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Pourtant toute la science de cette terre ne me donnera rien qui puisse massurer
que ce monde est a moi. Vous me le décrivez et vous mapprenez a le classer. Vous
énumérez ses lois et dans ma soif de savoir je consens quelles soient vraies. Vous
démontez son mécanisme et mon espoir saccroit. Au terme dernier, vous
mapprenez que cet univers prestigieux et bariolé se réduit a latome et lui-méme se
réduit a lélectron. Tout ceci est bon et jattends que vous continuiez. Mais vous me
parlez d'un invisible systéme planétaire ou des électrons gravitent autour d’un
noyau. Vous mexpliquez ce monde avec une image. Je reconnais alors que vous
en étes venus d la poésie : je ne connaitrai jamais.

— Albert Camus



SOMMAIRE

Depuis leur découverte, les ondes de densité occupent une place de plus en plus importante
dans notre compréhension de la supraconductivité a haute température critique. Leur
role demeure toutefois incertain pour plusieurs observations expérimentales. L’objectif
de cette thése est de déterminer si les ondes de densité peuvent expliquer certaines de
ces observations. Ces dernieres incluent (i) le gap partiel (pseudogap) mesuré dans la
densité d’états, (ii) les sous-structures du gap supraconducteur observées dans les coeurs de
vortex, et (iii) ’augmentation rapide de p a1+ p dans les mesures du nombre de Hall au
dopage p*. Huit modeles phénoménologiques de type champ-moyen sont présentés pour
étudier ces phénomenes. Les résultats indiquent que I’approximation du champ moyen
pour les ondes de densité observées dans les cuprates ne peut pas expliquer le gap partiel
dans la densité d’états, mais elle fournit une bonne explication des sous-structures du gap
supraconducteur. Pour reproduire ’augmentation rapide du nombre de Hall, la démarche
proposée par Storey est suivie avec les modeles phénoménologiques d’antiferromagnétisme,
d’antiferromagnétisme spiral et la théorie Yang-Rice-Zhang. En comparant ces trois modeles
a un modele d’onde de densité de spin incommensurable colinéaire, on identifie le point
commun qui fait leur force : ils séparent la dispersion du modeéle a une bande des cuprates
en deux nouvelles bandes. Pour mettre ces modéles a I’épreuve, leur prédictions pour la
chaleur spécifique et I'effet Seebeck sont obtenues afin de les comparer une éventuelle

mesure expérimentale dans les méme conditions que pour le nombre de Hall.
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INTRODUCTION

«Why haven’t we theoretical physicists solved this problem yet? We have no
excuse that there are not enough experiments [... ] We should not even have to
look at the experiments. Every time we look at another experiment, we make the
problem easier. 1t is like looking in the back of the book for the answer. [...] The
only reason that we cannot do this problem of superconductivity is that we haven’t
got enough imagination.>

—Teynman, 1957 [4], année de découverte de la théorie BCS

Plus de 30 ans apres sa découverte, la supraconductivité a haute température critique dans
les cuprates n’a toujours pas d’explication. Ce n’est pas la premiere impasse de ’histoire
des sciences, mais elle sera définitivement parmi les grandes. Ou est le probleme ? La mé-
thode scientifique a trois étapes : on énonce d’abord une hypotheése, on calcule ensuite
ses conséquences, et enfin, on compare ces derniéres aux expériences. Si les conséquences
prédites sont en désaccord avec 'expérience, 'hypothese est falsifiée et on peut passer a la
suivante. Le domaine des cuprates ne manque ni d’hypotheses ni d’expériences. Le manque
d’imagination est plutdt pour les méthodes de calcul. Pour qu'une hypotheése scientifique
soit bonne, elle doit offrir des prédictions claires en bonne quantité; une hypothese vague
ou limitée n’est pas intéressante. Toutefois, on parle rarement des hypothéses suffisam-
ment claires, avec un grand potentiel de prédictions, mais pour lesquelles les calculs sont
impossibles. L’hypothése favorite pour les cuprates, et ce depuis ’année méme de leur
découverte, est le modele de Hubbard. On prétend, probablement avec raison, qu’il contient
tous les ingrédients nécessaires pour expliquer les cuprates. Ce fut d’ailleurs relativement
bien démontré pour les phénomenes de haute énergie. Toutefois, a I’échelle des basses
énergies, celle-la méme pour laquelle les expériences deviennent de plus en plus précises,
on ne s’entend pas toujours sur les prédictions du modele, les calculs étant trop difficiles. Ce
probléeme persistant souléve des questions. Sera-t-on en mesure, si c’est le cas, de démontrer
qu’il manque un ingrédient au modéle de Hubbard ? Aura-t-on suffisamment confiance en
nos prédictions pour constater I’échec du modele ou restera-t-on dans I'incertitude a cause
de I'imprécision de nos calculs? S’il y a bon espoir que les méthodes adéquates arriveront,

il faut aussi étre préparé a I’éventualité qu’elles n’arrivent pas. Et dans cette éventualité, il



faudra que la solution menant a un consensus pour les cuprates vienne d’ailleurs; notre

manque d’imagination en redevient donc un pour les hypothéses.

Cette these délaisse le modéle de Hubbard pour étudier plusieurs modeles phénoménolo-
giques liés aux cuprates, afin de clarifier leurs forces et leurs faiblesses. Etant surtout inspirés
des observations expérimentales, la plupart de ces modeles incluent des ondes de densité.
On s’intéresse ainsi aux champs moyens pour la supraconductivité, I'antiferromagnétisme,
I'onde de densité de charge a facteur de forme d (ordre dFF-DW), 'onde de densité de
paires & facteur de forme s étendue (ordre s’ PDW) ainsi que les ondes de densité de spin
incommensurables spirales et colinéaires. Ces champs moyens sont utilisés seuls ou en
combinaison les uns avec les autres, selon le cas. L’objectif est de se familiariser avec ces
modeles et de déterminer ce qui leur permet ou non de reproduire certaines observations
expérimentales. Les observations sélectionnées, revues en détail, sont la présence d’un gap
partiel (le pseudogap) dans la densité d’états, la présence de sous-structures dans le gap
supraconducteur, et le changement brusque du nombre de Hall a I'approche du dopage
p* ot le pseudogap disparait. Pour le changement du nombre de Hall, en particulier, nous
suivons de pres la démarche développée par Storey pour le modele antiferromagnétique
et la théorie Yang-Rice-Zhang, et suivie aussi par Eberlein pour I'onde de densité de spin
incommensurable spirale. Avec ces trois modeles, nous obtenons des prédictions pour la
chaleur spécifique et le coefficient Seebeck dans les mémes conditions que le nombre de
Hall.

Dans la mesure du possible, la these est divisée de maniére a grouper les modeles
avec leurs résultats respectifs. Le chapitre I dresse un portrait de la supraconductivité a
haute température critique dans les cuprates. On présente certains résultats expérimentaux
importants, en insistant sur ceux visés par la theése : le pseudogap, les ondes de densité, les
sous-structures du gap supraconducteur, et les résultats pour le nombre de Hall. A la fin du
chapitre, les questions qui guident le reste de la thése sont énoncées. Le chapitre II établit
ensuite les bases fondamentales des modeles utilisés. La théorie des bandes et le modele de
Hubbard sont discutés en détail avant de justifier I'approche phénoménologique utilisée dans
le reste de la these. Les champs moyens antiferromagnétique et supraconducteur de type d
sont ensuite présentés et le chapitre se termine en groupant les théories du pseudogap en deux
catégories pour faciliter ’analyse des résultats. Le chapitre III étudie les gaps dans la densité
d’états en présence d’ondes de densité. On y définit les champs moyens de '’ordre dFF-DW
etdel’ordre s’PDW qui sont ensuite étudiés seuls et en coexistence avec la supraconductivité
de type d et’antiferromagnétisme. On trouve qu’il est impossible d’obtenir un gap au niveau
de Fermi avec les ondes de densité seulement, mais, en leur présence, le gap supraconducteur

de type d est déformé et fournit un accord plutdt satisfaisant avec les sous-structures du



gap expérimental. Le chapitre IV, pour sa part, s’intéresse au changement brusque du
nombre de Hall a p*. On y présente les théories I’ayant reproduite avec succes : les modeles
phénoménologiques d’antiferromagnétisme, d’onde de densité de spin incommensurable
spirale, et la théorie Yang-Rice-Zhang. On compare ces derniers avec un modele d’onde de
densité de spin incommensurable colinéaire qui ne reproduit pas le résultat attendu. Cela
permet d’identifier une force des trois autres modeles : ils séparent la bande en deux, pas
plus. On produit alors leurs prédictions pour la chaleur spécifique et I’effet Seebeck, révélant
une séparation entre le dopage p* ou se ferme le pseudogap dans ces théories et le dopage
De associé aux signatures trouvées : une augmentation rapide de la chaleur spécifique et une

diminution du coefficient Seebeck.



CHAPITRE |

CUPRATES

1 Introduction aux cuprates

1.1 Supraconductivité non conventionnelle

La supraconductivité est découverte le 8 avril 1911, dans la ville de Leyde, par le chercheur
Kamerlingh Onnes. Ce dernier, parvenu a liquéfier I'hélium trois ans auparavant, est seul a
avoir les équipements nécessaires pour accéder aux températures extrémement basses. Dans

un échantillon de mercure refroidi a 4.2 K (-268.95°C), la résistivité électrique disparait [5].

D’ordinaire, un courant électrique traversant un métal dissipe de I'énergie sous forme
de chaleur. Or, comme I’eau qui devient glace sous 0°C, les propriétés électriques de certains
métaux changent brusquement a basse température. Sous une température critique (7,)

propre a chacun, plusieurs deviennent supraconducteurs.

Deux propriétés caractérisent I’état supraconducteur. La premiere est I’absence de
toute résistivité électrique. Un courant circule dans un supraconducteur sans aucune perte
d’énergie. La deuxiéme, nommée effet Meissner, consiste en I’expulsion des champs magné-
tiques. Une démonstration spectaculaire de cette derniere est celle de la lévitation magné-

tique d’un supraconducteur. Ces propriétés ne se manifestent qu’a trés basse température.

La supraconductivité demeure inexpliquée jusqu’en janvier 1957, lorsque John Bardeen,
Leon Neil Cooper et Robert Schrieffer élaborent la théorie BCS [6, 7], maintenant nommée
en leur honneur. Ils recoivent le Prix Nobel de physique de 1972. La clé de I’énigme est
I'interaction entre les électrons et les vibrations du cristal, les phonons. Cette derniére
génere une forme effective d’attraction entre les électrons, menant a la formation de paires
d’électrons, nommées paires de Cooper, qui condensent en un état quantique cohérent. La
supraconductivité s’avére donc une des rares manifestations de la mécanique quantique a

I’échelle macroscopique.



Par la suite, on découvre cependant quelques supraconducteurs dont les propriétés ne
s’expliquent pas avec la théorie BCS . Ce sont les supraconducteurs non conventionnels. Les
premiers sont les supraconducteurs organiques, découverts en 1979, lorsque Denis Jérome
et Klaus Bechgaard synthétisent un composé maintenant connu comme sel de Bechgaard.
Ce dernier est supraconducteur sous une pression de 12 kBar avec une T, de 0.9 K [8, 9].
La plus haute T, confirmée pour un supraconducteur organique est maintenant de 38 K
pour le Cs3Cgp, un solide a base de fullerénes (Ceo, buckyballs) [10]. Vient ensuite la famille
des fermions lourds, qui présentent déja plusieurs propriétés inexpliquées longtemps avant
que Frank Steglich y découvre la supraconductivité, en 1979, dans le CeCuSi, a 0.5 K [11, 12].
La plus haute T, confirmée pour un fermion lourd est de 18.5 K pour le PuCoGas [13].
Beaucoup plus tard, en 2008, le groupe de Hideo Hosono découvre le LaFeAsO, premier
supraconducteur a base de Fer, avec une T, de 38 K [14]. La plus haute T, pour un supracon-
ducteur a base de fer est celle du FeSe qui attire particuliérement I’attention par sa structure
cristalline simple et parce que sa T, de 8 K pour un échantillon monocristallin [15] grimpe
2109 K en couche mince sur SrTiO;3 [16]. Et enfin, il y a la famille des cuprates, sur laquelle

se concentre ce chapitre.

1.2 Supraconducteurs a haute température critique

La famille de supraconducteurs non conventionnels la plus étudiée est de loin celle des
cuprates [17, 18]. En 1986, Johannes Georg Bednorz et Karl Alexander Miiller découvrent
le composé La,_,Ba,CuOQy, avec une T, de 35 K [19], leur valant immédiatement le prix
Nobel de physique de 1987. La méme année, ’équipe de Paul Chu découvre la T, de 93 K
du YBa,;Cu307_, (YBCO) [20], la premiére a dépasser la température de liquéfaction de
'azote, 77 K. On parle alors de supraconductivité a haute température : plus besoin d’hélium
liquide pour accéder a I’état supraconducteur. Les cuprates rassemblent aujourd hui une
cinquantaine de composés dont les températures critiques maximales varient entre 22 K (-
251°C) et 133 K (-140°C) [21], la plus élevée étant celle de HgBa,Ca,Cu3Og.x [22] qui détient
encore le record a pression ambiante et qui monte a 164 K sous une pression de 30 GPa [23].
La figure 1 illustre I'ampleur de la révolution que représentent les cuprates par rapport aux

supraconducteurs connus lors de leur découverte en 1986.

Les cuprates ne sont aujourd’hui plus les seuls supraconducteurs a haute température

critique. Certains supraconducteurs a base de fer sont dignes de 'appellation, notamment

1. Dans les supraconducteurs non-conventionels, bien que la supraconductivité soit décrite par la conden-
sation de paires de Cooper dans un état cohérent, ces paires ne se forment pas grice aux interactions électron-
phonon. De plus, la symétrie du gap supraconducteur (voir les sections 5 et 8.2) y est souvent différente de la
symétrie s de la théorie BCS
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Figure 1. La supraconductivité au cours du temps Avant la découverte du FeSe en
couche sur SrTiO; en 2014, et celle du H3S sous pression en 2015, les cuprates sont
les seuls supraconducteurs dont la T, est supérieure a la température de liquéfaction
de ’azote [18, 24].

le FeSe en couche sur SrTiO3; mentionné plus haut. En 2015, le H3S fait aussi une entrée
retentissante avec sa T, de 203 K [25, 26]. Le matériau nécessite une pression de 90 GPa
pour demeurer dans I’état solide, mais obtient tout de méme le record de la plus haute
T, jamais mesurée. Plus étonnant encore, la supraconductivité du H3S s’explique avec la
théorie BCS, il s’agit donc d’un supraconducteur conventionnel. Ashcroft avait d’ailleurs
anticipé la découverte en 1968 [27], annongant que I’hydrogéne solide, obtenu sous forte

pression, serait supraconducteur a haute température.

Enfin, malgré que leurs T, soient les plus hautes connues a pression ambiante, les cu-
prates trouvent relativement peu d’applications commerciales [28, 29]. Ils sont utilisés dans
quelques cébles et limiteurs de courant du systeme de distribution électrique américain [30],
pour des filtres micro-ondes du réseau de télécommunications [31], pour des magnétometres
ultrasensibles a effet Josephson (SQUID, superconducting quantum interference device) [32],
pour certains moteurs de navires, et pour des aimants a hauts champs pour la recherche scien-
tifique [33]. Les limitations des cuprates pour les applications viennent de deux problemes
principaux : (i) ils sont plus sensibles aux fluctuations thermiques que les supraconducteurs

conventionnels, ce qui cause de la dissipation de courants de vortex a haute température,



et (ii) leur propension au désordre et leur gap de type d (voir section 5) fait que les joints
de grains présents dans les poudres et les échantillons polycristallins nuisent fortement a
la robustesse de leur état supraconducteur. Cela rend le controle de qualité difficile et la
fabrication industrielle des cuprates cotiteuse, d’autant plus que ce sont des céramiques
fragiles peu malléables. Pour ces raisons, il demeure souvent plus économique de refroidir
un supraconducteur conventionnel a ’hélium liquide, par exemple le NbTi (T, = 9 K) et le
Nb;Sn (T, = 18 K), qui sont préférés notamment pour les aimants d’imagerie par résonance
magnétique, dans les accélérateurs de particules, et dans les prototypes de réacteurs a fusion

nucléaire [28].

Trois raisons motivent la recherche des mécanismes a I’origine de la supraconductivité
dans les cuprates. Premiérement, une théorie microscopique des cuprates améliorerait sans
doute notre compréhension d’autres matériaux exotiques, parmi lesquels se retrouvent
d’autres supraconducteurs non conventionnels. Deuxiémement, a I'instar de la théorie BCS,
elle permettrait possiblement de prédire quels nouveaux matériaux seraient supraconduc-
teurs a encore plus haute température. Et troisiémement, une théorie microscopique des
cuprates aiderait a mieux comprendre les limitations qui empéchent I’utilisation technolo-
gique des cuprates, permettant peut-étre de libérer le potentiel de ces matériaux hors du

commun.

1.3 Structure et interactions fortes

Les cuprates ont en commun une structure cristalline en plans atomiques illustrée a la
figure 2. Cette structure s’accompagne d’une conductivité perpendiculaire aux plans trés
réduite, indiquant le caractere fortement bidimensionnel de ces matériaux. La seule couche
commune a tous les cuprates est le plan de cuivre oxygene (CuO,). Depuis leur découverte,
on s’attend donc a ce qu un modeéle simple défini sur un réseau carré en deux dimensions

pour simuler le plan CuO; puisse expliquer la plupart de leurs propriétés.

La théorie la mieux établie pour décrire la conductivité électrique des solides, la théorie
des bandes, échoue de maniére spectaculaire pour décrire les cuprates. Cette derniére classe
les matériaux dans une de deux catégories : isolants ou conducteurs, selon la structure
et le remplissage des niveaux d’énergie accessibles aux électrons dans le cristal. Le profil
chimique des cuprates fait qu’au remplissage naturel des plans CuO,—a demi-rempli : un
électron par maille élémentaire dans la derniére bande occupée—ils devraient étre de bons

conducteurs. Ils sont toutefois isolants [17, 18].

Le caractere isolant des cuprates s’explique par la physique de Mott [35]. Dans un iso-
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Figure 2. Structure en couches atomiques des cuprates pour YBa, Cu;O;7_, (YBCO).
Il s’agit d’un cuprate bicouche, c’est-a-dire que chaque maille élémentaire du cristal
contient deux plans de cuivre oxygénes (CuQ;). Ces derniers sont séparés par une
couche d’Yttrium et les paires de plans sont séparées par des couches réservoirs, ou
se retrouvent les dopants (voir section 2). Certains autres cuprates [21] peuvent étre
synthétisés avec un nombre arbitraire de plans CuO; dans la maille élémentaire; dans
ce cas la T, maximale pour une méme composition se produit toujours pour trois
plans par maille élémentaire [34].

lant de Mott & demi-rempli, la forte répulsion de Coulomb entre les électrons empéche ces
derniers de se déplacer librement, entravant la conductivité électrique. Dans les cuprates, la
répulsion de Coulomb est effectivement forte en comparaison a Iénergie cinétique des élec-
trons. Cela s’explique, d’une part, par la taille relativement grande de la maille élémentaire
du cristal (parametre de maille d’environ 0.3 nm) qui limite I’énergie cinétique et, d’autre
part, par le caractere compact de I’orbitale 3d de I’atome de cuivre qui réduit la distance
moyenne entre électrons et augmente ainsi I’énergie potentielle. Il est donc nécessaire de
considérer les fortes interactions pour modéliser adéquatement les cuprates, comme discuté

en détail a la section 7.

2 Cuprates dopés aux trous

2.1 Diagramme de phases

On ne trouve pas de supraconductivité dans les composés cuprates purs. Pour obtenir la
phase supraconductrice, en plus d’abaisser la température, il faut altérer le remplissage
électronique naturel des plans CuO,, correspondant a un électron par atome de cuivre. Pour

ce faire, on ajoute des atomes dopants dans les plans réservoirs (voir figure 2), ce qui capture



300
L 200
B
<
B
[a®
5
= 100
0
0 0.1 0.2 03 0 0.1 0.2 0.3
dopage dopage

Figure 3. Diagrammes de phases expérimentaux de LSCO et YBCO adaptés des
données expérimentales compilées dans la référence [36] pour les températures
de transitions de l'antiferromagnétisme (AF), de la supraconductivité (SC), du
pseudogap (PG), de 'onde de densité de spin (SDW), et de ’onde de densité de
charge (CDW), en fonction du dopage en trou. Bien que les transitions supracon-
ductrice et antiferromagnétique soient bien établies, les positions exactes des autres
transitions et la nature des phases en question sont encore débattues.

ou libére des électrons, selon le cas. Le nombre d’électrons ainsi ajoutés ou retirés se nomme
«dopage en électrons» ou «dopage en trous», respectivement. Cette theése se concentre sur

les composés dopés aux trous.

La figure 3 présente deux exemples du diagramme de phases de cuprates dopés aux
trous. On y voit la température de transition de certaines phases électroniques en fonction
du dopage pour YBCO (mentionné plus haut) et La,_,SryCu, O (LSCO). Notamment, la
température critique T, forme un dome caractéristique qui se retrouve chez tous les cuprates.
On désigne par «dopage optimal» le dopage auquel la T, est maximale. Les dopages plus
faibles et plus élevés que le dopage optimal sont désignés par «sous-dopés» et «surdopés>»,

respectivement.

Les phases les plus importantes du diagramme de phases sont I’antiferromagnétisme
(AF) et la supraconductivité (SC). Leurs parameétres d’ ordre—parametres choisis pour
étre nuls en I’absence des phases associées, signalant donc leurs présences lorsqu’ils sont
non nuls—sont le gap supraconducteur A (sous certaines conditions ?) et 'aimantation

alternée, M, respectivement. Ces derniers sont définis a la section 8. Il y a aussi le pseudogap

2. Le gap n’est pas un parametre d’ordre suffisant en présence de fluctuations, car des fluctuations de
phase peuvent éliminer I’ordre supraconducteur sans fermer le gap. Dans le cas échéant, la rigidité superfluide
est le parameétre d’ordre de choix. Comme de telles fluctuations ne sont pas considérées dans cette thése, le gap
A tiendra le role du parameétre d’ordre.
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Figure 4. Gaps supraconducteurs mesurés par effet tunnel (a) Gap BCS dans la
conductivité différentielle (dI/d V') mesurée par effet tunnel dans le supraconducteur
conventionnel Nb. (b) et (c) Gap en «V» mesuré dans YBCO et BSCCO a dopage
optimal [39].

(PG), qui demeure suffisamment mystérieux pour ne pas étre officiellement reconnu comme
définissant une phase. Notamment, on ne reconnait encore aucun parametre d’ordre au

pseudogap. Les sections 2.3 et 9 s’y attardent plus particulierement.

Dans la région sous-dopée du diagramme de phase, on retrouve toujours une ou plu-
sieurs phases qui brisent la périodicité originale du cristal. Ces phases dépendent du matériau
considéré, étant parfois une onde de densité de spin (SDW, spin density wave), une onde de
densité de charge (CDW, charge density wave) ou un ordre en rayures (stripes), combinai-
son particuliere de CDW et SDW dans LSCO. Elles brisent typiquement I'invariance sous
translation avec une période de 3 a 5 fois plus grande que celle du plan CuO,. La section 3

en donne les détails et la section 10 les définitions mathématiques.

2.2 Supraconductivité de type d

Un des premiers triomphes de la théorie BCS est la prédiction quantitative d’une bande
d’énergie interdite (gap) qu'on nomme le gap supraconducteur A;. Un exemple de gap
BCS mesuré expérimentalement est illustré a la figure 4(a). La taille du gap correspond a
I’énergie nécessaire pour briser les paires de Cooper. Le gap est directement proportionnel
a la température critique selon un ratio prédit par la théorie BCS de 2A/kp T, = 3.53 [37].
L’importance de cette prédiction fait qu’une fois la présence de paires de Cooper établie

pour les cuprates [38], I'étude du gap supraconducteur devient une priorité.

Les expériences d’effet tunnel, en particulier la microscopie a balayage a effet tunnel
(STM, scanning tunneling microscopy) permettent de directement mesurer le gap [39]. Deux
exemples apparaissent a la figure 4, pour YBCO et Bi,Sr,CaCu,0Og, 5 (BSCCO), ce dernier

se prétant particuliérement bien aux expériences de STM parce qu’il se clive facilement.
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Figure 5. Facteur de forme de type d (a) Fonction cos k, — cos k, illustrée dans la
zone de Brillouin d’un réseau carré. (b) Graphique polaire de A(k) en fonction
de I’angle 0 = arctan(k,/k,) a |k| constant. (c) Expérience d’ARPES démontrant
Panisotropie de type d [43] (figure adaptée de [42]). L’encadré montre la position
dans la zone de Brillouin ot les gaps sont mesurés le long de la surface de Fermi et
permet d’identifier les deux angles 0 et ¢.

Comparé au gap des supraconducteurs conventionnels, celui des cuprates affiche une
forme en «V» tres exotique. Cette forme vient du fait que le gap est anisotrope, c’est-a-
dire qu’il varie en fonction de la direction du vecteur d’onde k des paires de Cooper. Plus
spécifiquement, le gap des cuprates change de signe lors d’une rotation d’un quart de tour.
Pour cette raison, on dit que le gap est de type d, référant la symétrie d,>_ > dela dépendance

en vecteur d’onde du gap. Avec le pas de réseau a = 1, cette derniére s’exprime :
A
A(k) = E(COS ky —cosky). (1)

Cette fonction est illustrée a la figure 5. C’est ce qu’on entend par un gap de type d. Pour
distinguer, on dit que le gap isotrope de la théorie BCS—simplement constant en k—est
de type s. L’appellation d ou s vient de ’analogie avec les différentes symétries d’orbitales

atomiques, s, p, d, f.

La symétrie d du gap des cuprates fut longtemps débattue. Les premieres expériences
probantes sont celles d’interférence dans les jonctions Josephson [40, 41]. Les expériences
de photoémission résolue en angle (ARPES, angle-resolved photoemission spectroscopy) [42]
illustrent particulierement bien I’anisotropie du gap de type d [43], comme illustré a la

figure 5(c), mais ne peuvent confirmer le changement de signe associé.

La propriété principale d’un gap de type d est qu’il se ferme dans quatre directions,
générant quatre points sur la surface de Fermi o1 il n’y a pas de gap. On nomme ces points
les «noeuds». De plus, vu I'importance de ces quatre points, la portion de I’espace des k

preés de ces noeuds est qualifiée de «nodale, et celle loin des noeuds d’«antinodale>.

Finalement, le ratio 2A;/kp T, dépasse beaucoup 3.53 dans les cuprates. D’une part,

cette valeur n’est valide que pour la supraconductivité de type s, mais d’autre part, méme
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en tenant compte de la symétrie d, le ratio mesuré, variant de 7 a 13 dans les cuprates a base
de mercure, par exemple, dépasse substantiellement les prédictions, entre 4 et 5 pour un gap

de type d dans la théorie BCS [44]. Bref, le gap est plus grand que ne le laisse prédire la T.

2.3 Pseudogap

Le terme «pseudogap>» est introduit par Mott [45] en 1968 pour désigner un minimum
dans la densité d’états de substances non cristallines. Lee, Rice et Anderson [46] 'utilisent
plus tard pour désigner un gap partiel dt aux fluctuations d’une transition de Peierls [47]

dans un cristal.

Dans I’étude des cuprates, «pseudogap» désigne plutdt une zone du diagramme de
phase. Le pseudogap est un phénomene électronique principalement caractérisé par une
perte de densité d’états au niveau de Fermi. En d’autres mots, le pseudogap s’accompagne
d’un gap partiel, similaire a un gap supraconducteur, mais en ’absence de supraconductivité.
Ce dernier persiste jusqu’a une température notée T™ ou le gap partiel disparait, bien au-
dessus de T.. Les expériences de résonance magnétique nucléaire, plus précisément les
mesures du déplacement de Knight (Knight shift) [48, 49], sont les premieres a indiquer
I'existence du pseudogap. Par la suite, d’innombrables observations lui sont attribuées. La
plupart s’estompent de maniere tellement progressive qu’elles empéchent d’interpréter T*
comme une transition de phase. Les références [50, 51, 52] sont trois parmi de nombreuses
revues de littérature sur le sujet. Comme il est impossible de tout couvrir, cette section ne

décrit que quelques propriétés importantes pour la suite.

Les expériences d’effet tunnel [39] permettent de mesurer directement le pseudogap
comme un gap incomplet, une dépression, dans la conductivité différentielle au-dessus de 7.
C’est sans doute la signature du pseudogap la plus évocatrice de son nom. Elle est illustrée a
la figure 6(a). Cette dépression est centrée au niveau de Fermi et est exactement de méme
largeur que le gap supraconducteur. De prime abord, le pseudogap semble donc étre un reste,
un stigmate, du gap supraconducteur. En effet, a T, le gap perd ses pics de cohérence effilés,
mais demeure ouvert, se remplissant progressivement pour ne disparaitre en douceur qu’a
T*. Pour certains matériaux, T™ atteint plus de 300 K, et le pseudogap persiste sans difficulté
au-dela la température ambiante. Un gap a 300 K sans supraconductivité : voila comment

rendre fous les chercheurs en quéte d’un supraconducteur a température ambiante !

Le pseudogap est aussi identifiable par ses arcs de Fermi, illustré a la figure 6(c). Ces arcs
existent parce que le pseudogap divise la zone de Brillouin, tel que révélé par les expériences

résolues en k, notamment I’ARPES [42], mais aussi par les résultats de STM en transformée
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Figure 6. Dichotomie nodale-antinodale en ARPES dans BSCCO (a) Le pseudogap
observé par effet tunnel dans un échantillon sous-dopé de BSCCO, laissant une
dépression dans la conductivité différentielle (dI/dV') au-dessus de T, = 83 K [39].
(b) Comparaison avec le cas du supraconducteur conventionnel NbTij, ou le gap
disparait a T, = 9 K [39]. (c) Arcs de Fermi mesurés par ARPES dans un échantillon
sous-dopé de BSCCO avec T, = 67 K. L’échelle de couleur en bleu (minimum), brun
et blanc (maximum) indique la densité spectrale [53]. (d) Déviation par rapport au
facteur de forme de type d en fonction du dopage, ot I’angle ¢ est celui défini a la
figure 5 [54]. Le dopage étant difficile a évaluer, on n’indique que si I’échantillon est
surdopé (OD, overdoped) ou sous-dopé (UD, underdoped) avec sa T,. (e) Schéma
de la dichotomie nodale-antinodale mesurée en ARPES [55]. (f) Pourcentages de la
surface de Fermi occupé par I’arc en fonction de la température normalisée T/T*
pour cinq échantillons sous-dopés de BSCCO [56].

de Fourier [57, 58, 59]. Au dessus de T, le gap supraconducteur se ferme prés des noeuds,
dans la portion nodale de la zone de Brillouin, mais demeure toutefois ouvert loin du noeud,
dans la portion antinodale. La surface de Fermi est ainsi partiellement gappée, formant des

arcs : ce sont les arcs de Fermi [60, 61].

Les résultats d’ARPES illustrés aux figures 6(e) et (f) permettent de comprendre les
arcs de Fermi comme le résultat de deux gaps distincts : le gap nodal et le gap antinodal.

En augmentant la température, les arcs de Fermi s’étendent progressivement en partant
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du noeud [61, 53], jusqu’a occuper 70% de la surface de Fermi originale; c’est le gap nodal
qui se ferme. Le 30% restant aux antinoeuds demeure gappé jusqu’'a T [56, 62]; C’est
le gap antinodal qui persiste. Le gap antinodal est donc associé a T* et au pseudogap.
La dépendance en dopage des résultats d’ARPES montre d’ailleurs que le gap antinodal
augmente en diminuant le dopage, comme T*. La figure 6(d) montre que, sous T, dans les
échantillons sous-dopés, le gap antinodal excede le facteur de forme cos ky — cosk,. Les

arcs sont donc plus courts a faible dopage.

Enfin, la dépendance en dopage des résultats STM illustrés a la figure 7 suggere un
caractére fortement inhomogene pour le pseudogap [58]. Les échantillons sous-dopés
présentent une grande variation spatiale dans la taille et la forme du gap. La figure 7(f) le
démontre pour BSCCO, avec un gap dont la taille double en seulement 5 nm de Iéchantillon,
soit une dizaine de mailles élémentaires. La méme diversité est présente dans tous les
échantillons sous-dopés, mais I’abondance relative des différentes tailles de gap change
avec le dopage : le gap moyen s’agrandit a faible dopage [59]. Les gaps d’une méme taille
sont toutefois indiscernables d’un dopage a ’autre et ils s’apparentent beaucoup au gap
moyen de la méme taille, obtenu pour un seul dopage (comparer les figures 7(e), (f) et (g)).
Cette correspondance entre les gaps locaux et le gap moyen d’un dopage donné est parfois
interprétée comme une indication que le dopage n’est pas uniforme dans I’échantillon [63].
Le gap le plus grand est généralement reconnu comme la signature du pseudogap puisqu’il

domine les échantillons de faibles dopages.

En résumé, le pseudogap s’accompagne d’un gap partiel persistant au-dessus de T,
jusqu’a T*. Il est accompagné d’arcs de Fermi qui s’allongent avec la température, mais
laissent la portion antinodale de la zone de Brillouin gappée. Dans la densité d’états locale,
la valeur du gap est trés inhomogene, laissant croire que le dopage n’est pas distribué

uniformément dans le régime pseudogap, dont la signature semble étre un gap agrandi.

3 Ondes de densité dans les cuprates

3.1 Ondes de densité de charge

L’ordre en rayures (stripes) est le premier ordre découvert brisant la périodicité du cristal
dans les cuprates [65]. Les premiéres expériences démontrant I’existence d’un ordre en
rayures sont celles de diffraction des neutrons dans LSCO [66, 67]. Elles dévoilent une onde
de densité de charge (CDW, charge density wave) de période 4a superposée a une onde de
densité de spin (SDW spin density wave) de période 8a. Parmi les cuprates, cet ordre est

exclusivement observé dans les composés a base de Lanthane, tel le LSCO [68].
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Figure 7. Inhomogénéité du pseudogap en STM dans BSCCO (a) a (d) cartes de la
taille du gap (de 20 meV en rouge a 70 meV en noir) mesurée en fonction de la position
dans quatre échantillons a dopages p différents. (e¢) Gaps moyens pour I’ensemble
des pixels de méme couleur venant des cartes précédentes. [58] (f) Variation du gap
suivant une ligne droite de 5 nm [64] (g) Gaps moyens a différents dopages [59];
similaires a ceux observés en se déplagant dans I’échantillon.

Dans les autres cuprates, 'ordre brisant la périodicité est une onde de densité de
charge. En 2002, les premiéres observations de cette derniére sont obtenues par STM dans
BSCCO a dopage optimal en champ magnétique [69]. L’onde de densité est mesurée preés
des coeurs de vortex, et présente un patron en damier (voir figure 10 de la section 4.1). Ce
dernier est ensuite observé sans champ magnétique dans les échantillons sous-dopés [70].
Ce sont toutefois les expériences de rayons X dans YBCO, montrant que ’onde de densité
n’est pas un effet de surface, qui éliminent les doutes de la communauté en 2012 [71]. L’ordre
de charge est alors reconnu comme une composante universelle du diagramme de phase

des cuprates, en compétition avec la supraconductivité.

Les expériences de STM et de rayons X s’accordent désormais sur les subtilités de la
forme que prend ’onde de densité de charge. Il s’agit d’une onde de densité (i) unidirec-
tionnelle [73, 75] avec (ii) un facteur de forme d [72, 74] que ’on dénote donc comme
I'ordre dFE-DW (d-form factor density wave). Sa définition mathématique est donnée a la
section 10.3. Les caractéristiques de I’ordre dFF-DW sont établies par les résultats expé-

rimentaux de la figure 8. Premierement, I’ordre apparait en domaines ou ’oscillation de



Figure 8. Facteurs de forme et domaines de cohérence de’onde de densité (a) Carte
STM de 'asymétrie électron-trou, Z(r, V) = ( d) Jv=vo/( 4o )v=_v,> & basse tem-

dv v
pérature. L’encadré montre la carte D(q) composée en masquant certains atomes

de la carte Z(r, Vp), permettant ainsi de prendre la différence des transformée de
Fourier pour les atomes d’oxygéne en x et en y et d’en garder la partie réelle. Le
résultat dans la premiére zone de Brillouin (losange pointillé rouge) révéle alors la
position des vecteurs d’onde Q, et Q, de’onde de densité. Le fait que ces derniers
n’apparaissent pas dans la deuxiéme zone Brillouin (a ’extérieur du losange) révele le
facteur de forme d intra-maille élémentaire [72, 73]. (b) Sur la méme carte Z(r, V),
masque de couleur calculé pour indiquer la direction Q, ou Q, dominante de I'onde
de densité en fonction de la position, révélant ainsi le caractére unidirectionnel de
Pordre [73]. (c) Agrandissement d’une période de ’onde de densité en x, accompagné
d’un schéma des oxygenes colorés selon leur surplus ou leur déficit de charge. (d) Pic
de diffraction des rayons X en fonction de I’angle azimutal « dans plan CuO, pour
les deux polarisations du faisceau incident. L’amplitude des pics révéle le facteur de
forme d [74]. (e) Largeur a mi-hauteur du pic de diffraction pour Q, en rouge et Q,
en bleu, en fonction de angle azimutal, dont I'interprétation est : (f) les domaines
de cohérence sont plus longs dans la direction de I’oscillation.
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charge domine en x ou en y, révélant son caractére unidirectionnel. Ces domaines peuvent
se chevaucher, formant alors une onde bidirectionnelle correspondant a I’ordre en damier
observé a I’origine dans les vortex [69, 76]. L’ordre est a tres courte portée : la longueur
de cohérence des domaines couvre de 2 a 3 périodes de ’onde de densité, c’est-a-dire
une dizaine de mailles élémentaires dans le plan, et ils sont allongés dans la direction de
loscillation [75]. En champ magnétique, toutefois, le volume de cohérence augmente de
deux a trois ordres de grandeur, si bien que les domaines de corrélation de ’onde unidi-
rectionnelle deviennent tridimensionnels [77]. Deuxi¢emement, I’accumulation de charge
occupe non les cuivres (Cu), mais les oxygenes (O) du plan CuO,, et oscille en antiphase
sur I'oxygene en x (Oy) eten y (O,). C’est ce que dénote le facteur de forme d : a I'intérieur
d’une maille élémentaire, lorsqu’un surplus de charge se retrouve sur Oy, un déficit se
retrouve sur O, et vice-versa. Cela cause une brisure de 'invariance sous rotation Cy4, aussi

nommée nématicité intra-maille élémentaire (intra-unit-cell nematicity).

Le vecteur d’onde Q de I'ordre dFF-DW dépend du dopage [65]. Le dopage p = 0.12
est toujours celui auquel I'amplitude des ondes de densité est maximale. YBCO y présente
un vecteur d’onde de Q = 27 x 0.32 ce qui est trés prés de 3 mailles élémentaires par
période, et BSCCO vy présente un vecteur d’onde de Q = 27 x 0.25, soit exactement 4
mailles élémentaires par période. En changeant le dopage, I’ordre devient incommensurable,
comme le montre la figure 9. La dépendance en dopage du vecteur d’onde varie aussi d’'un
composé a I’autre; la distinction est notable pour les composés YBCO (Y), LSCO (La) et
BSCCO (Bi), visibles a la figure 9. Une étude récente des données dans BSCCO suggere
toutefois que la courte longueur de cohérence fausserait la mesure du vecteur d’onde et que

ce dernier serait en fait toujours commensurable [78].

Enfin, il est important de noter que la condition d’emboitement (au sens de nesting)
fut écartée par des expériences d’ARPES et de rayons X sur un méme échantillon [79]. La
condition d’emboitement est normalement I’explication la plus simple pour une onde de
densité. Elle est atteinte lorsque le vecteur Q s’emboite parfaitement entre des portions
plates de la surface de Fermi. Le systéme est alors plus susceptible de s’ordonner selon
cette périodicité. La condition d’emboitement n’est toutefois pas remplie dans les cuprates,
ou le vecteur d’onde semble plutot s’emboiter dans les extrémités de ’arc de Fermi du
pseudogap [79], comme illustré aux figures 9(b) et (c). Cela suggere donc que le pseudogap
est primordial, et I'ordre de charge en est une instabilité secondaire. Cependant, comme
montré a la figure 6, la taille des arcs de Fermi change avec la température [53, 56], alors que le
vecteur d’onde est constant en température [80]. L’emboitement parfait dans I’extrémité de
I’arc n’est donc atteint que pour une température bien précise. Bref, méme pour I'extrémité

des arcs de Fermi, la condition d’emboitement n’est pas suffisante. Il semble nécessaire de
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Figure 9. Vecteurs d’onde mesurés par rayons X et STM (a) Compilation des vec-
teurs d’onde mesurés par diffraction des rayons X ou de neutrons (marqueurs pleins)
et par STM (marqueurs vides), figure adaptée de la référence [65]. (b) Surface de
Fermi simulée au dopage p = 0.12 montrant qu’aucun vecteur d’onde mesuré ne
s’y emboite. (c) Surface de Fermi reconstruite par un pseudogap simulé, ajusté aux
données d’ARPES montrées dans le coin inférieur bas, offrant un bon emboitement
du vecteur d’onde mesuré par rayons X dans le méme échantillon. Figures adaptées
de la référence [79].

tenir compte des interactions fortes explicitement (section 7), ou de suggérer un nouveau
type d’emboitement, faisant intervenir plusieurs vecteurs d’onde Q(k), comme dans les

travaux récents de Patrick Lee et de Catherine Pépin [81, 82].

3.2 Ondes de densité de paires

En plus des hypotheses d’ondes de densité de charge, d’ondes de densité de spin [83] et de
flux magnétiques alternés (staggered flux) [84, 85], plusieurs hypothéses indiquent qu’une
onde de densité de paires (PDW, pair density wave) pourrait aussi expliquer ’ordre en
damier initialement observé en STM [86, 87] et méme constituer une hypothese pour le
pseudogap [88, 89, 81]. La section 10 définit mathématiquement I’onde de densité de paires;
il s’agit d’une oscillation spatiale de la densité de paires de Cooper. Notamment, les travaux
d’Agterberg et Garaud [90] suggerent que dans une compétition entre supraconductivité et
onde de densité de paires, un vortex favoriserait cette derniére et donnerait naissance a une
modulation de charge comme celle des expériences. Il fut aussi souligné que certains résultats
d’ARPES s’accordent mieux avec un scénario d’onde de densité de paires pour le pseudogap,
qu’un scénario d’onde de densité de charge [81, 91] et plusieurs modeles théoriques pour
cuprates sont souvent susceptibles a de tels ordres de paires [92, 93, 91, 94, 95]. Au moment

ou ces hypotheses sont formulées, elles n’ont toutefois aucun support expérimental.
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En 2016, les premiers résultats expérimentaux indiquant I’existence d’une onde de
densité de paires dans les cuprates sont publiés [96]. Les auteurs écrasent la pointe d’un
STM dans un échantillon sous-dopé de BSCCO de sorte qu'un éclat de I’échantillon y
reste collé, et cette derniére devient donc une pointe supraconductrice de type d. On
parle alors de microscopie a balayage a effet tunnel Josephson (SJTM, scanned Josephson
tunneling microscopy). Les mémes techniques d’analyse par transformée de Fourier ayant
servi a caractériser ’ordre dFF-DW indiquent alors une onde du courant Josephson, qui est
interprété comme étant une onde de densité de paires a facteur de forme s’ (s'PDW) de trés
faible amplitude. L’oscillation correspond a environ 5% du courant Josephson homogene.
C’est un résultat cohérent avec une analyse Ginzburg-Landau de la coexistence entre I’ordre
dFF-DW et la supraconductivité de type d [96, 97]. Le champ moyen correspondant est

présenté a la section 10.4.

4 Cuprates en champ magnétique

4.1 Sous-structures du gap supraconducteur

Avant de découvrir 'ordre de charge en 2002 [69], la recherche en STM se concentre surtout
sur 'étude des coeurs de vortex en champ magnétique. On y observe une anomalie trés
particuliere : des sous-structures dans le gap supraconducteur (SGS, subgap structures) [39].
Ces dernieres consistent en deux pics a I'intérieur du gap, généralement entre +5 meV et
+10 meV de part et d’autre du niveau de Fermi. Un exemple de telles sous-structures est
encerclé dans la figure 10. Elles sont observées dans YBCO [98] et BSCCO [99, 100] & dopage
optimal, en champ magnétique, pres des vortex seulement. L’ordre de charge est découvert

plus tard exactement aux positions de ces sous-structures.

La correspondance spatiale entre les sous-structures et I’ordre de charge suggere forte-
ment un lien entre les deux [101]. Apres les études en champ magnétique, les sous-structures
sont observées a champ magnétique nul, tout comme I’ordre de charge, dans les échantillons
sous-dopés de BSCCO [58, 70, 73] (visible a la figure 7(f)). Bref, le champ magnétique n’est
pas la clé de leur explication. Les mémes observations sont refaites en 2016 dans YBCO [102],

ravivant I'intérét pour la question.

Les plus récentes études de coeurs de vortex offrent une grande résolution spatiale du
comportement de ces sous-structures [103, 76]. La figure 10 montre les déformations du
gap occasionnées par un vortex dans un champ magnétique de 11 T. On y voit diverses
déformations, dont les mystérieuses sous-structures. Notamment, le gap au coeur du vortex

s’apparente aux gaps observés a champ nul a dopage plus faible (figure 7) et associés au
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pseudogap plus tot. Une interprétation simple est donc que le vortex, en supprimant la supra-
conductivité, révele le spectre du pseudogap sous-jacent. Aussi, vu la grande inhomogénéité
des cuprates, les vortex auraient tendance a s’ancrer aux positions ot la supraconductivité

est déja faible : les positions dominées par le pseudogap.

Wik
g(r,E=10meV,B=11T)
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Figure 10. Sous-structures du gap dans les vortex en STM dans BSCCO. Figure
adaptée du matériel supplémentaire de la référence [76]. (a) carte de conductivité
différentielle 4 10 meV, soit I’énergie de la sous-structure. Les oscillations de ’ordre de
charge sont alors bien visibles, et révélent la position des vortex. (b) Agrandissement
d’un vortex indiquant les trajectoires présentées aux figures suivantes. (c) a (f) Pour
chacune des trajectoires, conductivités différentielles mesurées a chaque position, en
bleu sans champ magnétique et en rouge sous un champ de 11 T. Les sous-structures
sont encerclées en (e).
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4.2 Nombre de Hall

Le dernier résultat expérimental important pour cette theése est le changement rapide du
nombre de Hall au dopage p* ou se termine le pseudogap [104]. L’effet Hall vient du
mouvement circulaire des électrons soumis a un champ magnétique qui génere un courant
perpendiculaire a une différence de potentiel. Dans I’approximation d’un gaz d’électrons
libres, la résistivité associée a ce courant transverse, nommeée résistivité de Hall, est donnée
par pyx = Ry B, ol B est le champ magnétique. Le coefficient de Hall Ry, lui, est donnée par
—1/ne, ot e est la charge de I’électron et n est la concentration d’électrons dans I’échantillon.
L’inverse de Ry peut donc s’interpréter comme un nombre de particules par unité de
volume : le nombre de Hall, ny = —1/eRp. Il se peut que cette approximation soit invalide
dans les cuprates a cause des fortes corrélations. Néanmoins, il est tres instructif d’interpréter
le changement brusque de np observé expérimentalement comme une chute du nombre
de particules (voir chapitre IV). Enfin, ce changement rapide de ny fut aussi mesuré dans
Laj 6-xNd 4SryCuOy4 (Nd-LSCO) et, dans ce cas, 'interprétation d’'un changement du

nombre de porteurs est compatible avec des mesures de résistivité longitudinale [105].

La figure 11 illustre I'augmentation rapide de ny mesurée dans les deux composés [104,
105]. Le nombre de Hall y passe brusquement d’une dépendance en p a faible dopage a une
dépendance en 1+ p au dopage p* ou le pseudogap disparait. Au-dela de p*, la dépendance
en 1+ p est précisément celle attendue pour la surface de Fermi mesurée dans les cuprates.
La dépendance en p dans le pseudogap est au contraire surprenante, car elle correspond a

celle qu’aurait le systéme si la zone de Brillouin était réduite de moitié.

11 faut noter que ce qui précéde s’applique au nombre de Hall extrapolé a température
nulle, T' — 0, soit a I’état fondamental correspondant au pseudogap. Comme on ne peut
mesurer I’effet Hall dans un supraconducteur, une telle mesure a basse température doit étre
faite a champ magnétique élevé. Un champ magnétique élevé supprime la supraconductivité,
laissant voir ce qui se passe dans I’état sous-jacent. Que cet état sous-jacent ne soit pas
lui-méme affecté par le champ magnétique est encore débattu. Dans les matériaux sous-
dopés, I’état sous-jacent a la supraconductivité est I'ordre de charge dFF-DW. Un champ
magnétique intense fait croitre la longueur de corrélation de cet ordre de charge [77,106, 107].
Or, comme ce dernier est en compétition avec la supraconductivité, il n’est pas surprenant
que supprimer la supraconductivité renforce I’ordre de charge. Aux dopages a proximité de
p*, toutefois, I’état sous-jacent est le pseudogap, sur lequel I'effet du champ magnétique n’est
pas aussi clair. Le paramétre d’ordre du pseudogap, s’il existe ®, est encore inconnu, et il est

impossible d’en mesurer une longueur de corrélation comme pour I’onde de charge. En outre,

3. Sile pseudogap est séparé du métal par une transition de premier ordre qui se termine en un point
critique, comme suggéré par Sordi et al. [108], un parameétre d’ordre n’est pas nécessaire
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Figure 11. Augmentation rapide du nombre de Hall dans YBCO et Nd-LSCO Résul-
tats expérimentaux adaptés des références [104, 105], montrant le nombre de Hall
extrapolé a basse température en fonction du dopage pour (a) YBCO et (b) Nd-LSCO.
Dans le cas de Nd-LSCO, on montre aussi les résultats de Pinterprétation de la ré-
sistivité p qui présentent la méme chute apparente du nombre de porteurs dans le
pseudogap.

un champ magnétique élevé laisse la température de transition T* du pseudogap inchanggée,
et pour cette raison on suppose souvent qu’il donne accés au pseudogap sans ’altérer.
Dans ces conditions, le changement brusque de ny en entrant dans I’état fondamental

correspondant au pseudogap renforce I’hypothese qu’il s’agit bien d’une phase électronique.

Le changement rapide du nombre de Hall a regu beaucoup d’attention de la part des
théoriciens, en particulier suite au succes des travaux de Storey [109]. Ce dernier utilise
deux modeles : la théorie phénoménologique Yang-Rice-Zhang (théorie YRZ) et un modele
phénoménologique de champ moyen antiferromagnétique (modeéle AF) qui reproduisent
parfaitement les résultats expérimentaux. Par la suite, Eberlein [110], utilise un modéle
phénoménologique tres similaire basé sur une onde de densité de spin incommensurable
spirale, aussi appelée antiferromagnétisme spiral (modeéle sAF) et reproduit aussi les résultats
expérimentaux. Plusieurs autres modeéles sont ensuite utilisés pour étudier la question : une
théorie FL* SU(2) [111], un modeéle de transition nématique [112], la théorie des fluctuations

SU(2) [113], et un modele phénoménologique d’onde de densité de charge [114].
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5 Questions étudiées dans cette thése

Ayant établi le contexte dans lequel s’inscrit cette these, voici quatre questions auxquelles

nous tenterons de répondre :

Est-ce que les ondes de densité de charge observées expérimentalement (dFF-DW) peu-
vent causer le pseudogap dans la densité d’états? La réponse courte est : non, car sans
emboitement, les gaps d’onde de densité ne sont pas contraints a rester au niveau de Fermi.

Une bonne partie du chapitre I1I est dédiée a cette question avec les résultats a la section 11.

Est-ce que les ordres dFF-DW ou s'PDW peuvent expliquer les sous-structures du gap
supraconducteur observées en STM? La réponse courte est : oui, en particulier 'ordre

s"PDW. Le reste du chapitre II1 porte sur cette question avec les résultats a la section 12.

Est-ce qu’une onde de densité de spin incommensurable colinéaire peut expliquer I’aug-
mentation rapide du nombre de Hall aussi bien que les modeéles AF, sAF et YRZ? La
réponse courte est : non, car la zone de Brillouin n’y est pas réduite de moitié comme dans
les modeles de Storey et d’Eberlein. Une petite partie du chapitre IV est consacrée a cette

question avec les résultats a la section 17

Quelles sont les prédictions des modéles AF, sAF et YRZ pour I’effet Seebeck et la chaleur
spécifique ? La question est posée considérant qu’ils prédisent correctement I’augmentation
rapide du nombre de Hall avec 'augmentation du dopage. La réponse courte est : une
augmentation rapide de la chaleur spécifique et une chute du coefficient Seebeck, mais pas
exactement au dopage p*. Le chapitre IV est essentiellement consacré a cette question, avec

les résultats a la section 18.



CHAPITRE II

NOTIONS FONDAMENTALES

Le role de ce chapitre est d’établir le point de départ de tous nos modeles ainsi que le cadre
dans lequel seront interprétés les résultats de la thése. On y donne certaines notions de
base : la théorie de Bloch, les parameétres de bandes pour cuprates, ainsi que les champs
moyens antiferromagnétique et supraconducteur. L’utilisation de I’approche champ-moyen
phénoménologique, utilisée dans la suite, y est justifiée. A la fin du chapitre, certaines
hypotheses pour le pseudogap sont classées en deux catégories : celle d’un pseudogap fixé
au niveau de Fermi et symétrique particule-trou (type SC) et celle d'un pseudogap non
fixé et asymétrique (type AF). Ces deux catégories seront mises en opposition a plusieurs

reprises pour analyser les résultats des chapitres suivants.

6 Théorie des bandes de Bloch

6.1 Electrons dans un potentiel périodique cristallin

La théorie de Bloch a une importance double pour cette these. Premiérement, il s’agit du
point de départ de chaque modéle étudié. Deuxiémement, dans les approximations de
type champ-moyen considérées, les ondes de densité étudiées au chapitre III jouent le role
d’un potentiel externe analogue a un potentiel cristallin. Plusieurs résultats du chapitre III

recoupent donc ceux de la théorie de Bloch.

La théorie de Bloch part de I’équation de Schrodinger indépendante du temps :

P2
(—2— . v) v) = lv). )
m

La solution recherchée consiste en I’état propre |y/) et € est I’énergie associée. m est la masse
d’un électron, P est I’opérateur quantité de mouvement, et V est I’opérateur de potentiel.

Seuls les potentiels périodiques cristallins sont considérés, c’est-a-dire V(x +r) = V(x)

24



25

pour tout vecteur de translation r d’un réseau de Bravais [115]. Dans la représentation des

ondes planes |q), le potentiel a donc des composantes de Fourier Vg discrétes :
1 .
(@ V]q') = > Vadq-q-c avec: Vg=— f d?x e 16XV (x), 3)
G v Jo

ou v désigne le volume d’une maille élémentaire. Les vecteurs G, définis de sorte que
G - r = 27, constituent le réseau réciproque. Avec cette expression pour le potentiel,
I’équation (2) peut s’écrire comme un produit matriciel, dans lequel les indices matriciels
sont les vecteurs G [115, 116] :

2

G/

h(k + G)?2
( 2m

dg.q + VG_G,)(k +G'|y) = e(k + Gly), (4)

[HEIOCh]G,G’

ou [AN ] ¢ = (k + G (—% + V) |k + G’), avec h la constante de Planck réduite et k
restreint a la zone de Brillouin. Cette forme permet d’identifier la matrice ﬁElOCh dont les
valeurs propres sont les bandes de Bloch €, (k), solutions a I’équation de Schrodinger. Le
nombre de bandes est infini, comme la dimension de la matrice, car il y a une infinité de
vecteurs G. Les états propres |y,), eux, sont entiérement déterminés par les coefficients
(k + Gly,), c’est-a-dire les composantes des vecteurs propres de la matrice. Le fait que plus
d’un de ces coefficients soit non nul montre que I’état de Bloch |y, ) est une superposition

de plusieurs quantités de mouvement (discuté en détail a I’annexe A.1).

Prenons un exemple simple. En une dimension, les vecteurs du réseau réciproque sont

les multiples du vecteur G le plus court. Avec A = 1, ’hamiltonien est donc :

W Ve Vi
Vo % Ve Vi
gRocho |y Ve % Vo Vg o | (5)
Vie Vg % Ve
Vi Ve W

Les résultats de la théorie de Bloch présentés plus loin viennent du bloc 5 x 5 visible,

diagonalisé numériquement pour avoir une approximation du cas infini.
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6.2 Approximation des liaisons fortes en seconde quantification

Considérons maintenant une bande de Bloch isolée, c’est-a-dire €, (k) pour # fixé. Les états
propres |y, ) associés a cette bande peuvent étre représentés en seconde quantification
par les opérateurs de création clt , et d’annihilation ¢, définis pour créer et détruire,

respectivement, un état de Bloch de spin o et de vecteur d’onde k :
¢ 10) = [Wao) avec n fixé (6)
k,o = |¥nk,o

Ces opérateurs obéissent aux relations d’anticommutation :

{Clt’o.) Ck',o’} = 81(,1(,60)0'” {Ck,a’ Ck’,G’} = 0. (7)

Leurs transformées de Fourier définissent c] , et c, ,, permettant de passer de la représenta-

tion des k a la représentation des r ou vice-versa :

ko (8)

1
cm:\/ﬁzk:e

_ik.rcr,a- (9)

1
o = e
VN ¥
Ces derniéres viennent avec les expressions du delta de Kronecker suivantes :

1 i(k-k')-r 1 ik-(r—r
N;eﬁkk) = S N%e“ ) = 8. (10)

Le vecteur k est restreint a la premiére zone de Brillouin et N est le nombre de mailles

élémentaires dans le cristal de volume V' = Nv. Enfin, les équations (6) et (8) montrent que

cf

I o Crée un état de Wannier :

+

r,o

1 —ik-r
\/ﬁ Z € k |v/nk,0> = |Wnr,a> (11)
k

L’annexe A.1 donne plus de détails sur les représentations r et k.

0) =

Pour revenir a la bande isolée, exprimons celle-ci & = €, (k) — y, c’est-a-dire relative-

ment au potentiel chimique . La bande s’écrit alors comme ’hamiltonien effectif suivant :

Hy = Z tac:+a,ocr,0 U Z CI,aCr,a (12)
r,o

r,a,0

= Z fkclt’ack,o avec: & = Z taek® - W (13)
k,o a
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La premiére ligne (12) est ’expression du hamiltonien dans I’espace des r : une somme des
sauts partant des sites r du réseau a leurs voisins a et d’amplitudes t,. Le terme pour +a
étant le conjugué hermitien du terme pour —a, il faut inclure tous les voisins pour que Hy
soit hermitien. La deuxiéme ligne (13) est I'expression dans I’espace réciproque; la somme
des énergies &y de tous les états k de la zone de Brillouin. On voit, a droite, que les t, sont
les coeflicients de Fourier de la dispersion . Pour passer d’une forme a I’autre il suffit de

substituer les transformées de Fourier (8) ou (9) et d’utiliser les deltas de Kronecker (10).

L’approximation des liaisons fortes consiste a n’inclure que les sauts aux voisins a les
plus proches. Par exemple, prenons un réseau carré en 2 dimensions, au parametre de
maille a =1 de sorte que les vecteurs unitaires X et y correspondent aux vecteurs de base

du réseau. Il est alors commun d’écrire t.4 = t.y = —t pour les sauts aux premiers voisins,

ti(x+y) = Le(i—y) = —t' pour les sauts aux seconds voisins, et ainsi de suite pour ¢”, ", etc.
On obtient ainsi la dispersion :
&k = —p — 2t(cos(ky) + cos(k,))
-2t (cos(ky + ky) + cos(kx — ky))
- 2t"(cos(2ky) + cos(2ky)) +... (14)

6.3 Parametres de bande pour les cuprates

Dans I’hypothése ot les propriétés des cuprates découlent principalement des plans CuO,,
la dispersion (14) est une approximation qui a beaucoup de succes [117]. Elle décrit bien le
systeme loin du demi-remplissage, la ot I’effet des interactions est diminué. Le tableau 1

donne les valeurs utilisées dans cette thése pour t/, t”, etc. avec les références associées.

Tableau 1. Parameétres de bande utilisés dans cette thése.

Liechtenstein ' Kancharla ? Allais Eberlein Storey Schabel

1996 [118,119,120] 2008 [120] 2014 [121] 2016 [110] 2016 [109] 1998 [122]
'/t -0.3 -0.17 -0.33 -0.35 -0.2 -0.51
[t 0.2 0.05 0.03 - 0.13 0.07
" [t - - - - - 0.05
" [t - - - - - -0.06

0. Les paramétres (¢',t”) = (-0.3,0.2) sont notamment utilisés dans la théorie Yang-Rice Zhang
(YRZ) [119], présentée a la section 14.4, dans laquelle ils sont accompagnés des facteurs de Gutzwiller qui
modifient les paramétres de bande avec le dopage pour simuler effet des interactions.

1. Les véritables paramétres de Kancharla (¢', t”) = (-0.17,0.08) sont ici modifiés pour que la singularité
de van Hove soit a p=0.23.

2. Les parameétres de Schabel ne sont que pour une des deux bandes de la bicouche de YBCO.
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En pratique, il y a deux approches pour obtenir les valeurs des parametres de bande.
Elles sont discutées en détail dans la référence [123]. La premiére est I’approche ab initio.
Une méthode théorique, par exemple la théorie de fonctionnelle de densité (density func-
tional theory, DFT), est utilisée pour calculer les bandes complétes a partir de la structure
atomique du composé, et on peut alors ajuster les parametres de I’équation (14) aux bandes
obtenues. En général, procéder ainsi ignore en grande partie les effets des interactions
fortes, qui peuvent donc étre ajoutés par la suite. Les paramétres de Liechtenstein [118]
et Kancharla [120] sont obtenus de cette facon, provenant des études DFT données aux
références [124, 125]. La deuxiéme est I’approche phénoménologique. Il s’agit d’ajuster les
parametres de I’équation (14) aux données expérimentales, habituellement celles d’ARPES.
Procéder ainsi tient alors compte de tous les effets d’interactions fortes présents dans les
matériaux, mais de maniére incontrolée. Les parametres de Schabel [122] sont obtenus ainsi

pour YBCO. Les références [117, 126, 127] procurent d’autres exemples.

Pour les cuprates surdopés, les résultats de ces deux approches sont trés semblables. La
seule différence notable est que la largeur de bande, donnée par 8t, est plus grande dans
I'approche ab initio que dans I"approche phénoménologique. La valeur de ¢ est typiquement
située entre 300 meV et 500 meV dans les résultats DFT (ab initio), alors qu’elle est plutot
entre 100 meV et 300 meV dans les résultats d’ARPES (phénoménologique). Cela indique

qu’a fort dopage, le principal effet des interactions fortes est d’aplatir la bande.

Puisque les résultats sont semblables et bien établis dans les deux approches, il est
commun dans la littérature de voir des parameétres choisis arbitrairement pour ressem-
bler a ceux qui seraient obtenus rigoureusement. C’est le cas des parametres d’Allais et
d’Eberlein [121, 110]. L’important est que leurs surfaces de Fermi ressemblent a celles obte-
nues de parametres rigoureux dans I'intervalle 0 < p < 0.3, comme illustré a la figure 12.
Une étude récente [128] réduit d’ailleurs les paramétres de bande t' et t” a seulement
quelques classes d’équivalence, ce qui permet de grouper les différentes familles de cuprates.

Notamment, dans cette classification, LSCO se retrouve dans une classe a part.

Enfin, pour les paramétres de bande (¢, t') = (-0.17,0.05), on s’intéressera particuliére-
ment 2 la singularité de van Hove. A la figure 12(b), on voit qu’entre les dopages p = 0.2 (en
vert) et p = 0.3 (en bleu), la surface de Fermi passe d’une forme circulaire centrée a (77, ) a
une forme en diamant centrée a (0, 0). Le dopage exact ou se produit ce changement est
pvis = 0.23. A ce dopage, le niveau de Fermi croise un col dans la fonction &, ce qui définit
une singularité de van Hove (VHS, van Hove singularity). Pour tous les autres ensembles de

parametres, la singularité de van Hove est a dopage plus élevé, au-dela de p = 0.3.
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t=-03 t=-0.17 t=-0.33 t=-0.35 t=-0.2 t=-0.51
t'=0.2 t'=0.05 t'=0.03 t'=0.13 ' =0.07...

AVAAVYAA VARV S

Figure 12. Surfaces de Fermi pour différents paramétres de bande (voir tableau 1)
(a) Liechtenstein, (b) Kancharla, (c) Allais, (d) Eberlein, (e) Storey, et (f) Schabel.
Quatre dopages sont présentés : p = 0 en noir, p = 0.1 en rouge, p = 0.2 en vert,
et p = 0.3 en bleu. La frontiére de la zone de Brillouin antiferromagnétique est en
pointillé. En (b), la singularité de van Hove pour les parameétres de Kancharla est a
pvus = 0.23. C’est la seule dans le domaine de dopage étudié.

7 Corrélations fortes

71 Modéle de Hubbard

Le role des interactions électron-électron est particulierement important dans les cuprates,
comme en témoigne la phase isolante de Mott a demi-remplissage. L’hypothése est donc
qu’elles sont a ’origine de tous les ordres exotiques observés dans les cuprates (17, 129]. Le
modéle le plus simple pour tenir compte des interactions électron-électron est le modele de
Hubbard [130] :

Hubbard _ T T
H =Hy+U Z CrpCrnCrCr - (15)
r

La partie Hy décrit la bande de Bloch et le terme U décrit la répulsion forte entre les électrons.
Pour simplifier les choses, cette répulsion n’intervient que si deux électrons occupent le
méme site r du réseau. Bref, Hy modélise bien le déplacement des électrons sur les plans
CuO; et U simule bien I'interaction forte a laquelle les électrons sont soumis sur ’atome de
cuivre. Le modeéle de Hubbard a deux dimensions, par sa simplicité, est donc un favori pour

expliquer les cuprates [131, 129, 132].

Le modéle de Hubbard a deux dimensions constitue toutefois un probléme mathéma-
tique trés difficile. Il n’a pas de solution analytique connue et son espace de Hilbert croit
exponentiellement (4) avec le nombre de site N, rendant les méthodes numériques exactes
limitées a de trés petits systémes. De plus, le signe négatif de la statistique des fermions fait
que les approches Monte-Carlo standards convergent exponentiellement lentement. La Si-
mons collaboration on the Hubbard model [133], donne un apergu des plus récents consensus

vers une compréhension de sa solution. On y compare plusieurs méthodes d’approximation
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numériques, permettant d’établir certains résultats robustes. On y conclut toutefois que
parmi les régimes de parametres considérés, ceux pour lesquels subsiste la plus grande
incertitude sont exactement ceux qui s’appliquent aux cuprates : couplage intermédiaire
4 < U/t < 8 et faible dopage en trous. Bref, non seulement le modéle favori pour les cuprates

est un probleme difficile, son régime d’intérét est aussi son régime le plus difficile.

7.2 Symétries brisées

Certaines transformations laissent le modele de Hubbard inchangé. Par exemple, une
translation par un vecteur du réseau, une transformation du groupe ponctuel du cristal, ou
un changement de ’orientation du spin laissent le modéle invariant. Ce sont des exemples
de «symétries» du modele. En présence d’interactions, certains états présentant des corréla-
tions spatiales qui violent une de ces symétries peuvent devenir favorables énergétiquement.
Prenons I’exemple du mécanisme de super-échange. Ce dernier pousse les spins a s’orienter
al’opposé des spins voisins, favorisant donc des états antiferromagnétiques (... 1} 1111 ...)
qui brisent I’invariance par translation. La symétrie du modeéle s’exprime alors a travers
la dégénérescence de ces états—I’axe dans lequel les spins alternent est libre et toutes les
orientations sont dégénérées. Cependant, il y a toujours, dans un systeme réel, un champ
infinitésimal favorisant légerement un de ces états dégénérés, et dans la limite statistique avec
interaction, cet état devient infiniment avantageux. Le systéme se retrouve donc spontané-
ment dans un seul de ces états fondamentaux; c’est ce qu’on appelle une brisure spontanée
de symétrie. Notons qu’a moins de connaitre a ’avance comment la symétrie sera brisée, il

est tres difficile de prédire une brisure spontanée de symétrie.

Une fois la symétrie brisée, le systeme s’ordonne dans un nouvel état qui peut étre décrit
par une approche champ-moyen simple. La supraconductivité de type d et I'antiferromagné-
tisme sont deux exemples d’ordres & symétries brisées, présents dans les cuprates, et pour
lesquels on peut écrire des modeéles de type champ-moyen (section 8.1 et 8.2). De tels modeéles
décrivent le systéme en termes d’excitations émergentes qui se comportent généralement

comme des particules libres, permettant de s’affranchir des interactions.

II est toutefois essentiel de pouvoir motiver 1'utilisation de telles approches par un
mécanisme. Le mécanisme de I'antiferromagnétisme est le super-échange et, pour la théorie
BCS, il s’agit de I'interaction électron-phonon, qui méne a une attraction effective rendant
favorable la brisure spontanée de la symétrie de jauge. Pour les ordres présents dans les
cuprates, ’hypothese est que le mécanisme viendra de 'interaction électron-électron U

du modele de Hubbard, probablement via des fluctuations de spin. Plusieurs méthodes
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numériques procurent d’ailleurs des exemples de brisures spontanées de symétries dans le
modele de Hubbard. La supraconductivité de type d et 'antiferromagnétisme sont proba-
blement les plus étudiés [134, 135, 136, 120, 137], et selon la méthode utilisée, le diagramme
de phase obtenu est souvent trés proche de celui des cuprates. Toutefois, les méthodes
utilisées sont souvent biaisées dans leur recherche de symétries brisées. Elles sondent des
ordres spécifiques, souvent contraints a des formes simples, ce qui empéche de sonder le
systeme pour trouver des ondes de densité d’une complexité comparable a celle observée
dans les cuprates (section 3). Les méthodes libres de ces biais, par exemple le groupe de
renormalisation, ont le défaut d’étre moins bien adaptées aux grandes valeurs de U des
cuprates. Elles trouvent cependant plusieurs ondes de densité incommensurables proches en
énergie et trés sensibles aux parametres de bande et au dopage [138, 139, 140]. Il est donc tout
a fait plausible que les ordres inhomogenes observés expérimentalement soient accessibles
au modele de Hubbard, et qu’il faille simplement libérer les méthodes a couplage fort de

leur biais pour les trouver systématiquement.

Dans les cuprates, plusieurs signatures de symétries brisées sont observées pres de T*.
Certaines expériences de diffraction des neutrons, par exemple, indiquent I’existence d’un
ordre magnétique intra-maille élémentaire, c’est-a-dire qui ne brise pas la périodicité du
cristal [141]. Cet ordre suggere une brisure de I'invariance sous inversion du temps, qui
est aussi supportée par les expériences d’effet Kerr [127, 142]. De plus, des expériences
de génération de seconde harmonique optique suggerent qu’une brisure de la symétrie
d’inversion existe sous T™ [143]. Enfin, en plus de la nématicité intra-maille élémentaire
mentionnée ala section 3.1 pour I’ordre dFF-DW, les mesures d’anisotropie dans la résistivité
et I'effet Nernst suggérent qu'une deuxiéme forme de nématicité prendrait forme a plus
haute température, un peu sous T [144]. Les brisures de symétries candidates pour le

pseudogap sont donc nombreuses.

7.3 Justification de I’'approche phénoménologique

Considérant (i) que le modele de Hubbard est difficile a résoudre, (ii) qu’il semble étre
justifié pour les cuprates, (iii) qu’il est si riche en états a symétries brisées et (iv) qu’il est
particulierement difficile de prédire une brisure de symétrie sans la connaitre préalablement;
on choisit ici de simplement sauter 1’étape de la motivation par le modeéle de Hubbard, et
d’étudier directement certains hamiltoniens effectifs sans interactions qui reproduisent
bien les résultats expérimentaux. De plus, la présence d’ordre a longue portée a tendance a
restaurer les quasi-particules comme description appropriée des excitations élémentaires,

ce qui justifie I'utilisation d’hamiltoniens effectifs. C’est I’approche phénoménologique.
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Evidemment, un éventuel succés dans cette entreprise, ¢’est-a-dire un hamiltonien a une
particule qui décrirait toutes les expériences, devra étre doté subséquemment d’une justifi-
cation rigoureuse, par un mécanisme réaliste, présent dans les cuprates. Cette thése explore

les modeles phénoménologiques suivants :
o le champ moyen antiferromagnétique (section 8.1),
« le champ moyen supraconducteur (section 8.2),
« le champ moyen dFF-DW (section 10.3),
o le champ moyen s'PDW (section 10.4),
« les modeles AF et sAF; cas particuliers d’antiferromagnétisme (sections 14.1 et 14.2),
o le champ moyen d’antiferromagnétisme incommensurable colinéaire (section 14.3),
o la théorie YRZ (section 14.4).
Ces modeéles divers permettent tous une comparaison exhaustive avec ’expérience a faible

cott. Ils sont pour la plupart, mais pas tous (détails a la section 8.3), des modeles qui brisent

une ou plusieurs symétries.

L’objectif de I'approche n’est pas de trouver la provenance des ordres contenus dans
ces modeles ni de défendre un modele en particulier. Il s’agit plutét de comprendre quelles
expériences tel ou tel modele peut expliquer ou non. Cela permet d’identifier les forces et
les faiblesses de ces modeles. En quelque sorte, il s’agit d’une étude des modeéles eux-mémes.
L’idée est qu’en se plagant au premier rang lors de I’échec d'un modéle donné (I'incapacité
a expliquer une expérience), on se met alors dans la meilleure position pour comprendre ce

qui rend le probléme difficile, facilitant I’élaboration d’un meilleur modéle.

8 Antiferromagnétisme, supraconductivité et pseudogap

8.1 Antiferromagnétisme

Le premier modele d’intérét est le modele de champ moyen antiferromagnétique. Sur les
sites du réseau, ’antiferromagnétisme est I’alternance en damier de la projection du spin
électronique; c’est un cas particulier d’onde de densité de spin. On considére toujours
le champ moyen en combinaison avec la bande Hy de I’équation (13), c’est-a-dire Hy +

HgF sans termes d’interactions supplémentaires. Le terme exprimant le champ moyen
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antiferromagnétique dans les représentations r et k est donné par :

oM
HY =5 — > e¥cl ¢, o +ch (16)
r,o
Z ck+Q oG +ch. (17)

ou Q = (7, ) et le spin prend les valeurs 0 = %1 correspondant a up (1) ou down ({).
L’alternance en damier du spin est décrite par un nouveau réseau dont la maille élémentaire
est deux fois plus grande que celle du réseau original. En conséquence, on peut définir une
nouvelle zone de Brillouin, la zone de Brillouin réduite (rBZ, reduced Brillouin zone), deux
fois plus petite que la zone de Brillouin originale. En limitant la somme sur k a cette zone

de Brillouin réduite (Q est un vecteur du nouveau réseau réciproque) :

2= 2 ()it (i) (18)
k kerBZ

et en remarquant que tous les termes ont la périodicité de la zone de Brillouin originale,

ce qui permet de substituer k + 2Q — k, on peut exprimer I’hamiltonien sous la forme

matricielle suivante :

M o
Ho+Hif =3 % (ckack+Q0)(£k 7 )(Ck’ ) (19)

7 kerZB oM &) \ckiqo
—_——
_JAF
=11}

Les valeurs propres de la matrice Hi¥ définie ci-dessus sont :

B - &k +25k+Q . \/( &k —25k+Q )2 Y (20)

Ce sont les bandes antiferromagnétiques. La transformation unitaire Uy qui diagonalise
I’hamiltonien, c’est-a-dire E,j = UIIHﬁF Uk, ou n = £, méne aux particules propres annihi-
lées par a, = [U ]nick + [Uf ]n2¢k+q. L'état propre est donc un électron en superposition
des vecteurs d’onde k et k + Q, de fagon analogue a I’état de Bloch, qui est en superposition
de tous lesk + G.
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8.2 Supraconductivité

L’hamiltonien de type champ-moyen pour la supraconductivité de la théorie BCS est le
suivant. Dans la théorie complete, il est obtenu des interactions électron-phonon, étape

qu’on ignore ici. Le champ moyen de type s dans les représentations r et k est :
sC
H>" = A, Z CI’TCI’l +ch. (21)
r

= A %: Clt,rcilw + c.h. (22)

Dans les cuprates, le gap est de type d et donc ’hamiltonien est différent. On soupgonne que
ce sont les fluctuations antiferromagnétiques plutdt que les interactions électron-phonon
qui causent 'appariement [132], mais ce n’est pas confirmé. L’hypothese généralement

acceptée comme champ moyen supraconducteur de type d des cuprates est :

A
H9C _ Z Z((CH&TCI‘J - Cr+5wcr,7) - (Cr+§l,TCr,¢ - Cr+§',lcr,T)) +ch (23)

r

A
=> E(COS ky —cosky)ci ek, + ch. (24)
k

ou X et y correspondent au pas de réseau en x et en y respectivement, puisque a = 1. En

combinaison avec Hy, (22) ou (24) peuvent se réexprimer comme :

Ho+ HC = S (el e (f“ .~ ) ( o ) =3k 25)
k

A
K A —&x ) \cly,
[N —7
EHlS(C

avec Ax = A} pour le cas de type s et Ag = %(cos k, — cosk,) pour le cas de type d. Le
terme résiduel Y &y est constant et peut étre ignoré. Cette fagon d’exprimer ’hamiltonien

supraconducteur est connue comme le formalisme de Nambu. Le spineur

CT
¥, = k.t (26)
C—k,l

est le spineur de Nambu, un opérateur d’annihilation & deux composantes qui obéit aux

relations d’anticommutation canoniques.

Pour la suite, on présume que Ay est réel et que la dispersion & est paire en vecteur
d’onde : & = & i. La transformation unitaire qui diagonalise la matrice hamiltonienne

HIS(C de I’équation (25) est connue comme la transformation de Bogolioubov-Valentin. Elle
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mélange les électrons et les trous :

akt | 7)o Y
-k} k “k -k}

avec la contrainte uy|* + [vi|* = 1. Les excitations propres, gouvernées par o, et af _, sont

connues sous le nom de bogolioubons. Leur dispersion est donnée par les énergies propres :

+Ei = £/ & + | A2 (28)

La convention de préfacteurs choisie dans les hamiltoniens (21) a (24) est telle que les pics
de cohérence du gap supraconducteur se retrouvent toujours aux énergies +A. Le gap a une
largeur 2A et est centré au niveau de Fermi. Comme les gaps mesurés par effet tunnel dans
YBCO ou BSCCO a dopage optimal sont d’environ A » 30 meV [39], la valeur du champ
moyen A attendue dans les cuprates est de A = 0.12¢ (supposant que f = 250 meV).

Pour exprimer I’état fondamental supraconducteur, il faut remarquer que le vide de
Nambu, c’est-a-dire I’état pour lequel Wi|Q) = 0, est donné par [Q) = [T cfk)l|0). Dans
I'espace de Nambu a deux composantes, le spineur propre est celui défini a I’équation (27);
ses composantes annihilent les états propres. La deuxieme composante de son conjugué
hermitien, quiest a_ , est donc I'opérateur création pour I'état d’énergie —Ej. En remplis-
sant tous les états d’énergie négative a I'aide de ce dernier, [SC) = [Ty a_; | [2), on obtient

I’état fondamental supraconducteur :
ISC) = Ig(ul’: - vkclz’Tcik’l)IO). (29)

Il s’agit d’un état cohérent (dont la phase quantique est fixée) pour lequel le nombre de

paires de Cooper n’est pas défini et n n’est plus un bon nombre quantique.

Comme les excitations propres du hamiltonien sont des mélanges d’électrons et de
trous, I’état électronique est mutilé; il est en superposition a deux énergies. Le formalisme
de Green oftre une formulation particulierement claire de ce phénomene. La fonction de

Green de I’état supraconducteur s’écrit directement de la matrice hamiltonienne H{C :

GR (@) = [(0—in) 1 - FR°]™ (30)
_ . 1 : w—in + & Alﬁ , (31)
(0 —in)? = (& +|Axf?) Ak w —in - &

avec la limite # — 0 implicite. La fonction de Green permet de calculer le poids spectral

Axy(w) = —%Im{GﬁT(w)} pour I’électron de vecteur d’onde k et de spin up, GlfT(w) étant
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le premier élément de la matrice (31). Un peu de travail meéne a :

1 §k 1 §k
Agr(w) = -|1- = |0(w - Ex) + |1+ — |6(w + Ex). 32
Kt (@) 2( Ek) ( k) 2( By ( 9) (32)
Cette expression montre qu’une portion de I’électron est aI’énergie Ey et une autre esta —Ej ;
il est donc superposé de part et d’autre du gap. Les facteurs pondérant cette superposition
révélent qu’elle n’est équilibrée qu’a proximité du gap. Loin du gap, la fraction & /Ej tend

vers 1 et annule un des deux termes : I’électron redevient asymptotiquement I’état propre.

8.3 Théories du pseudogap

Le probléme des cuprates n’est plus vraiment d’y comprendre la supraconductivité. Il est
bien établi que la supraconductivité de type d dans les cuprates peut étre décrite par le
champ moyen de la section précédente, et ’hypothese selon laquelle les fluctuations de spins
en fourniront le mécanisme d’origine est une favorite. Il demeure toutefois impossible de
confirmer cette hypotheése, parce qu’on ne comprend pas bien I’état normal duquel émerge
la supraconductivité; le pseudogap. On ne peut donc pas décrire les fluctuations de spins
dans ce dernier, qui meneraient a la supraconductivité selon ’hypothése. Bref, la véritable

énigme des cuprates est le pseudogap.

Pour expliquer le pseudogap, plusieurs hypotheses sont présentées dans la littérature.
Parmi ces hypotheses, certaines ne cherchent a expliquer que quelques observations ex-
périmentales, alors que d’autres tentent de tout expliquer. Certaines de ces hypothéses
font partie des modeéles phénoménologiques énumérés a la section 7.3 : I'onde de den-
sité dFF-DW (section 10.3), 'onde de densité de paires s’'PDW (section 10.4)), le modéle
antiferromagnétique de Storey [109] (section 14.1), le modéle d’antiferromagnétisme incom-
mensurable spiral d’Eberlein [110] (section 14.2), 'onde de densité de spin incommensurable
colinéaire (section 14.3) et la théorie Yang-Rice-Zhang (YRZ) [119] (section 14.4). D’autres
théories connues auxquelles nous référons dans cette thése sont celles des ondes de paires
2kp (Amperean pairing) de Patrick Lee [81], la théorie SU(2) de Catherine Pépin [82], et la
théorie FL* de Subir Sachdev [145, 146]. Et enfin, certaines autres sont dignes de mention
méme si nous ne les considérerons pas davantage : la théorie des boucles de courant de
Varma [147, 148], l'ordre d-density wave [149, 150], la théorie des fluctuations SO(5) [151] et
ses variantes (par exemple O(6) [152]), la théorie de flux alternés [153, 154], etc.

Les hypotheses pour le pseudogap n’impliquent pas toutes des brisures de symétries.
Tout comme les interactions causent la phase isolante de Mott, et ce sans briser de symétrie,

il est possible que toutes les propriétés du pseudopap soient de simples conséquences des
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interactions. Le pseudogap serait alors I’état normal du systéme, et la transition a p* une
illusion (en comparaison a une véritable transition de phase), conséquence de certains chan-
gements dans cet état normal. Toutes les phases a symétries brisées observées seraient alors
des instabilités secondaires de cet état normal. Cette hypothése est extrémement bien défen-
due par les résultats de méthodes numériques pour électrons fortement corrélés appliquées
au modéle de Hubbard. En particulier, les méthodes basées sur les extensions de la théorie
du champ moyen dynamique (DMFT, dynamical mean field theory), démontrent un accord
qualitatif tres exhaustif avec les expériences [129, 155]. Ces approches ont cependant certains
problémes. Elles sont extrémement exigeantes d’un point de vue du calcul numérique, ren-
dant un accord quantitatif avec les nombreuses familles de cuprates hors de question, etil y
plusieurs de ces approches, auxquelles il est souvent difficile de se familiariser, chacune avec
ses avantages et inconvénients. Bref, les approches numériques sont un terrain fertile, mais
il est encore difficile d’y trouver un consensus sur la forme exacte que prend le pseudogap,
en particulier aux échelles de faibles énergies, c’est-a-dire celles des expériences a basse
température. Pour cette raison, il existe aussi des modeéles simplifiés cherchant & approximer
cet état normal issu des interactions fortes qui serait le pseudogap. L’exemple le mieux
connu est probablement la théorie phénoménologique Yang-Rice-Zhang (section 14.4) qui

ne brise aucune symétrie.

9 Gaps de type AF ou de type SC

Peu importe quelle sera la théorie du pseudogap, elle devra expliquer le gap partiel apparais-
sant dans la densité d’états au niveau de Fermi. Une voie simple pour obtenir un gap en
mécanique quantique est celle de ’anti-croisement. Lorsqu’un terme du hamiltonien intro-
duit un couplage entre I’état d’énergie &y et celui, par exemple, d’énergie &y q, comme c’est
le cas dans la matrice (19) du champ moyen antiferromagnétique, le gap apparait au point de
croisement déterminé par & = & .q. Sile couplage est plutot avec Iétat d’énergie —&_y,
comme dans la matrice (25) du champ moyen supraconducteur, le gap s’ouvre au point de
croisement déterminé par & = —&_x_ . Les gaps de la théorie de Bloch, de la théorie BCS,
et ceux de tous les modéles phénoménologiques présentés dans cette thése sont obtenus de
cette maniére; par anti-croisements. Il suffit de coupler i a une ou plusieurs dispersions
auxiliaires pour obtenir un ou plusieurs gaps. Les modeles ne different que dans la nature et

le nombre de ces dispersions auxiliaires.

Que le pseudogap puisse ou ne puisse pas étre modélisé avec un anti-croisement doit
étre mis au clair. Cette section cherche a simplifier la tache en divisant les gaps issus d’anti-
croisements en deux catégorie : les gaps de type SC et les gaps de type AE L’idée est simple :

la premiére catégorie donne un pseudogap s’apparentant a un gap supraconducteur, la
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seconde a un gap antiferromagnétique. C’est une dichotomie similaire a celle des théories de
paires préformées vis-a-vis des théories d’un mécanisme particule-trou pour le pseudogap.

Toutefois, la distinction n’est ici considérée que d’un point de vue mathématique.

Les deux types de gaps serviront surtout a analyser les résultats. Nous commenterons sur
I'aptitude ou I'inaptitude des gap de type SC ou de type AF a expliquer certaines observations
expérimentales pour le pseudogap. Nous trouverons des points communs aux théories de

type AF et obtiendrons certaines prédictions inévitables avec ces derniéres.

Le critére choisi ici pour distinguer nos deux catégories, type SC et type AF, est la facon
dont le potentiel chimique intervient dans I’équation des points de croisement, tel que décrit

dans ce qui suit.

Type SC Un seul gap étudié dans cette these sera interprété comme un pseudogap de
type SC : celui du champ moyen supraconducteur (section 8.2). Interpréter ce gap comme
un pseudogap correspond a une théorie naive de paires préformée, c’est-a-dire que le
gap supraconducteur persiste au dessus de T, et que ce sont des fluctuations de phase qui
détruisent ’ordre a longue portée. Un exemple plus sophistiqué de pseudogap de type SC,
qui n’est pas étudié ici, est la théorie SU(2) [82, 113]. Le point commun a ces théories est

que I’équation du croisement peut se réécrire comme 1’équation de la surface de Fermi :

fkcr. = _g_kcn (33)
ke ~H = "k T Y (34)
Cker. = Y (35)

a condition que €y = €_x. Le gap apparait alors exactement a la surface de Fermi, et c’est un

gap a symétrie particule-trou.

Type AF  Trois modeles étudiés dans cette these seront interprétés comme des pseudogaps

de type AF, c’est-a-dire :
« le champ moyen antiferromagnétique (section 8.1),
 les modeles AF et sAF (sections 14.1 et 14.2),
« la théorie YRZ (section 14.4).

Un autre exemple, qui n’est pas étudié ici, est la version U(1) de la théorie FL* [156]. Le point

commun a ces théories s’illustre bien avec le champ moyen antiferromagnétique. Dans ce
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dernier, le potentiel chimique se simplifie de I’équation du croisement :

fkcn = Ekcr.JrQ’ (36)
ekcn - !’l = 6kC!ﬁ+Q - #’ (37)
ekcn = 6kcn+Q’ (38)

de sorte que le gap a une position fixe relative a la bande, qui est la méme pour tout y. Cela
fait que le gap n’est pas contraint a demeurer au niveau de Fermi et il n’a pas la symétrie

particule-trou, comme montré en détail dans les résultats de la section 11.2.

La théorie YRZ (présentée a la section 14.4) procure un exemple charniére a notre
dichotomie, car sa dispersion auxiliaire &' ne contient pas le potentiel chimique. L’analyse

du point de croisement donne donc plutét :

b, = & (39)
€k — 1 = €4 (40)
ko — €, = U (41)

Cette équation ne fixe pas la position du gap relativement a la bande, mais comme elle ne
contraint pas non plus le gap au niveau de Fermi, on classe la théorie YRZ comme une

théorie de type AF.

Nous verrons dans le chapitre qui suit que les autres modeles considérés (dFF-DW,
s"PDW, et ’onde de densité de spin incommensurable colinéaire) ne donnent pas de gap
au niveau de Fermi pour des parametres phénoménologiques raisonnables, et ne devraient

donc pas étre interprétés comme des théories du pseudogap.

Notons finalement qu’il ne s’agit pas seulement de séparer les théories de condensation
de paires particule-particule (c'c') des théories de condensation particule-trou {c'c). On
laisse aussi la possibilité a I’état auxiliaire de ne pas étre un électron ou un trou, comme par
exemple pour la théorie YRZ, ou dans les théories de bosons esclaves ol la condensation
serait avec une particule auxiliaire (c'd) (détails a la section 14). La seule distinction qui
nous intéresse entre les deux catégories est la fagon dont le potentiel chimique intervient

dans I’équation des points de croisement.



CHAPITRE III

ONDES DE DENSITE

Ce chapitre s’intéresse a la fagon dont les ondes de densité menent a des gaps ou modifient
des gaps existants dans la densité d’états. On y présente d’abord les définitions des modeles
utilisés : un modele d’onde de densité a une dimension et les champs moyens des ordres
dFF-DW et s'PDW observés par STM dans les cuprates. En analysant les gaps obtenus dans
la densité d’états pour ces modeles, on conclut que le pseudogap ne peut pas provenir des
ondes de densité correspondantes. On étudie ensuite comment ces derniéres modifient
un gap supraconducteur de type d et on montre que les prédictions sont en accord avec
les sous-structures du gap observées dans les coeurs de vortex et a champ nul dans les

échantillons sous-dopés.

10 Champs moyens d’ondes de densité

10.1 Hamiltonien général

Tous les champs moyens considérés dans ce chapitre sont des cas particuliers du hamiltonien :

_ sauts paires

H=) Hga' +) Hya +ch. (42)
Qa Qa

Il s’agit de ’expression générale pour exprimer des sauts ou des appariements singulets

aux voisins a pouvant étre modulés selon les vecteurs d’onde Q. Les termes de sauts et leur

transformées de Fourier sont donnés par :

H:Qa,uatS = ei¢Q'a Z %tQ,a,aeiQ.(H%)CI+a,0C1‘yU (43)
I,0
b0 —i(k+9Q)-
= €1¢Q' Z %tQ,a,ae i(k+3) aClJ£+Q,aCk"7’ (44)
k,o

40
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et les termes d’appariement singulet avec leurs transformées de Fourier par :

Hga:;res = CIGQ‘a 2 %AQ,aelQ.(H—E) (Cr+a,T Cr,| — Cr+a,|Cr,t ) (45)
r

= e 57 Aqacos (k+ ) -a) it rqi- (46)
k

Les différents ordres, comme I’ordre dFF-DW et ’ordre s"PDW, sont définis en fixant les
valeurs des champs moyens tq,, et Aq,a et les phases ¢q,a et 0q,a. En particulier, les phases
permettent de déplacer les noeuds de I’onde de densité (voir annexe A.3.1), bien qu’on ne

considere ici que les ordres a phases nulles; ¢q,a = 0q,a = 0.

L’exemple le plus simple est I’hamiltonien H, de I’équation (12). Il s’agit d’un cas
particulier du hamiltonien (42) ne contenant que les termes de saut a Q = 0, c’est-a-dire
too = —% pour le potentiel chimique, to,15,6 = to,+5,0 = —t pour les sauts aux premiers
Voisins, fo . (x+§).0 = fo+(x-).0 = —t' pour les seconds et ainsi de suite. Pour retrouver
I’équation (12), remarquons que le conjugué hermitien de I’équation (42) compense le
facteur % des équations (A.97) et (A.98).

Tous les autres modéles de champs moyens sont construits a partir de Hy :
H = Hy+ H"™,. (47)

Par exemple, I’hamiltonien antiferromagnétique, HAF des équations (16) a (19) est aussi
un cas particulier du hamiltonien (42). On I'obtient en choisissant (4 1),0,, = M, C’est-
a-dire en changeant le signe du champ moyen selon le spin. De méme, les hamiltoniens
supraconducteurs, HSC et HYSC, des équations (21) a (25) sont des cas particuliers du
hamiltonien (42), obtenus avec Ag,g = Ag pour le cas de type s et Agx = —Agy = A/2 pour
le cas de type d.

10.2 Ondededensité a Q = 2?” en une dimension

En une dimension, Hy n’inclut que t¢ 9,5 = —% pour le potentiel chimique, g .4, = —t pour
les premiers voisins, fg 125, = —t’ pour les seconds voisins, menant donc a la dispersion

suivante :

&P = 2t cos(k) - 2t' cos(2k) - p. (48)
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Une onde de densité trés simple est obtenue en posant Q = 2%, avec t,9 = 2t seulement :
E(fk Ck oCko T+ tQCk+Q oCko T tQCk o Ck+Q, 0) (49)
k,o

La zone de Brillouin originale couvre —m < k < 1. En restreignant plutot k a une zone de
Brillouin réduite (rBZ), c’est-a-dire - < < k < € 1 hamiltonien s’écrit sous forme matricielle

(démarche complete a I’ Annexe A.3.2, 1ncluant aussi des termes d’appariements) :

Sk to tq Cko
_ T T
- Z (Ck,ack+Q,JCk+2Q,0) tQ £k+Q ta Ck+Q,o (50)
kerBZ,o £* ¢ f
Q Q k+2Q J \ €k+2Q,0

Soulignons la ressemblance entre cette matrice 3 x 3 et la matrice infinie (5) de la théorie de

Bloch. Leur comparaison sera le point de départ pour les résultats de la section 11.1.

10.3 dFF-DW

Comme présenté a la section 3.1, 'ordre de densité de charge observé dans les cuprates
est 'ordre dFF-DW [72]. Bien que la nature de I’ordre semble unidirectionnelle [75, 73],
les ondes de densité dans les deux directions coexistent pour donner I’ordre en damier

(checkerboard) observé depuis 2002, en particulier dans les vortex [69].

Nous considérons donc ici le cas bidirectionnel. C’est un cas particulier du hamilto-
nien (42) constitué de deux ondes de densité perpendiculaires avec tq, 1z = —tQ,+y = tQ /2
pour les vecteurs d’ondes Q € {(Q,0), (0, Q) } avec Q prenant les valeurs entre Q = < et
Q= 23” mentionnées a la section 3. Ce modeéle fut d’ailleurs utilisé pour obtenir un accord
quantitatif avec les oscillations quantiques [121]. Les termes a —Q sont inclus via le conjugué
hermitien. Aprés quelques manipulations, et toujours avec a = 1, I’hamiltonien s’exprime

comme :
HdQFF-DW _ rz; %Q((cos(Q(x + 1)) +cos(Qy))c! Crrgo€
— ((cos(Qx) +cos(Q(y + %)))CIW’UCM) +ch (51)
- %Q((cos(kx+ %)—cos(ky))CIT(JrQ)A()Uck(7

+ (cos(ky) — cos(ky + %))CLQ?)UCI(,U) +ch (52)

L’onde de densité de charge des équations (51) et (52) module I'amplitude des sauts aux
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Figure 13. Facteurs de forme des ordres dFF-DW et s'PDW. (a), (b), (c) La modu-
lation par ’ordre dFF-DW est de signes opposés sur les liens en x et en y. (d), (e),
(f) Celle de ’ordre s'PDW est de méme signe dans les deux directions. Les vecteurs
d’onde présentés sont (a), (d) Q = 2%, (b), (e) 32, et (c), (f) %%. Pour un dopage
de p = 0.12, le premier correspond a celui mesuré dans BSCCO alors que les deux
autres sont plus prés de YBCO [65]. Les liens colorés sur les réseaux illustrent la
valeur du facteur de forme (la fonction construite des /2 (**2)) modulant le saut
au premier voisin dans I’équation (52) pour 'ordre dFF-DW, et ’appariement au
premier voisin dans I’équation (54) pour I’ordre s"PDW. Le cercle vert est le centre
de rotation de symétrie C, du facteur de forme. On peut voir que ce dernier n’est
pas toujours superposé au réseau; I’ordre dFF-DW brise la symétrie C, en (b) et en
(c). Pour les autres panneausx, elle est préservée.

premiers voisins, on la nomme donc parfois «onde de densité de lien» (bond density waves),

qui est implicite dans ’appellation «facteur de forme d».

Les figures 13(a) a 13(c) montrent le patron formé pour ’amplitude de chaque saut dans
I'ordre dFF-DW pour Q = ZT”, %271, 2?” Selon le vecteur d’onde, le centre de rotation de
symétrie Cy4 de ces patrons n’est pas toujours superposé a celui du réseau. Cela fait que

I'ordre dFF-DW brise parfois la symétrie C.

10.4 s'PDW

L’ordre de densité de paires observé par JSTM dans les cuprates est ’ordre s'PDW [96].
C’est un cas particulier du hamiltonien (42) avec Aq,+x = Aq,+y = Aq/2 pour les quatre
vecteurs d’ondes Q € {(Q,0),(-Q,0),(0,Q), (0,-Q)}. Les Q opposés correspondent a
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des paires de quantités de mouvement opposées. L’hamiltonien est :
HBPDW = Z AQ(( cos(Q(x + %)) + cos(Qy))(cer,Wr,i - cmucm)
1
+ (cos(Qx) +cos(Q(y + 5)))(cr+mcu - Cr+y,¢6r,r)) +ch.  (53)
=> AQ(( cos(ky + %) + Cos(ky))ck’TC,(k+Qf())l
k
+ (cos(kx - %) + cos(ky))ck,Tc_(k_Qﬁ)’¢
+ (cos(ky) + cos(ky + %))ck,TC,(kJrQ}A,),l

+ (cos(ky) + cos(ky - %))Ck,TC,(k,Qi,))l) +ch (54)

Ces ondes sont des modulations de I’appariement aux premiers voisins. Les figures 13(d) a
m 3
4°10
Aq estle méme en x et en y, ce qui traduit la symétrie s-étendue. Le patron differe donc de

13(f) montrent les patrons formés par I'ordre s’'PDW pour Q = 2m, %” Le signe de

celui de 'ordre dFF-DW. La symétrie Cy4 est toujours préservée dans ce cas-ci.

10.5 Représentation matricielle du hamiltonien général

Il est possible d’écrire la représentation matricielle du hamiltonien (42) pour n’importe
quelle combinaison d’ondes de densité. Les sections précédentes présentaient les représenta-
tions matricielles de la théorie de Bloch (équation 5), du champ moyen antiferromagnétique
(équation 19), du champ moyen supraconducteur (équation 25) et du champ moyen d’onde
de densité en une dimension avec Q = ZT” (équation 50). Cette section et 'annexe A.3.3
généralise la démarche au cas du hamiltonien (42), permettant de produire les matrices
pour 'ordre dFE-DW et I’ordre s"PDW, seuls ou combinés, avec ou sans supraconductivité,

et pour toutes les combinaisons de vecteurs d’onde.

La taille de la matrice dépend de tous les vecteurs d’onde inclus dans ’hamiltonien (42).
Ceux-ci déterminent une nouvelle périodicité au systéme. En une dimension, on cherche la
période L correspondant au plus petit commun multiple (PPCM) des périodes de chaque
onde de densité. En deux dimensions, on cherche plutot un nouveau réseau avec la plus
petite maille élémentaire commune. On ne cherchera pas ici a trouver systématiquement
cette derniére. Comme les vecteurs d’onde des ordres dFF-DW et s’PDW sont orientés selon
x et y, on ne travaille qu’avec des super-réseaux rectangulaires. Il suffit donc de prendre
les PPCM L, et L, des composantes en x et en y de tous les vecteurs Q du hamiltonien.

Le nombre de sites du réseau dans la maille élémentaire est alors L = L, L,. Procéder ainsi
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pour un vecteur d’onde diagonal, par exemple Q = (7 £ §,7) pour 'onde de densité
de spin incommensurable (section 17.2), donne toutefois une nouvelle maille élémentaire
surdimensionnée. Cela ne cause pas de probléeme majeur; les valeurs propres obtenues sont

simplement dégénérées et les calculs ne sont pas optimisés.

La méthode choisie pour déterminer la nouvelle maille élémentaire n’a pas d’importance.
L’important est qu’elle détermine un super-réseau qui vient avec un super-réseau réciproque,
constitué des vecteurs K (I’annexe A.2 donne plus de détails sur les super-réseaux). La zone
de Brillouin originale contient un total de L vecteurs K, c’est-a-dire autant qu’il y a de sites
du réseau dans la nouvelle maille élémentaire. Comme pour I’antiferromagnétisme, on peut
donc restreindre la somme sur k a une zone de Brillouin réduite correspondant a la maille

de Wigner-Seitz du super-réseau réciproque,
Z()k - Z Z()k+K (55)
Kk k K

ot la notation k indiquent que les vecteurs sont restreints a la zone de Brillouin réduite, et
les K sont restreints a la zone de Brillouin originale. La périodicité de la zone de Brillouin
originale permet de toujours replier les vecteurs k + K + Q a un k + K’ dans la zone de
Brillouin originale, assurant une taille finie a Ia matrice. Comme il y a L vecteurs K dans
la zone de Brillouin originale, la matrice sera L x L. Ajouter les termes d’appariements
via le formalisme de Nambu requiert ensuite de doubler cette taille. La dimension finale
de la matrice sera donc de 2L x 2L. Par exemple, pour 'ordre dFF-DW avec Q = %271
en coexistence avec la supraconductivité, on a Ly = 10 et L, = 10, et le facteur 2 pour la
représentation de Nambu, donc la matrice est de taille 200 x 200. Les milliers de termes

d’une telle matrice s’écrivent toutefois sous une forme analytique compacte.

En exploitant toutes les idées mentionnées dans cette section, ’annexe A.3.3 montre
comment passer du hamiltonien (42) a la forme matricielle suivante (qui méne bien a un

hamiltonien hermitien grace a I’addition explicite du conjugué) :
- 5 )
H=), Z 2 (CR+K,¢ C—(k+K))l)
Qa k KX

[iqat (k) ]k 0 )( 2 )+Ch 56
[Aa(K) ]k k' [fa,(K)]kx Ci(fHK'))l

Les deux dimensions de Nambu sont écrites explicitement, et les £q 4, (k) et Aq (k) sont

les matrices L x L couplant les électrons de Bloch en k + K avec ceux en k + K'. Ces éléments
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sont donnés par :

. . 1 ’
[{Qa1 (k) ]k = EtQ,a,T exp [i (—(k +Q/2)-a+¢qa-K'- a)] Y Ok ke (57)
G
N . 1
[fQa (k) ]k k' = —5tQalexp [i(k-Q/2)-a+¢dqa+K-a)]) Ok xqc (58
G

. 1 i
[AQa(k) ]k k' = _EAQ,ae %21 cos ((k+Q/2)-a+K'-a) Y Sk x.qiq (59)
G

ou les G sont les vecteurs du réseau réciproque original.

10.6 Densité d’états et poids spectral

La densité d’états N(e) ou N(w) (avec € = hiw) décrit la distribution des états électroniques
en fonction de Iénergie. Lorsqu’intégrée, elle doit donner le nombre d’états total. On la

normalise ici a 2; le nombre d’états par maille élémentaire :

/ ” deN(e) = 2. (60)

La densité d’états compte donc une contribution a chaque fois que € correspond a I’énergie

d’un état propre du systeme. Mathématiquement, cela s’exprime comme :

N(e) = % Zé‘(e—Enk) (61)
nk

1
N

la densité d’états peut s’écrire séparément pour chaque bande : N(¢) = Y, N, (¢).

ou la somme sur 7 inclut les spins et le facteur - assure la normalisation. Remarquons que

Considérons maintenant un état quelconque |ay ) en superposition de plusieurs 7, mais
bien défini en k. Puisqu’il n’est pas un état propre, I’état |ay) est distribué en énergie. Cela

se voit en pondérant la densité d’états du systéme par la probabilité d’y trouver ’état « :
1
Ne(e) = NZ|<“k|n>|28(€_Enk)- (62)
nk

Dans le cas sans interaction, le poids spectral est simplement la version résolue en k de cette

densité d’états pondérée, c’est-a-dire :

Agx(€) = D |{an|n)[? (e — En). (63)
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En considérant le recouvrement d’états « et f différents on obtient la forme matricielle :

[Ak(€)]ap = D (oaln)(n|Bi)S(e = Enc). (64)

Les expressions (61) et (64) se prétent mal a I'implémentation numérique. La voie
préférable pour exprimer le poids spectral est donc d’utiliser la fonction de Green. On n’a

ici besoin que de la fonction de Green sans interaction, que I’on utilise dans la forme :
Gi(w) = [e~in - Fi] ™, (65)

ou € = hw est I'énergie, # — 0 assure la causalité, et Hy est la représentation matricielle du

hamiltonien. Le poids spectral est alors obtenu comme :

A

Av(w) = —%Im{@k(a))}. (66)

Il ne faut donc qu’une inversion de matrice pour calculer le poids spectral une fois I’hamiltonien
sous la forme matricielle (56). La limite # — 0, inaccessible numériquement, est approchée
par une valeur entre 0.05¢ et 0.005¢. Notons aussi que dans les calculs de transport, # devient

le taux de diffusion (section 15.4).

11 Ondes de densité et pseudogap

11.1 Onde de densité en une dimension

La figure 14 montre les gaps ouverts par une onde de densité dans une bande en une
dimension. Le résultat est parfaitement analogue aux gaps ouverts par le potentiel cristallin
dans la théorie de Bloch.

En général, un gap causé par une onde de densité ne se retrouve pas au niveau de
Fermi. Comme les gaps de la théorie de Bloch, les gaps de ’onde de densité correspondent
a I’anticroisement de la dispersion de I’électron en k avec la dispersion de I'électron diffusé
en k + Q par le potentiel périodique. Les gaps s’ouvrent donc a un vecteur d’onde bien
précis, comme on peut le voir a la figure 14(d). Le gap ne s’ouvrira au niveau de Fermi
que si le vecteur d’onde Q s’emboite (au sens de nesting) dans la surface de Fermi. En une
dimension, I’emboitement correspond simplement au cas ou le vecteur Q a exactement la

longueur séparant les deux points constituant la surface de Fermi.

Comme les gaps d’une onde de densité sont contraints en k et que, par définition,



48

(a) (b) (c)
A
G \ /
[ 2V3g
o \ /
\/\,/\/\/ N\ e
’,\)(\\ ///\’\\ ,/><\\ ’:&\\ I ZVG
== — X =T —== R —
—k— > k > N(w) >
(d) (e) (f)
A
X — ¥ [ 2tq
__,,y\ < X ,«\\ ] 2tq
i o T % k > N(0)—>

Figure 14. Gaps d’onde de densité en une dimension (a) Gaps ouverts dans la disper-
sion d’électrons libres par le potentiel périodique cristallin de la théorie de Bloch. (b)
Poids spectral pour la théorie de Bloch; montre le recouvrement des états de Bloch
avec ceux de I’électron libre. (c) Densité d’états dans la théorie de Bloch; chaque gap
provient d’une composante de Fourier différente du potentiel cristallin. (d) Energies
propres pour une bande de Bloch isolée, reconstruite par le potentiel périodique
d’une onde de densité avec vecteur d’onde Q = %’T. (e) Poids spectral pour la recons-
truction par onde de densité; montre le recouvrement des nouveaux états propres
avec ceux de la bande de Bloch initiale. (f) Densité d’états pour la reconstruction
par onde de densité; la périodicité de la bande de Bloch initiale fait que la méme
composante de Fourier du potentiel d’onde de densité ouvre deux gaps. Les modéles
utilisés sont ceux des sections 6.1 et 10.2

les états électroniques sont distribués uniformément en k, ces gaps ne se retrouvent au
niveau de Fermi qu’a des valeurs précises du remplissage. C’est ce qu’on entend par «gaps
a remplissages fixes». Autrement dit, la position des gaps relative au reste de la bande est

indépendante du potentiel chimique.

I existe toutefois une différence notable entre les gaps d’onde de densité et les gaps de la
théorie de Bloch. Dans la théorie de Bloch, au premier ordre, chaque composante de Fourier

Vi du potentiel périodique n’ouvre qu'un gap. En effet, deux paraboles, en 'occurrence
K. (k+G)?
2m 2m

a la figure 14(c) vient donc d’un terme différent du potentiel. Cependant, dans I’onde de

et , n’ont qu’un seul point de croisement en une dimension. Chaque gap illustré

densité, les gaps s’ouvrent dans une bande de Bloch, qui est une dispersion périodique.

Les deux fonctions & et 5k+Q ont donc au moins deux points de croisement : un associé a
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leurs minima, et ’autre associé a leurs maxima, car les deux sont approximativement des

paraboles. Une méme composante du potentiel peut donc ouvrir plus d’un gap.

11.2  Gaps du champ moyen antiferromagnétique

Le champ moyen antiferromagnétique & Q = (7, 7) illustre bien les subtilités du passage
a deux dimensions. Le gap antiferromagnétique s’ouvre aux points de croisement des
dispersions &(k) et £(k + Q). Ces points forment la frontiére de la zone de Brillouin antifer-
romagnétique. Cette derniere correspond au losange blanc visible aux figures 15(a), 15(d) et
15(g). Comme en une dimension, le gap est fixé a des valeurs de k; celles qui sont sur cette

frontiére.

La zone de Brillouin antiferromagnétique sépare I’espace des k en deux volumes égaux.
La dispersion originale &y, illustrée a la figure 15(b), se sépare donc en deux bandes E,_ et E}.,
illustrées aux figures 15(e) et (h) pour deux valeurs de M. Chacune contient une moitié des
états k, de sorte que lorsque le gap est total, il se retrouve exactement au demi-remplissage
(figure 15(i)).

Les figures 15(d), 15(e) et 15(f) montrent que, pour des valeurs intermédiaires du champ
moyen M, les bandes peuvent se chevaucher en énergie sans se toucher dans I’espace des
k. Une telle situation est caractérisée par la présence a la fois de pochettes de trous et
de pochettes d’électrons a la surface de Fermi au demi-remplissage; le systeme est donc
métallique. Pour les valeurs de M suffisamment petites, cette coexistence de pochettes de
trous et d’électrons persiste a dopage fini, comme illustré pour p = 0.2 a la figure 15(d).
Pour les plus grandes valeurs de M, lorsque le gap est complet, les pochettes de trous se
retrouvent sous le gap et les pochettes d’électrons au-dessus. Cette coexistence est alors

impossible et le systeme devient isolant a demi remplissage.

Lorsque les bandes se chevauchent, on retrouve des gaps partiels dans la densité d’états. !
A la figure 15(f), deux gaps incomplets apparaissent de chaque c6té du demi-remplissage
dans la densité d’états totale (violet). Chacun de ces gaps correspond a la chute de densité
d’états associée a I'extrémité d’une des deux bandes. On le voit en séparant la contribution
de chaque bande a la densité d’états (en rouge et en bleu). Plus M est grand, moins le

domaine de chevauchement est grand, et plus ces gaps se rapprochent du demi-remplissage.

1. Plus spécifiquement, la distinction entre la notion d’un gap «complet» ou «total» et celle d’un gap
«partiel» ou «incomplet» est la suivante. Le gap a ’énergie w est complet ou total si aucun état ne se retrouve
a cette énergie. L’élargissement # peut faire en sorte que la densité d’états soit non nulle dans un gap total,
mais cet élargissement est artificiel. En contrepartie, le gap est partiel ou incomplet lorsqu’une chute de la
densité d’états est observée, mais que des états demeurent a I’énergie w.
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Figure 15. Gaps en champ moyen antiferromagnétique (a) Surface de Fermi & = 02
p = 0.2 pour labande de Bloch aux paramétres (¢', ') = (-0.3,0.2). Le losange blanc
dénote la zone de Brillouin réduite antiferromagnétique et la ligne pointillée dénote la
surface de Fermi &x,q = 0 des électrons diffusés par le potentiel antiferromagnétique
aQ = (7, ). (b) Dispersion &y traversée par le niveau de Fermi a p = 0.2. (c) Densité
d’états pour & avec les positions du niveau de Fermi pour p = O et p = 0.2. (d)
surface de Fermi pour les énergies propres E~ = 0 en bleu et E* = 0 en rouge, pour
p = 0.2 en champ moyen antiferromagnétique d’amplitude M = 0.7. (e) Bandes
antiferromagnétiques E~ en bleu et E* en rouge a M = 0.7, traversées par le niveau
de Fermi a p = 0.2. (f) Densité d’états @8 M = 0.7 pour les bandes E~ en bleu, E* en
rouge, leur somme en violet et celle & M = 0 en pointillée pour comparer. La gamme
d’énergie ot les deux bandes sont superposées conserve la méme densité d’états que
pour M = 0. Les gaps apparaissent de part et d’autre de cette gamme d’énergie. Les
positions du niveau de Fermi pour p = 0 et p = 0.2 sont aussi indiquées. (g), (h) et
(i) mémes que (d), (e) et (f), mais pour M = 1.5. Un gap complet trés étroit apparait
alors précisément a p = 0.
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Il s’y rejoignent enfin pour y former le gap complet, a demi-remplissage. On voit ce dernier,

tres étroit, a la figure 15(i).

La valeur de M alaquelle le gap antiferromagnétique devient complet dépend fortement
des paramétres de bande. Par exemple, pour (¢, ¢"") = (0,0) on ne trouve jamais de gaps
partiels; le gap est toujours complet. En effet, dans ce cas, et dans ce cas seulement, le vecteur
Q = (7, ) s’emboite parfaitement (au sens de nesting) sur toute la surface de Fermi du

demi-remplissage.

Les valeurs d’énergies ou se trouvent les gaps partiels dépendent aussi des parametres
de bande. A faible M, lorsque ces gaps sont trés petits, ils se retrouvent a 'énergie E,
a laquelle le vecteur Q = (7, 7) s’emboite parfaitement (au sens de nesting) dans une
portion du contour équiénergie (k) = E,. L’énergie respectant cette condition dépend de
la forme de la dispersion, et donc des parametres de bande. Le remplissage correspondant,
lui, dépend a la fois des parametres de bande et du champ moyen M. En effet, tant que
les deux bandes se chevauchent, les gaps ne se trouvent pas a demi-remplissage, alors que
pour M suffisamment grand, ils s’y rejoignent. Les gaps bougent donc en énergie et en

remplissage avec I’augmentation de M, et ce mouvement dépend des parametres de bande.

De plus, ces gaps deviennent trés asymétriques en s’agrandissant et ils n’ont pas de point
central évident. Leur position est donc difficile a définir par leur simple forme, conséquence
du fait qu’ils correspondent a I'extrémité d’une bande chevauchant une autre bande. Bref,

du point de vue de leur forme, ils sont tres différents d’un gap supraconducteur.

Enfin, il demeure qu’a champ moyen M fixe, la position et la forme des gaps relative au

reste de la bande est indépendante du potentiel chimique; les gaps sont a remplissage fixes.

11.3  Gaps du champ moyen dFF-DW

La section 10.3 présente le modéle champ-moyen dFF-DW proposé pour décrire I’ordre
de charge observé dans les cuprates et décrit a la section 3.1. Ce dernier est caractérisé
par deux vecteurs d’onde perpendiculaires, Q, = (Q,0) et Q, = (0,Q), avec Q = 2%
variant entre 2?” et 2?" selon le matériau et le dopage considérés. L’ordre dFF-DW a donc
une nouvelle cellule périodique L? fois plus volumineuse que la maille élémentaire originale.
En conséquence, la zone de Brillouin réduite est L? fois plus petite que I’originale et la
dispersion &y se sépare donc en L? nouvelles bandes E,;. Par exemple, avec Q, = (2?”, 0)
et Q, = (0, 1) 1a maille périodique a 9 sites, ce qui méne donc 4 9 nouvelles bandes. On
comprend alors que Q, = (%271, 0)etQ, = (0, %271) meénent a 100 bandes, et que le cas
purement incommensurable, c’est-a-dire Q irrationnel, méne a un nombre infini de bandes.
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Figure 16. Positions des gaps en deux dimensions dans I’ordre dFF-DW avec Q, =
(Q,0) et Q, = (0,Q) pour les paramétres de bande (', t") = (-0.3£,0.2¢) dans
la zone de Brillouin originale. Les rectangles blancs dénotent la zone de Brillouin
réduite. (a-b-c-d) pour Q, seulement, (e-f-g-h) pour Q, et Q,, (a-e) pour Q = 2m/2,
(b-f) pour Q = 27/3, (c-g) pour Q = 27/4, (d-h) pour Q = 27/5. Les couleurs
dénotent «I’ordre» des croisements, c’est-a-dire : les points de croisement k. sont
des solutions de &(k.. ) = E(ke. + nQ, + mQy), en rouge pour # + m = 1, en noir
pour n + m = 2, en bleu pour n + m = 3 eten cyan pour n + m = 4.

(e) (f) (g) (h)

=

Autrement dit, plus L est grand, moins k est un bon nombre quantique (celui de la zone
de Brillouin originale). C’est le résultat attendu d’un systéme qui brise I'invariance sous

translation.

A L fini, la position des gaps est fixée en k. Toutefois, contrairement aux paraboloides
k2
2m
pas qu’aux plans de Bragg du super-réseau. La figure 16 illustre les points de croisement,

et % de la théorie de Bloch, les fonctions périodiques &(k) et £(k+ Q) ne se croisent

solutions a I’équation &(k) = {(k + nQ); ce sont les points auxquels s’ouvrent des gaps. La
plupart concordent avec les plans de Bragg du super-réseau, car en premiére approximation,
le minimum de &(k) en k = 0 est parfaitement analogue a un paraboloide de la théorie
de Bloch. Toutefois, d’autres points de croisement peuvent apparaitre, associés aux autres
extrema de &(k). Les cercles visibles aux figures 16(c) et (d) en sont des exemples; ils sont
associé 2 un minimum local trés plat a (£7,0), le col étant dédoublé pour les paramétres
de bande choisis. Bref, la position exacte des nouveaux points de croisement dépend du
vecteur Q, mais aussi des paramétres de bande; ¢, t/, etc. Il est possible de tous les retrouver

aux plans de Bragg du super-réseau; c’est le cas aux Fig 16(a), 16(b) et 16(e), mais ce n’est
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Figure 17. Densité d’états en champ moyen dFF-DW bidirectionnel. A toutes les
valeurs de champ moyen ¢, les gaps apparaissent loin du niveau de Fermi (w = 0).
Les paramétres de bandes sont (#'t') = (-0.3,0.2), le dopage est fixé a p = 0.12
et w est donné pour ¢t = 250 meV. (a) Cas des vecteurs d’onde Q = (271%, 0) et
Q= (o, 271%) qui sépare la dispersion en trois. Les petits rectangles noirs en abscisse
dénotent les énergies correspondantes aux remplissages 1 et % pour le cas tg = 0.6.
(b) Méme chose pour le cas Q, = (273, 0) et Q, =(o, 272), donnant des résultats
trés similaires qui montrent que 'incommensurabilité a peu d’impact.

pas le cas en général. Quoi qu’il en soit, ces points de croisement demeurent indépendants

du potentiel chimique ou de I'amplitude du champ moyen. Bref, les gaps sont fixés en k.

Malgré la multitude de points de croisements ol s’ouvrent des gaps, le systéme est décrit
par une matrice L% x L? et il est donc contraint a donner seulement L? bandes distinctes. De
plus, certaines de ces bandes sont équivalentes, car les vecteurs d’onde Q, et Q,, ont des effets
symétriques sur la dispersion originale, cette derniére étant invariante sous changement

ky <> k. La densité d’états ne se séparera donc pas nécessairement en L.

La figure 17 montre deux exemples de densité d’états obtenus en champ moyen dFF-DW.
Les vecteurs d’onde Q = 271% etQ = 271% produisent des résultats trés similaires, ce qui
indique que 'incommensurabilité a peu d’importance. Cela indique que les 100 bandes du
cas Q = 271% sont configurées de facon similaire aux 9 bandes du cas Q = 271%. Aty =0.6,
les gaps ducas Q = 271% sont complets et séparent la densité d’états en trois parties distinctes.

. . , . . . 1 2 .
De petites barres grises marquent les énergies auxquelles le remplissage serait de 3 et £ si on
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Figure 18. Densité d’états en champ moyen dFF-DW unidirectionnel. Exception a
la regle, pour ¢ = 0.6, un gap apparait au niveau de Fermi (w = 0). Les parametres
de bande sont (#'t') = (-0.3,0.2) et le dopage est fixé & p = 0.12. Un seul vecteur
d’onde Q = (273, 0) est utilisé.

y mettait le niveau de Fermi. Les gaps complets y tombent précisément, n’y laissant que la

densité d’états provenant de I’élargissement da a #. Pour le cas Q = 271%, les gaps sont un
peu a I’écart des remplissages % et %, conséquence de 'incommensurabilité. La position des

gaps complets n’en demeure pas moins fixée, le remplissage au gap est simplement différent.

Le résultat important de la figure 17 est que tous les gaps de ’ordre dFF-DW apparaissent

loin du niveau de Fermi, méme a champs moyens élevés.

La figure 18 montre I’exception a cette régle, pour le cas unidirectionnel, c’est-a-dire
avec Q, = (Q,0) seulement. Un grand gap (~ 0.5 eV) trés asymétrique atteint le niveau de
Fermi pour p = 0.12. L’explication est simple. L’ordre unidirectionnel laisse les énergies
propres inaltérées en y. Elles ont donc toute la largeur de bande due a la dispersion en y
(~ 4t) pour se chevaucher. Les gaps sont donc partiels méme a de trés grandes valeurs de
champ moyen, ce qui peut les mener trés loin des dopages prescrits par le vecteur Q utilisé.
Un tel gap n’apparait au niveau de Fermi qu’en s’étendant d’une énergie plus basse ou plus

élevée.

11.4 Role des ondes de densité pour le pseudogap

En résumé, un gap d’onde de densité est fixé en k. Lorsqu’il est total, il n’apparait au niveau
de Fermi que pour un remplissage précis, déterminé par le vecteur d’onde Q. Lorsque le
gap est partiel, il est trés asymétrique, car il correspond a ’extrémité d’une bande qui en
chevauche une autre. Sa position en énergie est alors fortement dépendante de la structure de
bande; elle correspond a I’énergie pour laquelle le vecteur d’onde Q s’emboite parfaitement
(au sens de nesting) dans la dispersion. Pour ’ordre dFF-DW, tous les gaps obtenus étaient

loin du niveau de Fermi, excepté pour le cas unidirectionnel, oit un champ moyen tres fort
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était nécessaire. En supposant que le champ moyen diminue avec la température, on s’attend

donc a ce que ce gap quitte le niveau de Fermi avant de se fermer completement.

Le pseudogap se retrouve toujours exactement au niveau de Fermi, a toutes les tem-
pératures. On peut donc en déduire qu’il se forme précisément au niveau de Fermi. Il est
parfois de forme tres asymétrique, mais il est centré & w = 0 (voir expériences STM de la
figure 7). Les ondes de densité observées dans les cuprates correspondent a ’ordre dFF-
DW avec les mémes vecteurs d’onde Q que ceux étudiés dans cette section et la condition
d’emboitement a été écartée par 'expérience [79]. Comme le champ moyen dFF-DW ne
cause pas de gap centré au niveau de Fermi, on peut conclure que ces ondes de densité ne

sont pas responsables de I’ouverture du pseudogap dans les cuprates.

Cette conclusion est limitée aux ondes de densité ayant des vecteurs Q constants. Un
vecteur d’onde variant dans la zone de Brillouin, Q(k) comme dans les travaux de Patrick
Lee [81] et ceux de Catherine Pépin [82], ou encore une distribution continue de vecteurs
d’onde, HPW = [ d’q t(q)clt +qSK meéneraient assurément a des résultats différents. De telles
configurations en Q correspondent a des structures inhomogenes dans I’espace rappelant le
désordre observé en STM. Il s’agit la d’un aspect du probléme qui dépasse la portée de cette

these.

12 Ondes de densité et sous-structures du gap de type d
121 Champ moyen antiferromagnétique

Les sous-structures du gap de type d les plus simples sont causées par un champ moyen
antiferromagnétique. La figure 19 montre comment ces sous-structures apparaissent et on

explique ci-dessous comment elles sont causées par le chevauchement des bandes E* et E™.

La figure 19 (a) reprend la densité d’états en champ moyen antiferromagnétique de
la figure 15(f). Le champ est légérement plus fort, M = 1, pour isoler chaque portion du
chevauchement. Les cinq positions identifiées dans la figure 19 (a) correspondent aux
potentiels chimiques utilisés aux figures 15(b) a 15(f). Lorsque le potentiel chimique est sous
la zone de chevauchement (figure 15(b)), et qu’on ajoute la supraconductivité de type d, le
gap s’ouvre dans la pochette de trous seule. Le gap a alors la forme en «V>» caractéristique
d’un gap de type d. Lorsque les pochettes d’électrons apparaissent (figure 15(c) et 15(d)), le
gap présente deux paires de pics de cohérence; comme deux gaps en «V>» 'un dans I’autre.
Le plus petit des deux gaps constitue ce qu’on entend par «sous-structure». Enfin, lorsque

la pochette de trous disparait (figure 15(e) et 15(f)), la sous-structure disparait également.
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Figure 19. Sous-structures du gap supraconducteur de type d en présence
d’antiferromagnétisme (a) Densité d’états pour (¢, ") = (-0.3,0.2) et y = 0. La
ligne pale indique la densité d’états sans champ moyen (M = 0), la ligne foncée est
pour un champ moyen antiferromagnétique M = 1. Les lignes pointillées indiquent
les contributions des bandes E* et E~ dans le cas M = 1. Cinq points sont identi-
fiés sur la courbe foncée, correspondant aux potentiels chimiques utilisés pour les
autres panneaux. (b-f) Surfaces de Fermi et densités d’états pour M = 1 en coexis-
tence avec un champ moyen supraconducteur de type d avec A = 0.03. Chaque
panneau correspond un potentiel chimique ¢ donné : (b) y = —1.25 tombant sous
la zone de chevauchement des bandes E* et E, (c) p = —1.00 au début de la zone
de chevauchement, (d) 4 = —0.60 au centre, (e) y = —0.20 a la fin, et (f) y = 0.05
au-dessus. Dans chaque cas, le champ moyen supraconducteur est de type d avec
A

A(k) = 5 (cosk, —cosk,). L’abscisse est donnée en énergie en prenant ¢ = 250 meV.

50

Le gap restant ressemble alors davantage a un gap de type s en «U» qu’a un gap de type d

en «V>». Pourtant, dans chaque cas, le champ moyen supraconducteur est bien de type d.

Un gap supraconducteur ne s’ouvre qu’a la surface de Fermi. Or, puisque le gap de type

d est modulé par le facteur de forme cos k, — cos ky, la position en k de la surface de Fermi

est particuliérement déterminante pour la taille et la forme du gap dans la densité d’états.

La figure 20 montre le gap sur la surface de Fermi avec et sans le champ moyen an-

tiferromagnétique. Le dopage est choisi afin d’obtenir a la fois des pochettes de trous et

d’électrons. Sans champ moyen, on retrouve la forme en «V» habituelle du gap de type

d : la portion antinodale de la surface de Fermi, prés de (0, ) et (7,0), ot le gap sature,
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(@) |%(coskx—cosky)| w N(w) (b) |%(coskx—cosky)|

(0,0)

Figure 20. Origine des sous-structures de gap. Valeur du gap |%(cos ky —cosky)l,
avec A = 0.03, aux vecteurs krp de la surface de Fermi avec la densité d’états corres-
pondante pour : (a) dispersion simple, £(k) = 0, et (b) avec champ moyen antifer-
romagnétique, E* (k) = 0 et E”(k) = 0 pour M = 1. Les paramétres de bande sont
(', ") = (-0.3,0.2) et le potentiel chimique est u = —0.75. Les pics de cohérence
communs aux deux cas viennent de la portion antinodale, prés de (0, 7) et (7, 0),
ou la valeur de cos kx — cos k, sature. La sous-structure obtenue en champ moyen
antiferromagnétique correspond au gap de type d de la pochette de trous seule.

produit les fameux pics de cohérence. La portion nodale, elle, pres de (5, 5 ) produit le «V»
caractéristique. Avec le champ moyen antiferromagnétique, cependant, la surface de Fermi
est divisée. La pochette de trous occupe seule la portion nodale et la pochette d’électrons la
portion antinodale. On voit maintenant d’ ot vient la sous-structure : en se refermant, la
pochette de trous produit une nouvelle zone de saturation pour la valeur du gap, et génére
ainsi ses propres pics de cohérence, alors que les pochettes d’électrons produisent les pics
de cohérence extérieurs. On comprend aussi que, sans la pochette de trous, le gap n’a plus
de contribution nodale qui cause la forme en «V», ce qui explique pourquoi le gap de la

figure 19(f) est en «U>» plutdt qu’en «V».

Malheureusement, cette explication des sous-structures de gap en champ moyen antifer-
romagnétique est limitée. Premierement, elle suppose que la surface de Fermi reste intacte a
I'ouverture du gap supraconducteur, alors qu’en réalité, ce dernier peut déformer les valeurs
propres de ’onde de densité. Une simple analyse de la surface de Fermi avant I’ouverture
du gap est alors trompeuse pour déterminer la densité d’état. En conséquence, bien que les
calculs de densité d’états présentés ici soient valides pour toutes valeurs de M et D, I'analyse
dela figure 20 n’est valide que pour A << M. Pour analyser la densité d’états du cas limite op-
posé, c’est-a-dire avec M < A, mieux vaudrait considérer la reconstruction par Q = (7, )
des bandes supraconductrices E (k) = \/m plutdt que I'ouverture d’un grand gap
supraconducteur sur une surface de Fermi marginalement reconstruite. Deuxiemement,
pour une valeur de Q générale, il peut y avoir ambiguité sur la valeur du gap de type d a
utiliser pour produire une figure comme la figure 20(b). Dans le cas antiferromagnétique, il
n’y a pas d’ambiguité car la valeur du gap %(cos ky — cosk,), est la méme pour k et k + Q.

En général, toutefois, les énergies propres d’'une onde de densité sont définies dans une
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zone de Brillouin réduite beaucoup plus petite, et la valeur de %(cos ky — cosk,) n’est pas
la méme pour k et k + Q. Difficile, alors, de produire une image comme la figure 20 car
une méme portion de la surface de Fermi dans la zone de Brillouin réduite serait associée
a plusieurs valeurs de gap dans la zone de Brillouin originale. La solution a ce probleme
est probablement de considérer la distribution du poids spectral dans la zone de Brillouin
originale, mais cette idée n’a pas été explorée suffisamment pour conclure. On gardera sim-
plement en téte que la surface de Fermi est révélatrice, mais insuffisante pour comprendre

toutes les sous-structures du gap de type d en présence d’ondes de densité.

12.2 Champ moyen dFF-DW et ssPDW

Dans les cuprates, le gap supraconducteur coexiste avec I’ordre dFF-DW. La figure 21 montre
les gaps supraconducteurs pour les neuf cas obtenus en combinant les parametres de bande
(t',t") =(-0.33,0.3), (¢, t"") = (-0.3,0.2) et (¢, t", t"", t"""") = (-0.51,0.07, -0.05, —0.06)
avec les vecteurs d’onde Q = %T”, Q= 271% etQ = %” En plus de I'ordre dFF-DW (en
rouge), I'ordre de densité de paires s’'PDW mesuré en STM [96] est aussi considéré aux

mémes vecteurs d’onde (en bleu) ainsi que la combinaison des deux (en vert).

Les ordres dFF-DW et s'PDW causent plusieurs déformations dans le gap de type d.
Ces déformations sont au moins autant influencées par la structure de bande en jeu que
par le vecteur d’onde utilisé. Elles varient d’un cas a ’autre sans tendances claires. On
retrouve des pics de cohérence réduits (figure 21(b), 21(c), 21(f), et 21(i), courbes vertes), des
changements de la taille du gap (figure 21(b), 21(f) et 21(i), courbes rouges), et dans certains
cas peu ou simplement pas de déformations (figure 21(a), 21(d), 21(g), et 21(h), courbes

rouges et vertes).

L’ordre s'PDW cause parfois I’apparition d’un petit pseudogap au niveau de Fermi.
C’est le cas aux figures 21(b), 21(f) et 21(i) pour I'ordre s"PDW seul (courbes pointillées
bleues). Ce gap est causé par les processus de diffusion d’ordre élevé permis par notre calcul
exact. Il correspond a un gap supraconducteur a Q = 0. Il apparait aussi dans la coexistence
entre dFF-DW et s"PDW, dont les processus hybrides aident la formation. On le voit dans
tous les panneaux de la figure 21 pour la coexistence des ordres dFF-DW et s’'PDW sans
le champ moyen supraconducteur de type d (courbes pointillées vertes). Toutefois, pour
que ce gap atteigne la taille observée du pseudogap, il faudrait que les champs moyens
dFF-DW et s"PDW soient beaucoup plus grands que le champ moyen supraconducteur
(tq > A et Aq > A), alors que les expériences suggerent des valeurs comparables [157].

Cette possibilité n’a donc pas été explorée davantage.
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Figure 21. Déformations du gap de type d en champ moyen dFF-DW et s'PDW.
Les lignes pleines et pointillées sont les densités d’états respectivement avec et sans

supraconductivité. Elles sont présentées sans onde de densité en noir, avec I’ordre dFF-

DW en rouge, avec ’ordre s'PDW en bleu, ou avec les deux en vert. Les panneaux (a),
(b) et (c) sont obtenus pour le vecteur d’onde Q = %”; (d), (e) et (f) pour Q = 271%,

et (g), (h) et (i) pour Q = 23—” Perpendiculairement, (a), (d) et (g) correspondent aux
paramétres de bande (¢',t") = (-0.33,0.3); (b), (e) et (h) : (¢, ") = (-0.3,0.2); et
(0), (F) et (i) : (£, ", ", ") = (~0.51,0.07, —0.05,—0.06).

Enfin, il faut souligner tout particuliérement les sous-structures du gap supraconducteur
de type d obtenues en présence de I’ordre s"PDW (courbes bleues). Ces sous-structures sont
les plus semblables aux observations expérimentales, en particulier celles de la figure 10.
Des sous-structures peuvent aussi apparaitre en présence de I’ordre dFF-DW (figure 21(b),
courbe rouge), mais elles ne se comparent pas aussi bien a I’expérience. Il est donc plausible
que les vortex amplifient les ondes de paires de I'ordre s’'PDW, comme prédit dans les
travaux d’Agterberg et Garaud [90], et que celles-ci soient responsables des sous-structures,

comme calculé ici.

Les champs moyens dFF-DW et s’PDW a longue portée utilisés ici doivent probable-
ment étre vus comme des approximations locales. En effet, les spectres expérimentaux
de la figure 10 varient de position en position en présentant une variété de déformations

étonnamment similaires a celle de la figure 21. Hypothétiquement, on pourrait peut-étre
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Figure 22. Surfaces de Fermi en champ moyen dFF-DW et s’PDW Obtenues pour
les mémes systémes que les densités d’états de la figure 21, (a)-(i) en rouge pour le
champ moyen dFF-DW seul et (j)-(r) pour le champ moyen s’"PDW seul.

assigner a chaque position une combinaison de parametres de bande, de vecteurs d’onde et
d’amplitudes champ-moyens pour obtenir un accord quantitatif avec les spectres mesurés. >
Vu le nombre de parametres libres, cette hypothése n’a pas été poursuivie. Toutefois, sa
plausibilité illustre la viabilité des champs-moyens dFF-DW et s’'PDW & longue portée

comme approximations locales des ordres a courte portée présents dans les cuprates.

Une telle interprétation locale clarifie aussi la portée des surfaces de Fermi obtenues a
la figure 22. Ces derniéres sont pour les mémes champs moyens dFF-DW et s'PDW qu’a la
figure 21. De telles surfaces de Fermi n’ont jamais été observées en ARPES, probablement
a cause de la courte portée des ondes de densité expérimentales. Cependant, les surfaces
de Fermi de la figure 22 aident a comprendre la diversité des déformations obtenues a la
figure 21. En effet, aucune portion de la surface de Fermi n’y est complétement effacée par un
gap, ce qui est cohérent avec les résultats de la section précédente, montrant qu’aucun gap
n’apparait au niveau de Fermi sans supraconductivité (figure 17). A la place, chacune de ces
surfaces de Fermi présente une multitude de pochettes de trous et d’électrons. Considérant
I'explication des sous-structures présentées a la figure 20 de la section précédente (et gardant
en téte ses limitations), on comprend comment cette multitude de pochettes peut mener a

la multitude de sous-structures obtenues dans les gaps de types d correspondants.

2. Une telle approximation se voudrait dans la lignée de ’approximation du cristal virtuel [158, 159]
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Figure 23. Densité d’états pour des combinaisons de champs moyens SC, AF, dFF-
DW et s’PDW (a) Mémes résultats qu’a la figure 19(b), montrant que le gap supra-
conducteur dans le gap partiel AF peut étre interprété comme un double gap. (b)
Densité d’états sans la supraconductivité, pour les ordres dFF-DW et s’"PDW dont les
vecteurs d’onde Q, et Q, s’emboitent dans la surface de Fermi. (c) Densité d’états
avec la supraconductivité coexistant avec les ordres dFF-DW et s’'PDW. La légende
est la méme que celle de la figure 21 : les lignes pleines et pointillées sont les densités
d’états respectivement avec et sans supraconductivité de type d. Elles sont présentées
sans ondes de densité en noir, avec I’ordre JFF-DW en rouge, avec I’ordre s’'PDW en
bleu, ou avec les deux en vert. (d) Surface de Fermi en champs moyens AF et dFF-
DW coexistants, montrant que I’emboitement des vecteurs d’onde Q, et Q, cause
Peffacement d’une portion de la surface de Fermi antiferromagnétique. (e) Surface
de Fermi en champs moyens AF et s’'PDW coexistants, montrant que ’emboitement
de 'onde de densité de paires ne cause pas d’effacement.

12.3 Pseudogap de type AF avec ondes de densité

Malgré que les ordres dFF-DW et s’'PDW soient observés en STM, la section 11.4 montre
qu’ils ne causent pas de pseudogap dans la densité d’états. Ce dernier est donc un phénomeéne
additionnel et on doit s’intéresser aux résultats de sa coexistence avec I’ordre dFF-DW et
s’"PDW. Notamment, comme les vecteurs d’ondes de densité observés ne s’emboitent pas
dans la surface de Fermi originale, une hypothese courante est qu’ils s’emboiteraient plutot
dans la surface de Fermi déja modifiée par le pseudogap [79, 160]. Cette section présente

quelques prédictions d’une telle hypothese.
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La section 9 suggére de réduire les théories phénoménologiques du pseudogap a deux
catégories : celles inspirées de I’ordre supraconducteur de type d (type SC) et celles inspirées
de ordre antiferromagnétique (type AF). Comme la section précédente traite déja de la
coexistence entre les ordres dFF-DW, s'PDW, et la supraconductivité de type d, on ne
s’intéresse ici qu’au deuxieme type : les pseudogaps de type AE. On présume donc que les
résultats devraient étre représentatifs des théories YRZ (section 14.4) et FL* U(1) [156], par

exemple.

L’ordre antiferromagnétique et ses gaps sont bien décrits a la section 11.2. Le pseudogap
le plus plausible dans ce systéme est le gap partiel retrouvé pour p = —1.25 a la figure 19(a).

L’ajout d’un gap supraconducteur a ce pseudogap est déja illustré a la figure 19(b).

Le méme systéme est repris a la figure 23 avec ’ajout des ordres dFF-DW et s'PDW.
Ce modele montre trois possibilités supplémentaires pour expliquer le double gap observé
en STM. Premiérement, la figure 23(a) reprend les résultats exacts de la figure 19(b) pour
souligner que le gap de type d apparaissant dans le pseudogap AF peut étre vu comme
un double gap en soi : le grand gap serait le pseudogap et la sous-structure serait le gap
supraconducteur. Ce scénario explique difficilement les sous-structures apparaissant dans les
coeurs de vortex, ol la supraconductivité est supprimée. Deuxiémement, a la figure 23(b), les
vecteurs d’onde de I'ordre JFF-DW s’emboitent dans les pochettes de trous du pseudogap.
Un gap partiel provenant de I’ordre dFF-DW apparait alors exactement au niveau de Fermi,
dans le pseudogap AF, formant aussi un double gap (courbe pointillée rouge). D’ailleurs,
la figure 23(d) montre la surface de Fermi correspondante, ot une portion de la pochette
de trous est effacée. Ce scénario explique bien les sous-structures des coeurs de vortex,
mais pas celle a champ nul, comme expliqué au paragraphe suivant. C’est aussi le spectre
attendu a fort champ magnétique, lorsque la supraconductivité est completement supprimée,
supposant que ’ordre de charge coexiste alors seul avec un pseudogap de type AF. L’ordre
s"PDW aux mémes vecteurs d’onde, pour sa part, ne cause pas de gap au niveau de Fermi. En
effet, a la figure 23(e), on voit qu’au lieu d’effacer certains segments de la surface de Fermi,
I’emboitement de I’onde de paires les sépare plutdt en deux. > Troisiemement, toujours a la
figure 23(b), quand les ordres dFF-DW et s’'PDW coexistent (courbe verte pointillée), un
autre gap peut s’interpréter comme une sous-structure du pseudogap AFE. Ce dernier est un
gap supraconducteur homogene venant des processus de diffusion d’ordre élevé, comme

ceux mentionnés plus haut.

La figure 23(c) présente finalement le cas ot tous les ordres coexistent. On ne trouve alors

pas un double gap, mais plutét une multitude de déformations de la densité d’états. C’est

3. Les gaps d’une onde de paires correspondent aux anticroisements de & avec —&_x_q, menant & une
dynamique bien différente de celle des ondes de charge.
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un résultat problématique pour les pseudogaps de type AE En effet, d’une part, aucune des
trois possibilités présentées n’offre un accord avec les résultats expérimentaux de la figure 10
aussi impressionnant que les gaps supraconducteurs de la figure 21. D’autre part, les trois
cas précédents ont le probleme important qu’aucun ne combine un gap supraconducteur et
les ondes de densité observée en STM. En fait, lorsque tous les ingrédients sont réunis, a la
figure 23(c), la densité d’états obtenue ne ressemble plus aux observations expérimentales.
Si ces ordres sont bien distincts dans les expériences, cela suggeére qu’ils ne coexistent pas a

I’échelle microscopique.

13 Récapitulatif

Rappelons que, dans ce chapitre, le pseudogap référe au spectre observé en STM a basse
température dans les coeurs de vortex et dans les échantillons sous-dopés, et que ce dernier
n’est pas nécessairement associé a la température T*. A la section 11, nous avons déterminé
que les gaps d’onde de densité sont fixés en k et que pour une valeur de Q donnée, le gap total
n’apparait au niveau de Fermi qu’a un remplissage donné. Autrement, il est asymétrique et
sa position en énergie dépend fortement de la structure de bande. Le gap ne se retrouve a
I'énergie de Fermi qu’en cas d’emboitement, et pour la bande H, de I’équation (13), cette
condition a été écartée par I’expérience [79]. Les ondes de densité sont donc de mauvais

candidats pour expliquer le pseudogap.

Enfin, les résultats de la section 12 permettent de conclure qu’en ce qui concerne les sous-
structures du gap observé en STM, les théories de type SC en combinaison avec des ondes de
densité s’accordent mieux aux expériences que celles du type AF en combinaison avec des
ondes de densité. Loin de signifier que le pseudogap est un état supraconducteur, cela suggere
toutefois que le pseudogap n’est pas complétement distinct de I’état supraconducteur; I'un se
muterait peut-étre en 'autre et vice versa [82, 151, 152]. Une chose est certaine, un pseudogap
de type AF explique mal les structures spectrales observées en STM, ce qui constitue une

lacune importante pour ce type de modeles.



CHAPITRE IV

TRANSPORT DANS LE PSEUDOGAP

Ce chapitre présente les trois théories phénoménologiques du pseudogap utilisées par
Storey [109] et Eberlein [110] pour reproduire les résultats expérimentaux du nombre de Hall :
le modele AF, le modeéle sAF et la théorie YRZ. Les éléments distinctifs de chaque modele
sont présentés séparément aux sections 14.1, 14.2, 14.4 suite a quoi la définition des modeéles
est donnée dans un formalisme unifié a la section 15. On présente aussi un modele d’ondes
de densité de spin incommensurables colinéaires (section 14.3). Ce dernier ne permet pas
de reproduire aussi bien I'expérience, mais permet d’isoler le point commun faisant la force
des trois modeles précédents : ils divisent la dispersion en deux bandes exactement. On
établit ensuite les prédictions de ces trois modeéles pour deux autres quantités mesurables
dans les mémes conditions que le nombre de Hall : la chaleur spécifique et le coefficient
Seebeck. Ces prédictions permettent de souligner I'importance de pochettes d’électrons

anti-nodales présentes dans ces modéles.

14 Théories phénoménologiques du pseudogap

14.1 Mode¢le AF

Le modele AF de Storey [109] est exactement le méme qu’a la section 8.1, a ’exception de la
valeur du champ moyen M qui change en fonction du dopage : M — M(p). Cependant,
pour inclure le modéle AF au formalisme unifié de la section 15, on doit lui apporter deux

simplifications :
fk M C
HAF = Z o kt ], (67)
keBZ( K k+Q’T) M &a) \Griqn

La premiére est de ne considérer que le bloc de spin up et la deuxiéme est de ramener la
somme sur k a la zone de Brillouin originale plut6t que la zone de Brillouin réduite. Ces

deux modifications se compensent. En effet, la seule différence entre le spin up et le spin

64
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down est le signe du champ moyen, menant donc aux mémes valeurs propres Ey dans la
zone de Brillouin réduite. On peut donc travailler avec les spins up seulement, et multiplier
le nombre d’états par deux pour compter le spin down. Plut6t que de multiplier par deux
explicitement, toutefois, on utilise le fait que la zone de Brillouin originale contient deux fois
les mémes états, car Ey a la périodicité de la zone de Brillouin réduite. Les états en dehors

de la zone de Brillouin réduite comptent donc comme les états de spin down.

14.2 Modéle sAF

L’hamiltonien champ-moyen de ’onde de densité de spin incommensurable spirale, ou

antiferromagnétisme spiral, est constitué d’opérateurs CI)TCI.) , contenant les deux spins :
HEAF => MeiQrcchr)l +ch. (68)
r

= ; MC£+Q,TCk,L + c.h. (69)

Exceptionnellement, il n’est donc pas un cas particulier du hamiltonien (42). En combinai-

son avec la bande Hy, il fournit le point de départ au modeéle sAF d’Eberlein [110, 161] :

AF _ t ot o M ‘K,
Hy + Hg, _;(Ck,T Ck+Q,¢)( )( t ), (70)

M £k+Q Ck+Q,L

ou Q est incommensurable et dépend du dopage selon Q(p) = (7 - 27p, m) [110, 162] et ot
la somme sur k est sur toute la zone de Brillouin originale. Puisque I’hamiltonien (70) couple
les spins up et down, les contributions de ces derniers au poids spectral sont différentes, et

il faudra les compter séparément, contrairement au modele AF.

Prendre Q = (7, ) dans 'hamiltonien (70) ménerait aux mémes valeurs propres
que pour le modéle AF. L’antiferromagnétisme serait toutefois dans le plan, c’est-a-dire
perpendiculaire a I’axe de quantification du spin. L’orientation de cet axe n’a cependant
pas d’importance, et donc le modele AF pourrait étre formulé comme un modéle sAF
a Q = (m, 7). L’inverse n’est pas vrai : le modéle sAF ne correspond pas au modele AF
incommensurable avec Q(p) = (7 — 27p, ). Cest ce qui distingue 'antiferromagnétisme
incommensurable spiral de I'antiferromagnétisme incommensurable colinéaire, comme

briévement expliqué a la section suivante.
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14.3 Onde de densité de spin incommensurable colinéaire

Dans le cas spiral de la section précédente, c’est ’orientation du spin et non sa densité qui
oscille de maniére incommensurable avec le réseau [161]. Pour cette raison, utiliser une

matrice 2 x 2 avec un vecteur d’onde Q incommensurable n’est pas une approximation.

Dans le cas colinéaire, toutefois, c’est la densité de spin qui oscille, et donc la taille
de la matrice dépend du vecteur d’onde comme expliqué a la section 10.5. Le modéle
considéré pour étudier cette différence est identique a I’hamiltonien de champ moyen anti-
ferromagnétique (17), mais on ' utilise avec le vecteur d’onde Q = (7 + %”, 1) correspondant
approximativement a celui observé expérimentalement a p ~ 0.166 dans LSCO [163]. Il doit
alors étre traité dans la représentation matricielle générale de la section 10.5 comme un cas
particulier du hamiltonien (42) avec Eors 2 ,0,0 = oM. Il méne a six énergies propres non

dégénérées.

14.4 Théorie Yang-Rice-Zhang (YRZ)

Le point de départ de la théorie Yang-Rice-Zhang [119] n’est pas un hamiltonien, mais plutot

un ansatz pour la partie cohérente de la fonction de Green :

Y% () = , gt(p|)A£G(p)|2 + Gine. (71)
w — fk(p) - W—fﬁ(P)

Cette derniére fait intervenir une dispersion renormalisée par les facteurs de Gutzwiller :

& (p) = ~(g1(p) + £ 9:(p)) - 2t(cos(kya) + cos(kya))
- gi(p) - 2t'(cos(kya + kya) + cos(kya — k,a))
- gi(p) - 2t" (cos(2kya) + cos(2kya)) — u, (72)

ou g¢(p) = i—'} et %d gs(p) = (?f??z sont les facteurs de Gutzwiller standards et dépendent
du dopage . Ces facteurs servent a simuler la perte du caractére métallique de la bande a
I'approche de Iisolant de Mott [164]. Bref, alors que I’équation (14) correspond & une bande

sans interaction, I’équation (72) représente la bande aplatie d’un isolant de Mott dopé.

1. Notons que les parametres utilisés par Storey [109] dans son modéle AF sont les parameétres modifiés
par les facteurs de Gutzwiller du dopage p = 0.15, qu’il utilise toutefois a tous les dopages.
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L’ansatz (71) fait aussi intervenir la dispersion :

&(p) = 2t(9u(p) + ¥ g:(p)) (cos(kx) + cos(ky)), (73)

qui coincide avec le premier terme de —fﬁ (p) et qui ouvre le gap a la surface dite «umklapp»
de la théorie YRZ. De plus, & (p) correspond aussi au premier terme de fiir (1) (p), et
la surface umklapp correspond a la frontiere de la zone de Brillouin antiferromagnétique,

expliquant la ressemblance avec le modéle AF.

La théorie YRZ couple les dispersions &/ (p) et &) (p) avec un champ moyen a facteur

de forme de type d qui décroit avec le dopage entre 0 < p < 0.2:

3t
AZE(p) = 5 (cos(ks) = cos(ky)) (0.2 - p). (74)
Sa valeur maximale est donc aux antinoeuds, Al()gﬂ) = _Ai?,o) =3t(0.2 - p). Toutefois, avec

les facteurs de Gutzwiller qui aplatissent la bande, la taille relative du gap par rapport a la

largeur de bande est amplifiée.
Enfin, ansatz (71) peut aussi étre obtenu de la matrice hamiltonienne suivante :

~AYRZ fﬁ AiG(P)
Her ‘(Af:G(p) g ) 7

La fonction de Green associée, G (w) = [w — H'**]™", a comme premier élément :

1

[Gr(w)]n = (76)

N
Ek(p) w—fﬁ(p)

Comparé a (71), il ne manque que le facteur de renormalisation g;(p) qui soustrait le poids
de la partie incohérente; G\ (w) = g¢( P)[Gr(@)]u + Gine.. Dans ses travaux sur I’effet
Hall [109], Storey a montré qu’il fallait ignorer ces deux éléments pour obtenir une bonne

comparaison avec ’expérience. On fait la méme chose ici.
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15 Formalisme unifié des modeles AF, sAF et YRZ

15.1 Hamiltonien et valeurs propres

On utilise un formalisme hamiltonien 2 x 2 [165, 166, 164] pour unifier les trois modéles
précédents : le modeéle AF [109], le modéle sAF [110], et le modéle YRZ [109]. Toutes les

différences entre les modéles sont mises en évidence au tableau 2. L’hamiltonien est :
H=Y Y HY,. (77)
Kk

+

t CO
Clp dk) et la matrice :

; T
avec le spineur ¥, = (

(78)

Hk_(<$k(1>) Mk(P))‘
M(p) E&(p)

Dans chaque modele, Cltr crée un électron de vecteur d’onde k et de spin up et la somme
sur k est sur la zone de Brillouin originale. Cependant, les modeéles ont des opérateurs dli et

des dispersions & (p) et & (p) différents, définis au tableau 2.

Inspiré de la théorie YRZ, le paramétre d’ordre de chaque modeéle My (p) décroit avec

le dopage et s’annulea p* = 0.2:

My - (p* - our0< p< p*
Mi(p) = Ok (p"-p) p p<p 79)

autrement.

Les modéles ont diftérents My donnés au tableau 2. Les valeurs de My sont choisies pour
produire des rapports entre le gap et la largeur de bande comparables d’'un modele a I’autre.

Ces derniers sont illustrés a la figure 24 pour les trois modeles.

Une transformation unitaire Uy donne accés aux valeurs propres E,y = [Ul’;Hk Uk]nn
du hamiltonien (78). On utilisera aussi la notation Ej avec la dépendance en dopage laissée

implicite a partir de ce point :

Fi -

e (&—q

2
5 > ) + M. (80)

Les quasi-particules correspondant aux états propres sont gouvernées par I’opérateur de
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o
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Mo, (P)
Erm—¢(0.0)

0 |
0 0.1 0.2

dopage p

Figure 24. Rapport entre gap et largeur de bande dans les modéles AF, sAF et YRZ
calculé en fonction du dopage dans les modéles AF et sAF (en rouge) et dans la théorie
YRZ (en bleu). Le rapport est A,y (P)/(&(n,7)(p) — €(0,0)(P))- Le gap s’annule a
p* =0.2. Dans les modéles AF et sAE, My (p) = 12t(p* — p) et la largeur de bande
est 8t, le ratio est donc 0.3 — 1.5p. Dans la théorie YRZ, le gap est de type d, il est

donc maximal pour k = (0, ), pour une valeur de Mo ) (p) = 3t(p* - p). La
2p . 0169
I+p = (l1+p)?

largeur de bande change avec le dopage comme 8#( ). Le ratio est donc

2
202-p)/(Z + ).

création alk = [Uk] et + [Uk],»d;.. La transformation associée peut étre écrite comme :

\/1 R 1, gD
. 2 —rdy2 2 2 _zd)2 2
Uy = (& fk)d+4Mk (& sz +4My (81)
_ 1 + (Ekffk)/z 1 (fkffk)/z
2 JEghrram? 2 JEaghrram?
My My
M2 +(&c—Eqx)? M2 +(&—Eqx)?
|V S VI M . (82)

\/MﬁJr(frEzk)z \/MﬁJr(frElk)z

15.2 Vitesse de Fermi

Les vitesses de groupe sont choisies pour correspondre a celles utilisées dans les travaux de
Storey [109] et d’Eberlein [110] :

1
Vik = ﬁVkEnk (83)

par opposition a %kak. Ce choix pour la vitesse est particuliérement difficile a justifier
rigoureusement [167, 168]. Storey a toutefois montré qu’il est crucial pour obtenir ’accord
expérimental avec le nombre de Hall de YBCO [104] dans le modéle YRZ. Suivant son

exemple, la vitesse des électrons de spin up est choisie comme v+ = Vi, et celle des
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électrons de spin down est donnée au Tableau 2.

Trois commentaires supplémentaires sont dignes de mention sur ce choix de vitesse.
Premierement, lorsque le gap devient arbitrairement petit, a p*, la théorie du claquage
(electric breakdown) stipule que la théorie semi-classique du transport devrait échouer [115].
Les résultats sont donc a prendre avec un bémol. Deuxiémement, la théorie semi-classique du
transport pour les électrons de Bloch en champ magnétique est enracinée dans la substitution
de Peierls ®. Or, cette derniére n’a été justifiée complétement qu’a faible champs, pour une
bande bien isolée [170]. Troisiemement et finalement, malgré ces problemes, les seules
différences obtenues entre %kak et %VkE,,k dans cette these portent sur le calcul de oy,
a t’ + 0 (voir section 16.1 pour la définition de 0xy). Ces différences viennent des termes
de masse dvy nix/0ky et Ov, ui/0k,. Bref, la recette de Storey permet de reproduire les
expériences sur le nombre de Hall, et nous la suivons pour cette raison, mais ses fondations

comportent certaines faiblesses associées a la nature multi-bande des modéles utilisés.

15.3 Poids spectral

Puisque chaque énergie propre a sa vitesse, les coefficients de transport de la section 16

demandent de calculer la contribution au poids spectral provenant de chacune d’entre elles :

\ R 1 T, R
[Ax(@))y = X0 g g (0 (84)
= > [A(w)]ij. (85)

Les indices i, j numérotent les éléments de la base du spineur \I’II = (cl‘;T dlt), I’indice n
identifie la bande, k couvre la zone de Brillouin originale et I,y est le taux de diffusion
(section suivante). Dans tous les modéles, le poids spectral des électrons de spin up est
donné par A+ = [A (@) ]u, alors que celui des électrons de spin down dépend du modéle,

comme donné au Tableau 2.

3. La substitution de Peierls est une approximation permettant d’ajouter un potentiel vecteur A(r) a
I’hamiltonien de Bloch. En général, ce probleme mene a des difficultés extraordinaires [169, 170, 171]. La
substitution de Peierls est connue sous deux formes : (i) dans I’approximation des liaisons fortes, elle consiste &
ajouter une phase d’Arahanov-Bohm au terme saut £, — paele ST A (ii) on peut aussi considérer la bande
de Bloch E, (7ik) comme un hamiltonien classique dans lequel on substitue la quantité de mouvement 7k par
sa forme covariante : Hp = E, (hk — eA(r)), menant aux équations de Hamilton % = 9 _ —+ ViEnk et ‘;—‘: =

op
9H, o . . Lo -\
SE = vak x B (les équations semi-classiques du mouvement). Les deux formes sont équivalentes; la deuxiéme

fut introduite par Onsager pour justifier le travail de Shockley expliquant les oscillations quantiques [172, 173].
Dans les deux formes, la substitution de Peierls néglige de maniére incontrdlée I'effet du champ magnétique
sur les fonctions de Wannier w, (x) associées a la bande n [170]. Il existe des corrections a la substitution de
Peierls [171, 174, 175], mais elles n’ont pas été considérées dans cette theése.
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Figure 25. Poids spectral dans les approximations 7-constant et f-isotrope.
Ax (€ = 0) aux paramétres de bande (#',t") = (-0.17,0.05), au dopage p = 0.24
(juste apres la singularité de van Hove a pyus = 0.23). La comparaison des approxi-
mations de temps de vie T constant (gauche) et de libre parcours moyen £ isotrope
(droite) montre que le cas €-isotrope amplifie le poids spectral des états antinodaux,
compensant leur plus faible vitesse.

15.4 Taux de diffusion

Encore une fois, pour suivre a la lettre les travaux de Storey [109] et d’Eberlein [110] sur
Ieffet Hall, mais aussi ceux de Kondo [176] et Storey [177] sur I'eftet Seebeck, on considere

les taux de diffusion suivants :

h
T-constant : Ix=—, (86)
2T
. at
¢-isotrope : Tk = ﬁ\vnk| +¢, (87)

o1 { = 107> empéche une diffusion nulle au col de la dispersion. Les mémes valeurs de temps
de vie 7 et de libre parcours moyen ¢ sont utilisées pour les deux bandes. Elles sont choisies
les plus grandes possible, tout en permettant I'intégration numérique des coeflicients de
transports de la section 16. La principale différence entre les deux approximations est que
¢-isotrope confére un poids spectral plus effilé aux états de faible vitesse, comme on peut le
voir a la figure 25. Cela a pour effet d’amplifier la pondération de ces états dans les intégrales

de transport.

Bien que les approximations (86) et (87) fussent largement utilisées [176, 177, 109, 178,
179, 180], les expériences suggeérent d’autres expressions pour I';i [181]. Dans le modele AF
au moins, il fut vérifié[182] que ces I',;x redonnent les résultats de Storey pour le nombre de
Hall [109].
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15.5 Dopage

Dans les modeles AF et sAF, on trouve le potentiel chimique y associé a un dopage p donné

en inversant I’équation intégrale :

d*k
p=1-% [ TS (E), (59)

ol les énergies propres E,; dépendent de u implicitement. A température nulle, le résultat

est le méme que pour la régle de Luttinger :

d’k
=1- —_— 89
P Z /Re{cnkw:o)}w (2m)? e

ol G;ll((w) =w-Ex— ilk.

Toutefois, dans la théorie YRZ, les quasi-particules créées par a;k et associées aux va-
leurs propres E, correspondent a des superpositions entre les électrons ¢ et les excitations
auxiliaires correspondants aux dl‘;. En conséquence, les équations (88) et (89) ne peuvent pas
étre utilisées et il est plutot prescrit [119] de compter les électrons avec la régle de Luttinger

suivante :

d*k

YRZ
=1-2 —,
P Re{[Gi(©=0)1u)}>0 (27)?

(90)
ou la fonction de Green est celle de I’équation (76) et dépend implicitement de y. Formelle-
ment, le dopage calculé dans la théorie YRZ n’est donc pas comparable a celui calculé pour
les modéles AF et sAF; leurs natures sont différentes : les équations (88) et (89) comptent
1->,k aLkank alors que I’équation (90) compte 1 —2 >, cltT Cip» ignorant donc Yy dltr dkT.
C’est tout de méme la maniére standard de procéder [119, 183, 184, 177, 109].

16 Calcul de la chaleur spécifique et des coefficients de transport

16.1 Effet Hall

Le nombre de Hall np et la résistivité de Hall Ry se calculent selon [167] :

\%4 Pyx _ny _ny
g =-—— Ry=—2-= = , (o
eRy B OxxOyy — OxyOyx B OxxOyy
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Tableau 2. Différences entre les modéles AF, sAF et YRZ dans le formalisme unifié
pour les calculs de transport. Pour chaque modéle, v, = vk et Ay = [Ank]ll
respectivement donnés aux équations (83) et (85).

AF sAF YRZ
&(p) = | & = équation (14) & = équation (14) & (p) = équation (72)
&(p) = §k+Q €kQ(p) &)(p) = équation (73)
dl’; = clt Qi CLQ( oY accessoire
Q(p)= (m,m) (m=2mp,m) aucune
My= 12t 12t 2t(cos(ky) = cos(ky))
Vnk| = Vnk Vi k-Q(p) Vnk
Apky = [Ank]ll [An,k—Q(p)]ZZ [Ank]ll
p= équation (88) équation (88) équation (90)

ou —e est la charge de I’électron, B le champ magnétique en z, V' le volume de normalisation,
f(e) = (e +1)7 la distribution de Fermi-Dirac, et 8 = 1/kzT. En général 0,0, B est

tres petit. Les conductivités oy, 0y, et 0y, s’expriment ainsi :

Ogb = fde( - af(e) )Gab(e)’ (92)

de
ou:
e*nh 3 )
Oxx(e) = % E Ux,nkUAnko(e)’ (93)
nko
3 2
e’(mh) 2 av}’»"ka 2 0Vy, nko
ayx(e)z——z[v)k + Uk :
3V o | emke o, T ke Tk,
Jv k
_zvx,nkavy,nka R A::[ko'(e)) (94)
ok,

et une expression équivalente a (93) pour o,,,,. Ces expressions permettent de traiter n’importe
quelle approximation du taux de diffusion via le poids spectral, de méme que I’asymétrie
x-y retrouvée, par exemple, dans le modele sAF. L’équation (94) est la version antisymé-
trique de I’équation (1.25) de la référence [167], correspondant a (o7, — 0}~ )/2 dans sa
notation. Il faut utiliser la forme antisymétrique comme dans ’expérience, parce que la
combinaison de I’asymétrie x-y avec I’approximation de diffusion ¢-isotrope mene a de

J L XZ xXyz . .
légeres différences entre a7, - et —o;; . Notons aussi que les corrections de vertex sont

négligées, que 'intégrale (92) peut étre évaluée dans la limite lim7_,o (- afa(:) ) = 8(€) et que
les expressions de Drude o, = e>7n/m* et Oxy = —e37t*n/m* ne sont retrouvées que dans

la limite d’une bande parabolique.
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16.2 Chaleur spécifique

La chaleur spécifique du systéeme est la dérivée Cy = T3 9 + de 'entropie S totale a laquelle

chaque état d’énergie € contribue selon :

S=kp [ deN(&)[f(e)Infe) + (1= F()) In(1- f(e))] (95)

La chaleur spécifique électronique [183, 184] est donc pondérée par le poids spectral :

df(e) €
= [ de Ao (€ 96
[ 55 X An(©) 96)
On s’intéresse ici & Cy/T dans la limite T — 0, que 'on approxime avec 8 = 500/t,
équivalenta T = 6K (avec t = 250 meV). Le développement de Sommerfeld [115] permet
de montrer que le résultat est alors proportionnel a la densité d’états au niveau de Fermi :
Cy/T = n*kjN(0)/3, ce qui n’est valide que lorsque I'intégrant est non singulier, c’est-a-

dire loin du dopage pyps ou se retrouve la singularité de van Hove.

16.3 Coeflicient Seebeck

Pour le coefficient Seebeck [185, 176, 177] on calcule :

) fde( af(":))eo'xx(e)
5% = —eT fde( af(e))oxx(e) 47)

oll 0xx (w) est donné par (93) et avec une expression équivalente pour Sy, histoire de traiter
’asymétrie x-y du modeéle sAE. Encore une fois, on s’intéresse a S, /T a T — 0, calculé pour
B =100/t cette fois, ce qui équivaut a environ 30K. Une température plus élevée que pour
calculer la chaleur spécifique est nécessaire, car I'intégration numérique est plus capricieuse.
Le régime linéaire de S,/ T fut tout de méme vérifié (sauf proche de p,ps). Les références

[176, 185] donnent plus de détails sur cette expression pour S,.
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Figure 26. Résultats de Storey et Eberlein pour le nombre de Hall (a) Résultat de
Storey [109] pour le champ moyen phénoménologique antiferromagnétique et la
théorie YRZ. (b) Résultat d’Eberlein [110] pour le champ moyen phénoménologique
antiferromagnétique incommensurable spiral. (c) Prolongement du nombre de Hall
a champ moyen M constant autour du point correspondant dans la dépendance
phénoménologique M o< (0.2 - p).

17 Ondes de densité et nombre de Hall

171 Succeés des modeles AF, sAF et YRZ

Les premiers travaux théoriques parvenus a reproduire le saut de p a1+ p observé expé-
rimentalement dans le nombre de Hall de YBCO [104] sont ceux de Storey [109], et ceux
d’Eberlein [110]. Le premier utilise les modeéles AF et YRZ pour simuler le pseudogap, le
second utilise le modéle sAFE Leurs résultats pour le nombre de Hall sont reproduits a la
figure 26 en utilisant précisément les modeles décrits a la section 14. Ces résultats seront

revus en détail dans les prochaines sections.

Les modeles AF, sAF et YRZ simulent tous une décroissance du pseudogap en dopage
en variant le champ moyen selon M o< (p* — p). La figure 26(c) montre les courbes de
ny a champ moyen constant pour le modele AF. Les points sélectionnés par la variation
du champ moyen M o (p* — p) sont mis en évidence. L’idée de faire décroitre ainsi le
pseudogap vient de la théorie YRZ. La montée rapide du nombre de Hall est entiérement

causée par ce choix de M o (p* — p).

A la défense des modeéles AF, sAF et YRZ, toutefois, on voit qu’a fort M, la tendance
en p est trés robuste a faible dopage : il n’y a aucune déviation. C’est 1a le point fort des
modeles AF, sAF et YRZ, et plus généralement, des modéles de type AE Ce ne sont pas tous
les modeles qui garantissent le comportement en p pres du demi-remplissage, comme le

montre la section qui suit.
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172 Onde de densité de spin incommensurable colinéaire

Les théories YRZ, antiferromagnétique et antiferromagnétique spirale sont des théories a
deux bandes. On sait que, loin du demi-remplissage, les expériences trouvent un vecteur
d’onde incommensurable pour 'ordre de spin [186, 187], mais sans spécifier s’il s’agit d’une
onde de densité spirale ou colinéaire. Contrairement a I’onde spirale, I'onde colinéaire est
représentée par un Hamiltonien L x L; il s’agit donc d’une théorie a L bandes. L’annexe A .4
présente les formules utilisées pour calculer les dérivées premiéres et secondes des énergies

propres dans le cas a plus de deux bandes.

La figure 27 montre les résultats de Charlebois et al. [3] pour le nombre de Hall en
fonction du dopage. Elle compare le cas antiferromagnétique a deux bandes au cas d’une
onde de densité de spin incommensurable colinéaire de vecteur Q = (7 + %”, 1), a six bandes.
Lorsque le champ moyen augmente, le nombre de Hall passe du résultat attendu pour une
bande seule (en noir), a deux fois de suite ce méme résultat dans le cas antiferromagnétique

(figure 27(a), en rouge), et a six fois de suite ce méme résultat pour le cas incommensurable

2

(figure 27(b), en rouge). Cela indique que Q = (7 + 7, 7r) sépare bien la bande en six.

Cette séparation en plusieurs bandes fait que le nombre de Hall de ’'onde de densité
de spin incommensurable colinéaire tend a s’écarter de la dépendance en p a bas dopage.
On le voit pour Q = (7 + %”, ) a la figure 27(b), mais il faut comprendre que, pour les
vecteurs d’onde a dénominateurs plus élevés, le nombre de bandes augmente. L’accord avec

I'expérience est donc compromis.

Charlebois et al. [3] vont plus loin. Avec une séquence de vecteurs Q bien choisis,
ils simulent le comportement observé expérimentalement de Q = (7 + §, ) avec § o<
p [186,187]. Le résultat est que le nombre de Hall ne demeure pas accroché a p. On conclut
donc que les modeles a deux bandes sont plus plausibles pour expliquer le passage de p a
1+ p du nombre de Hall.

173 Importance du nombre de bandes

L’impossibilité d’obtenir un nombre de Hall en p robuste dans un modéle d’onde de densité
de spin incommensurable colinéaire démontre que, pour expliquer I'expérience, la bande
doit étre séparée en deux, pas plus. Il s’agit donc d’une force des théories du pseudogap de
type AF : elles séparent la zone de Brillouin exactement en deux et c’est ce qui leur permet

de reproduire le nombre de Hall observé expérimentalement.

Cependant, cette conclusion suppose que I'interprétation des résultats de Badoux et al.
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Figure 27. Nombre de Hall pour I’onde de densité de spin incommensurable coli-
néaire (a) Nombre de Hall en fonction du dopage pour différentes valeurs de champ
moyen antiferromagnétique avec Q = (7, 7). Les valeurs du champ moyen sont
divisées en deux panneaux afin de clarifier. (b) Méme chose pour une onde incom-
mensurable avec Q = (7 + %”, 7), séparant la bande en six. Le dopage en trou p
vade -1al;ap = —1labande originale est complétement pleine, a p = 1 elle est
complétement vide. Figure adaptée de la référence [3]

dans YBCO est correcte [104]. Des résultats précédents, de Balakirev et al. [188], présentent
une augmentation similaire du nombre de Hall dans les cuprates a base de Lanthane, mais
cette derniére est accompagnée d’une structure piquée avant le retour a 1+ p. Cette structure
est interprétée comme la signature d’un point critique dans larticle. Toutefois, les résultats
de Charlebois et al. [3] contiennent exactement ce genre de structures piquées, et ce sont
précisément ces structures que I’on interpréte comme des écarts au comportement linéaire
en p attendu expérimentalement selon Badoux et al. [104]. Bref, le sujet n’est peut-étre pas

clos.

De plus, les résultats de Morice et al. [113] sur la théorie SU(2) montrent qu’il est
possible de reproduire la montée du nombre de Hall avec une théorie de type SC. Donc,
bien qu’il s’agisse d’une force des théories de type AF il ne s’agit pas pour autant d’une
faiblesse des théories de type SC. Au contraire, I’expérience de Hall permet probablement
de discriminer beaucoup de théories de type SC, alors que presque toutes les théories de

type AF garantissent de retrouver le comportement linéaire en p a bas dopage.
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Le nombre de Hall ny n’est pas la seule sonde capable de caractériser la transition observée
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Figure 28. Effets de la singularité de van Hove sur ny, Cy et Sy (a) surfaces de Fermi
aux dopages de part et d’autre de la singularité & pyus = 0.23 pour les paramétres
de bande (#',¢") = (-0.17, 0.05). La surface de Fermi passe d’une grande poche de
trous circulaire a une poche d’électrons en diamant a la singularité. (b) Nombre de
Halla T — 0, (c) chaleur spécifique a 3 = 500 et (d) coefficient Seebeck a § =100, en
fonction du dopage pour 'approximation a temps de vie T constant (en vert) et celle
de libre parcours moyen £ isotrope (en rouge). Chaque approximation est présentée
pour trois valeurs différentes que ’on compare a la limite de diffusion nulle, 7 — oo.
Le résultat identifié £, — oo correspond a la démarche de Kondo et al. [176], qui
consiste a considérer v, (k)7 constant pour le simplifier du rapport définissant S,,.
La séparation du pic correspondant a la singularité de van Hove dans C, /T vient de

la fonction € a’;(;) dans (96) qui pondeére la densité d’états avec deux maxima de part

et d’autre du niveau de Fermi a température finie.

Prédictions pour la chaleur spécifique et I’effet Seebeck

Singularité de van Hove et taux de diffusion

Cette section explore les prédictions des modeéles AF, sAF et YRZ pour la chaleur

spécifique Cy et pour le coefficient Seebeck S,.

Pour commencer, il ne faut pas confondre les effets de la transition a p* avec ceux

dela

Cy et Sy, qui sont illustrés en fonction du dopage a basse température a la figure 28. Les

parametres de bande utilisés donnent une dispersion comparable a celle du LSCO, avec la

singularité de van Hove. Cette derniére occasionne plusieurs changements dans npy,

singularité a p = 0.23.
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Les effets de la singularité de van Hove dépendent beaucoup de I'’approximation utilisée
pour le taux de diffusion. La figure 28 compare les approximations de temps de vie 7 constant
et de libre parcours moyen ¢-isotrope. L’approximation 7-constant a la propriété de pondérer
tous les états k également dans le poids spectral. Les intégrales de conductivité sont alors
déterminées principalement par la variation de la vitesse de groupe vy a la surface de Fermi.
A T'opposé, I'approximation €-isotrope renforce le poids spectral aux états de faibles vitesses,
compensant la faiblesse de ces derniéres dans les intégrales; les résultats ne dépendent alors

que de la topologie de la surface de Fermi.

Cette différence entre 7-constant et £-isotrope a des conséquences pour chacune des
quantités ng, Cy et Sy. Pour np, a la figure 28(b), 'approximation 7-constant donne un
résultat positif bien au-dela de la singularité de van Hove. Le changement de surface de
Fermi, passant d’'une grande poche de trous circulaire a une poche d’électrons en diamant
(figure 28(a)) n’a donc pas d’impact immeédiat, car les états situés aux coins du diamant
ont des vitesses trop faibles pour contribuer. Ce comportement du nombre de Hall est
d’ailleurs observé expérimentalement [189, 190]. Avec £-isotrope, au contraire, les vitesses
sont compensées par le poids spectral et ny change de signe exactement a la singularité de
van Hove, en désaccord avec I'expérience. Pour Cy /T, 'approximation 7-constant arrondit
beaucoup le pic de la singularité de van Hove. Pour ¢-constant, cette derniére reste plutot
bien piquée a cause des faibles vitesses du col qui rendent le poids spectral trés étroit a la
singularité. Enfin, pour S,/T, 'approximation 7-constant donne un résultat négatif sur
tout le domaine de dopage 0 < p < 0.3. Pour ¢-isotrope, Sy/T est plutdt positif pour toute
la région sous-dopée, comme dans les expériences [176, 177, 191], et change de signe a la

singularité de van Hove.

Ces résultats révelent un probléme des approximations 7-constant et £-isotrope. Dans
les expériences [176, 191], le coefficient Seebeck & basse température est positif, ce qui
suggere £-isotrope [176, 177], alors que I'effet Hall traverse la singularité de van Hove sans
changer de signe, ce qui suggere plutdt 7-constant [189, 190]. Ces incohérences montrent
que ni 'une ni ’autre de ces approximations n’est bonne pour les cuprates. Cependant,
pour suivre fidelement les théories de Storey et d’Eberlein pour le nombre de Hall, qui
utilisent respectivement ¢-isotrope et 7-constant, on se contentera de ces derniéres. D’autres
propositions existent pour le taux de diffusion [181, 192] et elles devraient étre privilégiées a

, .
I’avenir.

Enfin, comme expliqué a la section 16, le taux de diffusion est introduit via le poids
spectral. Cela fait en sorte que ny, Cy et Sy dépendent non seulement de ’approximation
utilisée, mais aussi des valeurs de 7 et €. La figure 28 montre que les différences obtenues

d’une valeur a 'autre s’amenuisent loin de la singularité de van Hove. Proche de celle-ci,
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I'effet d’'un 7 ou d’un ¢ petit est surtout d’arrondir les changements brusques obtenus a la

singularité avec les 7 et € plus grands.

18.2 Séparation de p* et p, dans le modéle AF

La figure 29 montre les surfaces de Fermi, ny, Cy/T et S,/ T en fonction du dopage dans le
modeéle AF de la section 14 pour trois ensembles de paramétres de bande. Principalement,
on y voit que la montée de ny s’accompagne d’une montée de Cy /T et d’une chute de

Sx/T. C’est un des résultats principaux de cette thése.

Pour leffet Hall et la chaleur spécifique, il n’y a pas de différence notable entre les
résultats a T-constant et a £-isotrope; ils sont simplement arrondis dans le cas 7-constant. Les
autres différences sont celles mentionnées pour la singularité de van Hove. Toutefois, pour
I'effet Seebeck, les deux approximations donnent des résultats tres différents. Mais comme
seule 'approximation £-isotrope procure les valeurs positives observées expérimentalement,
on ignore ici les résultats a 7-constant. Une analyse plus complete est disponible dans
Verret et al. [2].

Dans les théories phénoménologiques du pseudogap présentées a la section 14, le champ
moyen diminue avec le dopage jusqu’a s’annuler a p*. Regle générale, ce gap se ferme gréace
a des pochettes d’électrons qui correspondent au bas de la bande E; et qui se rapprochent
delabande E, avant de s’y reconnecter a p*. Les pochettes d’électrons apparaissent donc au
niveau de Fermi un peu avant p*, a un dopage identifié p,, comme on le voit aux figures 29(a)
a29(c).

Pour le nombre de Hall, alors que p* marque le retour au comportement en 1 + p,
Storey [109] a bien montré que p, marque I’amorce de la montée vers 1+ p. On le voit aux
figures 29(d) a 29(f), ou la variation des parameétres de bande déplace p, et change ainsi la
largeur de la montée de p a1+ p. Pour le voir, il faut ignorer I’augmentation de ny due ala
singularité de van Hove. Bref, pour le nombre de Hall, les deux dopages p, et p* ont autant

d’importance I'un que 'autre.

Pour la chaleur spécifique, le rdle de p, est plus important que celui de p*. En effet,
comme on le voit aux figures 29(g) a 29(i), les changements se produisent a p, et non a
p*. Cest un résultat conséquent avec le fait qu’a température nulle, Cy/T correspond a
la densité d’états au niveau de Fermi. Le changement de C, /T a p, correspond au gain de
densité d’états associée aux pochettes d’électrons arrivant au niveau de Fermi. Comme le

gap se referme ensuite progressivement, il n’y a pas d’effeta p*.
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Figure 29. Influence des paramétres de bande sur le transport dans le modeéle AF
Les parameétres de bande changent le dopage p. auquel les pochettes d’électrons ap-
paraissent au niveau de Fermi. (a) Poids spectral & la surface de Fermi pour (¢, ") =
(-0.3,0.2), (b) pour (#',¢") = (-0.35,0) et (c) pour (¢',t") = (-0.17,0.05). (d), (e)
et (f) nombre de Hall 4 T — 0 en fonction du dopage pour les mémes parametres
de bande, respectivement. (g), (h) et (i) chaleur spécifique a § = 500 en fonction
du dopage pour les mémes parametres de bande. (k), (1) et (m) coeflicient Seebeck
a B =100 en fonction du dopage pour les mémes parametres de bande. Les lignes
rouges sont les résultats a 7 = 10 et les lignes foncées sont a £ = 20. Les résultats sans
champ moyen sont en pointillés. Les dopages p., p*, et pyus et les guides a p et a
1+ p sont indiqués.

Pour effet Seebeck, les roles de p, et de p* sont moins distincts. A la figure 29(j), tous
les effets de la transition sont a p, ; la valeur de Sy /T y chute brusquement sous zéro avant
de remonter au résultat sans gap (en pointillé); il n’y a aucune signature a p*. Toutefois, a la
figure 29(k), 'intervalle p, < p < p* en entier contient des variations, ce qui montre que p*
a aussi son importance. Enfin, a la figure 29(1), p, est trop pres de p* pour distinguer leurs
effets.

Enfin, il existe une relation entre la position de p, et celle de la singularité de van Hove :
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Figure 30. Explication de la relation entre p,, p* et pyus (a) Identification des points
importants £(0, 7r) en violet, E* (0, 7) en rouge et E~(0, ) en bleu. (b) Energie de ces
trois points en fonction du dopage, identifiés par les mémes couleurs. Les parameétres
de bande présentés sont (¢, ") = (-0.3,0.2), (c) pour (', ") = (-0.35,0), et (d)
pour (¢,t") = (-0.17,0.05). Le niveau de Fermi y correspond toujours & w = 0
puisque notre notation est £(k) = e(k) — p, ce sont donc les bandes qui bougent avec
le dopage. Les valeurs de y et p utilisées sont celles pour M # 0, et donc sous p*,
£(0, ) n’est qu’un guide indiquant la position du centre du gap. Le dopage pus
estla ou le col £(0, 7r) se retrouve au niveau de Fermi, c’est-a-dire g = £(0, 7). Aux
dopages environnants, p,gs est donc un bon indicateur que I’écart entre y et le col
£(0, ) est faible. Cela s’exprime au premier ordre comme y — £(0, ) o< pyys — p.
Or, les pochettes d’électrons apparaissent lorsque g — E* (0, ) = 0, et au point (0, ),
la valeur propre se simplifie 8 E* (k) = £(k) + M, donc les pochettes apparaissent a
¢ — &(0,m) = M. De plus, par définition, le gap décroit comme M o< (p* — p). Au
dopage p., on a donc pyps — p. < (p* — pe). Bref, une singularité de van Hove prés
de p* indique une séparation p — £(0, 7) plus petite, et donc une séparation p* - p,
plus petite.

plus pyus s’approche de p* par la droite, plus p,. se rapproche de p* par la gauche. En
effet, les pochettes d’électrons se forment aux antinoeuds (7, 0) et (0, ) de la dispersion
originale, 1a ot se trouve le col causant la singularité de van Hove. Ainsi, plus la surface de
Fermi originale s’approche de (7, 0), plus les poches d’électrons sont petites et plus elles

disparaissent rapidement avec le gap. Une explication plus détaillée est donnée a la figure 30.

18.3 Comparaison des modéles AF, sAF et YRZ

La figure 31 montre ny, Cy/T et Sy/T en fonction du dopage a basse température pour le
modele AFE le modele sAF et la théorie YRZ. Les résultats des trois modeles sont similaires et
toutes les observations relatives a la séparation de p, et p* sont aussi valides pour le modele
sAF et la théorie YRZ.

Quelques différences entre les modéles sont dignes de mention, mais peu importantes.
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La premiére a trait a ’effet Hall dans le modele sAF dans I’approximation ¢-isotrope. On
voit a la figure 31(e) que ny dévie substantiellement de la montée a 7-constant (courbe verte
foncée). Cette déviation vient d’un oy, affaibli par les pochettes d’électrons particulieres du
modele sAFE Ces derniéres ayant de faibles vitesses, elles ne contribuent significativement que
dans I’approximation £-isotrope. Cela a peu d’importance, car 'approximation £-isotrope
est contre-indiquée pour calculer ny. La deuxieme différence a trait a la chaleur spécifique
de la théorie YRZ. La figure 31(i) présente une décroissance de Cy /T en dopage pour la
bande sans gap (courbe pointillée bleu pale), plutot que I'augmentation des deux autres
modeéles. Cela vient des facteurs de Gutzwiller (voir section 14.4) qui aplatissent la bande
a faible dopage, augmentant donc la densité d’états. C’est un résultat sans conséquence
pour la présente analyse, car il n’a rien a voir avec le pseudogap introduit a p*. La troisieme
différence concerne I’effet Seebeck dans le modeéle sAF avec I’approximation 7-constant. La
figure 31(k) montre que Sy a un minimum entre p, et p* plutot que le simple changement
de pente des deux autres modeles. Encore une fois cela n’a pas d’importance, car pour Sy,
C’est 'approximation 7-constant qui est contre-indiquée. Cependant, ce dernier résultat est

lié aux différences plus importantes explorées ci-dessous.

Certaines différences entre les résultats AF, sAF et YRZ sont significatives, car elles per-
mettraient de discriminer ces modeles a partir des données expérimentales. Elles concernent
Ieffet Seebeck dans I’approximation ¢-isotrope. Aux figures 29(j) a (1) et 31(j) a (1), on voit
que la gamme de dopage p. < p < p* présente des caractéristiques uniques a chaque modele.
Dans le modele AF, S, n’est négatif que sur un domaine tres étroit. Les modeles sAF et YRZ
ont plut6t des Sy négatifs sur presque toute la gamme p, < p < p*. Toutefois, le modeéle sSAF
se démarque par des variations marquées de S, sur cette gamme de dopage, alors que la
théorie YRZ présente une courbe arrondie, a cause de I’aplatissement dii aux facteurs de

Gutzwiller. Bref, I'effet Seebeck est plus sensible aux détails du gap s’ouvrant a p*.

19 Récapitulatif

Pour résumer, les modeles AFE, sAF et la théorie YRZ prédisent tous une augmentation de
Cy/T et une chute de S, /T accompagnant la montée déja observée expérimentalement
pour ng. A la section 17.2, le modéle d’onde de densité de spin incommensurable colinéaire
montrait importance d’une séparation en deux bandes dans ces modéles, pas plus, pour
reproduire ’augmentation de ny. Cependant, lorsque le gap n’est pas fixé au niveau de
Fermi, cette séparation en deux bandes nécessite des pochettes d’électrons au niveau de
Fermi pour fermer le gap en douceur a p*. L’augmentation rapide de Cy /T et la chute
de S,/T devraient apparaitre non a p*, mais au dopage p. plus faible, ou ces pochettes

d’électrons apparaissent a la surface de Fermi. D’un point de vue qualitatif, la seule sonde
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Figure 31. Comparaison des résultats de transport dans les modeles AF sAF et YRZ
(a) Poids spectral au niveau de Fermi pour le modeéle AF avec (¢',t") = (-0.35,0),
(b) pour le modeéle sAF avec (¢',t") = (-0.35,0), et (c) dans la théorie YRZ avec les
paramétres (', ") = (-0.3,0.2) différents, mais qui ménent & une surface de Fermi
comparable puisqu’ils sont modifiés par les facteurs de Gutzwiller (voir section 14.4).
(d) Nombre de Hall a température nulle (3 — o) en fonction du dopage dans le
modeéle AF, (e) dans le modele sAF, et (f) dans la théorie YRZ. Ces trois derniers
reproduisent les résultats de Storey [109] et Eberlein [110]. (g) Chaleur spécifique a
B =500 en fonction du dopage pour le modéle AF, (h) pour le modéle sAF, et (i)
dans la théorie YRZ. (j) Coeflicient Seebeck a § = 100 dans le mod¢le AF, (k) dans le
modele sAF, pour lequel les résultats en x et en y apparaissent, et (1) dans la théorie
YRZ. Les approximations 7-constant (péle) et £-isotope (foncé) sont identifiées, ainsi
que les guides a p et 1+ p pour P'effet Hall et les positions de p, et p*.

étudiée capable de discriminer les trois modeles les uns des autres est I’effet Seebeck. Les ré-
sultats discriminants n’apparaissent toutefois qu’aux dopages ou I’on retrouve les pochettes
d’électrons, entre p, et p*. Or, cette plage de dopage est réduite lorsque la singularité de
van Hove est a proximité de p*, comme il fut démontré en utilisant plusieurs parametres
de bande dans le modéle AF. Tous les composés ne pourront donc pas fournir des preuves
équivalentes de cette séparation entre p, et p*. Par exemple, le composé LSCO, connu pour
sa singularité de van Hove tres proche de p*, n’est probablement pas un bon candidat. Les

composés a base de mercure ou de thallium sont de meilleures options.



CONCLUSION

Pour conclure, rappelons les résultats importants de cette thése en répondant clairement

aux questions énoncées a la section 5.

Est-ce que les ondes de densité de charge observées expérimentalement (dFF-DW) peu-
vent causer le pseudogap dans la densité d’états? A la section 11, nous avons répondu a la
premiere question grace aux champs moyens d’une onde de densité a une dimension et
de I'ordre dFF-DW, avec les vecteurs d’onde Q = %271, et 2?” 11 fut déterminé que tous les
gaps d’onde de densité apparaissent a des valeurs fixes de k, et donc que pour une valeur
de Q donnée, un gap complet ne se forme au niveau de Fermi qu’a un remplissage donné.
Pour un gap partiel, c’est-a-dire un gap correspondant aux extrémités de bandes qui se
chevauchent, la position en énergie dépend fortement des parametres de bande, et le gap est
asymétrique. Néanmoins, complets ou partiels, les gaps d’ondes de densité n’apparaissent
au niveau de Fermi que s’il y a emboitement, sans quoi le gap apparaitrait extrémement
asymeétrique par rapport au niveau de Fermi. Bref, puisque la condition d’emboitement fut
écartée par 'expérience et que le gap observé en STM est toujours centré au niveau de Fermi,
nous concluons que dans I’approximation champ-moyen, le pseudogap ne s’explique pas

avec les ordres dFF-DW et s'PDW observés expérimentalement.

Est-ce que les ordres dFE-DW ou s'PDW peu-vent expliquer les sous-structures du gap
supraconducteur observées en STM ? A la section 12, nous avons répondu a la deuxieme
question grace aux champs moyens des ordres dFF-DW et s"PDW aux vecteurs d’onde
Q= %Tﬂ’ et %271, et 2?” en coexistence avec ceux de la supraconductivité de type d et de
I'antiferromagnétisme. Des sous-structures causées par les ondes de densité apparaissent
dans le gap supraconducteur, et elles sont tres semblables a celles des expériences, en
particulier pour 'onde de densité de paires s"PDW. Cela n’est toutefois valide que dans un
gap de type SC; nous avons montré qu’un gap de type AF en coexistence avec les ondes
de densité et la supraconductivité donne un spectre substantiellement différent de celui
observé expérimentalement. En combinaison avec le fait que les ondes de densité et les
sous-structures sont observées ensemble en STM, nous concluons que les ondes de densité
sont les candidats de choix pour expliquer ces sous-structures dans un gap supraconducteur

ou un pseudogap de type SC, plutdt que d’expliquer le pseudogap lui-méme.
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Est-ce qu’une onde de densité de spin incommensurable colinéaire peut expliquer ’aug-
mentation rapide du nombre de Hall aussi bien que les modeéles AF, sAF et YRZ? A la
section 17, nous avons répondu a la troisiéme question grace au champ moyen de I'onde de
densité incommensurable colinéaire au vecteur d’onde Q = (7 + %", 7). Ce modéle méne a
six énergies propres non dégénérées. Selon I’amplitude du champ moyen, cette séparation
fait que le nombre de Hall décroche de son comportement en p, ce qui est en désaccord avec
les résultats expérimentaux. Nous concluons donc que dans les théories du pseudogap de
type AFE il est essentiel de séparer la bande en deux seulement pour reproduire correctement

le comportement en p du nombre de Hall a bas dopage.

Quelles sont les prédictions des modéles AF, sAF et YRZ pour I’effet Seebeck et la chaleur
spécifique? A la section 18 nous avons obtenu les prédictions recherchées pour les modéles
AF, sAF et YRZ. Ces modeles prédisent tous une augmentation de Cy /T et une chute de
Sx/T lorsque p augmente, en plus de "augmentation de ny déja étudiée dans la littérature.
La position de ces signatures en dopage est fortement influencée par le dopage p, ou les
pochettes d’électrons apparaissent a la surface de Fermi dans ces modéles, et on a montré
que la position de ce dopage est déterminée par I’écart entre p* et la singularité de van Hove
a pyns. Parmi nos prédictions, seules celles de I'effet Seebeck permettraient de discriminer

les modeéles les uns des autres.

Qu’y a-t-il & apprendre de tous ces résultats? A notre connaissance, les pochettes
d’électrons retrouvées dans les modeles AF, sAF et YRZ n’ont jamais été observées expé-
rimentalement. Il est donc fort probable que nos prédictions pour les modeéles AF, sAF
et YRZ s’averent erronées. Or, la plupart des théories du pseudogap de type AF—celles
basées sur un anti-croisement qui n’est pas fixé au niveau de Fermi—ont besoin de telles
pochettes additionnelles pour fermer le gap et rétablir la surface de Fermi compléte a p*. Ce
serait donc un coup dur pour ces théories si la séparation entre p, et p* n’existait pas dans
les cuprates. Une avenue pour réconcilier la théorie et I'expérience serait alors de retirer
artificiellement les pochettes d’électrons du modele, soit en augmentant le taux de diffusion
sur celle-ci (ce serait le cas avec les taux de diffusions de la référence [181]), soit en négligeant
simplement la bande E;| sous p*. Toutefois, nos résultats pour les sous-structures causées
par les ondes de densité ne s’accordent pas non plus avec ’expérience pour ce type de
théorie. Bref, les théories du pseudogap de type AFE, bien qu’elles expliquent I'augmentation
du nombre de Hall, prédisent des pochettes d’électrons qui n’ont jamais été observées, et
elles sont incompatibles avec les sous-structures du gap causées par les ondes de densité. La
suite naturelle des choses est donc de se demander ce qui en est pour les théories de type
SC—celles dotées d’un gap symétrique particule-trou fixée au niveau de Fermi. En effet, ces

derniéres n’ont pas de pochette d’électrons, et on a montré qu’elles sont compatibles avec
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les sous-structures causées par des ondes de densité. La question restante est a savoir si elles
peuvent reproduire ’augmentation du nombre de Hall, et il se trouve que la théorie SU(2),
dont le pseudogap est de type SC, y est parvenue récemment [113]. En regardant vers I’avenir,
permettons-nous donc une suggestion : celle d’obtenir les prédictions de la théorie SU(2)
pour le coefficient Seebeck dans les mémes conditions que pour I’effet Hall. Un succés dans
cette prédiction serait déterminant pour les théories de type anti-croisement; il réaffirmerait
la pertinence des théories de type SC pour interpréter le pseudogap. Autrement, on consta-
terait que les modeles phénoménologiques sont particulierement difficiles a réconcilier avec
Iexpérience. 1l faudrait alors peut-étre se rendre a I’évidence et retourner au modéle de

Hubbard. Du moins, en attendant d’avoir plus d’imagination.



ANNEXES

A.1 Représentation de Bloch

A.1.1 Normalisation

La normalisation utilisée pour les ondes planes est la suivante :

(slq) = ——e'a® (A1)

7o

ou s est une position en deux dimensions dans un volume carré V. Les conditions aux

limites périodiques font que les vecteurs d’onde q ont les composantes discretes g, = 2\’7%",

ou les 1, sont des entiers non bornés associés aux directions « € {x, y}. La limite V — oo

est sous-entendue a la fin des calculs et méne a un espace continu pour les vecteurs q.

Pour travailler dans un cristal, on décompose I’espace sur un réseau de Bravais, constitué

de N vecteurs r. La position s s’exprime alors comme :
S=X+r, (A.2)

avec X restreint a la maille élémentaire de volume v. Le volume total peut donc s’exprimer
V' = Nu. Les vecteurs d’onde q, pour leur part, peuvent étre décomposés sur le réseau
réciproque, constitué d’une infinité de vecteurs G définis de sorte que G - r € 277Z. Le

vecteur q est donc :
q=k+G, (A.3)

ou k est un des N vecteurs contenus dans la zone de Brillouin—Ia maille élémentaire du

réseau réciproque. La normalisation (A.1) s’exprime alors comme :

1 ger | .
(r+ x|k + G) = ——=elkTelkx_—_i6x avec €67 =1, (A.4)

VN Vv
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A.1.2 Base des fonctions de Bloch

Dans la représentation q = k + G menant a la matrice de la section 6.1, le potentiel cristallin
couple tous les états d’'un méme k, de sorte que ce dernier demeure un bon nombre quantique.

Toutefois, I’état propre résultant est une superposition des diftérents G [116] :

V) = VN 3 [k + G){k + Glya). (A5)
G

Le facteur v/ N sera nécessaire pour une bonne normalisation, autrement on peut le consi-
dérer comme faisant partie des coeflicients (k + G|y, ). Dans la représentation spatiale des

positions |s) = |r + x), avec la normalisation (A.4) on a donc:

Yuc(s) = (s|VN Z [k + G)(k + Glyx) (A.6)
= eflorelkx \/_ > S (k + Gly,) (A7)
Yo (x+ 1) = Ty (x) (A.8)

Ce qui constitue le théoréme de Bloch, avec les fonctions :

1//nk(x) = eik-xunk(x)> (A.9)
Un(x) = % %: S (k + Gly,). (A.10)

Or, en rappelant la définition de la fonction de Wannier :

W (X) = ¢—Z TP (x (A1)

et en la mettant en paralléle avec les deux fonctions précédentes :

1 —ikr ik-x iG-x
Whe(X) = —= ) e "Te"*— N "Xk + G|y, (A.12)
(%)= 7= ; f > [¥n)
| )
Vuk(X) = elk'x—v Z e‘G'x(k + Glyy,) (A.13)
G
1 )
Unk(x) = NG 3 ek + Glyy), (A.14)
G

on voit que les trois fonctions sont simplement des étapes différentes d’une transformée de

Fourier compléte. On peut le rendre trés explicite avec la propriété w,,.(x) = w,(x —r) de
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la fonction de Wannier et en insérant e/6* = 1 dans la somme :

wn(X+1) = ? 3 2 i+ G)-(41) (K + Gl ) (A.15)
wau(s) = \/V Z e‘qs (qlyn) (A.16)
= (slyn), (A.17)

A ne pas confondre avec (s|y,1 ) exprimé en (A.6). La différence est trés subtile : elle vient
du fait que VN Y |k + G)(k + G| n’est qu’un projecteur sur certains états |k + G) et non
Iidentité, qui est plutét Yy g |k + G)(k + G|. Une fagon originale de voir les choses est alors
de définir une base hybride, a la fois dans I’espace des positions x et dans I’espace des k, et

s’exprimant a partir de |s) ou de |q) comme :
k,x) = — Zelkr|r+ x) (A.18)
\/_

k,x) = e X — “G"|k +G), (A.19)

ou k est restreint a la zone de Brillouin et x est restreint a la maille élémentaire du réseau. Il

s’agit d’une base compléte; on montre aisément [ dx Yy [k, x)(k, x| = / ds|s)(s|. Elle permet

de retrouver ¥, (x) dans la forme (A.13) en multipliant |y, ) par (A.19) de la gauche :

¥k (x) = (K, x|y) (A.20)

Il y a toutefois une liberté dans la définition de cette base. Le facteur de phase e ** de

I’équation (A.19) peut étre déplacé pour définir plutot (notons I’ordre différent de x et k) :

ik-r

Ix, k) = e |+ x) (A.21)

vk

Ix, k) = “6xXk + G), (A.22)

— ) e
D
C’estalors la fonction u, dansla forme (A.14) quel’on obtient en multipliant |y, ) par (A.22):

Uk (%) = (% Klyn) (A.23)
La relation entre les deux bases est :

Ix, k) = e®¥|k, x) (A.24)
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On peut aussi montrer que les propriétés des fonctions v, (x) et 1, (x) :

l//nk(x + l‘) = eik‘rWnk(X),
Vi k+G(X) = Yuk(X),
Uk (X +1) = Uy (x),

—-iG-x

Upk+G(X) =€ U (x),

sont des propriétés de ces bases :

Ik, x +r) = e K|k, x),
k + G,x) = |k, x),
%, k),
%,k +G) = e 9¥|x, k).

|x+rk

)
)=
)=
)
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(A.25)
(A.26)
(A.27)
(A.28)

(A.29)
(A.30)
(A31)
(A.32)

On a d’ailleurs choisi la notation |k, x) et |x, k) de sorte que la premiére variable soit celle

dans laquelle la base est périodique. Enfin, en mettant toutes les bases en paralléle :

ls) = Ir +x),
Ik, x) = e + x),
f 5
Ix, k) = e + x),
f )
Iq) = [k +G) = fdzx lGxeikx e‘kr|r+x
)
et dans I’autre sens :
| ) _ |I’+X - —1k~re—ikx_ —1lek+ G)
DA PR
|k, X) _ e—ikx_ —1G xlk + G)
7 2
Ix, k) = — Y e 6%k + G),
vk
q) = k+G).

(A.33)

(A.34)

(A.35)

(A.36)

(A.37)

(A.38)

(A.39)

(A.40)

On voit que, du point de vue de la phase accumulée dans la transformée de Fourier, la base

|k, x) est plus proche de la base |s) alors que la base |x, k) est plus proche de |q).
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A.2 Réseau et super-réseau

A.2.1 Idée générale

Pour traiter les ordres brisant la périodicité originale du réseau, il faut décomposer les

vecteurs r sur un super-réseau :
r=t+R, (A.41)

ou f fait partie des % vecteurs du super-réseau et R est le reste (dans ’amas), correspondant
a un vecteur du réseau original. La figure A.1 illustre cette décomposition pour un réseau
carré, et 'annexe A.2.3 donne la procédure mathématique pour I’effectuer rigoureusement.
Les vecteurs R sont aussi appelés vecteurs d’amas, car ils forment un amas de L sites dans la
maille élémentaire du super-réseau. Comme il existe plusieurs géométries possibles pour la
maille élémentaire, il existe plusieurs géométries possibles pour I’'amas d’un super-réseau

donné.

Le super-réseau vient avec un super-réseau réciproque formé des vecteurs K, définis
pour que K- ¥ = 2771 avec n entier. On peut donc décomposer le vecteur k de la zone de

Brillouin originale comme :
k=k+K, (A.42)

ot k est le reste dans la zone de Brillouin réduite (rBZ, reduced Brillouin zone), c’est-a-dire
la maille élémentaire du super-réseau réciproque. De plus, on restreint les vecteurs K a la
zone de Brillouin originale, puisque ceux I'excédant peuvent étre écrits comme G + K, ou G
est un vecteur du réseau réciproque original (voir figure A.1). Cette restriction fait qu’il y a

autant de vecteurs K que de vecteurs R.

A.2.2 Définitions

Pour exprimer ces deux décompositions formellement, il faut d’abord définir le réseau et le
super-réseau. Le réseau y a les vecteurs de base a;, permettant d’exprimer la position r d’'un

site du réseau comme :

r= Z ria; r; entiers (A.43)
i
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Figure A.l. Réseau, super-réseau, réseau réciproque et super-réseau réciproque.
L’espace direct est présenté a gauche, et I’espace réciproque a droite. Les trois repré-
sentations s < q, r+x <> k+G,etf+R < k + K sont respectivement illustrées
en bleu, noir, et rouge. En bleu : le grand carré bleu délimite ’espace de volume
V, x V,, = 144a” pour les positions continues s. Les fonctions d’ondes dans cet es-
pace sont périodiques, de sorte que leurs composantes de Fourier sont discrétes,
aux vecteurs d’ondes q formant le réseau de points bleus espacés de 271/L, et 27/L,
dans I'espace réciproque. En noir : les points noirs séparés par a sont les positions
associées aux vecteurs r du réseau de Bravais. Le reste dans la maille élémentaire est
noté x. Comme ces vecteurs sont discrets, les vecteurs d’onde k correspondants sont
bornés a I’espace périodique de la zone de Brillouin, délimité par le grand carré noir,
de volume 27” X 27” Cette derniére se répete a tous les vecteurs G du réseau réciproque.
En rouge : le réseau est aussi divisé en amas de L, x L, =9 sites séparés par des lignes
rouges pointillées a gauche. Les positions ¥ de ces amas forment le super-réseau. La
positions d’un site de I'amas est identifié par R. Les vecteurs d’ondes k sont contraints
au volume périodique de la zone de Brillouin réduite, délimité par le carré rouge a
droite, et qui se répéte a tous les vecteurs K du super-réseau réciproque. On contraint
aussi les vecteurs K a la zone de Brillouin originale, puisque ceux I'excédant peuvent
étre écrits G + K.
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Les vecteurs de base b du réseau réciproque, eux, sont définis par la condition a;-b = 276; s

permettant d’exprimer les vecteurs k de la premiere zone de Brillouin comme :

k=3 §'b; m;e{0,1,...,N; -1} (A.44)
J

Pour sa part, le super-réseau I' a les vecteurs de base a;, définis a partir des vecteurs de base

a; du réseau original comme :

a;= > Lijaj, avec L;; entiers. (A.45)
j

Les L;j, forment la matrice L encodant le nombre entier de chaque a; contenu dans chaque
a;. Cette matrice sera diagonale si les a; sont dans les mémes directions que les a;, comme
c’est le cas pour la décomposition rectangulaire discutée a la section 10.5. Le volume de
la maille élémentaire du super-réseau 0 est plus grand que celui de la maille élémentaire

originale v par :
D= Luv, (A.46)

ou L = |L| est le déterminant de la matrice L, ¢’est-a-dire le nombre de sites dans 'amas. La
condition a; - b; = 2718;; permet de montrer que dans I'espace réciproque, la relation est
renversée : ce sont les b; qui sont multiple entiers des b; définis par a; - b ;i = 2m0;;. Cela est

dicté par la matrice transposée L :

b;=> Ljb;. (A.47)

Ce renversement a un fondement intuitif. Si la maille du super-réseau est plus grande que
celle du réseau, alors c’est I'inverse dans ’espace réciproque : la maille du super-réseau
réciproque est plus petite que celle du réseau réciproque. Pour le réseau y, le super-réseau I,

et leurs réseaux réciproques respectifs, on a d’ailleurs les relations :

Tcy, (A.48)
AR (A.49)
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Figure A.2. Exemples de deux conventions pour le modulo a diviseur positif (a)
Convention euclidienne (utilisée dans cette theése) (b) Convention tronquée.

A.2.3 Décomposition des vecteurs

Tout nombre peut-étre exprimé en base L. Par exemple, le chiffre exprimé 14 en base
L =10, c’est-a-dire 1(x10) + 4(x1), s’exprime aussi en base L = 4 comme 32, c’est-a-dire
3(x4) + 2(x1). Cela correspond a décomposer le nombre s en sa partie entiére en L, qu’on

notera s et le reste associé, noté S :

s=8§+8 avec : §=|s+L|L (A.50)
S=(smodL). (A.51)

Toutefois, cette décomposition n’est pas unique, car la définition du modulo n’est pas

unique. La convention euclidienne, préférée ici, est représentée a la figure A.2(a).

Ce qui suit présente 'opération analogue pour des vecteurs. La division et le modulo
trouvent leurs analogues vectoriels dans la regle Cramer, et ’ambiguité venant de la liberté
du modulo trouve le sien dans 'ambiguité du choix de ’amas. On commence par exprimer
la décomposition dans les deux bases vectorielles; celle des a; et celle des a;. Il suffit d’insérer

la relation (A.45) ol nécessaire :

=F =R
—— ——
r= Z rjaj= Z Fia; + Z Rja; rj, i, R; entiers (A.52)
j i j

= Y (X FiLij+ R;)aj (A.53)
j i

= Z ( i+ Z Rj[I:_l]j,- )ﬁi = Z a;a; @; pas néss. entiers. (A.54)
i j i

| —
=«
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En pratique, pour déterminer ¥ et R a partir d’un r connu, il suffit de déterminer les «;. Pour
ce faire, les lignes (A.52) et (A.54), avec la relation (A.45), permettent d’écrire le systeme
d’équations suivant :

\ LT(r
ri= Z(X,‘Lij — r=L"a — o; = | lé )|’ (A.55)
i

dont la solution pour les «; est donnée par la regle de Cramer, exprimée en termes de LlT (r),

qui est la matrice LT a laquelle on a substitué la i-iéme colonne par les éléments du vecteur r.

Une fois les a; connus, chacun peut étre séparé en une partie entiére 7; et un reste. Cette
procédure n’est pas unique, di a I’'ambiguité pour le modulo en une dimension. Les R;
peuvent donc prendre n’importe quelle valeur, la seule contrainte est qu’ils soient contenus
dans un volume équivalent a celui d’une maille élémentaire du super-réseau. Cette liberté

pour les R; correspond a la liberté de géométrie de 'amas.

La convention la plus simple est de borner les R; pour que 7; = |«;|. On voit par
Iéquation (A.54) que cette convention correspond a choisir les R; pour que }7; R j[L‘l] ji =
(a; mod 1), avec la convention euclidienne pour le modulo. En deux dimensions, cela
correspond a choisir un amas contenu dans le parallélogramme dont les cotés sont les
vecteurs de base du super-réseau. Le résultat peut s’exprimer de sorte a ne faire intervenir

que des nombres entiers :

r=f+R avec : F= Z ['L"‘i(‘rNJL,-jaj (A.56)
ij
R= Z WLU%. (A.57)

ij
Remarquons que I’équation (A.56) constitue alors une forme de division entiére d'un vecteur

par une matrice et (A.57) une forme de modulo vectoriel [193].

Les vecteurs d’ondes k associés au super-réseau s’expriment comme :

k= 3 dup, ;€ {0,1,...,N; — 1}, (A.58)

Les k sont alors bornées 4 la zone de Brillouin du super-réseau; la zone de Brillouin réduite.
Les k ne peuplent donc qu’une fraction de I’espace occupé par les k originaux; ils forment

un «amas» de k parmi les k. Cet amas est tout 4 fait analogue 4 I'amas des R parmi les r et

4. Ladivision d’un vecteur par une matrice n’est pas définie en général, car le probléme de Cramer n’a
pas de solution pour toutes les matrices.
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la décomposition pour les k est donc inversée par rapport a celle de (A.56-A.57) :

k=k+K avec : k= Z Wl‘ﬁbﬁ (A.59)
ij

K=Y | ]eib;. (A.60)
ij

Notons enfin qu’on peut effectuer les décompositions s = r + x et q = k+ G de la section
A.1.1de la méme maniere en exprimant les vecteurs de base du réseau original a partir d’une

base vectorielle e, :
a;= > Aiaea, (A.61)
o

ce qui permet d’exprimer les vecteurs r comme :

r= Z riAig€q. (A.62)
i
11 suffit alors de substituer :
r—s k—q (A.63)
L—>A avec: F—>r k-k (A.64)
R-—>x G—-K (A.65)

dans les décompositions (A.56-A.57) et (A.59-A.60). Les nombres intervenant ne seront

alors pas tous entiers, puisque s et x sont des vecteurs du continuum.

A.2.4 Représentation mixte (R, k) en seconde quantification

Les analogues aux représentations de Bloch |x, k) et |k, x) de la section A.1.2 pourraient étre
notés |R, k) et |k, R). Toutefois, les présenter en notation de Dirac serait redondant, les voici

donc plutdt en seconde quantification, suivant un ordre d’idées différent.

Une représentation mixte (R, k) s’obtient en ne sommant qu’un sous-ensemble des
positions ou des vecteurs d’ondes de la transformée de Fourier. En laissant le spin implicite

pour simplifier, considérons par exemple la transformée de Fourier de ¢, en décomposant r
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selon (A.56-A.57) et k selon (A.59-A.60) :

r=f+R
=) ey k=k+K (A.66)
k -
e1K'r =1
= L}f] Z elkt eik'R% ; eiK'RcfHK . (A.67)
k

Cette séparation permet de définir I’objet entre crochets comme cg (k) :

cr(k) = elkR_L Ze‘KRck+K, (A.68)

qui permet d’exprimer (A.67) et sa réciproque comme :

CitR = % Z eif"fcR(f(). (A.69)
k
CR(R) = % Z eiif(.f(lh_R, (A.70)

Considérons maintenant la méme décomposition pour ¢y :

Gk = oy ¢ e o (A71)
r e = 1
_ VL —ikF| 1 —i(k+K)R __
= % Zr: e 7 ZR: e CisR |- (A.72)

On voit alors qu’il est impossible de définir un objet cx(¥) analogue a cg(k), car une
dépendance en k demeure sous la somme en R entre crochets. Cette asymétrie entre (A.72)

ikR

et (A.67) est due au fait que e’ = 1alors que e*R # 1. Intéressons-nous donc plutét a ’ordre

de sommation suivant :
:%Ze—iK-R —lkR\/_ Z _lerr+R ’ (A.73)
R

qui révéle une ambiguité dans notre choix de cg (k). Comme on le voit ici, I'objet entre
crochet dans (A.73) est un candidat tout aussi naturel que celui dans le crochet de (A.67).

Nous le définirons comme cg) (k) :

b4

cg)(f() = ¢ kR VL Z o ik Teirrs (A.74)
g
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Il permet d’exprimer (A.75) et sa réciproque comme :

= g Do), (A75)
e (k) = 5= > e i (A.76)
K

La comparaison des définitions (A.68) et (A.74) nous donne la relation

cr(k) = e*RcP (k). (A.77)

Comme on vient de voir, I'ambiguité est mathématique. Le choix est analogue a celui
d’utiliser les v, (x) ou les u,(x) dans la théorie de Bloch, et comme ces derniéres ont
les propriétés (A.25) a (A.28) on peut démontrer les propriétés analogues pour cg (k) et
(k) :

Propriétés de cg (k) :
1. cr(k) est défini en k modulo K (sous-entendant le modulo établi en (A.60)). On le

voit directement de I’expression (A.70) :

cr(k+K) = YL 3 e K0T, &K _ | (A.78)
= CR(f(). (A.79)

Notons que cela correspond a une condition de périodicité en k.

2. cr(k) est défini en R 4 une phase eikt preés (sous-entendant la décomposition (A.56-

A.57)). On le voit de la définition (A.68) :

cir (k) = (R % > oK (F+R) CiiK | (A.80)
= eif"feif"R% ; eXRep ¢ (A.81)

= eif('fcR(f(). (A.82)
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Propriétés de CR)(k)

L cy @) (k) est défini en R modulo f (sous-entendant maintenant le modulo établi en (A.57)).

On le voit directement de I’expression (A.76) :
® (R) = % ZeiK'(HR) Cirk KT _ 1 (A.83)
= cR (k) (A.84)

et notons que cela correspond a une condition de périodicité en R.
2. cg) (k) est défini en k a une phase e'®R

A.60)). On le voit de la définition (A.74) :

pres (sous-entendant la décomposition (A.59-

Cg) (f( + K) — e—i(l~(+K)~Rﬁ Z —i(l~(+K)~i‘Cf+R eiK.i- -1 (ASS)
= ¢ KRgoikR \/_ Z e MR (A.86)
= e KRB (). (A.87)

Périodisation et relocalisation Pour que notre compréhension de la représentation mixte
soit compléte, il ne reste que deux relations a établir : celle permettant d’exprimer ¢y a partir
de cg (k) et celle permettant d’exprimer ¢, a partir de CR)(k) Pour retrouver ¢y a partir de

cr(k), on peut reprendre (A.73) et la propriété (A.79) :

— % ; 71KR —ik-R \/_ Ze—lerH_R (A.88)
_ % ; —i(k+K)- R (k) (A.89)
_ 1 1(k+K)~R

=T . CR(k+ K) (A'90)

= ; e kR e (K), (A.91)
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ou le vecteur k est un vecteur de la zone de Brillouin originale. Pour exprimer c, a partir de
cg )(k) on peut prendre (A.67) et la propriété (A.84) :

Cr = % 4 eﬂ;'feiR'R% ; eiK'Rcf( +K (A.92)
k
v/ Z eik(HR)c(z)(f() (A.93)
VN £ R ’
k
_ % Zeik-(HR)Cg)R(R) (A.94)
k
= YL S ek (K), (A.95)
k

ou le vecteur r est un vecteur du réseau original.

A.3 Utilisation du hamiltonien général pour ondes de densité

A.3.1 Autres conventions

Cette annexe est dédié¢e aux différentes formes que peut prendre I’hamiltonien (42) :

H = Z tQa + Z AQ)a + c.h. (A.96)
Qa Qa

La convention choisie dans cette thése est :

Hgi,uats = ei(pQ’a Z %tQ,a,oeiQ‘(HE)CI+a,aCl‘,U (A.97)
r,0
. i Q).
_ elrpQ,a Z %tQ,a,Ue_l(k+ 5) aClL—Q,aCk’U’ (A.98)
k,o
Hgﬁ;res = ei@Q,a Z %AQ,aeiQ'(H—E) (Cr+a,Tcr,i — Cr+a,lcr,T) (A99)
r
004
=e%Q Z AQ,a CcoSs ((k + %) . a) Ck,1C—(k+Q),) > (A.100)
k

mais d’autres conventions existent. Le matériel supplémentaire de la référence [72] donne

une revue détaillée des différentes conventions utilisées dans la littérature.

Un exemple de convention différente consiste a incorporer le facteur Q - § dans les
phases ¢q,a et 0q,a- A phase nulle, les maxima de I’onde de densité (partie réelle du facteur

de forme) sont alors aux sites r plutdt qu’a (r + a)/2 (sur le lien). Notons cette convention
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$&a = $Qa + Q-
Gga=0Qa+Q-

[NSTE I STF

$Qa = $oa — Q-
9Qa=ega—Q-

(ST NI

Cela donne, pour les deux termes dans les représentations r et k :

sauts,B _ i B 1
Hoo " =€ fas Z 2tQat
r,0

4B
= e Y i e

paires,B
HQ,a

k,o
68, N 1 iQ
ees . 38qae
r

iQr CT c

r+a,o -1,0

—ik-a T

‘k+Q,0 k0

* ( Cr+a,}Cr,| — Cr+a,|Cr,} )

0B ; i
eng)a Z AQ,a(elk.a " e_l(k+Q)'a)Ck,TC—(k-%—Q))i'
k,o

102

(A.101)
(A.102)

(A.103)
(A.104)
(A.105)

(A.106)

Un autre exemple de convention différente est de prendre les mémes phases que la

+

convention B, mais d’utiliser la forme c] ;4 plutdt que ¢}, ¢, pour définir le tq ,. Appelons

cette convention D :

th,a = ta,a

Q°=-Q

Popa = ($Qa+Q-3)
08% =0Q.+Q-5

tQa = b 4

Q=-Q"
$Qa=—(#5p, - Q" 2)
0Q,a = QgD,a - QD . %

Cela donne, pour les deux termes dans les représentations r et k :

Ll
i
f[Sa]ljltS,D e ‘l’QD)a 1 tDD

2°Q%a

r,o

4D
1
:e¢QD’a é %tQD ae

Dy 4

Cr,0Cr+a,0

ik-a

Ck+QD,aCk’G

k,o
. gD
paires,D _ il 1 iQ-r
HQ,a =e¢ Qa Z EAQD’ae Q (Cr+a,TCr,¢ - Cr+a,¢Cr,T)
r

i6P ik- -i(k+Q)-
= el ZAQD’a(el 2, e i(k+Q) a)Ck,TC—(k+Q),l'
k,o

(A.107)
(A.108)
(A.109)
(A.110)

(A111)

(A.112)

(A.113)

(A.114)
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A.3.2 Exemple 1D de la forme matricielle

A titre d’exemple, considérons I’hamiltonien (A.96) en une dimension pour Q = 2?”
D’abord, tout comme la relation de dispersion &; combine tous les sauts possibles :
DN (A.115)
a

on définit ici Ay, tg x, Aqk> combinant respectivement tous les termes d’appariement
homogene, tous les termes d’onde de densité, et tous les termes d’ondes de densité de paires,

toujours pour Q = 2?” seulement :

IVED I (A.116)
a
tor = 3 e Dary (A.117)
a
(e Q
Agr = Y eF 2974 .. (A.118)
a
L’hamiltonien s’écrit donc :
HP = Z fkcz’ackﬁ + ( Z tQakCIt+Q,aCka0 (A.119)
k,o k,o
+ Z Akck,TC—k,l + Z AQ,ka,TC—(k+Q),l + Ch) (A.120)
k k

L’objectif consiste alors a le mettre dans la forme matricielle suivante :

fk AZ Ck,p

D oo : :
H”Y = Z (Clt,T gy ) . (A.121)
a1
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Partie normale spin up Pour clarifier cet objectif, considérons la partie normale du ha-

miltonien, c’est-a-dire sans terme d’appariement, et limitons-nous aux termes spin up :
1D _ T T *F
H™ = Z (fkck,TCk,r +IQkCrirCht T tQ,kck’TCk+Q,T)- (A.122)
k

On restreint la somme a la zone de Brillouin réduite —% <k< %, occupant un tier de la

zone de Brillouin originale —m < k < 71, ce qui nécessite d’écrire chaque terme trois fois :
T T x t
= Z (fkck,Tck)T + tQ>kck+Q,TCk,T + tQ,ka,Tck*’Q»T
kerBZ

T T * T
+ 8k QCk1 1 kH QN + IQEHQC420,1K+ Q1 + Qi+ Q k4,1 R 4201

T i * T
+ §k42QC8420,1 k201 + 1Qk+2QCk430,1 k20,1 + EQ ka2 Ck+2Q,¢Ck+3Q,T)‘

(A.123)

La périodicité des états de Bloch dans la zone de Brillouin originale fait que cx130,5 = Ck,¢

de sorte que I’hamiltonien s’écrit aussi sous forme matricielle :

Sk tox  taks2q || ki

- ot .
= kGZBz (Ck,Tck+Q,Tck+2Q,T) to.k ) toxsa || ckran |- (A.124)
I

ta,k+2Q tQ.k+Q £k+ZQ Ck+2Q,1

C’est précisément le bloc ( % ) recherché dans (A.121). Il ne reste qu’a écrire une forme
analogue pour les parties anormales et spin down. Commengons par la partie anormale, car

elle indiquera quels opérateurs forment la partie spin down du vecteur de Nambu.
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Partie anormale La partie anormale ne comprend que les termes d’appariement :

D _ £ F Lt + t
Hyp =3 (Akck,TC—k,i AR et T DQACKC- (k) T AQ,kC_(k.;.Q),le,T) (A.125)
k

_ £t « t
= Z (Akck,TC—k,i + Akc—k,lck,T + AQ,ka,TC—(k+Q),l + AQ,kC—(k+Q),¢Ck,T
kerBZ
__— t
+ Ak QCk+ Q10 (k+Q), 4 + ke Q€ (k1) ket
+A c c + A7 cf cf
Q. k+QCk+Q,1¢—(k+2Q),) Q.k+Q~(k+2Q),1 “k+Q,1

* T T
+ Ak42QCk+2Q,1C-(k+2Q).4 + Ak+2QC7(k+2Q),le+ZQ,T

* t t
+ AQ,k+2QCk+2Q,16-(k+3Q).4 + AQ,k+2QC—(k+3Q),Lck+2Q,T) (A.126)

= T + T
Z (Ck,T Ckrat k2t Skl C-(k+Q)) C—(k+2Q)>l)
kerBZ

0 0 —AL -AL, 0 Cht
0 0 0 0 Do Aholl crras
§ 0 0 0 - *Q,k+2Q 0 _Al:er Ck+2Q,1 (A127)
~A 0 ~AQ.k+2Q 0 0 0 s
-Agk  —Akiq 0 0 0 0 Ci(k+Q),¢
0 “AQk+Q  —Ak+2q 0 0 0 Ci(k+2Q),¢

Et il s’agit des blocs hors-diagonaux ( Ak N et (TR ) de (A.121). Notons qu’un terme d’onde de

paires de vecteur d’onde —Q occuperait les places restées libres dans ces blocs hors diagonaux.

Partie normale spin down La partie spin down ne peut étre écrite directement de (A.124), car
avant d’avoir diagonalisé ’hamiltonien, les sommes Y, (---)x # > (---)_x ne sont équivalentes que

pour la zone de Brillouin originale, non la zone de Brillouin réduite. Il faut donc refaire les étapes :
1D
Hi = z (f—kcik,ic—k'l + tQ,—kCik+Q)lC—k,¢ + ta,—kcik,¢c—k+0>l) (A.128)
k
- t T t T
= Z (f—kC_k,le,i +tQ k€ g C-kl t ta),kc_k)lc,kJrQ,l + £k+QC_(k+Q),¢C—(k+Q),¢
kerBZ

T * T T
Q- (k+Q) €k, E-(k+Q), 1+ 1Q,—(k+Q) C=(k+Q), E-kot T E—(k*'ZQ)C—(k+2Q),lC—(k+2Q))l

T T
+1Q,-(k+2Q) €_ (k+Q) 1 C- (k+2Q),4 T ta,—(k+2Q)C—(k+2Q),¢C—(k+Q),l)’ (A.129)
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remarquant que ¢_+Q,s = C-(k+2Q),s> ON peut écrire :

- Z (C—k,¢ C_(k+Q),} C—(k+2Q),¢)
kerBZ

* T
—&- “lo(k+Q) “to-k Cokd

X

* t
“to-(k+Q)  “E-(kv@)  TTo—(20) || ki (A.130)
1ok —lQ-(k+2Q)  —§-(k+2Q) Ci(k+2Q),¢

Et il s’agit du bloc diagonal ( _Es_k U ) recherché dans (A.121).

Hamiltonien complet Finalement, en combinant (A.124), (A.130) et (A.127), on obtient ’hamiltonien

complet sous forme matricielle :

D _ T T T
H Z (Ck,T kvt k2@ Skl C-(k+Q)u C—(k+20),¢)

keRBZ
& tok £Q,k+2Q A} -AG 0 Ck,t
to.k §k+Q to k@ 0 ~Afiq ~AQk+Q Ck+Qu
fakee  fekae See Agui 0 ~Akiaq Ck+2Q,t
—Ag 0 -AQ.k+2Q -&x —l‘a),(kJrQ) —tQ,—k Cik,l
Dok —Ariq 0 o) “de ~to o) || Ciiar
0 “Aqk+q  —Dki2q “to ok “lo-(k2Q)  ~8k+2Q k200
(A.131)

A.3.3 Représentation (K,K’) générale

Pour généraliser ’approche de la section précédente, on cherche a écrire ’hamiltonien comme :

H=2 Y 5 (s )

Q,a [ KK

[tq.at (k) ]k 0 CRtK/ 1

[Aa(®) ]k [fqai(l)]kx < ek

+ch (A.132)

ot le produite matriciel est en notation indicielle pour chacun des blocs. Cela permet de régler la

question pour les matrices de toute dimension.
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Partie normale spin-up Le terme normal (A.98) peut s’écrire dans la forme recherchée en
prenantk + Q > k+ K, etk > k+ K’ :

HgSS = Y 3tqar expli(—(k+Q/2) -a+ ¢qa)lef, g ikt (A.133)
k

= Z JtQae expli(-(k+Q/2)-a+¢qa. - K - a)]cLK,achK,)o, (A.134)
k

qui n’est valide que pour K - K’ = Q + G ol G est un vecteur du réseau réciproque choisi de sorte

que K et K’ demeurent dans la premiére zone de Brillouin. On peut aussi écrire :
[fQ,a,¢ (R)]K,K’ = tQ,a,T exp [1 (—(k + Q/2)a + (/)Q,a - Kl . a)] Z 6K—K’,Q+G- (Al35)
G

ou la somme sur G, couvrant tous les vecteurs du réseau réciproque original, assure que le terme soit
non nul pour la paire appropriée de K, K’ de la zone de Brillouin originale. En pratique, pour un
vecteur Q donné (un terme du hamiltonien) et un vecteur K donné (une rangée de la matrice) on
peut trouver quel K’ (quelle colonne) contient une entrée non nulle en appliquant le modulo défini
en (A.60) au vecteur K+ Q débordant la zone de Brillouin. La construction numérique de la matrice
est ainsi accélérée : pour une matrice de dimension L avec un nombre T de termes 5, non nuls la
complexité est O(LT) plutdt que O(L*T) si on vérifie existence d’un terme a chaque position dans
la matrice. Comparé a une inversion ou une diagonalisation en O(~ L?), le gain est non négligeable

si T est de Uordre de L, ce qui est souvent le cas pour les modeéles phénoménologiques de cette thése.
Partie anormale Le terme anormal (A.100) se change dans la forme recherchée en commutant
les opérateurs et en prenant —(k + Q) - —(k + K), etk - k + K’ :

™ = %0 3 dqucos (K + Q12)-a)en -y (a130

= —elfes Z Aqacos((k+Q/2)-a+K'- a)c—(R+K),LCR+K’,T’ (A137)
k

aussi valide seulement pour pour K - K’ = Q + G avec G choisi pour que K et K’ soient dans la

premiére zone de Brillouin. On trouve donc :

[AQ,a(f()]K,K/ = —AQ,;,eieQ’a cos ((k+Q/2)a+K'a) Z OK-K',Q+G- (A.138)
G



Annexes 108

Partie normale spin-down Le terme normal (A.98) s’écrit dans la forme recherchée en com-
mutant les opérateurs et en prenant k - —(k + K), etk + Q > —(k + K') :

HgSS = Y 3tquao exp[i(-(k+Q/2) -a+ ¢q.)]cl, g, ck (A.139)
K
=-Y 1tqaoexp[i((k-Q/2)-a+¢qa +K- a)]ck>lci(k+Q),¢ + constante,  (A.140)
k

encore valide seulement pour pour K — K’ = Q + G avec G choisi pour que K et K’ soient dans
la premiére zone de Brillouin. Dans ce cas-ci, la commutation des opérateurs avec K = K’ fait

apparaitre un terme constant, que I’on peut ignorer. On trouve donc :

[t (K) ]k k = —tqayexp[i (k- Q/2) -a+ ¢q. +K-a)] > Sk k'.q+a- (A.141)
G

A.3.4 Représentation (R,R’) générale

La représentation mixte des cg , (k) de la section A.2.4 permet de définir une autre représentation

matricielle pour ’hamiltonien (42). On cherche a 'exprimer dans la forme suivante :

ZEDINIDI NGNS

Qa [ RR

[tQ,a,T(!()]R,R’ 0~ CR’,T(k~) i ch (A.142)
[Aqa(®)]rr [t (K)]rr )\ (-k)

ou t&a(f() et Aq..(k) sont encore des matrices L x L, mais dans une base différente de celle en
A.132. Chaque rangée et colonne de la matrice correspond ici & un site R, permettant par exemple
de calculer la densité a chaque site de Pamas. De tels résultats ne sont toutefois pas présentés dans

cette these.

Partie normale Le terme normal (A.97) peut s’écrire dans la forme recherchée en substituant
I’équation (A.69) reliant les opérateurs c; , et cg (k) et en remarquant que le super-réseau est

choisi pour que tous les Q satisfassent e/@% =1:

HSQ*“;“T = 2 %tQ,a,T exp[i(Q- (r+a/2) + ¢qa)] CLMC,,T (A.143)
. i(K k) " i
=Y > tqarexp[i(Q- (R+a/2) + ¢qa)] £ D e® Tl (K)ep, (k) (A144)
TR K

= Z ; %tQ,a,T exp [i(Q: (R+2/2) + ¢q,a)] CI{+a,T(l~()CR,T(l~()’ (A.145)
k
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ou fut utilisé la définition du delta de Kronecker 6, ; = 3; e(®@-0)F op peut ensuite utiliser la
propriété (A.82) des opérateurs cg , (k), stipulant qu’ils sont définis modulo une phase en R. Pour

7

ce faire, il faut introduire la notation R + a = ag = ag + AR, permettant d’écrire :

=23 Lqarexp[i(Q- (R+a/2) + gga)]e Ml (K)eg , (K). (A.146)

k RR/

La notation R + a = ag = ag + Ay, pouvant se lire «a partant de R», est nécessaire parce que le
vecteur R + a peut sortir de la cellule périodique °. Décomposer ce dernier comme ag = ag + Ag
suivant (A.56-A.57) permet donc de travailler avec la portion interamas ag, et le reste intra-amas Ag,

qui dépendent de quel R est le point de départ.

Pour les éléments de matrice dans la forme (A.142), on trouve donc :

[tQ01 (k)[R k' = 51 exp[i(Q- (R' +2/2) + g0 — k- dr')]| Oroa, - (A.147)

De plus, dans ce cas-ci, les cg , (k) ont la périodicité de la zone de Brillouin réduite, comme démontré
en (A.79). On peut donc directement permuter les opérateurs et inverser la somme de (A.146) pour

obtenir la partie spin down :

[tQuas (k) Jrr = —2tqaexp[i(Q- (R+a/2) + ¢qa —k-ar)] Oy v (A.148)

Partie anormale Pour le terme anormal (A.99), en appliquant les mémes idées, on a :

Han,iares = Z %AQ,a exp [i (Q : (r + 3/2) + eQ,a)] (Cr+a,TCr,L - Cr+a,¢Cr,T) (A.149)
== 22 38aexp[i(Q- (R+2/2) +0q.)]
f R
x £ 3 IO (g (1) et (K) + v, i(1'<)CR,T(1£')) (A.150)
kK

=— Z > 2Aqaexp[i(Q- (R+a/2) +6q.a)]
k R
x (er,y (k) errar (k) + cria,y (K)er,t (k) (A.151)
=— Z > 2Aqaexp [i (Q- (R+a/2) +0q.+ k- iR)]
k R

x (s (k) cag,1(-k) + cag 1 (K)er,1 (k) (A.152)

5. Il aurait été encombrant d’écrire R + a et impossible d’avoir une version majuscule, une meilleure
notation serait probablement pertinente a cet effet. On suit ici celle présentée dans les références [194] et [155]
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On trouve donc :

[Aqa(i)]rw = ~2Aqa(exp[i(Q- (R+a/2) + Og. + k-ar)] Oa

+ exp [i (Q ~(R"+a/2) +0q.a+ k- éRI)] OR Ay ) (A.153)

A.4 Dérivées des énergies propres

On s’intéresse aux dérivées par rapport a k des valeurs propres E,, solutions de I’équation aux
valeurs propres Hy|w,k) = Eqx|Wnx). En laissant la dépendance en k implicite, on dérive la relation

d’orthogonalité (y,|y,,) = 8,,m pour les vecteurs propres :

a k ok =0, (A.154)
ce qui permet d’écrire la dérivée premiére de E,, comme :
9 oy olyn)
nH|Yn) = (¥a n E.|lv, n|En A.155
S wallva) = (vl S )+ SELE, ) + B, (A155)
=0

oE, oH

ak‘x - <wn|£|wn> (A156)

Cette équation est connue comme le théoréeme de Hellmann-Feynman [195, 196].

On s’intéresse ensuite a la dérivée d’un état propre. Dans la définition de la dérivée, on développe
|wn(k + 8k)) en considérant [H(k + 8k) — H(k)] comme une perturbation. Avec §k infinitésimal,

le terme de premier ordre est alors exact :

a|‘//n(k)> = lim |V’n(k + 8k)> — |1//n(k)>

ok ok 5k (A.157)
L W R(H Gk 8 - HO)lya (k)
= Jim 5% 2 En(K) = En(K) [y (k) (A.158)
JoH
=y ok T (Wl Gy, 1) Wj") W) (A.159)

E,-E,

m+n

C’est aussi une expression utile pour calculer la connexion de Berry [197, 175].

On s’intéresse finalement a la dérivée seconde des valeurs propres, pour laquelle on doit

exprimer la dérivée de I’équation aux valeurs propres H|y,) = E,|y,) :

oH ~\_9Es Alyn)
ok, lyn) = ok, [¥n) (H En) ok, (A.160)

Il faut étre prudent avec (H — E,;) car son déterminant est nul et donc il n’a pas d’inverse. Enfin,
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avec les équations (A.154), (A.159) et (A.160), et en faisant intervenir I’hermiticité de H on obtient :

g vl = 5ty + Sl Ty, S ) (A6
=(wn|(.9,?25C [ya) - 2 ;Z;(H—En)agiz> 162
=(wn|a£28k )

_2%:”2;” \Z |akﬂ1|€‘// >(1ym|(H—En)|‘//m'>w (A.163)
ai;gza _ W”'ai?;;a ey <wn|§,{’plevr>_(xEv:|§,fﬁlwn>' et

C’est avec cette équation qu’on calcule les termes de masse dans les équations du transport.
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