Effets Josephson généralisés entre antiferroaimants

et entre supraconducteurs antiferromagnétiques

par

Dominique Chassé

These présentée au département de physique
en vue de 'obtention du grade de docteur es science (Ph.D.)

FACULTE DES SCIENCES
UNIVERSITE DE SHERBROOKE

Sherbrooke, Québec, Canada, 17 aout 2009



il

Composition du jury

Le le jury a accepté le mémoire de M. Chassé dans sa

version finale.

Prof. David Sénéchal
Département de physique

Président-rapporteur

Prof. André-Marie Tremblay
Département de physique

Directeur de recherche

Prof. Louis Taillefer
Département de physique

Gennady Chitov
Université Laurentienne

Examinateur externe



Sommaire

L’effet Josephson est généralement présenté comme le résultat de ’effet tunnel cohérent
de paires de Cooper a travers une jonction tunnel entre deux supraconducteurs, mais il
est possible de 'expliquer dans un contexte plus général. Par exemple, Esposito & al.
ont récemment démontré que l'effet Josephson DC peut étre décrit a ’aide du boson
pseudo-Goldstone de deux systemes couplés brisant chacun la symétrie abélienne U(1).
Puisque cette description se généralise de facon naturelle a des brisures de symétries
continues non-abéliennes, I’équivalent de l'effet Josephson devrait donc exister pour des
types d’ordre a longue portée différents de la supraconductivité.

Le cas de deux ferroaimants itinérants (brisure de symétrie O(3)) couplés a travers
une jonction tunnel a déja été traité dans la littérature. Afin de mettre en évidence
la généralité du phénomene et dans le but de faire des prédictions a partir d’'un modele
réaliste, nous étudions le cas d’une jonction tunnel entre deux antiferroaimants itinérants.
En adoptant une approche similaire a celle d’Ambegaokar & Baratoff pour une jonction
Josephson, nous trouvons un courant d’aimantation alternée a travers la jonction qui
est proportionnel a §5 X §p ou 8¢ et §p sont les vecteurs de Néel de part et d’autre de
la jonction. La fonction sinus caractéristique du courant Josephson standard est donc
remplacée ici par un produit vectoriel. Nous montrons que, d’un point de vue microsco-
pique, ce phénomene résulte de I'effet tunnel cohérent de paires particule-trou de spin 1
et de vecteur d’onde net égal au vecteur d’onde antiferromagnétique Q. Nous trouvons
également la dépendance en température de ’analogue du courant critique. En présence

d’un champ magnétique externe, nous obtenons ’analogue de l'effet Josephson AC et la
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description complete que nous en donnons s’applique aussi au cas d'une jonction tun-
nel entre ferroaimants (dans ce dernier cas, les traitements antérieurs de cet effet AC
s’averent incomplets).

Nous considérons ensuite le cas d’une jonction tunnel entre deux matériaux au sein
desquels I'antiferromagnétisme itinérant et la supraconductivité de type d coexistent de
facon homogene. Nous obtenons a nouveau un courant d’aimantation alternée propor-
tionnel a S X §p, mais 'amplitude de 'analogue du courant critique est modulée par
I’énergie Josephson de la jonction E; x cos Ap, ou Ap est la différence de phase entre
les deux parametres d’ordre supraconducteurs. Symétriquement, le courant Josephson
supraconducteur est proportionnel a sin Ay, mais le courant critique est modulé par

I’énergie de couplage entre les moments magnétiques alternés Eg < S - Sp.
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Introduction

La question de I'effet Josephson de spin se situe a la confluence de deux themes de re-
cherche : d'une part, I’étude des courants de spin dans les hétérostructures magnétiques et,
d’autre part, la généralisation de l'effet Josephson a des brisures spontanées de symétries
non-abéliennes. Alors que le premier de ces themes s’inscrit dans le contexte éminemment
actuel de la spintronique, le second participe de cette démarche, inhérente a la science,

qui consiste a procéder du particulier au général.

Le contexte de la spintronique

Les phénomenes de transport reliés au spin dans les microstructures magnétiques ont
suscité un intéret considérable en recherche ces dernieres années. Ceci est du principale-
ment a I’émergence de la spintronique, aussi appelée magnétoélectronique, qui offre des
perspectives d’applications technologiques nouvelles exploitant simultanément les degrés
de liberté de spin et de charge de I'électron [1, 2, 3]. Les exemples les plus connus a
ce jour de telles applications sont sans doute les tétes de lecture GMR (Giant Magneto-
Resistance) des disques durs modernes ainsi que les mémoires magnétiques non volatiles
(ou MRAM), dont le principe repose sur le phénomene de la magnétorésistance géante'

dans les multicouches métalliques magnétiques [4, 5].

'Le phénomene de la magnétorésistance géante découle essentiellement du fait que le taux de dif-
fusion des électrons (et donc la résistance électrique) a l'interface d’un systéme de deux couches ferro-
magnétiques adjacentes est considérablement plus élevé lorsque leur moments magnétiques sont anti-

alignés que lorsqu’ils sont alignés.



Une part importante des recherches actuelles en spintronique vise a introduire des
effets dépendants du spin dans les composants électroniques standards a base de semi-
conducteurs. Ceci permettrait d’augmenter substantiellement leur performance en plus
de générer des fonctionnalités inédites. Les avantages de ces nouveaux composants se-
raient nombreux : non-volatilité, augmentation de la vitesse dans le traitement des
données, réduction de la consommation en puissance électrique, augmentation de la den-
sité d’intégration des circuits, etc.

Une étape essentielle dans 'atteinte de cet objectif est de parvenir a réaliser 'injection
efficace de courants électriques fortement polarisés en spin dans le médium semi-conduc-
teur (non-polarisé). A cette fin, une des techniques ayant été envisagées est 'injection
ohmique, dont ’approche la plus directe consiste a former un contact ohmique entre
un métal ferromagnétique (FM) et le semi-conducteur. L’injection ohmique s’appuie sur
le fait que dans un métal ferromagnétique, les conductivités électriques associées aux
populations de spins majoritaire (1) et minoritaire (|) different considérablement, de sorte
qu'un courant électrique qui le traverse est nécessairement polarisé en spin. Cependant,
les mesures expérimentales du taux d’injection au moyen de cette technique ont mené
a des valeurs extrémement basses, ce qui s’explique par le fait que la conductivité des
métaux ferromagnétiques est beaucoup plus élevée que celle des semi-conducteurs [6, 7, 8.

Comme alternative au probleme d’injection de spin, le concept de “courant de spin
pur” (pure spin current) a suscité un intérét particulier ces dernieres années. Un courant
de spin pur (CSP) consiste en la superposition de deux courants d’électrons de polarisa-
tions opposées circulant dans des directions contraires, de sorte que le courant de charge
net est nul. Différentes méthodes ont été proposées afin de générer un CSP. Par exemple,
des concepts de “batteries de spin” (spin-battery) ont été développés dans lesquels la
force “spin-motrice” a l'origine du CSP est produite par un champ magnétique externe
alternatif ou inhomogene [9, 10]. Expérimentalement, Sharma & al. ont démontré qu’il
est possible de générer un CSP en modulant la géométrie d’un point quantique dans un

2DEG avec interaction spin-orbite [11]. Par ailleurs, Stevens & al. et Hubner & al. ont



réussi indépendamment a produire un CSP dans les semiconducteurs ZnSe et GaAs. Leur
méthode consistait a exploiter I'interférence quantique entre les processus d’absorption
associés a deux pulses lasers femtosecondes de fréquences w et 2w et de polarisations
linéaires mutuellement orthogonales [12, 13, 14]. Le transport de CSP par les magnons a
également été étudié par plusieurs groupes [15, 16, 17, 18, 19].

Les courants de spin non-dissipatifs ont suscité, eux aussi, beaucoup d’intérét. Par
exemple, 'effet Hall de spin intrinseque, découvert récemment par Murakami & al. dans
les semi-conducteurs de type P [49] et par Sinova & al. dans les 2DEG [21], est un courant
de spin non-dissipatif qui apparait en réponse a un champ électrique transverse. Dans un
2DEG, cet effet est intimement 1ié a l'interaction spin-orbite de type Rashba (ISOR).

En fait, il est intéressant de noter que, méme a 1’équilibre thermodynamique, c’est-a-
dire en I'absence de champs externes, des courants de spin non-dissipatifs sont présents
dans I’état fondamental d’un systeme avec ISOR [22]. Similairement, des courants de spin
pur a I’équilibre themodynamique (CSE) existent dans les systémes présentant un ordre
magnétique non-colinéaire [23]. Par exemple, Konig & al. ont mis en évidence 'existence
théorique d'un CSE dans une couche mince d’'un métal ferromagnétique présentant un
ordre magnétique spiral [24].

C’est précisément dans ce contexte que s’inscrivent les travaux présentés dans cette
these. En effet, différentes études ont démontré théoriquement qu'un CSE doit circuler
spontanément a travers l'interface d’une jonction tunnel ferromagnétique (FM/I/FM)
lorsque les moments magnétiques de part et d’autre de la jonction sont non-colinéaires
25, 26, 27]. Lee & al. [25] et Nogueira & al. [26] réferent a ce phénomene en employant
Iexpression de supercourant de spin par analogie avec 'effet Josephson dans les jonc-
tions supraconductrices. Pour notre part, nous y réfererons explicitement en tant qu’effet

Josephson de spin.



Une généralisation de l'effet Josephson

Une des manifestations les plus spectaculaires de la supraconductivité est sans aucun
doute effet Josephson [28]. Celui-ci consiste en apparition d’un courant non-dissipatif
(ou supercourant) entre deux matériaux supraconducteurs séparés par une mince couche
isolante et ce, méme en ’absence d’une différence de potentiel. Bien que les paires de
Cooper ne puissent exister au sein d’un matériau non-supraconducteur, si la couche qui
sépare les deux supraconducteurs est suffisamment mince, elles peuvent néanmoins la
traverser par effet tunnel tout en conservant leur cohérence de phase. C’est la persistance
de cette cohérence de phase qui donne lieu a 'effet Josephson et qui explique, notamment,
son caractere non-dissipatif. Le courant qui en résulte est proportionnel a sin Ay, ou
Ay est la différence de phase entre les deux parametres d’ordre supraconducteurs. En
présence d’une différence de potentiel constante a travers la jonction, 'invariance de
jauge requiert que la différence de phase augmente linéairement dans le temps, ce qui
entraine un courant alternatif dont la fréquence ne dépend que de constantes physiques
universelles.

La supraconductivité ne constitue toutefois qu’un exemple parmi d’autres de brisure
spontanée de symétrie et de cohérence quantique macroscopique. Le parametre d’ordre est
un nombre complexe et donc, la symétrie brisée est U(1). Ainsi, I’état supraconducteur
sélectionne une phase et l'effet Josephson peut s’interpréter comme le résultat de la
tendance du systeme a vouloir uniformiser la phase a travers la jonction tunnel.

Puisqu’il existe de nombreux autres types d’ordres a longue portée et de brisures
spontanées de symétrie correspondantes, la question d’un analogue de I'effet Josephson
dans de tels cas se pose naturellement [29]. Il semble en effet raisonnable de s’attendre a
ce qu’'une différence dans la valeur d'un parametre d’ordre a travers une jonction entraine
I'effet tunnel cohérent des “objets” condensés qui existent dans 1’état a symétrie brisée.
Cette question s’avere particulierement pertinente dans le contexte ou les jonctions entre
matériaux magnétiques occupent une place prépondérante en spintronique. En fait, nous

avons déja mentionné que des prédictions théoriques ont été faites récemment concernant



I’existence possible de courants de spin de type Josephson dans les jonctions tunnel fer-
romagnétiques [25, 26, 27|. Le ferromagnétisme est la réalisation d’une brisure spontanée
de la symétrie SO(3) de rotation des spins et un courant de spin découlerait du couplage
d’échange qui favorise I’alignement des moments magnétiques de part et d’autre de la
jonction. D’un point de vue a la Ginzburg-Landau, la fonctionnelle d’énergie libre contient

un terme proportionnel a Mg - Mp, ou Mg(p) dénote le moment magnétique a gauche

(droite) de la jonction. Les équations d’Heisenberg impliquent alors que dlzgc ~ M¢gxMp,

ce que 'on peut interpréter comme un courant de spin.

Effet Josephson de spin dans les jonctions tunnel an-

tiferromagnétiques AF/I/AF

L’intéréet d’étudier l'effet Josephson de spin dans les jonctions tunnel antiferroma-
gnétiques est multiple. Dans le contexte de la spintronique, il a été démontré expérimen-
talement que I'absence de moment magnétique net dans les antiferroaimants résulte en
une dynamique de spin plus rapide que dans les ferroaimants et ce, par plusieurs ordres
de grandeur. Cette propriété pourrait donc contribuer a augmenter le nombre, jusqu’a
présent limité, d’applications des matériaux antiferromagnétiques [30].

Plus généralement, dans les antiferromaimants, le parametre d’ordre de Néel brise
simultanément la symétrie SO(3) sous rotation des spins et la symétrie sous translation
par un vecteur du réseau direct. Ceci a pour conséquence, nous le verrons, d’en rendre le
traitement mathématique moins évident. De plus, 'antiferromagnétisme se trouve sou-
vent au voisinage de la supraconductivité dans les diagrammes de phases de nombreux
matériaux tels que les fermions lourds, les supraconducteurs a haute température critique
ainsi que les supraconducteurs organiques lamellaires. Parvenir a une compréhension des
phénomenes de type Josephson dans les antiferroaimants constitue une premiere étape
vers une étude plus générale a partir de modeles dans lesquels les parametres d’ordre an-

tiferromagnétique et supraconducteur coexistent. Il n’est pas exclu que l'effet Josephson



généralisé puisse méme contribuer a la détection expérimentale d'une coexistence ho-
mogene de ces deux parametres d’ordre dans certains matériaux. De récentes recherches
ont d’ailleurs été menées dans une perspective similaire dans le cas ou supraconductivité

et ferromagnétisme coexistent [31].

Contenu de la these

Dans la premiere partie de la these, nous considérons un modele microscopique d’une
jonction tunnel entre deux antiferroaimants itinérants?. Nous formulons I’hamiltonien to-
tal du systeme comme la somme de 'hamiltonien de chacun des antiferroaimants et d’un
hamiltonien tunnel décrivant le transfert d’électrons a travers la jonction. Nous motivons
et décrivons de fagon détaillée I'hamiltonien champ moyen ODS (onde de densité de spin)
que nous utilisons afin de modéliser I'antiferromagnétisme itinérant. Nous montrons en-
suite comment incorporer d’emblée dans 'hamiltonien tunnel la non-colinéarité possible
des moments magnétiques alternés de chaque AF au moyen de transformations unitaires.

Dans la seconde partie, nous dérivons I’expression pour le courant Josephson de spin
a travers la jonction tunnel. Un calcul en réponse linéaire nous montre que la fonction
sinus de l'effet Josephson standard est remplacée par le produit vectoriel S x Sp des
moments magnétiques alternés de part et d’autre de la jonction. Il nous fournit également
une expression explicite pour 'analogue du courant critique et de sa dépendance en
température. De plus, nous montrons que (a) 'effet tunnel cohérent de paires de Cooper
est remplacé par 'effet tunnel de paires particule-trou de spin 1 et que (b) l'influence
d’un champ magnétique externe introduit une dépendance temporelle similaire a I'effet
Josephson AC. De nombreuses différences apparaissent toutefois en raison de la nature

non-abélienne du probleme et du fait que les spins ne sont pas couplés au champ de

2Par antiferroaimant itinérant, nous entendons un antiferroaimant décrit correctement par I’approxi-
mation Hartree-Fock dont la phase paramagnétique est conductrice, par oppostion au cas ou la phase
paramagnétique est un isolant de Mott. Le mot itinérant ici ne signifie pas qu’il s’agit d’'un métal,

puisqu’il y a un gap.



jauge, mais directement au champ magnétique. Nous discutons ensuite de la possibilité
de détecter expérimentalement l'effet que nous prédisons.

Dans la trosieme partie de la these, nous revisitons la cas d'une jonction tunnel entre
deux antiferroaimants itinérants, mais en allant au-dela de la réponse linéaire dans le
calcul du courant de spin. Pour ce faire, nous utilisons la méthode des self-énergies de
contact. Dans la limite d’une faible transparence tunnel, le résultat obtenu permet de
retrouver la forme ~ Sg X Sp du courant de spin calculé en réponse linéaire.

Dans la quatrieme partie de la these, nous considérons une jonction tunnel entre deux
matériaux dans lesquels un ordre antiferromagnétique commensurable coexiste avec la
supraconductivité de type d. Dans ce cas, le calcul du courant Josephson de spin montre
que le courant critique est modulé par I’énergie Josephson F; o cos Ap ou Ay est la
différence de phase entre les parametres d’ordre supraconducteurs de part et d’autre de
la jonction. D’une fagon tout a fait symétrique, la calcul du courant Josephson de charge
montre que le courant critique (de charge) est modulé par 1’énergie d’échange entre les
moments magnétiques alternés de gauche et de droite Eg., o< Sg - Sp o cosf ou 6 est
I'orientation relative entre les deux moments.

Mentionnons que les résultats de la premiere et de la seconde partie de la these se
trouvent sur internet a la référence [32]. Ils apparaitront dans la littérature avec ceux de
la quatrieme partie, mais trop tard pour que les références précises puissent étre incluses

ici.

Description microscopique de ’effet Josephson Stan-

dard

Il peut étre intéressant pour terminer cette introduction de revoir les grandes lignes du
calcul microscopique de l'effet Josephson standard. Ceci nous permettra notamment de
mettre en évidence différentes analogies avec I'effet Josephson de spin dans les jonctions

tunnel antifferomagnétiques.



Rappelons que dans la théorie BCS de la supraconductivité, la fonction d’onde décrivant
I’état supraconducteur est un état cohérent de paires de Cooper. Plus précisément, en
fonction de 'opérateur ]511 = CLTCT_k |» qui crée une paire d’électrons d’impulsion cristalline
totale nulle et de spins opposés, cet état s’écrit sous la forme

[Tpes) = [ ] (u + %0 ) |0) (1)

olt u} +v = 1, ¢ est la phase et |0) est la mer de Fermi remplie. Les coefficients uy et vy
restreignent essentiellement les valeurs de k a l'intérieur d’une coquille d'une épaisseur
de lordre de la fréquence de Debye autour de la surface de Fermi (la ou l'interaction
électron-électron médiée par les phonons est attractive). Toutes les paires de Cooper sont
donc ajoutées a la fonction d’onde avec exactement la méme phase et c’est cette cohérence
de phase qui est a l'origine méme du phénomene de la supraconductivité.

Josephson supposa donc que les électrons peuvent traverser par effet tunnel la couche
isolante séparant les deux supraconducteurs. Ceci revient a introduire dans ’hamiltonien
de la jonction le terme de couplage tunnel

Hy = Z (tchﬂgdqg + t;qdfmckg> (2)
kqo

ol ¢} (cir) et dl,(dgs) sont les opérateurs de création (annihilation) d’un électron &

gauche et a droite de la jonction respectivement et txq est un élément de la matrice de
transmission. En utilisant 1’état BCS et la théorie des perturbations au deuxieme ordre en
HT, Josephson obtint le résultat remarquable qu’'un courant doit circuler spontanément

a travers la jonction conformément a ’expression

I = I sin(oe — ¢p) (3)

ou ¢ et p sont les phases des fonctions d’ondes |G) et | D) des supraconducteurs gauche
et droit respectivement.
Il est possible d’expliquer 'origine de ce courant sans trop entrer dans les détails de

calcul. En effet, si I'on considere (grossierement) les effets au deuxieme ordre en Hr, on



voit que ]:I% contient notamment des termes de la forme
Hi ~t° (CLachdq’U’dqcf + lemledo'Cq’cf’an + ) . (4)

L’effet net du premier de ces termes est le transfert d’une paire d’électrons du supracon-
ducteur de droite vers celui de gauche. Inversement, le second terme transfert une paire
de la gauche vers la droite. Puisque les fonctions d’onde de part et d’autre de la jonction
sont des états cohérents de paires de Cooper, ces opérateurs auront une valeur moyenne
non-nulle

(Gleky o |G) # 0

(5)

<D’dq’a’qu‘D> 7A 0.
En fait, on peut vérifier que la premiere de ces valeurs moyennes est proportionnelle a
e~ ¢ et la seconde & e¥¥P | de sorte que 'amplitude quantique associée au transfert d’une
paire de Cooper de la droite vers la gauche dépend d’'un facteur de phase e(?P=%¢) Le
processus inverse, quant a lui, possede une amplitude qui est le complexe conjugué de
la précédente. Par conséquent, en additionnant les deux contributions, on obtient un
courant net proportionnel a sin(pg — ¢p).

L’équation (3) montre que le courant Josephson est généré en réponse a une différence
de phase Ap = pg —¢p entre les deux supraconducteurs. Il s’agit donc, en quelque sorte,
d’une preuve directe de l'existence de la cohérence de phase dans les supraconducteurs.
La constante de proportionnalité I. est appelée courant critique et représente le courant
Josephson maximal pouvant circuler a travers la jonction. Pour des valeurs du courant
I < I, le courant Josephson est non-dissipatif : il s’agit d’un supercourant. Cependant,
si I'on porte le courant a des valeurs supérieures, I > I., le courant devient dissipatif et
une différence de potentiel finie V' se crée a travers la jonction.

Par ailleurs, lorsqu’une différence de potentiel finie V' = Vi; — Vp est appliquée a
travers la jonction tout en maintenant I < I., Josephson obtint le résultat surprenant
que le supercourant tunnel devient alternatif. Ceci peut s’expliquer en remarquant que

I’hamiltonien de chacun des supraconducteurs comporte alors un terme additionnel :

—eVGNG a gauche et —eVDN p a droite, ou N est I'opérateur nombre de particules.
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L’équation d’Heisenberg implique donc que les opérateurs fermioniques acquierent un

facteur de phase comme suit? :

(6)

En substituant (6) dans le calcul des valeurs moyennes a ’équation (5), on obtient
alors que 'argument de la fonction sinus dans ’expression du courant Josephson de-

vient linéairement dépendante du temps

2eV ) (1)

[ =1Lsin (AQO(O) ot

et donc que le courant lui-méme oscille a la fréquence

2eV
v=— (8)
Cet effet remarquable est appelé effet Josephson AC (par opposition a ’effet Josephson
DC'lorsque I < I. et V =0).

L’observation expérimentale de l'effet Josephson AC constitue non seulement une
confirmation de la théorie BCS (en particulier de la validité de 1’état cohérent qui en
constitue la clef de votte), mais elle fournit également une démonstration empirique
directe que I'unité de charge pertinente en supraconductivité est 2e et non e, confirmant
ainsi I’hypothese des paires de Cooper.

Il est intéressant de noter, par ailleurs, que l'exactitude avec laquelle la fréquence
Josephson respecte la relation (8) est telle que leffet a été incorporé parmi les méthodes
standards de mesure utilisées pour définir le systeme d’unités SI. En mesurant la fréquence
(laquelle peut-étre mesurée avec une précision de l'ordre d’une partie par 10'%), et le

voltage V', on obtient le ratio des constantes fondamentales e/h avec une tres grande

3Précisons que cette factorisation n’est valide que si lopérateur nombre commute avec le terme
d’interaction dans I’hamiltonien, ce qui est possible seulement avec le terme d’interaction quartique
original précédant l’approximation champ moyen BCS. La preuve est alors identique a celle des équations

(3.4) et (3.5).
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précision. En retour, la valeur de e/h et leffet Josephson permettent de définir un étalon
de voltage.

L’effet Josephson est notamment au coeur de nombreuses applications pratiques de
la supraconductivité. A ce titre, mentionnons le SQUID (acromyme de Superconductive
Quantum Interference Device), qui constitue un moyen simple, mais le plus précis qui

soit, pour mesurer le flux magnétique.



Chapitre 1

Modele microscopique d’une

jonction tunnel AF/I/AF

Dans ce chapitre, nous décrivons le modele microscopique que nous allons utiliser afin
de représenter une jonction tunnel entre deux antifferoaimants itinérants séparés par une
mince couche isolante. En particulier, nous motivons et donnons une description détaillée
de 'hamiltonien champ moyen ODS (onde de densité de spin) de I'antiferromagnétisme
itinérant et soulignons certaines analogies avec le modele microscopique BCS d’un supra-
conducteur s-wave. Nous montrons aussi comment introduire d’emblée dans I’hamiltonien
tunnel la non-colinéarité possible des moments magnétiques alternés de chacun des anti-

ferroaimants.

1.1 Hamiltonien général d’une jonction tunnel

L’hamiltonien général d'une jonction tunnel constituée de deux matériaux séparés par

une mince couche isolante s’écrit

H = Hg(cl,, ex0) + Hp(dl,, dgo) + Hr (1.1)
A 1
HT = N Z (tkq CTko—qu' + hC) s (12)

kqo
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ou ]:I(;( p) est 'hamiltonien du matériau gauche (droit), Hy est le terme tunnel qui couple
les deux matériaux et oft ¢} (cir) et dl,(dgo) sont les opérateurs fermioniques de création
(annihilation) & gauche et a droite de la jonction respectivement. Les éléments de matrice
tkq sont supposés indépendants du spin, de sorte que le spin de I'électron est conservé a
travers la jonction. Dans les développements subséquents, les nombres quantiques k et q
serviront aussi a désigner implicitement les cotés gauche et droit de la jonction.

Dans le cas qui nous intéresse, il est utile que Hg et Hp refletent explicitement la
présence de 'ordre magnétique a longue portée. Plus précisément, afin de modéliser I’an-
tiferromagnétisme itinérant de part et d’autre de la jonction, nous procéderons comme en

Réf.[33] et utiliserons un modele de Hubbard & une bande dans I’approximation Hartree-

Fock pour une onde de densité de spin statique de vecteur d’onde Q = (m, ).

1.2 L’hamiltonien ODS

Considérons tout d’abord I’hamiltonien de Hubbard bidimensionnel [34] sur un réseau

carré

-Hhub = —1 Z(ijacj"a + hC) + UZleTTALu s (13)

(4,5) i
(6%
ou (i, 7) dénote les plus proches voisins, ¢ est I’élément de matrice de saut, U 'intensité

de P’interaction locale et n;, = c}acm. Dans 'espace des impulsions, Hyy, s’écrit

. U
Hhub = Z EkCLaCk@ + W Z Z 5ao/6,66’CL/@/Cik/+qyg/c—k+q,ﬁck,a s (14)
k,a k.k'q aa’
6o’
oll
ex = —2t(cos kya + coskya) , (1.5)

«, (# sont des états de spin quantifiés dans la direction z, a est le pas du réseau et N est

le nombre total de sites.
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L’état fondamental sans interaction (U = 0) de Hip, est défini par

kal0) =0, e > FEp, (1.6)

CLa|O> =0, e<ZFp,

ol EF est 'énergie de Fermi. A demi-remplissage, la surface de Fermi est un carré parfait

le contour d’énergie nulle de (1.5); voir Fig.1.1].

ky

F1G. 1.1 — Le grand carré représente la premiere zone de Brillouin. Le petit carré représente la zone de
Brillouin magnétique, qui est aussi la surface de Fermi des électrons libres pour un modele a demi-rempli.

Q est le vecteur d’emboitement (de 'anglais nesting), aussi appelé vecteur d’onde antiferromagnétique.

Proposition 1. A demi-remplissage, ’état fondamental sans interaction |0) de [’hamil-

tonien de Hubbard (1.3) est instable par rapport aux fluctuations de densité de spin.

Démonstration. Considérons les susceptibilités de charge et de spin définies par

X"(a,t) = i{0[Tpq(t)p-q(0)[0) , (1.7)

X7 (a,t) = i{0|T'S,(£)S7 4(0)]0) , (1.8)

ou T est I'opérateur d’ordonnement dans le temps, pq est 'opérateur de densité de charge
défini par

1
Pq = N Z CIH.q’ack,a ) (19)
ka
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Sél est I'opérateur de densité de spin défini par
1 T i
= NchJrq’aaaﬁckﬁ , (1.10)
kag

et o' est la i® matrice de Pauli. En I'absence d’interaction, ces fonctions de corrélation

sont données par

Xo'(a.w) = Z( mull “rira) | Mierall Z ) ) (1.11)

W+ € —€pg — 1) Wt €x — €xiq N

et X (q,w) = 09x3°(q,w) ott me = 3 (el o) est le nombre d’occupation électronique.
En présence de I'interaction (U # 0), ces fonctions de corrélation peuvent étre calculées en
utilisant 1’approximation de la phase aléatoire (random phase approzimation ou RPA),
laquelle peut se représenter graphiquement comme la somme sur une série infinie de

diagrammes en bulles et de diagrammes en échelles (voir Fig.1.2).

SKO-O-O-Crs

SC T T T )

F1G. 1.2 — Les diagrammes de Feynman utilisés en RPA pour calculer x%op 4 et x?{ pa- Une ligne pleine

représente un propagateur sans interaction. La ligne pointillée représente l'interation U.

Cette sommation s’obtient aisément en utilisant I’équation de Dyson. Dans le canal

de charge, on trouve

00
00 Xo (q,w)

Xgpa(Q,w) = (1.12)

i 1+ Sx8°(a,w)

et dans le canal de spin, le résultat est
00

ij Xo (9, w) ij

XapalQ,w) = 0 0. (1.13)

1—Yx(q,w)

A demi-remplissage, la surface de Fermi possede la propriété d’emboitement (de I'anglais

nesting), ce qui signifie qu’il existe un vecteur Q reliant des points opposés de la surface
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de Fermi. Cette propriété implique que le dénominateur d’énergie ex —ex4q s’annule pour
une plage finie de valeurs de k au vecteur d’emboitement Q dans x3°(q = Q,w = 0), de
sorte que la susceptibilité est particulierement grande pour ce vecteur d’onde Q. Dans ce
cas, pour des températures T < T, et des temps ¢t > 0, XgPA(Q, t) ~ exp(Qqt), ou Qg
est réel et positif. Ceci nous indique que la surface de Fermi a I’état normal |0) définie en
(1.6) est instable et que le véritable état fondamental |(2) est celui présentant une onde

de densité de spin statique de vecteur d’onde Q. O

Sans perte de généralité, on peut supposer que 'onde de densité de spin (ODS) est

polarisée dans la direction de ’axe de quantification de spin :

. 1
(Sl =+ D (dheiqadiuatha) =5, (1.14)

k,a,a/
ol le parametre d’ordre S sera déterminé plus loin par des conditions d’autocohérence.
En présence de ce champ moyen, la factorisation Hartree-Fock de (1.4) est [voir 'annexe
Al
]f[ODS _ T Us i 3 1.15
= Zekck@ck,a — T Z Ck+Q,aaaa’Ck,a’ . ( . )

k,a k,a,a’

Cet hamiltonien a un corps se diagonalise au moyen de la transformation de Bogoliubov

suivante
Vo = UkCka T+ Vk Z(U3>aﬁck+Q,ﬁ ;
o (1.16)
Mo = VkCia — Uk Y _(0%)agcirqp
5

ou k est restreint a la zone de Brillouin magnétique afin d’éviter la redondance dans la
somme sur les vecteurs d’onde. Les indices supérieurs c et v réferent a la séparation entre
bande de conduction et bande de valence provoquée par la diffusion de Bragg sur 'onde
de densité de spin. La relation de dispersion (1.5), valable pour un modele de Hubbard

avec saut au plus proche voisin, implique que ex = —ex1q pour toute valeur de k. Dans
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ce cas, les amplitudes de la transformation sont données par

1 €k 1/2
B
e [2<+Ek

e [% <1 N ;_1;)]1/2 ’ (1.17)
B = (e + A%,
AZUS

ol A est le parametre de gap ODS . L’hamiltonien diagonalisé est donné par

.E[ODS - Z Ek (’ylt(ja’ylc(,a - 7111,10/712,@) ’ (118)
k,a

*

ol * indique que la somme sur k est restreinte a la zone de Brillouin magnétique. Le
spectre d’énergie est donné par +Fj.

L’état fondamental |2) pour un modele & une bande demi-remplie est défini par

W) = 75,1 =0 (1.19)

En utilisant cette définition de |2) dans (1.14), on obtient la condition d’autocohérence

suivante pour le gap antiferromagnétique A :

B 4 A 27
(U531 = + §k : T (1.20)
ou
1 1
-y - 1.21
¥ @ E = 121

En raison de la singularité dans la densité d’états au niveau de Fermi, la solution de cette

équation de gap pour de petites valeurs de U est donnée par

A~ te VY (1.22)

alors que pour t < U, le gap prend la valeur 2A = U, soit celle du gap de Mott-Hubbard.

'Nous nous limitons au sauts au plus proches voisins afin de simplifier ’expression des amplitudes
de transformation, mais notre résultat pour le courant de moment magnétique alterné, soit Eq.(2.37) et
Eq.(2.38), demeure valide pour un modele étendu. Un courant de spin sans dissipation se produira si U

est suffisamment grand pour que ’excitation de quasi-particules soit gapée.
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1.3 Analogie avec I’état fondamental BCS

L’état fondamental |2) de I'hamiltonien ODS peut s’écrire explicitement sous la forme

) =[] alo) (1.23)
ko
= [ [0k = uc Y el qs05a) 10) (1.24)
ko B
= H(vk — Uy Z CL+QgUZaCka)CLa |0) . (1.25)
ka B

Cette derniere expression rend évidente 1'analogie avec 1'état fondamental BCS (1). Par
exemple, des réflexions de type Andreev peuvent survenir a une interface AF-N [35].
L’état fondamental ODS peut s’écrire comme un état cohérent de paires particule-trou.
Afin de clarifier ce point, il est utile de faire une transformation particule-trou pour les
états dans la premiere zone de Brillouin magnétique. Rappelons a cette fin que détruire
un électron dans un état donné est équivalent a créer un trou dans I’état correspondant

sous inversion du temps. Pour un spineur, on écrit donc

.I.
ckp — hl
T N (1.26)
Cx| — _hT—kT'
L’état fondamental prend alors la forme suivante
‘Q> = H(’Uk — ukcch+QThT—k1)<vk — ukcL+thT_kT) ]O>h (1.27)

Kk
ol CktQa |0), = 0 et ko |0), = 0. Les paires particule-trou sont dans un état de spin
triplet avec une projection nulle sur 'axe de quantification. Elles sont de charge nulle et
ont un vecteur d’onde égal au vecteur d’onde antiferromagnétique Q. Dans le cas d'un
ferroaimant, ce vecteur d’onde serait nul (et il n’y aurait pas de dédoublement de la zone
de Brillouin).

Un autre point qu’il est intéressant de discuter est ’analogue de la cohérence de

phase dans I'état fondamental ODS. De la méme facon que chaque paire de Cooper
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est ajoutée avec la méme phase dans I'état fondamental BCS, chaque paire particule-
trou est ajoutée avec le méme état de spin total dans I’état fondamental ODS. L’ana-
logie est plus frappante lorsqu’on récrit I'expression (1.25) en orientant 'onde densité
de spin selon une direction différente de ’axe de quantification de spin z, disons selon
§ = (sinf cos ¢, sin fsin ¢, cos f). Ce vecteur § est appelé vecteur de Néel. Comme nous

N . . - 1 . + N
le verrons a la section suivante, on peut alors écrire ¢, g5 = > s Cie +qsUsp ou B (respec-

tivement ) est un état de spin T ou | selon § (respectivement z) et U = e—uﬁ%e—mg.
Alors (1.25) peut se récrire comme suit
x
Q) = [T(ok — e Y s qsUss0 Ul ciy) 00, (1.28)

ka B~y

ott la matrice Uo3UT € SU(2) est 'analogue du facteur de phase ¢ € U(1) apparaissant
dans I'expression (1) de 1’état fondamental BCS. En fait, on peut montrer que Ug?UT =

§-doud = (c',0% 03) est un vecteur de matrices de Pauli; c’est la relation standard

qui établit le lien entre SU(2) et SO(3).

1.4 L’hamiltonien tunnel

Le terme tunnel de I’hamiltonien s’écrit

- 1

Hy = D (tra holao + tig dhptio) - (1.29)

kqo
ou o =T, | dans la direction d’un axe de quantification de spin valide de part et d’autre
de la jonction tunnel.

On s’attend a ce que l'effet Josephson de spin se produise lorsque les moments
magnétiques alternés Sg et Sp des deux AF sont non-colinéaires. Une fagon commode
pour tenir compte de cette non-colinéarité dans nos calculs subséquents est d’introduire
immédiatement dans Hy une transformation unitaire dans I’espace des spin. Ceci nous
permettra de définir I'axe de quantification de spin dans la direction de S a gauche de la

jonction et dans la direction de Sp a droite. Ainsi, I’hamiltonien ODS aura la méme forme
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dans chacun des AF (puisque celui-ci a été défini dans le repere ou 'axe de quantification
de spin est parallele a 'aimantation alternée).
Plus précisément, on choisit le systeme de coordonnées cartésiennes dans I’AF gauche

de sorte a orienter 1’axe de quantification de spin (axe Z) selon Sg :

Sa¢ = [8¢[(0,0,1)
(1.30)
Sp = |Sp|(sin  cos ¢, sin G sin ¢, cos ) |

ou (0, ¢) sont les coordonnées de Sp dans le systeme de coordonnées sphériques corres-
pondant de I’AF gauche (voir Fig.1.3). De méme, on choisit le systeme de coordonnées

cartésiennes dans I’AF droit de sorte a orienter ’axe de quantification de spin selon Sp :

S¢ = |S¢/|(sin b cos(¢p + ), sin O sin(¢p + ), cos 0) |

(1.31)
Sp = [Sp|(0,0,1) .
Il est alors possible d’écrire
A 1 .
Hr =+ kzé (trq o Usstlas + tiq iUl s ) (1.32)
qo

ou o(d) =T, | dans la direction de S¢ (Sp) et

U6, 6) e 2 cos(0/2)  —e "/ sin(0/2) (1.33)
’ ¢®/2sin(0/2) /2 cos(6/2) ' |

Démonstration de (1.32)-(1.33). La formule générale de changement de base est

o) = 16)(0]o) (1.34)
6

iy =Y _dis(|o) . (1.35)
1

On choisit la base de spin a gauche o = {| 1¢),| l¢)} dans la direction de S et la base
de spin a droite § = {| Tp),| | p)} dans la direction de £Sp. La relation entre o et § est :

38 _

o) = e 2773 14) | (1.36)

39 _

| lp) = e 2¢ “’QSI la) - (1.37)
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La formule de transformation est donc donnée par

N R
U=e2¢77°2 (1.38)

ce qui correspond a la combinaison d’une rotation d'un angle 6 autour de l'axe g, R, (6) =

—io2 0 —iod % ‘

e "7 2, suivie d'une rotation d’un angle ¢ autour de l'axe z, R,(¢) = ¢

Z i Sa

F1G. 1.3 — Systeme de coordonnées cartésiennes et sphériques de I’AF gauche.

Explicitement, on obtient
e /2 0

U0, ¢) = R (00 cos(6/2) — io? sin(6 /2))

e /2 0 cos(f/2)  —sin(0/2)
0 e/ sin(0/2) cos(6/2)

e /2 cos(0/2)  —e/%sin(0/2)

= ' ' . (1.39)
e'?/2 sin(0/2) /2 cos(0/2)
Dans la base de gauche o, on a
Te | Tp) = U, (Te | Ip) = Uy,
(Te [ 1p) = Upr . (Ta | Lp) = Uy (1.40)

(la|Tp)=Up . Uecllp) =0 .
Substituant (1.40) dans (1.35), on obtient

dgo =Y Usstlas (1.41)
1)
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et en prenant 1’adjoint
dl, = _dUl, (1.42)
5
ce qui, apres substitution dans (1.29), donne finalement

. 1 ~ .
HT = N Z (f}kq ClT(UUo(;dq(s + tkq d:;(;UgUCkg) .
kqod

]

w~n

Dans la suite de la these, nous omettrons le symbole au-dessus des opérateurs de

création et d’annihilation dans la base de droite afin de simplifier la notation.

Remarque 2. Rappelons que le spin est conservé a travers la jonction et que ces trans-
formations unitaires ne sont introduites dans Hy qu’afin de refléter le choix d’un axe
de quantification différent de chaque coté de la jonction. Ce changement de systéeme de
référence peut aussi étre vu comme un choix de jauge ou tout leffet de la différence

d’orientation du moment antiferromagnétique est reporté sur le terme de saut.



Chapitre 2

Effet Josephson DC de spin dans
une jonction tunnel AF/I/AF

Dans ce chapitre, nous étudions I'effet Josephson DC de spin dans une jonction tunnel
entre deux antiferroaimants itinérants. En adoptant une approche microscopique ana-
logue a celle utilisée par Ambegaokar & Baratoff [36] pour le calcul de I'effet Josephson
standard, nous obtenons 'expression pour le courant de moment magnétique alterné a
travers la jonction. Nous constatons certaines analogies avec le cas standard et discutons

aussi des spécificités propres au courant Josephson de moment magnétique alterné.

2.1 Calcul du courant de moment magnétique al-
terné

Dans cette section, nous obtenons une expression générale pour le courant Josephson
de moment magnétique alterné a travers la jonction tunnel. Comme nous venons de
le mentionner, notre approche s’inspire fortement de celle utilisée par Ambegaokar &
Baratoff pour le calcul de I'effet Josephson standard. Dans ce dernier cas, si la jonction
tunnel n’est pas reliée a un circuit, le courant électrique entre les deux supraconducteurs

est bien décrit par la valeur moyenne du taux de variation instantané de 1'opérateur
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nombre du supraconducteur gauche J o <dNG /dt), ou Ng = Y ko CLngm
Dans le cas qui nous occupe, I'analogue de Ng est I'opérateur de moment magnétique

alterné de l’antiferroaimant gauche! :

Sa = (1/2) ) ches qafasCis (2.1)
kag

ou & = (o!,0% 0%) est un vecteur de matrices de Pauli. Nous allons donc définir le

courant de moment magnétique alterné Is a travers la jonction tunnel comme la moyenne
thermique du taux de variation instantané de 'opérateur de moment magnétique alterné
de I'antiferroaimant gauche :

Is = (dSq/dt). (2.2)

Dans la représentation d’Heisenberg, I’évolution temporelle de S est dictée par I’ équation
d’Heisenberg,
d A 1 A -
—S¢ = —|S¢, H
ar>o = 5e Hl,
ot H est hamiltonien total du systeme. En substituant ceci dans la définition de Ig, on

obtient

L(t) = 5 3 3 1[Gl ta e qu e (1)] (2.3

kq aBd

ou (...) est calculé avec la matrice densité compléte.

Démonstration de (2.3). Dans 'état & symétrie brisée, I'évolution temporelle de S¢
due & HIPS est négligeable, puisque [SZ, H9PS] = 0 dans I'approximation champ moyen.

, 1 , 1
Comme les opérateurs {cky, ¢, } commutent avec les opérateurs {dqs,d;s}, nous avons

1En supraconductivité, N¢ est conjugué a la phase ¢, le générateur infinitésimal de U(1). Iciil y a
trois générateurs infinitésimaux de SU(2). Lorsque la symétrie brisée est I’aimantation alternée selon Z,
le générateur infinitésimal SU(2) des rotations selon X par exemple est S¥(q) & q = 0 (analogue de ¢).
Cet opérateur est conjugué a SY(q) a q = (m, ) puisque S*(q) & q = (7, 7) peut étre pris comme un
nombre (ce nombre est le parametre d’ordre S qui intervient dans A). Il est donc raisonnable de regarder
I’évolution de 'aimantation alternée dans une direction générale comme analogue de 1’évolution de Ng

dans le cas Josephson.
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aussi [Sg, ]:IBDS] = 0. Il s’ensuit donc que I'équation d’Heisenberg se réduit a dgg/dt =

(1/ih)[S¢, Hr). Ainsi,

dSG/dt [ ch+QaO'a50kg, N Z pa pa 5d 5 +tpq dL6Ugngg):| (2.4)
kag pqod
1 o %
=35 Z aa@{tqum; [CL+QaCk5, Cigadqg} + tqugg [cL+Qack5, dgécpg} } (2.5)
b
:——ZJ tU[c c T]d +15Ud[cT c c]
By lpqlos |Ck1QaCkB) Cpo] Qqs pa“éc%qé [“k+QatkpBy Cpo )
kpq
afod
(2.6)

puisque [A, BC| = [A, B]C+ B[A, C]. Maintenant, comme [AB,C] = A{B,C}—{A,C}B
et compte tenu des relations d’anticommutation {cy,, cLU,} = Ok k00,0’ €t {Cko, Cxror } = 0,

ceci devient

A 1 R *
dSG/dt = _ﬁ Z O'a/g{tqum; CI{+Qadq5 5k,p5ﬁ,o - tquga quJCkﬂ 5k+Q,p6a,a} (27)

kpq
afBod

_LN Z Z (6aﬁU65 tkqCLJrQadq(S - h-C~) : (2.8)

kq aBd
En prenant la moyenne thermique, on trouve donc
(dS¢/dt) = Z > Im [UaﬁUﬁ(S tra(Chiqa(t)d >}
kq aBd

ou (...) est calculé avec la matrice densité complete. O

Nous allons calculer la valeur moyenne <CL +Qa(t)dq5(t)> dans (2.3) au premier ordre
en Hp en théorie des perturbations, autrement dit, dans le cadre de la théorie de la
réponse linéaire :

(cheguOdas(®)) = —7 [ dt e O qu (O Helt)])y . (29)

—00
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ou la moyenne thermique (...)q est calculée avec Hy = ﬁgDS + f]gDS (la partie non-
perturbée de H ) et les opérateurs a droite de 1’égalité sont dans la représentation d’inter-
action.

La formule de réponse linéaire (2.9) est un résultat bien connu dont nous rappelons

néanmoins la démonstration par souci de complétude.

Démonstration de (2.9). Soit |j), un état propre d’énergie E; de I'hamiltonien non-
perturbé Hy, = ﬁgDS + f]gDS . Le vecteur d’état correspondant dans la représentation

de Schrodinger, |js(t)), satisfait I'équation de Schrodinger
L0 o
thlis(t)) = Holjs(t)) (2.10)

avec solution

ls(£)) = e Hot/ B g (0)) = e Eat/Mjy (2.11)

Supposons maintenant que le systeme est perturbé a un temps ¢t = ¢, par le branchement
de 'hamiltonien tunnel Hy(t). Le nouveau vecteur d’état |js(t)) dans la représentation

de Schrédinger satisfait alors I’équation modifiée (¢t > o)
. a N - - N
ihalds(t)) = [Ho + Hr(t)]|js (1)) - (2.12)

Nous cherchons une solution de la forme

[s(@) = e A ) (2.13)
ou 'opérateur A(t) satisfait la condition frontiere de causalité

Alt)y=1 , t<tp. (2.14)
En combinant (2.12) et (2.13), on obtient Péquation suivante pour A(t) :

ih%fl(t) = Hot/h ()~ tHot/h (1)

~

= HL(H)A(t) (2.15)
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ot HL(t) est dans la représentation d’interaction. L’équation (2.15) peut étre solutionnée
de facon itérative pour t > t,
et
o 1 ~
Ay =1-14 / dt HL(E) + ... (2.16)
h to
ot la condition frontiere de causalité (2.14) est automatiquement satisfaite puisque Hrp(t) =

0 sit < ty. Le vecteur d’état correspondant est donné par

3 ) . £y t A
Js(t)) = e M) — EG_ZHWH/ dt'Hy(')]7) + ... (2.17)

h to

Maintenant, la moyenne thermique que nous cherchons a calculer est une somme pondérée
sur les éléments de matrice diagonaux de I'opérateur ¢l 1 Qa(t)dqs(t), lequel est dans la
représentation d’Heisenberg associé a I’hamiltonien total de la jonction. Or, comme les
éléments de matrice d’'un opérateur sont équivalents sous changement de représentation,
on peut tout aussi bien passer dans la représentation de Schrodinger et calculer les
éléments de matrice diagonaux (j(t)|ch +Qalaslis(t)), o, comme il se doit, I'opérateur

dans la représentation de Schrodinger est stationnaire. En ne conservant que les termes

linéaires en HZL(t'), on obtient

. t

N Y . ? 2 iH —_iH

(750l quiaslis ) = (71[1+ 7 / A L) + ] €0l g dgse 00/
0

X [1— %/tdt’ﬁé(t’w... 1) (2.18)

= <j’CIT<+Qa(t)dq5<t)’j> - %<.7| /to dt/[cL-s-Qa(t)dq&(t)v I:[ir’(t/)”]) + .
(2.19)

ou les opérateurs dans (2.19) sont dans la représentation d’interaction. Le premier terme a
droite de I’égalité dans (2.19) est nul puisqu’il ne respecte pas la conservation du nombre
total de particules du systeme. Donc,
. t
N TS ] . - .
(s(leles qadaslis () = ~ /t dt'(j] [chy. qa(t)das (8), Hr(t)]15) - (2.20)
0
On peut étendre la borne inférieure d’intégration a —oo a condition d’introduire un

0t (

— — / . 7 .
facteur e=0 (=) pour assurer la convergence de l'intégrale. Pour obtenir la moyenne
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thermique, on prend la somme pondérée de (2.20) sur les états non-perturbés (afin de de-
meurer au premier ordre en Hyp). Nous faisons ici le choix de laisser évoluer les opérateurs

plutot que la matrice densité. On obtient alors :

(chegquOdas(t)) =~ [ e S SB[l q ()dus(t) Hr(t)] )

oo -
(2.21)

A 0T (el gu (s (1), Hr(t' 2.22

T € Ck+Qa() as(t), Hr( )]>0 (2.22)

ou f = 1/kgT et Q = —kgTinZ avec Z, la fonction de partition. La moyenne est

prise dans ’ensemble canonique, car le nombre total de particules dans le systeme est

conserveé. n

Remarque 3 (Paralléles avec Ueffet Josephson standard). Une fois le commu-
tateur évalué dans l’équation (2.9), une des factorisations de la fonction de corrélation
a quatre points implique des produits de fonctions de corrélations dans l’antiferroaimant

gauche et droit de la forme

(Cher qa (Dera(t)o(dar s (1) dhs(¢)o - (2.23)

Ces fonctions de corrélations seraient nulles dans ’état normal paramagnétique, mais
elles me le sont pas dans le cas présent en raison de la symétrie brisée. L’expression
(2.23) représente une interférence dans le processus tunnel entre des particules de spin
T (1) et d’impulsion k + Q et des trous de spin | (1) et d'impulsion —k. En d’autres
mots, elle représente [’effet tunnel cohérent de paires particule-trou de charge nulle, spin
1, 5% = 0 et dimpulsion finie Q qui sont présentent dans [’état fondamental E'q. (1.25).

Dans le cas de effet Josephson standard, on trouverait des termes de la forme

(cho () 1o (1)) 0{dao (1)d—q-o ()0

qui représentent 'effet tunnel cohérent de paires de Cooper.
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Afin de calculer les moyennes (...)g dans 'état a symétrie brisée, nous inversons

d’abord la transformation de Bogoliubov Eq. (1.16),

Cka = ukﬁ)/lC(a + Uk’Yﬁa ’ (2 24)

3
Ck+Q,a = Oqq (,Uk’ylia - uk’)/lqioc) :
En supposant txq = tkq+Q = tk+Qq = tk+Qq+Q, o1 peut alors récrire le membre de gauche

du commutateur dans (2.9) sous la forme (voir annexe B)

ZtchkJrQa Z Z lkq qu zﬂkﬂqg, (2.25)

kaq i,je{cv}

ou 'on a défini les facteurs de cohérence

(Pﬁg)cc = (ugtiq + 05 Ulg + Ti5tUg + 00 035Uk UG)

(Fﬁi)w = (Vllq — 02 Uil + TasUiUq — 0o TasUiVq) (2.26)
(T2 )oe = (Ukvq + 054V — Tgstiilly — Ton 035 Vkl) '
(Fﬁi)w = (VkVq — T2 UVg — TasVilg + O Taslicly) -

De facon similaire, soit Hy = (1/N) Y kqos beq dL(;, U} cxo la partie de Hy qui apporte
une contribution non-nulle a la moyenne thermique du commutateur dans 1’équation

(2.9). On trouve (voir annexe B)

Hy = (1/N) ZZ Z tra(Cra )isUsro Vs Vo - (2:27)

kq o0& ije{cv}

En substituant (2.25) et (2.27) dans (2.9) on obtient

1 « i . § g
Is(t) = WZZZIm[— ﬁ\tkqﬁaaﬁUﬁgUM,/dt’e 07 (=11 5

kq aBs oo’

Z(Fﬁi)ij ()i [ (D706 (1): Yaby (1) i ()] )0]

(2.28)

1 — : /
Y Sttt a0

kq aBd od’

S )i (T8 )i (Ghsa (. 10G50 () = Gzt )G (1 >)]

ij
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ol Gy <(> sont les fonctions de Green de Keldysh a gauche (droite) de la jonction. Leur

deﬁn1t1ons sont respectivement

Gi a,@( t) = i<7§ﬁ<t,)7ﬁa(t»o ;

‘ ‘ (2.29)
Gicap(t:t) = =i 0ea (D1 )0
Explicitement,
Gap () = if (B)e Bl 6
kad D (2.30)
Gieas(t:1) = =il = F(E e T,
ou f est la distribution de Fermi-Dirac.
Démonstration de (2.30). Dans la représentation d’interaction, on écrit
Yia(t) = €0/ 0NN (2.31)

ot Hy = Hg est hamiltonien ODS de PAF gauche. Soit {|n), £, }nen, 'ensemble des états
propres d’énergie de I'hamiltonien ODS (c’est la base diagonale ou I'axe de quantification
coincide avec l'orientation du moment magnétique alterné) et soit l'opérateur identité

I =5 |m)(m| exprimé dans cette base, alors

gkaﬂ( ) = i<71ifﬁ(t/)%i<a(t)>o

— Z<n‘poeiﬁot’/h,y;r{ﬂefiﬁgt’/h‘m> <m|€iﬁot/h,ykaefiflot/h’n>

n,m

- ZZ<”|P i Ent! /th e zEmt’/h|m><m|6iEmt/h/ykae—iEnt/h|n> ’ (2.32)

n,m
ol py est la matrice densité sans interaction. Les exponentielles sont des scalaires et
peuvent donc étre factorisées a ’extérieur de la valeur moyenne :
Grap(t,t) =iy e En=Emd =) pond ) (m|yaln) - (2.33)
n,m
On aura E,, — E,, = E| puisqu’il y a une quasiparticule de plus dans |n) que dans |m) :

Gias(t,t) =i e M| poylslm’) (' |aln) (2.34)

n
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ou |m’) est le seul état connecté a |n) par Yi,. On peut factoriser I'exponentielle &

I'extérieur de la somme et réintroduire la somme sur les états intermédiaires :

gkaﬂ (ta t/) =1 Z eiiEli((tit/)/h«yl];@'yko» (235>
— if (e =g o (2.36)
La fonction de Green de Keldysh (]ﬁg(t, t') se calcule de fagon analogue. O

L’équation (2.28) pour le courant de moment magnétique alterné a travers une jonc-
tion tunnel est générale. Une différence de potentiel électrique a travers la jonction pour-
rait eétre incluse, ce que nous ne ferons pas cependant, afin de ne pas avoir a considérer d’ef-
fet tunnel incohérent & une particule (& travers le gap antiferromagnétique). En intégrant

sur t — t' et en effectuant la somme sur les spins dans (2.28), on trouve

Proposition 4. Le courant de moment magnétique alterné a travers la jonction tunnel
est

Is = I8¢ X $p | (2.37)
avec Sc(py = Sy /|Sap)| et

SAGAD ,f(Bx) — f(—E
va; PZ|tkq| (k()E (Ez)k)

I.= (2.38)

ou P dénote la partie principale.

Démonstration. La proposition découle de ce qui précede ainsi que des détails de calcul
additionnels donnés a ’annexe C. Notons toutefois que le signe que I'on obtient par un
calcul direct est contraire a celui qui apparait a ’équation (2.37). Nous présentons a la

section (2.2) des arguments en faveur de la validité du signe que nous proposons ici. [

Une expression similaire est obtenue pour le courant de spin dans le cas des jonctions
tunnel ferromagnétiques. Remarquons que la fonction sinus présente dans I'effet Joseph-

son standard est remplacée ici par un produit vectoriel, ce qui est une conséquence directe
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de la nature non-abélienne de la symétrie brisée par I'ordre antiferromagnétique a longue
porté. Nous présentons, a 'annexe D, un calcul qui met en évidence I'origine géométrique
de la dépendance du courant Josephson de spin (2.37) dans le produit vectoriel des deux

moments.

Proposition 5. Les équations du mouvement du systeme couplé constitué des deux pa-

rametres d’ordre Sq et Sp sont

SG = [Cég X éD R
' (2.39)
SD = IcéD X éG s

ot I. est donné par 'équation (2.58).

Démonstration. Par symétrie, la dérivée temporelle Sp du moment magnétique alterné
de I'antiferroaimant droit s’obtient en interchangeant les indices G et D dans 1’équation
(2.37). Cela se vérifie aisément en retournant a ’équation (2.8). Il suffit en effet de faire
les substitutions cx1q — dqtq et dqy — cx. On peut ensuite additionner le vecteur
d’onde antiferromagnétique Q a chaque vecteur d’onde dans la somme sur k et q, ce qui
équivaut & un réarrangement des termes de la somme. On trouve alors dSp/dt = —dS¢/dt
en supposant tx1Qq+Q = fkq- Finalement, l'expression (2.38) pour le courant critique
I, demeure inchangée. L’équation (C.6) de 'annexe C montre en effet que I. est bien

symétrique sous k < q. O

Le systeme d’équations (2.39) décrit un mouvement de précession : S précesse autour
de Sp et vice-versa. Autrement dit, S et Sp précessent tous deux autour de leur somme

3. =S, + Sg, laquelle est une constante du mouvement d’apres (2.39).

Proposition 6. La fréquence de précession de Sg et Sp autour de 3 = Sg + Sp est

|SG+SD|
1Sa|[Sp|

w(]:]c

(2.40)
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Démonstration. Ce résultat découle directement des équations de précession de S et

Sp autour de X :

SG = [Cép X éG
I,

— S, xS
Scllsp| ™" =7

I
= W(SG + SD) X SG

avec une expression similaire pour Sp. Maintenant, plus généralement, on montre sans
difficulté que lorsqu’un vecteur v satisfait 1’équation différentielle de précession dv/dt =
—B x U, alors la fréquence de précession de ¢ autour de B est donnée par le module
|B|. On n’a qu'a choisir un systéme de coordonnées dans lequel B est dans la direction
—2Z, B = (0,0,—B). Alors la composante v, est une constante du mouvement. On pose
v, = |U] cos(wpt) et v, = |U]sin(wpt), alors I'équation différentielle décrivant 1’évolution

de la composante de v’ selon & s’écrit

dv, /dt = —Bu,
—wp| 7| sin(wpt) = — BV sin(wot)
Wy = B = ’§| .

Dans le cas d’une jonction symétrique (Ag = Ap = A), les mémes hypotheses et

développements que Ref. [36] meénent au résultat analytique suivant

Proposition 7. Dans le cas d’une jonction symétrique (Ag = Ap = A),

1= " ROA(T) tanh (2BA(T)) (2.41)

02
ot R = h/ (4me*D? ]t\2) est la résistance de la jonction a température nulle dans l’état

normal et D est la densité d’états (supposée constante).
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Démonstration. Reprenons 'équation (2.38) en changeant les sommes sur k et q en
intégrales sur ey et €4 puis en prenant les densités d’états D(ex) et D(eq) égales a une

constante D. En négligeant la dépendance en énergie des amplitudes tunnel (|txq|* = [¢]?),

I, = 8A?D?|¢t)? P/dek/deq(fﬁk()Eé i(;;jk)) . (2.42)

on obtient :

Comme l'intégrand converge rapidement vers zéro, on peut raisonnablement étendre les
bornes de l'intégrale double au-dela de la premiere zone de Brillouin magnétique, sur
tout 'axe réel. Ceci nous permet de refermer le contour d’intégration dans le demi-plan
supérieur comme a la Fig.2.2 et, ainsi, de transformer 'intégrale sur €x en une somme
sur les poles de la fonction de Fermi. Puisque 1'on doit prendre la partie principale, on

contourne les deux poles réels ey = €4 en empruntant les demi-cercles C1 et C2.

A

Lo §
% I n

€q €k

F1G. 2.1 — Contour d’intégration dans le demi-plan complexe supérieur utilisé lors de I'intégrale sur ej.
Ici, les points k,, = iy/w2 + A2 sont les poles de la fonction de Fermi f(Fx). Dans le cas d’une jonction
symétrique (Ag = Ap = A), les demi-cercles C1 et C2 contournent les poles réels de l'intégrand de

(2.42) situés en ex = teq.

La contribution provenant de l'intégrale le long des demi-cercles C'1 et C2 s’évalue
par le théoreme des résidues fractionnaires et donne

/02() — —inRes {f(-é(k()Eé J:(;?;k) e — eq} | (2.44)

On peut vérifier que ces deux contributions s’annullent mutuellement.
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Les poles de f(Ex) et f(—Fx) sont situés en €, = iy/w? + A% ot w, = 2n+ 1)7/f3

avec 3 = 1/kgT et n € {0,4£1,£2,...}. Les résidus en ces poles sont

Res 4,0 = iV LT 7] = —iw_ji)

Res {f(—Ek),ek = i\/m} = % .

L’expression pour le courant critique devient donc

0 o /02 A2
Ic=8A2D2|t|2/ dquWiZ( wn/ﬁ/ “n

iwp)(—w? — €2 — A?)

- n=0

327TA2D2’25 Z

En utilisant
/°° dx 1 T\|>® 7
—— = —arctan (—)‘ =—,
@ +2? a a’/les @

_RPATDHP O 1
c 164 — w2 + A?

on trouve

— 872 D?|t|*A(T) tanh (%HA(T)).

1/(X;2_|-A2/ w2+A2—|—62'

(2.45)

(2.46)

(2.47)

Avec la définition de la résistance de la jonction a température nulle dans 1’état normal

R =h/ (4me*D? |t|2), on obtient I’équation (2.41).

O

L’expression (2.41) pour la dépendance en température du courant critique a la méme

forme que celle obtenue par Ambegaokar et Baratoff [36] pour un supraconducteur BCS,

ce qui n’est pas totalement surprenant étant données les analogies formelles entre, d’une

part, ’hamiltonien BCS, son spectre d’énergie propre, son état fondamental et, d’autre

part, les éléments correspondants du modeéle champ moyen ODS [39].
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FI1G. 2.2 — Comparaison entre la dépendance en température du courant critique donnée par I’expression

exacte (2.38) (bleu) et celle donnée par I'approximation d’Ambegaokar & Baratoff Eq.(2.41) (rouge).

2.2 Discussion sur le signe dans I’expression (2.37)
du courant de moment magnétique alterné

Comme il est indiqué dans la preuve de la proposition 4, le signe que I’on obtient par un
calcul direct est contraire a celui qui apparait dans I'expression (2.37). Ce signe contraire
n’est pas celui auquel on s’attendrait si I'on suppose que l'effet Josephson généralisé
découle de la tendance du systeme a uniformiser le parametre d’ordre a travers la jonc-
tion. D’un point de vue a la Ginzburg-Landau, si telle était la véritable tendance du
systeme, la fonctionnelle d’énergie libre contiendrait un terme de couplage d’échange de
la forme —JS¢ - Sp (J > 0), qui rend énergétiquement favorable 1'alignement des mo-
ments magnétiques alternés de part et d’autre de la jonction. L’équation d’Heisenberg
menerait alors a I’équation du mouvement dSq/dt = —JSp X Sg, qui a la méme forme
et le méme signe que 1'équation (2.37).

Dans I'ensemble de la littérature portant sur l'effet Josephson de spin dans les jonc-

tions tunnel ferromagnétiques FM /I/FM (par exemple [25, 26, 27]), on présente le courant



37

de spin comme le résultat d’un couplage d’échange entre les moments magnétiques de
part et d’autre de la jonction. Cependant, I'auteur et le directeur de la présente these
ont chacun reproduit ces calculs indépendamment et obtenu un signe contredisant cette
hypothese. Ceci semble d’ailleurs supporté par un calcul perturbatif au 2¢ ordre en Hy
de I'énergie de ’état fondamental d’'une jonction FM/I/FM (voir annexe E). Ce calcul
suggere en effet qu’il est énergétiquement favorable pour la jonction FM/I/FM d’adopter
la configuration dans laquelle les moments magnétiques des deux FM sont anti-alignés
(voir Fig.E.1 de 'annexe E).

La tache consiste maintenant a expliquer physiquement ces résultats. Dans le cas d'une
jonction FM/I/FM, il semble que 'anti-alignement des moments magnétiques résulte
d’un couplage de super-échange a travers la jonction. En effet, 'hamiltonien tunnel Hy
au deuxieme ordre en théorie des perturbations permet d’échanger les électrons des deux
FM par succession de deux sauts a travers la jonction. Or, il est bien connu que, dans le
cas d’'un modele de Hubbard a deux sites (notés G et D) a demi-remplissage, le processus
de super-échange mene a une description des états de basse énergie du systeme a l'aide
d’un modele d’Heisenberg antiferromagnétique H.s = JS¢ - Sp o la constante J est
positive et proportionnelle & |¢|?, le carré de Pamplitude de saut entre les deux sites
[40, 41]. Cet argument est celui invoqué par Bruno & al. afin d’expliquer 'origine du
courant tunnel de spin a travers une jonction FM/I/FM [23].

A premiere vue, cette explication pose toutefois probleme dans le cas d’une jonc-
tion AF/I/AF. En effet, comme 'anti-alignement des moments magnétiques alternés de
chaque AF implique que 'onde de densité de spin n’est pas uniforme a travers la jonc-
tion, cela signifie que les moments magnétiques locaux situés sur les sites immédiatement
a gauche de la jonction sont alignés avec ceux des sites situés immédiatement a droite.
L’effet de FIT, au deuxieme ordre en théorie des perturbations, résulterait donc en un
couplage ferromagnétique a travers la jonction, contredisant ainsi l’argument donné au
paragraphe précédent !

Cependant, cette contradiction n’est qu’apparente. En effet, il semble qu’elle découle
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d’une ambiguité dans la définition du point d’origine du réseau direct dans la définition

des opérateurs de moment magnétique alterné S¢ et Sp :

N h )
== E E —iQri f 7 .
SG = 9 (& Cia0a8Cig (2.48)
r;eG af
N h )
_ —iQ-r; g =
SD = 5 E E e deao-aﬁdjﬁ R (249)
r;eD of

our; € G signifie que I'on somme sur les sites a gauche de la jonction tunnel (et r; € D est
défini similairement). Pour voir cela le plus simplement possible, considérons un systéme
en 1D et supposons que l'origine dans la somme sur r; € G est le premier site a gauche
de la barriere tunnel. Maintenant, remarquons que dans tous les calculs qui ont précédé,
Sc et Sp sont traités de fagon identique. Plus précisément S, s’obtient & partir de S¢
et vice versa sous ¢k, < dqo comme en témoignent les transformées de Fourier que nous

avons utilisées :

.k B

Sq = 5 Z 01T(+Q,a0aﬂckﬁ , (25())
k,af

. A -

Sp =3 > dlqaGapdas - (2.51)
q,af3

Autrement dit, nous avons considéré Sp comme une image miroir de S¢, ce qui signifie
que nous avons a notre insu supposé que l'origine dans la somme sur r; € D était le
premier site a droite de la barriere tunnel (ou tout autre site du méme sous-réseau). Or,
si nous souhaitons considérer le systeme AF/I/AF dans sa totalité afin de déterminer
si 'onde de densité de spin est uniforme ou non a travers la jonction, il est nécessaire
d’éliminer cette duplicité de l'origine afin de n’en choisir qu'une seule. Il est possible de
remédier a cela en remplacant partout le vecteur unitaire §p par —Sp.

Une autre facon de voir cela est de dire que si ’'on désire mesurer I'uniformité de I’onde
de densité de spin a travers la jonction, il est nécessaire de définir un réseau bipartite
pour le systeme entier, de sorte que le premier site a gauche et le premier site a droite

n’appartiennent pas au meéme sous-réseau. Il est possible d’introduire ce fait dans notre



39

formalisme en définissant le parametre d’ordre dans I’hamiltonien ODS de ’AF gauche
avec un signe différent de celui dans ’hamiltonien ODS de I’AF droit.
De ce point de vue, nous pouvons alors écrire que le courant de moment magnétique

alterné a travers la jonction est
IS = —]Cép X §G . (252)

Ainsi, dans le cas d'une jonction AF/I/AF, l'effet Josephson généralisé a réellement pour
conséquence d’uniformiser le parametre d’ordre a travers le systeme. Ceci est tout-a-fait
raisonnable, étant donné que I’'on peut appliquer 'argument du super-échange au systeme
réduit composé seulement du premier site a gauche et du premier site a droite et qu’ainsi

I’anti-alignement de leur moments locaux respectifs devrait étre favorisé.

2.3 Détection expérimentale

Dans le cas d’une jonction FM/T/FM, la précession des moments magnétiques résultant
du couplage tunnel devrait étre détectable au moyen d'une expérience de résonnance
magnétique standard. Plus précisément, en soumettant le systeme a un champ magnétique
rf transverse a I'axe de précession et oscillant & la fréquence wy de I’équation (2.40), il
devrait étre possible d’observer une absorbtion résonnante. A notre connaissance, cette
possibilité n’a pas été évoquée dans la littérature.

En ce qui concerne les jonctions AF /I/AF, une telle expérience de résonnance magnétique
serait vaine en raison de I’absence de moment magnétique net. L’idée d’utiliser le phénomene
de résonnance antiferromagnétique, bien qu’intéressante a priori, doit aussi étre aban-
donnée. En effet, la théorie de la résonnance antiferromagnétique [42] recquiert la présence

d’un champ d’anistropie de spin A = (A, Ay, A,), résultant de l'interaction spin-orbite,
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dont I’hamiltonien général peut s’écrire sous la forme [43] :

+é {AZ = %(Ax + Ay)} 1352 = 5(S+1)
(A= A8 - S§>} (2:53)

ou A est la constante de couplage spin-orbite et ou S; est I'opérateur de spin selon i (et
non 'opérateur de moment magnétique alterné). En choisissant A = Az, cet hamiltonien
devient

Hy = DS?, (2.54)

ou I'on a omis un terme constant. Pour un systéme de spin 1/2, comme celui qui nous
intéresse, S, et Sy commutent tous deux avec Hy, ce qui implique que le phénomene de
résonnance antiferromagnétique ne peut pas se produire. Néanmoins, il est intéressant
d’étudier les conséquences que l'effet Josephson de spin aurait sur les fréquences de
résonnance antiferromagnétique de chacun des deux AF dans le cas ou ces derniers se-
raient composés de particules de spin S > 1/2. Nous explorons cette avenue a I’annexe
F.

Une alternative intéressante est de considérer une jonction tunnel AF/I/FM, ou FM
dénote un ferroaimant itinérant (voir figure 2.3a). Le ferromagnétisme itinérant peut étre

décrit dans le cadre simple du modele champ moyen de Stoner :

) £ —h 0 d
HStoner - (dLT dj?ll) 4 0 5 b qu ) (255)
a1 ql

ol &g = €q — it et h est un champ moléculaire. Dans (2.55), I'axe de quantification de
spin est dans la direction du moment magnétique M du FM. En procédant de la méme

fagon que dans le cas d’une jonction AF/I/AF (section 2.1), on peut montrer que

Sec =Z.Mp x S¢ , (2.56)

Mp =7Z.S¢ x Mp | (2.57)
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ou

1.5 A | féq—h)— f(BEx)  f(&q—h)— f(—Ex)
Ic—mPZZHquE_k{ €q_h_Ek - fq—h—l—Ek
£ (2.58)

fath) =SB | fEat+ k)~ f(~F) } |
§q+h— Ex §q +h+ Ex
Ceci signifie donc que Sg et Mp précessent I'un par rapport a l'autre et compte tenu
du moment magnétique net du FM, ceci devrait pouvoir étre détecté par résonnance
magnétique. Or, si I'on ajoute un second AF a gauche du précédent (comme a la figure
2.3b), l'effet Josephson de spin entre les deux AF devrait compliquer substantiellement
la dynamique du moment magnétique du FM et par conséquent affecter la résonnance
magnétique. Ceci constituerait donc une signature empirique de l'existence d'un effet

Josephson de spin entre les deux AF.

a) b)

Fic. 2.3 — a) Configuration AF/I/FM : la précession du moment magnétique du FM devrait étre
observable par résonnance magnétique. b) Configuration AF/I/AF/I/FM : l'effet Josephson de spin

entre les deux AF devrait affecter la résonnance magnétique du FM.



Chapitre 3

Effet Josephson AC de spin dans
une jonction tunnel AF/I/AF

Dans l'effet Josephson ordinaire, le champ de jauge électromagnétique entre directe-
ment dans 'argument de la fonction sinus. Le cas présent est différent. Chaque moment

magnétique de spin est couplé au champ magnétique B a travers le terme de Zeeman
Hy = —gupB-M

ol g est le rapport gyromagnétique, pp le magnéton de Bohr et M = ngaﬂ cLac_r'aﬁckﬁ
est 'opérateur de moment magnétique uniforme (dans un isolant, on peut négliger les

termes provenant du mouvement orbital).

Proposition 8. Soit Bg et Bp les champs magnétiques appliqués a gauche et a droite de
la jonction respectivement. Alors les équations du mouvement du systeme couplé constitué

des parametres d’ordre Sg et Sp sont :

Sc = —gupBa x S¢ — 1.8p X 8¢,
_ (3.1)
SD = —g,U,BBD X SD — [cég X éD .
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Remarque 9. Au chapitre précédent, nous avons calculé (au deuxiéme ordre en Hr en
théorie des perturbations) que le courant Josephson DC de spin a travers la jonction est
donné par Uezpression Is = S¢ = L.&p x §p. De la, on peut conclure que Uhamiltonien
effectif de la jonction doit comporter un terme de couplage (tunnel) de la forme ISc -
Sp ot I, = 1./(|S¢||Sp|) ; en effet, I'équation du mouvement d’Heisenberg pour Sg
redonnerait alors [’expression du courant de spin.

Si, en présence d’un champ magnétique externe, nous pouvions toujours écrire l’hamil-
tonien effectif de la jonction en incluant le terme de couplage tunnel mentionné précé-
demment, mais en y rajoutant cette-fois le terme de Zeeman, alors l’équation d’Heisenberg
pour S donnerait immédiatement (3.1) et I’énoncé du théoréme (8) serait trivial.

Or, il n’est pas clair, a priori, que le calcul perturbatif du chapitre précédent de-
meure valide en présence d’un champ magnétique externe. C’est pourquoi la nécessité de

démontrer cette proposition s’ impose.

Démonstration de la proposition 8. Le premier terme a droite de 1’égalité est sim-
plement la contribution de Hy A I’équation du mouvement d’Heisenberg. Le second terme
est la contribution de Ihamiltonien tunnel Hr et a exactement la méme forme que celui
déja obtenu en I'absence de champ magnétique, soit les équations (2.37) et (2.38). Afin
de clarifier ce dernier point, récrivons ’équation (2.9) :
. t
(cheau®as®) = =5 [ ale (el qu0des®). Hr(0)])y - (32

Ici, les seuls termes de ﬁT(t’ ) qui donnent une contribution non-nulle a la moyenne du

commutateur sont de la forme
dh o (1)UL (¢ )rcor (1) (3.3)

Contrairement au cas en ’absence de champ magnétique, la difficulté tient ici a la présence
de U g,g,(t’ ) dans l'intégrale sur ¢’. Nous allons décrire, dans ce qui suit, une procédure

permettant d’extraire la transformation unitaire a 'extérieure de l'intégrale.
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Puisque les opérateurs de création et d’annihilation dans (3.3) sont dans la représen-
tation d’interaction (ou Hrp est I'interaction) et que H,y commute avec H 7, il est possible

de factoriser ’évolution temporelle due a Hy et d’écrire

dly (') = d2 (AT (3.4)
o (') = A (1) s (1) (3.5)
ou
AGP () = (elmmBawr /) (3.6)
() = ot I emt ot/ (3.7)
A (t) = eiH‘)tl/hckae’iH‘)tl/h (3.8)

et ¢, 0’ dénotent un état de spin T ou | dans la direction de I'axe de quantification au
temps t/, alors que 6,5 dénotent un état de spin 1 ou | dans la direction de I'axe de
quantification au temps 0 . Rappelons que 'axe de quantification du spin est toujours
défini dans la direction de I'aimantation alternée, ce qui implique que, sous l'action de
H 7, Vaxe au temps t' a été tourné par rapport a celui au temps 0. L’exposant 0 des
opérateurs fermioniques indique que ceux-ci évoluent avec H,.

Les relations (3.4) et (3.5) découlent de la relation de Hausdorff'. Afin de voir cela,

récrivons d’abord ¢y, (t') comme suit :
. 3 i / i 3 3 /
Crogr (1) = 0D [y o=i(Ho+ )Y [

] e / Y5 ’ AT
_ oiflot /h(ezHZt ey oo izt /h)e iflot! /.

ou la seconde égalité découle de la relation [[:[0, H z] = 0, laquelle n’est valide qu’avant

la factorisation champ moyen de H,. A présent, en utilisant la relation de Hausdorff afin

1 1
1Soient A et B, deux opérateurs. Alors e~ Be? = B + [B, A] + 5[[3, Al Al + 5[[[3, Al AL Al + ...
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de récrire le terme entre parenthéses?, on obtient :

ko (1) = eiﬁot//h(em"BgG'aﬂ/g) ,Eckae_m“t,/h (3.9)

— (eingEG.Et//Q) ,_ng(t,) 7 (310)
d’ou les relations (3.4) et (3.5). Maintenant, on peut écrire (3.10) comme suit

Cheg (t/) _ (eigltBéG.E(t’—t)/2) (eigliBéG'Et/Q)

oo 05-0?{5' (t,)

_ (eigyBEG.E(t’—t)/Q) Ufgcfw (t’)

= Ago (' = t)ei, (1) | (3.11)

ou o est un état de spin dans la direction de ’axe de quantification au temps ¢ et on a
remplacé I'exposant 0 de 'opérateur d’annihilation par I’exposant ¢ afin d’indiquer que
son état de spin est non plus au temps 0, mais au temps t.
D’autre part, on peut relier Ug,g, (') a U;U(t) en procédant comme suit. D’abord, on
écrit3
o (YU () = s (1) (3.12)
ce qui s’obtient en multipliant (1.42) a droite par U (ici, on a ajouté le symbole™, comme
a la section 1.4, afin d’indiquer que 'on passe de la base de spin de gauche a celle de
droite). En utilisant le conjugué complexe de (3.11), le terme de droite dans (3.12) peut

se récrire comme

L= ALADNE —t) . (3.13)

A présent, on récrit &15(t') dans la base de spin de gauche (au temps t) :

o=l (VU (AT — 1) (3.14)

2En prenant A = —iHz(t' —t)/h et B = ¢y dans la relation de Hausdorff énoncée & la note de bas

de page précédente
3Dans ce qui suit, § et 6’ dénotent un état de spin T ou | dans la direction de 'axe de quantification

de spin de ’AF droit au temps ¢ et ¢’ respectivement, alors que o et ¢’ tiennent le méme role dans ’AF

gauche. La somme sur les indices répétés de spin est implicite.
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et on introduit I'opérateur identité entre ¢l (#') et Uys(t) dans I'expression qui précede :
o= W)ASE (= )AS, (1 — O U,s(ADIE —t) . (3.15)

A nouveau, on utilise le conjugué complexe de (3.11) afin de récrire 'opérateur fermio-

nique. On obtient ainsi
=l () (Af,g(t’ — ) U,s()ADI(t — t)) . (3.16)
En comparant (3.16) avec le membre de gauche dans (3.12), on déduit alors
Ubo () = AB5(t' = UL OASL(E — 1) (3.17)
Par conséquent, en substituant (3.11) et (3.17) dans (3.3), on obtient
Ay () U () 1o (') = ds (1)U, (D)l (1) (3.18)

ou les indices de spin (a droite de 1’égalité) sont tous au temps ¢. Il est maintenant possible
de factoriser la transformation unitaire U, go(t) a 'extérieur de I'intégrale sur t', de sorte
que la suite du calcul est identique au cas sans champ magnétique, d’ou 1’équation (3.1).
Plus précisément, on retrouve le produit vectoriel (au temps ¢) des deux moments. Ceci
nous indique que les valeurs antérieures du champ de jauge n’affectent pas la dynamique

du systeme a l'instant ¢ (absence d’hystérésis) et que seule sa valeur actuelle importe. [

L’argument qui précede demeure valide dans le cas général ou le rapport gyromagnétique

est anisotrope. Le terme de Zeeman s’écrit alors
HY = —gup (Bsz + ByMy) — g1pupB.M, .
En récrivant HY, de la facon suivante
Hj, = —upB-M
avec B = (g By, 9By, 91 B-), il apparait alors clairement qu’aucune modification n’est

requise dans le raisonnement précédant a condition de faire la substitution

AGD) _ (eiguBBG(D)-g(tut)/h) . (eiuB%Gw)-&(tut)/h)

oo oo
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Les équations du mouvement générales s’écrivent donc :

SG = —,LLB‘,BG X SG + [cép X ég,
(3.19)

Sp=—usBp X Sp+ 1.8¢ x $p .

Si B¢ = Bp = B, I"équation (3.1) implique que dans le référentiel tournant @ =
{X/,¥',2'} défini par di/dt = —gupB x 0, S et Sp précessent par rapport a leur somme
(constante) 3 = Sg + Sp a la fréquence wy donnée a 1'équation (2.40). Lorsque 1'on
retourne au référentiel statique, I'équation (3.1) donne d¥/dt = —gupB x ¥ de sorte
que S et Sp suivent un mouvement de double précession.

Dans l'effet Josephson ordinaire, une différence de potentiel électrique constante induit
dans la différence de phase ¢ une dépendance linéaire en temps (¢ = 2eV/h). Dans le
cas présent, une relation analogue existe pour l'orientation relative 6 entre Si et Sp en

présence d’une différence de champ magnétique 6B = B — Bp.

Proposition 10. En présence d’une différence de champ magnétique 6B = B — Bp a

travers la jonction tunnel, l’orientation relative 6 entre S et Sp respecte la relation
0(t) = —gupoB - &(t), (3.20)

ot &(t) = 86(t) X 8p(t).

A~

Démonstration. Il suffit d’utiliser '’équation (3.1) afin de calculer d(cos®)/dt = d(S¢ -
$p)/dt. On obtient

d d . .
7 cosf = %(SG -8p) (3.21)

d d
= (%éG) *Sp + 8¢ - (EéD) (3.22)
S PN LN A oA . I.. .
= (—guBea x 8¢ + 5 Sp X 8¢)-8p +8¢ - (—gusBp x 8p + 5 S¢ X 8p)
(3.23)
= —g,uB(BG X ég) -Sp+ 0 — gupsq - (BD X éD) +0 (3.24)

= —gup(Be —Bp) - (8¢ x 8p) , (3.25)
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ou l'on a utilisé la propriété de cyclicité A - (B x C) =B - (C x A) =C- (A x B) pour

obtenir la derniere égalité. m

Contrairement a l'effet Josephson ordinaire, cette équation est non-linéaire. En la
solutionnant numériquement dans le cas ot le champ magnétique s’annule d'un coté de
la jonction, on trouve que le comportement de I’angle entre Sy, et Si est semblable a une
fonction sinusoidale du temps. La présence additionnelle d’un champ constant a travers
le systeme ajoute un battement a ce comportement sinusoidale. Des résultats numériques
illustrant ces deux types de situation sont présentés aux figures 3.1 et 3.2. Notons par
ailleurs que la valeur du rapport gyromagnétique apparaissant dans la relation (3.20) peut
varier d’'un matériau a Pautre. A I'opposé, l'effet Josephson ordinaire ne fait intervenir
que des constantes universelles.

Remarquons pour terminer que la précédente discussion de 'effet AC peut étre trans-
posée au cas des jonctions ferromagnétiques en remplacant le moment magnétique al-
terné par le moment magnétique uniforme. Mentionnons aussi que malgré la publication
de plusieurs articles sur l'effet Josephson de spin dans les jonctions ferromagnétiques

23, 25, 26, 27], ce résultat n’est pas paru auparavant dans la litérature.
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FI1G. 3.1 — Evolution temporelle de l'angle 0(t) entre Si et Sp dans le cas ou le champ magnétique

s’annule d’un c¢6té de la jonction tunnel. Ici, |Sg| =
Les conditions initiales sont S (t = 0)

6(t) est semblable & une fonction sinusoidale.

ISp| =
—S2etSp(t=0)=

S, guBg =0, gupBp =0.1Z et I./S = 0.3.

S ¢y. On remarque que le comportement de
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F1c. 3.2 — Evolution temporelle de I'angle 0(t) entre S et Sp lorsqu’on ajoute un champ magnétique

uniforme (& travers la jonction) aux parametres de la Fig.3.1. Ici, donc, |S¢| =

0.05%, gupBp = 0.12 4+ 0.052 et I./S = 0.3. Les conditions initiales sont Sg(t = 0)

0)

ISp| = S, gupBg =
=S5Z%et SD(t =

= 5 g. On remarque qu'un battement s’ajoute par rapport au comportement sinusoidal de la Fig.3.1.



Chapitre 4

Au-dela de la réponse linéaire

Dans I’ensemble de la littérature portant sur I'effet Josephson de spin dans les jonc-
tions FM/I/FM (ou I dénote une mince couche isolante), I’expression pour le courant de
spin est généralement obtenue dans ’approximation de la réponse linéaire. Il en va de
méme de I'expression que nous avons obtenue précédemment pour le courant Josephson
de moment magnétique alterné dans une jonction AF/I/AF. Or, il est bien connu que le
résultat de Kulik & Omel’yanchuk [44] pour le courant Josephson dans la limite d'une
faible barriere tunnel differe considérablement du résultat d’Ambegaokar & Baratoff [36].

Dans ce chapitre, nous allons étudier le courant Josephson de moment magnétique
alterné a travers une jonction AF/I/AF au-dela de 'approximation de la réponse linéaire.
A cette fin, nous emploierons la méthode des self-énergies de contact [45]. Une étude
similaire a été réalisée récemment par Shen & Yang dans le cas d'une jonction FM/I/FM
[50].

Les calculs qui suivent seront fait en une dimension pour des raisons de simplicité
qui apparaitront évidentes. De plus, nous travaillerons cette fois-ci dans le réseau direct

plutot que dans le réseau réciproque.
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4.1 Formulation générale

Comme précédemment, nous identifions le courant de moment magnétique alterné

avec le taux de variation instantané du moment magnétique alterné de ’antiferroaimant

de gauche :
A 1 .- .
JS = dSG/dt = %[Sg, HT} s (41)
i

avec

S h —iQj .t =

S¢ = 3 Z e el 0apCip (4.2)

jeG
Hy=—t' Z C&Ucl,g +c.c., (4.3)

ou les indices j = {..., —2, —1,0} dénotent les sites de I’AF gauche (les sites de ’AF droit
étant pris dans 'ensemble {1,2,3,...}), Q@ = 7 est le nombre d’onde antiferromagnétique

et t' est I’élément de matrice de saut définissant la barriere tunnel. Un calcul direct donne

1 dw

Js =5 [ STIOWGHW) - "G (4.4)

ou Gy ,.(t,t) = i(clg, (t')co(t)) avec I(r) signifiant left (right), (...) est une moyenne

thermique et la trace est prise sur 'espace des spins. En ’absence de biais, nous pouvons

utiliser la relation suivante, valable a ’équilibre thermodynamique :
G (w) =[G"(w) - G"(W)]f(w) , (4.5)

ott G"@(w) est la fonction de Green retardée (avancée) et f(w) est la distribution de
Fermi-Dirac.

Le reste de ce chapitre est essentiellement consacré a la description de la méthode
employée afin de calculer les fonctions de Green G™(@). Cette méthode repose sur I'utili-
sation des self-énergies de contact et requiert que nous retournions sur le terrain de la

premiere quantification.
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4.2 Equation de Schrodinger d’un AF itinérant 1D

En I'absence de potentiel externe, I’équation de Schrodinger d’un AF itinérant infini

en une dimension dans ’approximation des liaisons fortes s’écrit

—tUl,  + (E+Ao)UP, U =0
_t\I]iBil,a + (5 - AO—)\I];,‘U - t\DiBiFl,U =0

(4.6)

ou E est I'énergie, A = US/2 est 'amplitude du champ moyen (voir annexe A), i est un
indice de site, ¢ représente 'interaction entre sites voisins, ¢ = £1 pour un spin T (])
et les exposants A et B réferent aux deux sous-réseaux du réseau bipartite. En vertu du

théoreme de Bloch, on pose

i+2n, i %,
7 = ¢k(na) 7 , (4.7)
i+2n+1,0 i+1,0

ce qui nous permet de récrire (4.6) de fagon plus compacte sous la forme matricielle

suivante :
(E—Ao)  —t—te ke v 0 (48)
—t—te?ka (£ 4 Ao) Ui, 0

Le spectre des énergies propres se compose d’une bande de conduction (c¢) d’énergie £ =

+E et d’une bande de valence (v) d’énergie £ = —E ou E = \/ei + A% et ¢, = —2t cos ka.
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Les vecteurs propres correspondant sont

e—ika/Q |:

dl
1/2
ka2 |1 (] _ BT
2 E

il /2 o 1/2
e N

,chr(E) = ) (49)

4.3 “Repliement” de I’équation de Schrodinger de la
jonction AF/I/AF

Nous allons représenter spatialement la jonction tunnel AF/I/AF de la fagon suivante :

A B A B A B A B A B
\Ijl,—4,a \I]l,—?),a qj,—?,a \Dl,—LJ \IIZ,O,U \I]r,l,a \IJT,270' \II'I‘,S,O' \IIT’,4,O' \IJT,E),U
NS ~~ > ~ NS ~~ > NS ~ >
n=-—2 n=—1 n=1 n=2

ol nous avons écrit explicitement le symbole de la fonction d’onde correspondante en
chaque point du réseau. Les deux barres verticales au centre représentent la barriere
tunnel et n est un indice étiquettant les cellules unité successives. Nous avons également
pris soin d’indiquer la disposition relative de chacun des deux sous-réseaux A et B du
réseau bipartite de chacun des AF par rapport a la barriere tunnel. Pour I'instant, nous
considérons que les axes de quantification du spin a gauche et a droite de la jonction
sont colinéaires. Il sera en effet plus simple d’incorporer la non-colinéarité plus tard en
agissant directement sur les fonctions de Green de surface au moyen de transformations

unitaires.
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L’équation de Schrodinger de ce systeme s’écrit

U], + (E+ D)W, — 0], =0 (4.11)
—tUP 4+ (E—Ao)¥y, — U, =0 (4.12)
—t' W, + (E+Ao)UP  —102, =0 (4.13)
(4.14)

—tWl 4+ (€= Ao)Wly, — 0P, =0

r,3,0

:
[S—Y
=~

ol la constante de couplage entre sites voisins est ¢ & l'intérieur de chacun des AF et t' a
travers la barriere tunnel. Ce systeme d’équations avec des conditions aux limites ouvertes
(CLO) peut s’écrire comme un systeme matriciel de dimension infinie. Dans cette section,
nous allons décrire une méthode permettant de “replier” (de I’anglais “fold”) les effets
des CLO dans la région finie correspondant a l'interface (sites (1,0) et (r,1)). Ceci nous
permettra de travailler avec des matrices de petite dimension dans lesquelles I'influence
des CLO est modélisée par des self-énergies de contact.

On peut écrire la fonction d’onde dans I’AF gauche diie a une quasiparticule incidente

de spin ¢ dans la bande de conduction (valence) sous la forme suivante :

\If;gvz, = (a1 Slclfz)e_Zik"“) Fe) dans 'AF gauche (4.15)
\Ifﬁg’g, = e%k"“Sfl(f;) Ae) dans ’AF droit (4.16)

oll SZCIEZ,) est Pamplitude de réflexion, S:fl(? est Pamplitude de transmission et n est 'indice
de cellule unité. Nous faisons, de plus, I’hypothese qu’il n’y a pas de changement de bande
a travers la jonction. Ici, le nombre d’onde £ est déterminé par la relation £/ = \/e,%—i—iA2 .

Nous allons donner ’exemple d’une quasiparticule incidente de spin T dans la bande

de conduction. Ceci nous permettra de déterminer Sy ; et ST ;. Donc, en posant

M1 ANTY?
\IIA e—zka/Q |i§ (1 + E):|
b2l | (ke Sg, ) (4.17)

1/2
L _gika/? F (1 _ é)]
2 E



dans I’équation (4.11), on obtient

| o1 ANTY?
—2ika c 2ika\ —ikja/2
— (e 4 S ety [5 (1 + E)}

' ' ' 1 A 1/2
— (B4 A)(e7 4 55 je?ha)ethie/? [5 (1 — —)} — t¥i; =0

et par suite, on trouve

A A 1 INS R
Sli,T — _6—4zka + 6—7zka/2 |:§ (1 + E>:| \II{}O,T )

En subtituant (4.17) et (4.19) dans (4.12), on obtient alors
(BE—A=%5)¥ o, -Vl =0

ou l'on a défini la self-énergie de contact

£5, = —te =k

De la méme facon, en posant

1 AN1Y2
el
\117{}27T _62ika c 2 E
- ri,T 1/2
s, ka2 L2
2 E

dans I'équation (4.14) et en isolant Sy, ;, on obtient

—1/2
clT:_efika/Z |:1<1_é):| qulT )
rh, o\ F nl,

Ensuite, en substituant (4.22) et (4.23) dans (4.13), on obtient alors
i+ (E+A=S5)005 =0,

ou
E+A

[ ika

5}

(4.18)

(4.19)

(4.20)

(4.21)

(4.22)

(4.23)

(4.24)

(4.25)
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En reprenant le calcul pour une quasiparticule de spin |, on trouverait

o [E+A
X, = —te ™ Ej X (4.26)

. [E—A
SG = —te™ A (4.27)

Par conséquent, en ce qui concerne la bande de conduction, nous avons réussi a réduire

I'équation de Schrodinger aux CLO de la jonction AF/I/AF sous la forme compacte

(E—A—-35,) 0 —t! 0 Ui 0

0 (E+A-3%%)) 0 —t! Yo, | |0

- 0 (B+A-3%) 0 2

0 —t/ 0 (F-A=-3%5)) \VZ, 0
(4.28)

4.4 Calcul des fonctions de Green retardée et avancée

En général, la fonction de Green retardée G" associée a 1’équation de Schrodinger
([E— H]¥ =0) est
[E—H+mG =1, (4.29)

ol 1 est une quantité positive infinitésimale qui déplace les poles de G" dans le demi-plan
complexe inférieur et H est 'hamiltonien. La fonction de Green avancée G* est définie
similairement en faisant la substitution in — —in.

La fonction de Green retardée G" correspondant a 1’équation de Schrodinger (4.28)

est définie par la relation

Ay A, Gy, Gy, I 0
AG"T =1 — = , (4.30)
Ay A,, G, Gr, 0 I
ou
—t 0
A=A, = (4.31)

0 —t’
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et
E—A—(3¢,)* 0
Ay = (%) (4.32)
0 E+A—(Z%)
E+ A — ¢ 0
A, = Rl . (4.33)
0 E-A-3%%

Dans (4.30), le role de la quantité +in est tenu par les parties imaginaires des quantités
+ilm[— (27, ;))"] et +im[—X%, )] (bien que ces derniéres ne soit pas, en général, infi-
nitésimales). Il suit immédiatement de cela que la fonction de Green avancée G* associée

a I’équation de Schrodinger (4.28) est définie par la relation
AGe =1 (4.34)

La solution de (4.30) est donnée par I’équation de Dyson

G" =G + GOVGT (4.35)
ou
0 _Alr
V= (4.36)
— A,y 0

et ou la fonction de Green de surface retardée GO est définie par

At 0
G = (l)l e (4.37)
avec
1 E+ A
( o gezka B i— A) O
Al = . A (4.38)
0 _ _6ika
(~iyEa)
1 E—-A
( N EE A) 0
-1
Al = . 1, [ET& . (4.39)
“VEZ-A
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Rappelons-nous, a présent, que nous sommes intéressés par le cas ou les moments magnétiques
alternés de part et d’autre de la jonction tunnel sont non-colinéaires. Nous supposerons
que le moment de I’AF gauche est polarisé dans la direction du vecteur unitaire (0,0, 1)

et que le moment de ’AF droit est polarisé selon (sind,0,cosf). 1l est alors possible
d’introduire cette non-colinéarité dans nos calculs en agissant directement sur la fonction

de Green de surface au moyen d’une transformation unitaire. Plus précisément,
Ayt 0

0 UA_IUT

GO — (4.40)

ol
cos(6/2 —sin(60/2
sin(0/2) cos(0/2)
Si 'on se réfere maintenant a la formule (4.4) pour le courant de moment magnétique

alterné a travers la jonction tunnel, les parties de G qui nous intéressent sont les blocs

hors-diagonaux GJ, et Gj,. En solutionnant 1’équation de Dyson (4.35) avec (4.40), on

obtient
3 t' (E— Acos# ! A
_ Jdika” 2ika _ _ 2ika :
(L) et
rl — X
A ot A L3 ot (E+ Acosf
2ika : 4dika 2ika
[—6 ﬁ(E—A)Sme} [—e ate t—(m—A)]
(4.42)
et
w= (Gt (4.43)
ou , )
L NtT(E* — A?cosd .
A = 1 — 2€2zka ? <_EQ—AC(2)S) + €4lka ? (444)

a

De la méme facon, les fonctions de Green avancée G

, et G s’obtiennent de I’équation

de Dyson (4.35) en faisant la substitution

GO — GO = (GO)* . (4.45)
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On trouve ainsi

= (Gu)", (4.46)
= (G)". (4.47)

En substituant G5(w) = [G%(w) —G7y(w)] f(w) ainsi que Gy (w) = [G(w) =G, (w)] f(w)
dans ’équation (4.4), on obtient alors la contribution de la bande de conduction (w €
[A, V412 + A?]) au courant de moment magnétique alterné. En refaisant le calcul qui
précede a partir de quasiparticules incidentes dans la bande de valence, on retrouve exac-

tement la méme expression, mais cette fois avec w € [—v/4t? + A2, —A]. En combinant

ces deux contributions, on obtient donc :

Proposition 11. Le courant Josephson de moment magnétique alterné a travers une

jonction tunnel antiferromagnétique obtenu par la méthode des self-énergies de contact

est :
JE=0,
y A AL dw A? ) . 2
JSZQ{ -l -3 } ?f(w)msm(Zka)sm@/]A\ , (4.48)
Ji=0,
ot
12 ¢ °Y B2 — A2cos 6 t'|*
AP=1-4¢|=| + 15| (—55 xzg— cos(2ka) +2|—| cos(4
N {t . } A cos(2ka) + ; cos(4ka)
¢t E?— A2cosO\? |¢ P
At v 4.4
+ t ( E? — A2 ) t 449

et w € [—VAt2 + A2, —A] U [A,VA4At2 + A?]. Dans (4.48) et (4.49), E = w et k est
déterminé par la relation w = \/€2 + A2

L’expression (4.48) pour le courant de moment magnétique alterné, avec w intégré
sur tous le spectre de fréquence, est un résultat exact dans le cadre de notre modele et

contient tous les ordres de la séries de perturbartion en || /|t|. Lorsque la barriére isolante
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est forte et que la transmission tunnel des électrons est faible, c’est-a-dire |[t'|* < [t]?, il
est raisonnable de négliger les termes d’ordre supérieur. A Dordre [¢/|2/|t|?, Vexpression
(4.49) devient indépendante de 6 et le courant de moment magnétique alterné est alors
donné approximativement par le produit vectoriel des deux moments, Jg = J.Sa X Sp
(J. > 0), similairement & '’expression (2.37) obtenue précédemment en réponse linéaire.
Lorsque la transparence tunnel est élevée, les termes d’ordre supérieur en [t'|/|t| ne
peuvent plus étre négligés et pour |t'| ~ |t|, le courant de moment magnétique alterné
décroit considérablement. Dans la limite |¢/| = |¢|, il s’annule complétement !
L’inexistence du courant de moment magnétique alterné dans la limite |t'| = |¢| semble
pointer vers une faille de notre formalisme. En effet, n’oublions pas que notre approche
a consisté, en premier lieu, a calculer les self-énergies de contact dans le cas o I'onde de
densité de spin est uniforme a travers la jonction. Pour ce faire, nous avons supposé que
les quasiparticules subissaient un processus de diffusion a la barriere tunnel. Nous avons
ensuite agit sur les fonctions de Green de surface au moyen de transformations unitaires
afin d’introduire la non-colinéarité des moments magnétiques alternés de part et d’autre
de la jonction. Or, si |t'| = |t] et que 'onde de densité de spin est uniforme a travers le
systeme, les quasiparticules ne devraient pas subir de diffusion au niveau de la barriere.
C’est donc cette premiere étape de notre calcul qui doit étre remise en question dans
cette limite. En fait, il semble qu’il soit alors nécessaire d’introduire la non-colinéarité
directement dans 1’équation de Schrodinger (4.11)-(4.14). Il serait évidemment intéressant

d’explorer cette avenue dans de futurs travaux.



Chapitre 5

Cas de la coexistence entre
Antiferromagnétisme et

Supraconductivité de Type d

La nature du mécanisme a l'origine de la formation des paires de Cooper dans les
supraconducteurs a haute température critique (SHTC) constitue un des principaux
problemes de la physique du solide depuis la découverte de ces matériaux par Bednorz
et Miiller en 1985. Une des avenues de recherche les plus activement poursuivies, aussi
bien sur le plan théorique qu’expérimental, est la possibilité que 'interaction attractive
a l'origine de I'appariement soit médiée par les fluctuations antiferromagnétiques plutot
que par les phonons.

Antiferromatisme (AF) et supraconductivité (SC) a haute température critique ap-
paraissent, en effet, intimement reliés : certains composés SHTC présentent des phases
mixtes AF/SC (par exemple, les supraconducteurs organiques et les fermions lourds),
d’autres présentent une séparation entre les deux phases a 1’échelle microscopique (ce qui
semble étre le cas, notamment, des cuprates).

A ce jour, toutefois, la question de savoir si les deux phases peuvent coexister de fagon

homogene dans les cuprates demeure sujet a controverse. Il est possible que 1’étude de
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’effet Josephson généralisé puisse contribuer a y apporter une réponse. De récentes études
ont d’ailleurs été menées dans une perspective similaire dans le cas o supraconductivité
et ferromagnétisme coexistent [31].

Dans ce chapitre, nous étudierons l'effet Josephson de spin dans le cas ot un ordre
antiferromagnétique commensurable de vecteur d’onde Q = (7, 7) coexiste avec la su-
praconductivité de type d. Nous vérifierons aussi les conséquences de cette coexistence

de phases sur l'effet Josephson de charge.

5.1 Le modele

Nous travaillerons a partir d’'un hamiltonien phénoménologique champ moyen dans
lequel antiferromagnétisme et supraconductivité de type d sont incorporés sur un pied
d’égalité. La description que nous allons en donner suit celle donnée par Kyung [46],
mais des hamiltoniens champ moyen ayant essentiellement la méme forme avaient été
précédemment étudiés par Psaltakis & Fenton [47], Kato & Machida [48] et Murakami

& Fukuyama [49]. Cet hamiltonien s’écrit comme suit :

H= Z(fk — ety o + UZ(CI,TCM<CI’,¢CM> + h.c.)
* i (5.1)
— VY (AL (ALY +he) =W (AL (A) + hee) .

Les opérateurs de destruction d’'une paire de Cooper dans I'état singulet et dans I'état

triplet sont définis respectivement par
1
Ay = 2 Zg(5>(0i+6,TCi,l — Cit5,1Citt), (5.2)
5

1
Avi=3 D 9(8)(ciarciy + Civsicit) (5.3)
d
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avec un facteur de structure g(d) de type d

/

1/2 si 6= (£1,0),

9(0) =4 -1/2 si 6=(0,£1), (5.4)

0 autrement .
\

L’amplitude (A;;) est introduite pour des raisons d’auto-cohérence. En particulier, nous
verrons qu’elle est générée par les équations auto-cohérentes méme lorsque W = 0.

Les interactions associées a l’antiferromagnétisme (AF) et & la supraconductivité sin-
gulet (SCy) et triplet (SC;) dépendent des valeurs des parametres U, V et W respective-
ment, lesquels sont tous positifs dans ce qui suit. Finalement, u est le potentiel chimique
et & est la relation de dispersion dans 'approximation des liaisons fortes définie par
& = —2t(cosk, + cosk,) — 4t cos k, cosky, ou t et t' sont les amplitudes de saut au
“premiers voisins” et “deuxieémes voisins”.

Dans 'approximation champ moyen (CM), on définit trois parametres d’ordre m, s
et ¢ correspondant aux trois interactions mentionnées précédemment (AF, SC, et SC;) :

T

(¢l Ciz) = (Nig) = g +omcos(Q-r;) ,

1
3 25: 9(0){citsrciy — ciysicin) = s, (5.5)

1
3 > 9(0){cirarciy + civaycir) = teos(Q- i)
é

ou Q est le vecteur d’onde antiferromagnétique (commensurable) égal & (7, 7) en deux
dimensions. On réfere au parametre d’ordre ¢ sous le vocable de triplet 7. L’hamiltonien
est a présent quadratique en fonction des opérateurs électroniques originaux {CT Cio t- En

10

introduisant un nouvel opérateur champ a quatre composantes vy, il devient bilinéaire
*
Hom =) YlMyih + By, (5.6)
Kk

ou

’g/)lt = (CLT, C_k|, CL+QT’ C—k—Ql)' (57)
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La matrice My est donnée par

€k Vso(k) -Um Wto(k)
i | Veeto e Wik Um | o8
—Um W)  awq  —Vso(k)
Wiglk)  ~Um  ~Vso(k)  —acq
ou
€k =&k — p (5.9)

et ¢(k) = cosk, — cosk, est la transformée de Fourier de g(d). L’étoile au-dessus du
symbole de sommation dans I’équation (5.6) signifie que I'on ne somme que sur les vec-
teurs d’onde situés a U'intérieur de la zone de Brillouin magnétique. Ceci permet de tenir
compte du fait que la présence de l'ordre AF (commensurable) double la cellule unité.

Le décalage constant en énergie E, est donné par
Ey= NUm?*+Vs* +Wt* — ), (5.10)

ou N est le nombre total de sites du réseau. Les valeurs propres de My donnent quatre

relations de dispersion +F. (k)

1
2 4 ¢2 2
Ei(k) _ ( k 2k+Q)

+ (Um)? + [Vso(k)]> + [Wtop(k)]* £ g(k)| (5.11)

ou g(k) est donné par

D=

2

(k) = [M+(ek—ek+Q>2[Ww(k)]%{<ek+ek+q><Um>+2[vS¢<k>][Ww(k)]f]

(5.12)

Lorsque s =t =0 ou m =t = 0 les énergies propres se réduisent respectivement a celles
de I'hamiltonien ODS ou BCS.

L’énergie libre se calcule aisément en utilisant la formule de la trace (F' = —71'log Z

avec Z = Trexp(—(H))

BE.(k)
F=-2T) " log [2 cosh <T>

k a=+

+Ey . (5.13)
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A présent, les trois équations de champ moyen s’obtiennent a partir de la condition
de stationnarité de F relativement aux trois parametres d’ordre 0F/0m = 0F/0s =

OF /0t = 0 et le potentiel chimique u est déterminé par la relation thermodynamique

n = —0F/0u. Les quatres équations résultantes sont
1 (ex + €x+qQ)
m= o ZZ {(Um> - aW{(ek + Q) (Um)
+ 2[Vs¢(k)][Wt¢(k)]}} T (ﬁ E;(k)) , (5.14)

1 (Wig(k)]
$= o ; ; ¢(k) { [Vso(k)] + QW{(% + k) (Um)

+ 2[Vs¢(k)][thb(k)]}} Eal(k) tanh <5E;<k)) , (5.15)

t= 5 30D o) { Wta(] + oL cwea)

L Vsl
g(k)

+ 2[Vs¢(k)][Wt¢(k)]}} Eal(k) tanh (5 E;(k)> , (5.16)

+o {(Ek + acrQ)(Um)

n=1- L Zk: 2 {(Ek + exrq) + a(ek t 61‘“;;2;{1‘) — Q)

20 e + g (Um)

")
+ 2[Vs¢(k)}[Wt¢(k)]}} Ea1(k> tanh (6 E;G‘)) . (5.17)

5.2 Propriétés du modele et diagrammes de phases

Premierement, remarquons que seulement un état avec un seul parametre d’ordre

ou avec ’ensemble des trois est possible et ce, malgré que les parametres U, V et W
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soient tous trois non-nuls. Le premier cas est évident. Supposons donc que deux des trois
parametres d’ordre, par exemple m et s, sont non-nuls et vérifions si le troisieme (t) peut
ou non s’annuler. Puisque les équations champ moyen ont la méme forme par rapport
aux trois parametres d’ordre, ce choix particulier suffit. Le c6té droit de ’équation pour

t, Eq.(5.16), contient un terme qui est indépendant de ¢,

[Vsg(k)) (e + ) (Um) (5.18)

Par conséquent, a moins que ce terme soit annulé par une combinaison des autres termes,
le troisitme parametre d’ordre ¢ est non-nul. Mais comme (5.18) ne peut s’écrire comme
une combinaison linéaire des autres termes, une annulation parfaite est exclue.

Deuxiemement, malgré qu'un des parametres soit nul, par exemple W = 0, le pa-
rametre d’ordre correspondant (¢ dans ce cas) peut étre généré par les équations auto-
cohérentes. Puisque les termes contenant ¢ & droite de 1’égalité dans (5.16) interviennent
sous la forme Wtg(k), seul (5.18) survit pour W = 0. En autant que les parametres
d’ordre AF et SC,; coexistent, 'amplitude de ¢ est aussi non-nulle et ce, méme lorsque
W =0.

Pour terminer cette section, nous présentons aux figures 5.1 et 5.2 certains des dia-

grammes de phases obtenus numériquement par B. Kyung pour ce modele [46].

5.3 Courant Josephson de moment magnétique al-
terné

Comme précédemmment, le courant de moment magnétique alterné est définit par la

moyenne thermique :
So(t) = (dSe/dt) = (1/ih){[Sc, Hr)) - (5.19)

De la méme fagon qu’au chapitre 2, nous faisons un choix de jauge ou tout l'effet de

la différence d’orientation du moment antiferromagnétique ainsi que de la différence de
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0.8
(b) =3
Feaees ) W=0
06 AF =0

AF+8C+

m—triplet 5C

______
-
-

02

AF+5C+
r-triplet

sC

0 01 02 03 04 050 01 02 03 04 05
¥=1=0 X=1-n

F1G. 5.1 — Diagramme de phase en fonction du dopage (xr = 1 —n) et de la température (T') pour (a)
V=15et (b) V=3, avec U =4, W =0 et ¢ = 0. La courbe hachurée dénote la frontiere de la phase
SC avec U = 0 (figure tirée de [46]). La courbe représentant la frontiere de la phase AF avec V = 0 dans
le graphique a) (respectivement b)) est celle qui atteint 7' = 0 & la valeur la plus basse (respectivement

la plus élevée) de x > 0.1.

0.8

“x=1-n

F1c. 5.2 — Diagramme de phase en fonction du dopage (z = 1 — n) et de la température (T') pour
U=4,V =3 W =3ett' =0. Les courbes hachurées et & longues hachures dénotent respectivement les
frontieres des phases SC avec U = W = 0 et m-triplet avec U = V = 0 (figure tirée de [46]). La courbe
hachurée dénote la frontiere de la phase SC avec U = 0 (figure tirée de [46]). La frontiere de la phase AF
avec V = 0 est celle qui atteint 7' = 0 a la valeur la plus élevée de x. La courbe représentant la frontiere
de la phase AF avec V =W = 0 est celle qui atteint 7" = 0 a la valeur la plus basse de x au-dessus de

x=0.1.
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phase entre les parametres d’ordre supraconducteurs est reporté sur le terme de saut :

a 1 iA x _—iA

Hr = N Z (tkqe ‘p/QcLUUggdq(; + kg € sD/QdL(SUgockg) , (5.20)

kqod

ol Ay = ¢g — wp. En utilisant cette expression pour ’hamiltonien tunnel, le courant
(5.19) s’écrit explicitement comme :

: 1 iNp/2 =

kq apd

ou (...) est calculée avec la matrice densité complete. Pour évaluer I'expression (5.21), il
est utile de passer dans la représentation des opérateurs propres (k) de Heyy définis par

la relation
Yix = Z Aij (k)i (5.22)
J

ou les amplitudes de transformation A;; sont données a I’annexe G. On obtient

SG(t) = % Z Z Z Im [eiAw/thq {&TﬁUBTfEcm <7;rk(t)7jq(t)>

kg [ iJ
+615U Ty (Ve D71 () + 718U Ty 1 (i (t)v5a () + 515U Ty, l<%k(t)7;q(t)>H :
(5.23)
[V = [A1i(k) + Agi(K)][A1;(q) + As;(q)]
F?qT L = [Aui(k) + Asi(k)][Az;(q) + Asj(q)] (524
Yo = [A2i(k) + Asi(k)][Ar(q) + Asz;(a)]
TV = [Azi(k) + Au(k)][Az(q) + Agi(q)]

(voir 'annexe H pour une dérivation de (5.23) et (5.24)).
Comme précédemment, nous calculerons <7Jk(t)’yjq(t)> en utilisant la théorie des per-
turbations au premier ordre en Hr :
St
i X
<7§k(t)%q(t>> = _ﬁ/ dt,<['7;k<t)%q(t)a HT(t/)Do J (5.25)
ol la moyenne (...)o est calculée avec Hy = Hg + Hp (la partie non-perturbée de H) et

les opérateurs a droite de 1’égalité sont dans la représentation d’interaction. En fonction
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des opérateurs 7;(k), 'hamiltonien tunnel s’écrit :

1 ¢ i =g i
- N Z Z [6 ael tkq{UTTrlgqujk(t,)qu(t,) + UTlFlqul'ij(t/)'Y;q(t/)
(5.26)

+ULTFE(11T'7ik(t/)7jq(t/> + Ullfgq¢17ik(t,)7;q(t,)} + h.c} :

Le calcul détaillé de (5.23) au moyen de (5.25) et (5.26) est donné a I'annexe 1. Il en

résulte que le courant de moment magnétique alterné est donné par ’expression

Sq(t) = (I + J.cos Ap)sp x 3¢ (5.27)

ou
i i f(EL) — (B
e Z fral [[ Pl )"+ () }P( E} — B k ) (5.28)
J ij ij 1_f(EJ)_f(EZ) '
A L e o)
et
i FEY) — f(By) 11— f(E) — [(Ey)
Jo=115 Z i) * T Ty P B 4 5 E k (5.29)

7]
L’expression (5.27) pour le courant de moment magnétique alterné est trés similaire a
celle obtenue en l'absence de supraconductivité (c’est-a-dire avec seulement I’hamilto-
nien ODS). A nouveau, le courant est proportionnel au produit vectoriel des moments
magnétiques alternés de part et d’autre de la jonction.

La distinction la plus remarquable cependant est 'apparition d’un terme proportion-
nel a I'énergie Josephson (~ cos Ay) dans I'expression du courant critique. Le courant
de moment magnétique alterné n’est plus uniquement véhiculé par le transfert tunnel de
paires particule-trou, mais aussi par le transfert tunnel de paires de Cooper. Il ressort
en effet du calcul présenté a 'annexe I que la contribution au courant qui est propor-
tionnelle a J.cos Ay tire son origine de termes d’appariement non-conventionnels de la
forme (cchkd dq) qui sont nuls en 'absence de supraconductivité. La contribution pro-

portionnelle a I. tire quant a elle son origine de termes de la forme (cL +Qckdlldq+Q)
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qui correspondent au transfert de paires particule-trou ayant un vecteur d’onde égal au

vecteur d’onde antiferromagnétique.

5.4 Courant Josephson supraconducteur

Dans les dérivations microscopiques habituelles du courant Josephson standard, on
définit communément le courant comme la dérivée temporelle du nombre de particules a

gauche de la jonction tunnel,
No = (dNg/dt) = (1/ih)([Ne, Hr)) | (5.30)

ot Ng = Y ko clT(Uckg. Cette définition est appropriée dans le cas ou la jonction n’est pas

reliée & un circuit. En calculant le commutateur dans (5.30), on obtient

= 2 503 gl (s (5.31)

kq af

Exprimé dans la représentation des opérateurs propres ;i de Her, (5.31) s’écrit

No(t) = 5 32 30 3 1t Ui 010 + UriE (010

kq af ij
FUL T 001 ) + Uit Ol ]
(5.32)
A nouveau, les valeurs moyennes dans (5.32) sont évaluées en réponse linéaire selon la
formule (5.25) avec I'hamiltonien tunnel Hp exprimé lui aussi dans la représentation des
opérateurs propres de Heyy comme & I'équation (5.26). Le calcul détaillé est présenté a

l'annexe J et donne

NG(t) = (I:C + J.cos 9) sin Ay , (5.33)
avec

L N2ﬁ al = kql? kqil El — Ei El+ Ei

ZJ

. (5.34)
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et
thk | F” FU f(Egl)—f(Ef() + 1_f(E£1)_f(EIZ<)
N2h al ~kql? kqil E(jl . Elz{ E(Jl + Elz{

’]

(5.35)

C

5.5 Discussion

L’influence réciproque de I'antiferromagnétisme et de la supraconductivité est mani-
feste aussi bien dans le courant de spin (5.27) que dans le courant de charge (5.33). On
remarque d’ailleurs une symétrie intéressante entre les deux expressions. Il serait proba-
blement plus facile de réaliser des mesures expérimentales en ce qui concerne le courant
de charge. En effet, il apparait possible de varier 'intensité du courant critique d’une
facon bien définie en modifiant I'orientation relative des moments magnétiques alternés
de part et d’autre de la jonction. Ceci serait peut-étre réalisable en appliquant des champs
magnétiques différents de chaque coté de la jonction tout en s’assurant qu’ils soient d’in-
tensité suffisamment faible pour ne pas détruire la supraconductivité. ]i,lvidelrnmem7 la
rotation des moments devrait se faire de fagon adiabatique de sorte que le systeme puisse
étre considéré approximativement en équilibre thermodynamique a chaque instant. Notre
prédiction pourrait alors étre vérifiée en mesurant le courant critique a eV = 0 pour
différentes orientations relatives 6.

Par ailleurs, a la lumiere des résultats (5.27) pour le courant de moment magnétique
alterné et (5.33) pour le courant supraconducteur, nous pouvons conclure, d'un point
de vue a la Ginzburg-Landau, que la fonctionnelle d’énergie libre contient un terme
proportionnel a

I'Sc - Sp + I.cos Ap + J!Sg - Spcos Ap , (5.36)

ou le prime signifie que 'on a divisé par |S¢||Sp|. Cependant, pour que (5.36) soit valable,
il faudrait avoir J, = J, alors que d’apres I'expression (5.29) pour J. et (5.35) pour J,
nous trouvons plutot J. = (2/h)J.. Mais ceci n’est qu'une question d’unités. Il suffit en
effet de définir le courant de moment magnétique alterné par la quantité (2/ h)SG pour

obtenir (5.36).
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Pour terminer, il est intéressant de souligner que le terme au quatrieme ordre en
parametres d’ordre dans la fonctionnelle d’énergie libre (c’est-a-dire le troisieme terme
dans 'expression (5.36)) est au deuxieme ordre dans 'amplitude de saut tunnel |tyxq], ce

qui n’aurait pu étre déduit d'une approche Ginzburg-Landau pure.



Conclusion

L’effet Josephson généralisé repose sur 1'idée qu’une variation du parametre d’ordre a
travers une jonction tunnel entre deux matériaux présentant une méme symétrie brisée’
entraine 'effet tunnel cohérent des objets qui sont condensés dans 1’état avec symétrie
brisée. Dans cette perspective, nous avons étudié 'effet Josephson de spin a travers une
jonction tunnel entre deux antiferroaimants itinérants présentant un ordre magnétique
non-colinéaire. A cette fin, nous avons adopté une approche microscopique analogue a
celle utilisée par Ambegaokar & Baratoff dans le calcul de l'effet Josephson standard
entre deux supraconducteur BCS. Ce calcul microscopique montre la généralité des effets
Josephson (comme dans Esposito & al. [29]) et permet d’identifier les objets physiques
a lorigine du phénomene (paires particule-trou) ainsi que la fagon de le détecter. Notre
résultat differe cependant de celui obtenu par Esposito & al. puisque ceux-ci n’ont pas
écrit les bonnes équations du mouvement?. On s’attend par ailleurs & ce que le phénomene
soit robuste car, tout comme l'effet Josephson, il est relié a la rigidité d’une symétrie
brisée. Une autre analogie vient de la possibilité de faire un changement de jauge (ici
choix du systéme de coordonnées de part et d’autre de la jonction) qui reporte tout ce

qui est relié a la différence des parametres d’ordre sur les intégrales de saut représentant

I'effet tunnel.

IPlus généralement, la symétrie brisée de I'un doit étre un sous-groupe de la symétrie brisée de ’autre.

Un exemple de cela est la cas d’une jonction tunnel AF/I/FM dont nous avons discuté & la section 2.3.
2La raison de ceci étant que les auteurs ont négligé d’inclure le terme 1ié & la phase de Berry dans leur

Lagrangien effectif. Une facon correcte de tenir compte de cette contribution est présentée au chapitre

VL5 du manuel de Zee [51]
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Afin de décrire 'antiferromagnétisme itinérant, nous avons utilisé un modele de Hub-
bard a une bande dans ’approximation Hartree-Fock pour une onde de densité de spin
statique de vecteur d’onde Q = (m, 7). L’état fondamental de I'hamiltonien champ-moyen
consiste en un condensat de paires particule-trou d’impulsion totale Q et de spin 1 dans
I’état triplet avec projection nulle selon ’axe de quantification. Le courant Josephson de
spin, défini comme le taux de variation instantané du moment magnétique alterné Sq
de 'AF gauche, est le résultat de 'effet tunnel cohérent de ces paires particule-trou a
travers la jonction.

Un calcul perturbatif au deuxieéme ordre dans I’amplitude tunnel montre que le cou-
rant Josephson de spin Ig a travers la jonction est donné par Ig = [.8¢ X 8p. La
dépendance en sin Ay, propre au courant Josephson standard, est donc remplacée ici
par le produit vectoriel des moments magnétiques alternés de part et d’autre de la jonc-
tion. Ceci implique physiquement que S¢g et Sp précessent I'un par rapport a l'autre ou,
plus précisément, par rapport a leur somme ¥ = S;+Sp. La fréquence de ce mouvement
de précession est donnée par wy = I.|Sg+Sp|/(|Sc||Sp]|)- De plus, dans approximation
d’Ambegaokar & Baratoff, la dépendance en température du courant critique I, est iden-
tique a celle obtenue par ces derniers pour un supraconducteur BCS, ce qui s’explique par
le fait que le traitement ODS est formellement identique au traitement BCS, malgré qu’il
ne fasse intervenir que le degré de liberté de spin. Nous avons également proposé de com-
parer la résonnance magnétique d'un ferroaimant (itinérant) dans une jonction AF/I/FM
et dans une double jonction AF/I/AF/I/FM afin de détecter expérimentalement 1’effet
Josephson de spin entre deux antiferroaimants (itinérants).

L’analogue de l'effet Josephson AC dans les jonctions tunnel magnétiques s’obtient en
présence d’'une différence de champ magnétique a travers la jonction. L’application d'un
champ magnétique uniforme B de part et d’autre de la jonction entraine un mouvement
de double précession : S et Sp précesse autour de leur somme ¥ pendant que celle-
ci précesse autour de B. Lorsque Bg # Bp, I'angle relatif 6 entre les deux moments

acquiert une dépendance temporelle (tout comme dans le cas standard ou la différence de
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phase dépend linéairement du temps en présence d'une différence de potentiel électrique
a travers la jonction). Dans le cas ou le champ s’annule d’un coté de la jonction (par
exemple, B = 0 et Bp = AB), I'angle 6 évolue de fagon quasi-sinusoidale. En présence
d’un champ uniforme additionnel (Bg = By et Bp = By + AB), un battement s’ajoute
a ce comportement quasi-sinusoidal.

Nous avons ensuite reconsidéré la cas d’une jonction tunnel entre deux antiferroai-
mants itinérants, mais en allant au-dela de la réponse linéaire dans le calcul du courant
de spin. Pour ce faire, nous avons utilisé la méthode des self-énergies de contact. Dans la
limite d'une faible transparence tunnel, le résultat obtenu permet de retrouver la forme
~ S X Sp du courant de spin obtenu en réponse linéaire.

Finalement, nous avons considéré une jonction tunnel entre deux matériaux dans
lequels un ordre antiferromagnétique commensurable coexiste avec la supraconductivité
de type d. Au niveau champ moyen, un calcul en réponse linéaire du courant Josephson
de spin montre que le courant critique est modulé par 1’énergie Josephson E; o cos Ay
ou Ay est la différence de phase entre les parametres d’ordre supraconducteurs de part et
d’autre de la jonction. D’une facon tout a fait symétrique, la calcul du courant Josephson
de charge montre que le courant critique (de charge) est modulé par ’énergie d’échange
entre les moments magnétiques de gauche et de droite Fg, < S - Sp o cosf ou 6 est
I'orientation relative entre les deux moments. De ces résultats, il est possible de conclure
que la fonctionnelle d’énergie libre contient un terme de la forme AS¢g-Sp+ B cos Ap +
C'S¢i - Spcos Ay ou les coefficients A, B et C dépendent de la température. Notons que
le terme au quatrieme ordre en parametres d’ordre dans la fonctionnelle est au deuxieme
ordre dans I'amplitude de saut tunnel |txq|, ce qui n’aurait pu étre déduit d’une approche
Ginzburg-Landau pure. Par ailleurs, mentionnons que dans le cas ou la phase AF et la
phase SC sont séparées spatialement dans le composé plutot que de coexister de fagon
homogene, 'effet Josephson de spin n’est pas influencé par l'effet Josephson standard
et vice-versa. Ceci pourrait fournir un moyen de détecter de fagon macroscopique la

différence entre ces deux situations.
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Pour terminer, il convient de mentionner certaines perspectives de recherche pour
de futurs travaux. Naturellement, il serait intéressant de poursuivre ’étude de 'effet Jo-
sephson généralisé dans des systemes présentant d’autre type de coexistence de symétries
brisées. Cette avenue offre un vaste évantail de possibilités : ordre magnétique et supra-
conductivité de type p, ordre magnétique et interaction spin-orbite (laquelle implique une
brisure de la symétrie sous renversement du temps), etc.

Une autre suite intéressante a ce projet consisterait a étudier 'effet Josephson de
spin a travers une jonction AF/N/AF ou AF dénote un antiferroaimant itinérant et N,
une couche de métal normal. Dans le cas standard d'une jonction SC/N/SC, il est bien
connu que la dépendance du courant Josephson sur la différence de phase Ay entre les
deux parametres d’ordre supraconducteurs differe considérablement de la fonction sinus
caractéristique d'une jonction SC/I/SC. Par exemple, Ishii (1970) a démontré que pour
une couche épaisse de métal normal, le courant Josephson a T' = 0 est une fonction en
dents de scie de Ay de période 27 et discontinue a chaque multiple impair de 7 [52].

Le fait que les états liés d’Andreev dans la région N jouent un role crucial dans le
processus physique a l'origine du courant Josephson a travers une jonction SC/N/SC a
été amplement souligné dans la littérature (voir par exemple [53]). Ces états liés, dont les
niveaux d’énergies dépendent de Ay, sont le résultat d’une superposition cohérente de
quasi-électrons et de quasi-trous subissant des rétroréflexions d’Andreev aux interfaces
N/SC. Le phénomene de la réflexion d’Andreev consiste en ce qu'un quasi-électron (quasi-
trou) provenant de la région N avec une vitesse v et une énergie £ < A, ou A est le
gap, ne peut pénétrer dans la région SC. Il peut toutefois étre transformé a l'interface
en un quasi-trou (quasi-électron) de vitesse —v, lequel transporte le méme courant dans
la méme direction®. En terme de particules, ceci signifie qu'un électron au-dessus du
niveau de Fermi dans le métal normal forme une paire de Cooper avec un autre électron

(sous le niveau de Fermi) et se joint au condensat supraconducteur. Le trou qui est

3Contrairement aux processus de réflexion habituels, la réflexion d’Andreev change donc simul-

tanément toutes les composantes de la vitesse de la quasiparticule incidente.
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réfléchi a l'interface est le trou laissé par le second électron dans la mer de Fermi. Dans
le processus conjugué, une paire de Cooper se précipite sur un trou qui se propage trop
pres de l'interface dans la région N ; un électron de la paire comble alors le trou et I'autre
s’éloigne dans la région normale. La réflexion d’Andreev fournit ainsi un mécanisme
permettant au courant de circuler a travers l'interface N/SC.

Dans le cas d’une interface N/AF, a présent, des arguments de nature théorique
portent a croire qu’'un processus de réflexion de type Andreev existe. En effet, un électron
provenant de la région N avec un vecteur d’onde k et une énergie £ < A, ou A est le
gap antiferromagnétique, ne pourra pas pénétrer dans la région AF et sera réfléchi avec
un vecteur d’onde k + Q, ce qui est équivalent a la transmission d’une paire particule-
trou. Bobkova & al. réferent a ce processus sous le vocable de réflerion-Q. Ils ont par
ailleurs montré qu’il en résulte l'existence d’états liés dans une jonction AF/N/AF avec
un spectre d’énergie formellement identique a celui des états liés d’Andreev dans une
jonction SC/N/SC [35]. Toutefois, ces auteurs n’ont traité que le cas ot les moments des
deux AF sont colinéaires et n’ont pas considéré la possibilité que ces états liés puissent
générer un courant Josephson de spin.

Il serait donc intéressant d’étudier la forme de ces états liés de type Andreev lorsque
les moments magnétiques alternés de part et d’autre de la région N sont non-colinéaires.

Il s’agirait ensuite de vérifier s’il en découle un courant de spin a travers la jonction.



Annexe A

L’hamiltonien champ moyen ODS

Dans cette annexe, nous donnons la dérivation de I’hamiltonien champ moyen ODS
énoncé a l'équation (1.15) du chapitre 2.
On commence avec ’hamiltonien de Hubbard a une bande
H= Ztij(cjcj + c;r-c,-) + Uzﬁﬂﬁil (A.1)
i i
ou t;; est l'amplitude tunnel entre les sites 7 et j, n;, est 'opérateur nombre de particules
de spin o au site ¢ et U est l'interaction locale. L’approximation champ moyen consiste a
récrire n;, comme la somme de sa valeur moyenne (n;,) et d'une déviation 0;, = 75— (Nj5)
puis a négliger les contributions au deuxieme ordre en ¢;,. Le terme d’interaction dans

(A.1) se récrit donc (en négligeant a chaque étape les termes constants)
U Zﬁnﬁu =U Z [0it + (Rar)] [03y + (7aay)]
= UZ 041 (Priy) + (Rig)0iy + O(5%)]
= U [(ur = () (rar) + iy (g = ()]
= UZ [y (Toiy ) + (foig Yiaay | - (A.2)

Dans I’état a symétrie brisée, le systeme est caractérisé par la présence d'une onde de

densité de spin statique d’amplitude S et de vecteur d’onde Q. Dans le cas particulier
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Q = (m,m,m), le réseau est bipartite, ce qui signifie qu’il se compose de deux sous-
réseaux : un sous-réseau A d’aimantation S = (R4 — ng)) (Va € A) et un sous-réseau
B d’aimantation —S = (ny — fpy) (Vb € B). En posant n = (n;) = (n; + 1)) on peut
écrire

(ar()) = = £

(A.3)

ol n

S N3

(i) =5 F 5 -
En substituant (A.3) dans (A.2), on trouve (en négligeant encore les termes constants a

chaque étape)

U [fat (Ray) + (Ra)ita] + U [ (Ry) + ()]

acA beB
.n S n S, . n S n S,
:UZ [naT(§ - 5) + (5 + 5)%1} + UZ {nm(a + 5) + (5 - E)nbl]
acA beB
n,, . S ) n . R S R
:UGEX; |:§<naT + nal) - E(naT - nal):| + U; b(nm + nbl) + §(an — nbl):| . (A4)

On remarque que le terme Y _,(n/2)(Ng +7q)) = (n/2) Y ,c 4 Na s'additionne au terme
Y ven(n/2)(Myy + M) = (n/2) > 5 pour donner (n/2)> ), n; = (n/2)N ot N est
Iopérateur du nombre total de particules. Comme ce nombre est supposé constant, nous
négligerons ce terme (ou encore, on l'utilise pour redéfinir le potentiel chimique). En
supposant que 'origine est comprise dans le sous-réseau A, I'expression (A.4) peut se

récrire

_ UTS {Z(ﬁ(ﬂ —iay) = > (g — ﬁbl)}

acA beB
Us
— =5 S tehsen = chiea) = e —clyen)|
acA beB
= _T e Q Z<CITCiT — Czlcil) (A5)
Us :
=-5 e_ZQ'ricIaaiﬁcw (A.6)

%

oll 02 est la troisiéme matrice de Pauli. En prenant la transformée de Fourier, on obtient



finalement

T i
H = E €kCi, Cka —
ka

US
T 3
> E Ck+QaTaBCks -
kag
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Annexe B

Calcul des facteurs de cohérence

Dans cette annexe, nous dérivons les facteurs de cohérence définis a I’équation (2.26)
du chapitre 3 et qui interviennent dans le calcul du courant Josephson DC de moment
magnétique alterné.

On récrit d’abord le membre gauche du commutateur dans 1'équation (2.9) en réduisant

la somme sur k et q a la premiere zone de Brillouin magnétique :

*

T _ T T
Z tkq Ciqalas = Z {tkq ket Qalas 1 tktQq Cradas
kq kq (B.1)

+ tkq+Q CL+Qadq+Q6 + lk+Qq CLadq+Q5 } :
En supposant lkq = tkq+Q = tk+Qq = tk+Qq+Q, ON obtient
Z tkq {Cch+Qadq5 + Cchadqé + CIT<+Qadq+Q6 + CLadq+Q5} . (B.2)
kq

En utilisant I'inverse de la transformation de Bogoliubov (1.16),

c v
Cka = UkVka + VkVka s

(B.3)
Ck+Q,a = Uia (Uk’}/lc{a - uk’yﬁa) )
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I'expression entre accolades dans (B.2) devient

oIk
(o9

) ( as)
i) (ta7gs + vq715s)
+od o (v, — wr) (Va7 — UgVis)
) ( )

Uquqé ufﬁqé

3
= 03 o (Vg Ve 1S5 + Ukl Vs — Uilq Yk Vs — Uklq Ve Vas)
+ (g Ve s + Vg Ven Vs + Vil Vas + UkVaVhVos)

3 3
000055 (Ukvq%iﬁéa - Ukuq%c(lﬁa - Uk%%ﬁl%ﬁg + ukuq%zjx%zzs)

3
+03s (WU T s — Ukl Voh Ve + VU Vb Vs — Vil VnYos)

Ukl + Ukllq + 03, 0a5UkVg + O 55Ukvq)7ka7q5
3 3 3 et w
aVkUq T UkVUq — 00 055VklUq — Uséukuq) YkaVas
3 3 3 3 ot e
— OaaUklUq + UklUq = 0qa0s55sUKkVq + O—éévkvq) Pyka,yqé

3 3 3 3 vt v
— OaakVq + UkVUq + 0aa0ssUkUq — U(dekuCI) ’yka’yq(s

E(qu)CCryka/yqé + ( ﬁg)cv71i2736 + (Fig)vc’YﬁL/ﬁ;é + (Fﬁg)vﬂﬁlﬁts (B4)

Maintenant récrivons le terme de droite du commutateur dans I’équation (2.9). Concen-

trons sur Hy = (1/N) Y kqoo’ thg Ty dl Ul ¢y, la partie de Hy qui apporte une contribu-
tion non-nulle a la moyenne thermique du commutateur. En faisant les mémes hypotheses

sur les amplitudes tunnel, on obtient

= (1N) D iUl dhstrr + dlqstio + dltcsan + dl qsticiar ) (BS)
kqod

Au moyen de la transformation de Bogoliubov inverse (B.3), I'expression entre accolade



se récrit

uq’Yq + Uq7q6) (uk’yko + ,Uk,}/ka)

+ois(Vgas — g Ves) (UkViy + Uk Vi)

3

(
(
+05 (g5 + VaTen) (V¥ — Vi)
+03505 (Vs — aas) (VTs — Ui Tiy)

Ukl Va5 Ve T Ukl Vep Ve + UkVa Vet Ve + UkVq Vs Voo

ct ¢ ct w vt ¢ vt _w
+0gs UkVq Vg5 ko T VkVaVqsVko — UkUqVgqsVko — VkUqVgsVko

=( )
( )
+075 , (Vtiq Va5 Ve — Ui Yap Vo T VkcVa Ve Vo — UkclqYag Vo)
( )

ct ¢

ct v vt ¢ v v
+O_(5(50-0'0' Ukvq7q5'7ko ukvq%l&%w - Ukuq’yqéfyka + ukuq,}/qé’yka

ct ¢

Uk Uq + O-Ucrvkuq + 0-56ukvq + O-o'cro-&svkvq ’yqérYkO'

+

+

=( )

(Ukliq — Tayliiliq + Th5Ulq — T2y Tasticlq) Yoo
(ukvg + anvkvq Ugéukuq U&dvkuq) ’YZ}VIC(U
( )

vt v
+ UkUq — anukvq - Uéévkuq + 000066Ukuq fYq(S’Yko

=(T70)ec Yo Ve + (T8 Vb the + (T82)ew Yok io + (D7) w0

vt _w

’Yq(s Vo
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Annexe C

Expressions (2.37) et (2.38) pour le
courant de moment magnétique

alterné

Dans cette annexe, nous rendons explicite les détails de calcul nécessaire pour passer
de I'équation (2.28) & I'expression finale du courant de spin Eq.(2.37).
En substituant (2.30) dans (2.28), on obtient

Salt N2 Z Z Zlm [ - _|tkq‘ GapUps Uy / dt'e= 0" (=)

kg apfd od’

D ()i (P (f(E) — f(E))e (FaB(t=t)/ h5oa5aaf]

ij

= —ZZIm[— —|tkql UaﬁUﬁéUms/ d(t —t')x (C.1)

kq aBd

> I(TR2) (B — J(E))e Fa B0/

ij

1 ¢ 2 as) 2f 2 — J(E)
5 ity Sl L

kq aBd
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ou le symbole * en exposant de la matrice U dénote le conjugué complexe seulement (et
non la transposée conjuguée). En utilisant la relation 1/(w +i0") = P(1/w) Find(w) (ol
P dénote la partie principale) et en remarquant que la contribution du terme contenant
la fonction delta de Dirac 6(E} — Ej) sera nulle en raison du facteur (f(E]) — f(E})),

I’expression précédente se récrit

fEY) — f(E)
Sa(t) = 5 Z 2. [|tkq| (Z I o Uss Uz (T3] D Pt (C2)
ij afd q k
A présent, on procede A la somme sur les spins de Uexpression entre parenthéses
Z Im[ apUssU 5[(Fﬁg)ij]2] : (C.3)

afBd

Les résultats de cette somme pour chaque paire d’indices (i, j) avec i, € {c,v} et pour

chaque u € {1,2,3} sont présentés dans le tableau suivant :

u=1 u=2 u =3
(c,c) SukVkUqUq Sin 0 sin ¢ —8Uk Uk UgVq sin 6 cos ¢ 0
(¢, v) —8Uy UklqUq Sin 0 sin ¢ BU Vi U Vq Sin 0 COS ¢ 0 (C.4)
(v,¢) : —8Uk Uk UqgVq Sin 0 sin ¢ SUk Vi UqUq Sin 0 cos ¢ 0
(v,v) SukVkUqUq Sin 0 sin ¢ —8Uk Uk UgUq sin 6 cos ¢ 0

En utilisant la définition des amplitudes de transformations Eq.(l.l?), il est possible

d’écrire

_92GAD (C.5)

Substituons maintenant (C.4) et (C.5) dans (C.2) et concentrons-nous sur la composante

en 7 de S¢ (la composante en g s’obtenant de celle-ci en changeant sin ¢ par cos ¢ et en
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multipliant par un signe —) :

SE(t) = QAX;A sin #sin ¢ P Z EI:IEZ { f<E]_gz : ngk)
f(-Ba) ~ J(B)  f(Ea) = (=B , f(=Ea) = (=B }
“FE,— Ex Fq+ Fx "By + Fi
_ 4AgAp 2) [(Ex) — [(=Ex) | [(Eq) — [(=Eq)
]ff sm@smqﬁPZH ql { En(EL — B2) + Eo(B2 — ) } (C.6)
SAX;A sin #sin ¢ P Z |tkq|2{ <Ek()Ek Ji(;,;k) } (C.7)

En se rappelant la définition de I, donné & 'Eq.(2.38), on obtient donc

SZ(t) = I,sinfsin ¢
SL(t) = —I.sinfcos ¢ , (C.8)

S(t) =0

Comme nous avions défini, sans perte de généralité,

Sa = 1S¢/(0,0,1)
Sp = |Sp|(sin O cos ¢, sin 6 sin ¢, cos b))

I'expression (C.8) peut se récrire
Se = I.8p X 8¢ |, (C.9)

ou SG Sg(D /’SG ’



Annexe D

L’origine géométrique du courant

Josephson de spin

Dans cette section, nous présentons un calcul qui met en évidence 1’origine géométrique
de la dépendance du courant Josephson de spin (2.37) dans le produit vectoriel des deux
moments. Dans ce qui suit nous traitons le cas d'une jonction tunnel entre deux ferroai-
mants, mais le raisonnement peut étre généralisé a des antiferroaimants.

Nous allons recommencer le calcul du courant de spin des le début. Cette fois, cepen-
dant, nous n’écrirons pas explicitement les transformations de jauge dans I'hamiltonien

tunnel. Nous avons donc

1 ~
IS = <dM(;/dt> = E<[MG7HT]> (Dl)
ol
Me = (1/2) ) e Fapcrs (D.2)
kas
[A{T = Z (kaqCLqug + tl*(qd:rlgcka) s (DB)

kqo

et ou les valeurs moyennes sont prises avec la matrice densité complete.

87



88

Un calcul direct nous donne

I = ——Zoag tkq<Ckg qg> tkq<dqackﬁ>) (D4)

aﬁ

On calcule les valeurs moyennes au premier ordre en Hr a ’aide de la formule de réponse

linéaire (2.9). Ceci nous donne

I ;
IS — _% dtlef(]""(tft ) Z |tkq’2{
— 0o "
afo

<<0La(t)ck0(t/>>5aﬁ (das ()l (t)) = (cuo(t') el (1)) Tap (df (t')dqﬁ(t)>)
~ (sl (1)) Gas (e (Do () = (e (F)es(D)) G (dao ()l (®))) } 1 (D-5)

ou (...) dénote maintenant la valeur moyenne prise avec la matrice densité sans inter-
action. Nous allons a présent calculer les valeurs moyennes dans la base de spin non
perturbée au temps ¢ :
i(En s —E,, g V(=) /R
<0La<t)ckcr(tl>> _ Z Z el( G , G)( )/ >
nm il

<n, nalp ELﬁbUg,Ga|m, ﬁg><m, ﬁG|Uam/Gékm’G|n; ﬁg> (D.6)

ou p est la matrice densité sans interaction, |ng) indique 'axe de quantification au temps
t et ol on a utilisé les relation (1.41) et (1.42) afin d’exprimer les opérateurs fermioniques
dans la base de spin ou le moment magnétique coincide avec ’axe de quantification. On
aura Ey, . — Ep . = €ay, car il y a une particule de plus dans |n) que dans |m) (on
prend I’état a une particule champ moyen). Comme il n’y a quun seul état |m’) qui est
connecté a |n) par ¢, on peut factoriser I'exponentielle et prendre la somme sur les états
intermédiaires :

<c;[ca (t)ckﬂ(t/)> = Z e%kn t ' )/hUJnG Un a<n’ ﬁG’p éTkﬁ’Gékﬁ/G ’n, flG> (D?)

n, g

S U (ezekn (t=0)/n ﬁ’c)UfTﬂGa , (D.8)

~1
"G
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Le terme entre parentheses peut étre vu comme une matrice

etert (t—t")/h fit 0 1 [ efert=t)/n fier + (T1) 0
0 emeomg )2 0 G oy 4 (1))

1 (e fiy — (1) 0
T2 0 el =/ fi— (T )])

(D.9)

Il n’y aura que la partie dépendante du spin qui contribuera. Donc, (D.8) se récrit ainsi

(claWo(t) = Y Usagol an Ul Ax(t —¥) (D.10)
nGhe
ou
1/ . , , ,
At —1t) = 3 (elfkr(t—t )/h fir — elerL(t=t)/ I fkl) _ (D.11)

On peut simplifier (D.10) en utilisant la relation

Y Uon0an Uy o = 16 - Foa (D.12)
GG
que nous démontrons a l'instant. Il s’agit de la relation standard qui établit le lien entre

SU(2) et SO(3). En utilisant la définition (1.33) de la matrice U, on a

o 10 e'®/2 cos(6/2) e~%/2sin(6/2)
Uz -¢U =U . , (D.13)
0 —1 —e25in(0/2)  e7*/?cos(60/2)
e®/25in(6/2) e'*/2 cos(0/2) e??sin(0/2)  —e /% cos(6/2)
(D.14)

_ [cos?(0/2) - siﬂQEG/ 2)  2e7cos(8/2)sin(6/2) (D.15)

2¢% cos(0/2) sin(0/2) Sin2(9/2) — cos?(60/2)
0 1 0 —1 1 0
= sinf cos ¢ + sin #sin ¢ + cos 6 (D.16)
1 0 7 0 0 -1

(D.17)

I
3
Q
Qi
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On peut donc récrire (D.10) de la fagon suivante

(cha (ko (t)) = i GraAxlt — 1) (D.18)
De la méme facon, il est facile de montrer que 'on peut écrire

<dqﬁ(t)dio(t/)> = fip - O e Byt — t') (D.19)

ol
1 —iegr (t—t —ieq (t—t'
Bq(t—t/) = 5(6 ar(t t)/h<1 —qu) — € al(t=t)/h (1 _fCIl)> . (DQO)

Avec (D.11), (D.18), (D.19) et (D.20) on peut récrire (D.21) :

1 t /
IS _ _% dt/€—0+(t—t ) Z |tkq‘2{
oo kg

afo

(Ak(t — ) Byt — ) fiGs - G G > - T
“Bi(t' — ) Aq(t' — 1) v - Gy G i 5&,)
— (Bk(t — 1) Aq(t —t") NG - Tps Tap ND * Foa
—A(t = )By(t' — 1) v - G s Gap it am)} , (D.21)
On peut évaluer les traces sur les matrices de Pauli :
Tr[(fg - G) G (Ap - )] = Tr[(hg - &) (Ap - 5) 7] =T . (D.22)
Or, (@-3)(b-3) = a- bl + i(@b) - & De plus, Tr[I] = 2 et Tr[#] = 0. Par conséquent,
T = Tr[(fg - Aip 1+ i(Ag X Aip)d)d]
= %i(he X iip) (D.23)
En substituant (D.23) dans (D.21), on obtient finalement
Is = LG % fip (D.24)

ou le courant critique est donné par 1’expression

. t
lo=—g [ dte™ O P (Ault = 0)Balt = ) = Bult' = ) Aq(t' ~ 1)
. -

. (Bk(t — ) Ag(t —t') — A(t’ — t)By(t — 1) )} . (D.25)
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Le calcul du courant critique donne le méme résultat que celui obtenu par Wang & Chan

[27] & un signe pres (a cet effet, voir la discussion a la section 2.2).



Annexe E

Calcul perturbatif au 2¢ ordre en Hp

de I’état fondamental d’une jonction

FM/I/FM

En I’absence de transfert tunnel d’électrons a travers la jonction, I’état fondamental du
systeme est infiniment dégénéré puisqu’il est invariant sous ’action du groupe U (1) xU(1)
des rotations indépendantes des moments magnétiques de chaque FM. L’hamiltonien
tunnel Hr brise cette double symétrie en éliminant ses composantes hors diagonales, la
réduisant ainsi au sous-groupe Up(1) des rotations simultanées des deux moments. Nous
cherchons a déterminer s’il est alors favorable pour le systeme d’aligner ou d’anti-aligner
les moments de part et d’autre de la jonction.

Au deuxitme ordre en Hr, la correction & I’énergie du fondamental est donnée par la

formule bien connue

AE=Y <O|H%T>_<”E1LHT|O> , (E-1)

m
ol les états |m) sont les états excités de Uhamiltonien non perturbé Hy = HE + HP et
E,, les énergies correspondantes. Nous décrirons I’état ferromagnétique au moyen de la

factorisation champ moyen du modele de Hubbard donnée par Stoner (I—:Té; D) _ f Stoner)
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(54, 55] -
Ij]Stoner = kao'c;r{gcka s (E2)
ko
ko = ko + U(Ny + 1) — ny) = €xo + Unyp (E.3)

ol €, est la relation de dispersion dans 'approximation des liaisons fortes, U le pa-
rametre d’interaction locale et @ =1 (]) si 0 =] (7). En substituant ’expression pour Hy

dans la formule (E.1), on obtient

(0] (tkaCloao + teq@htro) M) (M| (teq g aror + B dlyprcieo)|0)
A=Y Y Y Honlfe

m  kqo k'q’o’

(E.4)
T T
-3 g et el + Ol
m  kqo m
_ o f [f(6kr) (X = f(€ar))]* | [f(€ar) (X — f (ko))
B quo‘ |tkq| { gka - gqa * gqa - gka } (E6)
— Z ‘tkq|2 f2(§ka) - fZ(SQU> - 2§{i§ioi££§q0)[f(§ka) - f(gqff)] 7 (E?)

ou f est la distribution de Fermi-Dirac. Puisque le calcul se fait a température nulle

1 sig<
f(&) = et (E.8)
0 sié&>up,

ou 4 est le potentiel chimique. Dans ce cas, le terme 2f (ko) f(§qo) [ f (§xo) — [(€qo)] dans
(E.7) s’annulent. En effet, si le facteur f(&ky)f(€qo) est non-nul, alors f(k,) = 1 et
f(€qo) = 1, de sorte que le facteur entre crochet est nul. Inversement, pour que le facteur
entre crochets soit non-nul, on doit avoir f(&x,) =1 et f(£qr) = 0 ou l'inverse, de sorte
que le facteur f(&ks)f(€qo), lui, est nul. Par conséquent, 'expression pour la correction

a I’énergie de I’état fondamental se réduit a

o zf(ska) - f(fqg)
AE =) |tiqg] e, (E.9)

kqo

ol I'on a utilisé le fait qu'a T =0, f? = f.
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E.1 Configuration 1 : moments alignés

Considérons premierement le cas ou I'onde de densité de spin est uniforme a travers la
jonction, c’est-a-dire que les moments magnétiques de part et d’autre sont alignés. Sans
perte de généralité, on peut supposer que I'onde de densité de spin est polarisée selon Z.

Dans ce cas, ny = n et n| = 0 et les énergies de I'’hamiltonien de Stoner sont

Ek(a)T = €x(q) »

Sx(q)l = €x(q) T I,

(E.10)

ou l'on a posé h = Un. En substituant ces énergies dans (E.9), on trouve que la correction
AFEy; a Iénergie du fondamental dans la configuration alignée est

AETT _ Z |tkq|2{f(€k) - f(Eq) + f(ek + h) _ f(Gq + h)} . (Ell)

kq €k — €q €k — €q

Nous allons évaluer cette expression en négligeant la dépendance en vecteur d’onde
des amplitudes tunnel (|txq|> = [t|?), puis en approximant les sommes sur les vecteurs
d’onde par des intégrales sur les relations de dispersion. Concentrons-nous sur le premier
terme dans (E.11). On distingue deux cas ou sa contribution est non-nulle : 1) —W <
ex < i< eq < W ol W est la largeur de bande, dans quel cas f(ex) =1 et f(eq) = 0,
puis inversement, 2) —W < e, < p < e < W, dans quel cas f(ex) =0 et f(eq) = 1. En

raisonnant de la méme fagon sur le second terme dans (E.11), on obtient

s -l [ M aa( ) [ o i)
[ () Lo w25 )

(E.12)

ou N est la densité d’états que 1'on a approximée par une constante. On remarque a
présent que le second terme dans (E.12) est égal au premier sous k < q et que, de la

méme fagon, le quatrieme est égal au troisieme. Donc, en regroupant les termes, ceci
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devient

o w 1 p—nh w 1
AETT = _2|t|2N2 / d’fk/ deq( ) +/ dek/ qu( )
-W m €q — €k -w pn—h €q — €k

_ _2|t|2N2{ /W dex(log(W — ex) — log(n — )

u—h
+ / dex (log(W — ex) — log(pn — h — €k>)}
W

W—pn 0 W —u+h 0
= —2|t|*N? —/ dulogu+/ dulogu—/ dulogu+/ dulogu
2w Wtp 2w Wtp—h

= —2\t|2N2{ — (W —p)log(W — p) + (W — p) + 2W log(2W) — 2W
= (W + p) log(W + p) + (W + )
— (W —=p+h)logW —pu+h)+ (W —pu+h)+2Wlog(2W) — 2W

—(W+u—h)log(W+u—h)+(W+u—h)}

- —2|t|2N2{ — W log[(W — p)(W + p)(W — o+ h)(W + pn — h)]

(W—u)(W—quh)}
W+ u) W+ pu—h)

—l—,ulog{

WH4+pu—nh

hlog | ———
* Og[W—u—i—h

} + AW log(ZW)} (E.13)

E.2 Configuration 2 : moments anti-alignés

On peut supposer, sans perte de généralité, que le moment magnétique de gauche est
polarisé selon z et celui de droite selon —z. Les énergies de I’hamiltonien de Stoner sont

alors

Eki(al) = €k(a) - (E.14)

Eki(al) = €x(q) T I
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En substituant ces énergies dans (E.9), on trouve que la correction AE;| a I'énergie du
fondamental dans la configuration anti-alignée est

AEH — Z ‘tquQ{f(Ek) B f(Cq + h) + f(ek + h) B f(GQ>} ) (E15)

- €k —€q — h €k — €q+ I

En procédant de la méme fagon que dans le cas ou les moments sont alignés, ceci peut

se récrire en remplacant les sommes par des intégrales sur 1’énergie

A IN? ' d Wd L M_hd Wd L
E, = =2t|*N _— _—
H d /—W Ek/u—h 6q<€q_€k‘|'h>+/—w Ek/u Eq<€q—€k—h)

— —2!t\2N2{ /M dex (log(W — ex + h) —log(p — ex))

-w

+ /# dex (log(W — ex — h) — log(p — ex — h))}

-Ww

W—p+h 0 W—p 0
= —2|t|*N? —/ dulogu+/ dulogu—/ dulogu+/ dulogu
2W+h Wty 2W —h Wpu—h

= —2yt|2N2{ — (W —pu+h)log(W —p+h) + (W — p+ h) + (2W + h) log(2W + h) — (2W + h)
= (W + p) log(W + p) + (W + )
— (W = ) log(W — ) + (W — p) + (2W — h) log(2W — h) — (2W — h)

—(W+u—h)log(W+u—h)+(W+,u—h)}

= —202N{ = Wlog[(W — i+ b)(W + ) (W = p)(W + i — )]

W —p+h) (W—p) (W+p—h)2W +h)
W+p) W+p—nh) (W —p+h)(2W —h)

+ 2W log[(2W + h)(2W — h)]} (E.16)

+plog{ ]%—hlog{
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E.3 Configuration de plus basse énergie

En posant u = 0, W = 4 et 2[t|*)N? = 1 dans les expressions (E.13) et (E.16), on

obtient
, 4—h
AE;; = 410g[16(16 — h2)] — hlog | —— | — 8log 64 , (E.17)
4+h
_ oy 4-nE+h] _ Y
AE; = 4log[16(16 — h°)] — hlog l<4+ NE—h) 8log[64 — h7] . (E.18)

Une représentation graphique de ces deux fonctions est donnée a la Fig.(E.1) et montre
(étonnament) que la configuration de plus basse énergie ne correspond pas a celle ou
I'onde de densité de spin est uniforme a travers le systeme, c¢’est-a-dire qu’il n’est pas
énergétiquement favorable pour le systeme d’aligner les moments magnétiques de part et
d’autre de la jonction. Au contraire, le systeme préferera la configuration dans laquelle

les moments sont anti-alignés.
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FIG. E.1 — Corrections au 2¢ ordre en Hr & I’énergie d’une jonction tunnel FM-FM dans le cas ou les
moments magnétiques de part et d’autre de la jonction sont alignés (bleu) et anti-alignés (mauve). Les

corrections & ’énergie sont tracées en fonction du parametre h = Un.



Annexe F

Résonnance antiferromagnétique
d’un AF itinérant composé de
particules de spin S > 1/2 dans le
contexte d’une jonction AF/I/AF

A la section 2.3, nous avons souligné que le courant Josephson de moment magnétique
alterné ne pourrait étre observé au moyen d’une expérience de résonnance antiferro-
magnétique en raison du fait que, pour des particules de spin 1/2, les opérateurs de spin
dans les directions transverses au champ d’anisotropie commutent avec ['hamiltonien
d’anisotropie de spin. Dans cette annexe, nous considérons le cas hypothétique d’une
jonction AF/I/AF ou les AF itinérants sont composés de particules de spin S > 1/2 et
nous étudions les conséquences que 'effet Josephson de spin aurait sur les fréquences de
résonnance antiferromagnétique de chacun des deux AF.

Pour ce faire, nous allons décrire l'effet du couplage tunnel au moyen d’'un champ
magnétique effectif Heg de module wy orienté dans la direction de ¥ = S + Sp. Nous
allons calculer les fréquences de résonnances antiferromagnétique de 'antiferroaimant

gauche en présence de Heg en utilisant le formalisme de Kittel [42]. Le calcul sera clas-
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sique.

On représente donc I'antiferroaimant sur un réseau bipartite, c¢’est-a-dire composé de
deux sous-réseaux d’aimantations opposées M; et My de module M. On traite 'interac-
tion d’échange au moyen de champs moléculaires H; = —AM, et Hy, = —AM,; agissant
sur M; et M, respectivement. L’existence d’une orientation préférentielle dans les anti-
ferroaimants est bien connue et par analogie avec le ferromagnétisme, on introduit une
constante de densité d’énergie d’anisotropie K afin de décrire I’énergie requise pour ef-
fectuer une rotation simultanée de M; et My par rapport au réseau cristallin. On peut
alors dire, pour de légeres déflexions, qu'il existe un champ d’anisotropie Hy = K /M
agissant sur chacun des deux sous-réseaux. Nous prendrons le champ statique Hy et le
champ d’anisotropie H, dans la direction 2'. Dans la limite ot S et Sp sont presque
colinéaires nous pouvons, comme Kittel, négliger le mouvement de M; et M, selon 2.

Les équations du mouvement en présence d'un champ rf transverse H = (H*, HY,0)

et du champ effectif Flg = wo(sin(6/2) cos(¢), sin(6/2) sin(6), cos(8/2)) sont alors
M, = M, x [(H CAME — % sin(6/2) cos(gb))i
+ (HY - A - % sin(0/2) sin(6)) )j + (Ho + Ha + Hp — % COS(@/Q)))k] (F.1)
M, = 7M, x {(H M % sin(6/2) Cos(gb))i
(0 = 0ty = 2 o2 sin(o) )i+ (o — Ha — e - Leon(0/2))k| (P2

ou Hp = AMy; = AM7 = —AM;. En définissant M~ = M* —iMY et H- = H* —iHY, on

obtient
_ yH et wo sin(0/2)e~%
M~ =2vyM,H F.
A A<<w—9+><w—sz_> 0.0 (F:3)
ou
Qs = wycos(0/2) — yHy 4+ v/ Ha(Ha + 2Hg) . (F.4)

'De cette facon, S¢ est orienté selon H 4 en I’absence de couplage tunnel et de champ externe, comme

il se doit.
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On pourrait donc s’attendre a ce que le couplage tunnel provoque un déplacement uni-
forme de 'ordre de wy dans les fréquences de résonnance antiferromagnétiques de chacun
des antiferroaimants de la jonction. Avec |%] = U = 2eV et une conductance a 1’état
normal de l'ordre du quantum de conductance, R~! = 2¢%/h, on trouve une valeur de
wo de Tordre de 10* Hz, autrement dit dans le visible. Cette fréquence devrait étre
plus grande que le gap antiferromagnétique et devrait donc entrainer un amortissement
important. Par conséquent, il serait nécessaire d’utiliser des résistances plus grande par

plusieurs ordres de grandeur afin d’abaisser la valeur de cette fréquence.



Annexe G

Matrice de transformation pour

I’hamiltonien champ moyen avec

coexistence AF-SC

La matrice de transformation A;; qui diagonalise I’hamiltonien phénoménologique

(5.8) est définie par
Yac= ) Ay(k)x (G.1)
J
ol

1/)11 = (CI(W C_k|, CI(-&-QT’ C—k—Ql) . (GQ)
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Les composantes du premier vecteur colonne sont données par
Ara Z{[E+(k) +ad[Er (k) + o) [E+ (k) — exrq] — [Ex (k) — exrq](Um)?

— [E+ (1) + ad[Vso(k))? = [E4. (k) + o] Wt (k)]
+ 2Um)[Vso(k)|[Wto (k)] | / ‘ /Z A2

Ag g ={ VoK) ([B+ (K) + xcsql B4 (K) — exrq] — (Um)?

— Vo) + W) + 2(Um)[Wto(k)exsa ) / > A2

Agy == {(Um)([B+ (&) + ad [B1 (K) + exceq] = (Um)? = [Vso(K)]?
~ W62 + Vso (KW oK) 2B, (K) + exrq +ad | / 24

Agy ={Wto(R)) (1B () + ] [B4 (k) — i) - + [Vso(k

- W) + Um)[V ()] (exrq + ) / ‘/ZA%, (G.3)

ou le carré de la norme du vecteur est
S 42, =2, ()90 {[E4 (k) + ad29(k) + & — ] + 2(Um)(eeq + )

+ A(Um)[Vso(k)|[Wtd(k)] + 2[Wto(k)]* (e — ek+Q)} . (G.4)

Par symétrie, le second vecteur colonne A, s’obtient du premier comme suit : 4,5 =
—Agq, Ago = Ay, Azo = Ayq, Ayo = —As ;. Le troisieme vecteur colonne peut s’expri-
mer en fonction du premier : A3 = A1, Aog = —As1, Asg = A11, Asg = —Ag avec
les substitutions suivantes dans A; 1, ex < exiq, 9(k) < —g(k), Ey(k) < E_(k). Fina-
lement, le quatrieme vecteur colonne A, 4 s’obtient du troisieme par symétrie A; 4 = Ag 3,

Agy = —A13, Asa = —Auz, Asy = Az,



Annexe H

Calcul des facteurs de cohérences fgé

dans les équations (5.23) et (5.24)

Dans cette annexe, nous donnons la dérivation des facteurs de cohérence qui inter-
viennent dans nos calculs dans le cas avec coexistence AF-SC aux équations (5.23) et
(5.24).

On récrit d’abord la somme sur les impulsions dans (5.23) en la réduisant dans la

premiere zone de brillouin magnétique :

DY GapUsstualliqadas) = D 5aﬁUﬂ6fkq{ (clsqatas) + (Chadas)

kq aBd kq apé (H]_)

+ <CL+Qadq+Q5> + <ClT<adq+Q5>} ;

ou 'on a supposé tkq = tkq+Q = tk+Qq = tk+Qq+q- On traite ensuite séparément chacun
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des quatres termes entre accolades :
FagUss (0l qudas) = {5 Ust (et qrdar) + 715Us1{ch, q1day)
a k+Qa%asd 8% BT\ k+Q%al 8% BINk+Q1%al
+5Us1 (chyqudar) + ELBUBl<CL+QldQL>}
=) {f%Um Agi(K) Avj (@) (vhovia) + F1aUs1 Asi (k) Asj(@) (Vo)
ij

+ 713Us1 Asi(K)A1;(q) (VixVia) + 015Us) Asi(k)Agj(q) <%k7]T-q>}

GapUps(Chaldas) = {&TﬂUBT<0LquT> +G15Up (chydq) )
+315Us1 (ch dqi ) + 5wUm<CL¢dqi>}
=S {&wUm 414009 A1y (@) () + 315U, A1) Asy (@) (1)
7

+ 6lﬁUﬁT AQi(k)Alj(q> <7ik7jQ> + ElﬂUBl A2i(k)A2j(q) <'Yik'7;'rq>}

GasUss(ch qalarqs) = {6TﬂUﬁT<CL+Qqu+QT> +315Us1 (e qdaral)
+ 7 5Up1 (chrqudarar) + G lﬂUﬁl<CL+Qldq+Ql>}
= Z {5 18Us1 Asi (K) Asj (@) (vivia) + 715051 Asi (k) Agj (@) (vi o)
i

+ 718Up1 Asi(k) Asj () (VikVia) + 718U Asi(k)Aygi(q) (%w}&}

GasUss(chadarqs) = {&TﬁUﬁT<CLqu+QT> +615Us) (i dgrqu)
+315Up1 (el daraqr) + EwUm@qumO}
= 5 {1t 4945 (@ s + Tl A Auf@ ol
7

15U Ass(k) Ay (@) (i) + 315Ut Ass() Ay () <m;q>}
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En rassemblant ces quatres contributions et en les subtituant dans (??7), on obtient
> tkq{5TﬁUﬁT (A15000) + A3 ) (Ass(@) + Agj(@) ) (2hria)
kqs ij

+ 315Up, (Ah + Asi(k > (Agj + Ayj(q ) %kvjq
+ 7 18Ust (Agz + Ak > <Alg + A3J ) 'sz%q
(1) )¢

+013Up (Azz + Aui(k <A2J + Ay(q

’Y@k’yjq }

En définissant

(H.2)

I’expression précédente peut se récrire

B . i 4 . S bt
=) > tkq{a 18Us1 Didgrt (Vi Yia) + 18Us1 Dicgp (Vi Via)

kaB ij

+618Us1 Tiq 1 (ivja) + 618U, quu<%k7;q>} '



Annexe 1

Calcul détaillé du courant de
moment magnétique alterné dans le

cas avec coexistence AF/SC

Dans cette annexe, nous rendons explicites les détails du calcul permettant d’obtenir
I'expression finale du courant de moment magnétique (5.27) dans le cas avec coexistence
AF-SC a partir des équations (5.23) et (5.25).

On calcule chacune des valeurs moyennes dans (5.23) en réponse linéaire comme a
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I'équation (5.25). L’équation (5.23) s’écrit alors

Sg(t) = % Z*: Z Zlm _ %/_t dt’@*O*‘(t*t/)X

kq B i

(tiq i {ETBUM Uy fEQTTf‘Equ ([’Y;rk(t)’yjq(t)a ’Yik(t/)’Y;q(t/)DO

+615Us1 U1 T Tt (e (0714 (), v () v5a(t)]o
+318Us1 Upy Ty i Tt | (v () %ia (8), v ()71 ()]

+0615Up1U1 Dy Py {07 (1), ’Yfk(t’)%q(t')])o} (L)
+ltal” {ETBUMUTTT ilar D1 (D D150 (0 7 (#)7ac(t) o

+015Up) Uer fg'(lTlf‘i'(qul (["Y;rk(t)’y;rq(t)a ’qu(t/)%k(t/)])o

+3 15U Ul T T 1 (D 075a (1), 1o ()7 (8)])o

+315Us U T T (a7 (1, 150 ()7 (8)])o })] :

ou l'on remarque le facteur e**¥ apparaissant devant la premiere accolade, laquelle re-
groupe des termes de la forme <CLUcLa,dq5dq/5/> correspondant au transfert d’une paire
de Cooper a travers la jonction.

En récrivant I'expression précédente en utilisant les fonctions de Green de Keldysh

x(tt) = i<73k(t/)%k(t)>o ;

(1.2)
z‘i(tat/) = _i<7ik(t)7;rk(t/)>0 )
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on obtient

Sa(t - N2 Zzzlm

kg B iJ

__/ g e 0Tt o

(tkqe w{UTﬁUﬁTUll quTFi{]qu (gi (t' —1) gfq (t—t") = Galt' — t)gj>q<t - t’))
+UTﬁUﬂlUlT qul qu (gz t —t g> t'— t) ii(t/ - t)gfq(t/ - t))
+5 15U Upy kunffqu (g G5t =) — Gt — )G, (t — t/))
+6,5Us Upy I el quT( )Gt =) = Gt — )G (¢ — t))}
ol { 7 <rkqﬁ>2( A~ DGt~ 1) — Gt~ 1G(t — 1))
+5T5U61ULT kqu 2( gfq (t'—1) = Ga(t' — t)gfq(t/ - 75))
+316Us Uf) (Tidgy Q(Qz t)Gja(t = 1) = Galt = 1)G5(t — t/>>
+5wUﬁlUu kqll 2(91 gj>q t - t) zi(t - tl>gj<q<t/ - t)) })] )
(1.3)

ol les fonctions de Keldysh sont données explicitement par
Giap(t' —t) = if(By) exp[—iEL (t' — t)/h] |

Giop(t' — 1) = —i(1 = f(Ey)) exp[—iEy (t' — t)/h] |

avec f la distribution de Fermi-Dirac et Ej la relation de dispersion correspondante. En

(1.4)

substituant (I.4) dans 'expression précédente et en regroupant les termes on obtient

. - El) — f(E;

o) =~ > FE) — F(E)
py E{ — El —i0*
1,3

Y iau o
{ffkqez ? 315U U1 Digp Doyt — ltial*016Us U} (Dig))? }

0 iAo — s )
{tkq62 21U Uy Fi(quTFi(Jqll |tkq| UT/J‘UBTUTT (qun) }

— f(E) — f(ER)
E}{+ B +i0*

1— f(E) — f(E)
EY + Ei —i0+
2 }f(Eé) — f(EQ)

E} — BL +i0*

2 A 2= T
+ {tkq B2 & 5Us Uy T 1 T — Ikl *318Us U (DY) }

2o T
+ {tkqe 7 715Up Upy qullri{]qﬁ |t UlﬁUﬂlUu (Fic]qu

(L5)
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En utilisant l'identité 1/(w +07) = P(1/w) Fimd(w), il est aisé de se convaincre que
tous les termes comportant i7wd(w) disparaissent en raison des propriétés des distributions

de Fermi-Dirac. On se retrouve donc avec

J(EY — f (Ef;))

. 1 ;
Sc(t) = 1 Zlm[{tkq 22 315Us1U Dig Dilgy) — Ital *016Us U, (T quT)Q}P( o
q Mk

k,q,8
1,3

2 _iA i 2= 7,
+{tkq ? 315U, U 1 T Diogyr — Itk *315Us U} (T )2 }P<

1— f(Ey) - f(Ef'J)
Ej + Ej,

. o . l 1— f(E]) — f(EL)
+ {tiqe 613U Unt Ty Tigr ) = a3 16U U (T )? }P< BL+ B )
q T By

Z ; ; i FEY) — f(E)
+{tkq 249615051 Unt Tidgy Diigrt — [tieal®@15Us U] (D) }P( g
a Mk

(L6)

A présent, calculons la composante selon & du courant. On trouve

i i v i F(E)) — f(EY)
{tkq e UTlUlTUli quTTFk]qli |tkq|2UTlUlTU;rT (FquTT) }P< qu _ g
a k

Sa(t) = 33 Zlm
k,q,3
4,J

1— f(E}) — f(B)
iA i 2 _x ) 2 k
+ {tkq ? o UL Dy Tayy = a0, U0, (T ) }P( E] +E'L )

+ S tag€ 2 ol Un Uy Ty Ty — lteal 0l U )? P - — /5
kq® I UMY L kg1t kat) k| 07 UnU u kqu E;JFEZ
2 Ay _x I‘\’Lj sz 2 =z Fzg 2 P f )
+ 3 trg@ 7 0T U Upy T Ty — ltalo T Un U (T ) i
1 - 2 _iA z¢> ij  TviJ 2 qu f q) )
=N Im[{tk 7 TiariTiar — Ixal"e™ (Tidgyy)® i
kq a
1/7.7

e , L F(E) - f(EL)
+{tiqe“<—e NTE B [fle® <1qu¢>2}13( a )

B+ Ej
i 7 i ij —i 7 1_f(E])_f(ElZ()
+ {tiq i d)rqulTquTL |tkq, e ¢(1"kj lT) }P< Eglq_’_ EIZ( )
i —igy i ij ik i f(E?) — f(Ef{) sin 0
i { e (e B+ e 05 o (LE8 L) |
q k
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g T i T g Ty g
En remarquant que I'y Iy 10 = Do Dt = Trqui Diary = Tiq) kg €0 supposant

thq = |tkql” et en regroupant des termes, ceci devient

0= (- ittt
kq
1,

| —sin¢ ((fquT)QJF(fgqii)Z) }P (f(Eéz)', - g'{ED)

¥ {Im (a’w (mei%) 4 it ew) PP

in ¢ ( (I L= f(E)) = f(B) | sind
Fene ((FI‘J"”)Q + <ijqu)2> }P( Efq+ Ei } ) 2
a k
~ gl [{Im (27’ sin ge A<p> Pl
k7
i?-yq
' [y [ F(E)) — f(Ey)
o (i) (1810
kqlT kqll Eﬁl - EIZ{
i {Im <2i sin ¢6mw> Fheqt 1y
' O [y 1— f(E) — f(EL)Y | sinb
Teme ((ij“”)Q * <ijqu)2> }P( Eiq+ £ i ) 2
q k

1 ¢ cij i ~ij ~ij FEY) — f(EY)
=Nz > ltal’ {FlquTijqll cos Ap — ((Flfqﬁ)2+(Flfqu)2) }P( S
k,q Eq — Ek

1,J

L ~ ~ g 1_f(Ej)_f(Ei)
+ {Fk]qTTijqil cos Ap + <(ijqm)2 + (ijqn)2> }P( T )
Eq + Ey,

X sin 6 sin ¢

La composante selon  du courant de moment magnétique alterné peut donc récrire
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comme suit

SZ(t) = (I. 4+ J.cos Ap) sinfsin ¢, (L.7)

avec

le=73 Z [tral” [[ Piar)” + (ngii)ﬂP(f(Eég - {E(f;Eli)>

4 1y sEn]
ij ij - q/ k
+[(quu) + (Dgyr) }P< Fi+ B )
et
El) — f(E; 1— f(E)) — f(E;
Y=o Z cal” T Tidgy P !t qy)' f(@- D, A jQ) @-f( 8 (L9)
Bl — B Ei + EBL
Z]
De la méme facon, on trouve
SL(t) = — (1. + J.cos Ap) sinf cos ¢ | (I.10)
S4(t) =0, (1.11)

ce qui permet de récrire le courant de moment magnétique alterné sous la forme finale

Sg(t) = (Ic + Jc COS A(p)gD X §G’ , (IlZ)



Annexe J

Calcul détaillé du courant Josephson

supraconducteur dans le cas avec

coexistence AF /SC

Dans cette annexe, nous rendons explicites les détails du calcul permettant d’obtenir
I'expression finale du courant supraconducteur (5.33) dans le cas avec coexistence AF-SC
a partir des équations (5.32) et (5.25).

Le calcul de (5.32) en réponse linéaire est presque identique au calcul du courant de
moment alterné. En effet, on n’a qu’a reprendre ce dernier a 1’équation (1.6) et remplacer

tous les facteurs ¢,3Uss par U,s puis multiplier le tout par un facteur 2/A :

i F(EL) — f(Ey)
{tIQ(qe A UTTULL ijqTTijqu - |tkq|2UTTUTTT (ijqm)Q}P( qu _Ei
q k

) 2«
k.q

,J

i tj ™ij Tij 1— f
+ {tiqe AU UL g Doy — It U U (ijqTL)Z}P(

(E) —f (Ef;)>

EY + Ei
; i i - 1— f(E]) — f(EL)
+ {tiqe B URUN T Ty — Itk U UL (TﬁqlT)2}P( qu+ =i >
q k
; i i L f(ED) — f(EY)
+ {tiqe A UliUTT ijqurqun - ’tkq‘QUllUL (Fk]qll)Q}P( E(11j _Fi
q k

(J.1)
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On remarque alors que tous les termes proportionnels & |txq|? (contribution des paires
q
. s . N 2 )
particule-trou) sont réels, de sorte que seuls ceux proportionnels a tiq demeurent. L'ex-

pression précédente devient alors

EY)—f (Eli))

. 2 * ’L ,,,Z.. ~’L“ ~i‘ "’i‘ f(
No(t) = +27 > Im [tiqe 8¢ { (UTTUu DiariTqry + UnUn ijqlle]qTT>P< El — Ei
e q k

1,J

+ (UHUH FichTiFiquT +UpUy Fiqufffq“)P(

1 — f(E]) — f(E}) ) }]

E\+EL
(J.2)
pR— : i i fEY) — f(E)
= Im |3, e’A“’{QUTTUu IR llP( a-
N2h kz’q [ q q q Egl _ Elz{
2] (J.3)
L 1— f(EH) — f(EL)
+ 203U Ty T P( A )}
THIT + katl ™ kqlT Eé—i-Ef{
En utilisant fgﬁTTfiJAl L= fqu“ffj;ﬂ |, en supposant tp, = |tiq|® et en remplagant les
éléments de la matrice unitaire U par leur valeur, on obtient
\ 4 - 2 iApTyij  Taij 2 f(Eé)_f(Eli)
Ng(t) = N Zlm [|tkq| e ”I‘quﬁf‘quu{ cos (0/2)P( S
k,q q k
(2]
1— f(E)) — f(EL
—sin2(9/2)P( il jq> A “))}
(J.4)

E} — Ej
1— f(E2) — f(E!
—sin2(9/2)P( / .q) f( k))}sinAcp :
E§ + Ej
En vertu des identités trigonométriques cos?(0/2) = (1 + cos®)/2 et sin?(0/2) = (1 —

* L El) — f(E;
:%Z]tkq\2FquTTFf{]qu{0052(9/2)P(f( a) = /I k)>

k,q

0,

sinf)/2, ceci devient

. 4 & o 1+cosf _(f(EL)— f(EL)
Na(t) = 5+ |tq| T il u{ P( > -
N%%; ar 2 F} — FEj

i (J.5)

At (LS
2 Ei+ E}
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Finalement, cette derniere expression peut étre récrite sous une forme analogue a l'ex-

pression (5.27) pour le courant de moment magnétique alterné :

Ng(t) =

avec

I N27i Z |tkq’ FEQTTFqul

Z]

et

217 1]
Je ngﬁ/jE:‘tkq"quTkaqll

1,]

(I + Jecos0) sin Ay, (J.6)

—f(E) 1= f(E) - f(E) (3.7)
Ey— B Ej + Ej, ’ '
)~ f(E) 1= f(Ey) — f(E) (1.8)
EY — Ej E4+ Ef
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