganèse MnF2, qui présente une dépendance cubique de κxx quasi-parfaite [124],

comme le montre le graphique de la Fig. 2.3.

Il s’avère que le libre parcours moyen ℓph est indépendant de la température

lorsque les phonons diffusent sur les parois de l’échantillon : on appelle cette diffusion

un processus de réflexion diffuse. Pour un tel cas de figure, la longueur d’onde des

phonons est inférieure à la taille de l’échantillon. L’autre type de processus diffusif

des phonons est ce qu’on appelle processus de réflexion spéculaire lors duquel le libre

parcours moyen des phonons peut dépendre de la température et l’impact sur la

conductivité thermique des phonons est de dévier de la dépendance cubique κph ∼ Tα

(où 2 < α < 3). Ces processus de diffusion ont été bien mis en évidence dans un

échantillon isolant de Nd2CuO4 [125] (voir la Fig. 2.4b).

Sur la Fig. 2.4, des mesures de κxx (T) dans l’isolant Nd2CuO4 montre les deux
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FIGURE 2.4 ± Conductivité thermique à basse température de l’isolant de Mott AF
Nd2CuO4. (a) Courbes de κxx (T) de Nd2CuO4 à B = 0 T ; les carrés rouges ont été
mesurés sur un échantillon large qui a été coupé de sorte à réduire sa largueur afin de
le mesurer à nouveau (cercles bleus) ; le changement de dimension correspond à une
réduction d’un facteur

p
A =

p
5.6= 2.37, puisque la largeur w s’est vue réduite de 0.90

à 0.16 mm. (b) Courbes de κxx (T) /T3 de Nd2CuO4 à B = 0 T montrant la déviation de
la contribution en T3 ; les triangles pleins ont été pris sur un échantillon intact et les
triangles vides ont été pris dans le même échantillon dont les surfaces ont été altérées
à cause d’un polissage grossier. Le trait solide correspond au libre parcours moyen des
phonons dans le régime de réflexion diffuse pour un libre parcours moyen des phonons
limité par les dimensions de l’échantillon ℓ0 ∝

p
A. Les triangles pleins montrent un

libre parcours moyen plus grand que les dimensions de l’échantillon, traduisant que la
longueur d’onde des phonons est supérieure aux dimensions de l’échantillon (réflexion
spéculaire). Les figures sont tirées de [125].

ont engendré un libre parcours moyen constant des phonons, i.e. éliminé la réflexion

spéculaire.

Magnons

Dans les isolants magnétiques qui admettent un ordre AF ou F par exemple,

les spins peuvent générer des magnons (ondes de spins) qui, au même titre que les

phonons, peuvent contribuer au transport. Étant des bosons de spin 1 comme les

phonons, leur transport à basse température est explicable par la même équation

cinématique de l’Éq. 2.8. Similairement au cas des phonons, un traitement à la Debye

est parfaitement valable, ainsi les magnons contribuent, eux aussi, au cube de la

température.



2.1. COEFFICIENTS DE TRANSPORT THERMIQUE 63

0 2 4 6 8
0

20

40

60

80

100

120

0.0 0.2 0.4 0.6 0.8 1.0
0

2

4

6

8

T

 H = 10 T    c

 H = 0 

 H = 10 T // c

κ
 (

m
W

 /
 K

 c
m

)

T (K)

 

 

0.00 0.05 0.10 0.15 0.20
0

1

2

3

ballistic

regime 

magnons

∆
κ
 (

m
W

 /
 K

 c
m

)

 

 

 T
3
 (K

3
)

a b

FIGURE 2.5 ± Conductivité thermique à basse température en champ de l’isolant de
Mott AF Nd2CuO4. (a) Courbes de κxx (T) de Nd2CuO4 à B = 0 T (cercles), à B ∥ c =
10 T (carrés) et à B ⊥ c = 10 T (triangles). (b) Courbe de κmag = κxx (10T)−κxx (0T) en
fonction de T3 qui montre la dépendance cubique des magnons balistiques sous 0.5 K.
Les figures sont tirées de [24].

La contribution des magnons est toutefois toujours accompagnée de celle des

phonons qui, à basse température, dominent le transport. Il est cependant possible

d’extraire la contribution pure des excitations de spin en employant un champ ma-

gnétique externe. Dans l’isolant Nd2CuO4, l’ordre AF est confiné aux plans d’oxyde

de cuivre CuO2 de la structure cristalline, ce qui rend les magnons mobiles dans le

plan ab, tandis que les phonons sont très tridimensionnels ; ces derniers conduisent

la chaleur autant dans le plan que hors plan. Sur la Fig. 2.5a, des mesures de κxx (T)

à basse température ont été effectuées dans Nd2CuO4 où un champ de 10 T a été

appliqué le long (et perpendiculairement) des plans AF et on note que lorsque le

champ est parallèle au plan, la conductivité thermique augmente beaucoup au-dessus

d’environ 200 mK (voir la sous-figure). L’application du champ perpendiculairement

aux plans de CuO2 induit une transition de phase vers un état AF dont la branche

de magnon acoustique n’est pas gappée [126]. En différenciant les deux courbes

∆κxx = κxx (10T)−κxx (0T), on s’affranchit de la contribution des phonons et seule celle

des magnons demeure. En effet, la Fig. 2.5b montre la différence des conductivités

∆κxx en fonction de T3 pour laquelle les magnons conduisent la chaleur en κmag ∼ T3

sous 0.5 K.

Spinons
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Les excitations de basses énergies telles que les spinons mobiles peuvent contri-

buer au transport de chaleur. D’après la dérivation de J. des Cloizeaux et J. J. Pearson

du spectre de la chaîne d’Heisenberg 1D à couplage AF [127] (comme celui de la

Fig. 1.8c), les propriétés thermodynamiques comme la chaleur spécifique peuvent être

dérivée selon l’ansatz de Bethe [128]. La chaleur spécifique d’une telle chaîne de spins

vaut :

csp =
2
3

kB

(

kBT

J

)

(2.12)

où J est le couplage entre les spins voisins. La chaleur spécifique est donc li-

néaire en température, de la même façon que celles des électrons dans le modèle

semi-classique de Sommerfeld [121,122]. De la même façon que les phonons et les ma-

gnons, l’équation cinétique du transport de l’Éq. 2.8 des spinons donne la conductivité

thermique suivante :

κsp =
nspℓspπ

3
kB

(

kBT

ħ

)

(2.13)

où nsp est la densité de spins par unité de surface et ℓsp le libre parcours moyen

des spinons. On peut noter la similarité avec la conductivité thermique des électrons

libres dans un métal qui est, elle aussi, linéaire en T et proportionnelle à la densité

d’états au niveau de Fermi comme suit :

κÂel =
n Âelπ

2

3
kBτħ
m∗

(

kBT

ħ

)

(2.14)

Les spinons, dans ce modèle simple, sont autant des quasi-particules mobiles

issues d’un mouvement collectif comme les autres excitations plus conventionnelles

telles que les phonons et les magnons ou encore comme les électrons dans un métal.

Des signatures de tels spinons ont été observées dans des isolants possédant des

chaînes 1D le long d’un de leur axe de symétrie planaire particulier, notamment dans

SrCuO2, Sr2CuO3 et CaCu2O3 [129,130]. Plus récemment, un terme résiduel linéaire

a été observé dans le benzoate de cuivre dans lequel les chaînes AF 1D suivent l’axe

hors plan c [27].
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FIGURE 2.6 ± Conductivité thermique à basse température en champ de l’isolant
quasi-1D benzoate de cuivre. (a) Courbes de κxx (T) /T hors-plan de benzoate de cuivre
à B = 0 T (cercles), à B = 7 T (triangles) et à B = 14.5 T (carrés). (b) Courbe de κsp/T
de trois échantillons qui montre la dépendance linéaire des spinons au-dessus de 300
mK. La chute abrupte du signal sous 300 mK peut être expliquée par le découplage
thermique. Les figures sont tirées de [27].

De façon similaire à ce qui a été fait pour les magnons dans Nd2CuO4 [24], la

contribution des spinons au transport a été extraite en appliquant le champ magné-

tique dans le plan de l’échantillon de benzoate de cuivre. Les excitations de spin sont

confinées le long des chaînes (qui courent le long de l’axe c), donc un champ magné-

tique parallèle au courant de chaleur (perpendiculaire aux chaînes) n’a pratiquement

aucun effet sur la diffusion des phonons sur ces excitations de spin. Or, appliquer le

courant le long des chaînes de spins 1D et le champ magnétique perpendiculairement

à la direction de propagation des phonons permet de supprimer la contribution des

spinons et ainsi supprime la diffusion des phonons sur ces derniers. Sur la Fig. 2.6a,

les cercles montrent les contributions des phonons et des spinons à zéro champ dont

la signature apparaît autour de 300 mK, tandis que sous champ suffisamment fort

(carrés), la conduction est dominée par les phonons uniquement. La contribution

purement spinonique est illustrée sur la Fig. 2.6b et correspond à la différence entre la

conductivité totale et l’estimation des phonons à haut champ. On note un terme suite à

l’extrapolation de κsp/T ≃ nspℓsp à T → 0 K. La diminution abrupte de la conductivité

des spinons peut être expliquée par le phénomène de découplage thermique qui sera

abordé ultérieurement.

Forte diffusion des phonons par les fluctuations de spins
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de la conductivité thermique des phonons κph/T lorsqu’ils sont très diffusés doit

être inférieure à T2, ce qui est observé pour dmit-131 où κxx/T ∝ T0.74 et pour

herbertsmithite où κxx/T ∝ T1.5 (voir la Fig. 2.7).

Découplage thermique

Expérimentalement, une mesure de conductivité thermique à basse température

peut montrer une diminution drastique de κxx (T), comme on peut l’observer à la

Fig. 2.6b. Cette chute abrupte est due au découplage des fermions avec les phonons.

L’étude de Smith et al. [133] a permis d’expliquer la cause de cette chute abrupte dans

un métal. En effet, la conductivité thermique attendue d’un conducteur est de la forme

κ/T = κÂel/T +κph/T =α+βT2, où α est le terme électronique dans la limite T → 0 K.

Or, les mesures expérimentales peuvent montrer une déviation très abrupte de ce qui

est attendu. Sur la Fig. 2.8b, la chute de κ/T sous 300 mK est causée par la diminution

du taux de transfert d’énergie des phonons aux électrons. Si le contact entre la source

de chauffage et l’échantillon est isolant (ou très résistif) électriquement, les électrons

sont thermiquement excités par le biais des phonons ; le découplage entre électrons et

phonons varie comme T4 ou T5.

Sur la Fig. 2.8a, la modélisation simple de la conduction thermique dans un

conducteur met en évidence les résistances thermiques des électrons et des phonons

dans un métal ainsi que leur résistance de couplage. Suite à l’application de la chaleur

Q̇, les canaux de conduction en parallèle Rel et Rph incarnent les différents porteurs

(électrons et phonons, respectivement). La résistance de couplage Rel−ph représente la

facilité à laquelle la chaleur est échangée entre les deux porteurs. Lorsque le contact

entre l’échantillon et la source de puissance thermique Q̇, résistance thermique des

électrons Rel(c) →∞, seuls les phonons de l’échantillon thermaliseront avec ceux du

contact Rph(c). Autrement dit, dans un échantillon quelconque, la chaleur doit être

amenée par les phonons et, au-delà d’une certaine tempérautre, les électrons peuvent

thermaliser sur ces derniers.

Dans le métal Pr2−xCexCuO7−δ (voir la Fig. 2.8b), les électrons thermalisent

suffisamment bien avec les phonons au-dessus d’une température de découplage TD ≳

300 mK, mais sous cette température caractéristique, les électrons thermalisent de

moins en moins bien avec les phonons, ce qui engendre la perte du terme résiduel

linéaire κ0/T attribuable aux fermions. Le même phénomène de découplage fermions-
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simplified model of the experimental configuration.

The temperature and field dependent phonon-electron ther-

the actual experimental configuration, but it turns out to be
sufficient to describe the effect of phonon-electron heat

We will here briefly mention some of the differences be-

the experimental configuration. One could slightly improve

the right side of the figure

thermal conductivity for this modified model and have found
that the effect of the modification to our main result below

quantities, this modification does not significantly change

tering the figure shown by including additional resistors.

-wave superconducting state and find

!

perature than any of the other resistors in Fig. 1. At suffi-

! ! !

FIG. 1. A simple picture of the experimental configuration for

thermal resistance to phonon and electron heat flow through the

somewhat and perhaps improve the fit

!

field result is independent of
field-dependent calculation below

To study the magnetic field dependence of downturns ob-
served in the vortex state of cuprates with a field applied

can then be obtained as a position average over a simplified

limit defined by
which can be expected to be valid in fields of several tesla in

thermal conductivity results in an identical field dependence

ductivity. The field-dependent attenuation in the supercon-

!

!

!

tex unit cell average appropriate for fields applied perpen-

!

If we add the zero field universal result we have a decent
description of the field dependences of !

applied fields up to some fraction of

!

!

lattice geometry. The field dependence of the expression is

In Fig. 2 and Fig. 4 we show data for the field-induced

bution could be identified by fitting the data at temperatures

we can use our results above and consider only the first term

the LSCO data, we performed the phonon subtraction by first
fitting the data of Ref. 5 at temperatures above the downturn

! !

a b

FIGURE 2.8 ± Découplage thermique électron-phonon et signature dans la conductivité
thermique de Pr2−xCexCuO7−δ. (a) Schéma qui illustre les canaux électronique et
phononique de conduction thermique dans un échantillon et dans les fils qui le relie
au générateur de puissance thermique ainsi que le couplage de chaleur entre électrons
et phonons. (b) Mesure expérimentale de κÂel (T) /T dans le métal Pr2−xCexCuO7−δ
provenant de l’étude d’Hill et al. [134] dans lequel le découplage survient sous 300 mK.
Le trait plein est un fit de la théorie du découplage thermique (se référer à l’article de
Smith et al. [133]). Les figures sont tirées de [133].

phonons pourrait s’applique aussi bien aux spinons, tel qu’illustré à la Fig. 2.6 dans le

benzoate de cuivre.

Dépendance en température de κxx : hautes températures

Dans les isolants, le formalisme de Debye-Callaway est souvent employé pour

identifier les processus diffusifs des phonons. En effet, le formalisme demeure valide

sur un intervalle étendu de température jusqu’à environ 100 K. En 1959, J. Calla-

way [135] a proposé une approche similaire à celle de Debye pour la conduction des

modes de vibration dans un cristal. En employant le formalisme semi-classique de

Boltzmann pour le transport de chaleur, ce dernier est arrivé à la conclusion que la

conductivité des phonons dans le réseau à haute température est en fait l’extension

du modèle de Debye de l’Éq. 2.9. La conductivité thermique écrite à partir de l’Éq. 2.8

cinématique peut être réécrite comme suit :

κph = 1
3

∫ωmax

0
cph (ω)τph (ω)vph (ω)2 dω (2.15)
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FIGURE 2.9 ± Conductivité thermique à haute température de CoSb3 et formalisme
de Debye-Callaway. (a) Dispersion des phonons dans TiNiSn le long de différentes
directions de haute symétrie, calculée par DFT. Les bandes optiques sont en gris (par
soucis de clarté). L’extrapolation linéaire au voisinage du centre de la zone de Brillouin
Γ conduit à une surestimation de la fréquence de coupure ωmax pour les branches
acoustiques longitudinale (LA) et transverse (TA). La figure est tirée de [136]. (b)
Conductivité thermique κxx (T) de l’isolant CoSb3. Les traits pointillés correspondent
à des fits théoriques imposés pour le transport des phonons limité par la diffusion sur
les limites géométriques, les défauts et les phonons (Umklapp). La figure est tirée
de [137]. (c) Densité d’états des phonons dans le cuivre (trait mauve) et densité d’états
de Debye (trait pointillé). La figure est tirée de [138].

où les phonons dont la fréquence est inférieure à ωmax sont considérés. En explici-

tant l’expression de la chaleur spécifique du modèle de Debye et en introduisant la

variable adimensionnée x ≡ħω/kBT, κph peut s’écrire comme

κph = kB

2π2vph

(

kBT

ħ

)3 ∫xmax

0
τ (x)

x4ex

(ex −1)2 (2.16)

avec xmax =ħωmax/kBT. Afin d’aboutir à l’équation précédente, Callaway a supposé

quelques éléments :

1. Tous les modes de phonons peuplés sont excités dans le voisinage du point Γ

(centre) de la première zone de Brillouin

2. Toutes les branches des phonons acoustiques ont la même vitesse du son :

vph = vT = vL

3. La dispersion des phonons est linéaire : ω (q)= vphq

On doit soulever le fait que ce formalisme, bien qu’il fonctionne bien pour plusieurs
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systèmes, possède une lacune en lien avec le choix de la fréquence de coupure ωmax

qui tend à être surestimée, puisque la dispersion réelle des modes excités n’est plus

linéaire pour de telles valeurs, comme illustré sur la Fig 2.9a.

La clé du modèle de Debye-Callaway repose sur le choix du modèle du taux de

diffusion qui est considéré. En respectant la loi de Matthiessen, le taux de diffusion

total est additif de tous les processus de la façon suivante :

1
τ (ω)

=
∑

i

1
τi (ω)

(2.17)

Typiquement, les processus de diffusion des phonons dans un isolant non-magnétique

sont bien connus et sont les suivants :

Ð À basse température, les phonons sont diffusés par les parois de l’échantillon :

κ∼ T3 ; long libre parcours moyen indépendant de T.

Ð À une température correspondant grossièrement à 0.1ΘD (température de De-

bye), les phonons conduisent maximalement au pic de phonons ; l’amplitude du

pic est sensible aux impuretés et aux défauts de structure.

Ð après le pic de phonons, les processus Umklapp dominent et les phonons dif-

fusent entre eux ; κ∼ 1/T ; libre parcours moyen qui décroît exponentiellement.

Si on explicite le taux de diffusion total dans un isolant, on aura :

τ (ω)−1 =τph−lim (ω)−1 +τph−dÂef (ω)−1 +τph−ph (ω)−1 (2.18)

=
vph

L
+Dω4 +Tµe−ΘD /νT (2.19)

où L, D, µ et ν sont des constantes. Notons que des taux de diffusion supplé-

mentaires peuvent être ajoutés de sorte à estimer la contribution du magnétisme

sur la diffusion des phonons sur des fluctuations magnétiques ou de spins, ou encore

un processus résonant de diffusion des phonons sur des défauts (non-magnétiques)

proportionnel à ω2/
(

ω2 −ω2
0

)2. Néanmoins, le modèle minimal dans un isolant non-

magnétique demeure celui de l’Éq. 2.18. Un exemple de la réalisation du formalisme
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de Debye-Callaway pour la diffusion des phonons dans un isolant (sans magnétisme)

peut être observé dans CoSb3, comme mis en évidence à la Fig. 2.9b. Il est important

de noter que le modèle de Debye considère une densité d’états des modes de vibration

qui suit ω2 :

g (ω)=
3V

2π2

ω2

v3
ph

(2.20)

tel qu’illustré à la Fig. 2.9c, où les états fortement peuplés seraient ceux qui

seraient compris sur une largeur ω ∼ kBT/ħ (i.e. à bas ω). De plus, notons que les

modes optiques ne participent pas significativement puisque ces derniers ont un

temps de vie assez court par rapport aux modes acoustiques ainsi qu’une vitesse de

groupe faible. Il peuvent cependant agir comme diffuseurs des phonons acoustiques,

ce qui engendre une diminution de κph.

2.1.2 Coefficient transverse κxy

La conductivité thermique transverse, plus communément appelée conductivité

thermique de Hall, effet Hall thermique ou encore, κxy est une propriété mesurable de

la matière lorsque, comme pour κxx, une excitation sous forme de chaleur est appliquée

à une extrémité chaude d’un matériau et lorsque l’autre est ancrée thermiquement

à un côté froid et lorsqu’un champ magnétique externe est appliqué perpendiculai-

rement au courant d’énergie thermique. Conséquemment, en plus d’un gradient de

température qui se développe le long de la direction du courant de chaleur appliqué,

un gradient thermique transverse peut se développer perpendiculairement à la direc-

tion de propagation de l’excitation. La conductivité thermique de Hall est l’analogue

thermique de l’effet Hall électrique.

La première observation de l’effet Hall thermique a été faite par A. Righi et S. A.

Leduc à la fin du 19e siècle dans le métal bismuth [139]. Le phénomène initialement

observé dans les conducteurs, appelé effet Righi-Leduc, s’intéresse au changement

de la conductivité thermique en champ magnétique. Étant donné que les électrons

portent une portion non-négligeable du courant thermique (autant que le courant de
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κxy (B)=−κyy
∂T/∂y

∂T/∂x
(2.24)

et en approximant, comme nous l’avons fait pour le coefficient longitudinal, les

gradients longitudinal et transverse, de sorte que :

−∂T

∂x
≃ ∆Tx

L
, −∂T

∂y
≃
∆Ty

w
(2.25)

on aura l’équation définitive suivante :

κxy (B)=−κyy
∆Ty (B)

∆Tx

L

w
(2.26)

où κxx = κyy lorsque a = b dans la cellule unité du matériau. S’il y a une anisotropie

entre κxx (ou κa) et κyy (ou κb), il faudra faire deux mesures de conductivité thermiques

indépendantes, afin de mesurer les conductivités thermiques respectives à chaque axe.

Notons que si la maille élémentaire du matériau d’intérêt est tétragonale ou cubique,

par exemple. Une seule mesure permettrait d’obtenir le coefficient κxx (et donc κyy)

ainsi que le coefficient, κxy ce qui facilite grandement les mesures expérimentales.

Un exemple de matériau pour lequel l’anisotropie est bien établie entre les axes a et

b est le cuprate dopé en trous YBa2Cu3Oy (YBCO) dont la structure cristalline est

orthorhombique, dû à la présence de chaînes 1D d’oxyde de cuivre selon l’axe b [141].

La solution est alors de mesurer en premier κb en injectant le courant de chaleur selon

j⃗Q =
(

0, jy
Q ,0

)

et par la suite, tourner de 90◦ l’échantillon et mesurer κxy en injectant

le courant selon j⃗Q =
(

jx
Q ,0,0

)

cette fois.

Tout comme la conductivité thermique, la conductivité thermique de Hall est

une propriété additive, puisqu’elle représente la contribution des différents types de

porteurs de chaleur au sein du matériau. La conductivité thermique de Hall s’est

avérée être depuis quelques années une sonde intéressante des matériaux. Dans les

métaux où les électrons de conduction sont mobiles, κxy est sensible au signe des

porteurs de chaleur, tout comme l’est le coefficient de Hall RH (pour un conducteur à

une bande, par exemple) :
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RH = 1
ne

< 0, RH = 1
np

> 0 (2.27)

où n est la densité de porteurs et e < 0 (p > 0) est la charge élémentaire de

l’électron (trou). Dans ces systèmes conducteurs, la loi fondamentale de Wiedemann-

Franz (WF) stipule que dans la limite T → 0 K, les porteurs chargés (électrons ou

trous) conduisent également la charge et la chaleur à raison de la constante de Lorenz :

κi j

σi jT
≤ L, L = π2

3

(

kB

e

)2

(2.28)

où σi j est la conductivité électrique. Notons que la loi empirique est valide autant

pour le transport longitudinal que transverse.

À la Fig. 2.11a, un graphique de κxy (T) /T à B = 18 T met en évidence la vali-

dation de la loi de WF dans la limite T → 0 K dans le cuprate La1.6−xNd0.4SrxCuO4

(Nd-LSCO) dopé à p = 0.24. Le signe de κxy reflète bien la surface de Fermi de trous

du métal. Jusqu’à récemment, la conductivité thermique de Hall n’était pas autant

étudiée que d’autres mesures de transport plus conventionnelles telles que la conduc-

tivité thermique, la résistivité et l’effet Hall ou encore le pouvoir thermoélectrique

qui sont des sondes de mesures intéressantes pour l’étude de la symétrie du gap

supraconducteur ou encore celle de la surface de Fermi, par exemple.

Cependant, la communauté scientifique en matière condensée s’est aperçue ré-

cemment que κxy peut aussi être d’origine phononique, hypothèse qui était jusque-là

mise de côté. En effet, les phonons étant neutres, ne peuvent se coupler au champ

magnétique par la force de Lorentz, pourtant ces derniers sont responsables d’un effet

Hall considérable dans une multitude de matériaux qui ne sont pas des conducteurs.

Bien que la recherche sur l’origine de κxy dans les isolants ait progressé énormé-

ment depuis quelques années, il n’y a toujours pas de consensus sur l’explication

microscopique du phénomène.

La première observation expérimentale d’un effet Hall thermique des phonons

a été faite par Strohm et al. [143] dans Tb3Ga5O12, un diélectrique paramagnétique

isolant. Le signal observé étant très faible (mais fini) a été expliqué par la diffusion

des phonons sur des ions de terbium superstoechiométriques (i.e. des ions en excès).
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FIGURE 2.11 ± Mesures de conductivité thermique de Hall dans les cuprates (Nd,
Eu)-LSCO et loi de Wiedemann-Franz. (a) Courbe de κxy (T) /T et L0σxy à B = 18 T
dans Nd-LSCO dopé à p = 0.24. La loi de WF est respectée à T → 0 K. (b) Courbe de
κxy (T) /T et L0σxy à B = 15 T dans Eu-LSCO dopé à p = 0.08. La loi de WF n’est plus
respectée à basse température pour un dopage près de l’état isolant, signe que des
porteurs de chaleur neutres (comme des phonons) sont responsables de l’effet Hall
thermique. Les figures sont tirées de [142].

Plus récemment, une étude de Ideue et al. [144] a attribué l’origine de la conductivité

thermique de Hall dans un multiferroïque Fe2Mo3O8 aux phonons qui sont fortement

couplés aux spins du réseau.

Dans les cuprates, l’origine phononique de l’effet Hall thermique a été mise en

évidence grâce aux études de Grissonnanche et al. [142,145]. Dans la première étude,

des mesures dans le cuprate La1.6−xEu0.4SrxCuO4 dopé à p = 0.08 de κxy (T) /T à B =

15 T montre que pour ce dopage près de l’état isolant (i.e. dopage pour lequel il n’y a

pratiquement plus d’électrons de conduction), le canal de conduction électrique est

pratiquement nul tandis que celui de la conduction thermique a pris de l’ampleur

(voir la Fig. 2.11b), ceci démontre que des porteurs neutres sont responsables de

l’effet Hall thermique [142]. La deuxième étude a révélé que dans l’isolant de Mott

La2CuO4, l’origine de l’effet Hall thermique ne peut être que phononique, puisque

la conductivité de Hall dans le plan κxy est égale à celle hors-plan κzy [145]. Ce

résultat montre que les phonons, qui sont de bons conducteurs de chaleur dans toutes

les directions cristallines, génèrent aussi un effet Hall thermique isotrope. À partir

de ce résultat important, plusieurs groupes de recherches ont proposé différents

mécanismes microscopiques théoriques en lien avec l’effet Hall phononique [146±163]

et depuis, un nombre important d’études expérimentales sur une variété de matériaux
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différents semblent favoriser ce scénario [164±174].

Approche théorique de κxy dans les isolants magnétiques

Comme les effets Hall électrique et thermique dans les conducteurs sont connus

depuis plus d’un siècle, il est bien établi que les porteurs de charge contribuent au

transport, autant dans le canal électrique que dans le canal thermique, et c’est essen-

tiellement explicable par le couplage des porteurs de charge au champ magnétique

par la force de Lorentz. C’est aussi une des raisons pour laquelle l’effet Hall thermique

ne s’est pas établi comme étant une sonde de transport très employée, puisque le

transport électrique dans les métaux est suffisant pour expliquer la physique électro-

nique sous-jacente et, est par le fait même, un coefficient de transport très difficile

à mesurer expérimentalement. Or, la conductivité thermique est employée depuis

plusieurs décennies dans les isolants puisque, comme il a été abordé dans la Sec. 2.1.1,

ce coefficient de transport est sensible aux types de porteurs ainsi qu’aux processus

diffusifs des phonons.

Cependant, l’observation d’un κxy non-nul dans des matériaux isolants est récente

et surprenante, puisque les systèmes isolants n’ont pas de porteurs de charges libres,

donc ne peuvent, en principe, pas conduire de façon transverse ; c’est d’ailleurs ce qui

était cru jusqu’au début du 21e siècle. Après la première étude de l’effet Hall thermique

des phonons par Strohm et al. [143] dans Tb3Ga5O12, une des premières études de

mesures expérimentales sur l’effet Hall thermique d’origine magnétique dans un

isolant a été proposé par Onose et al. [175] dans l’isolant pyrochlore ferromagnétique

Lu2V2O7. Les auteurs ont proposé pour la première fois pour un isolant magnétique

que κxy est généré par les magnons, qui sont soumis à l’interaction Dzyaloshinskii-

Moriya D⃗ ·
(

S⃗× S⃗
)

, qui émerge par symétrie dans la structure pyrochlore.

À l’issue de cette observation, une approche théorique a été proposé par Katsura et

al. [178] pour κxy dans les isolants magnétiques, qui n’est pas un phénomène trivial.

Dans ce qui suivra, nous passerons en revue l’approche de cette théorie qui s’est

avérée être en accord qualitatif et même quantitatif dans certaines familles d’isolants

magnétiques. L’approche théorique est basée sur la courbure de Berry des excitations

responsables de l’effet Hall thermique qui s’avère être une approche théorique gé-

nérale pour tous types d’excitations ; en principe, les quasi-particules à statistique
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gradient ; c’est ce qui donne lieu à κxy.

Suite au calcul de la densité de courant à partir des équations du mouvement

de l’Éq. 2.29 et du formalisme semi-classique de Boltzmann (dérivée dans les réfé-

rences [176±178,180±187]) pour le transport, l’expression de la conductivité thermique

de Hall générale est donnée par :

κxy =
1

ħV T

∑

n,q⃗

[∫∞

εn(q⃗)
ε2∂ f

∂ε
dε

]

Ωn (q⃗) (2.30)

où V est le volume du système et f est la fonction de distribution (Fermi-Dirac

ou Bose-Einstein). Remarquons qu’en fait, l’effet Hall thermique dans les isolants

magnétiques n’est donnée que par une somme pondérée de la courbure de Berry sur

tous les états (toutes les bandes).

Le résultat de la théorie du transport semi-classique de Boltzmann sur les paquets

d’onde est puissante, puisqu’en plus de s’appliquer aux fermions et aux bosons, elle

fait émerger naturellement la courbure de Berry des excitations d’intérêt. Ce résultat

met en évidence le caractère intrinsèque que possède l’effet Hall thermique, donc,

qu’il dépend de la chiralité des excitations en champ magnétique.

La théorie semi-classique a été employée récemment pour l’effet Hall thermique

mesuré dans des isolants magnétiques qui sont frustrés et qui possèdent ainsi des

structures cristallines kagomé. C’est notamment le cas des isolants kagomés volbor-

thite Cu3V2O7(OH)2 ·2H2O [188], Ca-kapellasite CaCu3(OH)6Cl2 ·0.6H2O [189] et

Cd-kapellasite CdCu3(OH)6(NO3)2 ·H2O [190], pour lesquels des fits de l’équation 2.30

ont été faits (voir la Fig. 2.13c). Étant donné leur structure kagomé, la présence

d’interactions entre spins engendre des interactions Dzyaloshinskii-Moriya et donc

une chiralité, qui est reliée à κxy par la courbure de Berry, comme explicité par la

dérivation semi-classique de Boltzmann (Éq. 2.30). Les auteurs des études sur les

antiferroaimants kagomé ont pu reproduire les dépendances en température et en

champ magnétique à l’aide de la représentation des bosons de Schwinger de l’ha-

miltonien magnétique d’échange et ont ensuite appliqué le formalisme de transport

de l’Éq. 2.30. En diagonalisant l’hamiltonien d’échange magnétique, les auteurs de

Katsura et al. [178] ont montré que le terme de saut complexe t =
p

J2 +D2eiφ (où J et

D sont les termes d’échange Heisenberg et Dzyaloshinskii-Moriya) issu de la chiralité
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Dans un chapitre ultérieur, nous aborderons l’effet Hall thermique dans d’autres

systèmes qui sont bien différents de ceux mentionnés précédemment. Les cas particu-

liers des aimants kagomé sont frustrés et sont donc de bons candidats pour expliquer

le transport semi-classique de Boltzmann des excitations de spins comme les magnons

ou les spinons. D’autres matériaux montrent un important κxy, qui est attribuable

aux phonons.

Dans ce qui suit, nous aborderons la méthode expérimentale qui a été employée du-

rant cette thèse, notamment les procédures qui ont permis de mesurer les coefficients

de transport thermique κxx et κxy dans des échantillons de α-RuCl3.

2.2 Échantillons de α-RuCl3

Croissance des cristaux

Les mesures de transport débutent forcément par la préparation des échantillons.

Le groupe Taillefer n’étant pas spécialisé en croissance de cristaux, il entretient des

partenariats avec différents groupes de recherche en croissance de matériaux ou

encore en chimie des matériaux. Dans le cas qui nous intéresse pour cette thèse, la

croissance des échantillons de α-RuCl3 a été faite par deux groupes de recherche,

soient les groupes du chercheur David Mandrus (Oak Ridge National Laboratory,

USA) et du chercheur Young-June Kim (Université de Toronto, Canada). Ces derniers

sont spécialisés dans la croissance ainsi que dans des mesures thermodynamiques et

spectroscopiques.

α-RuCl3 est un matériau relativement facile à croître, mais extrêmement dif-

ficile à manipuler expérimentalement. Les méthodes de croissance principalement

employées dans la synthèse de l’isolant sont les méthodes par transport chimique

par vapeur (TCV) et Bridgman. L’étude de Kim et al. [81] collige les différentes mé-

thodes de croissance de α-RuCl3 employées par plusieurs groupes de recherche, et

les auteurs soulignent la grande variabilité des paramètres de croissance tels que les

températures employées ou les temps de refroidissement, par exemple, ce qui a des

impacts sur la morphologie du matériau et sur les défauts de structure. Il demeure

que la méthode TCV est la plus utilisée.
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La morphologie de α-RuCl3 fait de ce dernier un matériau van der Waals, ce qui a

permis à plusieurs groupes de recherche de l’exfolier jusqu’à quelques couches (voire

une monocouche). Sa morphologie offre aussi des possibilités quant à la réalisation

d’hétérostructures bidimensionnelles avec le graphène, des isolants topologiques ou

encore des semi-métaux de Weyl.

Les échantillons qui font l’objet de cette thèse ont tous été crus à partir de la

méthode TCV, qui est bien détaillée dans l’article de May et al. [194].

Avant de préparer les échantillons pour des mesures de transport, ces derniers

sont envoyés as grown par les groupes de recherche, i.e. qu’ils n’ont pas été altérés à

la suite de leur croissance. De tels échantillons ressemblent typiquement à ceux qui

sont montrés à la Fig. 2.14.

a cb

0.5 mm
1 mm1 mm

FIGURE 2.14 ± Échantillons as grown de α-RuCl3 crus par la méthode TCV. Échan-
tillons as grown de α-RuCl3 crus par la méthode TCV. L’échantillon peut être (a)
épais ou (b) mince. La différence entre les deux échantillons provient des paramètres
utilisés lors de la croissance. Les figures sont tirées de [81]. (c) Échantillons as grown
de α-RuCl3 crus à l’Université de Toronto.

Les échantillons crus à l’Université de Toronto qui ont été mesurés dans cette

thèse sont de bonne qualité, en accord avec des critères de sélection tels que l’absence

de transitions magnétiques supplémentaires à la transition AF principale à TN ≃ 7 K

dans la chaleur spécifique et dans l’aimantation (voir la Fig. 1.23b). Les échantillons

ont donc une structure cristalline à type d’empilement à prédominance ABC [81].

Préparation et contacts

Afin que les échantillons soient viables pour des mesures thermiques, ils doivent

être contactés de sorte que les températures puissent être mesurées efficacement.
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D’abord, les dimensions typiques (L×w×t) d’un échantillon sont autour de (1×0.5×0.1)

mm3. Bien entendu, les dimensions peuvent varier d’un échantillon à l’autre. En

général, l’intégrité de ce dernier doit être préservée, de sorte que l’échantillon est

choisi parmi une multitude d’autres du même lot de croissance afin de ne pas induire

inutilement des défauts ou failles dans la structure.

En terme d’aspect, un échantillon dont la surface de la coupe transversale générée

par wt (voir la Fig. 2.10) est réduite et dont la longueur L est importante est généra-

lement plus facile à mesurer. En effet, la puissance thermique Q̇ qui est nécessaire

d’appliquer dans l’échantillon à travers une plus faible section efficace wt est moindre

pour un même gradient longitudinal ∆Tx. Aussi, la grandeur du gradient longitudinal

est conditionnée par la longueur L. Pour une mesure transverse, les mêmes condi-

tions s’appliquent, mais la largeur w doit être considérable, elle aussi„ puisqu’elle

conditionne l’amplitude du gradient de Hall ∆Ty. Étant donné qu’en général dans les

isolants, ∆Ty/∆Tx ∼ 0.1%, on tentera d’optimiser les dimensions de l’échantillon de

sorte que L ∼ 2−3w et une faible épaisseur t, ce qui maximise les mesures transverses

qui sont difficiles à réaliser. En pratique, il est difficile de respecter ces ratios, mais la

condition la plus importante à respecter pour une mesure de κxy est sans aucun doute

l’optimisation de w, peu importe la longueur de L. Si un matériau conduit très bien la

chaleur, sa conductivité thermique est énorme au pic de phonon (voir la Fig. 2.9b), donc

au voisinage de ces températures, la puissance thermique nécessaire pour générer

un gradient longitudinal anticipé peut être trop élevée et peut donc atteindre les

limites expérimentales. Si une situation comme celle-ci survient, l’expérience doit

être réalisée de nouveau sur le même échantillon aminci, par exemple (i.e. de sorte à

réduire l’aire de la coupe transversale wt). Cette situation pourrait survenir lors de

mesures de κxx qui peut surpasser 1000 W.K
−1

.m
−1

dans des isolants très conducteurs

tels que MnF2, Al2O3, LiF ou encore le diamant.

De façon à pouvoir mesurer les gradients de température et à pouvoir délivrer la

puissance thermique dans l’échantillon, il faut lui coller des contacts. Sur la Fig. 2.15,

deux échantillons de α-RuCl3 sont contactés et collés sur un bloc de cuivre.

Afin de faire les contacts sur les échantillons, des fils métalliques très fins sont

collés mécaniquement sur les échantillons à l’aide de pâte d’argent DuPont 4929N 2.

2. Lien web : https://insulectro-pe.com.
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a b As grown
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FIGURE 2.15 ± Échantillons de α-RuCl3 contactés et prêts à être mesurés en labora-
toire. (a) Échantillons de α-RuCl3 cru par la méthode TCV par le groupe Mandrus
(Oak Ridge National Laboratory , USA). L’échantillon a été coupé de sorte à lui confé-
rer les dimensions désirées, les contacts sont faits à l’époxy d’argent et le diamètre
des fils est de 50 𝜇m pour les gradients thermiques et 100 𝜇m pour le fil de courant
de chaleur. (b) Échantillons de α-RuCl3 cru par la méthode TCV par le groupe Kim
(Université de Toronto, Canada). L’échantillon est as grown, les contacts sont faits à
la pâte d’argent et le diamètre des fils est de 15 𝜇m pour les points de températures
T+, T− et Ty et 75 𝜇m pour le fil de courant de chaleur Q̇.

Cette pâte est métallique et est facile d’emploi puisqu’elle peut être manipulée selon la

préférence de viscosité de l’usager-ère et sèche à l’air ambiant en un temps raisonnable.

Notons que l’époxy d’argent EPO-TEK H20E 3 peut aussi être employée pour coller

les fils sur l’échantillon, mais cette dernière doit être chauffée à environ 150◦ pour

qu’elle durcisse. Selon le matériau étudié, le chauffage ne change rien à l’intégrité

du cristal, mais il peut être dangereux de chauffer α-RuCl3 étant donné sa fragilité.

Les échantillons sont extrêmement mous, friables et exfoliables. C’est donc une bonne

idée de limiter au minimum les manipulations physiques et mécaniques.

Les fils métalliques sont soit en argent ou en or, de diamètre variable, n’excédant

pas 100 𝜇m de diamètre. En général, les fils qui composent les contacts ponctuels

ont un diamètre compris entre 15 et 25 𝜇m tandis que ceux qui forment le contact de

courant de chaleur (i.e. celui qui court-circuite la largeur entière) ont un diamètre de 50

ou 100 𝜇m (voir la Fig. 2.15). Pour le cas particulier de α-RuCl3, il est recommandable

d’utiliser des fils très fins d’or pour les contacts de gradients plutôt que ceux d’argent.

3. Lien web : https://www.epotek.com.
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La raison est simplement que l’or étant plus mou et malléable que l’argent est moins

susceptible d’exercer des forces et torsions inutiles sur l’échantillon lorsque ce dernier

est connecté à toutes les composantes de mesure sur la sonde.

L’intérêt d’utiliser un fils métallique de 100 𝜇m plutôt qu’un fil de 25 𝜇m pour

envoyer la puissance thermique dans l’échantillon est en lien avec la conductance ther-

mique de ce dernier. Les métaux comme l’argent ou l’or sont de très bons conducteurs

thermiques, mais une des difficultés expérimentales dont il faut se méfier est la perte

thermique par radiation. En effet, une partie de la puissance thermique peut être

perdue avant que cette dernière diffuse dans l’échantillon et c’est pour cette raison que

l’emploi de matériaux conducteurs est important. La conductance thermique étant

dépendante des dimensions 4 du médium en question (le fil de 100 𝜇m en l’occurrence),

celle-ci se voit être augmentée d’un facteur 4 pour l’emploi d’un fil de 100 𝜇m de

diamètre plutôt qu’un fil de 50 𝜇m de diamètre, puisque le rayon augmente du double.

Le fait d’augmenter le diamètre permet donc de limiter les pertes de puissance. Il est

d’ailleurs important de noter que la formule de κxx (et par conséquent de κxy) dépend

directement de Q̇ (voir les Éqs. 2.6 et 2.26) et ainsi qu’afin de ne pas sous-estimer le

coefficient de transport, il est crucial que l’entièreté de la puissance circule à travers

l’échantillon ; il faut donc limiter les pertes de puissance.

Sur la Fig. 2.15, les échantillons sont ancrés fermement sur un gros bloc de cuivre

à l’aide de pâte d’argent. Au cours d’une mesure de transport thermique, le bloc de

cuivre est référencé à la température T0 et agit comme masse thermique (ou drain

thermique), comme il est schématisé aux Fig. 2.2 et 2.10. Lorsque l’échantillon est

contacté proprement et ancré fermement à la masse thermique, il est prêt à être

mesuré. Évidemment, il est très important que les contacts soient les plus ponctuels

possible et surtout qu’ils ne se touchent pas ; s’il y avait contact, les gradients ther-

miques ne pourraient être mesurables. L’échantillon, de la taille d’une tête d’épingle

par rapport au reste du montage expérimental, est donc prêt à être mesuré.

4. La conductance thermique d’un fil de diamètre d et de longueur l est proportionnelle à l’aire
de la section transverse Gth ∝ π (d/2)2 /l. On peut constater aisément que si d augmente à 2d, Gth
augmente d’un facteur 4.
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Lorsque les échantillons sont installés sur le porte-échantillons, la canne à vide

est glissée sur ce dernier jusqu’à la base de forme conique, sur laquelle de la graisse à

vide Dow Corning 5 est étalée ; la graisse permet de pomper sur la chambre afin de

faire un bon vide de l’ordre de 10−5 ou 10−6 mbar. Un bon vide est nécessaire afin qu’il

n’y ait aucune perte de chaleur dans l’environnement.

Sur le porte-échantillons, deux échantillons peuvent être installés et mesurés

simultanément et un total de 24 paires torsadées de fils de cuivre se rendent di-

rectement sur le montage ; elles permettent d’exciter et de mesurer les valeurs de

tension des composantes comme les thermomètres, les thermocouples et les éléments

chauffants. On peut aussi apercevoir la présence fondamentale d’un élément chauffant

principal et d’un thermomètre principal qui sont tous deux bien fixés sur le métal

qui constitue le porte-échantillons ; la raison est qu’ils doivent bien se thermaliser

avec le métal, qui se trouve à une température précise T0. Leur rôle est essentiel lors

des mesures, puisque le duo régule la température du porte-échantillons, de sorte

que sa température T0 soit constante dans le temps ; l’élément chauffant chauffe si la

température diminue et inversement. Nous verrons ultérieurement de quelle façon

les deux composantes sont reliées.

Élément chauffant principal

L’élément chauffant principal possède une résistance de 240 Ω, et est fait de deux

jauges de contrainte Kyowa 6 en série (120 Ω chacune) dont la résistance dépend

marginalement de la température et du champ magnétique.

Thermomètre principal

Le thermomètre principal est une Cernox CX-SD 7 calibrée en température. L’uti-

lisation d’un thermomètre calibré en température sur le montage est cruciale, puisque

T0 doit être connue précisément. Le thermomètre possède une magnétorésistance

(MR).

Conception du montage

La conception du porte-échantillons doit être une prouesse d’ingénierie, puisque

5. Lien web : https://www.grainger.ca.
6. Lien web : https://www.kyowa-ei.com.
7. Lien web : https://www.lakeshore.com.
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les mesures de conductivité thermique de Hall sont très difficiles à réaliser. Comme il a

été mentionné dans la Sec. 2.2, les pertes de chaleur peuvent être limitées grandement

par le choix du diamètre des fils, par exemple. Cependant, d’autres éléments doivent

être considérés dans la conception du montage. Sur la Fig. 2.16, tous les éléments

du montage (éléments chauffants des échantillons, thermomètres et thermocouples

différentiels) sont suspendus par de très minces fils de kevlar. Ces derniers sont

attachés fermement et bien tendus entre les poteaux de nylon (huit par espace). Leur

suspension par le kevlar 8 assure que les éléments thermalisent uniquement par

l’échantillon et non par d’autres chemins. Un élément important supplémentaire qui

permet à la chaleur générée par l’élément chauffant de se dissiper seulement dans

l’échantillon est le long bobinage des fils électriques qui alimentent chaque élément

du montage ainsi que leur composition. En effet, chaque thermomètre (et élément

chauffant) est électriquement relié aux fils de cuivre qui sont soudés sur des plots de

cuivre (eux-mêmes collés sur la sonde) par de longues bobines de manganin 9 de faible

diamètre (25 𝜇m). Le manganin est très résistif thermiquement et sous forme de

bobines de faible diamètre, leur conductance résistance thermique s’accroît beaucoup.

De cette façon, on s’assure que la résistance thermique de tous les chemins possibles

que peut emprunter la chaleur est bien supérieure à celle de l’échantillon, forçant

ainsi cette dernière à se dissiper dans l’échantillon uniquement.

À noter aussi que tous les plots sur lesquels sont soudés les fils de cuivre sont

collés sur le porte-échantillons directement, donc ils sont thermalisés à T0 aussi. On

constate ainsi que l’extrémité des bobines de manganin qui sont soudées au même

endroit que leur fil de cuivre correspondant est à la même température tandis que

l’autre extrémité qui est soudé sur les thermomètres ou sur les éléments chauffants

sont soit à T+ où à T−. La conception des bobines de fil permet ainsi un découplage

thermique entre le thermomètre (et l’élément chauffant) et le porte-échantillons.

Le même concept de bobinage est employé pour les thermocouples, seulement ces

derniers ne sont pas faits de manganin, mais plutôt de constantan 10 et de chromel 11.

Finalement, tous les fils électriques sont gainés, donc isolés électriquement, à

8. Les fils de kevlar sont très minces (diamètre de 5 𝜇m) et sont de mauvais conducteurs de chaleur,
donc ils n’influencent pas le bon déroulement d’une mesure thermique.

9. Le manganin est un alliage de cuivre (84%), de manganèse (12%) et de nickel (4%).
10. Le constantan est un alliage de cuivre (55%) et de nickel (45%).
11. Le chromel est un alliage de nickel (90%) et de chrome (10%).
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convertie en puissance thermique avant l’endommagement des fils de manganin qui

l’alimentent. Empiriquement, une valeur n’excédant pas environ 2.5 mA est tolérable.

Thermomètres

Les thermomètres sont assimilés à une mesure de résistance bijective à une

température. Les thermomètres utilisés sont des Cernox CX-BC 12 qui ont un com-

portement monotone en température et qui ont une sensibilité grandissante avec la

diminution de la température, comme illustré sur la Fig. 2.18a. Plus la température

est basse, plus augmente la sensibilité puisqu’une faible variation de température

engendre une importante variation de résistance. On les utilise typiquement entre 2

K et 100 K.
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FIGURE 2.18 ± Dépendance en température typique de la résistance d’un thermomètre
de type Cernox et du voltage d’un thermocouple de type E. (a) La sensibilité de
la Cernox augmente avec la diminution de la température. (b) La sensibilité du
thermocouple de type E augmente avec l’augmentation de la température.

À chaque thermomètre R+ et R−, une température T+ et T− y est associée respec-

tivement, donc les deux thermomètres permettent de mesurer le gradient thermique

longitudinal ∆Tx. Un inconvénient des Cernox est leur forte magnétorésistance sous

environ 20 K. La procédure permettant de s’affranchir de cet obstacle est de calibrer

en champ les thermomètres de l’échantillon en les référant au thermomètre principal

12. Lien web : https://www.lakeshore.com.



2.3. PORTE-ÉCHANTILLONS 90

T0, donc en établissant une correspondance R (T,B) plutôt que R (T) simplement. La

procédure est détaillée à la Sec. 2.6.

Thermocouples

Un thermocouple est constitué de deux conducteurs différents qui forment une

jonction électrique. Son fonctionnement repose sur l’effet Seebeck, qui résulte d’une

tension créée par une différence de température. Il existe une grande variété de

thermocouples qui sont constitués de différents conducteurs, mais dans cette thèse, le

thermocouple utilisé est le type E. Ce dernier est constitué de chromel et de constantan,

comme la photo sur la Fig. 2.19a le montre. Comme mentionné précédemment, le

bobinage est important dans la conception du montage pour limiter les pertes de

chaleur et on note deux jonctions entre le fil de chromel (dont la gaine est de couleur

dorée) et les deux fils de constantan (dont les gaines sont de couleur marron). Les

trois fils sont soudés par point, c’est-à-dire qu’un arc électrique a permis de fondre

ensemble les métaux composant les jonctions. L’utilisation d’un tiers métal est à

proscrire, puisque le fonctionnement du thermocouple serait erroné, comme expliqué

ci-bas.

Le thermocouple différentiel est employé afin de réaliser les mesures de gradient

thermique de Hall ∆Ty uniquement et il offre un avantage important à l’utilisation

de deux thermomètres indépendants par exemple ; ce dernier mesure directement

une différence de température plutôt qu’une température absolue. Imaginons que

sur les échantillons qui sont mis en évidence à la Fig. 2.15, un thermomètre (Cernox)

était connecté à chacun des contacts T+, T− et Ty. Chacun des thermomètres mesu-

rerait une température absolue, ce qui serait le résultat de trois calibrations Ri (T)

indépendantes. Comme un certain bruit inhérent de la calibration peut émerger, le

gradient de Hall ∆Ty = T+−Ty souffrirait considérablement de ce bruit, tandis que le

thermocouple donne directement ∆Ty suite à la mesure d’un voltage. Il est important

de soulever que le gradient de Hall est environ 1000 fois plus faible que le gradient

longitudinal, donc l’utilisation de deux thermomètres indépendants pour mesurer ∆Tx

est parfaite, car le bruit de calibration n’a aucun impact sur la validité des valeurs de

températures absolues. Un problème potentiel peut survenir cependant lorsque deux

températures absolues très près l’une de l’autre doivent être différenciées ; le bruit

issu de cette différence peut être amplifié. Un avantage du thermocouple de type E est
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FIGURE 2.20 ± Fonctionnement d’un thermocouple d’après l’effet Seebeck. (a) Schéma
de l’effet Seebeck à l’équilibre stationnaire. Fonctionnement d’un thermocouple (b)
simple et (c) différentiel de type E de sorte à trouver la température à un point de
jonction soudé par point des deux métaux chromel et constantan.

pouvoir thermoélectrique) est assimilé à l’apparition d’un champ électrique E⃗ dans un

conducteur (donc d’une différence de potentiel ∆V ) entre un point chaud et un point

froid, à travers duquel est appliqué un gradient de température ∇T. La concentration

de porteurs de charge est supérieure du côté froid et plus faible du côté chaud. On

peut imaginer le conducteur de la Fig. 2.20a comme étant un circuit ouvert, donc

au bout d’un certain temps, les porteurs de charge se seront accumulés vers le côté

froid et donc naturellement, un champ électrique opposé au mouvement moyen des

porteurs de charge sera généré ; dans le régime permanent à l’équilibre, E⃗ est opposé

à ∇T, donc :

S =−

∣

∣

∣E⃗
∣

∣

∣

|∇T| = −∂V

∂T
≃−∆V

∆T
(2.31)

Le thermocouple est en quelque sorte un voltmètre. L’astuce de son bon fonction-

nement repose sur sa thermalisation à T0 et sur la nature des deux métaux soudés par

point. Sur les Figs. 2.20b et 2.20c, les thermocouples simple et différentiel de type E

sont représentés comme s’ils étaient en fonctionnement sur le porte-échantillons. Si on

s’intéresse d’abord au thermocouple simple, la soudure par point est à la température

T? tandis que les fils de chromel et de constantan (qui constituent le voltmètre) sont

tous deux soudés sur les plots qui sont bien thermalisés à T0, la température du

porte-échantillons qui est lue par le thermomètre calibré (très important !). C’est ici
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que l’effet Seebeck prend son utilité ; en connaissant l’évolution en température des

deux conducteurs SChr et SCt, on peut remonter à la valeur de T?.

Sur le montage qui a été passé en revue précédemment, on utilise le thermocouple

différentiel de type E (Fig. 2.20c) dont le principe est le même que le thermocouple

simple. En explicitant l’Éq. 2.31 en tenant compte des chemins d’intégration entre le

porte-échantillons et les contacts de Hall de l’échantillon, on aura :

∆Vy =−
∫T1

T0

SCtdT −
∫T2

T1

SChrdT −
∫T0

T2

SCtdT (2.32)

= (SCt −SChr)∆Ty (2.33)

=Sther∆Ty (2.34)

où le coefficient Seebeck du thermocouple de type E émerge naturellement. Ainsi,

lorsque le thermocouple est connecté thermiquement aux contacts de Hall de l’échan-

tillon, c’est en réalité une différence de potentiel qui est mesurée et convertie en

différence de température via le pouvoir thermoélectrique du thermocouple de type E

Sther. Le coefficient Seebeck de tout type de thermocouple est disponible sur le web,

puisque certains fabricants qui produisent les fils de chromel et de constantan par

exemple, offrent les coefficients issus de calibrations 14.

Comme abordé à la Sec. 2.6.3, la dépendance en champ des thermocouples de

chromel-constantan est faible, du moins au-dessus de 10 K. La dépendance en champ

peut varier grandement selon la qualité des alliages, la température de fabrication et

les contraintes mécaniques qu’ont subit les fils métalliques.

Sonde

Les mesures de conductivité thermique de Hall à haute température sont donc

réalisées sur le porte-échantillons qui a précédemment été décrit en détail et pour

lequel certains aspects cruciaux d’ingénierie ont été tenus en compte, mais ce même

porte-échantillons de forme cylindrique (Fig. 2.16) de moins de 3 cm de diamètre est

soudé à une sonde longue d’environ 2 m qui est illustrée à la Fig. 2.21a. On reconnaît

14. Lien web : https://www.thermocoupleinfo.com.
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long de la sonde. L’objectif dans cet aspect de la conception est donc de découpler le

porte-échantillons de l’environnement parasite qui provient de l’extérieur.

Ensuite, un aspect extrêmement important de la conception de la sonde est en

lien avec le câblage électrique. Comme il a été mentionné au début de cette sous-

section, 24 paires torsadées de fil de cuivre doivent évidemment assurer l’alimentation

et l’excitation des composantes du montage entre le boîtier qui est à température

ambiante dans le laboratoire jusqu’au porte-échantillons qui est minimalement à 2

K. Cependant, 12 des 24 paires sont des lignes électriques qu’on appelle résistives

tandis que les 12 autres sont appelées lignes thermoélectriques. Les lignes résistives

permettent l’alimentation et la mesure des thermomètres et des éléments chauffants

tandis que les lignes thermoélectriques permettent de mesurer les thermocouples

exclusivement. Ce qui différencie les deux types de lignes est l’absence de soudures à

l’étain pour les lignes thermoélectriques. Tel qu’expliqué dans la courte section dédiée

aux thermocouples, la présence de soudures à l’étain introduit un métal supplémen-

taire, donc potentiellement l’apparition d’un petit gradient thermique supplémentaire,

et donc un effet Seebeck supplémentaire qui pourrait affecter la lecture du voltage du

thermocouple ∆Vy qui devra être par la suite convertit en température ∆Ty. Pour évi-

ter ce problème, les lignes thermoélectriques de cuivre courent le long de la sonde du

boitier jusqu’au porte-échantillons uniquement par contact mécanique cuivre-cuivre.

Néanmoins, le seul endroit où on s’autorise des soudures pour les lignes thermoélec-

triques est sur les plots de cuivre qui sont collés et bien thermalisés à T0 ; on suppose

(à raison) que l’extrémité de la ligne thermoélectrique de cuivre qui est soudée à l’étain

au plot et que le fil de constantan qui est soudé au même endroit sont tous à la même

température T0, et qu’entre le fil de cuivre et le fil de constantan, le gradient est nul.

Quant aux lignes résistives, la présence de soudures importe peu.

Un autre élément de conception important entre la sonde d’acier inoxydable et

le porte-échantillons est la façon dont on fait le vide dans la chambre à échantillons.

Sur la Fig. 2.16, le morceau de laiton de forme conique sur lequel s’emboîte la canne à

vide est constitué de deux trous non-étanches à travers desquels passent les lignes

résistives et thermoélectriques. Afin de les rendre assez étanches pour qu’un bon vide

persiste, on utilise de la Stycast 2850FT 15 une époxy durcissante et étanche dans

des conditions cryogéniques. Elle est aussi utilisée au niveau du boîtier de laiton à

15. Lien web : https://www.henkel-adhesives.com.
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l’extrémité du haut de la sonde afin que l’air ambiant ne cryopompe pas le long de la

sonde lors d’une mesure.

Finalement, la pièce extérieure qui est montrée sur la Fig. 2.21b est un long tube

d’acier inoxydable aussi qui, en plus de protéger l’intégrité de la structure de la sonde

et les 24 paires torsadées qui courent le long du mince tube d’acier inoxydable, agit

comme enceinte étanche d’échange thermique. À travers une des valves du boîtier

de laiton, environ 2-3 mbar d’He4 gazeux est introduit afin de permettre un échange

thermique entre le porte-échantillons et l’environnement cryogénique. Sans ce gaz

d’échange, la température du porte-échantillons serait limitée à environ 70 K au

maximum. Davantage de détails seront donnés sur cet échange thermique dans la

Sec. 2.7.3.

2.3.2 Montage pour les basses températures : T < 1 K

Le montage employé pour les mesures de conductivité thermique à basses tem-

pératures est constitué de cuivre et, de la même façon que pour le montage utilisé

pour les mesures à hautes températures qui a été décrit précédemment, il regroupe

tous les petits éléments du montage nécessaires à réussir des mesures de transport

thermique, mais est un peu plus simple. Une photo de ce porte-échantillons est mise

de l’avant sur la Fig. 2.22.

À l’instar du porte-échantillons introduit pour les mesures thermiques de Hall,

les échantillons doivent reposer dans un très bon vide, mais le porte-échantillons de

cuivre est vissé de façon mécanique à l’appareil cryogénique, qui dans le cas présent

n’est pas une simple sonde, mais plutôt un réfrigérateur à dilution. C’est donc à

travers un autre espace qu’une chambre à échantillons que le vide peut se faire.

Nous aborderons dans les Secs. 2.7.3 et 2.7.4 l’appareillage cryogénique des deux

régimes de température, respectivement. Nous allons donc nous concentrer sur le

porte-échantillons exclusivement.

Sur le porte-échantillons employé pour les basses températures, trois échantillons

peuvent être installés et mesurés simultanément et un total de 24 paires torsadées

de fils de cuivre se rendent directement sur le montage ; elles permettent d’exciter et

de mesurer les valeurs de résistance des thermomètres et des éléments chauffants.
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Pour davantage de détails sur les aspects à intégrer dans la conception d’un

porte-échantillons pour des mesures à basse température, la revue de la partie expéri-

mentale de la thèse de E. Boaknin [195] est proposée.

Élément chauffant de l’échantillon Q̇

L’élément chauffant qui alimente l’échantillon en puissance thermique est consti-

tué de deux jauges de contrainte de 5 kΩ chacune en série, constituant donc une

résistance de 10 Ω. Ces dernières sont collées de part et d’autre d’une plaquette

d’argent sur toute sa surface à l’aide de vernis GE. La résistance dépendant margina-

lement de la température et du champ magnétique. La puissance thermique délivrée

est générée par effet Joule Q̇ = RjaugeI2. Étant donné que les jauges de contrainte

sont suspendues par les fils de kevlar, elles ne thermalisent que par l’échantillon.

Toutefois, cette restriction conceptuelle ne pose aucune limitation, puisque les valeurs

de courant qui sont délivrées dans l’élément chauffant sont très faibles à de basses

températures.

Thermomètres

Les thermomètres sont assimilés à une mesure de résistance bijective à une tem-

pérature. Les thermomètres utilisés sont des oxydes de ruthénium RuOx CR0402 17

qui ont un comportement monotone en température et qui ont une sensibilité grandis-

sante avec la diminution de la température, comme illustré sur la Fig. 2.24a. Plus la

température est basse, plus augmente la sensibilité puisqu’une faible variation de tem-

pérature engendre une importante variation de résistance. On les utilise typiquement

entre 40 mK et 5 K.

Pour les mesures à basses températures, le thermomètre de RuOx est installé

tel qu’illustré à la FIg. 2.24b. L’oxyde est collé au vernis GE sur un tube isolant de

kapton 18, lui-même enroulé autour d’un fil d’argent de 100 𝜇m de diamètre. Les fils

d’argent de 25 𝜇m qui servent à alimenter et à mesurer l’oxyde sont enroulés autour

du gros fil. Le choix d’ancrer thermiquement le thermomètre de RuOx au gros fil

d’argent n’est pas anodin, puisque ce dernier doit bien thermaliser l’oxyde. Aussi,

la différence de volume agit en quelque sorte comme un absorbeur de fluctuation

17. Lien web : https://www.digikey.ca.
18. Le kapton est un film de polymère qui possède ses propriétés jusqu’à des conditions cryogéniques.
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et le thermomètre principaux sont liés via le contrôleur de température qui permet

donc de varier selon les besoins et surtout de réguler le porte-échantillons à une

valeur T0 à environ 0.5 mK près à 2 K (et d’une meilleure stabilité que 0.025% sur

toute la plage de température d’une mesure typique jusqu’à environ 100 K). Les deux

composantes répondent l’une de l’autre grâce à des PIDs 19 et ils se doivent d’être

bien configurés, autrement le temps de stabilisation entre deux T0 serait trop long. Le

contrôleur Lake Shore 340 constitue le fondement d’une mesure de κxy viable, puisque

si le porte-échantillons est stable, la stabilité des composantes des échantillons en

témoignera.

Lock-In SR830 Ð Ensuite, les amplificateurs synchrones permettent de lire la

différence de potentiel des thermomètres qui mesurent T+ et T− des échantillons. Les

thermomètres étant mesurés de façon standard par une technique quatre pointes, sont

excités par un faible courant d’excitation Iexc de 1 𝜇A par les Lock-In (i.e. une tension

de 1 V à travers une résistance de 1 MΩ). Le choix de Iexc est important, afin de ne

pas diminuer la résistance des thermomètres par le self-heating. Si le courant est trop

grand, le thermomètre risque de chauffer par effet Joule et ainsi donner une valeur

de tension erronée. Rappelons-nous que les thermomètres ne doivent thermaliser que

via l’échantillon et que toute autre source de chauffage doit être évitée. Étant donné

que chaque thermomètre requiert quatre fils de mesure pour l’excitation et la lecture

et qu’il y a quatre thermomètres sur le porte-échantillons, on fait le choix d’exciter

chaque paire de thermomètre en série, de sorte à épargner deux paires torsadées de

cuivre (des paires qui peuvent servir comme paires d’urgence).

Keithley 2182A et préamplificateurs maison Ð Par la suite, le nanovoltmètre

sert à mesurer des tensions très faibles des thermocouples différentiels. Étant donné

l’ordre de grandeur des voltages, un préamplificateur maison amplifie par 103 le signal

des thermocouples avant d’être lu par les Keithley 2182A. Il faut donc considérer un

gain de 1000 dans l’analyse des données. Le préamplificateur maison est conçu avec

un circuit de filtrage de type filtre passe-bas, qui permet d’opérer à fréquence nulle

(DC) en coupant le bruit à fréquences élevées qui proviendrait potentiellement de

sources parasites dans le laboratoire ou encore qui pourrait provenir du bruit généré

19. Proportionnel-Intégral-Dérivé est un système de contrôle qui permet d’améliorer les performances
d’un asservissement (système en boucle fermée). À chaque terme est associé un nombre. Pour plus
d’information, voici le lien web : https://en.wikipedia.org.
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opère bien dans des conditions cryogéniques et permet de mesurer directement la

résistance des thermomètres. Le pont excite électriquement les thermomètres de

sorte à pouvoir les mesurer et selon la gamme de température où on opère, le pont

appliquera quelques picoWatts à environ 40 mK ou quelques microWatts à 1 K, par

exemple. Il est important de choisir la bonne excitation des thermomètres selon la

température d’opération afin d’éviter tout self-heating, autrement leur résistance

serait erronée.

Keithley 224 Ð Finalement, les sources de courant DC permettent d’appliquer le

courant dans les deux jauges de contrainte de 5 kΩ chacune en série (i.e. donc dans 10

kΩ) qui servent d’éléments chauffants des échantillons.
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Composantes Appareils Fonctions

Porte-échantillons
Thermomètre principal Contrôleur de tempéra-

ture Lake Shore Cryotro-
nics 340

Mesure la résistance de
la Cernox principale et
donne accès à la tempéra-
ture de base T0 grâce à la
calibration Rtherm (T0)

Élément chauffant princi-
pal

Contrôleur de tempéra-
ture Lake Shore Cryotro-
nics 340

Génère un courant dans la
jauge de contrainte prin-
cipale afin d’ajuster et de
réguler la température de
base T0 lue par la Cernox
principale calibrée

Échantillons
Élément chauffant Source de courant Keith-

ley 6220
Génère un courant
DC dans la jauge de
contrainte de l’échantillon
de façon à le transformer
en chaleur (puissance
thermique)

Thermomètres Amplificateur synchrone
Lock-In SR830

Mesure la tension aux
bornes des deux thermo-
mètres R+ et R−

Thermocouple différentiel préamplificateur maison
& Nanovoltmètre Keithley
2182A

L’amplificateur multiplie
la tension par un gain
de trois décades (103) et
le nanovoltmètre mesure
la tension aux bornes du
thermocouple amplifiée

TABLEAU 2.1 ± Appareils et fonctions des composantes du porte-échantillons pour les
mesures de conductivité thermique de Hall. Appareils associés aux composantes du
porte-échantillons et leur fonction.
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Composantes Appareils Fonctions

Échantillons
Élément chauffant Source de courant Keith-

ley 224
Génère un courant
DC dans les jauges de
contrainte de l’échantillon
de façon à le transformer
en chaleur (puissance
thermique)

Thermomètres Ponts de résistances Lake
Shore 370 AC

Mesurent les résistances
des thermomètres R+ et
R−

TABLEAU 2.2 ± Appareils et fonctions des composantes du porte-échantillons pour
les mesures de conductivité thermique. Appareils associés aux composantes du porte-
échantillons et leur fonction.
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température ont été prises en balayant le champ.

2.5.1 Balayage en température

Logs

Sur la Fig. 2.28 sont tracées les données brutes qu’on appelle logs d’une mesure

de κxy.

Sur la Fig. 2.28a, les logs des thermomètres R+ et R− (traits bleu et orange),

du thermocouple différentiel ∆Vy (trait rouge) et de la température de base (porte-

échantillons) T0 (trait noir) sont tracés en fonction du temps. Au cours d’une mesure

qui peut durer facilement plus d’une journée entière, T0 change selon des incréments

déterminés par l’utilisateur-trice. Le principe de mesure repose sur une itération qui

se répète à chaque T0. Les étapes sont explicitées ci-bas :

1. Le porte-échantillons prend un certain temps à stabiliser T0.

2. Lorsque T0 est stable, les voltages de R+, R− et ∆Vy sans chaleur Q̇ (heat off)

sont mesurés suite à un moyennage sur 180 secondes.

3. Toujours à la même T0, la chaleur Q̇ est appliquée dans l’échantillon et les

voltages de R+, R− et ∆Vy (heat on) sont mesurés suite à un moyennage sur 180

secondes.

4. La chaleur est coupée et T0 change à la valeur suivante.

À la Fig. 2.28b, on voit que pour chaque plateau correspondant à une valeur de T0,

les points heat off et heat on pour les thermomètres sont représentés par des cercles

ouverts et pleins. On peut d’ailleurs noter que plus T0 augmente, plus le temps de

stabilisation du porte-échantillons augmente. La raison est due à la chaleur spécifique

du laiton, qui augmente significativement avec la température, puisque cette dernière

est dominée par les phonons (c’est d’ailleurs le cas dans tous les matériaux). C’est la

raison principale pour laquelle les mesures thermiques à haute température sont très

longues à faire ; les constantes de temps sont très longues.

Sur la Fig. 2.28c, la courbe grise correspond à la puissance thermique envoyée dans

l’échantillon et la courbe rouge correspond au voltage du thermocouple différentiel

et à chaque plateau de puissance, le point heat on est mesuré. Sur la Fig. 2.28d,
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on note la corrélation entre T0 et Q̇ lors d’une mesure, à savoir que la puissance

appliquée dans l’échantillon augmente en tandem avec la température du porte-

échantillons. La raison est en lien avec le gradient thermique lors d’une mesure de

κxx. L’Éq. 2.6 dépend du ratio entre la puissance appliquée et le gradient longitudinal

induit. Expérimentalement, l’objectif est d’avoir un contrôle sur le gradient en jouant

sur la quantité ∆Tx/Tav. Ce taux se situe typiquement autour de 5-10%, afin de

limiter les pertes thermiques et de sorte à respecter la réponse linéaire. Or, si ∆Tx/Tav

demeure constant sur toute la gamme de T0 et que la conductivité thermique d’un

matériau diminue avec la température (voir la Fig. 2.9b), la puissance doit augmenter

avec T0. Aussi, si κxx (T) diminue lorsque la température croît, il est naturellement

plus ardu de générer un gradient à traverse l’échantillon, ce qui explique que la

puissance doit augmenter.

Les logs typiques qui sont tracés à la Fig. 2.28 sont pris à une valeur de champ

magnétique B > 0, mais lors d’une mesure de κxy, il faut refaire la même mesure, mais

pour B < 0, puisqu’il faut antisymétriser le gradient de Hall, ce qui rend l’expérience

deux fois plus longue.

Importance des points heat off et heat on

Il est fondamental de prendre la valeur des tensions sans chaleur pour différentes

raisons. D’abord, les tensions des thermomètres permettent de connaître la résistance

sans équivoque à la température T0 ; les valeurs de résistances en off permettent

de procéder à la calibration R (T) des thermomètres (qui sera abordée à la section

suivante). Ensuite, les tensions mesurées par le thermocouple différentiel sans chaleur

correspondent à ce qu’on appelle dans le jargon le background (ou le signal de fond).

Ce background doit être connu absolument afin qu’il puisse être soustrait du signal

heat on à la même T0. Ainsi, le fait de considérer les points heat off et heat on à chaque

T0 est fondamental afin de calculer les bonnes températures T+, T− et ∆Ty.

Précaution : symétrisation et anti-symétrisation des gradients

Sur la Fig. 2.29, les mesures non-symétrisées et non-antisymétrisées de ∆Tx et

∆Ty sont tracées de sorte à mettre en évidence l’importance de faire deux mesures

pour B > 0 et B < 0.

Les Figs. 2.29a et 2.29c mettent respectivement en évidence les quantités trans-
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verses tandis que les Figs. 2.29b et 2.29d mettent en évidence les quantités longitudi-

nales. Pour ∆Tx, ∆Tx (B)≃∆Tx (−B), donc :

∆Tx =
∆Tx (B)+∆Tx (−B)

2
(2.35)

et pour ∆Ty, ∆Ty (B)=∆Ty (B)+η∆Tx (B) et ∆Ty (−B)=∆Ty (−B)+η∆Tx (−B) (où

η < 1), donc :

∆Ty =
1
2

[

∆Ty (B)+η∆Tx (B)
]

−
[

∆Ty (−B)+η∆Tx (−B)
]

(2.36)

=
∆Ty (B)−∆Ty (−B)

2
(2.37)

car selon les règles d’Onsager, κxx est une fonction paire de B et κxy est une

fonction impaire de B. Ainsi, étant donné que les contacts de Hall sur l’échantillon ne

sont jamais parfaitement alignés (voir la Fig. 2.15), la mesure du gradient de Hall

est toujours contaminée d’une fraction η du signal longitudinal. Expérimentalement,

il est fondamental et crucial de mesurer ∆Ty (B) et ∆Ty (−B) dans exactement les

mêmes conditions, puisque la différence des signaux ∆Ty (B) et ∆Ty (−B) est très

faible, comme le met en évidence la Fig. 2.29c.

Lors d’une mesure d’effet Hall thermique, il est absolument essentiel que les

conditions soient les mêmes pour chaque polarité de champ. Il vaut mieux s’assurer

donc que la température moyenne de l’échantillon soit la même Tav (B) = Tav (−B).

On parle ici de la résistance thermique entre le drain de chaleur et l’échantillon.

Conceptuellement, la résistance thermique est définie comme :

Tav −T0

∆Tx
=

(

T++T−)

/2−T0

T+−T− ≃
(

T++T0−
)

/2−T0

T+−T0
≃

(

T+−T0
)

/2

T+−T0
≃ 1

2
(2.38)

où 1/2 représente un cas asymptotique idéal. Si l’échantillon conduit beaucoup la

chaleur, la résistance de contact sera considérable par rapport à un échantillon qui

conduit peu la chaleur. Une façon de savoir si cette résistance de contact ne change
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pas lors d’une mesure de κxy est de tracer [Tav (B)−T0 (B)]− [Tav (−B)−T0 (−B)] tel

qu’illustré à la Fig. 2.30.

On note clairement que si changement il y a, il est indiscernable de la résolution

en température de l’expérience.

Choix de la bonne fonction de courant

La fonction de courant est en réalité la fonction qui représente l’intensité du

courant en fonction de T0 qui alimente la jauge de contrainte de l’échantillon et qui

est convertie en puissance par effet Joule. Il est important de connaître précisément

Q̇ et donc I (T0). Pour ce faire, il suffit de décider d’un gradient ∆Tx/Tav qui se situe

typiquement entre 5-10% et qui devra, autant que possible, demeurer constant sur

toute la gamme de T0. Évidemment, l’amplitude du gradient peut être ajustée en

fonction de la conductivité du matériau en question.

Un exemple de fonction de courant est tracée à la Fig. 2.31 pour laquelle le

trait plein vert constitue un polynôme qui alimentera l’élément chauffant de façon à

générer un gradient ∆T/T constant d’environ 6% et de sorte à conserver une intensité

de courant sécuritaire (sous environ 2-2.4 mA). Afin de pouvoir estimer le polynôme,

il faut avoir, au préalable, une courbe de κxx. À partir de l’Éq. 2.6 peut émerger le

gradient (le paramètre qui peut être changé) :

κxx =
Q̇

∆Tx

1
α
= RI2

∆Tx

1
α

(2.39)

⇒κxxT0 ≃
RI2

(∆Tx/Tav)
1
α

(2.40)

⇒I (T0)=
√

α

R

(

∆Tx

Tav

)

κxxT0 (2.41)

2.5.2 Balayage en champ magnétique

Logs

Au même titre que pour les mesures en balayage de température, lorsque des
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mesures sont réalisées en balayant le champ magnétique, les logs correspondent

aux valeurs de résistance brutes. Les balayages en champ offrent en général plus

d’information que les balayages en température puisque pour des champs balayés

entre −B et B, le temps est bien moins long que pour une mesure en température

pour laquelle il faut réaliser deux fois la même mesure (mais à polarité différente).

Néanmoins, les balayages en champ sont souvent la source de consommation accrue

en hélium liquide et en énergie.

Encore une fois, les mesures de résistance des thermomètres sous champ doivent

être prises en heat off et en heat on. Les données brutes sans chaleur permettent de

construire une calibration R (T,B) (qui sera abordée dans la prochaine section) et les

données avec chaleur correspondent aux températures des thermomètres T+ et T−.

Des données typiques en heat off sont tracées à la Fig. 2.32a.

En traçant les mêmes données de façon à expliciter la MR, on s’aperçoit qu’une

calibration R (T,B) est absolument nécessaire afin d’éviter toute déviation artificielle

des températures des thermomètres ; À basse température, la MR est importante

(environ 15%), ce qui engendrerait la plus grosse erreur. Au final, les logs sans chaleur

consistent uniquement en des mesures de MR. En heat on, les balayages en champ

des résistances peuvent donner lieu à des particularités selon le matériau étudié ; les

courbes représentent donc le comportement en champ de la conductivité thermique,

comme tracé à la Fig. 2.33a.

Afin de procéder à de telles mesures et à de telles températures, il faut une très

bonne stabilité de la température T0 du porte-échantillons. À la Fig. 2.33b, on peut

constater la déviation des trois températures 200 mK, 1.25 K et 4 K. Les niveaux de

bruit respectifs correspondent à ±5 𝜇K, ±375 𝜇K et ±1.2 mK, ce qui correspond à au

plus 0.03% du signal total sur toute la gamme de température couverte ; il s’agit d’un

bon niveau de bruit nécessaire à la qualité des mesures à basse température.

Notons que la même si le champ était incrémenté en B-steps, la MR devrait tout

aussi bien être tenue en compte.
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FIGURE 2.28 ± Graphiques des données brutes suite à une mesure de κxy en variant
la température. (a) Évolution temporelle de T0 et des voltages des thermomètres R+

et R− et du thermocouple différentiel ∆Ty. (b) Mise en évidence des points mesurés
avec et sans chaleur (heat on et heat off) pour chaque valeur de T0. (c) Évolution
temporelle du voltage mesuré par le thermocouple différentiel ainsi que de Q̇ pour
chaque mesure du point avec chaleur. (d) Évolution temporelle de T0 et Q̇.
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FIGURE 2.29 ± Quantités longitudinales non-symétrisées et transverses non-
antisymétrisées lors d’une mesure de conductivité thermique de Hall dans α-RuCl3.
(a) Différence normalisée

[

∆Ty (B)−∆Ty (−B)
]

/∆Ty (B) à laquelle la contamination
longitudinale a été enlevée. (b) Différence normalisée [∆Tx (B)−∆Tx (−B)] /∆Tx (B)
à laquelle il ne reste que la contamination transverse qui est très faible puisque
∆Tx (B) ≃ ∆Tx (−B). Relativement à ∆Tx (T0), ∆Ty (T0) est plus grand d’un facteur
envion 10. (c) ∆Ty (T0) non-antisymétrisé qui est contaminé d’une importante fraction
de ∆Tx (T0). (d) ∆Tx (T0) non-symétrisé et où ∆Tx (B)≃∆Tx (−B).
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FIGURE 2.31 ± Fonction de courant optimisée pour une mesure thermique de sorte
à générer un gradient thermique constant. (a) Le gradient visé est 6-4% et le trait
plein correspond au polynôme dont les coefficients sont entrés dans un programme
LabVIEW qui ordonne à la source de courant qu’il contrôle de délivrer la valeur
d’intensité du courant selon la température T0 du porte-échantillons. (b) Gradient
thermique d’environ 6% qui a été appliqué dans un échantillon et qui constant autant
que possible.
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FIGURE 2.32 ± Évolution en champ magnétique d’un thermomètre de RuOx à basse
température. (a) Résistance d’un thermomètre de RuOx entre 0.2 et 7 K. (b) Magné-
torésistance [R (B)−R (0T)] /R (0T) correspondante.



2.5. PROTOCOLE DE MESURES 117

0 4 8 12 16
B (T)

−2

−1

0

1

2

ΔT
0 

(m
K

)

0.20
1.25
4.00

T0 = K

0 4 8 12 16
B (T)

1000

1200

1400

1600

1800

2000

R 
(Ω

)

1.00
1.25
1.50
2.00
2.50
3.00
3.50
4.00
4.50
4.90

Heat on
T0 = K

a b

FIGURE 2.33 ± Évolution en champ d’un thermomètre non-calibré de RuOx et perfor-
mance de stabilité de la température de base. (a) Résistance d’un thermomètre avec
chaleur appliquée dans un échantillon de α-RuCl3 où on note une double anomalie
qui disparaît progressivement avec l’augmentation de la température autour de 7 T
qui correspond au champ critique de l’état de Néel Bc. (b) Performance de stabilité
de la température du porte-échantillons T0 en champ. Les fluctuations thermiques
représentent au plus 0.03% de la température considérée, et ce, sur toute la gamme
de température.
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2.6 Thermométrie et calibration

Les mesures thermiques posent certains défis expérimentaux tels que la stabilité

de la température de base, le niveau de bruit électronique le plus bas possible et

toutes les précautions à prendre pour limiter les pertes de chaleur. Toutefois, un des

aspects les plus importants est sans aucun doute la calibration des thermomètres.

C’est aussi une étape qui peut s’avérer pénible puisque cette dernière peut être très

longue ; c’est d’ailleurs le cas pour les calibrations sous champ. Dans cette section,

nous verrons comment se font les calibrations R (T) et R (T,B) des thermomètres, qui

ont bien souvent une MR considérable.

2.6.1 Calibration R (T) à champ magnétique nul

Lorsque le champ magnétique est nul, une simple correspondance entre la résis-

tance du thermomètre et la température du porte-échantillons permet de convertir

la résistance en température lorsque la chaleur est appliquée dans l’échantillon. Ce-

pendant, qui dit calibration, dit température de référence T0 calibrée. Autrement dit,

il faut au minimum que le montage expérimental possède un thermomètre qui peut

donner une température sur laquelle on peut se fier.

Si on considère le porte-échantillons qui est utilisé pour faire les mesures à haute

température, les thermomètres Cernox non-calibrés peuvent être calibré in situ en se

basant sur T0 donnée par le thermomètre calibré principal. Sachant que les points

sans chaleur correspondent à des valeurs de résistance pour lesquelles la température

du thermomètre est connue et qu’à l’inverse, les points avec chaleur correspondent à

des valeurs de résistance pour lesquelles la température du thermomètre est inconnue

(mais plus chaude), il suffit de faire un fit polynomial sur les points heat off de sorte

qu’il est possible d’évaluer les points heat on sur la fonction. Le principe est tracé

à la Fig. 2.34a. Connaissant ainsi la fonction de fit, les points avec chaleur peuvent

être évalués, de sorte que leur température sera ajustée sur la fonction de fit, comme

montré à la Fig. 2.35.

Sur la Fig. 2.35a, les points avec et sans chaleur sont tracés en fonction de la

température connue T0 de la Cernox calibrée, cependant les points avec chaleur n’ont
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FIGURE 2.35 ± Calibration R (T) à champ nul d’une Cernox. (a) Les points avec et
sans chaleur sont tracés tels qu’ils sont mesurés, i.e. avant la calibration ; les points
ouverts sont donc tous à la mauvaise température. (b) Les points avec chaleur sont
décalés, i.e. après la calibration ; ils sont maintenant à la bonne température. Les trois
derniers points sont hors calibration.

unidimensionnelle, comme illustré à la Fig. 2.34b. Néanmoins, le principe demeure

semblable, puisqu’afin de construire une telle surface, il faut un ensemble de données

prises en heat off, comme celle de la Fig. 2.32 ; il faut donc faire l’étude complète de la

MR du thermomètre afin de tenir compte des déviations en champ.

Lorsque la surface de calibration est entière, une courbe en heat on peut être

calibrée (voir la courbe noire à la Fig. 2.34b) puisqu’on connaît à tout endroit la

résistance, la température et le champ. Il faut toutefois faire la même procédure

de fits polynomiaux à toute valeur de champ ou de température. Il est possible de

témoigner de l’importance de la calibration en champ des thermomètres (notamment

des RuOx dans ce cas de figure) à la Fig. 2.36. Les Figs. 2.36a, 2.36b et 2.36c mettent

respectivement en évidence l’évolution en champ des thermomètres T+ et T−, de la

température moyenne de l’échantillon Tav et de la conductivité thermique κxx dans

un échantillon de α-RuCl3. On note clairement que si la MR des thermomètres n’est

pas considérée (i.e. pour une simple calibration R (T)), la conductivité thermique peut

dévier significativement. Quelques études ont procédé à des études complètes de MR

dans différents types de thermomètres comme les Cernox [196], les RuOx [197] et les
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FIGURE 2.36 ± Erreur dans la magnétoconductivité thermique de α-RuCl3 pour une
calibration R (T) simple sans considération de la magnétorésistance des thermomètres.
(a) T+ et T− des RuOx en fonction de B qui compare une calibration R (T) simpliste
et R (T,B) complète. (b) Tav en fonction de B qui compare une calibration R (T)
simpliste et R (T,B) complète. (c) κxx en fonction de B qui compare une calibration
R (T) simpliste et R (T,B) complète. On note que même si κxx ∝

(

T+−T−)−1, l’effet
d’une mauvaise calibration n’est pas compasatoire.

thermomètres capacitifs de SrTiO3 (titanate de strontium) [198, 199]. Ce genre de

calibration est prisé non seulement pour des mesures de transport sous champ, mais

aussi pour les mesures AC de chaleur spécifique à hauts champs magnétiques [200±

202] qui requièrent l’utilisation d’une thermométrie.

2.6.3 Validité des mesures de conductivité thermique de Hall

Étant donné faible amplitude du signal de κxy dans certains isolants, quelques

"vérifications sanitaires" expérimentales sont de mise. Les tests qui suivent confirment

que les méthodes employées dans le groupe Taillefer sont tout à fait appropriées,

puisqu’elles sont cohérentes entre elles. Nous verrons que certains doutes légitimes

en lien avec une contamination du vrai signal de κxy peuvent en fait être balayés,

ne laissant ainsi aucune ambiguïté sur la méthode expérimentale. Bien entendu,

la conductivité thermique de Hall étant très faible dans certains matériaux, il est

important de procéder à ces vérifications afin de travailler avec le signal intrinsèque

de l’échantillon.

Choix du matériau du bain de chaleur
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les fils d’argent avec de la graisse non-métallique.

Sur le graphique de la Fig. 2.37, on compare κxy/T à B = 15 T dans l’isolant

Nd2CuO4 lorsqu’ancré thermiquement au cuivre et contacté à la pâte d’argent et

ancré au LiF et contacté au vernis GE ; autrement dit la courbe orange a été mesurée

avec cuivre et contacts d’argent tandis que la courbe bleue a été mesurée avec LiF

et contacts au vernis GE. Dans les barres d’erreur expérimentales, les deux courbes

sont identiques. Il est donc possible de conclure que le montage expérimental employé

dans le groupe Taillefer n’induit pas de contribution parasite au gradient de Hall ∆Ty.

Correspondance entre balayages en température et en champ magnétique

Les mesures d’effet Hall thermique dans le groupe Taillefer sont mesurées de

trois façons et une manière de confirmer la validité des mesures est de les comparer

quantitativement entre elles.

La méthode la plus souvent employée est la méthode en régime permanent des

balayages en température qu’on appelle dans le jargon T-steps. Comme mentionné

précédemment, la valeur du background du voltage du thermocouple est toujours

soustraite du vrai signal. Ensuite, la même mesure est réalisée à nouveau, mais

en inversant la polarité du champ magnétique. Finalement, on s’affranchit de la

contribution symétrique à ∆Ty en antisymétrisant.

L’autre méthode en régime permanent qu’on appelle B-steps consiste à balayer le

champ magnétique sous forme d’incréments et de mesurer le voltage du thermocouple

en heat on. On ne considère pas le background, mais ce dernier varie peu (voire

marginalement en champ) et est symétrique en champ. Malgré ce potentiel obstacle,

κxy est en bon accord quantitatif avec la méthode de T-steps, comme mis en évidence

à la Fig. 2.38b dans le cuprate quasi-isolant La2−xSrxCuO4 dopé à p = 0.06.

Finalement, la méthode la moins utilisée est celle des balayages en champ conti-

nus B-sweeps lors desquels le champ magnétique est balayé lentement à environ 0.5

T.min−1. Notons que lors d’une mesure de κxy (B), le champ doit être balayé entre

−B et B, de sorte à antisymétriser ∆Ty (T,B) =
[

∆Ty (T,B)−∆Ty (T,−B)
]

/2. Le gra-

phique à la Fig. 2.38a, il y a un bon accord entre la méthode T-steps et B-steps dans

La2−xSrxCuO4 dopé à p = 0.06.
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FIGURE 2.38 ± Mesures de κxy (T) et κxy (B) dans La2−xSrxCuO4 dopé à p = 0.06.
(a) Mesures de κxy (T) effectuées à l’aide des deux méthodes T-steps et B-steps. (b)
Mesures de κxy (B) effectuées à l’aide des trois méthodes B-sweeps, B-steps et T-steps.

Magnéto-Seebeck d’un thermocouple de type E

Bien que les mesures de κxy soient réalisées avec des thermocouples différentiels

dans le groupe Taillefer, la plupart des peu nombreux groupes de recherche qui

réalisent ces mesures utilisent deux thermomètres indépendants afin d’extraire le

gradient de Hall.

Il se trouve qu’à l’aide d’un seul thermomètre, il est possible d’extraire la conduc-

tivité thermique de Hall, comme le montre la Fig. 2.39a. Si κxy est non-nulle dans un

matériau, nécessairement un côté de l’échantillon est plus chaud de ∆Ty que l’autre.

Ainsi, le thermomètre doit être plus chaud (ou plus froid) de ±∆Ty/2 à B. Étant donné

que

Ti (B)= Tsym
i (B)+

∆Ty (B)

2
, Ti (−B)= Tsym

i (−B)+
∆Ty (−B)

2
(2.42)

et que la partie symétrique en champ est quasi identique au signal total Ti (B)≃
Tsym

i (B) et qu’elle est paire en champ et que la partie antisymétrique est impaire en

champ :
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nul ait été mesuré dans une variété de système par le groupe Taillefer est une

bonne indication que le magnéto-Seebeck est faible, voire négligeable. D’ailleurs,

une comparaison directe de κxy (B) entre deux études indépendantes dans YBCO p =

0.18 met en évidence à la Fig. 2.39c un accord quasi-parfait entre les deux séries de

données qui ont été mesurées toutes deux avec un thermocouple chromel-constantan

(type E). Bien que les amplitudes des données soient différentes, la dépendance en

champ est la même ; le trait noir pointillé correspond aux données de Zhang et al. [204]

multipliées par un facteur 1.4. La différence d’amplitude est explicable par le plus

long libre parcours moyen élastique des quasiparticules d-wave dans l’échantillon de

l’étude de Grissonnanche et al. [205] causé par moins de lacunes d’oxygène dans les

plans d’oxyde de cuivre CuO2. La comparaison est intéressante puisque plus d’une

décennie sépare les deux expériences et pourtant, les mêmes κxy (B) sont observés ;

les thermocouples ont probablement été usinés par différents fabricants ou peut-être

ont-ils été usinés selon différentes contraintes mécaniques. On peut conclure que la

dépendance en champ des thermocouples semble marginalement affecter une mesure

de ∆Ty.

2.7 Cryogénie

Dans cette dernière section du chapitre, nous aborderons l’aspect cryogénique

des mesures de transport de chaleur. Après avoir passé en revue les échantillons, le

porte-échantillons et leurs composantes de mesures, l’électronique et la thermométrie,

nous verrons qu’afin de réaliser les mesures dans de telles conditions de basses

températures, il faut un appareillage volumineux qui fonctionne grâce aux propriétés

de l’hélium.

L’He4 est décrit par le diagramme de phases p-T à la Fig. 2.40a. Dans les labo-

ratoires, les états liquide et gazeux sont très employés afin de refroidir à 4.2 K les

inserts (réfrigérateurs) et comme gaz d’échange, respectivement. L’He4 est donc li-

quide sous 4.2 K jusqu’à devenir superfluide sous 2.2 K. Elles sont les phases d’intérêt

de l’ensemble des travaux dans le laboratoire puisque le régime d’opération est le vide ;

les pressions de gaz (azote et hélium) sont donc marginales. Nous verrons dans ce qui

suit que le réfrigérateur à He4 qu’on appelle communément VTI Variable Temperature
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anti-vibrations) permet d’abaisser la pression qui gît sur le volume d’hélium liquide

et ainsi d’abaisser la température du liquide ; cette ligne peut être employée afin

d’augmenter le courant électrique critique de l’aimant pour augmenter l’intensité du

champ magnétique. Périodiquement, des transferts cryogéniques sont obligatoires afin

de conserver le niveau des liquides suffisamment hauts pour opérer les réfrigérateurs

et que l’aimant demeure froid.

2.7.2 Bobine supraconductrice : champ magnétique externe B⃗

La bobine supraconductrice du groupe Taillefer utilisée dans cette thèse est

plongée dans l’hélium liquide de façon permanente et permet de générer un champ

magnétique persistent de 20 T au maximum, ce qui en fait la bobine qui génère le

champ magnétique persistant le plus intense au Canada. À la Fig. 2.42a, une photo-

graphie de la bobine permet d’offrir une idée de sa taille et de sa forme en solénoïde,

mais ne permet pas de mettre en évidence l’enroulement de fil. Sa géométrie en forme

de solénoïde permet au champ magnétique d’exister au centre de l’enroulement et

pointant le long de l’axe de symétrie cylindrique.

Le bobinage est constitué d’un long enroulement d’un fil supraconducteur de

Nb3Sn, dont la température critique Tc est d’environ 18.3 K et dont la gaine est faite

de cuivre. La bobine étant froide en permanence à 4.2 K, peut être alimentée d’un très

grand courant électrique de sorte à générer un champ magnétique environ 400’000 fois

plus intense que celui de la Terre. Les échantillons sont donc soumis à des conditions

qu’on peut qualifier d’extrêmes autant en température qu’en champ magnétique.

Afin d’alimenter en puissance l’aimant supraconducteur, une unité appelée power

supply (ou bloc d’alimentation) illustré à la Fig. 2.42b permet d’alimenter la bobine en

courant à raison de plus de 120 A et permet aussi de changer la polarité du courant

i.e. son sens de circulation de sorte que Bẑ devienne −Bẑ.

Comme mentionné dans la section précédente, le courant critique de la bobine de

Nb3Sn peut être augmenté si la température de l’hélium liquide de la cuve principale

diminue ; pour ce faire, il suffit de pomper en continu sur le bain de sorte que l’hélium

devienne superfluide. Cette méthode permet typiquement d’augmenter de 2 T le
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2.7.3 Variable Temperature Insert (VTI)

Les mesures de conductivité thermique de Hall au-dessus de 2 K ont été menées

avec un VTI. Ce réfrigérateur est assez simple, puisqu’il fonctionne par pompage

continu d’un flux d’He4 gazeux de la cuve principale à travers une valve pointeau.

Le gaz est ensuite réchauffé par un élément chauffant afin de conférer à l’enceinte

principale une température TVTI qui est mesurée par un thermomètre calibré à

proximité de l’élément chauffant. Le VTI utilisé dans cette thèse est mis en évidence

à la Fig. 2.43a. Ce dernier est donc plongé dans le cryostat de la Fig 2.41 afin qu’il

puisse refroidir à 4.2 K. À la Fig. 2.43c, on aperçoit le haut du VTI, endroit par lequel

est insérée la sonde de mesure (voir la Fig. 2.21), ainsi que la ligne de pompage à

travers laquelle l’hélium gazeux passe lorsqu’il passe par la valve pointeau et on voit

aussi le moteur qui contrôle l’ouverture mécanique de la valve ainsi que le connecteur

qui contrôle l’élément chauffant et le thermomètre du VTI. À la Fig. 2.43b, on aperçoit

le iTC (intelligent Temperature Controller) qui permet de contrôler à la fois l’ouverture

de la valve pointeau et la puissance de chauffage de l’élément chauffant. Ce dernier

est relié au thermomètre calibré par un système d’asservissement PID.

Le fonctionnement du VTI est assez simple :

Ð L’hélium du bain qui passe à travers la valve pointeau est gazeux et plus froid

que 4.2 K, puisque l’enceinte principale du VTI est pompée en continu, ce qui

permet en théorie d’opérer à des températures inférieures à 1.5 K

Ð L’ouverture de la valve pointeau conditionne le flux de gaz qui entre dans

l’enceinte du VTI ; plus elle est ouverte, plus le flux de gaz est élevé et plus la

température est basse

Ð Lors des mesures de κxy en T-steps (voir les graphiques de la Fig. 2.28), la sonde

change de T0 plusieurs dizaines de fois tandis que TVTI change deux ou trois

fois ; cette dernière permet à la sonde d’augmenter sa température à la guise de

l’utilisateur-trice, puisque sans VTI, la sonde se limiterait à environ 70 K. Par

exemple, si T0 ∈ [2.5K,20K], TVTI = 2 K, si T0 ∈ [20K,70K], TVTI = 20 K, etc.

Ð TVTI est typiquement stable à ±2 mK près.

Ð Souvenons-nous que la sonde (voir Fig. 2.21) est dans une chaussette étanche

et remplie d’environ 2.5 mbar de gaz d’échange (hélium gazeux) qui elle-même
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1 K pot Ð L’He3 gazeux s’introduit dans le 1 K pot, comme illustré sur la Fig 2.44a,

dans lequel l’He4 est pompé afin que sa température s’abaisse à 1 K. En se refroi-

dissant, l’He3 se liquéfie dans le condensateur et poursuit par gravité son chemin à

travers un capillaire de haute impédance. Cet He3 liquide poursuit son refroidisse-

ment à mesure qu’il descend par échange thermique avec l’He3 liquide qui remonte

via une série d’échangeurs de chaleur.

Chambre à mélange Ð L’He3 maintenant refroidit atteint la chambre à mé-

lange dans laquelle repose une couche riche en He3 qui flotte au-dessus du mélange

d’He3/He4. Les atomes d’He4 étant tous condensés dans leur état superfluide, ne

possèdent pas d’énergie cinétique et ne peuvent donc pas s’échapper dans le conduit

de retour immergé, tandis que les atomes d’He3 en solution dans le gaz parfait qu’est

le condensat de bosons peuvent s’échapper quant à eux. La pression osmotique ré-

sultante dans le mélange permet à certains atomes d’He3 dans la couche supérieure

de traverser le condensat et de s’échapper, mais tout en maintenant la concentration

d’atomes d’He3 à l’équilibre avec ceux qui reviennent depuis le capillaire et la série

d’échangeurs. Le processus de dilution est endothermique et il constitue le pouvoir le

refroidissement du système.

Still Ð Les atomes d’He3 qui remontent de la chambre à mélange par pompage

(provenant du haut) absorbent l’énergie thermique de l’He3 liquide qui descend dans

le still. Le still évapore à nouveau l’He3 liquide afin qu’il soit re-circulé de sorte à

refaire la boucle.

La morphologie du réfrigérateur à dilution est similaire à celle du VTI puisque le

cryostat n’est pas propre à un système réfrigérant en particulier, mais l’architecture

est bien plus complexe. À la Fig. 2.45b en particulier, on note la présence d’un boîtier

de laiton dans lequel reposent 48 filtres passe-bas, dont leur utilité est de préserver

le signal des thermomètres du bruit pouvant provenir potentiellement des radiofré-

quences externes. En effet, la signature de ce bruit est d’autant plus importante que

la température est basse, donc à 40 mK, le bruit peut chauffer les thermomètres. À 2

K, ce même bruit pourrait ne pas affecter du tout le signal, cependant. À la Fig. 2.45c,

on voit deux tubes concentriques qui revêtent le corps réfrigérant de la Fig 2.44b,

notamment le IVC (Inner Vacuum Can) qui sert à créer un bon vide de l’ordre de 10−6

mbar et permet d’introduire du gaz d’échange lors du refroidissement du réfrigérateur









Chapitre 3

Conductivité thermique de Hall

dans α-RuCl3

L’objet de ce chapitre est de présenter mes mesures de transport thermique

(longitudinal et transverse) dans α-RuCl3 et de les comparer aux études précédentes,

en discutant des différents scénarios proposés par différents groupes de recherche

pour expliquer l’origine de l’effet Hall thermique. L’essentiel de mes mesures a fait

l’objet d’une publication dans Physical Review X : [É. Lefrançois et al. Phys. Rev. X 12,

021025 (2022)].

3.1 Études précédentes du transport thermique

3.1.1 κxx (T), B = 0 T

Le transport thermique est une sonde de choix pour l’étude des matériaux quan-

tiques puisqu’il sonde les quasi-particules mobiles de basse énergie. Tel qu’abordé

dans le chapitre 2, les quasi-particules, selon leur nature, montrent des signatures

dans κxx et selon la nature du matériau, les processus de diffusion diffèrent. En ce

sens, la conductivité thermique est employée depuis plusieurs décennies, mais histori-

quement, l’effet Hall thermique beaucoup moins. Bien que κxy dans les conducteurs

soit bien souvent le reflet du signe des porteurs de charge et donc de la surface de

138
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Fermi du métal, elle est le résultat des porteurs chargés sous l’effet de la force de

Lorentz. L’effet Hall thermique est donc demeuré pendant plusieurs décennies une

propriété de transport sous champ ignorée. Or, depuis quelques années, elle s’est

avérée être populaire dans l’étude des excitations mobiles exotiques dans les isolants

magnétiques tels que les candidats de LSQ kagomé [178], les glaces de spins comme

certains pyrochlores [209] et plus récemment dans un candidat de LSQ Kitaev α-

RuCl3 [32]. Dans le dernier, tel qu’abordé dans le chapitre 1, une signature directe de

la présence de telles excitations exotiques est prédite dans κxy.

Les premiers résultats de κxx publiés l’ont été en 2017 par Leahy et al. [210] et

Hirobe et al. [211]. La dernière étude rapporte des mesures de κxx (T) à zéro champ sur

cinq échantillons indépendants de α-RuCl3 contenant différents niveaux de désordre

ou de défauts structurels. Les auteurs ont modélisé la contribution des phonons

au-delà de 20 K par la théorie cinématique élémentaire (voir l’Éq. 2.8) de Debye

en utilisant l’estimation de la contribution magnétique de la chaleur spécifique de

l’étude de Kubota et al. [77] (dans des échantillons provenant de la même source de

croissance).

À la Fig. 3.1a, les données de κxx (T) des cinq échantillons sont tracées avec

leur fit de Debye de l’estimation des phonons respectif. Sur la Fig. 3.1b, les mêmes

données sont tracées comme ∆κ (T)= κxx (T)−κph (T) de façon à garder la contribution

magnétique de la conductivité thermique. Leurs résultats montrent que peu importe

la différence de qualité cristalline, la partie magnétique demeure cohérente. Leurs

résultats mettent en évidence une importante contribution d’origine magnétique

culminant à environ 110 K (le poids magnétique sous 14 K est dû à l’établissement

de l’ordre AF dans des échantillons possédant davantage de défauts d’empilement

de type ABAB (voir la Sec. 1.4.1)). À la Fig. 3.1c, la contribution magnétique estimée

par Kubota et al. [77] est tracée au-delà de 14 K et montre un poids important autour

de 110 K, qui est de l’ordre du couplage de Kitaev K /kB et donc bien supérieur à

la température de Néel. Le sous-graphique met en évidence l’estimation du libre

parcours moyen des excitations magnétiques qui est estimé à environ 10-20 nm, ce

qui est environ 60 fois supérieur à la distance entre deux sites de ruthénium. Fait

surprenant dans l’estimation du libre parcours moyen des excitations magnétiques

ℓmag est que ce dernier semble croître avec la température, ce qui n’est pas en accord

avec ce qui est observé dans quelques études de transport thermique sur d’autres
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a

c

b

FIGURE 3.1 ± Mesures de κxx (T) dans α-RuCl3 et contribution magnétique au
transport à haute température. (a) Courbes de κxx (T) à B = 0 T dans cinq échan-
tillons différents. Les traits pointillés noirs correspondent à des fits de Debye-
Callaway pour les phonons. (b) Contribution magnétique de la conductivité ther-
mique ∆κ (T)= κxx (T)−κph (T). (c) Contribution magnétique de la chaleur spécifique
issue de [77] nécessaire à l’estimation de ℓmag (T) dans la théorie cinétique. Le sous-
graphique montre l’estimation du libre parcours moyen des excitations magnétiques
ℓmag (T) calculée à partir de la théorie cinétique. La figure est tirée de [211].

composés magnétiques [129,212,213]. On s’attendrait plutôt à une décroissance rapide

avec l’augmentation de T.

Les résultats de l’étude de Hirobe et al. [211] sont cohérents avec les mesures

de diffraction de neutrons [80, 103, 104] et de spectroscopie Raman [108, 109] dans

lesquelles un continuum d’excitations sous environ 100 K à zéro champ a été observé.

Les études de chaleur spécifique [77, 103] ont aussi montré une cohérence avec les

mesures de transport. Ces résultats sont aussi en accord avec ce qui a été proposé

récemment par Li et al. [84] à l’effet que sous la température correspondant à l’inter-

action Kitaev (K /kB < 100 K), les excitations magnétiques associées à l’état liquide

fractionnaire s’établissent, engendrant ainsi une activité magnétique soutenue.

Les auteurs de l’étude théorique de Nasu et al. [114] ont fait des calculs Monte

Carlo quantiques sur le modèle de Kitaev pur et ont montré que la chaleur spécifique

et la conductivité thermique admettent toutes deux un pic marqué culminant à une
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température correspondant à l’interaction de Kitaev K /kB et que ce pic est assimilé

à l’établissement des corrélations spins-spins et donc à l’émergence des fermions

de Majorana mobiles. Il y a donc une cohérence entre les calculs de transport et

les données expérimentales à haute température qui semblent mettre en relation

l’échelle de température de l’interaction Kitaev K /kB et l’accroissement de l’activité

magnétique sous cette dernière.

Variations de TN et de |κxx (T)|

Selon les études, la grandeur de la conductivité thermique de α-RuCl3 peut

varier significativement. Typiquement, l’amplitude du signal à des températures qui

avoisinent la culminance de la conduction des phonons (i.e. le pic de phonons), est

corrélée avec la pureté du cristal ; plus il y a d’impuretés ou de domaines, plus la

conductivité thermique est basse. C’est ce qui est mis en évidence à la Fig. 3.2 où

les courbes de κxx (T) à B = 0 T de trois études sont comparées les unes aux autres.

Qualitativement, la dépendance en température est la même, mais autour du pic

de phonons vers 30-40 K, |κxx (T)| peut varier d’un facteur 5. Une telle variation est

anticipée étant donnée la nature du matériau, ce dernier étant extrêmement mou et

friable. On s’attend que, selon les contraintes qui ont été induites dans les échantillons,

le nombre de défauts d’empilement varient en conséquence.

Cependant, un aspect important à considérer dans α-RuCl3 est la variabilité de

la température de Néel TN sous laquelle s’établit l’ordre AF zigzag. À la Fig. 3.2b, on

aperçoit la remontée de κxx (T) sous TN dans toutes les courbes. On remarque que

selon l’échantillon, TN peut varier d’environ 1-1.5 K. On peut aussi remarquer que

plus TN est basse, moins la remontée de la conductivité thermique dans la phase

ordonnée est prononcée.

Le minimum local de κxx (T) à TN est expliqué par l’augmentation des fluctuations

de spins au voisinage de la transition de phase, ce qui a pour effet d’augmenter la

diffusion des phonons sur ces fluctuations magnétiques avant de recouvrer un libre

parcours moyen dans la phase ordonnée. Les fluctuations de spins étant gappées dans

la phase AF diffusent donc moins les porteurs de chaleur principaux.

Les auteurs de Zhang et al. [215] ont montré la corrélation entre la variation

de TN dans les échantillons de α-RuCl3 crus par la méthode TCV et les propriétés
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Hohenberg [217,218], un couplage fini inter plan dans un aimant Heisenberg quasi-2D

est nécessaire pour l’établissement d’un ordre magnétique, ce qui est le cas de α-RuCl3.

De plus, les auteurs de l’étude de Kim et al. [68] ont proposé que les interactions K

et Γ sont sensibles au type d’empilement des plans dans la structure cristalline de

l’isolant. L’établissement de l’ordre AF zigzag dans α-RuCl3 est intimement lié aux

interactions d’échange du modèle magnétique et les interactions inter plan jouent

un rôle important dans la valeur de TN et dans la force du magnétisme sous cette

température, comme il est observé dans les mesures de conductivité thermique.

Les variations de |κxx (T)| et de TN dans α-RuCl3 a aussi une importance avec la

physique du LSQ Kitaev qui a été observée dans des études d’effet Hall thermique

quantifié, telles qu’abordées à la Sec. 1.4.4. Nous reviendrons sur cet aspect à la

Sec. 3.2.

3.1.2 κxx (T), B ∥ ab

α-RuCl3 est un isolant magnétique très anisotrope. L’axe de facile aimantation

se trouve dans le plan et c’est pour cette raison que des mesures de κxx (T) lorsque

le champ magnétique est appliqué dans le plan ab sont sensibles à la magnitude

de B. Des mesures de torque magnétique τ = µ0V M⃗ × H⃗ sont idéales pour sonder

l’anisotropie d’un matériau et les mesures de Leahy et al. [210] ont révélé une phase

partiellement polarisée induite sous champ au-dessus de Bc. Les mesures de transport

ont montré une cohérence aux mesures de torque lorsque le champ magnétique est

appliqué dans le plan. À la Fig. 3.4, des mesures de κxx (T) pour B ∥ ab comparant

différentes études indépendantes sont colligées. Le comportement universel de la

conductivité thermique sous cette condition est expliquée par l’augmentation du libre

parcours moyen des phonons ℓph de part et d’autre de la transition magnétique AF à

Bc ≃ 7 T. Pour des valeurs de champ B < Bc, κxx (T) diminue graduellement jusqu’à

atteindre une suppression maximale autour de Bc ≃ 7 T. Lorsque le champ critique

B > Bc, l’ordre AF zigzag supprimé et α-RuCl3 se trouve dans un état partiellement

polarisé résultant d’un crossover induit sous champ. Lorsque le champ augmente,

κxx (T) augmente à nouveau de façon monotone. Le comportement de la conductivité

des phonons pour B < Bc est expliqué par la suppression progressive de l’ordre ma-

gnétique par l’augmentation de la diffusion des phonons sur les fluctuations de spins
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a b

FIGURE 3.5 ± Mesures de κxx (T) pour différentes valeurs de B dans le plan ab de
α-RuCl3 et gap des excitations de spins. (a) Les traits rouges sont des fits issus du
modèle de Debye-Callaway permettant l’extraction du gap des excitations de spins sur
lesquelles diffusent les phonons. Le sous-graphique compare l’estimation purement
phononique du transport de chaleur sans magnétisme à κxx (T) à zéro champ. (b)
diagramme de phases expérimental sur lequel sont tracées les valeurs du gap des
excitations de spins en fonction de B ; la frontière ainsi créée délimite la phase
partiellement polarisée sous champ. Les figures sont tirées de [74].

À partir de leur modèle, un gap d’excitations de spins ∆0 ≡ħω0 définit l’état ma-

gnétique à haut champ (voir la Fig. 3.5b). Un modèle de taux de diffusion magnétique

de la forme :

1
τmag

∼ e−∆0/kBT

1+3e−∆0/kBT
(3.1)

a été utilisé phénoménologiquement. On reconnaît une formulation qui tient

compte du nombre d’occupation pondéré par le poids de Boltzmann e∆0/kBT (excita-

tion thermique). En réalité, l’équation correspond à la probabilité de désexcitation

d’un des états triplets. Les valeurs du gap en fonction de B sont intégrées dans le

diagramme de phases à la Fig. 3.5b et tirées des fits à la Fig. 3.5a. Dans le sous-

graphique de la Fig. 3.5a, on aperçoit que la diffusion des phonons sur les excitations

magnétiques est importante sur toute la gamme de température puisque les valeurs

expérimentales sont bien inférieures à ce que le modèle purement phononique prédit.

Si les corrélations entre les spins sont fortes et actives sous des températures cor-

respondant à l’interaction Kitaev K /kB ≃ 100 K, il est normal que ℓph (T) soit réduit

considérablement.



3.1. ÉTUDES PRÉCÉDENTES DU TRANSPORT THERMIQUE 147

L’étude de Yu et al. [220] s’est concentrée sur les basses températures (T ≲ 1 K)

et les auteurs proposent le même scénario voulant que les phonons sont fortement

diffusés par des fluctuations de spins au voisinage de la transition de phase AF comme

illustré à la Fig. 3.6b.
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FIGURE 3.6 ± Mesures de κxx (T) /T à basse température pour différentes valeurs de
B le long du plan ab de α-RuCl3. (a) Mesures de κxx (T) /T à B = 0 T et B = 8.5 T
ainsi que les fits respectifs de la forme κ0/T +βTα−1. Aucun terme résiduel linéaire
κ0/T n’est observé, ce qui exclut la présence d’une densité d’états fermioniques dans
la limite T → 0 K dans la région potentiellement LSQ pour B > Bc. (b) κxx (B) /T
entre 200 et 600 mK. Au voisinage de Bc, la diffusion des phonons sur les excitations
de spins est maximale, ce qui traduit une réduction considérable de la conductivité
thermique. (c) Évolution en champ du terme résiduel linéaire κ0/T, qui demeure nul
(dans les barres d’erreur) entre la phase AF zigzag et la phase induite sous champ
pour B > Bc. Les figures sont tirées de [220].

Les données de κxx (T) pour B < Bc et B > Bc ne permettent l’observation d’aucun

terme résiduel linéaire (Figs. 3.6a et 3.6c) κ0/T pour T → 0 K, ce qui est attendu

pour les quasiparticules fermioniques neutres. De plus, les traits pleins à la Fig. 3.6a

correspondent à des fits tenant compte des contributions fermioniques et phononiques

κxx (T) /T = κ0/T+βTα−1, où β est le terme phononique et α≃ 2.33, ce qui est inférieur

à la limite selon laquelle les phonons diffusent sur les parois de l’échantillon (voir la

Sec. 2.1.1) ; ces derniers étant plutôt fortement diffusés par des excitations de spins.

L’augmentation de κxx (T) pour B > Bc suggère, tout comme les données de Hentrich et

al. [74,219], un fort couplage spins-réseau et des phonons fortement diffusés au point

critique, scénarios qui sont tous deux en défaveur d’une région intermédiaire LSQ.

Lorsque le champ magnétique est perpendiculaire aux plans de α-RuCl3 (B ∥ c∗),

la variation |κxx (T)| est marginale [214,221]. Les champs magnétiques nécessaires

pour changer significativement la conductivité thermique sont beaucoup trop impor-
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en accord avec les calculs théoriques Monte Carlo quantiques réalisés par les auteurs

de Nasu et al. [114] (voir la Fig. 3.8), qui ont été réalisés sur le modèle de Kitaev

perturbé en champ magnétique (voir la Sec. 1.2.1). En excluant les contributions des

phonons, des magnons et des spinons fermioniques dans l’effet Hall thermique, les au-

teurs proposent que la conductivité thermique de Hall est attribuable aux excitations

intrinsèques du LSQ Kitaev.

Les calculs théoriques Monte Carlo quantiques de Nasu et al. [114] sont présentés

à la Fig. 3.8. Les différentes courbes de couleur correspondent à différentes valeurs de

champ magnétique b̃/K (en unité de terme d’échange Kitaev K) en l’occurrence : 0.012

(bleu), 0.024 (vert), 0.036 (orange) et 0.048 (rouge). b̃ ≡ b3/∆2
0, qui est en unité du gap

des flux Z2, est le champ magnétique effectif. Les auteurs de l’étude ont identifié deux

températures caractéristiques T∗ et T∗∗.
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FIGURE 3.8 ± Calculs théoriques Monte Carlo quantiques de l’évolution en tempé-
rature normalisée de la conductivité thermique de Hall sur le modèle de Kitaev pur
sous champ magnétique. Calculs de κxy/T en fonction de T/K sur un super-réseau de
2×122 sites pour différentes valeurs de champ magnétique effectif b̃/K = 0.012 (bleu),
0.024 (vert), 0.036 (orange) et 0.048 (rouge). La valeur de demi-quantification prédite
par le modèle de Kitaev est indiquée par le trait pointillé à π/12 (en unité de k2

B/ħ). La
figure est tirée de [114].

Les simulations théoriques mettent en évidence trois régimes de transport qui

sont explicités ci-bas :
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• Régime T > T∗∗ Ð Au-dessus de T∗∗ ∼ K /kB, κxy (T) /T s’annule dans un état

paramagnétique.

• Régime T∗ < T < T∗∗ Ð Entre ∆0/kB < T < K /kB, les fermions de Majorana

mobiles diffusent sur les flux Z qui sont progressivement thermiquement excités,

montrant un extremum évasé autour de 0.1K /kB.

• Régime T∗ < T Ð Sous T∗ ∼∆0/kB, le nombre de flux Z2 thermiquement excités

diminue rapidement, gappant ces derniers ; les fermions de Majorana mobiles

conduisent de mieux en mieux la chaleur jusqu’à tendre vers la valeur à demi-

quantification de κxy/T.

• Random flux Ð Lorsque l’opérateur plaquette vaut Wp ±1, les flux Z2 sont

thermiquement excités de façon aléatoire et le scénario est cohérent avec la

coexistence de ces derniers avec les fermions de Majorana mobiles qui diffusent

sur les excitations localisées

• Flux free Ð Lorsque l’opérateur plaquette vaut Wp = 1, le système est dans l’état

fondamental et est libre de tout flux Z2. La conséquence est que les fermions de

Majorana qui apparaissent sous T∗∗ ∼ K /kB ne sont pas diffusés ; le transport

étant purement balistique croît de façon monotonique jusqu’à la valeur de

demi-quantification π/12 (en unité de k2
B/ħ).

Les calculs de Nasu et al. [114] ne tiennent pas compte des termes perturbatifs

non-Kitaev tels que les termes Heinsenberg et hors-diagonaux symétriques (voir

l’Éq. 1.33). Aussi, la contribution potentielle des magnons et des phonons est ignorée,

ce qui limite grandement toute comparaison qualitative (et quantitative) avec les

données expérimentales mises en évidence à la Fig. 3.7.

3.2 Prétendue demi-quantification de κxy/T

Comme il a été abordé à la Sec. 1.2.1, le modèle de Kitaev prédit que la signature

directe non-équivoque des fermions de Majorana mobiles dans le LSQ quantique est

la demi-quantification de la conductivité thermique de Hall (Éq. 1.29). C’est en 2018

qu’un groupe de recherche japonais mené par Y. Matsuda (Kyoto) a publié des données

de κxy dans α-RuCl3 qui montre la demi-quantification de κ2D
xy /T (où κ2D

xy = κxyd, d
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étant la distance inter plan de 5.72 Å) pour la première fois [1]. Les auteurs ont

appliqué le champ magnétique en angle θ de 45◦ et 60◦ par rapport à l’axe c∗ des

échantillons afin d’à la fois supprimer l’ordre AF et générer le signal transverse ; le

champ magnétique est donc décomposable en deux composantes B∥ = Bsinθ et B⊥ =
Bcosθ. À la Fig. 3.9B, les données de κxy (B) /T admettent la valeur demi-quantifiée de

K0/2 sous forme d’un plateau dont la largeur en champ correspond à la région critique

du LSQ (dôme rouge à la Fig. 3.9a).
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FIGURE 3.9 ± Demi-quantification de κxy (B) /T dans α-RuCl3. (a) diagramme de
phases dont la phase AF est construite par l’identification de TN dans κxx (T) et κxx (B).
La phase non-topologique est déterminée par la température à laquelle disparaît la
demi-quantification de κxy/T. Le dôme rouge délimite les valeurs de T et de B pour
lesquelles est observée la demi-quantification. La région hachurée sous environ 3 K
indique l’intervalle de températures non-sondé. (b) Mesures de κxy (B) /T pour T =
3.7, 4.3 et 4.9 K montrant le plateau de demi-quantification sur environ 1-1.5 T, et
ce, pour deux directions de champ magnétique θ = 45◦ et 60◦. Les figures sont tirées
de [1].

Le débat selon lequel la demi-quantification n’a toujours pas été reproduite de

façon convaincante est toujours d’actualité, bien que les auteurs de Yamashita et

al. [222] et Bruin et al. [116] ont publié leurs résultats de la demi-quantification dans

α-RuCl3.

La communauté scientifique fait preuve de scepticisme sur la validité de la demi-

quantification de κxy/T car tel qu’argumenté par les auteurs de Kasahara et al. [1]

et de Yamashita et al. [222], le plateau observé sur environ 1-1.5 T (pour B > Bc),

serait observable uniquement dans les échantillons de meilleure qualité, autrement
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dit, dans les échantillons dont l’amplitude de conductivité thermique |κxx| est la plus

grande. Aussi, il a été discuté précédemment à la Sec. 1.4.1 que les échantillons de

moindre qualité sont ceux qui montrent des transitions magnétiques supplémentaires

qui sont observables dans l’aimantation et la chaleur spécifique notamment à T ≃ 14

K. Dans l’étude de Yamashita et al. [222], c’est d’ailleurs dans l’échantillon montrant

cette transition dans l’aimantation que le plateau a été observé dans κxy/T, ce qui est

en contradiction avec l’argument de la qualité des échantillons.

Peu après la publication des données de demi-quantification dans l’effet Hall

thermique dans α-RuCl3 par les auteurs de Kasahara et al. [1], deux études théoriques,

de Vinkler-Aviv et al. [223] et de Ye et al. [224], ont montré que le couplage des fermions

de Majorana aux phonons est crucial pour l’observation de la demi-quantification

de κxy/T. Ces études ont été motivées par le fait que le plateau à demi-quantifié

persiste seulement entre environ 3.5 et 5 K (voir la Fig. 3.9b). En effet, l’intervalle

très restreint de température sur lequel persiste κ2D
xy /T = K0/2 est l’objet de ces deux

études théoriques qui ont proposé que la demi-quantification soit possible que si

les fermions mobiles sont couplés aux phonons, ce qui permet d’expliquer, soit que

κ2D
xy /T → 0 soit que la demi-quantification n’est plus valide sous environ 3.5 K, tel

qu’illustré à la Fig. 3.10b.

L’idée proposée par Vinkler-Aviv et al. [223] et Ye et al. [224] est donc que les

fermions de Majorana mobiles (états de bord chiraux) qui sont responsables de la

demi-quantification de l’effet Hall thermique sont couplés aux phonons dominant

dans le volume de l’échantillon. Les auteurs montrent que les deux types de porteurs

se couplent thermiquement si et seulement si les excitations fermioniques existent

uniquement sur les bords de l’échantillon ; autrement, la demi-quantification est

rompue. On voit à la Fig. 3.10a que les fermions de Majorana doivent exister sous

états de bord et que les phonons existent dans le volume. Le modèle propose que la

chaleur soit portée par les phonons dans le volume et sur les bords par les fermions,

mais que les deux types de porteurs peuvent être à des températures différentes Tph

et Tf respectivement. jex est la densité de courant échangée entre les phonons et les

fermions de Majorana, ce qui permet la thermalisation de ces derniers par les premiers.

Lorsque la température diminue suffisamment, les états de bord chiraux ne peuvent

plus bien thermaliser par les phonons, parce que le couplage phonon-fermions de

Majorana diminue en tandem avec T ; il s’agit en fait d’un phénomène de découplage
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a b

FIGURE 3.10 ± Couplage entre phonons dans le volume et états de bord de Majorana
et demi-quantification de κxy/T. (a) Carte de température d’un système rectangulaire
de dimension Lx et L y montrant les phonons dans le volume (rectangle du bas) et les
fermions de Majorana (cadre du haut). Les températures à gauche Tl et à droite Tr

des phonons sont supposées fixes de façon à simuler les conditions expérimentales
réelles de la source de chaleur (Tl) et du bain de chaleur (Tr). Les états de bord et les
phonons sont identifiés par les densités de courant thermique If et jph respectivement,
les flèches blanches décrivent la trajectoire des phonons dans le volume et les petites
flèches verticales définissent l’échange de courant thermique entre phonons et états
de bord chiraux. Finalement, les gradients ∆Tph

H et ∆Tph
H définissent respectivement

les gradients de Hall des deux types de porteurs. La figure est tirée de [224]. (b) Illus-
tration de la dépendance en température de la conductivité thermique de Hall dans un
LSQ chiral couplé aux phonons. Le régime intermédiaire admet la demi-quantification
sur une certaine gamme de température tandis que lorsque la température est su-
périeure à la valeur du gap du volume isolant, κxy/T décroît rapidement. À basse
température, les états de bords se découplent des phonons puisque les libres parcours
moyens sont supérieurs aux dimensions du système et selon la nature des contacts,
κxy/T disparaît ou augmente. La figure est tirée de [223].

tel qu’expliqué à la Sec. 2.1.1 pour les électrons et les phonons. Ce découplage est le

scénario le plus vraisemblable, puisque dans la limite T → 0 K, tout couplage doit

disparaître (voir la Fig. 3.10b) et les phonons sont donc les seuls porteurs de chaleur.

À haute température, la demi-quantification est aussi perdue puisqu’au-delà d’une

certaine température, les fermions de Majorana qui étaient gappés dans le volume

de l’échantillon peuvent maintenant conduire par excitation thermique et sont donc

présents dans le volume en plus des bords.

Nous verrons dans la Sec. 3.4, que la demi-quantification de κxy/T dans α-RuCl3
est hautement débattue et qu’il existe différentes interprétations de l’origine de la

conductivité thermique de Hall, notamment les magnons topologiques [118] et les

phonons acoustiques [117].











3.3. DÉPENDENCE EN ANGLE DE κxy 158

sous champ. Le modèle topologique employé par les auteurs permet aussi d’extraire la

valeur du gap des porteurs (i.e. la première bande ω1) et celui-ci est en accord avec les

données des études de Hentrich et al. [74,219] qui a extrait le gap d’excitation dans la

phase partiellement polarisée à l’aide de fits de Debye-Callaway qui inclue un tau de

diffusion magnétique ainsi qu’avec des études de résonance de spin électronique de

Ponomaryov et al. [73,226]. Ainsi, l’interprétation du groupe de N. P. Ong (Princeton)

observe un effet Hall thermique fini pour B ∥ a et nul pour B ∥ b tout comme le groupe

de Y. Matsuda (Kyoto), mais l’origine est en désaccord total.

Les fits permettant d’extraire le nombre de Chern et le gap des magnons topo-

logiques dans l’étude de Czajka et al. [118] est directement inspiré des études de

Chern et al. [227,228] et de Zhang et al. [229], qui ont mené des calculs théoriques

sur le modèle K-Γ-Γ′ en utilisant des paramètres plausibles pour α-RuCl3 [82]. Les

auteurs ont travaillé avec l’hamiltonien de l’Éq. 1.33 en transformant le spin S⃗ en

opérateurs bosoniques b² et b par transformation Holstein-Primakoff [230]. Ils ont

ensuite utilisé le transport semi-classique de Boltzmann pour κxy (voir l’Éq. 2.30)

de sorte à calculer les deux premières bandes de magnons ainsi que la courbure de

Berry dans la première zone de Brillouin. À la Fig. 3.15a, les calculs théoriques de

κxy (T) /T pour des paramètres
(

K ,Γ,Γ′)= (−1,0.2,−0.02) montrent que les magnons

topologiques peuvent contribuer à la conductivité thermique de Hall et que selon la

direction du champ magnétique dans le plan, le signal est positif pour B ∥ a, négatif

pour B ∥ −a et nul pour B ∥ b, tel qu’observé par Czajka et al. [118] et Yokoi et al. [115].

Aux Figs. 3.15b et 3.15c, les panneaux du haut montrent la dispersion en énergie

des magnons pour chaque bande (n = 1 et n = 2) et la structure de la courbure de

Berry Ωnk⃗ selon la direction du champ magnétique dans la première zone de Brillouin

(tel que spécifié sur chaque panneau). Contrairement au cas de figure B ∥ ±a, lorsque

B ∥ b Ωnk⃗ = 0 à chaque coin de la zone de Brillouin et elle est asymétrique autour de

k⃗ = 0 ; lors de l’intégration sur toute la zone de Brillouin (Éq. 2.30), la courbure de

Berry s’annule (C = 0). Toutefois, pour B ∥ ±a, le poids de Ωnk⃗ est majoritaire aux

coins de la zone de Brillouin et change de signe ∓1 à ±1 pour les bandes de magnons

inférieure et supérieure. Dans ce cas, l’intégration de la courbure de Berry dans la

première zone de Brillouin ne s’annule pas et le nombre de Chern C =±1, conférant

une non-trivialité à la structure de bandes des magnons. Le scénario des magnons

topologiques dans la phase partiellement polarisée pour B > Bc dans α-RuCl3 est donc
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FIGURE 3.15 ± Calculs théoriques de κxy (T) /T, εnk⃗ et Ωnk⃗ pour B ∥ ±a et B ∥ b des
magnons topologiques dans α-RuCl3. (a) Calculs de κxy (T) /T pour les trois directions
planaires de B. (b) Calculs de εnk⃗ et Ωnk⃗ dans la première zone de Brillouin pour les
bandes inférieure (n = 1) et supérieure (n = 2) des magnons pour B ∥ ±a. (c) Calculs
de εnk⃗ et Ωnk⃗ dans la première zone de Brillouin pour les bandes inférieure (n = 1) et
supérieure (n = 2) des magnons pour B ∥ b. Les figures sont tirées de [227].

possible, mais ne permet aucune demi-quantification de κxy/T comme illustré par le

trait magenta à la Fig. 3.15a.

Le modèle théorique utilisé par les auteurs de Czajka et al. [118] semble être

valide uniquement pour des valeurs de champ magnétique supérieures au champ

critique Bc, puisqu’un changement de signe se manifeste pour les champs inférieurs

lorsque α-RuCl3 est dans la phase AF zigzag tel que montré à la Fig. 3.16a. Dans

la phase ordonnée, les magnons sont triviaux, donc ils ne peuvent plus être décrits

comme des états de bords bosoniques.

Les prédictions théoriques de κxy (T) dans le modèle de Kitaev perturbé de

l’Éq. 1.33 proposées par les auteurs de Zhang et al. [229] et les auteurs de McClarty et

al. [231] admettent un changement de signe de la conductivité thermique de Hall à

basse température, tel que mis en évidence aux Fig. 3.16b et 3.16c respectivement.

L’étude de Zhang et al. [229] montre les calculs de κxy (T) /T pour B ∥ ±a (voir

la Fig. 3.16b) dans la phase polarisée, mais le changement de signe occasionné sous

environ 5 K pourrait être expliqué par l’absence de considération des interactions 3D

AF entre les plans dans le modèle. Aussi, l’asymétrie entre les courbes verte et rouge

est expliquée par le fait que l’aimantation dans le plan (hors-plan) croît (diminue)
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3.4 Notre étude de l’effet Hall thermique

Dans cette section, seront discutés mes propres résultats expérimentaux sur l’effet

Hall thermique dans α-RuCl3. L’essentiel a été publié dans Lefrançois et al. [117]. Le

travail de cette étude s’est fait en adoptant la configuration schématisée à la Fig. 3.17

de sorte à étudier κxx (T) et κxy (T) dans l’état AF zigzag, dans la région critique au

voisinage de Bc (région potentiellement LSQ) et dans la région partiellement polarisée

induite sous champ. Les échantillons O1, O2, O3, O4 et T1 sont répertoriés au Tab. 3.1.

Les données prises sur les échantillons O5, O6 et T2 complètent l’étude de cette

section.

J

b a

c*

B┴

B
||

θ
B

FIGURE 3.17 ± Schéma des composantes du champ magnétique externe qui admet
un angle θ par rapport à l’axe hors plan c∗. La composante B∥ = Bsinθ permet de
supprimer l’ordre AF zigzag et la composante B⊥ = Bcosθ permet de générer un signal
de Hall.

3.4.1 Résultats

À travers cette sous-section, les résultats du transport thermique dans les trois

régions précédemment mentionnées B < Bc, B ≃ Bc et B > Bc seront mis en évidence

et commentés.

Région ordonnée et paramagnétique 𝐵<𝐵𝑐 Ð Pour commencer, les données

de κxx (T) à B = 0 T dans les échantillons O1, O2, O3, O4 et T1 sont comparées

à la Fig. 3.18a. Les différences de |κxx| entre les échantillons O1, O2, O3 et O4

sont significatives et sont supérieures aux barres d’erreur expérimentales, ce qui

suggère un niveau de désordre (entre autres les défauts d’empilement) fluctuant selon

l’échantillon, et ce, même si ces quatre échantillons proviennent du même échantillon
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Étiquette Préparation Dimensions Origine
(L×w× t) 𝜇m3

O1 Taillé (840×2130×20) ORNL
O2 Taillé (955×3515×80) ORNL
O3 Taillé (455×3570×25) ORNL
O4 Taillé (590×3045×100) ORNL
T1 As grown (1025×640×60) UdeT
O5 Taillé (570×2580×90) ORNL
O6 Taillé (695×2260×130) ORNL
T2 As grown (840×495×70) UdeT

TABLEAU 3.1 ± Répertoire des échantillons de α-RuCl3 mesurés lors des mesures de
κxx (T) et κxy (T) à haute température. Chaque échantillon est décrit par une étiquette,
une méthode de préparation, ses dimensions et son origine. Tous ont été crus par la
méthode TCV. ORNL est l’acronyme pour Oak Ridge National Laboratory et UdeT est
celui pour University of Toronto.

mère. En effet, la morphologie de α-RuCl3 est à l’origine même du niveau de désordre,

puisque lorsqu’un échantillon est coupé et manipulé, il peut subir des changements de

structure par contrainte mécanique. Néanmoins, la dépendance en température est

qualitativement la même d’un échantillon à l’autre et la conduction thermique dans

α-RuCl3 est majoritairement phononique. En diminuant la température, κxx (T) /T

admet un pic évasé de conduction phononique autour de 20 K jusqu’à diminuer

jusqu’au voisinage de TN . Lorsque la température diminue au sein de la région

ordonnée, les phonons recommencent à conduire mieux, signe que les fluctuations de

spins sont progressivement gappées sous environ 7 K, d’où la remontée de κxx (T) /T.

La signature abrupte autour de TN est donc interprétée comme étant une forte

diffusion des phonons par les fluctuations magnétiques au voisinage de la transition

de phase.

À la Fig. 3.19a, les données de κxx (T) de Hentrich et al. [221] et de Kasahara et

al. [214] sont qualitativement comparables aux données dans les échantillons O2 et

T1, cependant les données de Kasahara et al. [214] sont 2-3 (7-8) fois supérieures

en amplitude que T1 (O2). La variabilité entre les échantillons mesurés d’une étude

à l’autre dépend du nombre de défauts d’empilement, mais le comportement en

température est le même et compris en termes de phonons tel que mentionné ci-haut.
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FIGURE 3.19 ± Mesures de κxx (T) et de κxy (T) /TB à B = 15 T comparant différentes
études dans α-RuCl3 pour un champ magnétique complètement hors-plan. Données de
(a) κxx (T) à 0 T et de (b) κxy (T) /TB qui compare les études de Kasahara et al. [214],
Hentrich et al. [221] et les échantillons O2 et T1 de Lefrançois et al. [117]. La courbe
du coefficient transverse mauve est multipliée par un facteur 15 T / 16T, puisque cette
dernière a été mesurée à 16 T. Les traits pleins sont des guides pour l’oeil.

échantillons mesurés, la conductivité thermique de Hall est positive sur toute la

gamme de température, même dans la région ordonnée. Les deux coefficients de trans-

port κxx (T) et κxy (T) évoluent en tandem en fonction de T ; autrement dit, κxy (T)

évolue similairement à κxx (T).

L’étude menée dans les cinq échantillons O1, O2, O3, O4 et T1 est la seule qui

montre des données de κxy (T) positives sous TN , mais la différence avec les données

publiées par les autres études est difficilement explicable. D’ailleurs, les données de

Kasahara et al. [214] (voir la Fig. 3.19b) sont négatives pour T < TN et pour T ≳ 60 K.

Région intermédiaire induite sous champ 𝐵∼𝐵𝑐 Ð Les données de κxx (T)

et de κxy (T) décrites ci-haut dans les échantillons O1, O2, O3, O4 et T1 ont toutes été

prises dans la configuration conventionnelle pour une mesure d’effet Hall thermique,

donc pour B = B⊥ (voir la Fig. 3.17). Seulement, ces données ont été prises à B∥ = 0 T,

donc dans les régions AF zigzag (sous TN) et paramagnétique (au-delà de TN ) (flèche

rouge dans le diagramme de phases schématisé à la Fig. 3.18).
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La remontée de κxx (T) /T pour B > Bc est expliquée par l’existence de magnons

induits sous champ dans la phase partiellement polarisée. Le transport dans cette

région est expliquée ci-bas.

Région partiellement polarisée induite sous champ 𝐵>𝐵𝑐 Ð La région

induite sous champ pour des valeurs supérieures au champ critique Bc de la région

ordonnée est sujette à plusieurs interprétations et débats, puisque selon les études,

elle serait une région partiellement polarisée où des magnons induits sous l’action

du champ magnétique planaire B∥ verraient leur dispersion gappée pour des champs

supérieurs à Bc, et ce, jusqu’à des valeurs de champ aussi élevées que 30 T [219].

L’accession en champ se fait via l’application d’un champ magnétique planaire modéré

B ≳ 7-7.5 T et est le résultat d’un crossover plutôt que d’une transition de phase.

L’évolution en champ du gap de ces magnons suit une tendance linéaire tel que l’on

pourrait s’attendre d’un gap Zeeman [74, 219], puisque le champ a pour effet de

polariser progressivement les spins, ce qui gappe le spectre des magnons. La signature

des magnons induits sous champ dans la région partiellement polarisée a aussi été

vue dans les mesures de diffraction de neutrons sous environ 2 K [71] à B∥ = 13.5 T et

dans la chaleur spécifique où une analyse de criticalité quantique a été interprétée

comme la présence de physique de Kitaev dans le voisinage de Bc [87].

À la Fig. 3.22a, les données mesurées dans l’échantillon T2 dans le groupe Taillefer

montrent une grande variation entre champ nul et champ planaire B∥ = 15 T, ce

dernier étant bien établi dans la région polarisée. À zéro champ, le comportement

typique à TN ≃ 7.5 K de la remontée de la conductivité des phonons laisse place à

une augmentation dramatique du signal sous une température caractéristique T∗ ≃
20 K dans la phase polarisée, ce qui est interprété par une réduction de la diffusion

spin-phonon dans la région partiellement polarisée (voir le diagramme de phases

à la Fig. 3.21) due à la perte de magnons suite à l’action du champ B∥. Le champ

magnétique a pour effet de gapper les magnons induits sous champ, ce qui augmente

le libre parcours moyen des phonons et donc leur conduction. Les données sont en

parfait accord avec les données indépendantes de Hentrich et al. [74,219], reproduites

à la Fig. 3.22b.

Le comportement des magnons à haut champ magnétique B ≫ Bc est bien établi,

mais dans le voisinage du champ critique, les mesures expérimentales ne s’accordent
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FIGURE 3.22 ± Augmentation en champ magnétique de κxx (T) dans l’échantillon
T2 de α-RuCl3 pour un champ magnétique planaire B∥ de 15 T et comparaison à
la littérature. (a) Courbes de κxx (T) pour B∥ = 0 et 15 T dans l’échantillon T2 sur
une échelle semi-logarithmique. T∗ indique la température à laquelle la dépendance
en champ s’initie, qui est autour de 20 K. Les traits pleins sont des guides pour
l’oeil. (b) Courbes de κxx (T) pour B∥ = 0 et 16 T dans α-RuCl3 sur une échelle semi-
logarithmique. La figure est tirée de [74].

pas selon les études. Dans cette région critique, mes mesures dans l’échantillon

O5 prises dans le groupe Taillefer à Sherbrooke ont confirmé que les phonons sont

responsables de la conductivité thermique de Hall aussi pour B ≳Bc. À la Fig. 3.23,

les données de κxx (T) /T et de κxy (T) /T pour différentes valeurs de B∥ supérieures à

Bc (mais néanmoins rapprochées) montrent une évolution monotone avec le champ et

une augmentation graduelle sous 10 K. À mesure que B∥ augmente, les magnons sont

gappés et le transport autant longitudinal que transverse s’améliore. Tel qu’observé

dans la région ordonnée dans l’échantillon O2 dans les régions ordonnée (B < Bc) et

critique (B ∼ Bc) (voir les Figs. 3.18 et 3.20), κxx et κxy évoluent en tandem aussi dans

la région partiellement polarisée.

L’angle de 70◦ que fait B par rapport à l’axe c∗ permet d’appliquer la majorité

de l’amplitude du champ dans le plan de α-RuCl3, pour ne laisser qu’une faible

composante B⊥ hors-plan (entre environ 2.7 et 3 T) afin de générer le signal de Hall,

d’où le niveau de bruit plus important sous 5 K ; en général,
∣

∣κxy
∣

∣ augmente avec une
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différents matériaux pour un κxx qui est dominé par les phonons est cruciale dans

la compréhension de l’origine phononique de la conductivité thermique de Hall. En

effet, la représentation de l’angle de Hall est plus pratique que la seule observation du

coefficient de transport seul, puisque dans tous les isolants qui montrent un κxy non-

nul, le coefficient transverse évolue en tandem avec le coefficient longitudinal à raison

d’environ 10−3, et ce, peu importe la facilité avec laquelle les phonons conduisent.

C’est donc le postulat, à l’issue des mesures de κxy (T) dans α-RuCl3, qui propose que

le transport de Hall soit dominé par les phonons.

κxy, κxx, κxy/κxx, T, H;
Material mW/K ·m W/K ·m 10−3 K, T

Cu3TeO6 –1,000 330 –3.0 20, 15
Fe2Mo3O8 (4) 12 2.5 4.8 65, 14
Tb2Ti2O7 (23) 1.2 0.27 4.4 15, 12
Y2Ti2O7 (23, 24) 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 (9) –80 36 –2.2 20, 12
KTaO3 (9) 2 32 0.06 30, 12
RuCl3 (25) 2 2 1.0 20, 15 10
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FIGURE 3.25 ± Répertoire des valeurs de κxx, κxy et κxy/κxx pour différents isolants
et longueur caractéristique empirique. (a) Valeurs de l’angle de Hall thermique dans
plusieurs isolants. Le tableau est tiré de [169]. (b) Données de κi j/B en fonction de
κ j j pour différents isolants en échelle log-log, permettant de circonscrire les valeurs
de façon universelle par la longueur caractéristique comprise entre environ 2 et 7 Å.
La figure est tirée de [174].

À la Fig. 3.25b, un graphique de
∣

∣κi j
∣

∣ /B en fonction de κ j j (où i j sont xy ou zy

et j j sont xx ou zz) issus de plusieurs isolants suit une tendance empirique selon

laquelle les bornes sont données par une échelle de longueur. En effet, la relation

empirique qui fait intervenir la longueur magnétique ℓB =
p
ħ/eB et l’angle de Hall

permet l’extraction d’une longueur caractéristique dans les isolants λ2 = ℓ2
B

∣

∣κi j/κ j j
∣

∣.

On note que λ≃ 2-7 Å, ce qui correspond à la longueur d’onde minimale des phonons

permise par la distance intersites (ou interatomes). Un autre élément empirique à

considérer est que la conductivité thermique de Hall dans les isolants admet un pic

plus ou moins évasé (selon le matériau) qui correspond aussi à la température à

laquelle les phonons acoustiques conduisent le mieux, température généralement

située autour de 10-30 K. Cette observation signifie que le vecteur d’onde des phonons
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est suffisamment faible par rapport au vecteur d’onde des processus Umklapp mais

pas suffisamment pour que la diffusion par les parois de l’échantillon soit dominante.

Région intermédiaire induite sous champ 𝐵 ∼𝐵𝑐 Ð Les données mises

en évidence à la Fig. 3.20, toujours mesurées dans l’échantillon O2, sont impor-

tantes puisqu’elles viennent soulever certains doutes en lien avec la validité de la

demi-quantification de κxy/T observée par quelques études [1,115,116,216,222]. Les

résultats obtenus dans l’échantillon O2 montrent que la contribution des phonons

dans κxy est significative et que dans tout échantillon de α-RuCl3, toute contribution

au transport de Hall autre que celle des phonons vient s’ajouter à ces derniers. Tel

qu’observé par les auteurs de Kasahara et al. [1], le plateau correspondant à la demi-

quantification de κ2D
xy /T à raison de πk2

B/12ħ sur des intervalles de champ magnétique

et de température de seulement 6 T ≲B∥ ≲ 9 T et 3 K ≲B∥ ≲ 6 K n’est valide que si

le background phononique est précisément nul. Étant donné que l’observation de la

demi-quantification de la conductivité thermique de Hall n’a été observée que dans

les échantillons qui présentent le plus grand |κxx| [216,222], le scénario phononique

prend son sens. Autrement dit, plus |κxx| est grand, plus
∣

∣κxy
∣

∣ est grand, ce qui est en

accord avec les arguments mis de l’avant par les auteurs de Yamashita et al. [222]

et Kasahara et al. [216]. A contrario, il est difficile de croire que les fermions de

Majorana sont exclusivement responsables de κxy si dans l’échantillon O2, κxy/T ≃
0.04 mW.K−2.m−1 à B∥ = 7 T et T ≃ 6 K tandis que sous les mêmes conditions, κxy/T ≃
0.8 mW.K−2.m−1 dans l’étude japonaise [1] ; il s’agit d’un facteur 20 de différence

(voir la Fig. 3.20b). En somme, le fait que les phonons puissent contribuer à κxy rend

caduque le scénario des fermions de Majorana, puisqu’afin de pouvoir observer la

demi-quantification de la conductivité thermique de Hall, il faudrait des échantillons

de bonne qualité, donc de grand |κxx| de sorte que la contribution des fermions de

Majorana puisse persister en présence d’un grand background phononique, autrement

la demi-quantification n’est pas observable.

Région partiellement polarisée induite sous champ 𝐵>𝐵𝑐 Ð Les données

mesurées dans l’échantillon O5 qui sont colligées à la Fig. 3.23 ont été prises à des

valeurs de champ planaire B∥ supérieures à Bc et l’argument selon lequel les phonons

sont les agonistes de l’origine de κxy dans α-RuCl3 conserve toujours son sens. En

effet, κxx (T) /T et κxy (T) /T évoluent en tandem, et ce, à travers les trois régions du

diagramme de phases de la Fig. 1.25.
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s’agit de tracer les données de conductivité thermique en libre parcours moyen des

phonons en considérant le cas de la réflexion diffuse de ces derniers sur les parois de

l’échantillon tel qu’abordé à la Sec. 2.1.1. Afin de tracer les données de transport sous

forme de libre parcours moyen, il faut se servir de la formule cinétique du transport

de l’Éq. 2.8 en utilisant la chaleur spécifique phononique pour α-RuCl3 comme suit :

κph = 1
3

cphvphℓph = 1
3
βT3vphℓph (3.4)

où β≃ 1.22 mJ.mol−1.K−4 qui est extrait des mesures expérimentales de chaleur

spécifique de l’étude de Tanaka et al. [112]. La vitesse des phonons peut, quant à elle,

être estimée à partir de la formule de Debye de β ainsi qu’à partir de l’expression de

la température de Debye ΘD :

vph =
(

2π2k4
BVm

5βħ3

)1/3

(3.5)

où Vm ≃ 54.6 cm3.mol−1 est le volume molaire [236]. Suite à l’estimation de vph,

on obtient environ 1760 m.s−1. Maintenant, selon les dimensions de l’échantillon

considéré, il est possible d’estimer ce à quoi on pourrait s’attendre si les phonons dans

α-RuCl3 étaient diffusés par les parois de l’échantillon en considérant le libre parcours

moyen indépendant de la température ℓ0 = 2
p

A/π. Notons cependant que l’estimation

de l’Éq. 3.5 semble être considérablement basse par rapport à ce qu’on pourrait

s’attendre. D’ailleurs, l’étude expérimentale de la vitesse du son de Hauspurg et

al. [237] dans α-RuCl3 montre plutôt que la vitesse des phonons dans la plan serait

plutôt de 3300 m.s−1 pour la direction de propagation le long de l’axe a (q ∥ a, u ∥
a). Notons que les traits pointillés sur les Figs. 3.27a et 3.27c correspondent aux

estimation de la limite basse, i.e. en considérant 1760 m.s−1 plutôt que la valeur

expérimentale, donc les estimations serient supérieures.

À la Fig. 3.27, les données de κxx (T) sont tracées de sorte à pouvoir directement

comparer avec ce qui est attendu pour des phonons dffusés uniquement par les

dimensions de l’échantillon. De plus, notons qu’ici, les données correspondent à des

valeurs de champ qui se situent dans trois régions du diagramme de phases (voir la

Fig. 1.25), de sorte qu’il est possible d’observer l’effet de chaque région sur le transport
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phonons est moins dégradé dans la région partiellement polarisée. Sur la Fig. 3.27c,

les données de transport sont tracée en tant que libre parcours moyen comparé à

l’estimation de la réflexion diffuse. Cette façon de présenter les données permet de

voir aisément que plus le champ augmente, meilleur est le transport des phonons et

plus le leur libre parcours moyen se rapproche de l’estimation qui s’appliquerait à des

phonons diffusant exclusivement sur les parois. On peut encore une fois témoigner

qu’une autre source de diffusion autre que les dimensions dégrade le transport, en

l’occurrence les fluctuations de spins.

Dans la même veine, on peut souligner le fait qu’il est très difficile (voire im-

possible) de discriminer les différentes contributions au transport dans α-RuCl3. À

l’instar de Nd2CuO4 pour lequel les phonons et les magnons contribuent à la conducti-

vité thermique sont faciles à séparer [24], ce n’est pas le cas dans α-RuCl3 et dans

d’autres isolants tels que herbersmithite [132] et dmit [131]. Il se pourrait que la

force du couplage spins-réseau (magnétoélastique) soit une des raisons pour laquelle

d’autres contributions que celle des phonons ne puissent pas être clairement séparées

de cette dernière. Toutefois, cette hypothèse est purement spéculative. Néanmoins, il

est clair que le couplage magnétoélastique dans α-RuCl3 est important.

3.5 Variation de κxy et qualité des échantillons

Lors des Secs. 3.2 et 3.3, deux scénarios proposés pour expliquer les données de

conductivité thermique de Hall ont été décrits en détail. Le premier scénario qui

attribue l’observation de la demi-quantification de κxy est défendu par les groupes de

Y. Matsuda (Kyoto) et de H. Takagi (Stuttgart) tandis que le deuxième scénario qui

n’observe pas la demi-quantification attribue la dépendance en température de κxy aux

magnons topologiques. À la Sec. 3.4, nous avons abordé un troisième scénario, défendu

par le groupe de L. Taillefer et qui fait l’objet de cette thèse, voulant que le signal de

κxy est d’origine phononique. Nous avons vu que la variation dans l’amplitude de κxy,

corrélée à celle de κxx favorise le troisième scénario.

Tel que mentionné à la Sec. 1.4.1, α-RuCl3 est un matériau très mou, friable et

exfoliable ; similairement à un mille-feuille. Par ailleurs, un certain nombre d’études

ont fait mention de la fragilité du matériau et il est bien connu maintenant que toute
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contrainte mécanique sur un échantillon peut induire des défauts d’empilement, ce

qui engendre des variations importantes dans les données de transport de chaleur. De

plus, les paramètres utilisés lors de la croissance de cristaux tels que la méthode, la

température, la pression et les taux de refroidissement peuvent influencer la structure

cristalline [81,194].

Récemment, deux études du groupe de recherche d’ORNL (Oak Ridge) se sont

intéressées à l’effet qu’a la morphologie des échantillons de α-RuCl3 sur κxx et κxy.

La première étude de Zhang et al. [225] s’intéresse de quelle façon la déformation

mécanique délibérément induite dans l’échantillon influence de transport. Suite à

l’application de stress mécanique sur l’échantillon, la transition AF zigzag vers 7 K

d’un échantillon de bonne qualité se déplace vers 14 K tel qu’illustré à la Fig. 3.28a

dans les données d’aimantation et de chaleur spécifique. Les conductivités thermiques

des deux types de cristaux (cristal I : TN ≃ 14 K et cristal II : TN ≃ 7 K) sont

mises en évidence à la Fig. 3.28a (panneaux du bas). Le magnétisme du cristal II

sous TN est plus fort puisque l’augmentation de κxx est plus prononcée ainsi que la

dépendance en champ. Quant au cristal I, la variation de κxx sous TN est moindre.

Les auteurs de l’étude ont remarqué que bien que TN est bien distincte entre le

cristal I et le cristal II (tel qu’observé dans l’aimantation et la chaleur spécifique), la

température correspondant à la transition magnétique ordonnée est similaire dans

κxx soit d’environ 7 K. à environ 7 T le long de l’axe a, l’ordre zigzag à longue portée

est presque supprimé complètement, ce qui diffuse fortement les phonons.

À la Fig. 3.28b, des données de résistivité thermique λyx (B) pour un champ le

long de l’axe a dans les cristaux I et II entre 3 et 12 K permettent de construire les

diagrammes de phases T-B dont le gradient de couleur correspond à l’amplitude de

κxy/T. Les régions blanches correspondent à ±20% de κxy/T = K0/T. Pour le cristal I,

la région blanche en forme de "L" persiste sur une plus grande gamme de température

et de champ magnétique et cette signature a été observée dans les échantillons étudiés

par les auteurs de Bruin et al. [116]. Dans les cristaux II, la région blanche persiste à

plus haute température et champ magnétique.

Les observations de la première étude de Zhang et al. [225] permet d’observer deux

comportements différents de κxx et de κxy dans deux cristaux de qualités différentes.

Le résultat est important en lien avec le débat qui persiste à propos de la validité de
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le fait que les échantillons dans lesquels κxy/T = K0/T sont ceux dont |κxx| est la plus

élevée.

À la Fig. 3.29c, les données de κxy (B) /T à 5 K dans les échantillons de type

I et type II montrent un plateau entre 7 et 9 T, tel qu’observé par Kasahara et

al. [1]. Cependant, la dépendance en champ est aussi similaire à ce qui a été observé

par les auteurs de Czajka et al. [2, 118]. Les traits pointillés correspondent à des

fractions différentes de la valeur à demi-quantifiée prédite par la théorie. Il semble

donc que l’amplitude du plateau observé dans la conductivité thermique de Hall est

proportionnel à l’amplitude de la conductivité thermique, tel qu’avancé par les auteurs

de Yamashita et al. [222].

En résumant les conclusions des deux études de Zhang et al. [215,225], les condi-

tions pour observer la demi-quantification de κxy/T sont que les échantillons doivent

admettre une grande résistivité thermique λyx ou que les échantillons admettent une

grande conductivité thermique κxx, reflétant le faible nombre de défauts d’empilement.

3.6 Mécanismes proposés par les théories novatrices

de l’effet Hall thermique des phonons dans les

isolants

Le scénario proposé par le groupe Taillefer selon lequel le signal de κxy serait

attribué aux phonons n’est pas exclusif à α-RuCl3, comme il a été mentionné précédem-

ment. Étonnamment, une multitude de matériaux, tous magnétiquement différents,

mais tous isolants présentent un effet Hall thermique des phonons qui peut varier de

trois ordres de grandeur. Cependant, l’angle de Hall est toujours d’environ 1×10−3.

Ainsi, le cas de α-RuCl3 ne semble pas exclusif, mais avec le nombre d’études sur κxy

dans les isolants grandissant, l’avenue intéressante pour aborder la compréhension

du phénomène au niveau microscopique semble être le magnétisme ou le couplage

spins-phonons. Nous verrons à la Sec. 3.6 que certaines études ont proposé des méca-

nismes qui peuvent expliquer l’origine de κxy dans les isolants et qui tiennent compte

des phonons.
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3.6.1 Théories sur les isolants en général

Avec le nombre grandissant de matériaux magnétiques isolants qui présentent un

κxy souvent très grand, des équipes de recherche en théorie de la matière condensée

telles que l’équipe du Prof. Allan MacDonald (Université du Texas, USA), celle du Prof.

Steven Kivelson (Université Stanford, USA), celle du Prof. Subir Sachdev (Université

Harvard, USA) ou encore celle des Profs. Lucille Savary (Université de Lyon, France) et

Leon Balents (Université de Californie, USA) se sont penchées sur l’origine potentielle

de l’effet Hall thermique des phonons. Évidemment, l’approche naïve selon laquelle

les phonons ne peuvent se coupler directement au champ magnétique via la force de

Lorentz a été écartée d’emblée, mais c’est plutôt l’aspect du couplage de ces derniers à

leur environnement qui a été scruté. Sans entrer dans les détails, nous aborderons

les hypothèses qui sont proposées par chaque équipe théorique pour expliquer κxy

phononique.

Une première approche est celle qui a été appliquée à l’isolant Tb3Ga5O12 dans

lequel la première mesure d’effet Hall thermique des phonons a été observée [143,164].

Les auteurs de Mori et al. [146] ont proposé que les phonons acoustiques sont dif-

fusés sur des sites ioniques de Tb3+ en accès (ou en déficit) qualifiés d’impuretés

superstoechiométriques [238], ce qui résulte d’une interaction entre les phonons et

les sites chargés. Les auteurs de Flebus et al. [158, 159] ont proposé ce genre d’ap-

proche pour tenter d’expliquer le signal considérable de κxy qui a été observé dans les

cuprates [142,145,168] ainsi que dans l’antiferroaimant cubique Cu3TeO6 [169]. L’ap-

proche proposée par le groupe d’A. MacDonald considère une diffusion asymétrique

des phonons sur ces impuretés de charge.

Une autre approche est celle proposée par le groupe de S. Kivelson [149], qui

suggère une origine intrinsèque de κxy attribuée au couplage flexoélectrique des

phonons à leur environnement ferroélectrique, notamment pour l’isolant SrTiO3 [167]

et une origine extrinsèque attribuée à la diffusion des phonons sur des domaines

structuraux.

L’approche privilégiée pour l’origine intrinsèque de κxy les cuprates isolants est le

couplage des phonons aux magnons [155] ou aux spins [148,153], un paramètre d’ordre

magnétoélectrique [152] ou encore un champ fluctuant engendré par le couplage spins-
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réseau [156,157]. Quant à l’origine extrinsèque de κxy, l’origine suggérée proviendrait

de la diffusion des phonons sur des lacunes d’oxygène, agissant comme des sites

chargés superstoechiométriques de O2− [158,159], par la diffusion des phonons sur

des singularités due au couplage spins-réseau [154], par la présence d’impuretés

ou défauts à travers une diffusion résonante asymétrique ou encore par le phéno-

mène side-jump issu de la présence d’un défaut magnétique dans un environnement

ordonné [161].

Les théories sont abondantes, mais elles demeurent hypothétiques, puisque cer-

taines d’entre elles ne permettent pas une comparaison quantitative de l’angle de

Hall κxy/κxx et sont quelques ordres de grandeur inférieurs aux données mesurées

expérimentalement. À la prochaine sous-section, des calculs récents sur α-RuCl3 ont

été réalisés de sorte à réaliser qualitativement et quantitativement l’amplitude du

signal de Hall thermique qui a été observé dans les études de Lefrançois et al. [117] et

de Czajka et al. [118].

3.6.2 Calculs théoriques appliqués à α-RuCl3

Des études théoriques qui traitent de la conductivité thermique de Hall dans α-

RuCl3 mettent en lumière des calculs qui tiennent compte du couplage obligatoire être

fermions de Majorana et phonons [223,224] et de la présence de visons (excitations du

modèle de Kitaev pur qui transportent le flux Z2) mobiles qui possèdent un nombre

de Chern non-trivial [239] pour un couplage antiferromagnétique Kitaev (qui est en

pratique ferromagnétique). Des calculs partoniques en champ moyen sur le modèle

de Kitaev perturbé par le champ magnétique ont aussi montré l’évolution de la

conductivité thermique de Hall en fonction de l’angle entre le champ magnétique

et la direction [111] (i.e. la direction perpendiculaire au réseau hexagonal) et en

fonction de l’intensité du champ magnétique pour mettre en lumière trois différentes

phases, notamment la phase LSQ chirale non-abélienne (modèle de Kitaev pur), la

phase liquide de spins non-gappée U(1) avec surfaces de Fermi de spinons et la

phase triviale isolante partiellement polarisée [240]. Bien que ces études révèlent des

éléments riches du modèle de Kitaev (perturbé ou non-perturbé), elles ne tentent pas

nécessairement de réconcilier les données expérimentales et les calculs théoriques.
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À l’issue de leur étude, les auteurs de Li et al. [241] ont conclu que la contribution

intrinsèque des magnons seule, i.e. leur courbure de Berry, n’est pas suffisante pour

reproduire les données expérimentales. Aussi, en tenant compte du couplage spins-

réseau, un terme supplémentaire à l’origine intrinsèque de κxy permet un rapproche-

ment à l’amplitude des données expérimentales. De sorte à simuler quantitativement

les données, le dernier élément qui a dû être inclus dans le modèle théorique est la

présence d’un mécanisme d’origine extrinsèque des phonons tel qu’une diffusion sur

des impuretés par exemple qui est comparable en amplitude à leur contribution intrin-

sèque (courbe orange à la Fig. 3.30). Finalement, leur modèle exclut toute contribution

fermionique au transport de Hall thermique, comme les fermions de Majorana.



Chapitre 4

Oscillations de la

magnétoconductivité thermique

dans α-RuCl3

Le sujet de ce chapitre est l’observation d’un motif oscillant dans κxx (B) à basse

température dans α-RuCl3, qui a été attribué soit à des oscillations quantiques de

porteurs neutres ou à une série de transitions d’origine magnétique. À la Sec. 4.3,

je présente mes propres données qui ont fait l’objet d’une publication dans Physical

Review B : [É. Lefrançois et al. Phys. Rev. B 107, 064408 (2023)]. Je discuterai ensuite

du scénario prisé par le groupe Taillefer, qui est celui des anomalies magnétiques.

4.1 Motif oscillatoire dans κ (B)

Plusieurs études du transport thermique sous champ dans α-RuCl3 ont montré

des courbes de magnétotransport longitudinal κxx (B) (ou κ (B)), mais la plupart ne

faisaient pas état d’un motif oscillant particulier pour des températures inférieures à

environ 2 K. En effet, la plupart des études ne montraient que des courbes de κ (B) qui

affichent le creux typique de la conductivité près du champ critique Bc tel qu’illustré

à la Fig. 3.6b, mais sans grande densité de points expérimentaux.
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FIGURE 4.1 ± Mesures de magnétoconductivité longitudinale κ (B) montrant des
oscillations dans α-RuCl3. Données de κ (B) pour lesquelles le champ magnétique est
appliqué le long de l’axe a entre 0.8 et 5 K et pour lesquelles le motif oscillant persiste
entre 4 et 12 T. La figure est tirée de [2].

Dans l’étude de Czajka et al. [2], le groupe de recherche mené par le Prof. Phuan

Ong (Université Princeton, USA) a mis au jour des données de κ (B) comprises entre 0

et 14 T et entre environ 0.3 et 5 K dans lesquelles des oscillations considérables ont

été observées dans des échantillons de α-RuCl3, mises en évidence à la Fig. 4.1. Les

auteurs ont assimilé ces oscillations à des porteurs fermioniques de chaleur neutres

possédant une surface de Fermi et ont procédé à une analyse à la Shubnikov±de Haas

de sorte à extraire une masse effective desdits porteurs. En principe, des excitations

fermioniques neutres pourraient voir leur densité d’états osciller autour du niveau de

Fermi, puisque ces dernières, au même titre que les électrons, peuvent transporter

l’entropie. Or, le mécanisme qui couple ces spinons au champ magnétique externe

n’est pas forcément similaire à celui des électrons dans un gaz d’électrons 2D.

Dans la brève section suivante seront abordées les études du magnétotransport

κ (B) dans α-RuCl3 afin d’offrir au lecteur-trice une vue d’ensemble du travail expéri-

mental qui a été réalisé dans le candidat de LSQ Kitaev. C’est à partir de la Sec. 4.3

que seront dicutés les différents scénarios proposés pour expliquer les oscillations

dans κxx (B).
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4.2 Études précédentes du transport thermique

4.2.1 κxx (B), T < 1 K

De façon étonnante et jusqu’à récemment, il n’existait qu’une seule étude de

magnétoconductivité thermique κxx (B) sous 1 K pour un champ magnétique appliqué

dans le plan de α-RuCl3. L’étude de Yu et al. [220] met en lumière des données de

transport qui montrent une forte diminution de la magnétoconductivité autour du

champ critique Bc, tel qu’illustré à la Fig. 4.2b. Aux Figs. 4.2a et 4.2c, les mesures

de κxx (T) pour des valeurs de champ comprises entre 0 et 7.5 T et entre 7.5 et 9 T

respectivement voient leur pente (associée à la conductivité des phonons) diminuer

dramatiquement en champ lorsque B → Bc ≃ 7.5 T. L’interprétation alors proposée

pour expliquer un tel comportement est une augmentation de la diffusion des phonons

sur les fluctuations de spins au voisinage de la transition de phase AF, tel qu’il l’a été

abordé dans le chapitre précédent.
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FIGURE 4.2 ± Mesures de conductivité thermique κxx (T) à basses températures pour
des valeurs de champ magnétique dans le plan entre 0 et 9 T dans α-RuCl3. (a)
Données de κxx (T) /T dans la région AF zigzag, pour B∥ ∈ [0,7.5] T, entre 0.1 et 0.7 K.
(b) Coupes en température pour plusieurs valeurs de B∥ qui montrent un creux à Bc

entre 0.2 et 0.6 K, dû à la forte diffusion des phonons sur les excitations de spins. (c)
Données de κxx (T) /T dans la région polarisée, pour B∥ ∈ [7.5,9] T, entre 0.1 et 0.7 K.
Les figures sont tirées et adaptées de [220].

Les résultats de l’étude ont par la suite été corroborées par les études de Hen-
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trich et al. [74, 219] qui ont publié des courbes de κxx (B) à plus haute température

(T > 1 K) cette fois, pour conclure à la même interprétation qui subsiste au-delà des

basses températures.

Étant donné l’observation ultérieure d’oscillations, on peut s’attendre légitime-

ment à percevoir des anomalies oscillantes pour des champs supérieurs à Bc, mais

étant donné la très faible densité de points en champ ainsi que la limitation à B∥ à 9

T, il est impossible de discuter de ce point à partir des données de Yu et al. [220].

4.2.2 κxx (B), T > 1 K

Le champ magnétique, lorsqu’appliqué perpendiculairement aux plans hexago-

naux (le long de l’axe c∗), n’a qu’un très faible impact sur κxx ; causant une réduction

du signal d’au plus 5.5% [214,221] autour du pic de conduction des phonons (à environ

30-35 K et à 16 T). Pour B ⊥ c∗, la conductivité thermique montre une dépendance en

champ bien plus marquée, tel que vu par Yu et al. [220] à basse température. À plus

haute température (T > 2-3 K), les différentes études s’accordent qualitativement tel

qu’illustré à la Fig. 4.3.

Pour des températures supérieures à 2 K, les courbes montrent une importante

réduction de la conduction des phonons autour de Bc ≃ 6-7.5 T, jusqu’à n’être quasi

indépendante du champ au-delà d’environ 20 K.

L’ensemble des mesures de magnétoconductivité thermique depuis les premières

qui sont parues en 2017 par les auteurs de Leahy et al. [210], s’accordent sur sen-

siblement le même profil en champ ainsi que sur l’interprétation selon laquelle les

porteurs de chaleur principaux dans α-RuCl3 sont les phonons, mais que ces derniers

sont modulés par des procédés de diffusion importante avec les spins ; autrement

dit les phonons sont soumis à un fort couplage spin-réseau, témoignant de la forte

suppression de κxx (B) à Bc (voir la Fig. 4.3).

Remarquons finalement que le profil oscillant pour des champs planaires supé-

rieurs à Bc à 2-3 K n’est en général pas très apparent (voir indiscernable) sur les

courbes des différentes études mises en évidence à la Fig. 4.3, notamment celles de

Leahy et al. [210] (Fig. 4.3a) et de Bruin et al. [116] (Fig. 4.3d), soit par manque de
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résolution en champ, soit par la trop faible amplitude des anomalies. Il est toute-

fois possible, pour un oeil aguerrit, d’observer un profil faiblement oscillant dans les

courbes rouge et orange de la Fig. 4.3a, mais les auteurs de l’étude n’ont pas commenté

sur cette caractéristique.
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FIGURE 4.3 ± Mesures de κxx (B) pour plusieurs valeurs de T pour B le long du
plan ab dans α-RuCl3 comparant plusieurs études indépendantes. (a) Mesures de
κxx (B) normalisées comme la différence de magnétoconductivité thermique relative
pour T ∈ [2.5,20] K et B ∥ J. La figure est tirée de [210]. (b) Mesures de κxx (B)
pour T ∈ [6,130] K et B ∥ J. La figure est tirée de [74]. (c) Mesures de κxx (B) pour
T ∈ [2.5,7] K, pour θ = 60◦ ou θ = 45◦. J ∥ a et l’angle entre B et c∗ est θ = 60◦ ou θ =
45◦. La figure est tirée de [1]. (d) Mesures de κxx (B) pour T ∈ [2,8.6] K. J ∥ a et l’angle
entre B et c∗ est θ = 70◦. La figure est tirée de [116]. Note : Lorsqu’un angle sépare la
direction du courant de chaleur J et le champ magnétique total B, la composante du
champ le long de l’axe a est définie comme B∥ = Bsinθ, puisque θ sépare la direction
du champ total et l’axe c∗ de α-RuCl3.
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4.3 Notre étude de la magnétoconductivité thermique

Jusqu’à la publication récente des résultats de magnétoconductivité thermique

sous 1 K dans α-RuCl3, par les auteurs de Czajka et al. [2] et de Bruin et al. [107],

seuls ceux des auteurs de Yu et al. [220] l’ont été. Cependant, les caractéristiques

qui seront discutées dans cette section n’ont pas été aperçues par la dernière étude,

puisque la densité de points est trop faible (voir la Fig. 4.2b). Dans l’étude menée

à Sherbrooke dans le groupe Taillefer, la magnétoconductivité thermique pour un

champ complètement dans le plan B∥ le long du plan est étudiée précisément et sous

des conditions très fines qui ont permis de résoudre le motif oscillant. Cette étude

apporte une nouvelle approche dans la compréhension du transport à travers toutes

les régions du diagramme de phases et elle permet de mettre en lumière l’impor-

tance du magnétisme dans α-RuCl3. Nous verrons que l’interprétation préconisée par

l’équipe de Sherbrooke est celle selon laquelle le motif oscillant n’est pas dû à des

porteurs fermioniques neutres, mais plutôt à l’effet de transitions magnétiques sur la

conductivité des phonons.

J

b a
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B||a

J

b
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B||b

B||a

B||bS1 S2

FIGURE 4.4 ± Schéma des orientations du champ magnétique dans le plan, le long des
axes de haute symétrie de l’échantillon. Au total, deux échantillons S1 et S2 ont permis
de couvrir quatre configurations distinctes pour les mesures de magnétotransport
thermique.

Expérimentalement, les conditions de mesures ont été limitées à de basses tempé-

ratures (entre 0.15 et 5 K) et les balayages en champ magnétique ont couvert 15 T.

L’étude a été réalisée sur deux échantillons, S1 et S2, dont la direction du courant de

chaleur est orientée selon les axes de haute symétrie J ∥ a et J ∥ b, respectivement

(voir le Tab. 4.1). Dans cette étude, quatre séries de données ont été récoltées selon

autant de configuration (voir la Fig. 4.4), lesquelles sont explicitées ci-bas :
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• Échantillon S1 : B ∥ J ∥ a

• Échantillon S1 : B ⊥ J ∥ a

• Échantillon S2 : B ∥ J ∥ b

• Échantillon S2 : B ⊥ J ∥ b

où les échantillons ont été minimalement manipulés. Afin d’orienter le champ

magnétique selon les axes de haute symétrie, les blocs de cuivre sur lesquels les

échantillons sont fixés ont été tournés de 90◦ sur le montage illustré à la Fig. 2.22.

Étiquette Préparation Dimensions Origine
(L×w× t) 𝜇m3

S1 (J ∥ a) As grown (1805×945×130) UdeT
S2 (J ∥ b) As grown (885×840×110) UdeT

TABLEAU 4.1 ± Répertoire des échantillons de α-RuCl3 mesurés lors des mesures
de κ (B) à basse température. Chaque échantillon est décrit par une étiquette, une
méthode de préparation, ses dimensions et son origine. Tous ont été crus par la
méthode TCV.

Il est important de souligner le fait que le balayage en champ s’est fait suffi-

samment lentement afin d’éviter tout effet magnétocalorique des échantillons ; le

taux était donc de 0.04 T/min. L’effet magnétocalorique décrit l’échauffement d’un

échantillon lors d’un balayage du champ magnétique. En rampant suffisamment

lentement, l’échantillon a le temps de thermaliser avec le bloc de cuivre qui est à la

même température que le porte-échantillon T0. De plus, un mésalignement inférieur

d’au plus de 3-4◦ entre B et a ou b est envisageable, puisque les échantillons sont as

grown et donc bien que leurs côtés croissent majoritairement selon les directions de

haute symétrie, ces derniers n’ont pas été manipulés (ou coupé).

4.3.1 Résultats

Pour commencer, une courbe typique de magnétoconductivité thermique dans

α-RuCl3 est mise en évidence à la Fig. 4.5. Les données brutes de κ (B) montrent une

variation importante en fonction du champ magnétique et quelques structures sont

bien visibles, et ce, sans ajustement préalable des données. Les structures visibles
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qui sont indiquées par des flèches sont bien visibles et T = 0.81 K correspond à une

température qui permet sans difficulté particulière au lecteur-trice de se familiariser

sans peine aux éléments importants de ce genre de mesures dans α-RuCl3.

Tel que mentionné précédemment, peu de mesures de κ (B) ont été prises sous 1 K

dans α-RuCl3 et malgré ce fait, les mesures supérieures à environ 2 K ont permis de

capter partiellement la même dépendance en champ. C’est d’ailleurs le cas de l’étude

de Balz et al. [90], dans laquelle les auteurs ont observé la double structure dans

la susceptibilité magnétique et dans la magnétoconductivité thermique entre B∥ =

6-8 T qui est bien visible à la Fig. 4.5 et dont le deuxième creux est indiqué par Bc.

En effet, le double creux à 6 et 7.2 T correspond aux champs critiques de la phase

AF qui sont communément désignées par Bc2 et Bc1 (correspondant à B0 et Bc à la

Fig 4.5), respectivement tel qu’illustré à la Fig. 1.27. La structure oscillante débute

immédiatement lorsque α-RuCl3 atteint la région partiellement polarisée et cette

dernière est caractérisée par les anomalies aux minima locaux B1 et B2. À partir

d’une valeur de champ indiquée par B∗, la dépendance en champ de κ (B) est faible,

voir nulle.

À la Fig. 4.5, le diagramme de phases schématisé de α-RuCl3 couvre le même

intervalle de champ magnétique que les données de κ (B) dans l’échantillon S2 et

l’objet de cette étude est d’investiguer si l’origine des oscillations qui sont comprises

sur un intervalle d’environ 4 T sont intrinsèques aux excitations émergentes du LSQ

(région jaune) tel qu’il l’a été proposé par les auteurs de Czajka et al. [2] ou si ces

dernières sont expliquées par un autre phénomène. L’investigation indépendante de

la problématique est très importante, puisque la structure oscillante existe seulement

sur un faible intervalle de champ magnétique, pour lequel les études japonaises

abordées dans le chapitre précédent clament avoir observé la demi-quantification de

κxy/T assimilable aux fermions de Majorana sous la forme d’un plateau.

À la fig. 4.6, trois isothermes de magnétoconductivité thermique tracées comme

κ (B) /κ (15 T) pour les échantillons S1 (panneaux a et c) et S2 (panneaux b et d)

permettent de mettre en évidence l’évolution du profil oscillant en fonction de la

température croissante, et ce, pour chacune des configurations de champ; B ∥ a et

B ∥ b. Sur cette échelle normalisée, l’amplitude des oscillations s’amoindrit avec

l’augmentation de T, indépendamment de la configuration. La signature se perd
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l’intervalle de champ |B0 −Bc| ≃ |B1 −B2|.

Le fait d’avoir mesuré deux échantillons indépendants permet de conclure que

l’effet du champ est le même dans chaque échantillon et que la direction du courant

de chaleur J n’est pas un élément qui entre en jeu dans l’effet observé. Toutefois, il

est légitime de s’attendre à ce qu’un léger mésalignement du champ magnétique par

rapport aux axes de haute symétrie puisse affecter les valeurs de B0, Bc, B1, B2 et

B∗, mais malgré les faibles différences entre échantillons, l’effet de la direction de B

par rapport à a et b est universelle.

Ce qui est frappant dans les données est que selon la direction de B, la "période"

des oscillations varie d’un facteur environ 2. Aussi, on remarque que pour B ∥ a, B∗ ≃
12 T tandis que pour B ∥ b, B∗ ≃ 10 T, ce qui est particulièrement clair pour l’isotherme

à T = 0.25 K dans l’échantillon S2 (panneaux b et d à la Fig. 4.6).

Comparaison avec d’autres études

À la Fig. 4.7 sont comparées les données en noir des échantillons S1 à T = 1 K et

B ∥ J ∥ a (panneau a) et S2 à T = 0.45 K et B ∥ J ∥ b (panneau b) avec les études de

Czajka et al. [2], Bruin et al. [107] et Suetsugu et al. [242]. Les données sont tracées

de sorte que l’axe des abscisses correspondant au champ magnétique soit normalisée

par les valeurs de Bc respectives à chaque étude. Dans les deux cas, pour les deux

orientations du champ, peu importe la température, les positions en champ des

anomalies B1 et B2 sont cohérentes parmi les études. Malgré une certaine variation

de l’amplitude de |κ (B)| sur la gamme de champ, les données montrent un accord

qualitatif de la dépendance en champ, à l’exception des données de l’étude de Czajka et

al. [2] (rose) qui montrent la présence marquée d’oscillations pour des valeurs de

champ inférieures à B0, donc dans l’état ordonné AF zigzag. Pour l’ensemble des

études, toute anomalie pour B < B0 peu possiblement être expliquée par la présence

de transitions d’origine magnétique dans la région ordonnée qui ont été observées

dans des mesures de la constant diélectrique dans plusieurs échantillons de α-RuCl3
de qualités différentes par les auteurs de Mi et al. [106].

Les comparaisons entre différentes études discutées ci-haut ne font pas la distinc-

tion entre les échantillons qui ont été crus selon les méthodes Bridgman ou TCV. Les

Japonais mesurent généralement des échantillons crus par Bridgman, tandis que les
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Américains mesurent plutôt des échantillons crus par TCV. Les échantillons mesu-

rés à Sherbrooke qui proviennent du groupe de Y.-.J Kim à l’Université de Toronto

sont, eux aussi, crus par la méthode TCV. Attardons-nous maintenant aux variantes

des données de magnétoconductivité thermique selon la méthode de croissance. À la

Fig. 4.8a, sont comparées les données de κ (B) à T = 2 K pour B ∥ a de toutes les études

qui sont repertoriées dans la littérature. La comparaison n’est possible que si l’axe

des abcisses est normalisée par la valeur du champ critique Bc qui diffère quelque

peu selon les études ; elles sont comprises entre 7.14 et 7.69 T. On remarque de prime

abord que les courbes rouge et verte sont pratiquement identiques et présentent des

oscillations même dans la phase AF pour B < Bc. Ces données ont été prises dans

des échantillons crus par la méthode TCV à Oak Ridge National Laboratory (USA)

et à Stuttgart (Allemagne), respectivement. Les données des courbes bleue, orange,

mauve et noire montrent sensiblement la même dépendance en champ pour B < Bc

sans structure oscillante.

On remarque ensuite une certaine variabilité d’amplitude du signal |κ (B)| selon

les études. Plusieurs études ont montré que le transport thermique dans α-RuCl3
est dominé par la conduction des phonons, autant à haute température [74,117] qu’à

basse température [220], argument qui est renforcé par l’absence d’un terme résiduel

linéaire dans la limite T → 0 K. En adoptant ce scénario sans même tenir compte

des oscillations (ou anomalies) dans κ (B), les données des courbes rouge et verte

conduisent moins bien, que les autres données, notamment celles de l’échantillon S1.

Ceci peut être traduit par un niveau de désordre plus élevé dans les échantillons

présentant les plus bas |κ (B)|.

Aux Figs. 4.8b et 4.8c, sont séparées les données des échantillons crus selon

les méthodes TCV et Bridgman (respectivement). On note que la courbe noire de

l’échantillon S1 s’apparente davantage aux courbes orange et bleue, lesquelles ont été

mesurées dans des échantillons crus par Bridgman, et ce, malgré que l’échantillon S1

ait été cru par TCV. Quant aux courbes rouge et verte, elles ont été mesurées dans

des échantillons crus par TCV et elles présentent une structure oscillante beaucoup

plus marquée que tous les autres échantillons ; l’amplitude relative des oscillations

par rapport à l’amplitude du signal est plus élevée. Quant à la courbe mauve dont les

données ont été prises dans un échantillon cru par TCV, montre une dépendance en

champ intermédiaire entre les deux extrêmes, puisqu’autour de B/Bc ∈ [0.8,1.5], les
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données s’apparentent davantage à celle des courbes rouge et verte tandis qu’ailleurs,

elles s’apparentent davantage aux données des courbes noire, bleue et orange.

À l’issue de ces constats, il est difficile d’expliquer les divergences entre les

différentes courbes, mais un argument global qui pourrait répondre partiellement à

cette question est sans aucun doute la question de la qualité des échantillons. Il y a, tel

que mentionné ci-haut, l’amplitude de |κ (B)| qui reflète la qualité de l’échantillon, mais

aussi la structure cristalline qui peut présenter des mixtures de phases différentes à

la suite du refroidissement de l’échantillon, tel que montré par l’étude de Zhang et

al. [215]. La structure cristalline de α-RuCl3 à basse température est toujours sujette

à débat et pourrait varier selon la qualité cristalline de l’échantillon.

4.3.2 Oscillations dans κ (B)

Nature des porteurs de chaleur

Comme brièvement mentionné à la sous-section précédente, les porteurs de cha-

leur dans α-RuCl3 sont les phonons. Dans le régime de température au-dessus de 7 K,

régime libre d’oscillations dans κxx, jusqu’à haute température, le modèle phénoméno-

logique proposé par les auteurs de Hentrich et al. [74,219] selon lequel les porteurs

sont des phonons qui sont diffusés par des fluctuations de spins fonctionne remar-

quablement bien. En effet, ce modèle décrit essentiellement qu’avec l’augmentation

du champ magnétique dans le plan, le spectre des excitations magnétiques se gappe

avec l’augmentation de B∥ et capte les changements dans κxx (T). Dans ce régime de

hautes températures, les phonons dominent le transport de la chaleur.

Dans le régime qui fait l’objet de cette présente étude, soit le régime dans lequel

persiste la structure oscillante (T < 4 K), la question se pose si les phonons sont

toujours les excitations dominantes de κxx. Une étude de chaleur spécifique menée

par les auteurs de Tanaka et al. [112] dans α-RuCl3 montre que la chaleur spécifique

magnétique C (T) est anisotrope, tel que mis en évidence à la Fig. 4.9a. La contribution

magnétique de la chaleur spécifique sous environ 3 K montre que C (B ∥ b)> C (B ∥ a).

Les auteurs de l’étude ont interprété ces résultats comme étant les signatures de la

chaleur spécifique de fermions non-gappés pour B ∥ b et gappés pour B ∥ a, puisque
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les évolutions de C (T) /T ∼ T et C (T) /T ∼ e∆/T respectives simulent des contributions

fermioniques non-gappées et gappées.

Une étude de conductivité thermique à basse température menée par les auteurs

de Suetsugu et al. [242] montre la même anisotropie κ (B ∥ b)> κ (B ∥ a) sous environ

0.5 K tel qu’illustré à la Fig. 4.9b. Les auteurs attribuent la différence entre κ (B ∥ b)

et κ (B ∥ a) à la contribution des quasiparticules fermioniques. L’argument selon lequel

les quasiparticules fermioniques de type Dirac diffusent les phonons est avancé

puisque ∆κ ≡ κ (B ∥ b)−κ (B ∥ a) ∼ T2, tel que montré à la Fig. 4.9c, ce qui, d’après

l’argumentaire serait la signature de fermions de Majorana non-gappés (cônes de

Dirac) qui sont progressivement excités avec l’augmentation de T.

Il est cependant difficile d’être convaincu de cette interprétation, puisque les

auteurs observent un changement d’anisotropie κ (B ∥ a) > κ (B ∥ b) à environ 1 K

(voir la sous-figure de la Fig. 4.9b), puisque ce changement d’anisotropie est aussi

observé dans les données prises à Sherbrooke dans les échantillons S1 et S2 (voir la

Fig. 4.10) ; ces faibles effets du champ magnétique sur κ sont probablement explicables

par une anisotropie de la diffusion magnétique des phonons. De plus, les auteurs de

Suetsugu et al. [242] suggèrent que l’augmentation marquée de la magnétoconductivé

thermique à B∗ est attribuée à une transition de phase de premier ordre topologique

engendrée par la physique du LSQ Kitaev, avançant que cette anomalie n’est visible

dans κ (B) que lorsque B ∥ a.

Or, l’étude menée à Sherbrooke dans les échantillons S1 et S2 montre que cette

anomalie est observable pour les deux directions de champ magnétique, telle que

mise en évidence à la Fig. 4.11. Les données de κ (B) sont normalisées à B/Bc en

abcisse, afin de mettre l’importance sur l’anisotropie à 0.2 K. Les intervalles |B1 −B2|
et |Bc −B∗| évoluent tous deux par un facteur environ 2 entre B ∥ a et B ∥ b, ce qui

suggère une anisotropie causée par le champ magnétique et dont la cause semble

être d’origine magnétique, ce qui en accord avec l’intervalle |B0 −Bc| qui évolue lui

aussi d’un facteur environ 2 entre B ∥ a et B ∥ b. Donc, contrairement à l’argumentaire

proposé par les auteurs de Suetsugu et al. [242], les anomalies observées dans les

échantillons S1 et S2 mesurés à Sherbrooke sont cohérentes entre B ∥ a et B ∥ b, ce qui

suggère qu’il n’y ait aucune raison de croire qu’une transition de phase topologique se

produit à B∗. D’après cette étude de conductivité thermique à basse température, il n’y
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a rien qui indique clairement la présence d’excitations fermioniques ou toutes autres

excitations hormis les phonons comme quasi-particules responsables du transport

dans la phase partiellement polarisée i.e. pour B > Bc. Dans cette région, les magnons

pourraient contribuer, mais ces derniers sont gappés au-delà d’environ 20 K à B∥ ≃
8.5-9 T [71].

Origine des oscillations

Bien que les oscillations observées dans κ (B) par les auteurs de Czajka et al. [2]

aient été attribuées à des oscillations quantiques d’excitations neutres dans la région

intermédiaire induite sous champ, l’interprétation de ces oscillations par l’étude

menée à Sherbrooke atteste plutôt de transitions successives, probablement d’origine

magnétique. Les arguments en faveur de ce dernier scénario sont nombreux et ils

promeuvent aussi le scénario selon lequel le transport est dicté par les phonons.

Des études théoriques se sont penchées sur la possibilité d’oscillations quantiques

dans des systèmes isolants provenant de porteurs neutres tels que des spinons. La

première étude d’O. I. Motrunich [243] a proposé un formalisme à la Landau pour

les électrons dans un gaz bidimensionnel mais pour des spinons dans un isolant de

Mott. Le modèle a initialement été appliqué au modèle de spins frustrés Heisenberg

sur réseau triangulaire à demi-remplissage et donc potentiellement applicable au

candidat de LSQ organique κ-(ET)2Cu2(CN)3. Motrunich a montré qu’en présence d’un

champ magnétique externe, les champs de jauges émergents se couplent à ce dernier

de sorte à générer un champ magnétique hors-plan auquel se couplent les spinons

pour effectuer leur mouvement orbital, ce qui conduirait à une quantification de

Landau des spinons. Plus récemment, les études théoriques de Sodemann et al. [244]

et de Chowdhury et al. [245] ont concentré leurs efforts sur les signatures des spinons

dans les LSQ, notamment applicable au candidat SmB6 [246].

Les résultats de l’étude de Sherbrooke sur les échantillons S1 et S2 ne corroborent

cependant pas la physique des porteurs de chaleur fermionique neutres tels que les spi-

nons ou les fermions de Majorana, mais plutôt celle des phonons. Le premier élément

en défaveur du scénario des oscillations quantiques est le fait que pour l’ensemble des

mesures menées dans les échantillons S1 et S2, le champ magnétique a été appliqué

complètement le long des plans hexagonaux. Or, dans un système 2D, toute surface

de Fermi attendue est un cylindre dont l’axe est dirigé perpendiculairement aux
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plans (i.e. parallèle à l’axe c∗), tel que le métal quasi-2D Sr2RuO4 [247] dont aucune

oscillations ne seraient observables pour B ∥ a (ou B ∥ b). Assimiler les oscillations

vues dans α-RuCl3 par les auteurs de Czajka et al. [2] à des spinons impliquerait que

la surface de Fermi serait 3D, ce qui est difficile à accepter pour ce matériau qui est

fortement 2D.

Le second élément à tenir en compte est en lien avec l’amplitude relative des

oscillations dans κ (B). À la Fig. 4.12a, on note que l’amplitude (creux à pic) des oscil-

lations à environ 1 K et à 10 T représente environ 50% de l’amplitude du background

du signal même (i.e. le signal sans oscillations) pour la courbe rose [2], ce qui est

bien supérieur à ce qui a été observé dans les oscillations quantiques électroniques.

Dans le cuprate YBa2Cu3Oy par exemple, les oscillations quantiques provenant du

mouvement orbital des électrons représentent approximativement 0.2% du signal

(creux à pic) à 1.8 K et à 45 T [248] (voir la Fig. 4.12b). Dans le semi-métal de Weyl

TaAs, des oscillations quantiques provenant des électrons ont été observées et sont, à

l’inverse, gigantesques, représentant approximativement 300% du signal à 2 K et à 7

T [249] (voir la Fig. 4.12c). Ceci dit, pour les cas de YBa2Cu3Oy et TaAs, les oscillations

sont d’origine électronique, mais le cas de TaAs est particulier. Dans ce semi-métal,

les oscillations quantiques géantes sont causées par un type d’excitations bosoniques

collectives des fermions de Weyl qui se propagent le long du champ magnétique,

attribuables aux vallées de Weyl (dispersion des fermions de Weyl) chirales. Leur

contribution aux oscillations quantiques pour B ∥ J ∥ c sont, dans ce cas particulier

(qui n’a rien à voir avec α-RuCl3) est particulièrement importante. Pour davantage de

détails théoriques, il faut consulter l’étude de Z. Song et X. Dai [250].

Le troisième élément à considérer est la question du désordre. En effet, à la

Fig. 4.7, en comparant les courbes noire (échantillon S1) et rose (données de Czajka et

al. [2]), l’amplitude de la magnétoconductivité thermique à 1 K de l’échantillon S1

est supérieure à celle des données de Princeton, ce qui suggère que la qualité de

l’échantillon mesuré à Sherbrooke est supérieure à celle de l’échantillon de Princeton ;

ce qui reflète moins de défauts d’empilements ou de domaines par exemple. Pourtant,

l’amplitude des oscillations de l’échantillon de Princeton est considérablement supé-

rieure à celles de l’échantillon S1 ; ce qui contredit la théorie de Landau selon laquelle

l’amplitude des oscillations augmente exponentiellement avec la pureté du système,

synonyme de l’augmentation du libre parcours moyen des électrons (fermions).
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Un quatrième élément à considérer en défaveur du scénario des oscillations

quantiques est en lien avec l’étude de l’anisotropie dans les échantillons S1 et S2 à

la Fig. 4.11. Les auteurs de Czajka et al. [2] suggèrent que les deux anomalies à B1

et B2 apparaissant entre Bc et B∗ sont dues à des oscillations quantiques, mais pour

quelle(s) raison(s) devrait-il y avoir seulement deux périodes entre ces deux champs

caractéristiques ? Les auteurs proposent que l’état LSQ persiste jusqu’à B∗ puisqu’au-

delà, κ (B) n’oscille plus et est faiblement dépendante du champ, or la période des

oscillations quantiques est une propriété intrinsèque de l’état LSQ, cette dernière

étant imposée par le volume de la surface de Fermi des fermions neutres (spinon

non-gappés) prétendus. Tel que mis en évidence à la Fig. 4.11, lorsque B ∥ a change

pour B ∥ b, la période des oscillations se contracte d’un facteur 2, tout comme les

intervalles |B0 −Bc| et |Bc −B∗|, phénomène qui n’appuie aucunement les oscillations

quantiques. Les oscillations qui persistent sur deux périodes exactement entre Bc et

B∗ (pour B ∥ a) sont nécessairement issues du hasard, puisque le même phénomène

se manifeste pour la direction de champ perpendiculaire (B ∥ b) ; si la période des

oscillations quantiques change, c’est que la topologie de la surface de Fermi change

conséquemment, ce qui n’a rien à voir avec Bc et B∗.

D’après ce qui a été mesuré dans l’étude de Sherbrooke dans les échantillons S1 et

S2 à la Fig. 4.11, les oscillations persistent sur deux périodes entre Bc et B∗ pour les

deux directions de champ magnétique planaire B ∥ a et B ∥ b et la période se contracte

d’un facteur environ 2 de B ∥ a à B ∥ b, toujours entre Bc et B∗. Le champ seuil B∗

définit ainsi la fin du profil oscillant dont la dernière oscillation est centrée à B2. La

conclusion de l’étude de magnétotransport thermique de Sherbrooke propose donc

que les minima centrés à B1 et B2 sont aussi, tout comme B0 et Bc, des transitions

successives qui peuvent être identifiées sur une certaine gamme de température

étendue (voir la Fig. 4.10) sur le diagramme de phases B∥−T de α-RuCl3, tel qu’il l’a

été proposé par les auteurs de l’étude de Bruin et al. [107] sur la base que les mêmes

anomalies de celles de κ (B) ont été observées dans les mesures d’aimantation.

Bien que l’origine de ces transitions dans α-RuCl3 doive être explorée davantage,

leur position en champ est cohérente entre toutes les études, et ce, peu importe la

valeur de Bc qui peut varier selon l’orientation du champ magnétique par rapport à a

ou b, la qualité des monocristaux ou la méthode de croissance (voir les Figs. 4.7 et 4.8),

ce qui semble corroborer l’idée selon laquelle ces anomalies (probablement d’origine
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magnétique) consistent en une caractéristique générique du matériau. Cependant, les

très faibles signatures de ces anomalies dans les mesures de chaleur spécifique des

échantillons S1 et S2 indiquent qu’ils sont des échantillons de bonne qualité (selon ce

critère) et que ces structures magnétiques n’occupent assurément pas tout le volume

de l’échantillon, mais qu’elles peuvent être nucléées par des défauts locaux dans la

structure cristalline tels que des défauts d’empilement.

Cette hypothèse est d’ailleurs en accord avec les résultats de l’étude de Mi et

al. [106] sur la constante diélectrique de α-RuCl3. Les auteurs ont étudié les anomalies

dans ϵ (B) dans trois échantillons de qualités variables. À la Fig. 4.13a, les courbes de

chaleur spécifique sur ces trois échantillons montrent une réduction du pic à TN et

l’apparition plus marquée des transitions à environ 10 et 14 K avec la diminution de

la qualité. cristalline ; l’échantillon 1 étant donc de meilleure qualité.

Tel que mentionné ci-haut, les structures magnétiques entre Bc et B∗ sont proba-

blement reliées directement à la qualité cristalline, ce qui est corroboré par l’étude

de Mi et al. [106], dans laquelle les anomalies sont tracées dans des diagrammes de

phases pour les trois échantillons de différente qualité et pour les deux directions

de champ B ∥ a et B ∥ b à la Fig. 4.13b. Pour l’échantillon 3 de moindre qualité, les

régions magnétiques sont beaucoup plus isotropes (i.e. pour B ∥ a et B ∥ b) que pour

l’échantillon 1. Ce dernier montre bien la présence de la région délimitée par Bc2 (un

"X" ici) ainsi que les phases zigzag et moins l’échantillon possède de défauts d’empile-

ment, plus les régions zz2 et zz3 sont anisotropes. D’après les résultats de cette étude,

il serait plausible de proposer que si un monocristal de α-RuCl3 était complètement

libre de défauts cristallins (ce qui est utopique en pratique), il n’y aurait qu’une seule

transition AF à Bc ≃ 7-7.5 T dans la chaleur spécifique ou dans l’aimantation ainsi que

certaines sous-structures sous Bc (B < Bc) et aucune signature de B1 et B2 dans les

propriétés thermodynamiques ou le transport thermique. En effet, dans l’échantillon

3, les anomalies dans les données de ϵ (B) suggèrent une transition à environ 10 T, ce

qui correspondrait à B1 ou B2 et délimite en l’occurrence une région qui commence à

14 K à 0 T.
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FIGURE 4.6 ± Mesures de κ (B) normalisées à 15 T à T = 0.25, 0.90 et 1.9 K dans les
échantillons S1 et S2 pour B ∥ a et B ∥ b. Données de κ (B) /κ (15 T) dans l’échantillon
S1 pour (a) B ∥ a et (c) B ∥ b à T = 0.22, 0.90 et 1.84 K. Données de κ (B) /κ (15 T) dans
l’échantillon S2 pour (b) B ∥ a et (d) B ∥ b à T = 0.25, 0.93 et 2.02 K. Les anomalies à
B1, B2 et B∗ sont identifiées à l’aide de traits pointillés noirs.
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FIGURE 4.8 ± Mesures de κ (B) dans α-RuCl3 à 2 K pour B ∥ a qui comparent les
méthodes de croissance TCV et Bridgman de différentes études. (a) Données de κ (B)
à T = 2 K et dont le champ est normalisé par Bc pour B ∥ a qui compare l’échantillon
S1 (noir ; T = 1.99 K, Bc = 7.69 T), les études de Bruin et al. [107] (bleu ; T = 2 K, Bc

= 7.14 T et vert ; T = 2 K, Bc = 7.14 T), l’étude de Czajka et al. [2] (rouge ; T = 1.74
K, Bc = 7.22 T), l’étude de Suetsugu et al. [242] (orange ; T = 2 K, Bc = 7.16 T) et
l’étude de Zhang et al. [225] (mauve ; T = 2 K, Bc = 7.52 T). Dans tous les cas, B ∥ J ∥ a.
(b) Comparaison des échantillons crus par la méthode TCV. (c) Comparaison des
échantillons crus par la méthode Bridgman. Les traits noirs pointillés indiquent les
anomalies à Bc, B1 et B2.
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c

FIGURE 4.9 ± Mesures de l’anisotropie dans la chaleur spécifique magnétique C (T) /T
et la conductivité thermique κ (T) /T pour B ∥ a et B ∥ b dans α-RuCl3 dans la phase
intermédiaire induite sous champ B > Bc. (a) Données de C (T) /T −βphT2 à 12 T, ne
laissant que la contribution magnétique de la chaleur spécifique. Les traits noirs sont
des fits qui modélisent les contributions des fermions de Majorana et des flux Z2. Le
fit pour B ∥ b suggère la présence de fermions dont la dispersion est de type Dirac
(non-gappée) tandis que celui pour B ∥ a suggère la présence de fermions gappés. La
sous-figure montre les données de C (T) /T2 pour B ∈ [8,12] T et la présence d’un terme
en T2 de la chaleur spécifique dans la limite T → 0 K attribuable à des fermions de
Dirac. La figure est tirée de [112]. (b) Données de κ (T) /T à B = 9.5 T pour B ∥ a et
B ∥ b sous 0.5 K. La sous-figure montre les mêmes données tracées comme κxx (T) /T
en fonction de T2 sous un peu plus de 1 K. La figure est tirée de [242]. (c) Données de
∆κ (T) /T2 à B = 9.5 T sous 1 K. Ici, ∆κ≡ κ (B ∥ b)−κ (B ∥ a) correspond à la contribution
des quasi-particules fermioniques natives du LSQ Kitaev. La figure est tirée de [242].
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FIGURE 4.10 ± Ensemble des isothermes de données de magnétoconductivité ther-
mique κ (B) pour les échantillons S1 et S2 de α-RuCl3. Isothermes tracés comme
κ (B) /T3 en représentation semi-logarithmique pour l’échantillon S1 (J ∥ a) pour (a)
B ∥ a et (c) B ∥ b et pour l’échantillon S2 (J ∥ b) pour (b) B ∥ a et (d) B ∥ b. Les données
sont tracées comme κ (B) /T3 à des fins de visibilité.
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FIGURE 4.11 ± Mesures de κ (B) montrant l’anisotropie entre B ∥ a et B ∥ b à T =
0.2 K dans α-RuCl3. Données de κ (B) dont l’axe des abscisses est normalisée à B/Bc

pour deux directions du champ magnétique B ∥ a (rouge ; échantillon S2, T = 0.2
K, Bc = 7.2 T) et B ∥ b (bleu ; échantillon S1, T = 0.22 K, Bc = 7.7 T). Les flèches
indiquent les anomalies à B1 et B2 ainsi que le champ seuil B∗ au-dessus duquel
les oscillations disparaissent. La période des oscillations (|B1 −B2|) s’ajuste avec le
largueur de l’intervalle entre les transitions induites sous champ (|Bc −B∗|), les deux
se compriment environ de moitié lorsque le champ passe de la configuration B ∥ a à la
configuration B ∥ b.
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FIGURE 4.12 ± Mesures d’oscillations de κ (B) dans l’isolant de Mott α-RuCl3, le
cuprate supraconducteur YBa2Cu3Oy et le semi-métal de Weyl TaAS. (a) Courbes
de κ (B) entre 0.78 et 4.7 K pour B ∥ a montrant des oscillations dans α-RuCl3. La
figure est tirée de [2]. (b) Courbes de κ (B) à 1.8 K (bleu) et 8 K (rouge) dans le métal
YBa2Cu3Oy pour B ⊥ J montrant des oscillations quantiques électroniques au-delà
d’environ 45 T. La figure est tirée de [248]. (c) Courbes de κ (B) (rouge) et de σ (B)
(convertie en canal thermique via la loi de Wiedemann-Franz) (noir) à 2 K pour B ∥ J
dans le semi-métal de Weyl TaAs. Les oscillations quantiques sont attribuées à des
fermions de Weyl. La figure est tirée de [249].
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FIGURE 4.13 ± Diagrammes de phases construits à partir des anomalies dans la
constante diélectrique ϵ (T) et ϵ (B) de α-RuCl3 selon différentes qualités d’échantillons.
(a) Courbes de chaleur spécifique à 0 T dans trois échantillons de qualité variable.
(b) Diagrammes de phases expérimentaux construits à partir des anomalies dans
ϵ (T) et ϵ (B) pour les deux configurations de champ B ∥ a et B ∥ b. Selon la qualité des
cristaux, l’anisotropie entre les deux directions de champ est plus ou moins conservée
et les cristaux de piètre qualité montrent une phase magnétique à TN ≃ 14 K. Les
figures sont tirées de [106].
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4.4 Autres interprétations

Oscillations quantiques

Tel que mentionné à plusieurs reprises à la section précédente, les auteurs de

Czajka et al. [2] proposent une interprétation basée sur les oscillations quantiques

pour expliquer les oscillations dans κ (B). Les auteurs ont effectué des mesures de

magnétoconductivité thermique dans plusieurs échantillons de α-RuCl3 similairement

à l’étude de Sherbrooke. Ils ont aussi étudié l’effet d’un angle θ qui sépare l’axe de

haute symétrie a et le champ magnétique (i.e. B∥ = Bcosθ) pour montrer que la

composante du champ magnétique qui compte est celle qui est projetée dans le plan,

le long de a ou b.
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FIGURE 4.14 ± Analyse à la Lifshitz-Kosevich des oscillations de κ (B) périodiques en
1/B dans α-RuCl3. (a) Isothermes de la partie oscillante de la magnétoconductivité
thermique ∆κ/κbg entre 0.43 et 3.97 K. (b) Courbes de ∂κ (B) /∂B en fonction de 1/B
pour différentes directions de B∥ montrant une périodicité en inverse de B sous 1
K. (c) Courbes de l’incrément entier ∆n entre deux minima en fonction de 1/B pour
différentes directions de B∥ montrant la linéarité donc la périodicité en inverse de B.
Un changement de pente est observé lorsque l’échantillon pesse de la phase ordonnée
à la région induite sous champ pour B > Bc. Les figures sont tirées de [2].

Afin de baser leur argumentaire en faveur des oscillations quantiques, les au-

teurs ont isolé la partie oscillante de κ (B) en soustrayant la partie non-oscillante

(le background), tel qu’illsutré à la Fig. 4.14a. Leurs résultats ont été interprétés en

termes d’oscillations quantiques selon le formalisme de Lifshitz-Kosevich, de sorte

qu’ils observent une périodicité en 1/B des oscillations tel qu’illustré aux Figs. 4.14b

et 4.14c. De plus, ils observent un changement de période lorsque B > Bc dans la
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pente de l’incrément en champ tel qu’illustré à la Fig. 4.14c. Finalement, l’évolution

en température de l’amplitude de la composante oscillante de κ (B) (Fig. 4.14a) imite

ce qui est attendu par la théorie de Lifshitz-Kosevich :

∆κ

κbg
= X (T)

sinh[X (T)]
(4.1)

avec X (T) ∝ m∗T/B où m∗ est la masse effective des fermions. Les résultats

suggèrent que les porteurs fermioniques neutres ont one masse près de celle de

l’électron (environ 0.64me) à 8.4 T. Malgré le fait que les données d’oscillations quan-

tiques périodiques en 1/B de l’étude de Czajka et al. [2] montrent une dépendance en

température de l’amplitude des oscillations similaires à celle offerte par la théorie

de Lifshitz-Kosevich applicable aux électrons, il n’est pas clair si cette théorie peut

s’appliquer naïvement à la magnétoconductivité thermique de la même façon qu’elle

s’applique à la magnétorésistance dans un métal. De plus, peu importe quel scénario

est considéré, les données de κ (B) sont majoritairement (sinon totalement) d’origine

phononique, ce qui peu poser problème dans l’emploi de la théorie.

Au niveau théorique, une seule étude d’I. Sodemann-Villadiego [251] s’est pen-

chée sur la possibilité d’observer des oscillations quantiques provenant de porteurs

neutres ayant une surface de Fermi dans α-RuCl3 lorsqu’un champ magnétique est

complètement dans le plan hexagonal. Le modèle de Sodemann-Villadiego s’apparente

fortement à ceux de Motrunich [243] et de Sodemann et al. [244], mais tient compte

des symétries particulières de α-RuCl3. À l’issue de ces particularités, Sodemann-

Villadiego propose qu’il serait possible de retrouver une variété de LSQ nommée

pseudoscalaire U(1).

Sans entrer dans les détails théoriques qui sont assez complexes, le champ ma-

gnétique B∥ qui induit la phase intermédiaire induite sous champ se voit couplée

aux champs de jauge émergents de la théorie pseudoscalaire U(1) et ces derniers pro-

duisent une composante perpendiculaire aux plans hexagonaux à laquelle se couplent

les spinons pour suivre le mouvement orbital conventionnellement attendu pour les

électrons quasi libres d’un gaz 2D. Dans ce modèle théorique assez poussé, l’intensité

des champs de jauges est estimée être 1000 fois supérieure que l’intensité du champ

physique appliqué (ce qui est difficile à croire) et les spinons respectent la symétrie
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particule-trou dans lequel les populations sont compensées, comme dans un semi-

métal. Le fait que la composante hors plan induite par le champ magnétique physique

B∥ soit perpendiculaire au plan hexagonal suggère un caractère 3D des oscillations

quantiques malgré le caractère fortement 2D du réseau. Pour davantage de détails, il

faut consulter les études de Motrunich [243] et de Sodemann et al. [244].

Pour résumer, la particularité du modèle de Sodemann-Villadiego [251] est qu’en

tenant compte des symétries particulières de α-RuCl3, les oscillations de la surface

de Fermi sont visibles dans les calculs de κ (B) peu importe la direction du champ

magnétique dans le plan hexagonal, cependant lorsque B ∥ b, κxy est nul, tel qu’observé

expérimentalement [2,115]. Autrement dit, l’étude inclut les ingrédients comme les

arguments de symétrie afin de produire une théorie de LSQ applicable à α-RuCl3
et surtout de façon à ce que les prédictions soient en phase avec les observations

expérimentales.

Une étude récente de la décomposition thermique de α-RuCl3 a été menée par les

auteurs de Breitner et al. [252]. L’étude s’est penchée sur l’effet qu’a un traitement

thermique sous atmosphère d’argon sur des monocristaux de α-RuCl3 de haute qualité

(ne montrant qu’une seule transition à TN ) pour observer une diminution de la masse

au profit d’une déchlorination qui laisse place à une oxydation de surface de RuO2.

Les mesures de chaleur spécifique montrent l’apparition d’un terme électronique

Ce (T)∼ γT à basse température lorsqu’une fraction de la masse de l’échantillon laisse

place à une fraction de masse de RuO2, tel que mis en évidence à la Fig. 4.15.

Les auteurs proposent qu’à basse température, où la domination des phonons

dans la chaleur spécifique (Cph (T)∼βT3) laisse place à celle des électrons (à T → 0

K), l’aspect davantage métallique de α-RuCl3 peut potentiellement changer les pro-

priétés de transport, notamment en lien avec la conductivité thermique de Hall et les

oscillations dans la magnétoconductivité thermique à basse température. Les auteurs

ont observé que les échantillons soumis au traitement thermique sous atmosphère

d’argon peuvent montrer jusqu’à environ 20% de perte de masse au détriment de

RuO2, et que certains échantillons non-traités (purs) montreraient une faible concen-

tration de RuO2 en surface (jusqu’à environ 2%). La question selon laquelle la faible

concentration d’occlusions métallique dans les échantillons purs puisse être suffisante

pour influencer les propriétés de transport à basse température reste cependant à
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a b

FIGURE 4.16 ± Correspondance des anomalies dans la magnéticonductivité thermique
et l’aimantation et incompatibilité avec les oscillations quantiques dans des échan-
tillons TCV et Bridgman de α-RuCl3. (a) courbes de κ (B) et de ∂M (B) /∂B à 2 K pour
B ∥ a. Les traits pointillés gris indiquent les anomalies. (b) Isothermes de la partie
oscillante tracés comme ∆κ/κbg et dépendance en température de l’amplitude des
oscillations à plusieurs valeurs de champ magnétique. Les figures sont tirées de [107].

en température de l’amplitude des oscillations pour des valeurs de champ dans la

région critique B > Bc ne suit pas la dépendance en température dictée par la théorie

de Lifshitz-Kosevich (voir l’Éq. 4.1) puisque l’amplitude des oscillations diminue

sous environ 0.5-0.8 K, ce qui devrait être l’inverse pour des oscillations quantiques.

Ultimement, l’interprétation du motif oscillant de κ (B) dans α-RuCl3 préconisée à

l’issue des résultats de l’étude de Sherbrooke (Lefrançois et al. [253]) est davantage

en phase avec celle des auteurs de Bruin et al. [107] voulant que la série d’anomalies

sous la forme d’oscillations tient son origine de transitions d’ordre magnétique.

Excitations fractionnaires sondées par les ultrasons

Une étude expérimentale récente de Hauspurg et al. [237] de mesures d’ultrasons

dans α-RuCl3 proposent le scénario selon lequel les phonons sont diffusés par les

fermions de Majorana dans la région partiellement polarisée induite sous champ

B > Bc. Les auteurs ont étudié différents modes de propagation du son selon les
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directions de propagation et leurs résultats montrent une atténuation linéaire en

température à 8 T tel qu’illustré à la Fig. 4.17a, région potentiellement LSQ Kitaev

dans laquelle ont été observées la demi-quantification de κxy [1, 115, 116] et les

supposées oscillations quantiques dans κxx [2] (voir la région hachurée à la Fig. 4.17c).

Cette linéarité de α (T) est en accord avec la théorie [254,255].

Les auteurs ont aussi extrait les valeurs de températures et de champ magnétique

correspondant aux valeurs minimales de ∆v/v (pour B > Bc), comme mis en évidence

à la Fig. 4.17b afin de tracer ces valeurs sur le diagramme de phases de la Fig. 4.17c.

Ces minima dans v (T) et v (B) sont en accord avec d’autres études notamment celles

de Hentrich et al. [74,219] qui montre l’extraction d’un gap d’excitations magnétiques

induits sous champ croissant avec
∣

∣B∥
∣

∣. L’étude expérimentale de Hauspurg et al. [237]

et théoriques de Ye et al. [254] et Feng et al. [255] sont donc en accord avec l’hypothèse

suggérée selon laquelle lorsque le champ magnétique est appliqué dans le plan de

α-RuCl3, l’état de la matière peut être un liquide fractionnaire tel que proposé par

les auteurs de Li et al. [84], ce qui ne serait pas un état LSQ, mais où les corrélations

magnétiques sont suffisantes pour générer des états exotiques.

Remarquons que la courbe orange à la Fig. 4.17b montre un profil oscillant de la

vitesse du son à 1 K pour B∥ ∈ [8,10] T, ce qui est très similaire à ce qui a été observé

dans les échantillons S1 et S2 (voir la Sec. 4.3). Les auteurs de Hauspurg et al. [237] ne

commentent pas sur l’origine probable des oscillations dans v (B), mais si le scénario

selon lequel les oscillations proviennent des phonons diffusés sur des excitations de

spins à chaque anomalie, il est légitime d’observer le même profil oscillant dans κ (B)

et dans v (B) puisqu’à basse température, κ∼ cphvphℓph.

4.5 Richesse du diagramme de phases B−T

À l’issue du fait que l’interprétation de l’origine des oscillations de la magnéto-

conductivité thermique soit davantage consensuelle pour l’origine magnétique des

transitions successives dans α-RuCl3, les diagrammes de phases construits à partir

des données de Bruin et al. [107] et de Lefrançois et al. [253] sont complémentaires

et permettent de raffiner davantage les différentes structures magnétiques. À la
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Fig. 4.18a, les diagrammes de phases des échantillons crus par les méthodes TCV

et Bridgman, chacun pour B ∥ a et B ∥ b mettent en évidence le lien probable entre

les anomalies dans la magnétoconductivité thermique et leur origine magnétique.

D’après ce jeu de données, il est difficile de réconcilier le scénario des oscillations

quantiques avec les anomalies de la magnétoconductivité thermique puisqu’avec les

courbes de ∂M (B) /∂B et de κ (B), les auteurs ont pu construire ces diagrammes en

suivant l’évolution en T et B des anomalies.
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FIGURE 4.18 ± Richesse du diagramme de phases expérimantal de α-RuCl3 à partir
des mesures de magnétotransport thermique. (a) Anomalies de κ (B) et de l’aimanta-
tion tracées sur le diagramme de phases pour les deux directions de champ B ∥ a et
B ∥ b et pour des échantillons crus par TCV et Bridgman. La figure est tirée de [107].
(b) Diagramme de phases construit à partir de ∂κ/∂B des isothermes mis en évidence
à la Fig. 4.10. Les traits pointillés noirs indiquent les anomalies à B1 et B2 et les
traits pleins noirs indiquent les anomalies à Bc et B∗.

Les graphiques à la Fig. 4.18b tirés de l’étude menée à Sherbrooke sur les échan-

tillons S1 et S2 complètent les données de l’étude de Bruin et al. [107] puisque les

anomalies sont visibles jusqu’à environ 0.15 K. On peut d’ailleurs noter clairement

la contraction d’un facteur environ 2 des intervalles |B1 −B2| et |Bc −B∗|, et ce, pour

une gamme étendue de température sous environ 4.5-5 K. Tel que mis en évidence

à la Fig. 4.16b, l’amplitude du motif oscillant diminue avec la température et ce

dernier est difficile à extraire du background sous environ 0.2 K. Il est intéressant de

faire mention d’une des premières études de chaleur spécifique et d’aimantation sur

α-RuCl3 menée par les auteurs de Kubota et al. [77] dans laquelle ces derniers ont

observé une série d’anomalies de sorte à pouvoir construire un diagramme de phases
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assez riche similaire à ceux de la Fig. 4.18a. Cette multitude de transitions était donc

connue plusieurs années avant la proposition du scénario des oscillations quantiques

dans α-RuCl3.



Conclusion

À l’issue des travaux de transport de chaleur réalisés dans cette thèse, il est clair

que les débats actifs sur l’état induit sous champ assimilé à un état potentiel de liquide

de spins quantique dans α-RuCl3 ne seront pas levés. Néanmoins, les deux études

principales qui font l’objet de cette thèse offrent des interprétations qui favorisent le

scénario selon lequel la contribution des phonons est majeure et importante, même

au sein de la région critique induite sous champ. Nos interprétations phononiques

s’ajoutent à celles qui préconisaient d’une part les fermions de Majorana et d’autre

part les magnons topologiques.

Au cours du chapitre 3, les résultats de conductivité thermique de Hall κxy (T)

ont appuyé la physique des phonons dans α-RuCl3 par l’absence de toute signature

assimilable à celles des fermions de Majorana. Les similitudes frappantes entre

κxx (T) et κxy (T), l’augmentation de l’amplitude de κxy (T) proportionnellement à

celle de κxx (T) en fonction de la température et un angle de Hall κxy/κxx qui est

d’amplitude comparable à celui observé dans une pléthore d’autres isolants dans

lesquels les phonons sont responsables de l’effet Hall thermique en font des éléments

d’observation qui pointent tous vers le transport des phonons. À l’issue de notre étude

de l’effet Hall thermique dans α-RuCl3, il est clair que la contribution de ces porteurs

est significative et ne doit pas être négligée.

Dans le chapitre 4, les résultats de magnétoconductivité thermique à basse tem-

pérature κxx (B) ont révélé la présence d’oscillations sur un intervalle restreint de

champ qui voit sa période changer selon la direction du champ magnétique le long des

plans de α-RuCl3. Les données de notre étude ne supportent pas l’interprétation selon

laquelle les oscillations sont attribuables à des oscillations quantiques de fermions

neutres. Nos données proposent plutôt qu’une série de transitions d’ordre magnétique
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apparaît dans la région induite sous champ immédiatement après la suppression de

l’ordre antiferromagnétique zigzag. Nul doute que les phonons sont fortement couplés

aux spins dans α-RuCl3.

4.6 Ouverture et perspectives

À l’issue de l’état de l’art sur α-RuCl3, dont l’étude s’est développée de façon

exponentielle dans les dernières années, et aux vues des travaux que j’ai menés

à terme dans le groupe Taillefer, certaines études expérimentales potentiellement

nécessaires à la compréhension définitive de l’état induit sous champ me semblent

prometteuses dans la quête du savoir. En effet, il serait utile d’investiguer davantage

le diagramme de phases lorsque le champ magnétique est appliqué parallèlement

à l’axe c∗ qui est la direction de difficile aimantation. Plus facile à dire qu’à faire

certes, cependant les études théoriques de Li et al. [84,85] suscitent un intérêt certain.

Ces études proposent un changement de paradigme puisqu’un véritable état liquide

de spins quantique Kitaev pourrait en réalité être sondé entre 35 et 120 T lorsque

le champ est appliqué hors plan, contrairement à ce qui est cru depuis quelques

années. De telles conditions expérimentales extrêmes sont difficiles à réaliser et une

sonde intéressante qui permettrait potentiellement d’explorer ce régime est celle

des mesures ultrasonores. Des obstacles majeurs tels que la fragilité de α-RuCl3 et

le torque magnétique très important qui peut complètement réduire en miette des

échantillons sont néanmoins des facteurs limitants. Si des oscillations quantiques

étaient détectées pour un champ hors plan à 100 T, il s’agirait fort probablement

d’une des signatures les plus claires de la présence du liquide de spins quantique dans

α-RuCl3. De telles mesures pourraient être accomplies au Laboratoire National des

Champs Magnétiques Intenses (Toulouse, France).

Une mesure qui semble être intéressante à réaliser serait celle de la chaleur

spécifique à basse température à l’aide de la technique de modulation (chaleur spéci-

fique ac). Une équipe de chercheurs à l’Institut Néel (Grenoble, France) a développé

les mesures de chaleur spécifique alternative à basse température et haut champ

magnétique est les résolutions de ∆C sont très bonnes (typiquement de l’ordre de

quelque 10−12 J.K−1). De plus, la signature d’oscillations quantiques dans la chaleur
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spécifique peu se manifester par des détails fins tels que l’apparition d’un dédou-

blement des pics d’oscillation autour du niveau de Fermi qui n’est perçu que par la

chaleur spécifique. D’après l’étude de Czajka et al. [2] qui suggère que les oscillations

de κ (B) sont attribuées aux oscillations quantiques, il serait intéressant de vérifier si

ces oscillations peuvent être reproduites dans la chaleur spécifique et si réellement,

elles sont dues aux fermions neutres dans α-RuCl3, la structure du double pic dans les

oscillations devraient être perceptible à environ 300 mK, par exemple. De plus, d’après

le formalisme de Lifshitz-Kosevich de la chaleur spécifique, le terme d’atténuation

thermique montrerait un changement de signe puisqu’il serait donné par la dérivée

seconde de l’Éq. 4.1. Si ces deux signatures étaient vues dans des mesures fines de

chaleur spécifique, le scénario des oscillations quantiques serait validé.

Finalement, une autre expérience à faire serait une mesure de la conductivité

thermique de Hall hors plan κzy dans α-RuCl3. Notre étude de κxy décrite au chapitre

3 a mené à la compréhension que les phonons sont les porteurs principaux dans

cet isolant, du moins dans le plan. Si une mesure de κzy (J ∥ c∗, B ∥ a) montrait un

signal fini dans toutes les régions du diagramme de phases (B < Bc, B ∼ Bc et B > Bc),

ce résultat montrerait que les phonons sont les uniques porteurs de chaleur dans

le matériau, car ces derniers ont la capacité de conduire autant dans le plan que

hors plan. Le scénario des fermions de Majorana serait fortement remis en doute.

Cependant, la nature très 2D et van der Waals des plans cristallins pose une difficulté

pour une telle mesure, puisqu’il y a une forte anisotropie du transport longitudinal

entre κxx et κzz (voir la Sec. A.1 de l’annexe). L’investigation de cette expérience est

toujours en cours dans le groupe Taillefer.

Il reste beaucoup à faire expérimentalement dans le système riche qu’est α-RuCl3,

mais sans doute reste-t-il le plus difficile à réaliser dans la perspective de clore des

débats qui persistent depuis plusieurs années à savoir s’il y a présence ou non de

l’état liquide de spins quantique.



Annexe A

Matériel Supplémentaire

A.1 Mesures de transport thermique supplémentaires
dans α-RuCl3

κxy planaire

Aux vues des observations soulevées par certains groupes de recherche dans
les données de conductivité thermique de Hall dans α-RuCl3, les données de κxy

dans des conditions peu orthodoxes suscitent un engouement dans la communauté
du transport dans les matériaux quantiques. Ces conditions peu orthodoxes font
référence aux directions du courant de chaleur et du champ magnétique par rapport à
la configuration conventionnelle qui est celle considérée à la Sec. 2.1.2 du chapitre 2.
Pour un conducteur, les porteurs de chaleur principaux qui contribuent à κxy sont les
électrons et leur contribution est comprise depuis longtemps en termes de couplage
au champ magnétique externe via la force de Lorentz, si B ⊥ J. Ainsi, on s’attendrait
donc à ne rien détecter si B ∥ J, configuration qu’on appelle dans le jargon "effet Hall
thermique planaire". Le terme planaire fait référence aux directions de B et J le long
du même plan.

Or, les données de κxy dans α-RuCl3 publiées par différents groupes de recherche,
notamment les études de Yokoi et al. [115], Bruin et al. [116] et Czajka et al. [118]
(voir la Sec. 3.3), montrent toutes un effet Hall thermique planaire non-nul sous des
conditions particulières qui ont été élucidées en termes de symétries de la structure
cristalline du matériau. Dans tous les cas, κxy planaire est non-nul pour J ∥ a, B ∥ a
et nul pour J ∥ a, B ∥ b. Intrigués par ces observations, nous avons fait des mesures
préliminaires sur un échantillon cru par la méthode TCV par le groupe du Prof. Young-
June Kim (Université de Toronto) pour J ∥ b en changeant la direction du champ
magnétique à trois reprises. Notons que la direction du courant est dirigée selon
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l’axe b et non l’axe a tel que fait par les autres études, mais il semble que l’élément
important dans l’investigation de l’effet Hall thermique planaire soit la direction
du champ magnétique. À la Fig. A.1, les trois configurations schématisées ont été
étudiées sur l’échantillon T2 (as grown, L×w× t = 845 × 495 × 70 𝜇m3).
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FIGURE A.1 ± Configurations d’une mesure de conductivité thermique de Hall pla-
naire. Schémas de l’orientation du courant de chaleur J et du champ magnétique B
permettant de sonder (a) κxy planaire pour B ∥ J, (b) κxy planaire pour B ⊥ J et (c)
κxy conventionnel pour B ⊥ J, B ∥ c∗. Dans tous les cas, J ∥ b.

À la Fig. A.2, les données sont tracées sur le même graphique de sorte à voir l’effet
du champ sur κxy. On note d’abord que la courbe verte montre la même dépendance
en température que les échantillons O1, O2, O3, O4 et T1 (voir la Sec. 4.3), puisque la
configuration est la même (Fig. A.1c). À l’instar des données publiées par les études
de Yokoi et al. [115], Bruin et al. [116] et Czajka et al. [118], un effet Hall thermique
planaire est observé pour la configuration J ∥ b, B ∥ b (Fig. A.1a) mais aucun signal
observable hors-bruit est observé pour la configuration J ∥ b, B ∥ a (Fig. A.1b). Une
raison possible qui permettrait d’expliquer cette différence est simplement qu’aucun
∆Ty ne peut être généré si le champ magnétique est parallèle à ∆Ty, indépendamment
des directions relatives entre B et J.

Les résultats obtenus sur l’échantillon T2 semblent témoigner de l’importance de
la direction du courant de chaleur J par rapport aux directions de haute symétrie,
mais surtout de l’importance de la direction selon laquelle le champ et le gradient
de Hall sont mesurés. En effet, les données de l’étude de Czajka et al. [2] montrent
que κxy planaire est nulle lorsque J ∥ a, B ∥ b. Dans cette étude, ∆Ty ∥ b ; c’est donc la
configuration analogue à celle de la Fig. A.1b. L’argument employé par les auteurs de
l’étude de Czajka et al. [118] pour justifier que κxy = 0 lorsque B ∥ b est en lien avec
les symétries telles qu’illustré à la Fig. A.3.

L’argumentaire se base sur la symétrie miroir. Dans la structure de α-RuCl3,
lorsque B ∥ b, la symétrie miroir n’est pas brisée ; le champ magnétique préserve cette
symétrie. Lorsque le champ est appliqué perpendiculairement au miroir (i.e. B ∥ b, le
signe du champ ne change pas). Par contre, lorsque le champ est appliqué le long du
miroir (i.e. B ∥ a, le signe du champ change de polarité, indiquant que la symétrie est
brisée.
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Figure 3.9: This figure illustrates the mirror symmetry of the honeycomb lattice and its effect on
RuCl ’s ability to exhibit the thermal Hall effect. Finite can only be observed if the mirror
symmetry is broken. Applying breaks the mirror symmetry whereas it remains for .
Note that and are polar vectors while is an axial vector.

3.4 Results

3.4.1 Thermal Hall Measurements

As stated earlier, in our first report we qualitatively verified the existence of an anomalous planar

thermal Hall conductivity in RuCl , but were unable to reproduce the quantized value. To further

investigate the Hall effect, we performed what we believe to be the most high density measurement

of the full - and - dependence of in any individual sample to date (and of any compound,

not just RuCl ). The technical aspects of how this data was collected are discussed at length in

Chapter 1, but we will briefly review the some important details for the reader’s convenience. The

measurements are done using a field-step procedure. For this specific experiment, is swept from 13

to -13 T (or vice versa) in 0.2 T steps over approximately 8 hours during which the stage temperature

is fixed at a constant value ( 1 mK). At a given step, is kept fixed for approximately

150 s. is swept in steps to remove transient artifacts such as Eddy currents and magnetocaloric

effects as well as to provide a large averaging window to lower effective statistical noise. For a given

, must always be swept both down (13 to -13 T) and up (-13 to 13 T) to remove hysteretic

artifacts. Note that for the entire experiment.

108

FIGURE A.3 ± Symétrie miroir dans α-RuCl3 et direction de J, B et ∆Ty selon les
axes a et b. À gauche, le champ appliqué le long de l’axe b (perpendiculairement
au miroir) ne brise pas la symétrie et à droite, le champ appliqué le long de l’axe a
(parallèlement au miroir) brise la symétrie.

dans le plan que hors plan. Des mesures préliminaires de transport hors plan κzz (T)
dans l’échantillon T3 (as grown, L×w× t = 462 × 1525 × 340 𝜇m3) dont le côté le
plus long est selon l’axe c∗ ont montré une différence d’un facteur presque 20 avec les
données de transport dans le plan, tel que mise en évidence à la Fig. A.5.

On voit que le transport dans le plan est presque isotrope, car les données de
κxx (J ∥ a) dans l’échantillon T1 et de κyy (J ∥ b) dans l’échantillon T2 sont quantita-
tivement similaires. On pourrait s’attendre à une isotropie parfaite si les mesures
de κxx et de κyy étaient réalisées sur le même échantillon, mais cette question est
toujours sous investigation dans le groupe Taillefer. Or, le signal hors plan est presque
20 fois plus faible que dans le plan (Fig. A.5b) dans des échantillons crus de la même
façon par le même groupe de recherche et bénéficiant des mêmes critères de pureté.
Ce résultat est en contraste avec les données de l’étude de Hentrich et al. [74] qui
sont illustrées à la Fig. A.4. Il semblerait que l’amplitude des données de κzz soit
contaminée par celle provenant du transport dans le plan. Autrement dit, il se pour-
rait que dans l’échantillon qui montre une telle κzz (T), une partie du courant de
chaleur se soit propagée le long des plans et non totalement perpendiculairement
à ces derniers. Il en résulterait une contamination assez importante de κzz. Il n’est
toutefois pas étonnant que dans un échantillon de α-RuCl3 préparé pour recevoir le
courant perpendiculairement aux plans (J ∥ c∗), il y ait un désalignement issu de la
coupe de ce dernier. La morphologie du matériau étant très fragile, les plans peuvent
se déplacer facilement les unes par rapport aux autres et donc le courant de chaleur
aurait tendance à se décomposer en deux parties Jtot = J⊥+ J∥, où J⊥ ⊥ a et J∥ ∥ a.
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(a) (b)

FIGURE A.4 ± Mesures de l’anisotropie entre κxx et κzz dans α-RuCl3. Données de κxx

(κab) et de κzz (κc) dans deux échantillons différents de α-RuCl3 à 0 et 16 T. Les traits
pointillés indiquent TN et TS, cette dernière étant la température de la transition
structurale à haute température.
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FIGURE A.5 ± Mesures de l’anisotropie du transport thermique longitudinal, Kxx (T),
K yy (T) et Kzz (T) dans les échantillons T1, T2 et T3 de α-RuCl3. (a) données de κnn (T)
à 0 T dans les échantillons T1, T2 et T3. Les données rouges sont les données de
l’étude de Hentrich et al. [74]. (b) Données de Kzz (T) dans l’échantillon T3 ajustées
par un facteur 17.5 pour correspondre à haute température aux données de Kxx (T)
dans l’échantillon T1. Les traits pleins sont des guides pour l’oeil.
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A.2 Détermination expérimentale du signe de κxy

dans les isolants

Comme abordé à la Sec. 2.1.2 du chapitre 2, le signe de κxy dans un conducteur
est défini par la nature des porteurs. Dans les systèmes métalliques simples, à une
bande par exemple (i.e. à un type de porteurs), tel que le cuprate YBa2Cu3Oy. Dans
YBCO p = 0.11 notamment, les conductivités électrique et thermique de Hall ont été
mesurées de sorte à vérifier la loi de Wiedemann-Franz. Cette loi est importante pour
les conducteurs, puisqu’elle doit être satisfaite dans la limite T → 0 et postule que
les porteurs de charge et de chaleur conduisent également dans cette limite, à une
constante près ; le nombre de Lorenz tel que :

κxy

T
= L0σxy, L0 =

π2

3

(

kB

e

)2

(A.1)

donc dans des conducteurs, les mesures des canaux thermique et électrique
permettent assez aisément de connaître le signe que doivent avoir κxy et σxy. De plus,
le fait que la surface de Fermi est bien définie, surtout dans un métal aussi propre
que YBCO, les mesures de d’ARPES (Angle-resolved photoemission spectroscopy)
permettent d’observer les électrons (porteurs négatifs) ou les trous (porteurs positifs).
À la Fig. A.6a, deux mesures d’ARPES sur YBCO à des dopages p = 0.11 et p =
0.28 [257] montrent les différentes topologies de la surface de Fermi sur le diagramme
de phases schématisé. Dans l’état sur-dopé (métal conventionnel), la surface de Fermi
est cylindrique et les porteurs sont positifs. Pour l’état sous-dopé, la surface de Fermi
se reconstruit, laissant apparaître des poches d’électrons qui contribuent négativement
au transport.

À la Fig. A.6b, des données de conductivités thermique et électrique de Hall sur
YBCO au même dopage p = 0.11 [203] sont comparées de façon à mettre en évidence
la loi de Wiedemann-Franz à basse température. Telles que mentionné ci-haut, les
poches d’électrons dominent le transport, ce qui donne un signe négatif au transport
de Hall.

Évidemment, dans le cas des conducteurs, le signe de κxy reflète les propriétés de
la surface de Fermi, mais l’origine du signe de l’effet Hall dans les isolants est toujours
incompris. Dans les isolants, l’absence de toute surface de Fermi et de transport
électrique de surcroît font qu’il n’est pas trivial d’expliquer la nature du signe de κxy.

Cependant, au niveau expérimental, comment l’expérimentateur-trice peut s’as-
surer que le signe est le bon ? La manière la plus directe et la plus sûre est de mesurer
κxy d’un conducteur dont l’effet Hall thermique a été mesuré auparavant et dont
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FIGURE A.6 ± Surface de Fermi et transport de Hall électrique et thermique dans
YBa2Cu3Oy. (a) Diagramme de phase schématisé et mesures expérimentales d’ARPES
pour deux dopages p = 0.11 et p = 0.28 montrant la reconstruction de la surface de
Fermi d’une surface cylindrique de trous à haut dopage vers des pochettes d’électrons
à plus bas dopage. La figure est tirée de [257]. (b) Données de κxy (T) /T et σxy (T)
dans l’état normal de YBCO p = 0.11, tracées comme la loi de Wiedemann-Franz
κxy/T et L0σxy. À T → 0 K, les deux canaux de conductions sont égaux et le signe
négatif témoigne de la contribution des électrons au transport. La figure est tirée
de [203].

la surface de Fermi est bien connue afin de reproduire la mesure sur l’isolant. À la
Sec. 2.3 du chapitre 2, il a été expliqué que la façon dont ∆Ty est mesuré est à l’aide
d’un thermocouple. Les bornes du thermocouple doivent toujours être connectées de la
même manière d’un échantillon à l’autre, puisque si les deux bornes sont changées, le
signe lu sera inversé. Autrement dit, au niveau expérimental, le signe de κxy, autant
pour les conducteurs que les isolants, est respecté si l’emploi du thermocouple est
le même d’un échantillon à l’autre ; il s’agit donc d’une convention expérimentale à
adopter et à conserver au fil du temps.
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A.3 Estimation des barres d’erreurs sur l’angle de
Hall thermique

Les variables qui composent les expressions des coefficients de transport des
Éqs. 2.6 et 2.26 sont supposées indépendantes, donc non-corrélées, ce qui justifie
l’emploi de la formule générale de propagation des erreurs (la formule de la variance).
De façon générale, l’erreur absolue sur la variable f , ∆ f , est donnée par :

∆ f ≃

√

(

∂ f

∂x

)2

(∆x)2 +
(

∂ f

∂y

)2

(∆y)2 +
(

∂ f

∂z

)2

(∆z)2 + . . . (A.2)

Donc, si on s’intéresse au ratio des conductivités (angle de Hall thermique) κxy/κxx,
on aura à considérer les expressions de κxx et κxy selon les mêmes variables (i.e.
dimensions L, w et t, puissance thermique Q̇) et gradients δTx et δTy :

κxx =
Q̇

δTx

L

wt
,

∣

∣κxy
∣

∣= κyy
δTy

δTx

L

w
=

(

Q̇

δTx

L

wt

)

δTy

δTx

L

w
= Q̇

δTy

δT2
x

L2

w2t
(A.3)

où on a supposé que κyy = κxx. Les expressions de ∆κxx et ∆κxy ne sont pas
explicitées, seule celle de ∆

(

κxy/κxx
)

l’est ci-bas et son expression d’après l’Éq.A.2 est

∆

(

κxy

κxx

)

≃

√

(

1
κxx

)2
(

∆κxy
)2 +

(

κxy

κ2
xx

)2

(∆κxx)2 (A.4)

Or, on admet que l’erreur sur Q̇ est nulle puisqu’on suppose que la valeur de
l’intensité du courant nominale affichée par le Keithley 6220 est la même qui alimente
l’élément chauffant de l’échantillon, donc ∆Q̇ = 0 W. Les expressions de ∆κxy et
∆κxx sont donc un peu plus simples. Après avoir entré les valeurs des dimensions
(L,∆L,w,∆w, t,∆t) qui sont indépendantes de la température, on peut choisir des
valeurs typiques pour la variation des gradients qui sont environ de ∆ (δTx)≃ 2 mK et
∆

(

δTy
)

≃ 0.25 mK qui correspondent à des valeurs conservatrices (i.e. qui maximisent
la taille des barres d’erreur).

La taille des barres d’erreur sur l’angle de Hall thermique est conditionnelle
à l’erreur qui est faite sur les dimensions, qui constituent la contribution la plus
significative. Typiquement, selon la qualité des contacts (selon leur aspect quasi
ponctuel sur l’échantillon), les barres d’erreurs constituent entre 10 et 20% du signal.
Un exemple d’estimation des barres d’erreur sur l’angle de Hall thermique dans trois
différents matériaux est illustré à la Fig. A.7.
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FIGURE A.7 ± Barres d’erreur sur l’angle de Hall thermique κxy/κxx dans α-RuCl3,
herbertsmithite et Cu3TeO6. Dans les barres d’erreur, l’angle de Hall thermique dans
herbertsmithite est nul. L’estimation des barres d’erreur pour chacun des isolants a
été faite de façon conservative afin de maximiser la taille de ces dernières. La figure
est tirée de [132].

On note que même si l’amplitude de l’angle de Hall thermique est très faible
(environ 0.1%), le signal est discernable du bruit pour α-RuCl3 et Cu3TeO6 et donc
bien réel tandis que l’estimation des barres d’erreur dans herbertsmithite permet de
conclure confortablement l’absence de κxy (T) à B = 15 T, et ce, même si la résolution
expérimentale est bonne.

A.4 Correction de κ (B) autour de la transition à Bc

Lorsqu’un coefficient de transport est mesuré à travers une transition de phase,
il peut arriver que cette dernière induise une très grande variation, ce qui est vu
dans les courbes de magnétoconductivité thermique dans α-RuCl3. Dans le chapitre 4,
plusieurs courbes de κ (B) dans les échantillons S1 et S2 ont été mises en évidence,
notamment à la Sec. 4.3. Si on s’attarde à l’ensemble des isothermes de la Fig. 4.10
en particulier, le choix de l’échelle employée pour montrer l’évolution en tempéra-
ture permet de témoigner que le changement relatif de κ (B) à B ∼ Bc s’accroît avec
l’augmentation de T.

Autour de la transition, la température moyenne de l’échantillon Tav peut varier
beaucoup étant donné la très grande variation de la température des thermomètres
qui mesurent T+ et T−. Il faut donc corriger les isothermes de sorte à considérer
des courbes de κ (B) qui montrent leur évolution à une température fixe. Ces propos
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différence
∣

∣T+−T+
y

∣

∣, le bruit des deux calibrations indépendantes peut donc être accru
considérablement, puisque le bruit effectif serait la contribution respective de chaque
fit.

L’astuce repose sur la mesure de la différence des résistances des thermomètres
∣

∣R+−R+
y

∣

∣ qui peut être réalisée à partir du montage à la Fig. A.9. Comme abordé au
chapitre 2, les thermomètres choisis sont ceux qui montrent une grande sensibilité à
basse température, mais une sensibilité moindre à haute température. Étant donné
que dans les isolants magnétiques, les signaux κxy peuvent être très faibles (voire à
peine supérieur au bruit expérimental), l’emploi de tels thermomètres est judicieux.
Ce qu’apporte la méthode différentielle est l’amélioration de la résolution du signal,
puisque la différence entre les résistances des deux thermomètres R+ et R+

y est aussi
sensible et cette mesure de la différence des résistances peut offrir une meilleure
résolution de ∆Ty à basse température comparativement à ce qu’offriraient deux
thermomètres indépendants.

Cependant, le prix à payer pour pouvoir faire bon usage de cette différenciation
est la nécessité (voire l’obligation) que les deux thermomètres possèdent les mêmes
comportements en T et B ; R+ (T,B) ≃ R+

y (T,B). Lorsque le fabricant pourvoit des
thermomètres, il envoie généralement plusieurs unités qui n’ont pas forcément les
mêmes dépendances en température, ni les mêmes dépendances en champ magnétique.
Le travail de l’expérimentateur-trice consiste donc en un jeu d’"essai-erreur" de façon
à dénicher deux unités qui montrent les meilleures similarités. La raison de ce travail
méticuleux est simple ; la différence

∣

∣R+−R+
y

∣

∣ doit être constante en T et en B. Les
signaux de Hall pouvant être très faibles, il faut s’assurer que tout signal résolu en
T ou en B soit intrinsèque à l’échantillon et non causé par les différences inhérentes
aux Cernox. À la Fig. A.10, les données de R (T0) et de ∆R (B) à T = 4.2 K des trois
Cernox utilisées sur le montage expérimental de la Fig. A.9 sont mises en évidence. Les
dépendances en température des thermomètres R+ et R+

y sont quelque peu différentes,
surtout sous environ 30-40 K, tandis que leur magnétorésistance est assez similaire.

Le calcul du gradient de Hall fait intervenir la mesure de la différence entre
les deux thermomètres qui mesurent ∆Ty ainsi que la dérivée de la résistance, d’où
l’intérêt de considérer deux thermomètres qui sont identiques R+ (T)≃ R+

y (T). Si ces
derniers ont la même dépendance en température, la dérivée d’un ou de l’autre ne
changera pas ∆Ty tel que montré par l’Éq. A.5 :

∆Ty =
∆R

∂R+/∂T0
≃ ∆R

∂R+
y /∂T0

(A.5)

où ∆R est la différence entre R+ et R+
y . Soulignons ici que plus R+ et R+

y sont
similaires (i.e. indépendante de T0), plus fiable sera ∆Ty. La question de la magnéto-
résistance est importante aussi puisque si les magnétorésistances des thermomètres



A.5. MESURES DE κxy : MÉTHODE DIFFÉRENTIELLE 234

0 4 8 12 16
B (T)

0.0

0.2

0.4

0.6

ΔR
/R

 (%
)

R +
y

R −

R +

Cernox
T0 = 4.2 K

10
1

10
2

T0 (K)

10
2

10
3

R 
(Ω

)

R +
y

R −

R +

Cernox
B = 0 T

a b

FIGURE A.10 ± Dépendances en température et en champ magnétique de résistance
de type Cernox employées pour les mesures de conductivité thermique de Hall. (a)
Courbes de R (T) pour les trois thermomètres R+, R− et R+

y (voir la Fig. A.9). (b) Ma-
gnétorésistance ∆R/R ≡ [R (B)−R (0T)] /R (0T) à 4.2 T pour les mêmes thermomètres.

R+ et R+
y sont les mêmes, la magnétorésistance de la différence ∆R sera indépendante

du champ; c’est un avantage considérable, puisqu’aucune calibration en champ ne
serait nécessaire par rapport à des mesures indépendantes de chacune des Cernox (tel
qu’abordé à la Sec. 2.6 du chapitre 2). Évidemment, in faut toujours procéder à l’anti-
symétrisation en champ du gradient de Hall ∆Ty (T,B)=

[

∆Ty (T,B)−∆Ty (T,−B)
]

/2.

Les données de résistance mises en évidence à la Fig. A.10a sont les mesures
préliminaires et laissent place à une nette amélioration, notamment dans le choix des
thermomètres R+ et R+

y (voir la Fig. A.9), mais néanmoins, des tests ont été menés
sur un cuprate dont κxy (T) est bien connu : La1.6−xNd0.4SrxCuO4 (Nd-LSCO) p =
0.20 qui a fait l’objet de l’étude de Grissonnanche et al. [142]. Malgré les différences
notables des deux Cernox utilisées pour la mesure du gradient de Hall, l’objectif de ces
premiers pas dans le développement de la méthode est de vérifier si un changement
de signe peut être perçu et d’observer le comportement de κxy (T) jusqu’à environ 2 K.

À ce dopage de p = 0.20, Nd-LSCO consiste en un bon échantillon-test puisqu’un
changement de signe (de κxy > 0 à κxy < 0) autour de 15 K se produit. De plus, en
vertu de la loi de Wiedemann-Franz, il est attendu qu’un second changement de signe
à plus basse température se produise afin que cette dernière soit satisfaite tel que
mis en évidence à la Fig. A.11, mais les données publiées n’offrent pas une résolution
assez fine pour percevoir le changement de comportement attendu.
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Résultats préliminaires

À la Fig. A.11a, les données d’effet Hall thermique dans Nd-LSCO p = 0.20 pu-
bliées dans l’étude de Grissonnanche et al. [142] montrent une divergence des canaux
thermique et électrique sous environ 60 K, mais dans la limite T → 0, il faut retrouver
κxy (T) /T = L0σxy (T). Les données ne permettent pas d’observer le comportement
attendu, mais les mesures préliminaires de conductivité thermique de Hall différen-
tielle sur le même échantillon permettent une meilleure résolution des données à
basse température et constituent des espoirs prometteurs au perfectionnement de la
méthode.
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FIGURE A.11 ± Données de κxy (T) dans La1.6−xNd0.4SrxCuO4 dopé à p = 0.20 com-
parées selon différentes méthodes de mesure. (a) Données de κxy (T) /T à 18 T dont
les deux canaux de conduction (rouge ; thermique et bleu ; électrique) sont tracés de
sorte à illustré la loi de Wiedemann-Franz. La figure est tirée de [142]. (b) Données
de κxy (T) /T à 16 T qui compare les données de l’étude de Grissonnanche et al. [142]
et les données mesurées à partir de deux méthodes différentes dans le même échan-
tillon ; les méthodes conventionnelle (vert) et différentielle (orange). Les données de
Grissonnanche et al. [142] ont été prises à 18 T, donc elles ont été ajustées par un
facteur (16 T / 18 T).

Tel qu’illustré à la Fig. 2.18 (Sec. 2.3), la sensibilité du thermocouple différentiel
évolue de façon opposée à celle des thermomètres, donc l’emploi de la méthode diffé-
rentielle permet de résoudre les points à basse température contrairement à ce que
peuvent offrir les thermocouples, tel que mis en évidence à la Fig. A.11b. La courbe
orange correspond aux données prises par la méthode différentielle tandis que les
données de la courbe verte ont été mesurées à partir de la méthode conventionnelle-
ment employée dans la littérature (1 heater-3 thermometers). Le niveau de bruit est
considérablement réduit et la remontée sous environ 10 K est en accord avec ce qui
devrait être recouvré à T → 0 d’après la loi de Wiedemann-Franz. Autour de 40 K, les
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Composantes Appareils Fonctions
Élément chauffant Source de courant Keith-

ley 6220
Génère un courant
DC dans la jauge de
contrainte de l’échantillon
de façon à le transformer
en chaleur (puissance
thermique)

Thermomètre Amplificateur synchrone
Lock-In SR830

Mesure la tension aux
bornes des trois thermo-
mètres R+, R− et R+

y

Thermomètre Source de courant Keith-
ley 6221

Excite les thermomètres
d’un courant alternatif
entre 1 et 4 𝜇A à environ
9 Hz

Thermomètres R+ et R+
y Amplificateur bas-bruit

SR560
L’amplificateur reçoit la
tension des deux thermo-
mètres pour les différen-
cier, multiplie la tension
par un gain de 1 (le cas
présent) et envoie la ten-
sion résultante dans un
des Lock-In SR830

TABLEAU A.1 ± Appareils et fonctions des composantes du porte-échantillons pour
les mesures de conductivité thermique de Hall différentielles. Appareils associés aux
composantes du porte-échantillons et leur fonction.
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