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Introduction

Les premiéres mesures de magnétorésistance anisotrope (AMR) remontent a 1857,
lorsque William Thomson découvrit que la résistance d’un barreau de fer ou de nickel
varie avec l'orientation de son aimantation [1]. La variation de résistance est de 1'ordre de
0,2% dans le fer et 2,02% dans le nickel & température ambiante et, au cours des années
qui suivirent, on découvrit que ’AMR pouvait atteindre les 5% dans certain composé de
permalloy [2] (alliage de métaux de transition). Ce résultat expérimental facilement re-
productible resta inexpliqué jusqu’au milieu du vingtieme siecle [3]. 11 fut montré alors
que le couplage spin-orbite contribue a la diffusion des électrons de conduction de maniere
plus ou moins importante selon la direction de leur spin. La résistance est donc liée a la
direction d’aimantation dans le matériau. Dans les années 1980, ’AMR connut un regain
d’intéret lorsque des ingénieurs eurent 1'idée d’utiliser cet effet pour réaliser des capteurs
magnétiques dans les tétes de lecture des disques durs. En 1991, IBM mit sur le marché
les premiers disques durs & AMR [4]. Cette technologie fut cependant rapidement dépassée
par un autre effet magnétorésistif : la magnétorésistance géante (GMR).

La magnétorésistance géante fut découverte en 1988 simultanément par les équipes
d’Albert Fert [5] et Peter Griinberg [6] dans des empilements de films minces alternant
des couches ferromagnétiques de fer et des couches non ferromagnétiques de chrome. En
I’absence de champ, deux couches magnétiques adjacentes subissent un couplage antifer-
romagnétique et ont une aimantation antiparallele. Un champ magnétique externe aligne
I’aimantation de I’ensemble des couches et la résistance du systeme décroit brutalement. Un
modele diffusif de conduction, ou les processus de diffusion dépendent du spin de 1’électron,
permet d’expliquer ce phénomeéne [7]. La forte magnétorésistance des dispositifs 8 GMR en
font de tres bons capteurs de champs magnétiques. Les premiers disques durs a GMR sont
apparus sur le marché des 1996 et leur développement a permis en 10 ans de multiplier par
100 la capacité de stockage [4].

La découverte de la GMR est a l'origine d’un nouveau champ de recherche, parti-
culierement fructueux au cours des vingt dernieres années : I’électronique de spin (ou
spintronique). L’idée centrale de I’électronique de spin est d’utiliser le spin des électrons
de conduction pour créer de nouveaux dispositifs électroniques (capteurs, mémoires, lo-
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Fig. 1: Exemple de jonction & cassure. Source : Scheer et al. [16]

giques...). La course a la miniaturisation a amené les expérimentateurs a s’intéresser au
transport polarisé en spin dans les contacts atomiques. Dans ce type de systeme, la taille
du conducteur est inférieure au libre parcours moyen des électrons et les propriétés de
transport électroniques different du modele diffusif classique. On s’attend donc a observer
de nouveaux effets magnétorésistifs.

Il existe plusieurs techniques pour fabriquer ce type de systeme. Le contact atomique
peut étre obtenu en amenant la pointe d’un microscope a effet tunnel en contact avec une
surface métallique [8, 9] ou étre fabriqué par des procédés électrochimiques (électrodépo-
sition [10, 11] ou électromigration [12]). Une troisieme technique communément utilisée
est la méthode des jonctions a cassure[13, 14], ou le contact est fabriqué en cassant un
micropont suspendu gravé dans une couche mince métallique (voir figure 1). Cette der-
niere méthode a 'avantage de produire des contacts stables et reproductibles. L’étude des
jonctions a cassure d’or et d’aluminium au cours des années 1990 a confirmé le caractere
atomique du contact [15-19]. Ces expériences ont montré que la conductance décroit par
plateaux au cours de la formation du contact. Chaque saut de conductance correspond a un
réarrangement atomique di a l’élongation du systeme. Juste avant la rupture du contact,
la conductance mesurée est toujours proche de Gy = 2¢2/h. Cette valeur correspond au
quantum de conductance et indique donc que le contact est constitué d’un seul atome.
Des phénomenes intéressants ont par ailleurs été observés, tel que la formation d’un fil
monoatomique de plusieurs atomes dans les contacts d’or ou de platine [17, 20-22]

Grace a leur stabilité, les contacts magnétiques réalisés par la technique des jonctions
a cassure sont de bons candidats pour l’électronique de spin. Leur étude a motivé de
nombreux travaux [23-31] et a ouvert la voie a I’électronique de spin a 1’échelle atomique.
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Fig. 2: Mesure expérimentale de la résistance d’une jonction a cassure de fer en fonction de
I'angle 6 entre le champ magnétique externe et le courant. Source : Viret et al. [32]

En particulier, les travaux de Garcia et al. [23-25] ont montré que les contacts de métaux
de transition présentent une tres forte GMR, pouvant atteindre les 1000% dans les contacts
de nickel.

Des expériences plus récentes ont révélé que les contacts atomiques de fer et de nickel
possedent aussi une AMR relativement élevée [32, 33]. Au cours de cette these, nous nous
intéresserons plus particulierement aux expériences du groupe de Michel Viret sur les jonc-
tions a cassures de fer [32]. Un exemple de courbe de conductance mesurée au cours de
ces expériences est reproduite sur la figure 2. L’effet est similaire a celui observé dans le
fer massif : la résistance est plus élevée lorsque I'aimantation est parallele a la direction du
courant. Néanmoins deux différences majeures apparaissent :

— L’AMR est de 'ordre de 20% alors qu’elle atteint a peine les 0.2% dans le fer massif.

Pour cette raison, on parle de magnétorésistance anisotrope géante.

— Dans le fer massif, la résistance varie continiment avec la direction de I’aimantation.
Dans un contact atomique, la courbe de résistance en fonction de la direction de
I’aimantation présente un saut abrupt entre deux plateaux de conduction.

Cette these a pour but d’expliquer ces résultats a ’aide d’une simulation numérique du
transport des électrons a travers un contact atomique de fer. En 2005, un premier modele
basé sur I’étude d’un fil monoatomique a apporté une premiere interprétation selon laquelle
I’AMR, du contact serait liée uniquement a 'effet du couplage spin-orbite sur la structure
de bandes du systeme [32, 34]. Cependant, au cours de notre étude, on s’est apergu que
ce modele simple n’est pas suffisant pour expliquer ’ensemble des caractéristiques de la
courbe expérimentale et qu’il est nécessaire de décrire au mieux le magnétisme de spin et
orbital ainsi que les propriétés de transport d’un contact atomique réaliste. La modélisation
de ce type de systeme nécessite plusieurs ingrédients.

— Tout d’abord, nous devons décrire le systeme a ’échelle atomique. Nous utilisons pour
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cela la méthode des liaisons fortes. Il s’agit d’une méthode de calcul de structure
électronique semi-empirique dans laquelle ’hamiltonien du systeme est paramétré
dans une base localisée. Elle a 'avantage d’étre plus rapide que les méthodes de
calculs ab initio telle que la DFT et de permettre I'étude de systemes contenant
beaucoup plus d’atomes. Mais, elle est a priori moins précise et nous devrons porter
une attention particuliere a vérifier la validité de notre modele.

— Nous devons ensuite décrire les propriétés magnétiques du contact atomique. Nous
introduisons pour cela un modele d’interaction inter-électronique. Dans les métaux
de transition en volume, le moment orbital est bloqué par la symétrie du cristal et
les modeles d’interaction électronique habituellement utilisés se contentent de dé-
crire le moment de spin. Dans les structures de basse dimensionnalité, telles que les
contacts atomiques, la brisure de symétrie entraine un effet de polarisation orbitale
[35, 36]. Notre modele d’interaction devra étre suffisamment précis pour reproduire
ce phénomene.

— Puisque nous souhaitons étudier la magnétorésistance anisotrope, nous devons prendre
en compte le magnétisme non-colinéaire et le couplage spin-orbite qui est a 'origine
des propriétés d’anisotropie magnétique au niveau atomique.

— Enfin nous devons modéliser le transport électronique. Nous nous placons pour cela
dans le formalisme de Landauer [37]. Dans cette approche, on suppose que le transport
des électrons est élastique et cohérent. Cette approximation est correcte dans la
limite des basses températures et des faibles tensions appliquées. On peut alors relier
directement la conductance a la structure électronique du systeme.

De nombreux travaux théoriques se sont intéressés au transport polarisé en spin dans les
contacts atomiques magnétiques [38-42]. Néanmoins, ces travaux sont consacrés a 1’étude
de la GMR des contacts et aucun des modeles présentés n’inclut le couplage spin-orbite.
Il ne peuvent donc étre utilisés pour modéliser '’AMR. Seuls les travaux de Smogunov et
al. consacrés a I’étude des contacts de platine décrivent le magnétisme non-colinéaire et le
couplage spin-orbite [43, 44]. Cependant, leur approche differe de la nétre puisqu’elle repose
sur la DFT. La taille des systemes étudiés est donc relativement limitée et la polarisation
orbitale n’est pas prise en compte.

Ce manuscrit est organisé en cinq chapitres. Dans le chapitre 1 nous présentons la
méthode des liaisons fortes et nous montrons comment elle peut étre étendue a ’aide du
modele de Stoner pour prendre en compte le magnétisme non-colinéaire et le couplage spin-
orbite. Le chapitre 2 est consacré a une étude du magnétisme du fer dans des systemes
de différentes dimensionalités (volume, surface et fil monoatomique). La comparaison des
résultats avec des calculs ab initio permet de valider notre modele de liaisons fortes et
confirme qu’il décrit correctement la structure électronique et le magnétisme de spin des
contacts atomiques de fer. Dans le chapitre 3 nous montrons que le modele de Stoner n’est
pas suffisant pour décrire des systemes magnétiques de basse dimensionalité et qu’il est né-
cessaire de réaliser un calcul plus complet des interactions inter-électroniques pour décrire
les effets de polarisation orbitale qui y apparaissent. Nous introduisons pour cela un modele
d’interaction de type Hartree-Fock. Le chapitre 4 est consacré a la modélisation du trans-
port électronique. Nous montrons comment la conductance d’'un contact atomique peut
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étre calculée dans le formalisme de Landauer a partir de la fonction de Green du systeme.
Enfin dans le chapitre 5, apres avoir montré comment le formalisme de Landauer peut
étre étendu au cas magnétique, nous appliquons l'ensemble des techniques décrites dans
les chapitres précédents pour simuler la magnétorésistance anisotrope dans les jonctions a
cassures de fer et nous apportons une explication aux résultats expérimentaux.






CHAPITRE ]_

Le magnétisme dans ’approximation
des liaisons fortes

Dans ce chapitre, nous présentons la méthode de calcul de structure électronique utilisée
au cours de cette étude. Dans une premiere partie, nous introduisons la méthode des liaisons
fortes. Dans une seconde partie, nous montrons comment ce formalisme peut étre étendu
a l’étude du magnétisme.

1.1 Modele des liaisons fortes

La méthode des liaisons fortes est une méthode de calcul de structure électronique semi-
empirique. Elle repose sur 'approximation selon laquelle la fonction d’onde d'un électron
dans un solide peut étre approchée par une combinaison linéaire d’orbitales atomiques.
Dans cette base localisée, I’ hamiltonien du solide étudié est décrit par un nombre limité
de parametres (niveaux électroniques et intégrales de sauts). La résolution de ’équation
de Schrédinger permet alors de calculer I'énergie totale et la structure électronique du
systeme. L’approximation des liaisons fortes est valable quand la distance entre atomes
est grande par rapport a I'extension des orbitales atomiques. Elle décrit efficacement les
bandes étroites (3d,4d,5d) des métaux de transition.

L’utilisation d’une base localisée minimale et d’un hamiltonien paramétré permet 1’étude
de systemes relativement grands (plusieurs centaines d’atomes) difficilement accessible par
des méthodes ab initio beaucoup plus cotiteuses en temps de calcul. De plus la description
en base atomique permet d’accéder simplement aux grandeurs définies localement. Nous
verrons que cette technique est parfaitement appropriée a I’'étude du magnétisme et du
transport électronique.
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Dans cette partie, nous en introduirons le formalisme. Pour une description plus détaillée
de la méthode de liaisons fortes, on pourra se reporter aux références [45, 46].

1.1.1 Formulation

Base

La méthode des liaisons fortes repose sur le choix d’une base d’orbitales atomiques
localisées pour décrire 1'espace de Hilbert des fonctions d’ondes électroniques.

Par convention, nous utiliserons des lettres minuscules latines pour désigner les sites
atomiques (7,7,...) et des lettres minuscules grecques pour désigner les orbitales (A,u,...).
Si Ny est le nombre d’atomes et N, le nombre d’orbitales, la base liaisons fortes (LF)
est donc un ensemble de Ny, x N, fonctions d’ondes ¢;)(r) correspondant a 'orbitale A
centrée sur I'atome . Une fonction d’onde quelconque 9 (r) se décompose dans cette base

sous la forme :
U(r) = Z Cixgir(r), (1.1)
i
ou en introduisant la notation de Dirac tel que ¢;\(r) = (r|i)) :

) = Ciali). (1.2)
iA

Le nombre d’orbitales N, pris en compte dans la base dépend du type de matériau
considéré. En général, on se contente de décrire les électrons de valence. Pour les métaux
de transition 3d, on choisit une base constituée des neuf orbitales atomiques 4s,4p et 3d
(45,4p,,4py AP, ,3dyy,3d,,3d,.,3d,2_,2,3d,2). Dans la suite de notre étude, nous nous place-
rons dans cette base spd. Comme nous le verrons, il est inutile de connaitre la forme exacte
des fonctions de bases ¢;(r). Seuls les éléments de matrice de I’ hamiltonien pris entre ces
fonctions de base sont nécessaire pour décrire le systeme.

Dans cette base, les fonctions d’ondes et les opérateurs peuvent étre représentés par
des vecteurs et des matrices. Nous les noterons en gras pour les différencier des fonctions
d’ondes et des opérateurs qu’ils représentent.

Ainsi, une fonction d’onde [¢) = )., C;,|i)) sera représentée par le vecteur colonne

(LR

P = C;M (1.3)

Un opérateur A est représenté par la matrice A d’éléments :
Aingye = (M Aljn). (1.4)

La base LF est a priori non-orthogonale. Le recouvrement entre les différentes orbitales
est donné par la matrice S d’éléments :

Sixgn = (A7) (1.5)
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Fig. 1.1: Base d’orbitales spd

Il s’agit de la représentation de 'opérateur identité I dans la base LF.

Potentiel effectif

On se place dans I'approximation des électrons indépendants. Chaque électron est vu
comme se déplagant indépendamment dans le potentiel effectif moyen créé par les ions
et 'ensemble des électrons. Sa fonction d’onde #(r) est alors solution de 1’équation de
Schrodinger a 1 électron

(7 + V) (x) = Bus(r), (1.6)
ou T est I'opérateur d’énergie cinétique du systeme (T = —%VQ). L’approximation des

électrons indépendants simplifie grandement le probleme a N électrons. Dans un traitement
exact, les électrons ne peuvent étre décrits par des fonctions d’ondes mono-électroniques.
Néanmoins, 'approximation des électrons indépendants ne néglige pas entierement l'inter-
action entre électrons. Elle suppose que les principaux effets de cette interaction peuvent
étre pris en compte grace a un choix judicieux du potentiel effectif Vigr.

La méthode des liaisons fortes repose sur 1'idée que ce potentiel effectif Vit peut étre
approché par la somme des potentiels f/i“t produit par chaque atome neutre.

Nat

Vepp =Y V" (1.7)
=1
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Il est alors judicieux de se placer dans la base des orbitales atomiques [iA) qui sont
solutions de I’équation de Schrodinger quand 'atome i est isolé :

h? -
(—%VZ + V;at(r)> ‘Z>\> = E ’Z)\) (18)
€4 est le niveau électronique de l'orbitale de type A. Il dépend du type d’atome se
trouvant sur le site 7.
Hamiltonien

Les éléments de matrice H;y;, de I'hamiltonien dans cette base forment une matrice H
et sont donnés par :

Nat
Hingu = N A |jn) = GAIT + S V) (1.9)
i=1
Deux types de termes apparaissent.
Les termes intra-atomiques (i = j) :
sy = (AT + Vilip) + A Xy Vilin) (1.10)
= M0+ (A Xy Vilin). (1.11)

Ils correspondent aux niveaux des orbitales atomiques auxquels s’ajoute un terme de champ
cristallin. Dans le cas d’une base spd, on a trois niveaux distincts correspondant a chaque
type d’orbitale (€2 e gt, €4'). Le terme de champ cristallin est négligé.

Les termes inter-atomiques (i #j) :

Hi = (A ZVk!Ju (1.12)
i#j

Ces termes comprennent des intégrales a deux centres (i = k) et des intégrales a trois
centres (i # k # j). Les intégrales a trois centres sont généralement faibles car les fonctions
d’ondes [i\), [ju) et le potentiel Vj, décroissent rapidement quand on s’éloigne de leurs sites
respectifs. Ces termes sont donc négligés. On conserve alors uniquement les intégrales a
deux centres appelées intégrales de saut :

Hinju =< iAVilju >= B}" (1.13)
i#j
Les intégrales de saut représentent l'interaction entre deux orbitales situées sur les sites
1 et j. Elles sont responsables de la formation de bandes d’énergie a partir des niveaux
atomiques discrets. Elles dépendent du vecteur Ryj entre les atomes i et j et du type
d’orbitales considérées ( = Bu(Ry))-
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Fig. 1.2: Les 10 intégrales de saut de Slater-Koster
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Quand la liaison ij est dirigée selon I'axe Oz, les intégrales de saut prennent une forme
simple. Par symétrie, on peut montrer que dans ce cas, seules 10 intégrales de saut sont
non nulles. Ces intégrales de saut sont appelées parametres de Slater Koster [47]. Elles
correspondent a des liaisons de type o (sso,ppo,ddo,spo,spo,pdo), de type m (ppr,ddm,pdr)
et de type & (ddd). Ces liaisons sont représentées sur la figure 1.2. On note 3(R) la matrice
des intégrales de saut le long de axe Oz (Byu(R) = Bru(Rey)). Cette matrice est de la
forme :

sso 0 0 spo 0 0 0 0 sdo
0 ppT 0 0 0 0 pdr O 0
0 ppmT 0 0 pdr O 0 0

—spo 0 0 ppoc 0 0 0 0 pdo

B(R) = 0 0 0 0O dd6 0 O 0 0 |, (1.14)

0 0 —pdm 0 0 ddm 0 0 0
0 —pdm 0 0 0 0 ddm O 0
0 0 0 0 0 0 0 ddé O

sdo 0 0 —pdo 0 0 0 0 ddo

dans la base (s, Dy, Py, Dz, Auy, Ay, dyzy dy2— 2, d2).

Quand Rjj est selon une direction quelconque, les intégrales de saut [y,(Rj;) sont
obtenues en réalisant une rotation de la base spd. En effet, dans la base d’orbitales dont
I'axe de quantification est selon la direction Rjj, la matrice des intégrales de saut est la
matrice B(R;;). On obtient alors la matrice des intégrales de saut dans la base de départ
(avec axe de quantification selon Oz) a l'aide de la formule de rotation

B(Ryj) = T™'B(Ry)T, (1.15)

ou T est la matrice unitaire représentant la rotation de la base d’orbitales quand ’axe
de quantification passe de la direction Oz a la direction de Ry; Elle dépend des cosinus
directeurs de Rj;.

Les intégrales de saut sont donc fonction des 10 parametres de Slater-Koster et des
cosinus directeurs de Ry;j. Par ailleurs les intégrales de saut de Slater-Koster 3 \u varient avec
la distance entre atomes. Il est facile de voir qu’elles décroissent lorsque R augmente. En
général on suppose que cette décroissance est exponentielle. Dans la pratique, on introduit
un rayon de coupure R, au-dela duquel les intégrales de saut sont considérées comme nulles.
On limite ainsi le nombre de voisins par atome.

Paramétrisation

L’hamiltonien d’un systeme dans la base LF est completement déterminé par les pa-
rametres €5 et 3y,(Ry;) correspondants. Ils peuvent étre déterminés empiriquement soit a
partir de résultats expérimentaux, soit a partir de calculs ab initio, pour une structure cris-
talline et un parametre de maille donnés. Malheureusement, les parametres qui décrivent
correctement un systeme donné ne fournissent pas en général une bonne description d'un
autre systeme du méme matériau avec une géométrie ou une structure cristalline différente.
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Fig. 1.3: Fonction de coupure F.(R)

Pour avoir des parametres transférables a plusieurs situations, il est nécessaire d’utiliser
une paramétrisation qui modélise la variation des intégrales de saut et des niveaux électro-
niques en fonction de la géométrie. Dans nos calculs, nous avons utilisé la paramétrisation
proposée par Papaconstantopoulos [48, 49]. Elle a été développée pour reproduire, avec un
nombre restreint de parametres, I’énergie et la structure de bandes d’'un matériau sur une
large plage de distances inter-atomiques et dans plusieurs géométries.

Dans cette paramétrisation, on essaie de reproduire au mieux la variation des intégrales
de saut de Slater-Koster en affinant le modele simple de la décroissance exponentielle. On
suppose qu’elles sont de la forme :

By(R) = (e + [, R+ g, R*) exp[~hi R|F.(R), (1.16)

ou v représente le type de liaisons considérées (sso,spo,...). F.(R) est une fonction de

coupure
1

" 1+exp[(R— Ro)/l]

utilisée pour limiter la portée des parametres aux proches voisins. Si on trace cette fonction
de coupure en fonction de R (figure 1.3), on voit que Ry correspond au point d’inflexion
de la courbe et qu’a partir d’une certaine distance, la fonction peut étre considérée comme
nulle. On définit le rayon de coupure R. au dela duquel on négligera les interactions par
R. = Ry + 5l. Dans la paramétrisation utilisée par la suite, on a typiquement R, = 14a, et
[ = 0.5a¢ (ou ag est le rayon de Bohr).

F.(R) (1.17)

La base LF utilisée dans la paramétrisation de Papaconstantopoulos est non-orthogonale.

Il est donc nécessaire de connaitre la forme de la matrice de recouvrement S. On suppose
qu’ils ont la méme forme que les intégrales de saut.



14

1. LE MAGNETISME EN LIAISONS FORTES

La variation des termes intra-atomiques (%) est donnée par
€y = ax + b,\p?/g + Cxp?/g + dyp; (1.18)

ol p; est proportionnel a la densité d’atomes présents autour de 'atome ¢ et sert a décrire
son environnement :

p; = Z exp[—a? Ry F.(Ry;). (1.19)

Nous verrons par la suite que cette variation des termes intra-atomiques en fonction de leur
environnement est nécessaire si on veut décrire correctement le terme répulsif de I’énergie
totale.

La description des trois termes intra-orbitaux nécessitent donc 13 parametres (ay,bx,cx
et a). Les 10 intégrales de saut et les 10 recouvrements de Slater-Koster requierent chacun 4
parametres (e, f,g,h). Ainsi ’hamiltonien liaisons fortes est completement déterminé a ’aide
de 93 parametres. Ceux-ci sont obtenus en ajustant des calculs de structures de bandes et
d’énergie totale sur des résultats de calcul ab initio. Pour obtenir une bonne transférabilité,
on réalise cet ajustement pour plusieurs géométries. Par exemple, les parametres du fer que
nous utiliserons par la suite ont été obtenus a partir de calcul ab initio sur des cristaux
BCC et FCC pour plusieurs distances inter-atomiques. Nous verrons au chapitre 2 que ces
parametres décrivent alors correctement les propriétés du fer en volume, en surface et dans
les contacts atomiques.

Equation de Schrédinger

Maintenant que nous connaissons 1’hamiltonien du systeme, nous pouvons résoudre
I’équation de Schrodinger :

H|yp) = E|) (1.20)

En multipliant & gauche par (iA| et en décomposant [i)) dans la base liaisons fortes, on
obtient :

> CiuliNHjn) =Y CiuB(iXju), Vi (1.21)
Jh Jh
En utilisant les notations matricielles introduites dans la section 1.1.1, I’équation de
Schrodinger se réduit a I’équation matricielle suivante :

Hi = ESt (1.22)

Il s’agit d’une équation aux valeurs propres généralisée. La diagonalisation de cette
équation fournit Ny x N, vecteurs propres (™ d’énergie E(™. Ces vecteurs représentent
les fonctions d’ondes des états propres [¢)(™) dans la base LF.
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Densité d’états et densité de charge

La densité d’états D(E) du systeme est donnée par :
D(E) = Tr(0(E — H)), (1.23)

ou §(F) est la fonction delta de Dirac. On connait les valeurs propres de H. La trace d’'un
opérateur étant la somme de ses valeurs propres, on peut calculer D(F) :

D(E)=2) §(E—E™) (1.24)

ou la somme est prise sur I'ensemble des états propres de H. Le facteur 2 tient compte
du fait que dans le cas d'un systeme non-magnétique, chaque orbitale peut accueillir deux
électrons de spin opposé.

La densité de charges n(FE) correspond a la densité d’états occupés a I'énergie E :

n(E) = f(E - Ex)D(E) (1.25)
ou f(FE — Er) est la fonction de Fermi

J(E—Ep)=—

S 1.26
1+exp k;?” ( )

qui donne le taux d’occupation a la température 7' d'un état d’énergie F pour un systeme
de Fermions d’énergie de Fermi Ep.
Pour un systeme de N,.- électrons a température nulle,

] (1.27)
0 si B> FEp,

f(E_EF):{

seuls les N - états de plus basses énergies sont occupés. Si on classe les états propres dans
I'ordre d’énergie croissante, la densité de charge est donnée simplement par :

n(E) =2 2 5(E — E™) (1.28)

Le niveau de Fermi Er du systeme est alors I’énergie de I’état propre |N,-).

Dans la pratique, pour obtenir une bonne convergence sur la charge (voir section 1.1.3),
on se place a une température T légerement supérieure a 0 K. L’occupation de I'état n
n’est plus 0 ou 1 mais f(E™ — Er) :

n(E) =2 f(E - Ep)S(E — E™). (1.29)
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Il est alors nécessaire de calculer le niveau de Fermi pour connaitre n(E). Il est obtenu
a partir de I’équation suivante, vérifiée par n(E), d’apres sa définition :

N, = /M n(E)AE =2) " f(E™ — Ep) (1.30)

[e.9]

On définit enfin I'opérateur densité p :

p=2 ful™) (), (1.31)

oit f, = f(E™ — Ep) est le remplissage du niveau n. On a alors :

Te[p) =2 fo=Ne-. (1.32)

Energie totale

L’énergie de bande du systeme est définie par :
“+o0o
Bhande = / En(E)AE =Y f(E™ — Ep)E™. (1.33)

Dans le cas d'un modele liaisons fortes avec des niveaux intra-atomiques constants, ce
terme est uniquement attractif. En effet, le fait de rapprocher les atomes entre eux élargit
la bande. Si lors de cette élargissement le centre de la bande reste constant, I’énergie de
bande diminue.

Pour reproduire la partie répulsive de I'énergie totale du systeme, il est nécessaire d’in-
troduire des termes intra-atomiques variables. En effet, si le centre de la bande augmente
suffisamment avec le rapprochement des atomes, 'énergie de bande augmente. Ainsi un
choix judicieux des termes intra-atomiques permet d’inclure la partie attractive et la partie
répulsive de I’énergie totale dans I'énergie de bande.

Dans la paramétrisation que nous avons choisie, les niveaux intra-atomiques ¢;, d’un
atome i varient selon son environnement (cf. formule 1.18). Les parametres décrivant cette
variation sont ajustés de telle sorte que I'énergie de bande reproduise au mieux 'énergie
totale du systeme. On a alors :

Etot = Ebande- (134)

Théoréme de Bloch et structure de bande

Quand le systeme étudié est un cristal infini périodique, on utilise le théoreme de Bloch
et les conditions périodiques de Born von Karmann pour restreindre le calcul a la maille
élémentaire. Nous désignons une maille par le vecteur du réseau de Bravais R correspondant
(voir figure 1.4). La base LF est alors I’ensemble des fonctions |Ri\) désignant 1'orbitale A
sur l'atome 7 de la maille R :

(r|RiA) = ¢r(r —r; — R). (1.35)
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Fig. 1.4: Réseau de Bravais. Une maille du réseau est désignée par le vecteur R.
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Un état propre du systeme se décompose dans cette base sous la forme

) =3 CRAIRAN). (1.36)

RiX

Le vecteur 9™ correspondant est solution de Péquation de Schrédinger matricielle 1.22.
D’apres le théoreme de Bloch, un état propre peut étre choisi comme le produit d’une onde
plane e '* et d’'une fonction ayant la périodicité du réseau.

™ (r+R)= eik'Rw(")(r) (1.37)

On se place alors dans le réseau réciproque et on introduit la transformée de Fourier
wl((”) (r) définie sur la maille R = 0 par

W (r) = T R% ek Ry () (p), (1.38)

Cette fonction d’onde se décompose dans la base liaisons fortes restreintes a la maille
R =0.
) =D Galid). (1.39)
i
D’apres les équations 1.36, 1.38 et 1.39, on peut montrer qu’il existe une relation simple
entre les coefficients de |¢,"”) et de [¢\™)) :

ol = —e* R (1.40)

) \/N
(n)

Le vecteur v, ~ vérifie alors I’équation matricielle

H " = B8 ap™ (1.41)
ol la matrice Hy est définie par :
Hyirju = Z e BRYRIA| H|R jpu) (1.42)
RR/cRB

Dans la pratique on résout cette équation pour Ny vecteurs k répartis dans toute la
zone de Brillouin (ZB). La résolution de I’équation de Schrodinger pour le systéme complet
est ainsi réduite a la résolution de Ny équations de Schrodinger dans une maille élémentaire
du réseau. L’ensemble des El({n) obtenus permet de tracer la structure de bandes. L’énergie
totale est obtenue en intégrant la formule 1.33 sur la zone de Brillouin :

1 (n)y p(n)
FEit = FEi(k)dk = E E E;)EY. 1.43
tot /ZB t t( ) Nk - - f( k ) k ( )
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1.1.2 Grandeurs locales

Le probleme du recouvrement

En plus du calcul de I'énergie totale et de la structure électronique du systeme, la
méthode des liaisons fortes permet d’accéder facilement a des grandeurs définies localement
sur un site atomique (densité d’états locale, charges, fonctions de Green...). La présence de
recouvrement entraine néanmoins quelques complications. En effet, les grandeurs locales
ne sont pas définies de maniere unique dans une base non-orthogonale.

Charge locale

Nous avons vu précédemment que la charge totale du systeme (IN.-) pouvait étre ob-
tenue comme l'intégrale sur 1’énergie de la densité de charge (équation 1.30). Cette charge
totale peut aussi étre calculée comme l'intégrale sur ’espace des probabilités de présence
des électrons du systeme

N =23 [ U wPdr =2 3 e ), (1.44)

oil f,, est le remplissage de I'état n (f, = f(E™ — Ep)). Soit en introduisant la décompo-
sition des états propres |[U(™) dans la base LF :

Ne- =23 3 DSOS CRNiM i) = 230D 3 Ol Ol S (1:45)

no i\ Ju no i\ Ju

On cherche a définir la charge N;) associée a l'orbitale A de I’atome ¢ de telle sorte que
Ne- = Ni. (1.46)
i
Notons que la charge nette définie simplement comme

gy = ZM%F (1.47)

ne répond pas a cette définition.

En observant I’équation 1.45, on remarque que les charges locales ne sont pas définies
de manieres uniques. Il est nécessaire de choisir comment répartir les différents termes sur
chaque orbitale. On propose de décrire la charge associée a une orbitale par sa population
de Mulliken :

Na=23" Z I (CR" 8 Singu+ OO Sjin) (1.48)

Cette formulation revient a répartir équitablement sur les orbitales i) et |ju) les termes
de la forme CZ.(;)*C](-Z)Si)\ju et CJ(-Z)*C’};)SMW qui apparaissent dans la formule 1.45 de la
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charge totale. La charge de Mulliken donne alors une bonne représentation de la charge
locale. Notons par ailleurs que dans le cas d’une base orthogonale, la charge de Mulliken
est bien identique a la charge nette. La matrice S étant hermitique, on peut observer que
cette formule définie bien une charge réelle que I'on peut réécrire simplement

Niv =233 fuRe (CRCHSina) (1.49)
nogp
Cette formule donne la charge sur une orbitale de I'atome ¢. La charge sur I'atome 7 est
évidemment donnée par

N; =) Na, (1.50)
A

et la charge totale par

N => N (1.51)
Pour simplifier la formule 1.49, on introduit les coefficients 6’1(/7\1 ) définis par
Oi(j\L) = Z CJ('Z)S@\]'M- (1.52)
Jh
La charge de Mulliken s’écrit alors :

Niv =23 fuRe (C5CR)) (1.53)

Les coefficients Q(f) correspondent a la décomposition du vecteur propre v,, dans la base
duale & la base LF (cf. annexe A).

Grandeurs localisées

La valeur moyenne d’un opérateur est

(A) = Tr(pA) (1.54)
ol p est la densité de charge du systeme dans 1’état fondamental. Soit :
(&) =" fe ™AW =37 £ > OO Ay (1.55)
n n IAJ L

On définit alors la contribution d’'une orbitale atomique a cette moyenne globale de la
méme maniere que la charge de Mulliken par

1 1 n)* n n)* n
(A=Y 3h> (ROl Aingy + € CR) Ajuin) (1.56)
n Jh
Ainsi par exemple, la densité de charge localisée sur 'orbitale A de I’atome 7 est donnée
par :

nia(E) = Y fuRe (CHMERY) 6(E — B™). (1.57)
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Fonctions de Green

La fonction de Green G(E) d’un systéme est opérateur solution de I'équation de Schro-
dinger inhomogene ([50]) :
(z— H)G(z) =1, (1.58)
ot H est 'hamiltonien du systeme, z un nombre complexe et I Iopérateur identité. Quand
z n’est pas une valeur propre de H, la solution formelle de cette équation est :

G(z)=(z— H)™. (1.59)
Dans la base des états propres de H, G(z) est diagonale :
A [ (] (n)
G(z) = Z — g pour 2 #F (1.60)

n

Tout Z dans le spectre de H est un pole de P'opérateur C?(z)A On définit alors par
prolongement les fonctions de Green retardée (G"(F)) et avancée (G*(F)) :
G"(E) = lim (E +in— H)™!
o (1.61)
GY(E) = lim (E —in— H)™",
n—0+
ou E est un nombre réel qui peut étre une valeur propre de H. Quand E n’est pas dans
le spectre de H ces deux fonctions de Green coincident avec la définition 1.58. H étant
hermitique, il existe une relation simple entre la fonction de Green retardée et la fonction
de Green avancée : ) R
G“(E) = G"(E). (1.62)
Nous nous contenterons donc par la suite de calculer la fonction de Green retardée que nous
noterons G(E). Notons que la différence entre les fonctions de Green avancée et retardée
est directement lié a la densité spectrale du systeme :

1
Zl (1)) (™)
—»0E+1n B0 T B—m—pm VT

G(E)

N %%(Q(E E_“l:)?) el (1.63)

:—QWZW V™ |§(E — EM),

La fonction de Green fournit une information complete sur le systeme. Par exemple,
I’ensemble de ses poles coincident avec le spectre de H. Il existe par ailleurs une relation
simple entre la fonction de Green et la densité d’états D(E) du systeme :

1 —1

Ty (G(E)) = 3 i Iy = 2 I oy 7

=-—mY §(E-E™)= —WD(E).
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La fonction de Green a le grand avantage de permettre de calculer toutes les propriétés
d’'un systeme sans avoir a calculer ses valeurs propres. La fonction de Green peut étre
calculée dans une base donnée par l'inversion d’une matrice pour chaque valeur de z. Dans
certaines situations cela est plus pratique que de résoudre le probleme aux valeurs propres.
C’est le cas notamment quand on veut calculer les propriétés de transport électronique du
systeme, comme nous le verrons au chapitre 4 Elle est particulierement utile lorsqu’on veut
calculer la réponse du systéme & un terme de source |1)™). L’état du systéme soumis a cette
excitation est alors solution de I'équation

(B — H)l) = [¢™). (1.65)

La fonction G(E)[)™) est solution de cette équation. Ainsi en connaissant la fonction de
Green du systeme, on peut facilement calculer sa réponse a un terme de source.

On choisit de représenter la fonction de Green par la matrice G(E) dont les éléments
de matrice vérifient : X B

G(B) =) liNGau(E) (il (1.66)
tAjp

Il s’agit de la représentation de G(E) dans la base duale (voir annexe A). Cette matrice
est alors simplement :

G(E)=(ES—H)™", (1.67)

Si on connait les matrice H et S, le calcul de la fonction de Green se réduit a une inversion
de matrice. Cette représentation a l'avantage de simplifier les calculs. En effet la matrice
G(E) définie par Giy;u(E) = (A|G(E)|ju) est solution de 'équation matricielle :

G(E)=S(ES—-H)'S. (1.68)

Son calcul demande alors deux multiplications matricielles que I'ont peut éviter grace a la
représentation G(E). De nombreuses formules sont par ailleurs simplifiées.

Dans la pratique, pour ne pas avoir de probleme quand E est une valeur propre, on
calcule la fonction de Green retardée en ajoutant une petite partie imaginaire in :

G(E)=((E+inS—-H)™" (1.69)

1.1.3 Neutralité locale

Transfert de charge dans les systémes inhomogenes

La méthode des liaisons fortes repose sur le choix d’'un hamiltonien paramétré, fixé au
début du calcul. Le potentiel n’est pas déterminé de maniere auto-cohérente comme dans
les calculs ab initio. Cela ne pose pas de probleme dans le cas des systémes homogenes.
Dans ces systemes, tous les sites sont équivalents et la charge répartie sur chaque atome est
la méme. On ne commet donc pas d’erreur en fixant le méme potentiel sur chaque atome.

Ce n’est plus le cas si on considere un systeme inhomogene contenant des défauts
localisés (lacunes,...) ou délocalisés (surface,...). Les sites ne sont alors plus tous équivalents
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Fig. 1.5: Densité d’états locale schématique en volume (en haut) et en surface (en bas).

et la densité d’états disponible autour de chaque atome n’est plus la méme. Si on se place
dans le cadre d'un modele liaisons fortes ou les niveaux intra-atomiques (et donc les centres
des bandes électroniques) sont fixés, on observe alors un phénomene de transfert de charge.

Prenons l'exemple de la surface d’un cristal. La densité d’états locale sur un atome
de surface differe de la densité d’états d'un atome de volume. La baisse du nombre de
voisins en surface entraine un rétrécissement de la densité d’états locale (voir figure 1.5).
Le nombre d’états total disponible étant par ailleurs constant, ’aire totale des deux courbes
est identique. Les niveaux intra-atomiques sont fixes et donc les deux densités sont centrées
sur la méme énergie. A I’équilibre, le niveaux de Fermi Er est le méme dans tout le systeme.
On voit alors clairement sur la figure 1.5 que la charge obtenue par cette méthode differe
en volume et en surface. Dans le cas d'une bande plus que demi-remplie (Er > ¢€), le
transfert de charge est positif en surface. Il est négatif dans le cas d’'une bande moins que
demi-remplie. Or, dans les métaux, a cause de I’écrantage, ce transfert de charge est en fait
tres faible. La neutralité locale est respectée.

Un moyen de pallier ce probleme est de modifier les niveaux électroniques sur les atomes
proches des défauts pour maintenir une charge constante autour de chaque site'. On voit

'Nous avons vu précédemment que dans la paramétrisation que nous avons choisie, les termes intra-
atomiques sont modifiées selon leur environnement Cette modification servait a modéliser le terme répulsif
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en effet fig. 1.5 qu’en déplagant le centre de la densité d’états de 'atome de surface d’un
0V; suffisant, on peut faire en sorte d’avoir le méme nombre d’électrons en volume et en
surface.

Dans le cas d’une base liaisons fortes orthogonales, cette modification des niveaux élec-
troniques s’obtient simplement en modifiant les termes intra-atomiques de 'hamiltonien
sur I’atome i de V :

€ix = € + 0V (1.70)

0V; dépend de la densité d’états sur 'atome ¢ et doit donc étre calculée de maniere auto-
cohérente.

Neutralité locale

Pour calculer les 0V}, on utilise une méthode de pénalisation qui consiste a imposer la
neutralité sur chaque atome et a calculer comment les niveaux intra-atomiques de I’hamil-
tonien sont modifiés par cette contrainte.

Nous nous plagons pour cette démonstration dans le cadre d’une base d’orbitales réelles
orthogonales. Le raisonnement peut se généraliser avec quelques modifications dans une
base d’orbitales complexes non-orthogonales. L’énergie totale est donnée par

Eior = Z E™ = Z Zci(;)C;Z)HMJ‘M (1'71)

n occ T OCC EAJ L

Pour obtenir I’énergie a 1’équilibre du systeme, il faut minimiser Fi, avec la contrainte de
normalisation
Y leWE=1. (1.72)
i

D’apres la méthode de minimisation sous contraintes de Lagrange, on obtient les coef-
ficients CZ(;L) solutions de ce probléme en minimisant la fonction

F = Etot + Z Oy, (Z |Cz(;)‘2> ) (173)
n A

ou «,, est le multiplicateur de Lagrange associé a la contrainte sur le vecteur propre n. Les
CZ-(:\T) sont alors solution des équations

oF n n
ac«(n) =2 <Z Hi)\jMCJ(' ) + anci(A)> = 0. (1.74)
2 Jh

On reconnait I’équation de Schrodinger matricielle du systeme 1.22. Les multiplicateurs de
Lagrange s’identifient alors aux énergies des états propres du systeme (o, = —E™).

et ne corrige pas les effets de transfert de charge.
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Pour imposer la charge sur chaque atome, on ajoute une pénalisation de la forme
N (Ni= NoP? =0y > (CKP = Noy? (1.75)
i N

a I’énergie totale. Notons qu’il ne s’agit pas d'une méthode de Lagrange mais d'une méthode
de pénalisation [51]. La charge n’est pas imposée de maniere stricte, et a 1’équilibre on n’a
pas N; = Ny, a moins de faire tendre 7 vers l'infini. Dans la pratique on choisit un n
suffisamment grand pour qu’a I’équilibre N; ~ N,, mais suffisamment petit pour que cet
équilibre soit atteint rapidement.

La minimisation de ’énergie sous cette contrainte conduit aux équations

o =2 (Z Hinju O 4 27(N; — No)CY — <">C§§)> = 0. (1.76)
M

On reconnait I’équation de Schrodinger 1.22 avec un hamiltonien modifié de la forme :

HU

Ajp T

Hi)\j,u + 277(Nz — NO)6ij6)\/r (177)

La modification du terme intra-atomique ¢ de I’hamiltonien induite par la contrainte de
neutralité locale est donc

Nous verrons au chapitre 3 que cette modification des niveaux électroniques peut se
justifier de maniere différente a partir d’'un hamiltonien d’interaction inter-électronique de
type Hartree-Fock et que le parametre 2n peut s’identifier a une intégrale de Coulomb Uyy..

Dans le cas d’une base non-orthogonale, on peut montrer que la modification de 1’ha-
miltonien induite par la condition de neutralité locale est donnée par :

H77

1
iNjp Hixju + 5(5‘/;' + 0V5) Sixju- (1.79)
Notons par ailleurs que dans ce cas les charges locales N; doivent étre calculées a partir des
formules de charges atomiques en base non-orthogonale données dans la section précédente.

Auto-cohérence

Maintenant que ’on connait la modification de I’hamiltonien induite par une répartition
de charge inhomogene, on peut calculer I’énergie totale du systéeme de facon auto-cohérente.

On part d'un systeme homogene avec une charge également répartie sur chaque site.
Dans ce cas, I'hamiltonien du systeme est simplement I’hamiltonien liaisons fortes. La dia-
gonalisation de cet hamiltonien nous permet de calculer les charges sur chaque atome. On
peut alors calculer la modification des termes intra-atomiques due a cette répartition de
charge. La diagonalisation de I'hamiltonien obtenu nous donne une nouvelle répartition
de charge. On itere la procédure jusqu'a ce que la variation de charge d’une itération a
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I’autre soit inférieure a un critere de convergence donné. L’algorithme de calcul peut se
schématiser ainsi :

initialisation

N = N

Niout — NO
tant que Y, |N/" — N/“| < e
répéter

N/™ = mix(N/™, N2t

H" = H +n(N/™ — Ny)

Diagonalisation de H"

Calcul des charges atomiques : N2
fin

Le choix du critere de convergence € dépend de la précision souhaitée.

En général, pour que cet algorithme converge, il est important d’utiliser en entrée du pas
p+ 1 un mélange des charges d’entrée et de sortie du pas p (mix(gi", ¢¢**)). L’utilisation de
la charge ¢ directement en entrée du pas suivant amene tres vite I'algorithme & osciller
entre deux valeurs de ¢;. Par ailleurs une mauvaise méthode de mélange peut ralentir
voir empeécher la convergence. Son choix est donc particulierement important pour le bon
déroulement du calcul. Plus de détails sur les méthodes de mélange et le probleme de la

convergence sont donnés dans I’annexe B.

Terme de double comptage

Une fois la convergence atteinte, on peut calculer ’énergie totale a partir des valeurs
propres de I’hamiltonien obtenu. Il faut néanmoins faire attention. En calculant I’énergie
totale comme la somme des valeurs propres de I’hamiltonien modifié, on commet une erreur
de double comptage. En effet,

Z B = Z Z C(n)C MJu

n occ niAjp
= 3SR Hiyg, + 2772 —q) Y O (1.80)
T OCC IAJ L noce
:ZZC")C Mau+2’72 4% — qo)°
7 OCC IAJ L

Or d’apres 1.75, I’énergie totale avec pénalisation est donnée par :

Etot - Z ZCM JH Mju + UZ qi — C]o (181)

T OCC IAJ 1L

Cette erreur provient du fait que la modification des niveaux est due a un effet d’interaction
inter-électronique (cf. chapitre 3). Quand on réalise la somme sur les valeurs propres, sa
contribution est comptée deux fois.
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L’énergie totale du systeme se calcule donc a partir des valeurs propres de I’hamiltonien
modifié en retirant un terme de double comptage :

Eiot = Z £ 772(%‘ - %)2- (1-82)

n occ (z)

1.2 Magnétisme de spin et orbital

Le moment magnétique d’'un systeme est lié au moment orbital et au moment de spin
des électrons qui le composent. Le moment magnétique dit au moment orbital des électrons
est donné par

ou L = r Ap est 'opérateur de moment cinétique et ug = % est le magnéton de Bohr. En
plus de son moment orbital, chaque électron possede un moment de spin. La contribution
du spin des électrons au moment magnétique est donné par

ms = _“Bgs<8> (184)

ou S est 'opérateur de spin et g; est le facteur gyromagnétique de spin (gs = 2.0023 que
nous arrondirons par la suite a 2).

Le moment magnétique d’un atome est la somme des moments de spin et des moments
orbitaux de chacun de ses électrons. La contribution des électrons de coeur au moment total
de I'atome est nulle puisque dans une couche saturée, pour chaque électron de moment de
spin et de moment orbital donnés, on trouve un électron de moment de spin et de moment
orbital opposés. Seuls les électrons de valence contribuent donc au magnétisme. Ainsi dans
les métaux de transition 3d, le magnétisme est porté par les électrons 3d (et dans une
moindre mesure les électrons 4s).

Le moment magnétique dun cristal est la somme des moments magnétiques des atomes
qui le composent. Dans certains systemes (fer,cobalt, nickel...), les moments magnétiques
des atomes s’alignent et le cristal présente un moment magnétique non nul a I'équilibre.
On parle alors de systeme ferromagnétique. L’interaction responsable de cet alignement est
appelée interaction d’échange. Bien qu’a l'origine du ferromagnétisme, elle est de nature
purement électrostatique. Elle est issue d’une combinaison des effets liés a la répulsion
Coulombienne entre les électrons et au principe de Pauli.

Dans les cristaux, le moment orbital est en général négligeable devant le moment de
spin. Aussi, nous nous contenterons dans un premier temps de décrire le magnétisme de
spin.

1.2.1 Modele de Stoner

Dans le cas des électrons itinérants, le modele de Stoner [52] permet de modéliser
simplement le ferromagnétisme. On se place dans le cadre du magnétisme colinéaire et
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E E E

D (E) Di(E) Dy(E) Di(E) Dy(E) D1 (E)

Non magnétique Magnétique

Fig. 1.6: Modele de Stoner

on sépare les bandes des électrons majoritaires (1) et minoritaires (|). L’apparition d'un
moment de spin est vu comme un décalage de ces bandes qui entraine une différence de
leur population (voir figure 1.6). Le moment de spin en pp est alors donné par

mg :NT_Nl7 (185)

ou Ny et N| sont respectivement le nombre d’électrons dans la bande de spin majoritaires
et le nombre d’électrons dans la bande de spin minoritaires.
Le potentiel d’échange peut étre modélisé par un champ magnétique effectif de la forme

1
Hech = §ms (186)

ou [ est 'intégrale d’échange de Stoner. La modification des niveaux des électrons T et |
par ce champ magnétique effectif est donné par :

er =€ — %ms

1.87

El = 60 —+ éms ( )

En sommant sur I’ensemble des électrons T et | et en tenant compte du double comp-
tage!, on obtient la contribution de ce potentiel d’échange & 1’énergie totale :

Er I
Etot = Frande + Eeeh = / EZ DU(E)dE - _mga (188)

o = 4
ot D,(E) est la densité d’états par spin. Dans le cas non magnétique,D;(E) = D|(E) ,
Ny = N| = N/2 et Eeq, = 0. Pour évaluer la variation d’énergie induite par I'apparition du
magnétisme, on transfere d/V électrons d’un état de spin a I'autre. On a alors 'apparition

'L’interaction d’échange est une interaction inter-électronique. En sommant sur I’ensemble des électrons,
on compte deux fois la contribution de chaque électron.
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d’un moment de spin m, = 2dN. Ce transfert d’électrons de la bande minoritaire vers la
bande majoritaire peut étre vu comme une modification des niveaux de Fermi des deux
sous bandes (voir figure 1.6). En notant

AN = D(Ep)dEp, (1.89)
on a
Ep+dEf
N; = N/2+dN = D(E)dE
oo (1.90)

Ep—dEf
N;=N/2—dN = / D(E)dE.

On peut alors calculer la variation d’énergie de bande due a ce transfert d’électrons :

AFhande = ( / e ED(E)dE + / e ED(E)dE) - (2 /_ - ED(E)dE) .

—00 —00 o
(1.91)
Cette variation est non nulle au second ordre en dEf :

AFbange = D(Ep)(dEp)?. (1.92)

Ainsi, I'apparition du magnétisme entraine une augmentation de 1’énergie cinétique des
électrons. Elle entraine aussi une variation de 1’énergie d’échange

AE. = —i(szf

(1.93)
— —I(D(Ep)dEr)*.
La variation totale d’énergie est alors donnée par :
AE = D(Ep)(dEr)*(1 — ID(EF)). (1.94)
L’état magnétique est donc plus stable si
ID(Ep) > 1. (1.95)

Cette condition est appelée critere de Stoner. Elle traduit le fait que 1’état magnétique
devient stable quand l’abaissement d’énergie dii au terme d’échange est supérieur a 1’ac-
croissement d’énergie cinétique. La densité d’états au niveau de Fermi D(Er) joue un
role important dans le magnétisme des métaux. Une valeur élevée de D(ER) favorise son
apparition.

Ce critere relativement simple apporte de précieuses informations sur les propriétés
magnétiques des métaux de transition. Il permet notamment de rendre compte qualitative-
ment de la modification des propriétés magnétiques d'un matériau dans une nanostructure
(nanofils, couches minces, agrégats...). La réduction du nombre de voisins entraine une
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réduction de la largeur de bande électronique [45] et donc une augmentation de la densité
d’états au niveau de Fermi. Ceci augmente les chances de satisfaire le critere de Stoner.
Ainsi dans les nanostructures ou le nombre de voisins est diminué, on observe une augmen-
tation du moment magnétique par rapport au moment volumique. Dans certains cas on
peut méme observer I'apparition du magnétisme dans une nanostructure faite d’'un maté-
riau non magnétique en volume. Ce phénomene a été observé expérimentalement et calculé
numériquement dans des agrégats de rhodium [53, 54]. 11 a été prédit théoriquement dans
les fils monoatomiques de platine [55].

1.2.2 Magnétisme dans I’approximation des liaisons fortes

Il est possible d’introduire simplement le modele de Stoner dans le formalisme des liai-
sons fortes présenté dans la section précédente (1.1). Dans le cas non magnétique, chaque
orbitale de la base LF peut accueillir deux électrons de spins opposés. Dans le cas magné-
tique, on doit traiter séparément électrons up et électrons down. On se place alors dans
une base LF deux fois plus grande de spin-orbitales |iAo) avec o =7 ou |.

Pour reproduire I'interaction d’échange de Stoner, on décale les niveaux T et | de chaque
orbitale atomique. Les niveaux T et | sur I'orbitale A de I'atome 7 sont alors donnés par :

Iy

62,\ = €x — Emi
(1.96)
! Iy
€\ = €ix T Eml

ol m; est le moment de spin sur 'atome i et I, est le parametre de Stoner décrivant
I’échange sur les orbitales de type A.

Dans les métaux de transition, le moment magnétique est porté essentiellement par les
électrons d. La levée de dégénérescence des bandes s et p liée au magnétisme est faible. On
reproduit ce phénomene en utilisant un parametre de Stoner [ différent pour les orbitales
s,petd:

14

ST

Nous verrons au chapitre 3 que ce modele simple ainsi que les rapports entre I, choisis

peuvent se justifier de maniere plus générale a partir d’'un modele Hartree-Fock. Nous

montrerons alors que le modele de Stoner est une bonne approximation du hamiltonien
d’interaction électron-électron dans le cas volumique.

Le moment m,; sur chaque atome est calculé de fagon auto-cohérente. On part d’une

configuration magnétique initiale avec des moments non nuls sur chaque atome. On en

déduit 'hamiltonien du systéme modifié par le potentiel de Stoner (formule 1.96). La

(1.97)

diagonalisation de cet hamiltonien nous donne les coefficients C’Z(;Lc)r des états propres dans
la base de spin-orbitale. Le moment de spin total est alors donné par la différence entre les
populations de spin majoritaire (T) et minoritaire (|) :

m=NT= N =3T3 (CR e - erel) (1.98)

A
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La polarisation de spin sur un atome est calculée de fagon identique a partir des charges
locales de Mulliken définies section 1.1.2 :

m; = N, anZRe< Z;LT)* m Oz(j\li foi) (1.99)

On itere le processus jusqu’a ce que la modification d’énergie et de charge d’un pas a 'autre
soit inférieure a un critere de convergence donné (voir 'annexe B).

Dans le cas colinéaire (et sans couplage spin-orbite) les états T et | ne sont pas couplés.
La matrice de 'hamiltonien est de la forme :

HT 0
:( 0 Hu)- (1.100)

Il est alors intéressant en terme de calcul de traiter séparément les sous systemes d’électrons
T et |. Ainsi on diagonalise a chaque pas d’itération deux matrices de taille N, x N, au
lieu d'une matrice de taille 2 X Ny x N,.p. Il faut juste faire attention a définir un niveau
de Fermi identique pour les électrons T et |. Ce niveau de Fermi est obtenu en inversant
I’équation :
Ep
N, =N'"+ Nt = / (D+(E) + D|(E))dE, (1.101)
—o
ot D;(E) et D|(E) sont les densités d’états électroniques des systemes T et |.
Comme dans le cas de la neutralité locale, la modification de I’hamiltonien liaisons
fortes liée au magnétisme entraine ’apparition d’un terme de double comptage dans le
calcul de I’énergie totale :

Etot—an )+ = Zm (1.102)

1.2.3 Magnétisme non-colinéaire

Nous avons supposé dans la section précédente que tous les moments de spin étaient
colinéaires. Si 'on souhaite étudier des parois magnétiques il est nécessaire de lever cette
restriction. Pour cela nous allons donc généraliser le modele présenté dans la section pré-
cédente au cas du magnétisme non colinéaire.

L’opérateur de moment de spin est un opérateur angulaire a trois composantes. Dans
une base de spin orientée selon l'axe Oz, 'opérateur de spin se décompose sous la forme :

h B ‘e
8 = 50’ = 5 Uy s (1103)
o

ou 0,0, et 0, sont les matrices de Pauli :

01 0 —1 1 0
Ux—(lo),ay—<i 0>,O'Z—(O _1). (1.104)
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Fig. 1.7: Base 2" y",2"
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Les états | T) et | |) sont les états propres de S, avec pour valeur propre h/2 et —h/2,
respectivement. On choisit de décrire I’hamiltonien dans la base de spin orientée selon ’axe
Oz, défini comme axe de quantification de la base d’orbitales (voir figure 1.1).

Rotation de la base de spin

Sur un atome du cristal, la direction du moment peut étre quelconque et est définie par
les angles 0 et ¢ figure 1.7. On peut alors définir une nouvelle base z"y" 2" avec 2" orientée
suivant ce moment. Les axes 2" et 3" sont choisis ainsi : les axes x et y du cristal subissent
une rotation de ¢ autour de l'axe z; cette rotation donne une nouvelle base 2',y/,2" = z;
en réalisant une rotation de cette base d'un angle # autour de l’axe ¢’ on obtient la base
"y =y 2" (voir 1.7).

La matrice de rotation des états de spin permettant de passer de la base de spin de
départ a cette nouvelle base de spin est

e 92 cos(0/2) —e %/2s5in(6/2)
R(0,0) = ( e9/2sin(0/2) €% cos(0/2) )

Ainsi un état T dans la base de spin orientée selon z” se décompose dans la base de départ
comme :

(1.105)

| 1) = R(0,9) < é ) = e 92 cos(0/2)| 1) + €“2sin(0/2)] |). (1.106)

On sait que dans la base de spin orientée selon le moment de spin et donc selon 2", la
partie magnétique de I’hamiltonien sur I'orbitale A de I'atome 4 est donné par

7 —I—)‘mz 0
H,., = ( 20 B, ) (1.107)
On obtient la forme de cet hamiltonien dans la base de spin orientée selon 'axe z en

réalisant une rotation de 'hamiltonien :

H,.., = R(0,¢)H ., R'(0,) (1.108)

mag

La partie intra-orbitale de ’hamiltonien sur l'orbitale A de ’atome ¢ est alors donnée par :

I —ig; ot

e?\]— om;cos(0;) — 2 e % sin(6;)m; ‘ (1.109)
—Leisin(0;)m; € + Lmy cos(6;)

On obtient le méme résultat en considérant que le potentiel de Stoner peut étre vu pour

Iorbitale A de I'atome 7 comme un champ magnétique effectif de la forme —I,m;. L’effet
de ce champ effectif sur les électrons dans cette orbitale est alors donné par ’hamiltonien :

Hmag = Beﬂ‘ S = —I,\mi.S

= —%mz(sm( i) cos(¢) o + sin(6;) sin(¢i) oy + cos(6i)o-) (1.110)

=G () i)
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Calcul du moment de spin
Pour calculer charge et moment de spin, on définit la matrice densité de spin
m o
p ( Pl plb o ( )
ou B
=N resrell. (1.112)
noiA
On obtient la charge N et le moment de spin mg = my,ex +mg ey +mg.e, a partir des

formules suivantes :

N

pspm) — pTT + pll
pspm%) _ pTl + plT
poy) = (p ,0 D)
pPa) = plh — pH

(1.113)

||

(
(
(
(

Pour calculer les moments atomiques locaux, on utilise les mémes formules avec les densités
de spin localisées définies selon la méthode de Mulliken (cf. section 1.1.2) :

pzq/\gl - R‘e Z Ma 1)\0 (1114)

1.2.4 Couplage spin-orbite

Le couplage spin-orbite est I'interaction du spin d'une particule avec son moment orbi-
tal. Il s’agit d’un effet relativiste que 1’'on peut dériver de I’équation de Dirac. Ce couplage
est donc important pour les électrons dont la vitesse est non négligeable devant la vitesse
de la lumiere (les électrons de coeur ou les électrons de valence des atomes lourds). Nous
verrons néanmoins qu’il a des effets non négligeables sur les électrons de valence du Fer.
L’interaction de spin-orbite pour un atome seul est donnée par [56] :

h
Hyo = ——(VV(r)Ap).o 1.115
SO 4m202( (r) Ap) ( )
ou V est le potentiel atomique, p est 'opérateur de moment et o sont les matrices de Pauli.
En prenant en compte la symétrie sphérique du potentiel, Hgo peut étre réécrit comme :

Hso = £(r)L.S (1.116)

avec

1 1 dV
om2c2r dr

£(r) = (1.117)
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L=rA\petS= —a' sont, respectlvement les opérateurs de moment orbital et de moment
de spin. Les éléments de matrice de Hgyo dans la base atomique de spin-orbitales |\o) sont

H)\Uua <>‘U|HSO|MUI>' (1118)

On peut simplifier cette formulation en rappelant que les orbitales ont une partie radiale
et une partie angulaire séparable (¢, (r) = Ra(r)Ya(0, ¢)). On peut alors écrire :

HSO = & (Ao|£.8]o’) (1.119)

ol &, est la moyenne radiale de §r) pour les orbitales A et p :

= /000 R,\(T)Ru(r)f(r)Ter, (1.120)

t (\o|L.S|fic’) est la moyenne angulaire :

(ol|L.S|fio) = /O ' /0 Y40, 6)£.8Y,,(0, 6) sin(6)dédo. (1.121)

Le potentiel £(r) est bien localisé autour de r = 0. £, est alors non-négligeable quand
les orbitales A\ et p sont bien localisées, donc dans le cas des métaux de transition quand
A et p sont des orbitales d. Pour la méme raison on considere que dans le cas d’un cristal,
la contribution du couplage spin-orbite est purement atomique et peut étre restreinte aux
électrons d. Puisque la dépendance radiale est la méme pour toutes les orbitales d, on pose
Exu = §s0-

On prend donc en compte le couplage spin-orbite dans notre modele en ajoutant pour
chaque atome la matrice H5© & la partie intra-atomique de I’hamiltonien liaisons fortes.
Ainsi si A et p sont des orbitales d, la modification de 'hamiltonien est donné par :

Hioipor = Hi\pipor + Eso(Aa|L.S|fi0”). (1.122)

Les éléments de matrice (Ao|L.S|fio’) pour les électrons d sont donnés dans I'annexe C.

1.2.5 Moment orbital

Jusqu’ici, nous avons considéré que le moment orbital était bloqué par la symétrie du
cristal. L’interaction spin-orbite a pour effet de lever ce blocage. Il est alors intéressant de
calculer le moment orbital m; du systeme.

L’ operateur L = r A p est un opérateur vectoriel. Il se décompose en trois composantes
Lx, L et L, correspondant a la projection du moment orbital selon les axes x, y et z
du crlstal. Dans le cas d’'un atome 7 isolé, I'action de ces 3 opérateurs sur les différentes
orbitales se calcule facilement :

LiliN) = Z [Li]xﬂ |ip) (1.123)

I
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Les éléments de matrice [Ly),,, [Lyi,, et [Lz],, permettant de réaliser ce calcul dans le
cas d’une base d’orbitales réelles centrées sur un atome sont donnés dans I'annexe C.

Pour calculer le moment orbital dans un systeme contenant plusieurs atomes, on suppose
que 'opérateur L; reste purement atomique et n’agit que sur les orbitales de 'atome i. On
calcule alors le moment orbital total m;, comme la somme des moyennes des opérateurs
locaux L; :

= 3L an (L)
—ZanZ O (Gl Ll k).

n Jukyv

(1.124)

On a supposé que l'opérateur L£; n’agissait que sur les orbitales de ’atome ¢, donc dans la
somme précédente, seuls les termes ou k& = i sont non nuls. En utilisant la formule 1.123,
on donc peut écrire :

ZanZZC(” O (il (L] 1iA)

Juw
(1.125)
- ZanZ w ]1//\ Sjﬂi)\'
n RN

On définit le moment orbital localisé sur I’atome 7 en répartissant les termes de la somme
précédente & la maniere de Mulliken (cf. formule 1.53 ) :

— Re (Z fa Ol L,y Sjm> . (1.126)

n JUUA

1.2.6 Spirale de spin

Dans certains matériaux magnétiques (tel que le fer en phase FCC) la structure d’équi-
libre ne correspond pas a un alignement ferromagnétique ou antiferromagnétique des mo-
ments mais a un arrangement plus complexe sous forme de spirale magnétique (voir figure
1.8). Pour décrire cette spirale on définit un vecteur q tel que ’angle de rotation ¢ autour
de z du moment magnétique au point r est donné par q.r. Si le cristal contient un atome
par maille, le moment magnétique sur 'atome de la maille R (ou R appartient au réseau
réciproque) est donné en coordonnée sphérique par :

mRr =m
O = o (1.127)
or = ¢ + q.R

Ainsi sur la figure 1.8 on a représenté une spirale magnétique avec un vecteur q = q.e,
dans un fil de distance inter-atomique a.
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Fig. 1.8: Spirale magnétique

Théoreme Bloch-spirale

Un moyen simple pour calculer ’énergie de ce type de structure est de considérer une
super cellule contenant une réalisation de toute la spirale. Ainsi pour une spirale de vecteur
q= i—’;ez dans un fil, on utilisera une super cellule de n atomes en fixant la direction du
moment magnétique sur 'atome i dans la direction ¢; = 2mi/n. Avec cette méthode, on ne
peut modéliser que des vecteurs spirales de la forme i—’; Par ailleurs elle devient cotiteuse
en temps de calcul quand on veut considérer des ¢ petits. On peut simplifier le probleme
en remarquant que l’'on passe d’une maille a l'autre grace a une translation de R et une
rotation de la base de spin d'un angle q.R autour de I'axe z. En I'absence de couplage
spin-orbite, chaque maille est totalement équivalente. On peut alors inclure la rotation de
la base de spin dans le théoreme de Bloch pour se restreindre a la maille 0 (théoreme Bloch
spirale [57]).
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Le systeme est invariant par translation de R et rotation de la base de spin de q.R
autour de z. Une fonction propre 1™ (r) du systeme vérifie I’équation

R,(aR)¥ (r + R) = exp(ik R)yy (x), (1.128)

ot R,(¢) est la matrice de rotation de la base de spin d’un angle ¢ autour de l'axe z :
el¢/2 0
R,(¢) = < N (1.129)

On définit sur la maille 0 la fonction d’onde ¢£Z)(r) dont les coefficients sont liés a la
fonction 1™ (r) par

n 1 pioqy. n
Cl(:{i))\a = \/_Nel(k+§q) Rcl(ci))\o' (1130)
On peut montrer que le vecteur (™ kq ainsi défini vérifie 'équation matricielle
(n) (n) 1, (1)
Hig¥yy = Eiq ¥xq (1.131)
ou la matrice Hyq est donnée par :
HS = Y &30 B RURINHIR j )00 (1.132)

RR'eRB

Cette équation est similaire a I’équation 1.41. Le vecteur k est juste remplacé par k+o/2q
(0 = 41 pour un état T et —1 pour un état |).

On peut ainsi calculer I’énergie d’une spirale magnétique définie par un vecteur q quel-
conque :

E(q) =Y fuBy). (1.133)
Nous verrons au chapitre 2 que le fer FCC possede une phase magnétique spirale stable.

Détermination des couplage d’échange de Heisenberg

Le modele d’Heisenberg classique permet de modéliser simplement I'interaction d’échange
dans un systeme de spin localisé [58]. Le moment de spin sur chaque atome est traité clas-
siquement, comme un vecteur de moment magnétique m. L’énergie d’interaction d’échange
entre deux atomes 7 et j est

Les parametres J;; sont les couplages d’échange de Heisenberg. Ils dépendent du type de
voisin considéré. Pour un systeme contenant plusieurs atomes, I’énergie d'une configuration

de spin donnée est
1
H= _ézgjijmi.mj. (1.135)
i jFi
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En minimisant cet hamiltonien, on peut trouver la configuration magnétique d’équilibre
d’un systeme donné. Il est pour cela nécessaire de connaitre les couplages d’échange de Hei-
senberg J;; Les calculs d’énergie de spirales magnétiques permettent de dériver simplement
ces parametres a partir de calculs de structure électronique.

On considere un cristal avec un atome par maille. On note R; le vecteur du réseau de
Bravais désignant la maille contenant I’atome ¢. Dans une spirale magnétique, le moment
sur l'atome ¢ est alors :

sin(0) cos(q.Rj;)
m; =m [ sin(f)sin(q.Rs) | . (1.136)
cos 6

L’énergie par atome pour cette spirale est :

H
E(q) = N Z Z Jij (cos(8)? + sin(#)*(cos(q.R;) cos(q.R;) + sin(q.Ry) sin(q.R;)))
i jFi
H .
=N = Z Z Jij (cos(8)* + sin(#)*Re(e' (R~ R 3)) .
1 jFi
(1.137)
On définit la transformée de Fourier des parametres J;; :
Jo =Y Joe oM. (1.138)
J#0
L’énergie de la configuration spirale en fonction de Jq est :
m2
E(q) — E(0) = -5 (sin(0)*Re(Jq)) - (1.139)

On peut par ailleurs calculer cette différence d’énergie a partir d’un calcul de structure
électronique en utilisant le théoreme Bloch-spirale (formule 1.133). On peut alors obtenir
les différents parametres d’échange de Heisenberg J;; en ajustant la formule 1.139 aux
résultats de ces calculs pour un ensemble de vecteurs spirales q, ou par transformée de
Fourier inverse [59].

Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté la méthode de calcul de structure électronique
qui sera utilisée au cours de cette étude. Il s’agit d'un modele de liaisons fortes étendu pour
prendre en compte le magnétisme non-colinéaire et le couplage spin-orbite. L’hamiltonien
est de la forme :

H = Hir + Hyr, + Hstoner + Hso. (1.140)

La matrice Hyr est la matrice de liaisons fortes qui contient les niveaux électroniques et
intégrales de saut. Elle est donnée par la paramétrisation de Papaconstantopoulos (cf. sec-
tion 1.1.1). La matrice Hgo est la matrice de couplage spin-orbite donnée en annexe (cf.
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section 1.2.4 et annexe C). La matrice Hyy, contient la correction des niveaux électroniques
nécessaire pour maintenir la neutralité locale (cf. section 1.1.3). La matrice Hgioner contient
le potentiel de Stoner utilisé pour décrire le magnétisme (cf. section 1.2.2). Ces deux der-
nieres matrices sont déterminées de maniere auto-cohérente. Nous désignerons par la suite
ce modele par 'acronyme TBStoner (pour Tight-Binding + Stoner).



CHAPITRE 2

Le magnétisme du fer : du volume au
fil monoatomique

Dans ce chapitre, nous appliquons le modele de liaisons fortes présenté au chapitre 1 a
I’étude du magnétisme du fer. La comparaison des résultats de cette étude avec des calculs
ab initio et divers résultats expérimentauz et théoriques issus de la littérature scientifique
confirme que cette méthode est adaptée a la modélisation des contacts atomiques de fer.
Apres avoir déterminé les parametres nécessaires a la description du fer, nous étudions
les propriétés magnétiques du fer en volume, en surface et dans un fil monoatomique, puis
nous montrons quels sont les effets du couplage spin-orbite sur ces différents systémes.

Nous avons présenté dans le chapitre 1 une méthode permettant le calcul de la structure
électronique et des propriétés magnétiques des métaux de transition. Il est maintenant
important de valider ce modele et notamment de montrer qu’il décrit correctement le
systeme que nous souhaitons étudier : les contacts atomiques de fer.

Les contacts atomiques sont des systemes fortement inhomogenes contenant des atomes
avec des environnements variés. Ainsi, au sein des électrodes, les atomes ont un environne-
ment volumique 3D, aux bords des électrodes ils ont un environnement surfacique 2D et
au niveau du contact les atomes ont un environnement proche du fil monoatomique 1D.

Pour valider notre modele, nous allons donc montrer qu’il donne des résultats similaires
a des calculs ab initio sur ces trois types de systémes (3D,2D,1D). Ces systemes ont en
effet 'avantage d’étre suffisamment simples pour étre facilement décrits en ab initio. Pour
réaliser les calculs ab initio, nous avons utilisé le code PWscf [60]. Ce code est basé sur
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la théorie de la fonctionnelle de la densité (DFT). La structure électronique d’un systeme
y est calculée dans une base d’ondes planes dans un formalisme de pseudo-potentiels. La
plupart des calculs présentés ont été réalisés dans 'approximation GGA. Seuls les calculs
PWscf faisant intervenir le couplage spin-orbite ont été effectués dans ’approximation LDA
avec un pseudo-potentiel relativiste.

2.1 Détermination des parametres du fer

2.1.1 Parametres liaisons fortes

Pour décrire 'hamiltonien liaisons fortes du fer non magnétique, nous avons utilisé
les parametres dérivés par Papaconstantopoulos et al. [48]. Comme nous I’avons vu a la
section 1.1, ils sont obtenus en ajustant, par la méthode des moindres carrés, des structures
électroniques ab initio.

Deux jeux de parametres sont disponibles. Ils ont été obtenus a partir de calculs DFT
dans l'approximation de la densité locale (LDA) et dans l'approximation des gradients
généralisés (GGA). Pour plus de détails sur la théorie de la fonctionnelle de la densité dans
I’approximation de la densité locale et dans I'approximation des gradients généralisés, on
se reportera a 'ouvrage de Richard Martin [61]. Nous appellerons par la suite TBLDA et
TBGGA ces deux jeux de parametres liaisons fortes. Ils peuvent étre téléchargés sur le site
web du Center for Computational Material Science du NRL [49].

2.1.2 Parametre de Stoner

Le parametre de Stoner [ servant a décrire la partie magnétique de notre hamiltonien
est obtenu lui aussi par comparaison avec des calculs ab initio. On calcule le moment
magnétique de spin du fer dans la phase BCC pour différents parametres de maille.

Les calculs liaisons fortes sont réalisés uniquement dans la plage de parametres de maille
sur laquelle les parametres TBLDA et TBGGA ont été ajustés. Les résultats sont reportés
figure 2.1. Les parametres de Stoner obtenus sont :

Itprpa = 1,00 eV
ITBGGA = 1, 10 eV.

Nous utiliserons par la suite ces parametres de Stoner dans ’ensemble de nos calculs quelque
soit le type de systeme considéré. On suppose en effet que le parametre de Stoner est
purement atomique et ne dépend pas de 'environnement. Cette approximation semble
justifiée au regard des courbes de moment sur la figure 2.1 ou l'accord entre calculs ab
initio et calculs liaisons fortes avec un I constant est bon sur une large plage de parametres
de maille.

On observe sur ces courbes de moment qu’a faible volume, le fer BCC est non ma-
gnétique. Quand on augmente le parametre de maille, un moment magnétique apparait
puis augmente. Ce comportement s’explique simplement a l’aide du critere de Stoner :
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Fig. 2.1: Détermination du parametre de Stoner [

quand on augmente le parametre de maille, la densité d’états est plus étroite et augmente
au niveau de Fermi. Le critéere de Stoner est alors satisfait, favorisant le magnétisme. Ce
comportement est tres général et est présent dans tous les métaux de transition. A faible
volume, les bandes électroniques sont tres élargies en énergie. Le gain en énergie cinétique
lié a 'apparition du magnétisme est trop important pour permettre la stabilisation d’une
phase magnétique.

2.1.3 Parametre de couplage spin-orbite

La valeur de la constante de couplage spin-orbite (£) peut étre déterminée en comparant
la structure de bandes du fer BCC non magnétique le long d’une direction de haute symétrie
de la zone de Brillouin (par exemple I'H ), obtenue avec notre modele et avec le code ab
wnitio PWscf. En effet, le couplage spin-orbite entraine une levée de dégénérescence des
niveaux dégénérés quand un élément de matrice non nul de ﬁso existe entre les états
propres correspondants (voir 'annexe C). Par exemple, le niveau six fois dégénérés 'Y,
correspondant aux spin-orbitales to, (dyy,dy. €t d;.) est couplé par des éléments de matrice
de H,,. On peut montrer en utilisant la théorie de perturbation pour les niveaux dégénérés
[56] que ce niveau se sépare en un niveau quatre fois dégénéré d’énergie I'),, — £/2 et un
niveau doublement dégénéré d’énergie Ty, + &.

Pour estimer le couplage spin-orbite dans le fer, nous avons donc calculé la structure
de bandes du fer BCC non magnétique le long de la direction A de la zone de Brillouin
a I’aide du code ab initio PWscf. Ce calcul a été effectué dans 'approximation LDA avec
un pseudo-potentiel relativiste. La structure de bandes obtenue est reportée figure 2.2. La
levée de dégénérescence des niveaux ty, au point I' nous donne la constante de couplage
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Energie (eV)

k

Fig. 2.2: Structure de bandes du fer BCC NM le long de la direction A = I'H de la zone de
Brillouin. La levée de dégénérescence des niveaux ts, au point I' permet de calculer la
constante de couplage spin-orbite £. (Calcul PWscf avec pseudo-potentiel relativiste)

spin-orbite dans le fer :
gso = Oa 06 eV. (23)

2.2 Du volume au fil

2.2.1 Volume

Dans un premier temps, nous avons vérifié que notre modele décrit correctement les
propriétés magnétiques du fer en volume. Suite au développement des méthodes ab wnitio
(DFT), de nombreux résultats théoriques ont été publiés sur le fer volumique [62-69] et les
propriétés magnétiques de ses différentes phases sont bien connues. Nous avons comparé
notre modele a ces travaux et a des calculs ab initio réalisés a ’aide du code PWscf.

Fer BCC

Le fer a I’état stable, sous des conditions normales de température et de pression,
cristallise dans la phase BCC (cubique centré) et est ferromagnétique. Il a un moment
de 2.2up par atome et un parametre de maille de 2.87 A. Les valeurs de moment et de
parametre de maille d’équilibre calculées a l'aide de notre modele avec les parametres
TBLDA et TBGGA sont reportées dans le tableau 2.1. Elles sont proches de ces valeurs
expérimentales et de celles trouvées théoriquement par Moruzzi [66].
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Fig. 2.3: Fer FCC ferromagnétique, parametres TBLDA : moment magnétique en fonction du
parametre de maille pour différents moments initiaux mg (& gauche) et énergie a mo-
ment fixé pour différents parametres de maille (a droite). NM : non magnétique, LS :
Low Spin, HS; High Spin

Fer FCC

Le fer existe en structure FCC (cubique faces centrées) a haute température. Il est alors
non magnétique car la température est supérieure a la température de Curie. Néanmoins,
il peut étre stabilisé en couche mince sur des substrats de cuivre [70, 71]. Le fer FCC
a un comportement magnétique plus complexe que le BCC.Les nombreuses publications
théoriques sur le sujet [62, 64, 65, 69] révelent la coexistence de plusieurs états magnétiques
avec des alignements (ferromagnétique, antiferromagnétique ou spirale) et des valeurs de
moment (haut spin ou bas spin) différentes.

Ainsi comme le montre la courbe de moment (figure 2.3) obtenue a ’aide de notre
modele, la phase ferromagnétique du fer FCC présente deux états magnétiques distincts :

— un état haut spin (HS), qui apparait pour un parametre de maille élevé. Dans cet
état le moment varie peu (m = 2.5up) car la bande de spin majoritaire est totalement
remplie.

— un état bas spin (LS), qui apparait a la transition non-magnétique (NM) / ferro-
magnétique (FM). Dans cet état, la bande d de spin majoritaire n’est pas totalement
remplie, ce qui explique la valeur faible du moment magnétique (entre 0.5up et 1ug)
et sa forte variation avec le parametre de maille.

Ces deux états avaient déja été mis en évidence dans les travaux théoriques cités pré-

cédemment [62, 65, 69]. Ils ont été observés expérimentalement tres récemment par Torija
[71] dans des couches minces de fer sur Cu(111). Dans nos calculs de liaisons fortes (comme
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Fig. 2.4: Fer FCC antiferromagnétique

dans les calculs ab-initio) le moment initial joue un roéle important dans I’apparition du
magnétisme. On passera plus rapidement dans I’état haut spin si le moment initial est élevé
(My =~ 3.0up) (courbe (a) figure 2.3). Cet état sera atteint pour un parametre de maille
élevé si le moment initial est faible. L’état de bas spin sera quant a lui atteint uniquement
si le moment initial a une valeur intermédiaire. On observe ainsi un phénomene d’hystéré-
sis. On peut comprendre ce comportement en observant les courbes d’énergie en fonction
du moment magnétique (courbe (b) figure 2.3). Ces courbes sont obtenues en calculant
I’énergie a moment fixé. Ces calculs consistent a imposer le remplissage des bandes de spin
majoritaire et minoritaire et & définir deux niveaux de Fermi El et EL. Les minima de
la courbe E(m) correspondent a des solutions autocohérentes pour lesquelles E} = E}w
On voit alors que pour un parametre de maille faible, un seul minimum d’énergie est at-
teint pour un moment nul (état non magnétique). Quand le parametre de maille augmente
(a = 3.7A, courbe verte), un deuxiéme minimum apparait pour un moment m = 2.5 cor-
respondant a I’état de haut spin. On peut aussi distinguer un troisieme minimum local aux
alentours de m = 1up, correspondant a 1’état de bas spin. Ainsi, suivant le moment initial
donné au systeme, celui-ci se stabilisera dans 'un des trois minima. Si le moment initial
est tres faible (m = 0.1up), le systéme reste plus longtemps dans I’état non-magnétique
quand on augmente son volume, car les courbes E(m) sont tres plates pres de 'origine. On
ne passe alors jamais par I’état de bas spin.

La phase antiferromagnétique du fer FCC s’obtient en alternant des plans (001) de spin
up et down (voir figure 2.4). La courbe de moment en fonction du parametre de maille révele
comme dans le cas ferromagnétique 1'existence d’états haut spin et bas spin (voir figure 2.4).
La valeur absolue du moment par atome pour I'état HS est légerement supérieure a celle
du cas ferromagnétique (m =~ 2.75u5). Comme le montre la courbe d’énergie (figure 2.6),
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Fig. 2.5: Moment magnétique et énergie du fer FCC en fonction du vecteur spiral q. Calcul
TBLDA.

la phase AF est plus stable que les phases ferromagnétiques et non magnétiques sur une
large plage de volume. A 1’équilibre, cette phase apparalt comme la plus stable. Néanmoins
son énergie reste assez proche de I'énergie de I’état non magnétique. Il est donc difficile de
prévoir quelle sera la phase d’équilibre. Les différentes publications consultées [62, 65, 69]
ne s’accordent pas sur ce sujet.

Des travaux plus récents ont révélé l'existence d’une phase magnétique spirale dans
le fer FCC. Les travaux expérimentaux de Tsunoda [72, 73] ont montré que la structure
magnétique de clusters de fer FCC dans une matrice de cuivre était une spirale de vecteur
q = (0.1,0,1) (ou q est donné en unité de 27/a). De nombreux travaux théoriques ont
confirmé l'existence et la stabilité de cette phase [64, 74, 75]. Néanmoins ces calculs ab
initio aussi bien en LDA [64, 74] qu’en GGA [75] trouvent un vecteur spirale d’équilibre
q = (0,0,0.6), différent de la valeur expérimentale. Seuls les travaux plus récents de Knopfle
et al. [63] en GGA obtiennent un vecteur spirale q = (0.15,0, 1) proche de I'expérience.
Ils ont montré qu’il était pour cela nécessaire d’autoriser la non-colinéarité du moment
magnétique des différents électrons a l'intérieur de chaque atome. Evidemment, cet effet
ne peut étre pris en compte dans un modele liaisons fortes ou le moment magnétique est
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intégré sur l'orbitale atomique. Nous pouvons en revanche vérifier que notre modele est en
bon accord avec les premiers calculs LDA et GGA.

Nous avons donc réalisé une étude de la structure magnétique spirale dans le fer FCC a
I’aide de la méthode Bloch-spirale présentée section 1.2.6. Les résultats sont présentés figure
2.5. L’énergie et le moment magnétique ont été calculés pour différents vecteurs spirales q
le long des directions de haute symétrie de la zone de Brillouin dans un cristal de fer FCC
de parametre de maille a = 3.5A(paramétre de maille d’équilibre du fer FCC AF). On peut
remarquer tout d’abord que la phase ferromagnétique (au point I') est un point d’équilibre
instable. Comme nous I’avons vu précédemment la phase antiferromagnétique (au point X)
est plus stable. Le minimum d’énergie est obtenu pour un vecteur spirale (q = (0,0,0.6))
en parfait accord avec les travaux théoriques cités précédemment [64, 74, 75]. La courbe
de moment révele que le moment de spin varie entre 2.5up et 2.0up en fonction de la
structure spirale considérée. Le tres bon accord entre ces courbes de moment et d’énergie
et celles obtenues par Kiibler a I'aide de calculs ab initio sur le méme systeme [76] confirme
que le modele de Stoner permet de décrire des phénomenes magnétiques non-colinéaires
complexes.

Stabilité relative des différentes phases : comparaisons des parametres TBLDA
et TBGGA

Pour comparer les deux jeux de parametres, nous avons reporté sur la figure 2.6 1’énergie
des différentes phases du fer pour différents parametres de maille. Les résultats sont tracés
en fonction du volume par atome pour permettre la comparaison entre les phases BCC et
FCC. Les parametres de maille et moments magnétiques d’équilibre sont reportés dans le
tableau 2.1. Ces résultats ont été comparés avec ceux obtenus par Moruzzi en DFT dans
"approximation LDA [65, 65] et par Herper en DFT dans I'approximation GGA [69].

| TBLDA TBGGA LDA [65, 66] GGA [69] exp.
Parametre de maille a I’équilibre (A)
bce NM 2.71 2.77 2.75 2.77 -
bee FM 2.77 2.85 2.82 2.84 2.87
fcc NM 3.39 3.46 3.45 3.46 -
fcc AF 3.41 3.53 3.45 3.50 -
Moment & ’équilibre (up)
bee FM 2.25 2.33 2.15 2.17 2.20
fcc AF 1.10 1.23 1.60 1.30 -
Stabilité relative des phases BCC FM et FCC AF

AE (eV) | -0.082  0.0115 -0.082 0.102 >0

Tab. 2.1: Comparaison des différents résultats : TBLDA, TBGGA, DFT LDA [65, 66], DFT
GGA [69] et des valeurs expérimentales.
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Fig. 2.6: Energie totale en fonction du volume par atome pour différentes structures du fer
(BCC et FCC) ferromagnétiques (FM), antiferromagnétiques (AM) et non magné-

tiques (NM). Les calculs ont été réalisés avec les parametres TBLDA (& gauche) et
TBGGA (a droite).

De maniere générale, 'approximation LDA conduit a des parametres de maille d’équi-
libre inférieurs a la GGA. Cette tendance est vérifiée dans le tableau 2.1. Il est par ailleurs
connu qu’en DFT, dans 'approximation LDA, la phase FCC AF du fer est la plus stable,
contrairement a l’expérience [67]. L’utilisation de ’approximation GGA permet en revanche
de trouver la bonne phase d’équilibre (BCC FM)[68]. On peut observer effectivement sur
la figure 2.6 que les parametres TBLDA prédisent une phase d’équilibre FCC AF quand
les parametres TBGGA reproduisent la phase d’équilibre expérimentale (BCC FM). On
pourrait en déduire que la GGA traite mieux le magnétisme que la LDA, mais il s’agit en
fait juste d'un effet de parametre de maille : la GGA conduit a un parametre de maille
d’équilibre plus proche de 'expérience que la LDA qui a tendance a le sous-estimer, ce
qui joue en défaveur des solutions magnétiques. Les résultats reportés dans le tableau 2.1
révelent un tres bon accord entre notre modele et ’ab initio. En particulier, la stabilité
relative des phase BCC FM et FCC AF en DFT LDA et en DFT GGA est bien repro-
duite par les parametres TBLDA et TBGGA. Notre modele décrit donc correctement le
comportement magnétique complexe du fer en volume.

2.2.2 Surface

Nous avons ensuite appliqué notre modele a I’'étude des surfaces de fer. Dans ce type de
systeme les atomes ne sont pas tous équivalents. Comme nous I’avons vu section 1.1.3, il est
alors nécessaire d’imposer une contrainte de neutralité locale pour éviter les phénomenes de
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Fig. 2.7: Structure de bandes projetée pour les spins majoritaires (en haut) et minoritaires
(au milieu) d’un systeme de 20 couches (110) de fer BCC. Les états de surface ou
résonnants sont représentés en rouge (états dont plus de 60% du poids total est dans
les deux premieres couches).Le zéro d’énergie correspond au niveau de Fermi. La zone
de Brillouin de surface et le chemin considéré sont représentés en bas. Calculs TBGGA.
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transfert de charge. L’hamiltonien est corrigé en ajoutant un terme dépendant du transfert
de charge dNN; et d’'un parametre de pénalisation Uy, suffisamment grand (Uny = 5 eV),
suivant les équations 1.78 et 1.79.

Systemes étudiés

En principe, pour calculer les propriétés de surface, il nous faudrait résoudre le cas
d’un cristal semi-infini. Dans la pratique, on considére un nombre de plans fini. Le systeme
étudié est un film mince de N couches atomiques infinies périodiques dans le plan de la
surface. On utilise le théoreme de Bloch pour restreindre le calcul a la maille principale
dans le plan. On réalise le calcul pour un nombre de points k suffisants dans la zone de
Brillouin 2D correspondante. Le systéeme comprend alors deux surfaces libres. Le nombre
de plans atomiques séparant ces deux surfaces doit étre suffisant pour que les atomes dans
les plans centraux aient des propriétés proches de celles du volume et pour que 'interaction
entre les deux surfaces soit négligeable. Notons que la méthode des liaisons fortes permet
de satisfaire a ces conditions de facon beaucoup plus stricte que les méthodes de calcul ab
initio, car le nombre de plans N peut étre choisi beaucoup plus grand. Nous avons étudié
des systemes contenant N=20 plans atomiques.

Nous nous attarderons ici sur deux surfaces du fer BCC, la surface (001) et la surface
(110). La surface (001) est moins compacte que la surface (110). Nous pourrons ainsi étudier
les effets de la compacité sur les propriétés magnétiques de surface. Les calculs sont réalisés
avec les parametres TBGGA pour un parametre de maille de 2.87A(paramétre de maille
d’équilibre du volume). Les mémes calculs réalisés avec les parametres TBLDA ont donné
des résultats similaires. Les effets de relaxation de surface ne sont pas pris en compte. La
distance entre chaque couche monoatomique est supposée constante.

Nous avons comparé nos résultats avec des travaux théoriques de calculs ab initio de
surface de métaux de transition [77-82]. Les résultats expérimentaux sur le magnétisme
de surface sont rares (voire inexistants) puisqu’il est difficile de mesurer des moments
magnétiques localisés. Nous n’avons donc pas pu comparer nos résultats a ’expérience.

Structure de bandes

Nous avons d’abord calculé la structure de bandes de la surface (110) du fer. Il est en
effet important de vérifier que notre modele reproduit correctement la structure de bandes
de surface et en particulier les états de surfaces et les états résonnants. Les résultats de ce
calcul sont représentés figure 2.7. On peut voir que la position et la taille des pseudo-gaps
dans la structure de bandes different pour les spins up et down. Le long des directions I'S
et SH les pseudo-gaps sont plus grands dans la structure de bandes de spin minoritaire que
dans celle de spin majoritaire. Il y a donc plus d’états de surface de spin T que d’états de
surface de spin |. Ceci est mis en évidence par la présence d’'un état de surface tres étroit,
proche du niveau de Fermi, dans la structure de bandes de spin minoritaire (indiqué par
une fleche dans la figure 2.7) qui disparait dans la structure de bandes de spin majoritaire.
Ces résultats sont en trés bon accord avec les calculs ab initio de Heinze et Bligel [82].
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Fig. 2.8: Moment magnétique en fonction de la couche (1 =couche de surface, 10 =couche
centrale). Comparaison des calculs TBGGA et PWscf.

On remarque notamment que les états de surface, dont la position est tres dépendante
de I'autocohérence sur la charge et le moment magnétique, sont correctement reproduits.
Notre modele fournit donc une bonne description de la structure de bandes et des états de
surface.

Moment de spin

Les calculs de moment de spin réalisés (voir figure 2.8) révelent un renforcement du
magnétisme au niveau de la surface. Dans le cas de la surface BCC (001), ce renforcement
est de l'ordre de 25%. Dans le cas de la surface BCC (110), il est de 'ordre de 14%. Ce
phénomene avait déja été observé dans diverses publications traitant du magnétisme de
surface [77, 78, 80] avec des valeurs calculées assez proches des notres (32% pour la surface
(001) et 14.2% pour la surface (110) [80]).

L’augmentation du moment magnétique est liée a la baisse du nombre de voisins au
niveau de la surface (cf. critere de Stoner, section 1.2.1). Le renforcement est différent pour
les deux types de surface car le nombre de liaisons coupées dans les deux cas est différent.
Dans le cas de la surface (001), moins compacte, un atome de surface perd 4 premiers
voisins. Dans le cas de la surface (110), plus compacte, un atome de surface n’en perd que
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deux. Le moment magnétique est donc plus fort dans la surface (001), moins compacte.
Les courbes de moment en fonction de la couche comportent de petites oscillations
appelées oscillations de Friedel. Ces oscillations sont caractéristiques des perturbations des
systemes homogenes (ici un cristal perturbé par la présence d’'une surface libre). A partir
d’une dizaine de couches sous la surface, le moment de spin retrouve sa valeur de volume.

2.2.3 Fil monoatomique

Le modele de liaisons fortes utilisé reproduit donc bien le comportement magnétique
du fer en volume et en surface. Comme nous souhaitons par la suite utiliser ce code pour
calculer les propriétés électroniques et magnétiques de nanostructures, nous avons étudié la
plus simple des nanostructures : le fil monoatomique. Bien que I’étude d’une chaine linéaire
non supportée puisse sembler purement académique, elle est intéressante pour les raisons
suivantes :

— Sa structure de bandes peut étre calculée analytiquement en liaisons fortes, ce qui fa-
cilite la compréhension théorique et 'identification du caractere des différentes bandes
obtenues ab initio.

— Le fil monoatomique permet d’étudier simplement 1’effet d’une forte réduction de la
dimensionnalité sur les propriétés des matériaux, ce qui peut étre utile a la compré-
hension des nanostructures.

— Enfin, dans certaines expériences de jonction a cassure, on observe ['apparition d’un fil
monoatomique de plusieurs atomes (Au [22], Pt [22]). L’étude des fils monoatomiques
n’est donc pas totalement découplée de I'expérience. Malheureusement, aucun fil n’a
été observé dans les jonctions a cassure de fer étudiées au cours de cette these.

Fil non magnétique

Les structures de bandes du fil de fer non-magnétique et sans spin-orbite obtenues avec
les parametres TBLDA et ab initio avec le code PWscf sont montrées figure 2.9 pour une
distance inter-atomique de 2.27A(distance d’équilibre obtenue avec PWscf). On voit que,
excepté pour les bandes au dessus du niveau de Fermi, il existe un bon accord entre les
résultats liaisons fortes et ab initio. Ceci est tres satisfaisant étant donné que les parametres
TBLDA sont issus de calculs en volume. Ces parametres ont donc une tres bonne transfe-
rabilité. Les parametres TBGGA quant a eux ne décrivent pas correctement la structure de
bandes du fil a la distance interatomique considérée. A cette distance inter-atomique le ni-
veau s est surestimé et modifie completement la structure de bandes. La loi d’extrapolation
des niveaux en fonction de l'environnement (formule 1.18) ne fonctionne pas correctement
dans ce cas. Par la suite nous considérerons donc exclusivement les parametres TBLDA
qui fournissent de meilleurs niveaux intra-atomiques dans le cas du fil monoatomique.

En liaisons fortes, on peut facilement identifier le caractere des différentes bandes. Si le fil
est orienté selon I'axe z, la matrice des intégrales de saut se réduit a la matrice des intégrales
de saut de Slater-Koster (cf. section 1.1.1). En regroupant les orbitales judicieusement,
on voit alors apparaitre dans la matrice des intégrales de saut de trois types de bandes
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Fig. 2.9: Structure de bandes du fil monoatomique de fer non magnétique. Comparaison des
calculs liaisons fortes (TBLDA) et ab initio (PWscf).

totalement découplées correspondant aux trois types de liaisons possibles dans une base
spd (o, m et ¢ : voir figure 1.2) :

S Dbz dz2 Dz dmz Dy dyz dzy dm2 —y2

S sso  spo  sdo 0 0 0 0 0 0
D —spo  ppo  pdo 0 0 0 0 0 0
d,2 sdo  —pdo ddo 0 0 0 0 0 0
Da 0 0 0 ppr  pdr 0 0 0 0

p= dy 0 0 0 —pdr ddm 0 0 0 0 (2:4)
Dy 0 0 0 0 0 ppr pdw 0 0
dy. 0 0 0 0 0 —pdr ddm O 0
gy 0 0 0 0 0 0 0 ddo 0
dy2_yp2 0 0 0 0 0 0 0 0 ddé

A partir de cette matrice on voit clairement que la structure de bandes d’une chaine
monoatomique parfaite contient, en tenant compte de la dégénérescence liée au spin :

— six bandes de type o deux fois dégénérées, issues du mélange des orbitales s,p, et d.2,

— huit bandes de type 7 quatre fois dégénérées, issues du mélange des orbitales p, et

dyz, Ou py et dy.,

— quatre bande de type ¢ quatre fois dégénérées, constituée d’états d,, ou d,2_,2 purs.

La bande ¢ est facilement identifiable. Il s’agit de la bande la plus plate. En effet, cette
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bande est issue de la dispersion des orbitales d,, (ou d,2_,2) couplées par I'intégrale de
saut ddd qui est la plus faible des intégrales de Slater-Koster.

Dans le fer, les niveaux 4p ont une énergie bien plus élevée que les niveaux 3d. Le
mélange entre niveaux p et d est donc tres faible. Les bandes 7 se séparent donc en une
bande de basse énergie composée quasiment uniquement d’orbitales d (d,. ou d,.) et en
une bande d’énergie plus élevée de caractere quasiment uniquement p (p, ou p,). Cette
derniere bande est présente sur le calcul PWsct de la figure 2.9 mais est en dehors de la
plage d’énergie considérée dans le calcul TBLDA. Le modele liaisons fortes ne décrit donc
pas correctement les bandes p. Néanmoins, comme la bande 7 de plus haute énergie est bien
au dessus du niveau de Fermi et n’est donc pas occupée, cette erreur n’a pas d’influence
sur I’état fondamental du systeme.

Les deux dernieres bandes présentes sur la figure 2.9 sont des bandes de type o. Une
analyse plus précise de leur caractere révele que la bande de plus basse énergie n’a prati-
quement pas de caractere p. Le poids des orbitales s et d.2 est presque le méme au point I"
alors qu’il s’agit presque d'un état d pur au point X. La deuxieme bande ¢ est un mélange
d’orbitales s et d,2 au point I' et tend vers un état p, pur lorsqu’on s’approche du point
X. Une troisieme bande o de caractere fortement p, existe en dehors de la plage d’énergie
considérée.

Fil magnétique

L’introduction du magnétisme a pour effet de lever la dégénérescence de spin de chacune
des bandes. Cette levée de dégénérescence est liée a ’apparition d’un moment de spin. Nous
avons étudié I'influence de la distance inter-atomique sur le moment magnétique résultant.

Comme dans le cas du fer FCC FM, on observe 'apparition d’une transition bas spin
(LS) / haut spin (HS). A faible distance inter-atomique, le fil est dans un état LS ou
les bandes down ne sont pas completement remplies. Quand la distance inter-atomique
augmente, le fil passe dans un états HS ou le moment atteint sa valeur de saturation.
L’accord entre les calculs TBLDA et PWscf est tres satisfaisant. On observe notamment
que la transition entre ’état LS et I’état HS intervient a la méme distance inter-atomique
pour les deux méthodes.

Un calcul d’énergie nous permet de trouver la distance inter-atomique d’équilibre du
fil. Celle obtenue avec les parametres TBLDA (d = 2.15A) est légerement inférieure a celle
calculée avec PWscf (d = 2.27A). Cela n’est pas étonnant puisque les calculs PWscf ont été
réalisés dans 'approximation GGA. On a vu en effet que I'approximation LDA sous-estime
en général les parametres de maille d’équilibre par rapport a la GGA.

2.3 Couplage spin-orbite, anisotropie magnétique et
moment orbital

Les calculs présentés dans la section précédente ne prenaient pas en compte le couplage
spin-orbite. Il a pour effet de lever la dégénérescence de certaines bandes correspondant
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Fig. 2.11: Structure de bandes du fil monoatomique de fer magnétique avec un moment parallele
(0 = 0) ou perpendiculaire (6 = 90) au fil. Comparaison des calculs liaisons fortes
(TBLDA) et ab initio (PWscf) prenant en compte le couplage spin-orbite.
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a des états couplés par la matrice H,,. Deux types d’effets apparaissent selon le type de
dégénérescence considéreé :

— La bande est dégénérée pour toutes les valeurs de k. Par exemple, dans le cas du
fil, la bande § est la superposition des bandes pures d,, et d,2_,». Dans ce cas un
élément de matrice non nul de H,, entre les états dégénérés entrainera un décalage
des bandes.

— La dégénérescence est limitée a un vecteur k ou deux bandes se croisent. Un élément
de matrice non nul de Hy, entre les états dégénérés entrainera alors 'ouverture d’un
gap au point de croisement.

Ainsi, dans le cas du fer BCC NM, nous avons vu que le couplage spin-orbite entraine,
entre autres effets, un décalage des niveaux t9, le long de la direction I'H{ de la zone de
Brillouin (voir figure 2.2).

Dans le cas du fil, le caractere de chacune des bandes est facilement identifiable. On
peut alors prédire les levées de dégénérescence a partir de la structure de la matrice Hy,
dans la base d’orbitales d (cf. annexe C). En effet, d’apres la théorie de perturbation d'un
niveau dégénéré [56], deux états propres dégénérés |a) et [3) de 'hamiltonien non perturbé,
couplés sous Deffet de la perturbation W par 'élément de matrice § = (a|IW|8), se scindent
en deux états perturbés d’énergie, au premier ordre,

EY = EO 4 /55~

EY = EO _ /55 (25)
(si par ailleurs (a|W|a) = (8|W|3) = 0).

Dans le cas non magnétique, la structure de bandes ne dépend pas de la direction de
I’aimantation. On peut donc considérer uniquement la matrice Hy, pour 6 = 0 et ¢ = 0.
Cette matrice couple les orbitales d, et d,2_,» de méme spin par un élément de matrice i§.
Par conséquent, la bande d se dédouble avec un décalage de 2¢. Le méme type d’argument
s’applique a la bande 7 de plus basse énergie (si on néglige son caractere p), avec un
élément de matrice de /2 qui entraine une levée de dégénérescence de . Aucun effet n’est
attendu pour les bandes o, puisque qu’aucun élément de matrice ne couple les états d,2 de
spins opposés. Enfin, dans la structure de bandes non perturbée (figure 2.9), on observe
deux points de croisement entre des bandes o et d. Leur dégénérescence n’est pas levée
puiqu’aucun élément de matrice de H,, ne les couple. En revanche, les autres points de
croisement (entre bandes o et 7, ou 7 et §) sont évités sous l'effet du couplage spin-orbite.

Dans le cas du fil magnétique, la structure de bandes dépend de la direction du moment
de spin quand le couplage spin-orbite est pris en compte. Elle est indépendante de ¢ pour
des raisons de symétrie, mais elle dépend de I'angle polaire 6. C’est une conséquence de la
levée de dégénérescence de spin dans I’état magnétique non perturbé. En effet, quand le
moment est perpendiculaire au fil (§ = 7/2), la matrice Hy, couple les états dy, et d,2_,»
de spin opposé (voir annexe C). La levée de dégénérescence de 2§ devient alors négligeable
devant le décalage des bandes up et down diu au magnétisme. Quand le moment est le long
du fil (# = 0), la matrice Hs, couple les états 6 de méme spin et on observe le méme effet
que dans le cas non magnétique. Il en va de méme pour la bande 7 de plus basse énergie (le
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décalage de £ disparait quand 6 = 7/2). Un effet similaire existe au niveau des croisements
de bandes. Le nombre d’ouvertures de gap dans le cas § = 0 est réduit puisque pour les
bandes de symétries différentes, seules les bandes de spins opposés sont alors couplées. Au
contraire, quand 6 = /2, des états de symétrie différente mais de méme spin sont couplés
et on s’attend a avoir un nombre de croisements évités plus important que dans le cas
6 =0.

Nous avons calculé la structure de bandes du fil magnétique, pour un moment de spin
parallele ou perpendiculaire au fil, avec les parametres TBLDA ( figure 2.11). Dans ce calcul,
le couplage spin-orbite est traité completement en ajoutant la matrice H,, a I’hamiltonien
diagonalisé (voir section 1.2.4). Les résultats sont en parfait accord avec les prédiction de
la théorie des perturbations : un splitting de 2¢ (et &) des bandes d (et 7) apparait quand

= 0. Notons que pour un angle § compris entre 0 et 7/2 | le splitting des bandes § (et
7) varie continiiment de 2¢ (et &) a 0. Les structures obtenues sont en bon accord avec les
calculs ab initio (PWscf).

2.3.1 Anisotropie magnétique

Le terme de couplage spin-orbite couple le moment de spin a la structure de bandes
du systeme. L’énergie totale dépend alors de la direction de l'aimantation et le moment
s’aligne selon certains axes préférentiels. L’énergie d’anisotropie magnétique correspond a
la variation d’énergie totale quand la direction du moment de spin passe d'un axe facile
(énergétiquement plus favorable) a un axe difficile (énergétiquement moins favorable).

Ici aussi, le traitement perturbatif apporte de nombreuses informations et permet d’ex-
pliquer les résultats obtenus par un traitement complet du couplage spin-orbite. (voir an-
nexe D). On montre ainsi que la perturbation de I’énergie totale par le couplage spin-orbite
est nulle a 'ordre 1 et a 'ordre 3 en . Dans un cristal cubique, le terme d’ordre 2 en &
est isotrope. L’énergie d’anisotropie est alors d’ordre 4 et est donc tres faible (de 'ordre de
1075 — 107%V par atome pour fer, cobalt et nickel). Son calcul est treés difficile puisque sa
valeur se trouve a la limite de précision des méthodes de calcul de structure électronique.
Des calculs ab initio de Trygg et al. [83] ont néanmoins permis d’établir qu’elle était de
l'ordre de 0.5 peV, avec un axe facile selon la direction (001) du cristal, en accord avec
I’expérience.

En surface, I’énergie d’anisotropie est d’ordre 2 en £&. On peut montrer par un traite-
ment perturbatif (voir annexe D) que la dépendance angulaire de ce terme est une forme
quadratique des cosinus directeurs du moment de spin (sin(f) cos(¢),sin(8) sin(¢),cos(6))
respectant la symétrie de la surface. Ainsi pour une surface BCC (001), la dépendance
angulaire du terme d’ordre 2 est de la forme :

AE® (6, 6) — AEP(0,0) = K\ sin()? (2.6)
Pour une surface BCC (110) elle est de la forme :

E0,6) — E(0,0) = KM% sin(6)? + K" sin(6)? cos(o) (2.7)
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Fig. 2.12: Energie d’anisotropie du fil monoatomique de fer en fonction de la direction du
moment de spin (#). Comparaison des calculs liaisons fortes (TBLDA) et ab initio
(PWscf).

Les calculs que nous avons effectués [84] montrent que I’axe de facile aimantation est hors du
plan pour les deux types de surface. Ce résultat est en accord avec les diverses publications
théoriques sur le sujet, qu’il s’agisse de calculs perturbatifs [85] ou de calculs ab initio avec
un traitement complet du spin-orbite [86, 87]. Les constantes d’anisotropie sont tres faibles,
et comme dans le cas du volume leur détermination est hors de portée de la précision de
notre modele [84].

Dans le fil monoatomique, I’énergie d’anisotropie est plus grand d’un ordre de grandeur
(1073 eV). Par symétrie, la dépendance angulaire de I’énergie d’anisotropie, a 1'ordre 2 en
perturbation, ne dépend que de 'angle 0 et est de la forme :

AE®(0,6) — AEP(0,0) = K, sin(0)>. (2.8)

Les calculs liaisons fortes (figure 2.12, courbe de gauche) montrent qu’a 1’équilibre (d =
2.27 A), la constante d’anisotropie est de 3.25 meV. L’axe de facile aimantation est alors
le long du fil. Les courbes obtenues suivent bien la forme prédite en perturbation (formule
2.8). La comparaison avec les calculs PWscf (figure 2.12, courbe de droite) révele un accord
correct entre les deux méthodes.

Le signe de la constante d’anisotropie et donc la direction de 'axe facile d’aimantation
varie avec la distance inter-atomique dans le fil. A I'équilibre (d = 2.27 A), I’axe de facile
aimantation est le long du fil ; quand la distance inter-atomique est inférieure a 2 A, I’axe de
facile aimantation est perpendiculaire au fil. Des calculs de Dorantes-Davila et Pastor [88]
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ont déja mis en évidence ce changement d’axe de facile aimantation dans des fils de métaux
de transition déposés sur une couche mince. Une comparaison avec la courbe de moment
(figure 2.10) semble montrer que cette transition est étroitement liée a la transition haut
spin / bas spin puisque les deux transitions adviennent a la méme distance inter-atomique.

On peut comprendre le lien entre le changement d’axe de facile aimantation et la transi-
tion HS/LS & partir des calculs en perturbation de 1’énergie d’anisotropie magnétique (voir
annexe D). Ces calculs montrent que la constante d’anisotropie K est une somme d’inté-
grales directement liées a la structure de bandes et a son remplissage. La direction de ’axe
de facile aimantation est donc étroitement liée a la structure de bandes et au remplissage
des niveaux d, qui sont les seuls niveaux modifiés par le spin-orbite dans notre modele.

Lors de la transition HS/LS, le moment varie brutalement. Il en va donc de méme
pour la structure de bandes et le remplissage des électrons d, qui sont responsables du
magnétisme ( figure 2.13 a et b). Cela entraine un changement de signe de la constante
d’anisotropie pour la méme distance inter-atomique que la transition HS/LS (figure 2.13 ¢
et d).

2.3.2 Moment orbital

Le couplage spin-orbite leve le blocage du moment orbital dans notre modele. On peut
alors le calculer en suivant la méthode décrite section 1.2.5.

En volume, il est négligeable devant le moment de spin. Pour des raisons de symétrie, il
est isotrope au premiere ordre. Avec les parametres TBGGA, on trouve un moment orbital
my; = 0.066up pour le fer BCC, en dega de la valeur expérimentale (m; = 0.08 — 0.09up
[39)).

Quand on baisse la dimensionnalité du systeme, le moment orbital subit le méme effet
que le moment de spin. Ainsi, comme on peut le voir sur la figure 2.14, le moment orbital
augmente a la surface d’un cristal de fer BCC. Par exemple, dans le cas d’un empilement
de 15 couches (001) de fer BCC, on passe d'un moment orbital de 0.0664p5 sur la couche
centrale a un moment orbital de 0.127up5 en surface. Cette valeur est en excellent accord
avec les travaux de Eriksson et al. [79] dont les calculs LSDA ont révélé un moment orbital
de 0.12pp a la surface d'un empilement de 7 couches (001). On observe comme dans le
cas du moment de spin que I'augmentation du moment orbital est plus importante pour
la surface la moins compacte (001). En revanche, il tend plus rapidement vers sa valeur
de volume (a partir de la troisieme couche). De plus, a cause de la brisure de symétrie en
surface, le moment orbital n’est plus isotrope. Sa valeur absolue et sa direction dépendent
de la direction du moment de spin. On a tracé figure 2.14 la composante du moment
orbital selon la direction de I'aimantation ((L.+)) quand elle est perpendiculaire (f = 0)
ou parallele (0 = 7/2) a la surface. Ce calcul révele une forte anisotropie du moment
orbital notamment pour la surface (001). Sa dépendance en ¢ reste négligeable. Quand on
s’enfonce dans le volume, on retrouve tres rapidement un moment orbital isotrope.

Nous avons enfin calculé le moment orbital dans un fil monoatomique a l’équilibre
(d = 2.27A) quand la direction du moment de spin passe de # = 0 & § = 7/2. Pour des
raisons de symétrie, il ne dépend pas de I'angle ¢. Les résultats sont reportés sur la figure
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Fig. 2.13: Etude de la transition LS/HS dans le fil monoatomique de fer. a) Structure de bandes
avant et apres la transition. b) Remplissage des différentes bandes s et d en fonction
de la distance inter-atomique. ¢) Constante d’anisotropie en fonction de la distance
inter-atomique. d) Moment magnétique en fonction de la distance inter-atomique.
Calcul TBLDA avec couplage spin-orbite.
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S
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Fig. 2.14: Moment orbital a la surface du fer en fonction de la couche (1 =surface, 8 =couche
centrale). Calculs réalisés pour une surface BCC (001) (trait plein) et une surface BCC
(110) (pointillé) et pour une direction de I'aimantation dans le plan de la surface (en
noir) ou normal au plan de la surface (en rouge). Calcul TBLDA.
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2.15. On observe que le moment orbital subit une augmentation bien plus importante qu’en
surface. Il atteint ainsi la valeur de 0.42up quand le moment de spin est le long du fil. Son
anisotropie est elle aussi fortement renforcée : m;(0 = 7/2) — my(f = 0) = —0.22up. On a
choisi de tracer sur la figure 2.15 la variation des composantes de my selon les axes z” et
Z" définis par la direction du moment de spin. Leur dépendance en 6 peut facilement étre
obtenue par un traitement perturbatif du couplage spin-orbite. Au premier ordre en &, on
montre qu’elles sont de la forme (cf. annexe D) :

(Lgr) = Kin sin(26)

- 2.9
<Lz”> = KOz” -+ Klzll sin(9)2. ( )

Nos résultats montrent qu’effectivement, les composantes selon x” et z” du moment orbital
suivent ces lois, avec notamment une valeur de Ki,» négative. Ainsi, dans les cas ou le

o L, TBLDA
= L, TBLDA
.2
—_— Klz., §|n (9)+KOZ.._
Z oa — K. sin@0) —
! Ll .
= 03F |
'._g -
S 0.2 1
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Fig. 2.15: Moment orbital du fil monoatomique de fer en fonction de la direction du moment
de spin (). On a représenté la projection du moment orbital selon la direction du
moment de spin (z”) (en noir) et selon une direction perpendiculaire (x”) (en rouge).
Calcul TBLDA.

moment de spin est parallele (f = 0) ou perpendiculaire (6 = 7/2) au fil, le moment orbital
est parallele au moment de spin ((L,~) = 0). Pour les autres valeurs de 6, le moment orbital
a tendance a s’écarter de la direction du moment de spin et a s’approcher de la direction

~

du fil ((Lx//> < 0)
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2.3.3 Lien entre énergie d’anisotropie magnétique et anisotropie
du moment orbital

Le traitement perturbatif du couplage spin-orbite révele l'existence, sous certaines
conditions, d’un lien de proportionnalité entre le moment orbital et 1’énergie d’anisotropie
magnétique [90, 91] (cf. annexe D) :

AB®(0,6) — AP E(0,0) = —§L<<£z~<0, 6)) = (L (0,0))). (2.10)

Cette relation est valable quand le décalage d’échange des bandes up et down est grand
devant la largeur des bandes d et quand la bande d de spin up est completement remplie.

Dans le fil a I’équilibre, on a calculé une anisotropie énergétique de 3.3 meV (voir figure
2.12 ) et une anisotropie du moment orbital de (voir figure 2.15). Le rapport entre ces
deux quantités est égal a —0.15 meV. La formule 2.10 est donc parfaitement respectée
(—¢/4 = —0.06/4 = —0.15 meV). On pouvait s’y attendre puisque la polarisation de spin
est élevée et les bandes d de spin up sont complétement saturées (cf. structure de bandes,
fig. 2.11).

A des distances inter-atomiques plus faibles, quand on passe dans I'état bas spin, les
conditions requises ne sont plus vérifiées et la formule 2.10 ne fonctionne plus. On remarque
entre autre que le changement de signe de la constante d’anisotropie observé a la transition
HS/LS ne s’accompagne pas d’'un changement de signe de I’anisotropie du moment orbital.

Conclusion

Au cours de ce chapitre, nous avons étudié les propriétés magnétiques du fer en fonction
de la dimensionnalité du systeme a ’aide du modele TBStoner présenté au chapitre 1. La
comparaison avec des calculs ab initio a prouvé que ce modele décrivait parfaitement le
magnétisme de spin du fer et qu’il reproduisait les propriétés d’anisotropie magnétique et
de magnétisme orbital calculées en LSDA. Ce chapitre a par ailleurs permis de mettre a
jour les effets de la nanostructuration du fer sur ses propriétés magnétiques (augmentation
du moment et de ’anisotropie).






CHAPITRE 3

Les effets de polarisation orbitale

Dans ce chapitre, nous montrons que le modéle de Stoner n’est pas suffisant pour dé-
crire des systemes magnétiques de basse dimensionalité et qu’il est nécessaire de réaliser
un traitement plus complet des interactions inter-électroniques pour décrire les effets de
polarisation orbitale qui y apparaissent. Apres avoir posé le probléme, nous montrons com-
ment un traitement Hartree-Fock permet d’obtenir une bonne description des interactions
électroniques intra-atomiques, puis nous appliquons cette méthode a l’étude du fer dans des
systemes de différentes dimensionnalités.

3.1 La polarisation orbitale

3.1.1 Le moment orbital dans les modeéles standards

Dans les modeles standards utilisés pour décrire le magnétisme a partir de la structure
de bandes ( DFT dans 'approximation de la densité de spin localisée (LSDA), ou modele
TBStoner présenté au chapitre précédent), l'interaction Coulombienne inter-électronique
au sein d’un atome est moyennée sur les différentes orbitales. Les différents niveaux d’une
meéme sous-couche sont mal reproduits, ce qui entraine une mauvaise répartition des élec-
trons entre les orbitales atomiques de nombres quantiques magnétiques m; opposés. Les
moments orbitaux calculés sont alors trop petits comparés a 'expérience [83, 92]. Ces mé-
thodes restent néanmoins correctes lorsqu’on décrit des métaux de transition en volume ou
les électrons sont délocalisés et ol le moment orbital est bloqué.

Dans les nano-objets ot dimensionnalité et coordinence sont réduites, 'influence de
I'interaction Coulombienne intra-atomique devient importante. On s’attend alors a voir une
augmentation du moment orbital qui tend vers sa valeur atomique. Cet effet a été observé
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Fig. 3.1: Fils monoatomiques de cobalt sur une surface de platine. Le moment orbital mesuré
dans ces chaines est bien supérieur au moment orbital de volume. Source : Gambardella
et al. [35].

expérimentalement par Gambardella et al. dans des nanostructures de cobalt déposées sur
du platine. Des moments orbitaux de 0.68up par atome ont été mesurés dans des chaines
d’atomes de cobalt déposés sur les marches d'une surface (997) de platine (figure 3.1)[35] et
des moment orbitaux allant jusqu’a 1.1up ont été mesurés sur des nanoparticules de cobalt
déposées sur des surface (111) de platine [36]. Les modeles standards ne peuvent décrire
quantitativement ce phénomene de polarisation orbitale. Des calculs ab initio réalisés dans
I’approximation LSDA sur un systeme équivalent fournissent un moment orbital d’un ordre
de grandeur inférieur (0.14pup) [93] a I'expérience.

Le modele TBStoner ne décrit donc pas correctement le magnétisme orbital des systemes
de basse dimensionalité. Or, dans les jonctions a cassures de fer que nous souhaitons étudier,
les atomes au niveau du contact atomique ont une coordinence tres réduite. et on s’attend a
y observer un phénomene de polarisation orbitale. Si ’on veut avoir une bonne description
du magnétisme de ce type de systeme, il est alors nécessaire d’avoir un modele d’interaction
inter-électronique, plus élaboré que le modele de Stoner, prenant en compte la dépendance
orbitale de I'interaction Coulombienne.

3.1.2 Limite atomique et regles de Hund

Pour comprendre le lien entre I'interaction Coulombienne intra-atomique et le moment
orbital, il est intéressant de se placer dans le cas d’un atome isolé. La répartition des
électrons dans les différentes orbitales de la sous couche de valence est alors donnée par le
principe de Pauli et par les trois regles de Hund. Un état est décrit par les trois nombres
quantiques S,L et J, indiquant qu’il est un état propre des opérateurs de moments totaux
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Fig. 3.2: Répartition des électrons dans les différentes orbitales de valence d’un atome de fer a
I’état fondamental, selon les regles de Hund.

S L% et J? = (L + 8)? avec les valeurs propres S(S + 1), L(L + 1) et J(J + 1),
respectivement. Les valeurs de S, L et J correspondant a 1’état de plus basse énergie sont
fournis par les regles de Hund :

Regle 1 Pour une configuration électronique donnée, I’état le plus stable est celui de spin
S maximal.

Regle 2 Pour un S donné, I'état le plus stable est celui de moment orbital L maximal.

Regle 3 Pour S et L donné, I'état de plus basse énergie est celui :
— de plus petit moment angulaire total J dans le cas d’une sous couche moins que
demi remplie (J = |L — S]),
— de J maximal dans le cas d'une sous couche plus que demi remplie (J = L + 5).

Ces regles empiriques fournissent en général la configuration qui minimise I'interaction de
Coulomb entre les électrons. Ainsi, pour le fer, de configuration électronique 4s23d°, 1'état
stable est I’état de moment de spin S = 2, de moment orbital L. = 2 et de moment angulaire
total J = 4 (voir figure 3.2). Cette état correspond au terme spectral 25t L; =5 D,.

Dans le modele TBStoner présenté au chapitre précédent, le potentiel de Stoner assure
la satisfaction de la premiere regle et le couplage spin orbite celle de la troisieme, mais rien
ne favorise la deuxieme regle de Hund. Le modele TBStoner ne décrit pas correctement
le moment orbital dans un atome seul et donc par extension dans les systemes de basse
dimensionnalité ot I'on tend vers la limite atomique.

3.2 L’approximation de Hartree-Fock

3.2.1 Formulation

Pour décrire correctement la répartition des électrons dans les orbitales de valence, il
est nécessaire d’avoir une bonne description de l'interaction Coulombienne intra-atomique
responsable des regles de Hund dans le cas de ’atome isolé. Pour cela, on décide de prendre
en compte dans notre modele les termes intra-atomiques issus du découplage Hartree-Fock
de T'opérateur a deux corps d’interaction Coulombienne. Cette approche est similaire aux
modeles ab initio LSDA+U [94].

Notons que l'interaction Coulombienne contient aussi des termes inter-atomiques. Sous
Ieffet de cette interaction entre électrons sur des atomes différents, on observe par exemple
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dans les métaux de transition que les bandes d de spin minoritaires sont plus larges que
les bandes de spin majoritaires [95]. Dans notre modele, on se contente de décrire la partie
intra-atomique de 'interaction Coulombienne qui entraine uniquement une renormalisation
des différents termes intra-atomiques inter-orbitaux. Une bonne description de ces termes
suffit en général pour obtenir des niveaux électroniques corrects et une bonne répartition
des électrons entre les différentes orbitales. Par ailleurs, on ne considere que l'interaction
Coulombienne entre les électrons d, qui sont les plus localisés et qui sont les principaux
responsables du magnétisme dans les métaux de transition.

Le découplage Hartree-Fock

En unités atomiques, l'interaction Coulombienne entre deux électrons est donnée par

1

v —r'|’

(3.1)

On se place sur un atome dans la base de spin-orbitales d ¢, (r) (A = dyy, dyz, don, dy2_ 2,
ou d,2). En seconde quantification, 'opérateur d’interaction Coulombienne s’écrit alors

Vi)
Hiny = Z UUZI/% 7 C)\O‘ ua’cﬁg”'cl’g"7 (32)
Apvn,
o,o.lo,//a,///
ou
0_0_/0,//0_/// 1 /
Mwn /dr/dr Pro () Ppo (T ) _r,¢ua”(r)¢na/"(r), (3.3)

et cia et ¢\, sont respectivement les opérateurs création et annihilation dans la spin-orbitale
|Ao). Par orthogonalité de la base de spin, seules les intégrales ou 0 = ¢” et ¢’ = ¢” sont
non nulles. Elles sont alors indépendantes de o et ¢’, c’est pourquoi on peut omettre les
indices de spin dans 1’équation 3.3.

L’hamiltonien d’interaction coulombienne est un opérateur d’interaction a deux corps.
Pour I'inclure dans notre Hamiltonien mono-électronique, on réalise un découplage Hartree-

Fock. Il s’agit d’une approximation de champ moyen : on suppose que l'opérateur c:r\cu reste

proche de sa valeur moyenne <ci\cu>. Les effets de corrélation électronique sont négligés. On
peut montrer alors que :
T T T 1 T
Cho ,uU’C”IU'CVU _<C/\0'CVU>C/,L0/C770/ + < ,ua’cﬂ(f >C)\UCVU (3 4)

~ {hoCnor el o = (€l Cu) oo

On utilise cette approximation dans la formule 3.2. En jouant sur les indices muets de la
somme et en remarquant que Uy, = Uy, on peut écrire

Hipg ~ Z Uy C/\a' Cuo) Lo’ Cno' — Unpn <C:r\oc770’ ) CLo' Cvo (3.5)

Apvn,
oo’
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Matrice d’interaction

L’hamiltonien d’interaction a maintenant la forme d’un hamiltonien mono-électronique
que 'on peut décrire, dans la base LF, sur 'atome ¢, par la matrice d’éléments intra-
atomiques

)55 = D Unu((ehngCive) + (e Civ0))do0r = Unni(chyoiver) - (3.6)
Av

Dans la base LF, non-orthogonale, les moyennes (cg/\gciw/) se calculent a partir des termes
nets de la matrice densité :

z/\O'CZIMT Z fncz(;\lo Oz(;lo (37)

On inclut I'interaction inter-électronique a notre modele liaisons fortes en ajoutant cette
matrice, sur chaque atome, a la partie intra-atomique de 1’hamiltonien total :

[H]j;]u [HLF]z)\,quSUU' + [Hint];'j):iuéij‘ (38)
Une partie des interactions électroniques est déja incluse dans ’hamiltonien de liaisons
fortes non-magnétique. Les parametres de liaisons fortes sont en effet issus de calculs LDA
ou GGA. On s’attend a ce que le modele liaisons fortes reproduise correctement les interac-
tions électroniques quand la population de chaque orbitale d est égale a sa valeur moyenne
(nq/10). Pour que ces interactions ne soient pas prises en compte deux fois, on retire de
notre Hamiltonien la matrice Hartree-Fock correspondant a cet état moyen. La matrice
H,,; est alors remplacée par la matrice :
AHint = Hjy — HY

int

(3.9)

ot H?, est la matrice d’interaction obtenue pour une densité de charge diagonale également

répartie entre les orbitales d :
<C7J,'[/\Ucilt0/>0 106>\,u500" (310)
Cette approche est notamment utilisée en DFT dans la théorie LDA+U [96].

Le couplage spin-orbite (Hgp) et la condition de neutralité locale (Hyy) sont aussi pris
en compte. L’hamiltonien total est alors :

H =H.;r + Hx, + AH;: + Hso (311)

On appellera par la suite TBHF ce modele de structure électronique.
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Autocohérence

Pour calculer la matrice H;,¢, on doit connaitre la matrice densité intra-atomique nette
et les intégrales de Coulomb U),,,. Ces dernieres sont des parametres a déterminer. Les
¢éléments de matrice de la matrice densité <C;~r)\aciu01> sont obtenus de maniere auto-cohérente
par une méthode itérative. Pour initialiser les itérations, on pose sur chaque atome 7 une
charge ngo et un moment de spin m;y. On suppose que la densité de charge est diagonale en
A et que les électrons sont répartis également entre les différentes orbitales d de maniere
a reproduire la densité de spin sur chaque atome ¢, induite par la charge et le moment
magnétique de départ :

Ndo + Mo

T _
(CixtCint) = 10 I
Mgio — 1Myi0
(e = =535 0w (312)
(chy ot = Maio + 1Myio '
% 17 10 K
Ndgo — Mzio
<CZT,\LCW> =~ 10 W

Notons que le moment de spin de départ peut avoir une direction quelconque et que par
conséquent, la matrice densité de départ n’est pas forcément diagonale par rapport aux
coordonnées de spin.

Apres diagonalisation de ’hamiltonien, la matrice densité intra-atomique est calculée a
partir des coefficients des vecteurs propres C’Z»(j\lg :

(hoCinar) = 3 fuCSTCE, (3.13)

Le mélange d’une itération a l'autre (cf. annexe B) s’effectue sur I'ensemble des termes
intra-atomiques de la matrice densité.

L’état de départ est tres symétrique : tous les termes croisés du type <CIMCZ~W/> avec
A # posont nuls. Dans nos calculs, cette symétrie est brisée par le terme de spin-orbite qui
couple des orbitales de caracteres différents.

Double comptage

Comme dans le cas du modele TBStoner, I’ajout d’'un Hamiltonien d’interaction électron-
électron entraine un double-comptage des interactions lors du calcul de I’énergie totale du
systeme. On corrige cet effet en retirant un terme de double comptage a la somme des
valeurs propres du Hamiltonien :

n 1 oo
b= Z f”E( ) — 5 Z [Hint]i)\,iu<c:ir>\aciuo‘/>- (3.14)
n )

oo’
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3.2.2 Les intégrales de Coulomb intra-atomique

Pour décrire ’hamiltonien d’interaction inter-électronique, on doit connaitre les dif-
férentes intégrales U,.,. Dans le cas d'une base d’orbitales d, il a été montré que ces
intégrales sont fonction des trois parametres de Racah A, B, C' [97].

Dans la base d’harmoniques cubiques (orbitales réelles), les intégrales a trois et quatre
orbitales sont toutes proportionnelles au parametre de Racah B [98]. Les intégrales a deux
orbitales non nulles sont de deux types :

— Les intégrales de Coulomb : U,, = Uy,

— Les intégrales d’échange : J,, = Uxyun = Uy

En fonction des trois parametresA, B, C, les intégrales de Coulomb U,, sont données
par [98] :

)\\/L dxy dyz dzx dIQ_yQ dz2

dy |A+4B+3C A—-2B+C A-2B+C A+4B+C A—-4B+C
dy: A—-2B+C A+4B+3C A-2B+C A-2B+C A+2B+C
dn A-2B+C A-2B+C A+4B+3C A-2B+C A+2B+C
dp_yp | A+4B+C A—-2B+C A—-2B+C A+4B+3C A—-4B+C
d 2 A—4B+C A+2B+C A+2B+C A—-4B+C A+4B+3C

et les intégrales d’échange J,, sont données par :

Ny | dy d,. I W
Ay, 3B+C 3B+C C 4B+C
d. |3B+C 3B+C 3B+C B+C
dy |3B+C 3B+C 3B+C B+C
dpop| C  3B+C 3B+C AB+C
d> |4B+C B+C B+C 4B+C

La différence entre les éléments de matrice non diagonaux des intégrales de Coulomb
et d’échange est uniquement proportionnelle au parametre de Racah B. On remarque par
ailleurs que la dépendance en B des intégrales d’échange est proportionnelle a celle des
intégrales de Coulomb pour un méme couple d’orbitales A # u. La relation suivante est en
effet vérifiée :

D= (U —Uxu)/2. (3.15)

On choisit un autre jeu de parametres qui permet de simplifier la forme des intégrales a
deux orbitales. On définit U et J qui sont les valeurs moyennes des intégrales de Coulomb
et des intégrales d’échange :

1
U:ZZUAW:A—BJFC
Ap
AFEp
1 5
J:ZZUMM/\:§B+C
Ap

AFEp

(3.16)
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En fonction des parametres U, J et B, les intégrales de Coulomb U, sont

)\\/,L dxy dyz dzm de—yQ dzz

dey |U+2J U-B U-B U+5B U-3B
dy, |U-B U+2J U-B U-B U+3B
d |(U-B U-B U+2J U-B U+3B
dpe |U+5B U—-B U-B U+2J U-3B
deo \U—-3B U+3B U+3B U—-3B U+2J

et les intégrales d’échange J,, sont

)\\[L dxy dyz dzx dxz_y2 dzz
oy J+B/2 J+BJ/2 J-5B/2 J+3B/2
dy. | J+ B/2 J+B/2 J+B/2 J-3B/2
d | J+B/2 J+BJ2 J+B/2 J-3B/2
dp_p | J—=5B/2 J+B/2 J+ BJ/2 J+3B/2
do |J+3B/2 J—-3B/2 J—3B/2 J+3B/2

En plus de simplifier la forme des différentes intégrales a deux orbitales, les parametres
U et J ont I'avantage d’avoir une signification physique plus facilement interprétable que
les parametres de Racah A et C. U controle 'interaction Coulombienne et J les effets
d’échange. Le parametre B controle quant a lui la dépendance orbitale des interactions
électroniques.

La connaissance des parametres U, J et B nous permet donc de décrire completement
les interactions électroniques intra-orbitales. Malheureusement leur calcul ou leur détermi-
nation expérimentale est difficile. Il existe des relations qui permettent de simplifier leur
dérivation. Dans le cas d’un atome isolé, le parametre U est bien plus grand que les para-
metres B et J. Dans un solide, a cause de I’écrantage, les parametres U, J, B sont inférieurs
au cas atomique. Dans les métaux de transition, on s’attend néanmoins a ce que I’écrantage
affecte essentiellement l'intégrale de Coulomb U qui est fortement diminuée. On suppose
alors comme Solovyev [99] que, dans le fer,

U J. (3.17)
Dans le cas atomique, il a été démontré que [99]
B =0.14J. (3.18)

On suppose que 'écrantage affecte peu ces deux parametres et que cette relation reste
vérifiée en volume.
Grace aux relations 3.17 et 3.18, il ne reste alors qu'un seul parametre a déterminer.

3.2.3 Les approximations possibles

De Papproximation de Hartree-Fock au modele de Stoner

Il est possible en réalisant quelques approximations supplémentaires de passer du modele
Hartree-Fock que nous venons d’établir au modele de Stoner présenté dans le chapitre 2
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[54, 84].

Tout d’abord, on suppose que la matrice densité est diagonale. Seuls les termes <c;.r/\acl- Ao )
sont non nuls. Ils correspondent aux charges nettes n;), définies au chapitre 1. La formule
3.5 se simplifie en :

[Hlnt ipyin Z U)\,u)\n Nirxe T Mir— cr) U)\,un)\ni)\a (319)

On suppose en plus que les populations des spin-orbitales d de mémes spins peuvent étre
approchées par leur valeur moyenne n;, = 1/5) ", n;5,. On peut écrire alors :

[Hint]?:m = Njo Z(U)\,u)\n U/\,un)\) +Nio Z U)\u)\n (320)

On peut montrer que les intégrales U, avec trois indices identiques sont nulles et les
intégrales a trois orbitales différentes vérifient les relations suivantes [98] :

> Unuag =0
A

> Unup =0
A

La matrice d’interaction est donc diagonale et en introduisant les intégrales de Coulomb
U, et d’échange J,, on a :

ity i = nie > _(Unu = Jap) +1ie > _ Uy (3.22)

jz jz

(3.21)

Les charges moyennes n;, peuvent s’écrire

Nig = de -+ O'Mld) (323)

10(
ou N4 et M;4 sont respectivement la charge totale et le moment total des électrons d sur
I’atome 4, et ou o vaut 1 pour les spins majoritaires et —1 pour les spins minoritaires. En
remplacant cette formulation dans I’équation 3.22, on a :

Nig
T Z(2UM Tr) — ZUM (3.24)

[Hineliy 0 =

En sommant sur p et en utilisant les tableaux d’intégrales de Coulomb et d’échange de la
section précédente, on obtient

9U — 2J o (U+6J
Hy|0 ) = — " Ny — = Mg, 2
[ t]l)\,l)\ 10 d 92 ( 5 ) d (3 5)
soit : o
Hinion = UetNia — 2 I M. (3.26)

2
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On reconnait, dans le deuxieme terme, le potentiel de Stoner introduit section 1.2 avec un
parametre de Stoner I = (U 4 6.J)/5.

On a donc montré que le modele de Stoner est une approximation du modele Hartree-
Fock complet, obtenue en moyennant les interactions électron-électron a l'intérieur d’une
méme sous-couche. Les conditions nécessaires a cette approximation sont a peu pres res-
pectées dans les métaux de transition en volume. En effet, pour des raisons de symétrie,
dans un cristal cubique, la matrice densité est diagonale et les différences de population
entre les niveaux tog ((duy, dy-, d.z) €t e (dy2_,2, d,2) sont petites. Ce n’est plus le cas dans
des systemes a la dimensionnalité réduite et de basse symétrie.

Comme dans le cas du modele Hartree-Fock, une partie de l'interaction électronique
est incluse dans I’hamiltonien de liaisons fortes et on doit retirer un terme du type H,.’ a
I’hamiltonien total pour éviter de la prendre deux fois en compte (cf. formule 3.9). Seul le
premier terme de ’équation 3.26 est modifié et devient :

Uet(Nia — NJ) (3.27)

On reconnait le terme de neutralité locale introduit section 1.1.3, La condition de neutralité
locale se justifie donc comme un effet lié a l'interaction Coulombienne. Notons toutefois
que si 'on utilise un parametre Uz physique (de l'ordre de 1eV dans le fer), le transfert
de charge calculé demeure trop important [54]. L’absence de transfert de charge dans les
métaux n’est donc pas completement décrite par le modele Hartree-Fock. C’est pourquoi
méme dans le modele TBHF on ajoute un terme de pénalisation sur la charge avec une
intégrale de Coulomb effective plus élevée (typiquement de l'ordre de 5eV).

L’ansatz de la polarisation orbitale

Un des principaux défauts du modele TBStoner est qu’il sous-estime le moment orbital
et pour décrire correctement la polarisation orbitale (PO) il est nécessaire d’utiliser un
modele d’interaction Hartree-Fock complet. Il est toutefois possible de rendre compte de
cet effet plus simplement en introduisant, a la maniere du modele de Stoner, un terme
énergétique lié au moment orbital :

AEpo = —g Z(cz)? (3.28)

ou L; est 'opérateur de moment orbital sur I'atome 7. Quand le moment orbital est selon
I'axe z, ce terme se réduit a —B/2 ZZU:ZZ)Q et la modification du Hamiltonien correspon-
dante est

[Heoliy s, = —B(Lis) Lz, (3.29)

iAdp
ou [L;.] est la matrice de 'opérateur de la projection du moment orbital sur 'axe z dans
une base d’orbitales d (voir annexe C). La polarisation orbitale est alors traitée comme la
polarisation de spin dans le modele de Stoner et est entierement controlée par le parametre

de Racah B.
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Cet ansatz a d’abord été proposé par Brooks, dans le cadre de I'étude des actinides
[100]. 11 a été utilisé pour la premiere fois par Eriksson et al. [101] pour le calcul de I’ani-
sotropie magnétique et du moment orbital dans les métaux de transition. Depuis il a été
employé en complément de la DFT pour I’étude du magnétisme orbital en volume [83, 102],
en surface [103] ou dans des petits agrégats [104]. Ces travaux ont montré que l'utilisation
de l'ansatz de polarisation orbitale améliorait considérablement 1’accord entre calcul et
expérience[99]. Néanmoins, sa justification théorique reste controversée. Solovyev a ainsi
démontré que ce terme ne pouvait se dériver analytiquement a partir de ’hamiltonien
Hartree-Fock [105]. 1l s’agit d’un terme purement phénoménologique. Nos calculs ont mon-
tré qu'un modele TBStoner+PO ne permet pas de décrire correctement le moment orbital
et I'anisotropie du fil monoatomique, en particulier quand le moment de spin n’est pas
saturé, dans I’état de bas spin LS défini au chapitre 2 [106, 107]. Il fournit par ailleurs
des structures de bandes différentes de celle obtenues par le modele TBHF. C’est pour-
quoi nous avons préféré utiliser un traitement complet des interactions électron-électron
intra-atomiques dans ’approximation de Hartree-Fock pour rendre compte de 'interaction
électron-électron.

3.3 Application au fer : du volume au fil

Pour tester le modele TBHF que nous venons de décrire, nous avons repris 1’étude des
propriétés magnétiques du fer en fonction de la dimensionalité du systeme. La comparaison
des modeles TBStoner et TBHF révele alors les améliorations apportées par I'utilisation
du Hamiltonien Hartree-Fock complet.

3.3.1 Détermination des parametres U,J et B

Tout d’abord, nous devons dériver les trois parametres U,.J et B correspondant au fer.
Pour déterminer I'intégrale de Coulomb U et I'intégrale d’échange J du fer, on se base sur le
fait que, en volume, le modele de Stoner décrit correctement les interactions électroniques.
Le parametre de Stoner I = 1.0eV, déterminé au chapitre précédent dans le cadre du
modele TBStoner, reste donc correct. Comme on a vu par ailleurs que U ~ J (formule
317) et I = (U +6J)/5 (formule 3.25) , on en déduit :

U=J=0.7eV. (3.30)
D’apres la formule 3.18, le parametre de Racah est alors
B =0.14J = 0.1eV. (3.31)

Notons que de nombreuses approximations ont été nécessaires pour obtenir ces trois
parametres. Leur détermination demeure 'une des principales sources d’imprécision du
modele d’interaction Hartree-Fock et est un point faible des méthodes LDA+U.

Tous les calculs incluent le couplage spin-orbite (£ = 0.06eV).
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3.3.2 Etude du fer en volume
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Fig. 3.3: Moment de spin (a) et orbital (b) d’un cristal de fer BCC en fonction du parametre de

maille. Comparaison des modeles TBStoner (en noir) et TBHF (en rouge). Parametres
TBGGA.

Sur la figure 3.3 on a tracé les moments de spin et orbitaux obtenus avec les modeles
TBStoner et TBHF pour un cristal de fer BCC. On observe tout d’abord que le moment de
spin est tres peu modifié par I'utilisation du modele Hartree-Fock. A 1’équilibre on trouve
par exemple un moment de spin de 2.34u 5 avec le modele de Stoner contre un moment de
spin de 2.39up avec le modele Hartree-Fock. De maniere générale ce modele modifie peu
le moment de spin.

L’effet du modele TBHEF est bien plus visible sur la courbe de moment orbital. Il est
en effet connu que les modeles standards de calculs de structure électronique (type LSDA
+ couplage spin-orbite) sous-estiment le moment orbital du fer en volume [83, 92]. I est
fortement renforcé par le modele TBHF (figure 3.3) et on trouve a 1’équilibre un moment
orbital de 0.088up en tres bon accord aussi bien avec I'expérience [89] qu’avec les travaux
théoriques utilisant un ansatz de polarisation orbitale [102].

3.3.3 Etude des surfaces (001) et (110)

Comme nous 'avons remarqué au chapitre précédent, le moment orbital est exacerbé
en surface. Cet effet est renforcé par I'utilisation du modele Hartree-Fock (voir figure 3.4).
Par exemple sur la surface (001), pour une aimantation perpendiculaire a la surface, le
moment orbital passe de 0.0664 5 en volume a 0.13u5 en surface dans le modele TBStoner,
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a) BCC (001)

b) BCC (110)
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Fig. 3.4: Moment orbital dans un empilement de 11 plans atomiques (a) (001) et (b) (110) de
fer en fonction du plan atomique (1 = plan de surface, 6 = plan central) et pour un
moment de spin perpendiculaire (f = 0, en noir) ou parallele (§ = 7/2, en rouge) a
la surface. Comparaison des modeles TBStoner (pointillés) et TBHF (traits pleins).
Parametres TBGGA.
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et de 0.088up a 0.21up dans le modele TBHF. Ainsi le moment orbital est multiplié par
2.40 en surface avec le modele TBHFE quand il est a peine multiplié par 2 avec le modele
TBStoner.

La polarisation orbitale est donc fortement amplifiée a la surface : on observe une
augmentation du moment orbital de 63% entre les modele TBStoner et TBHF sur le plan
de surface; cette augmentation n’est que de 33% en volume. Le moment orbital suit la
méme tendance générale sur la surface (110), bien que l'effet ne soit pas aussi prononcé :
la surface (110) est plus compacte que la surface (001) et les effets liés a la baisse de
dimensionnalité y sont donc moins importants.

On observe finalement comme au chapitre précédent que le moment orbital en surface
est fortement anisotrope : il dépend de 'orientation du moment de spin. On a tracé sur la
figure 3.4 le moment orbital pour une aimantation perpendiculaire (6 = 0) ou parallele a
la surface (0 = 7/2). Cet effet d’anisotropie est identique dans les 2 modeles étudiés : le
moment orbital & la surface est plus fort quand 6 = 0 sur la surface (001), alors qu’il est
plus fort quand 6 = 7/2 dans le cas de la surface (110). Dans les deux cas la dépendance
du moment orbital avec 'orientation dans le plan (angle ¢) est négligeable.

3.3.4 Etude du fil monoatomique

Dans le cas du fil monoatomique, on s’attend a une accentuation des effets de polari-
sation orbitale. Pour bien mettre en évidence la répartition des niveaux d induite par le
modele TBHF, on a tracé les structures de bandes du fil obtenues avec le modele de Sto-
ner et le modele Hartree-Fock pour une aimantation parallele (# = 0) ou perpendiculaire
(0 = 7/2) au fil (3.5). Les calculs sont effectués pour une distance inter-atomique de 2.15A,
qui est la distance inter-atomique d’équilibre obtenue avec les parametres TBLDA pour les
deux modeles.

Tout d’abord on observe que lorsque le moment de spin est perpendiculaire au fil, les
structures de bandes obtenues dans les deux modeles sont tres proches. Seules les levées de
dégénérescence qui apparaissent aux croisements de certaines bandes sont renforcées dans
I’approche TBHF. Quand 'aimantation est le long du fil, les effets de polarisation orbitale
sont bien plus visibles. Le décalage rigide des bandes 7 et § qui était respectivement de &
et 2¢ dans le modele TBStoner avec spin-orbite est fortement renforcé pour les bandes 7 et
0 de spin minoritaire dans ’approche Hartree-Fock. On mesure ainsi un décalage de 0.4eV
pour la bande 7 | et de pres de 0.6eV pour la bande ¢ |. Une étude plus précise des états
propres 0 et m révelent qu’ils ont principalement un caractere d’harmonique sphérique,
avec donc un nombre quantique magnétique m; bien défini (m; = +1 pour les bandes 7
et m; = £2 pour les bandes ¢). Quand 6 = /2, les bandes ¢ etw ont principalement un
caractere d’harmonique cubique (dyy,dy2_,2,dy.,d.;), ce qui explique 'effet de polarisation
orbitale moins important constaté dans ce cas.

A la vue de ces structures de bandes, on s’attend a avoir une augmentation importante
de 'anisotropie magnétique et du moment orbital dans I'approche Hartree-Fock, notam-
ment quand # = 0. Nous avons calculé ces deux quantités en fonction de la direction du
moment de spin, fixée au cours du calcul grace a la méthode de pénalisation. Les résultats
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Fig. 3.5: Structure de bandes du fil monoatomique de fer pour un moment de spin parallele

(0 = 0) ou perpendiculaire (§ = 7/2) au fil. Comparaison des modeles TBStoner et
TBHF. Parametres TBLDA.
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Fig. 3.6: Moment orbital et énergie d’anisotropie magnétique du fil monoatomique de fer en
fonction de la direction du moment de spin (6) & la distance inter-atomique d’équilibre
(d =2.15A). Modele TBHF, parametres TBLDA.

sont reportés sur la figure 3.6. En 8 = 0, le moment orbital est tres fort. On trouve une
valeur de 1.09up , a comparer au 0.42u 5 obtenu avec le modele de Stoner. Il n’est alors plus
du tout négligeable devant le moment de spin (3.22u5). Ces résultats sont du méme ordre
de grandeur que ceux mesurés par Gambardella et al. dans des chalnes monoatomiques
de cobalt sur platine (0.68up [35]). En 0 = 7/2, T'effet de polarisation orbitale est bien
moins important. On trouve un moment orbital de 0.23up avec le modele TBHF, contre
0.20up avec TBStoner. On remarque par ailleurs qu’il existe deux solutions magnétiques
distinctes S1 et S2 avec une transition abrupte a 6 = 85°. Ces deux états se différen-
cient principalement par la direction et la valeur absolue du moment orbital. Dans 1’état
S1, il tend a s’aligner dans la direction du fil, dans I'état S2, il tend vers une direction
perpendiculaire au fil. I’énergie d’anisotropie magnétique atteint des valeurs relativement
importantes (prét de 25 meV entre les états S1 a0 =0 et S2 a § = 7/2). La relation 2.10
proposée par Bruno [91] qui reliait moment orbital et énergie d’anisotropie dans les calculs
TBStoner+SO n’est plus vérifiée, puisque dans le modele TBHF, ces deux quantités ne
sont plus proportionnelles & & et &2, respectivement.

Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté le modele TBHF dans lequel les interactions
électron-électron sont traitées de maniere plus complete que dans le modele TBStoner
grace a un Hamiltonien issu du découplage Hartree-Fock de 'opérateur d’interaction Cou-



3.3. APPLICATION AU FER : DU VOLUME AU FIL

83

lombienne intra-atomique. Dans ce modele, 'hamiltonien total est de la forme :
H= HLF + HNL + HHF + HSO (332)

ou Hpr est 'hamiltonien de liaisons fortes, Hyp,, le terme de pénalisation sur la charge
assurant la neutralité locale, Hyp, 'hamiltonien Hartree-Fock d’interaction électronique
intra-atomique, et Hgp, la terme de couplage spin-orbite. Il fournit une bonne description
du magnétisme de spin et du magnétisme orbital dans le fer. Il reproduit notamment les
effets de polarisation orbitale présents dans les systemes de basse dimensionalité. Nous
verrons par la suite que cet effet a des conséquences importantes sur les propriétés de
transport électronique dans les contacts atomiques de fer magnétique.






CHAPITRE 4:

Transport électronique

Dans ce chapitre, nous présentons la méthode que nous avons utilisée pour calculer les
propriétés de transport électronique dans les contacts atomiques. Aprés un bref rappel sur les
différents régimes de transport électronique, nous introduisons le formalisme de Landauer.
Nous montrons ensuite comment le calcul est implémenté dans la pratique. Enfin nous
illustrons cette méthode par quelques exemples simples.

4.1 Reégime diffusif ou balistique ?

Au niveau microscopique, la résistivité est due a la diffusion des électrons par les défauts
du systeme. Les processus de diffusion qui entrent en jeu peuvent étre aussi bien élastiques
(collision) qu’inélastiques (interaction électron-phonon). Il s’agit du régime de conduction
diffusif. La conductivité est alors donnée par

v = , (4.1)

ou n est la densité des électrons et 7 est le temps de relaxation. 7 est lié au libre parcours
moyen des électrons f,y, par la relation {p, = vT, v étant la vitesse des électrons. La
conductance d’'un objet de section A et de longueur L est donnée par la formule :

B vA B nez&pmA

g L mulL

(4.2)

Quand la taille caractéristique du conducteur L est inférieure au libre parcours moyen
des électrons, le transport est balistique. Les électrons traversent le systéeme sans étre
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Fig. 4.1: Formalisme de Landauer

diffusés. La conductance est toutefois limitée par le nombre de canaux de transmission
disponibles. Elle est donnée par la formule

G = NGy, (4.3)

ou N est le nombre de canaux de conduction et Gy = % est le quantum de conductance.
Par ailleurs, dans ce régime, la fonction d’onde des électrons reste cohérente et on voit
apparaitre des phénomenes quantiques. Les propriétés de transport different alors fortement
des propriétés de transport diffusif.

Dans un contact atomique, on ne peut définir de libre parcours moyen des électrons.
En effet, le libre parcours moyen rend compte de la répartition des défauts dans un cristal
3D. Dans un contact atomique, la section du conducteur varie. En plus de la diffusion
par les défauts du cristal, les électrons subissent de nombreuses réflexions aux bords du
conducteur. Toutefois la taille du systeme est bien inférieure a la longueur de cohérence
de phase. La fonction d’onde des électrons est donc cohérente. Pour décrire le transport
électronique dans ce régime, on utilise le formalisme développé par Landauer [37]. Les
propriétés électroniques sont obtenues a l'aide d’un traitement quantique de la diffusion
de la fonction d’onde par le systeme. Pour une description détaillée de cette méthode, on
pourra se reporter aux livres de Datta [108, 109].

4.2 Formalisme de Landauer

4.2.1 Modélisation du systeme

On suppose qu'un conducteur (C') est connecté a deux réservoirs d’électrons par le biais
de deux électrodes parfaites (L et R). On choisit 'axe z comme direction de propagation
du courant. On ne précise pas pour le moment la forme exacte du conducteur. On suppose
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juste que ’ensemble des processus de diffusion qui ont lieu a l'interface avec les électrodes
ou au sein du conducteur sont élastiques.

Les deux réservoirs sont supposés a 1’équilibre avec des potentiels chimiques différents
iy et pug. La proportion d’électrons présents a I'énergie £ dans un réservoir est donnée
par la fonction de Fermi f(E — p). A I'équilibre, uy = pgr = EF, ou EF est le niveau de
Fermi du systeme total. Quand on applique une différence de potentiel V' entre les deux
réservoirs, on décale I’énergie de leurs électrons respectifs d’une énergie eV’ et on a alors
ur, — pr = eV. On suppose par ailleurs qu’aucune réflexion n’a lieu a l'interface entre
un réservoir et 1’électrode a laquelle il est connecté. Ainsi une onde incidente ne sera pas
réfléchie dans I’électrode et les deux réservoirs sont totalement indépendants.

Les électrodes qui connectent les réservoirs au conducteur sont supposées parfaites,
semi-infinies et périodiques selon la direction de propagation de propagation z. On note
¢ la période d’'une électrode selon cette direction. L’ensemble des modes électroniques se
propageant dans une électrode est ’ensemble des ondes de Bloch de vecteur d’'onde k du
cristal correspondant. On note k la composante du vecteur d’onde selon la direction de
propagation du courant z et k,, la composante du vecteur d’onde dans le plan orthogonal
a z. On posera par la suite £ > 0 et on indiquera par +k et —k les vecteurs d’ondes
correspondant a des modes se propageant respectivement vers la droite et vers la gauche.
Si la section de I'électrode est finie, le nombre de modes propagatifs p est fini et leur
énergie en fonction de k est donnée par la relation de dispersion E® (k). Si les électrodes
sont de section infinie mais périodique, pour un vecteur k,, donné, le nombre de modes
propagatifs p est fini et leur énergie en fonction du vecteur d’onde k est donnée par la
relation de dispersion E® (k /) + key).

4.2.2 Probabilité de transmission

On suppose que I'ensemble des processus diffusifs dans le conducteur sont élastiques. Un
électron d’énergie E venant de la gauche (k > 0) sera diffusé par le conducteur dans état
de méme énergie de I'une des deux électrodes. Ainsi une onde incidente p dans I’électrode
de gauche de vecteur d’onde k& > 0 et d’énergie E sera réfléchie par le conducteur dans les
modes de méme énergie mais de vecteur d’onde négatif de I’électrode de gauche et transmis
dans les modes d’énergie E et de vecteur d’onde positif de 1’électrode de droite :

O (kp(B)) + D o (BYOF (= (B)) + Y g (B)OR (kg (E)) (4.4)
p'el gER
ol 1pe(E) et t,,(E) sont les amplitudes de probabilité respectivement de réflexion et de
transmission du mode p vers le mode ¢ (voir figure 4.1). Elles dépendent de la nature du
conducteur, du couplage entre les électrodes et le conducteur et de la différence de potentiel
V.
La probabilité, pour un électron d’énergie E, de passer du canal p de 1’électrode de
gauche au canal ¢ de I'électrode de droite est alors donnée par le module au carré de
I’amplitude de probabilité de transmission :

qu(E) = ’tpq(E)|2 (4-5)
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La probabilité de transmission totale d’un électron de la gauche vers la droite est alors

T-r(E)= Y T,(E). (4.6)

peL,qeR

On peut définir de méme la probabilité de transmission d'un électron de la droite vers la
gauche :

Tnon(B)= Y. Tyl(E). (4.7)

qeR,peL

4.2.3 Courant

La densité de courant portée par le mode propagatif p dans une des électrodes est relié
a sa vitesse de groupe v,, elle méme reliée a la dérivée de la relation de dispersion de la

bande p : o
(k) = So, (k) = = IETK)
JPkR) = Jup(k) = oo —
ol ¢ est la longueur de périodicité de 1’électrode.
Le réservoir de gauche injecte des électrons dans l’électrode de gauche. Le nombre
d’électrons d’énergie E disponible dans le réservoir de gauche est donné par la fonction
de Fermi f(E — pr). La densité de courant effectivement présente dans un mode p de

I’électrode de gauche est alors :

G (k) = F(EP (k) — )i @ (k). (4.9)

Seule une partie de cette densité de courant est transmise a travers le conducteur. Ainsi,
la densité de courant dans I’électrode de droite issue du mode p de I’électrode de gauche a
I’énergie E est donné par :

Jlr(E) = F(E = 1) Y Thg(E)j (ky(E)). (4.10)

q€ER

(4.8)

Le courant total passant de 1’électrode de gauche a 1'électrode de droite s’obtient en
sommant 1’ensemble des contribution de chaque bande et de chaque vecteur d’onde de

I’electrode de gauche :
Inn =32 Ji

pel k

gdk (4.11)

_Z/]L—’R 2ﬂ_7

peL

ou on a remplacé la somme sur k par une intégrale, en prenant en compte la densité d’états
par vecteur d’onde dans ’électrode de gauche : (£/27).

B = [ X3 SB0) = ) T (B (B () (412)

21
peL qeR



4.2. FORMALISME DE LANDAUER

89

On remplace la variable d’intégration k par 'énergie E. Ce changement de variable fait
apparaitre un terme de la forme dk/dE qui se simplifie avec la vitesse de groupe :

e [To° e [T

Lon=2 [ HE-p) Y TuBME=T [ f(F- )T p(B)E  (413)

o0 peL,geER —0oo

ou Ty, r(E) est la transmission totale définie par la formule 4.7.
On obtient le courant se propageant de la droite vers la gauche en inversant les lettres
L et R dans la démonstration précédente :

e [T

Ipp = 7 f(E = pr)Tr-r(E)dE (4.14)

—00

Le courant total est la différence entre le flux d’électrons venant de gauche et le flux
d’électrons venant de droite :

=2 [ O aB) 8 )~ T ()8 — o)) a3 (1.15)

Quand la différence de potentiel est nulle, pi;, = g et le courant doit étre nul. On en déduit
donc que 71, g(F) =Tr_(E) =T(E) et

e +oo
1=* / (BB — ) ~ S(E i) dE, (4.16)

A température nulle, la fonction de Fermi devient un créneau : f(E —p) =1si E < p
et f(E—pu)=0si E > u. On peut donc réduire 'intervalle d’intégration a [ug, ] et le
courant est donné par la formule de Landauer :

I = E/# T(E)dE. (4.17)

R

On définit, a partir des amplitudes probabilité de transmission ¢,,(E), la matrice carrée
hermitique T(FE), appelée matrice de transmission, d’élements :

qu(E) = ZtPQ(E)t;p(E)' (4-18)

La transmission totale T'(F) est alors simplement la trace de cette matrice :

T(E) = Tt'T(E) = Tr [t(E)t/(E)] . (4.19)
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4.2.4 Réponse linéaire

La différence entre le potentiel chimique des électrodes de gauche et de droite est liée a
la tension électrique appliquée (g — pr = €V'). Quand V' tend vers zéro, I'intégrale peut

alors étre approchée par
2

e

I = ﬁT(EF)V, (4.20)
o Er est le niveau de Fermi du systéeme a [’équilibre, c’est & dire quand V = 0T, soit
ur = pr = FEp. Ce régime correspond a la réponse linéaire du conducteur. Dans les

expériences de transport électronique que nous souhaitons étudier, les courants utilisés
sont tres faibles (quelques nanovolts [32]). Il est donc justifié de se placer dans ce régime.

La quantité % est le quantum de conductance que I’on notera G, par la suite. Dans le cas
d’un systéeme non magnétique, chaque mode propagatif contient 2 électrons. Le quantum
de conductance est alors % La conductance est donnée par le rapport entre [ et V :

G=— =GyT(Er). (4.21)

1
v

4.3 Meéthode des fonctions de Green

La transmission T'(F) est la quantité centrale du formalisme de Landauer. Dans cette
section, nous montrerons comment elle peut étre calculée a partir des fonctions de Green
avancées et retardées du systeme.

4.3.1 Découpage du systeme

Comme dans la section précédente, on divise le systeme en trois parties : 1’électrode
de gauche (L), le conducteur (C) et I’électrode de droite (R) (voir figure 4.2). La matrice
de 'hamiltonien dans la base localisée peut étre découpée en blocs correspondant a ces
différentes parties :

Hy Hic Hir
H= HCL HC HCR (422)
Hrr Hgrc Hr.

On choisit la partie centrale suffisamment grande pour qu’il n’y ait aucun couplage entre
les deux électrodes. On a donc Hgry, = Hyr = 0. Par ailleurs, I’hamiltonien du systeme
est hermitique, ce qui implique Her, = Hre! et Her = Hgre'. La matrice H est done de
la forme :
Hy Hic O
H=| Hy,c' Hc Her |- (4.23)
0 Hcr' Hgr
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Fig. 4.2: Découpage du systeme

Le bloc H¢ est de taille finie puisque le conducteur contient un nombre fini d’atomes. Il
est de taille No X N ou N est le nombre de spin-orbitales présentes dans le conducteurs.
Les blocs Hy, et Hr sont infinis puisqu’ils correspondent aux deux électrodes infinies.
Les blocs Hrc et Hre qui couplent le conducteur aux électrodes sont de taille oo X
N¢. Néanmoins, dans notre modele, la portée des interactions est limitée par le rayon de
coupure R, et seul un nombre fini d’atomes dans les électrodes sont couplés a des atomes
du conducteur. Les blocs Hyc et Hrc contiennent donc un nombre fini d’éléments non
nuls.

La matrice de recouvrement peut se découper de la méme maniere :

SL SLC 0
S=| Swc' Sc Scr (4.24)
0 Scr' Sc

4.3.2 Fonction de Green

La matrice é(E) représentant la fonction de Green retardée du systeme est définie par
I’équation matricielle 1.69 :

G(E)=(EtS—H)™. (4.25)

ou S est la matrice de recouvrement et E* = lim,_,o E' + in. Dans la pratique, on ajoute
une petite partie imaginaire n > 0 a I’énergie £ pour calculer la fonction de Green et dans
la suite, on omettra 'exposant +. La matrice G(FE) peut elle aussi se découper en blocs.
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En introduisant la matrice W(E) = ES — H, on peut alors écrire :

WL(E) Wye(E) 0
Wic'(E) We(E) Wgel(E)

0 WRC(E) WR(E)

Gi(E) Gre(E) Gir(E) L 0 o (4.26)
X | Geu(l) Ge(E) GerE) [=( 0 Ic O

Gru(E) Gre(E) Gr(E) 0 0 Ig

Cette équation matricielle peut étre résolue pour chaque matrice bloc. Pour la fonction de
Green du conducteur, on obtient :

Ge(E) = (ESc — He — Si(E) — Zr(E)) ™ (4.27)

ou on a introduit les self-energies X, (F) et Zr(FE) qui décrivent I'influence des électrodes
de gauche et de droite sur la structure électronique de la partie centrale. La self-energy
Ya(F) de 'électrode () est donnée par :

Yq(E) = Wea(EYWa(E) "Wac(E)

Il s’agit d’'une matrice de taille No X N¢. La matrice go(F) = Wgq(E)™! correspond a
la fonction de Green de I'électrode €2 en I'absence du conducteur. Elle est différente de
la matrice Gq(F) définie par 1’équation 4.26, qui correspond a la fonction de Green de
I’électrode €2 dans le systeme total :

ga(E) # Ga(E) (4.29)

La matrice go(FE) est a priori infinie, mais en pratique, on a besoin de la calculer unique-
ment sur les atomes de surface en contact avec le conducteur.

On a ainsi pu exprimer la fonction de Green du conducteur a partir du Hamiltonien
du conducteur (Hc¢), du couplage entre les électrodes et le conducteur (Hyc, Hrc) et
des fonctions de Green de surface des électrodes isolées (gr(E),gr(E)). La matrice He +
YL(E) + Xgr(FE) peut étre interprétée comme un Hamiltonien effectif de la partie centrale
dans lequel est pris en compte I'influence des deux électrodes semi-infinies.

On peut aussi tirer de I'équation 4.26 la relation suivante qui nous sera utile par la
suite :

Gre(E) = gr(E)Wre(E)Ge(E). (4.30)
Enfin, on introduit les matrices de couplage I', (F) et I'r(E) définies par :

Iy =iWer (8L — 81 Wie

=1 (3 - %) (4.31)
It =iWer(Er — 8R)Wre
=i(Zr — Zr').

Ces matrices sont hermitiques.
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4.3.3 Reéponse du systeme

On considere un électron qui, a l'instant £ = —oo est décrit par une onde de Bloch
incidente 1™ de I'électrode de gauche. Le vecteur ¥(™" représentant cette onde dans la
base LF est solution de I’équation matricielle :

(Hy, — EM™Sy )™t =0 (4.32)

On connecte de maniere adiabatique I’électrode de gauche au conducteur et a I’électrode
de droite. Ainsi, on considere qu’a un instant ¢ < 0 ’hamiltonien du systéme est H(t) =
Hyp + (He + Hg)expet, € étant un petit facteur positif qui assure que la connection est
établie de maniere adiabatique. La fonction d’onde ¢(™(r,t) se décompose dans la base
de spin-orbitales avec des coefficients dépendant du temps o) (t). A linstant ¢t = 0, cette
fonction d’onde a évolué vers un état stationnaire de H ayant la méme énergie que 'onde
incidente et qu’on notera ¥ par la suite.

La réponse du systeme a ™ est notée 1™ et la fonction ™ = M 4 ()" est
solution de I'équation de Schrodinger pour le systeme total :

Dans la base LF, les vecteurs 1(™?% et 4™ peuvent se décomposer en bloc correspon-
dant aux trois parties du systeme :

én)'i ¢§:n)
™ = 0 ot Pp™ = ¢(C’?) (4.33)
0 ()

A Tlinstant ¢ = 0, la fonction 1™ est solution de 1’équation de Schrédinger :
(H— E™S) (™ 4 ™) = 0. (4.34)

En utilisant le découpage en blocs des matrices H et S (formule 4.23 et 4.24), ainsi que

la définition de la fonction de Green (formule 4.26), on peut en déduire les vecteurs Q/ng )

et zp%) en fonction du vecteur de source (™?

) = Go(EM)Wer, (E™)yp (™’

- N (4.35)
) = Gro(EM)Wer (™).

En utilisant ’équation 4.30, on peut faire apparaitre la fonction de Green de 1’électrode
isolée et la fonction de Green de la partie centrale dans la formule de @bg) :

i) = Er(E")Wro(E™)Go(E™) Wor (B (4:36)

On a ainsi déterminé la réponse du systeme aux électrons injectés par le réservoir de gauche.
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4.3.4 Populations et courants

On note C{” la composante du vecteur %™ sur la spin-orbitale o (a = iNo). La
charge N contenue & I'instant ¢ dans le systéme, suite & 'injection des électrons venant
du réservoir de gauche est donnée par ( aprés sommation sur ’ensemble des ondes incidentes
possibles) :

NE(H) =32 [P (1850
%

(4.37)
= Te[) _ furp™ ()™ (1)S]

La charge Ng()L) contenue a l'instant ¢ dans la partie 2 du systeme, suite a l'injection
des électrons venant du réservoir de gauche est définie par la population de Mulliken (cf.
chapitre 1) :

NP ) =Re( Y £.O0HCH (1) Spag)
an€itp (4.38)
= faRe(Tro[yp™ (t)p ™1 (1)8])

Dans la premiere ligne de cette équation, la sommation sur « s’effectue sur la partie (2
du systeme alors que la sommation sur l'indice 3 s’effectue sur le systeme global. C’est
pourquoi, sur la seconde ligne, quand on passe a une écriture matricielle, on utilise une
trace partielle Trg. En utilisant le découpage de la matrice S et du vecteur ¢("), on peut
décomposer cette trace partielle selon les différentes parties du systeme :

o Lo L) o
NP =31, (Tr[wé i S0] + S Tr{E 86 Saa] + S TG B ”Sm]> - (439)

On définit la charge Ng(zL)/ ott les termes couplant et Q sont négligés :

NS =3 £yl v Sl (4.40)

Le courant issu du réservoir de gauche (I;_g) est donné soit par le flux d’électrons
venant de L + C, soit par le flux d’électrons entrant dans R . Ainsi,

0
20, .p = _eaw,g“ — N%) (4.41)
ol R = L + C correspond a la partie centrale et a ’électrode de gauche. En utilisant la
formulation 4.39 de la charge, on remarque que les termes couplant R et R s’annulent, et

que seules les charges N’ restent :

o ed ay
Inor = =55 (N = N (4.42)
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On calcule dans un premier temps %N ,(%L)/ :

O \wy _ 9 () ()
iV = 2 g T 8w (00 1)

=Y |8 ﬂ )
=2> f.Re <Tr S a¢§t() @) (t)]).

La fonction d’onde (™ (t) est solution de l'’équation de Schrédinger dépendant du
temps :

+ e (4.43)

8
w20 o, (1.44)
et le vecteur 9™ est donc solution de équation matricielle
o™ (t

hS ”[’at( ) _ Hyp ™ (1). (4.45)

- . R P ol ()

En utilisant le découpage par bloc du systeme, on en déduit le vecteur —45—= :

o (t) _ 1 (0 0 vy (1)

Sp——F— T Hprpp'(t) + Hpptp' (t) — iASpp——F— BT ‘ (4.46)

On utilise cette formulation dans 1’équation 4.43 :
G =23 e (G | (s = S 0] ) aan)

Le terme %Tr[ 1,b R 'L,b n)T] est imaginaire et disparait avec quand on prend la partie réelle.

At = 0, I’état n est stationnaire et la dérivée de la fonction d’onde par rapport au
temps est simplement :

o™ i

= ——E™yp™), 4.48

o B (4.48)

La formule 4.47 devient donc :

O iy -2 2 ol (1 (Bl — B0 0017 0]
(4.49)
7S o (o e o]

ou on a fait intervenir les blocs de la matrice W(E) = ES — H et utilisé la relation

Re(Z/i) = Im(Z).
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Le terme %N }%L)l de la formule du courant 4.42 s’obtient de la méme maniere en in-
versant R et R. On peut alors calculer le courant total allant de la gauche vers la droite :

Inn =2 D7 fulm (Tr [ Wia(BO) v | = Tr [Wian(BO)wi e ). (4.50)

Dans la matrice W gp, seuls les termes qui couplent 1’électrode de droite et 1’électrode de
gauche sont non nuls puisqu’on a supposé qu’il n’y avait aucune interaction directe entre les
deux électrodes. Ainsi seules les parties C' et R interviennent dans la formule du courant :

€ n n n n n
I =5 > folm (Tr [Wen(B) vl = T [Wae(EO)w i) (@s1)
soit en remarquant que W est hermitique :

Ir=" Z fulin (Tx [Wer(ED)w el ) (4:52)

On remplace dans la formule précédente ¢§;‘) et 'gbgl) par leur expression en fonction du
vecteur source 1/J(Ln)z (formules 4.35 et 4.36). On a alors :

2e ~ n)i , (n)i ~ ~
Inn =5 fulm (Tt |GeWor %" " WioGL Wergh Wre| ). (453)

oll on a omis les E™ . En utilisant ’hermiticité de la matrice W et la formule ImTrA =
—i/2(TrA — TrA'), on peut écrire :

I p=—+ Z fuTr [Gcwcw("“w(ﬁ)“wwéngRi(gR - g;)wm} . (4.54)

On fait ainsi appaitre la matrice de couplage I'r (cf. équation 4.31) : T'p :

€ ~ n)i ; (n) ~
IR = % Z JuTr [GCWCL'lpE: Vop TWLCGEI‘R] : (4.55)

Dans I’équation précédente, ’ensemble des matrices qui interviennent dépendent de
I’énergie et doivent étre prises en E™ et la somme sur n s’effectue sur 'ensemble des états
incidents de I'électrode de gauche. 11 s’agit donc d'une formule de la forme > f(E™ —
1) gn(E™), que I'on peut réécrire, en faisant intervenir une intégrale sur I'ensemble des

énergies, fj;o f(E—pur)Y, gu(E)S(E — E™)dE, soit :

—+00

€ ~ n)e n)i
P F(E = ) Tr[Ge(E)We(E Z¢( VM5B — EM)Y)
hJ - (4.56)

Wio(E)GL(E )FR(E)]dE



4.3. METHODE DES FONCTIONS DE GREEN

97

Par définition des fonctions de Green avancées et retardées (voir chapitre 1, formule
1.63), on a :

— L @u(®) - EL(E) (4.57)

(Y (it o o))

En utilisant cette equatlon, dans la formule du courant, on fait apparaitre la matrice de
couplage I'L,(F) :

_ ¢ i ~ . 8L §£ <3
ILHR = 7—1 f(E — ILLL>TI'C G0WCL1( )WLCGCFR dE
o (4.58)
e > ~ ~
=% | FE - )T |Go(E)TL(B)GL(E)TR(E)| dE,

—00

ol on a omis les F et utilisé la relation h = 27h.
On peut montrer de la méme maniere que le courant de la gauche vers la droite est
donné par :

e [T

Inn=5 [ f(E= )T |Go(B)TR(E)GLETL(E)| . (4.59)

Par analogie avec les formules 4.13 et 4.14 | on a donc :

T, p(E) =T [GC(E)I‘L(E)(ETC(E)I‘R(E)]
_ _ (4.60)
Tr-1(E) = Tr |Go(E)Tr(E)GL(E)TL(E)|

Les probabilités de transmission sont des nombres réels et les matrices de couplage sont
hermitiques. On peut donc montrer, comme on I’ a vu précédemment que Tr_r(F) =
T, .r(E) =T(E). En utilisant la propriété de permutation cyclique sous la trace, on peut
alors noter la transmission totale :

T(E) =Tt <FL(E)€}C(E)I‘R(E)(~}TC(E)> . (4.61)

Il s’agit de la formule de Fisher-Lee [110]. Elle permet de calculer la probabilité de trans-
mission des électrons a travers le systeme en fonction de la fonction de Green de la partie
centrale et des matrices de couplage des deux électrodes.

4.3.5 Canaux de conduction

La matrice non-hermitique sous le signe trace dans la formule précédente est évidem-
ment reliée & la matrice de transmission T(E) = t(E)t!(E) définie par la formule 4.18.
En utilisant I'invariance par permutation cyclique sous le signe trace, on fait apparaitre la
matrice hermitique

I1'?(E)Ge(E)Tr(E)GE(E)TL*(E) (4.62)
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qu’on identifie a la matrice de transmission T(E). La matrice des amplitudes de transmis-
sion est alors donnée par

t(E) = T.'*(E)Gc(E)Tr'/*(E). (4.63)

La matrice T(F) est hermitique et quadratique. Ces valeurs propres sont donc des
nombres réels positifs. Elles correspondent aux facteurs de transmission des canaux de
conduction du systeme. Les vecteurs propres associés fournissent la décomposition de ces
canaux sur les orbitales du conducteur.

Le nombre de canaux de conduction est égale a la dimension de la matrice T(E) soit
2X N X Ngg, ou N est le nombre d’atomes dans le conducteur et Ny, le nombre d’orbitales
par atome, et ou le facteur 2 permet de tenir compte de la dégénérescence liée au spin.

Dans I’étude des contacts atomiques, on s’intéresse principalement aux canaux de trans-
mission a travers ’atome de contact. Pour les obtenir, il suffit de remarquer que dans la
méthode que nous venons de décrire, le découpage du systeme est arbitraire. On peut donc
choisir comme partie centrale le sous-systéme constitué uniquement de 1’atome de contact!
[111]. La matrice T(E) correspondante est de taille Ny, En la diagonalisant, on obtient
la transmission des N, modes de conduction du contact.

4.4 Implémentation du calcul

4.4.1 Description des électrodes

Electrode de gauche Conducteur Electrode de droite

S-2 S-1 S S-1 S-2

J \_ -
NN, H,. Ho /N

RC
H, H, H1 H H H

Fig. 4.3: Découpage des électrodes en plans identiques

Les électrodes que 'on considere sont des systemes parfaits, périodiques selon la direc-
tion de propagation du courant z. Leur section dans le plan xy est soit finie dans le cas

'Lorsqu’on découpe le systeme de la sorte, on néglige les interactions entre les atomes au sommet de
I’électrode de droite et les atomes au sommet de 1’électrode de droite. La transmission totale n’est pas
alors exactement la transmission du systeme total. Jacob a montré que dans le cas d’un contact atomique,
Perreur engendrée est négligeable [111].
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d’un fil, soit infinie périodique dans le cas d’une surface. Dans tous les cas, les électrodes
peuvent étre vues comme une succession de plans identiques dans la direction z. Si on choi-
sit des plans suffisamment épais, de largeur supérieure au rayon de coupure R,, chaque plan
interagit uniquement avec ses deux plans voisins et seul le plan de surface est en contact
avec la partie centrale du systeme (voir figure 4.3). On peut alors se contenter de calculer
les fonctions de Green des électrodes isolées gr, et gr uniquement sur ce dernier plan. La
technique utilisée pour calculer la fonction de Green sur la couche de surface dans ce type
de systeme est donnée dans I'annexe E.

Quand on considere des électrodes périodiques dans le plan xy orthogonal a la direction
de propagation, le calcul doit étre effectué pour un ensemble de vecteurs k;, idéalement
répartis dans toute la zone de Brillouin 2D correspondante et le résultat total est obtenu en
sommant sur ’ensemble de ces vecteurs. Néanmoins, dans les cas que nous avons étudiés,
I’extension du systeme selon les directions x et y est suffisante pour qu’on puisse limiter
le calcul au point k;, = 0. Le caractere infini des électrodes dans le plan zy est rendu
uniquement par 'utilisation de conditions aux limites périodiques.

4.4.2 Détermination de ’hamiltonien

Vol. Vol. Vol. | S-N S-1 S S S-1 S—-N | Vol. Vol. Vol
Electrode ) Electrode
de gauche Conducteur effectif de droite

Fig. 4.4: Définition du conducteur effectif

Dans la pratique, pour calculer la transmission, on doit connaitre I'hamiltonien du
systeme total. Dans la méthode liaisons fortes que nous utilisons, cet hamiltonien doit
étre calculé de maniere auto-cohérente. Pour réaliser cette tache, on a choisi de calculer la
structure électronique des trois sous-systémes séparément 2.

Les électrodes sont parfaites. On suppose donc que leur structure électronique est celle
du cristal parfait en volume. En réalité, a 'approche de la partie centrale ou se trouve le
contact atomique, la structure électronique des électrodes est modifiée et n’est plus celle du
volume. Pour remédier a ce probleme, on remarque que dans la méthode de Landauer, le

211 est tout & fait possible de calculer directement la structure électronique du systéme total en utilisant
les self energies des électrodes et 'hamiltonien effectif Ho + X1, (E) + X r(E). Néanmoins cette méthode
nécessite une intégration sur ’énergie a chaque itération de ’auto-cohérence et est donc beaucoup plus
couteuse en temps de calcul que la méthode que nous proposons.
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choix du découpage est arbitraire. On peut donc décider d’inclure la partie des électrodes
dont la structure électronique est modifiée par la présence du contact atomique dans la
partie centrale. On définit alors un conducteur effectif contenant la constriction et les
premiers plans atomiques des électrodes de telle sorte qu’a la connection entre le conducteur
effectif et ’électrode, la structure électronique de 1’électrode soit celle du volume (voir 4.4).
Nos calculs ont montré que, dans le cas des métaux de transition, a partir de 4 ou 5 plans
atomiques sous la surface, la structure électronique est tres proche de celle du volume [84].
Il est donc nécessaire de n’ajouter que quelques plans atomiques des électrodes a la partie
centrale pour que cette condition soit respectée.

La structure électronique du conducteur effectif est calculée en posant des conditions
aux limites périodiques dans les trois directions. Dans les cas que nous avons étudiés,
I’extension du systeme suivant ces trois directions est suffisante pour que ’on puisse limiter
le calcul au point I'.

4.4.3 Définition du niveau de Fermi

Comme on détermine la structure électronique des électrodes et du conducteur séparé-
ment, on obtient deux niveaux de Fermi différents (si on suppose que les électrodes sont
identiques). Or, a I’équilibre, quand les trois parties sont connectées, le niveau de Fermi
est défini de maniere unique. Comme les électrodes sont supposées semi-infinies selon la
direction z, on peut s’attendre a ce que le niveau de Fermi du systeme complet soit tres
proche du niveau de Fermi de volume des électrodes. Il est nécessaire de faire en sorte que
le niveau de Fermi dans la partie centrale soit le méme.

Une premiere méthode consiste a ajouter une partie suffisamment grande des électrodes
au conducteur effectif. Sa structure électronique sera alors tres proche de celle du systeme
total et son niveau de Fermi sera celui des électrodes en volume. Néanmoins pour que
cette technique fonctionne, il faut que dans le conducteur effectif la proportion d’atomes
appartenant a la constriction soit négligeable devant la proportion d’atomes appartenant
aux électrodes. Si on considere des constrictions contenant beaucoup d’atomes (par exemple
un long fil monoatomique), le nombre de plans atomiques a ajouter peut étre important.
Le temps de calcul auto-cohérent de la structure électronique du conducteur effectif peut
alors devenir tres long.

Une méthode plus rapide consiste a calculer la structure électronique de la partie cen-
trale en fixant le remplissage selon le niveau de Fermi des électrodes. On peut alors se
contenter de n’ajouter que quelques plans atomiques pour assurer la continuité entre la
structure électronique des électrodes et celle du conducteur effectif. C’est cette méthode
que nous avons utilisée par la suite.

4.5 Quelques exemples simples

Pour illustrer quelques aspects du formalisme de transport électronique que nous venons
d’introduire, nous 'avons appliqué a quelques exemples simples.
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Fig. 4.5: Transmission d’un fil en bande s pure avec un défaut

4.5.1 Défaut géométrique dans un fil

Fil en bande s

Tout d’abord, nous avons étudié le cas d’un fil d’atomes contenant une seule orbitale s.
On se limite a une interaction entre premier voisin donnée par I'intégrale de saut Sy = 1.0eV
et on suppose que le niveau s sur chaque atome est nul (e, = 0eV).

On considere un conducteur effectif constitué de deux atomes reliés a deux électrodes
constituées d'un fil monoatomique parfait semi-infini (voir figure 4.5). On introduit alors
un défaut en diminuant 'intégrale de saut 3 entre les deux atomes du conducteur et on
calcule la transmission du systeme total. La diminution de I'intégrale de saut [ peut étre
vue comme l'introduction d’un défaut géométrique lié a un écartement des deux atomes
du conducteur. Dans ce modele simple on ne détermine pas la structure électronique de
chaque partie du systeme de maniere auto-cohérente : on suppose que le niveau s n’est pas
modifié par la présence du défaut.

Les résultats sont reportés sur la figure 4.5. Quand 3 = [y = 1.0eV, le systeme est
parfait. Le conducteur est alors balistique et chaque électron de la bande s du fil est
transmis avec une probabilité de 1. Ainsi, pour chaque énergie E a l'intérieur de la bande
s (=20 < E < 20), la transmission T(E) du syteme vaut 1. Quand 8 < [y, comme
on pouvait s’y attendre, une partie de 'onde électronique est réfléchie par le défaut et la
transmission dimininue avec 'intégrale de saut 3. Notons que les courbes de transmission
obtenues sont parfaitement symétriques par rapport au niveau €, = OeV.

Quand le défaut géométrique est plus complexe, en plus de la réflexion, des effets d’in-
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Fig. 4.6: Transmission d’un fil en bande s pure contenant un triangle d’atomes

terférences peuvent intervenir. Pour illustrer ces effets, on considere un fil contenant un
triangle de trois atomes connectés a deux électrodes parfaites. Les intégrales de saut entre
I’atome au sommet du triangle et les atomes de la base sont supposées égales a I'intégrale
de saut des électrodes ((3y) et on calcule la transmission du systéme quand 'intégrale de
saut [ entre les atomes de la base du triangle varie de 0 a 3y (voir figure 4.6). On simule
ainsi un type de défaut susceptible d’apparaitre dans les expériences de jonctions a cassure,
quand on rapproche les deux électrodes apres la formation d’un fil. Ce type de configura-
tion atomique a par ailleurs été prédit dans des fils monoatomiques d’or qui présenteraient
une structure "en zigzag” stable [112].

Les résultats sont reportés sur la figure 4.6. Quand les atomes de la base ne sont pas
connectés (5 = 0), le systéme est un fil parfait et la transmission vaut 1. Des que le triangle
se forme, la transmission baisse. Les courbes obtenues ne sont pas symétriques par rapport
au centre de la bande : la diminution de transmission est plus importante dans le domaine
des énergies négatives. Quand on dépasse la valeur critique 3 = 0.573, il apparait un point
a l'intérieur de la bande de conduction ou la transmission tombe a 0. A cette énergie, les
interférences a l'intérieur du triangle entrainent une réflexion totale de 1’onde électronique.

Fil d’or

On s’est intéressé ensuite au cas d’un fil monoatomique d’or. Le choix de I'or est parti-
culierement intéressant puisque des expériences de jonction a cassure dans ce matériau ont
révélé 'apparition de fils monoatomiques longs de plusieurs atomes [22].
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Pour modéliser I'or, on utilise la paramétrisation spd de Mehl et Papaconstantopoulos
[48, 49]. On a calculé la transmission de ce fil quand on introduit un défaut géométrique, en
écartant la distance entre deux atomes. Pour réaliser ce calcul, on a considéré que les deux
électrodes étaient des fils monoatomiques d’or semi-infinis a la distance inter-atomique
d’équilibre du volume (a = 2.88 A) Pour le conducteur effectif, on a choisi de considérer
un fil de six atomes dans lequel on introduit un défaut en augmentant la distance entre les
atomes 3 et 4 (a3y = xa, avec x > 1). On estime que la modification des niveaux due a la
présence du défaut est négligeable au dela du troisieme atome.

Un calcul de structure électronique sur le fil infini parfait nous permet d’obtenir le
niveau de Fermi dans les électrodes. Un second calcul de structure électronique sur le
conducteur effectif, avec des conditions aux limites périodiques nous permet d’obtenir la
modification des niveaux électroniques induite par la présence du défaut. On peut alors
calculer la transmission totale du systeme a ’aide de la formule de Fisher-Lee. Les résultats
sont reportés sur la figure 4.7.

Quand z = 1 (courbe noire), le systéme est parfait et le transport est balistique : chaque
électron est transmis avec une probabilité de 1. A une énergie donnée, la transmission est
alors égale au nombre de modes présents dans le fil. Quand on écarte les deux atomes
centraux (z > 1), la transmission diminue, comme dans le cas du fil en bande s.

Les modes de propagation correspondent aux bandes o, m et § du fil (cf. chapitre 2).
Pour analyser 'effet du défaut sur ces différents modes, on a reporté sur la figure 4.7 leur
transmission respective. On note alors que la diminution de la transmission avec x est plus
ou moins importante selon le canal considéré. Les canaux correspondants aux orbitales
dyy et dy2_,2 (bandes §), qui sont localisées dans le plan perpendiculaire & la direction
de transmission z, sont plus affectés par 1’éloignement des deux atomes centraux que les
canaux correspondants aux orbitales s et d.2 (bandes o). Aux énergies ou la bande o
est essentiellement un état s (en début et fin de bande), la transmission diminue moins
rapidement qu’aux énergies ou elle a aussi un caractere d prononcé. Les orbitales s sont
donc moins affectées par le défaut que les orbitales d.

On note par ailleurs que, contrairement au cas de la bande s pure, les courbes de
transmission ne sont pas symétriques par rapport au centre des différentes bandes.

4.5.2 Effet des contacts

On vient de voir que la transmission d’un fil atomique était fortement modifiée par la
présence d'un défaut. Un autre effet important est 1lié au fait que, dans la pratique, un
fil atomique est toujours relié a des électrodes massives. Pour comprendre le role joué par
le contact entre le conducteur atomique et les électrodes, on a étudié la transmission de
quelques systemes simples.

Effet du contact dans un modele de bande s

Le moyen le plus simple de modéliser le contact est de considérer un fil non-magnétique
de N atomes avec une orbitale s par site et une intégrale de saut (3 entre premiers voisins,
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Fig. 4.7: Transmission d’un fil monoatomique d’or avec un défaut géométrique
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Fig. 4.8: Systéeme modele

et de le connecter a deux fils semi-infinis avec une intégrale de saut différente (3, mais le
méme niveau atomique (voir figure 4.8). Le contact entre les électrodes et le fil fini est établi
par le biais d’une intégrale de saut . On choisit les trois intégrales de saut négatives et on
néglige les recouvrements. On souhaite modéliser le cas ot les électrodes sont massives et le
conducteur atomique. On choisit donc une intégrale de saut (3, dans I’électrode plus grande
en valeur absolue que l'intégrale de saut  dans le fil, puisque la dispersion électronique
est toujours plus grande dans un matériau massif que dans un fil atomique. L’intensité du
contact entre les électrodes et le fil est controlée par le parametre .

La transmission de ce systeme peut étre calculée analytiquement. La relation de dis-
persion dans les électrodes est E' = 2[3; cos(ko). Une onde électronique venant de la gauche
avec un vecteur d’onde ky > 0 est réfléchie par le défaut dans I'électrode de gauche avec
une probabilité de réflexion r et transmise dans 1’électrode de droite avec une probabilité
de transmission ¢. L’amplitude électronique dans les électrodes peut donc s’écrire :

ek qpemintosin < 0 (électrode de gauche), (4.64)
= teimo if n > N (électrode de droite). '

Dans le fil fini, la relation de dispersion est donnée par E = 2Fcos(k) et 'amplitude
électronique est de la forme

an, = Ae™ 4 Be ™ si 1 <n < N (fil fini) , (4.65)

ol A etB sont deux inconnues a déterminer. On projette I’équation de Schrédinger sur les
quatre atomes situés aux interfaces entre les électrodes et le fil (atomes 0,1,N et N + 1).
On obtient un systeme de quatres équations :

ﬁg(e’ik + re““) —E(l+7r)+~va =0

Y(1+7) — Eay + Bay =0 (4.66)
Ban_1 — Eay + 7t =0 '
vay — Et + Bote™ =0

La résolution de ce systeme fournit la valeur des inconnues A, B, r et ¢ en fonction des
intégrales de saut (3,0y,7, du nombre d’atomes N et de I’énergie F. La transmission d'un
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Fig. 4.9: Transmission du systéme modele présenté sur la figure 4.8, calculée a partir de ’équa-
tion 4.67, a) en fonction de 1’énergie F et du nombre d’atomes N dans le fil et b) en
fonction de I’énergie et du couplage ~ entre le fil et les électrodes.

fil de N atomes est alors le carré du module de ¢ :

2sin k sin ko
Tn(E) = DT . e , (4.67)
Wﬁﬁo sin(N — 1)k — 2sin Nk + vgei‘,’ﬂo sin(N + 1)k

ou F =23 cosk = 203 cos ky.

Sur la figure 4.9 a on a tracé la transmission Ty (F) quand |3| < |vy| < |Bo| pour
différentes valeurs de N. On remarque tout d’abord que dans la limite des N grands,
la transmission est non-nulle uniquement a l'intérieur de la bande d’énergie du fil de N
atomes (|E| < 2|3]). A Pextérieur de cette bande, k est imaginaire (puisque E = 23 cos k)
et 'onde électronique est évanescente. Elle ne peut donc étre transmise que si le fil est
suffisamment court. Ainsi, quand N est petit (N < 5), la transmission possede une partie
non nulle qui décroit exponentionellement en dehors de la bande d’énergie [—2|5],2|5]]. A
I'intérieur de cette bande, la transmission oscille et présente un certain nombre de pics qui
augmente avec N. Dans le cas que nous avons représenté ( |G| < |y| < |6ol), il y a N pics de
transmission pour un fil de longueur N. Il s’agit d’un phénomene d’interférences. Le systeme
étudié est en effet I’équivalent électronique de l'interférometre de Fabry-Pérot, les deux
interfaces électrodes/conducteur étant analogues a des miroirs semi-réfléchissants. Selon la
longueur d’onde, et donc I'énergie, de I'onde incidente, ’ensemble des ondes transmises et
réfléchies par les deux interfaces se recombinent de maniere constructive ou destructive dans
I’électrode de droite. Pour un vecteur d’onde donné, la transmission oscille en fonction de la
longueur du conducteur. Au milieu de la bande (£ = 0 ou k = ko = 7/2), la transmission
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oscille entre deux valeurs quand N passe de pair a impair :

1 si N est impair ,
n(0) = 2 o . (4.68)
4/(v*/BBo + BBo/7?)? si N est pair .
Quand v = —+/30, cette oscillation disparait et la transmission est parfaite, au centre de

la bande, quelle que soit la valeur de V.

Sur la figure 4.9 b, on a reporté la dépendance en v de la transmission d’un fil de cinq
atomes. Pour |y| = v/ la transmission est trés proche de 1 sur tout le spectre d’énergie
de la bande s du fil. Quand |vy| est faible, IV pics apparaissent & des énergies proches des
valeurs propres de la chaine finie isolée. Quand |y| augmente, les pics sont décalés de telle
sorte que certains d’entre eux se retrouvent en dehors de la bande permise. Dans notre cas
on observe N — 2 pics dont la largeur décroit lorsque vy augmente.

Ainsi, le nombre d’oscillations dans les courbes de transmission augmente avec le nombre
d’atomes dans le fil et 'intensité du contact v controle 'amplitude de ces oscillations. Nos
résultats montrent qu’'un contact trop fort ou trop faible empéche la transmission alors
qu’avec un choix approprié de v, celle-ci peut étre parfaite. L’optimisation du couplage
est analogue a une adaptation d’impédance entre les électrodes et le conducteur.

Ce premier modele simplifié nous a donc permis de comprendre I'influence du contact sur
la transmission d’un systeme atomique. On considere maintenant un systéeme plus complexe
ol les électrodes sont deux surfaces semi-infinies, telles que sur la figure 4.10. On considere
toujours une seule orbitale s par site, de niveau électronique nul. On limite I'interaction
aux permiers voisins et on pose l'intégrale de saut a 1eV, aussi bien dans le fil que dans
I’électrode massive. Les deux atomes aux extrémités du fil sont chacun en contact avec
quatre atomes de surface des électrodes. Les résultats sont montrés sur la figure 4.10. Ils
sont tres proches de ceux obtenus dans le cas du fil infini. La courbe de transmission oscille
en fonction de NV et £. Au milieu de la bande, la transmission est proche de 1 et présente
des oscillations paire-impaire. Des calculs supplémentaires avec différentes distances entre
le fil fini et les surfaces révelent que, comme dans le cas du fil infini, I'intensité du contact
influe sur 'amplitude des oscillations. A partir de ces résultats, on peut conclure que, dans
le cas d’une bande s pure, 'utilisation comme électrode d’un fil monoatomique ou d’un
systeme massif ne modifie pas fortement la transmission. Dans les deux cas, il est possible
d’obtenir une transmission quasi parfaite en optimisant le couplage électrode/conducteur.

Effet du contact dans un métal en bandes spd

Pour étudier l'effet des contacts dans un systeme avec une structure électronique réa-
liste, on a calculé la transmission d’un systeme identique constitué d’atomes d’or. Un tel
systeme est relativement réaliste dans le cas de l'or, puisque expérimentalement, des fils
monoatomiques se forment dans les expériences de contact atomique d’or. Les deux élec-
trodes considérées sont des surfaces FCC (001). Pour le conducteur effectif, on choisit un
fil de N atomes et cing plans atomiques des électrodes. On se limite a 3 x 3 atomes dans le
plan xy et on simule le caractere infini des surfaces en imposant des conditions aux limites
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Fig. 4.10: Transmission du systeme modele présenté ci-dessus en fonction de I’énergie E et du
nombre d’atomes N dans le fil. Paramétrisation s.
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Fig. 4.11: Transmission du contact d’or présenté sur la figure 4.10 en fonction de I’énergie FE et
du nombre d’atomes N dans le fil. Paramétrisation spd.

périodiques dans les directions z et y. On suppose que 'extension en xy du systeme est
suffisante pour qu’on puisse limiter le calcul aux ondes de vecteur d’onde nul dans le plan
perpendiculaire a la direction de propagation (k;, = 0). Pour modéliser I'or, on utilise la
paramétrisation spd de Mehl et Papaconstantopoulos [48, 49].

On calcule dans un premier temps la structure électronique du conducteur effectif de
maniere autocohérente en imposant une condition aux limites périodiques selon z,y et z.
A partir de I’hamiltonien ainsi trouvé, on calcule la transmission du systéme connecté aux
deux électrodes d’or. La transmission obtenue en fonction du nombre d’atomes dans le fil
est reportée sur la figure 4.11. On peut voir que sur la plage d’énergie ou seule la bande s
est présente ([—1eV;2eV]), les courbes de transmission sont similaires & la figure 4.10, avec
des oscillations en fonction de N et E, proches de la transmission parfaite 7' = 2. Dans
la bande d’énergie qui correspond aux états d ([—4eV; —1eV]), T(F) a un comportement
plus complexe et ne présente plus un motif d’oscillations simples. Il est alors clair que la
présence des contacts avec les électrodes affecte fortement le transport des électrons d. Mais
dans l'or, les électrons d ne participent pas a la conductance a bas voltage puisque le niveau
de Fermi (0 sur la courbe) a un caractere s pur. Ainsi, dans les contacts atomiques d’or
la conductance est proche du quantum de conductance et présente de légeres oscillations
quand la taille du fil augmente. Cet effet a été observé expérimentalement [22] et expliqué
théoriquement [113].

Au contraire, dans les métaux de transition comme le fer, des électrons s, p et d sont
présents au niveau de Fermi et la conductivité des contacts atomiques est complexe et
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difficilement prédictible [43]. Pour illustrer qualitativement I'importance des contacts dans
un tel cas, on a calculé la transmission d’un fil de fer non-magnétique de 5 atomes connecté a
deux surfaces BCC (001) et on 'a décomposée selon la contribution des différents canaux.
On a utilisé la paramétrisation spd du fer de Mehl et Papaconstantopoulos [48, 49] et
comme dans le cas précédent, on a réalisé dans un premier temps un calcul de structure
électronique auto-cohérent sur un conducteur effectif contenant le fil de 5 atomes et 5
plans atomiques des électrodes. Les transmissions obtenues pour les différents canaux sont
tracées sur la figure 4.12. On a aussi reporté la densité locale sur 'atome central du fil,
et la densité d’états locale a la surface et en volume d’une électrode isolée. Par souci de
comparaison, on a calculé les mémes quantités dans le cas d'un fil infini parfait et donc en
I’absence de contacts.

La décomposition o, m, ¢ correspond aux bandes o, 7w et § du fil infini définies précé-
dement : le mode o est issu de I'hybridation des orbitales s,p, et d,2, le mode 7 est issu
de I'hybridation des orbitales p,,p,,d,. et d,., et le mode d correspond aux orbitales d,
et dy2_,2 pures. Dans le cas du fil infini, les canaux de conduction coincident exactement
avec ces bandes. Dans le cas du fil connecté aux deux surfaces, les différentes orbitales sont
couplées, a cause de la présence du contact. Pour obtenir les canaux de conduction, on
utilise alors la méthode expliquée dans section 4.3.5, en se basant sur I’atome central. Une
analyse du caractere des différents modes de conduction a travers cet atome révele qu’ils
sont néanmoins tres proches des canaux purs o,m et §. C’est pourquoi nous avons gardé
cette dénomination pour classer les modes de transmission dans ce cas sur la figure 4.12.

Dans le cas du fil couplé a deux surfaces, la transmission n’est plus entiere mais présente
de fortes oscillations en fonction de E. Pour avoir un meilleur apercu de la situation, on a
tracé la densité d’états locale projetée sur les orbitales contribuant a chaque canal. Pour
I’atome central du fil, la densité d’états obtenue a des similarités avec celle du fil infini,
notamment en ce qui concerne la largeur des bandes et la position de certains pics. Cela
est particulierement vrai pour la bande §. En effet, tout le poids de la densité des états o
est concentré sur la méme plage d’énergie que dans le fil infini.

Cela n’est plus vrai pour les densités d’états locales dans les électrodes (en volume
ou en surface), puisque la symétrie y est complétement modifiée. Il en résulte que les
différentes densité d’états ont un poids significatif, mais plus faible, sur ’ensemble du
spectre. Par conséquent, les canaux de transmission sont fortement affectés. En particulier,
la transmission des états § devient tres faible. En effet, les états ¢ de ’électrode ne peuvent
étre transmis dans le fil que sur une bande d’énergie étroite, et une grande partie des
électrons 0 est donc réfléchie au niveau du contact. On voit ainsi que la différence de
symétrie entre le conducteur et les électrodes affecte de maniere importante la transmission
des électrons d.

Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté une méthode pour calculer la conductance élec-
trique d’'un contact atomique. Dans le formalisme de Landauer et dans l'approximation
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d’une réponse linéaire (a faible température et faible tension), la conductance est donnée

par
g = g0T<EF), (4.69)

ou Gy est le quantum de conductance et T(Er) et le coefficient de transmission électronique
du systeme au niveau de Fermi.

Le calcul est réalisé en deux étapes. Dans un premier temps, I’hamiltonien des différentes
parties du systeme (électrodes et contact atomique) est déterminé en suivant la méthode
des liaisons fortes présentée au chapitre 1. Puis, dans un second temps, le coefficient de
transmission est calculé a 1’aide des fonctions de Green des différentes parties du systeme
grace a la formule de Fisher-Lee

T(E) = Tr (T1(E)Go(E)TR(E)GL(E) ) (4.70)

ou

Ge(E) =(ESc — He — B.(E) — Sp(E)) ™,

. ; (4.71)
Ix(E) =i (2x(E) - Zx(B)"),
et Xx(F) est la self-energy de I'électrode X (X = R ou L), donnée par la formule
Sx(E) = (Hox — EScx)gx (E)(HLy — ESLy), (4.72)
ol
g3 (E) = (ESx —Hx)™' (4.73)

est la fonction de Green de surface de I'électrode (cf. Annexe E).



CHAPITRE 5

Transport polarisé en spin

Dans ce chapitre, nous appliquons [’ensemble des méthodes présentées dans les chapitres
précédents pour simuler le transport électronique polarisé en spin a travers les jonctions a
cassure de fer. Apres un bref rappel sur la magnétorésistance, nous illustrons le formalisme
du transport électronique polarisé en spin avec l’exemple de la paroi magnétique. Enfin nous
calculons la magnétorésistance anisotrope dans les jonctions a cassure de fer, tout d’abord
avec un modele de fil monoatomique, puis pour des systemes plus réalistes.

5.1 Magnétorésistance

Dans le chapitre précédent, nous avons montré comment calculer le transport dans un
contact atomique non magnétique. Ce formalisme peut étre directement généralisé au cas
magnétique. Il suffit pour cela de se placer dans une base de spin-orbitales et d’utiliser les
hamiltoniens magnétiques pour calculer les fonctions de Green (équations 4.71 et 4.73). Le
quantum de conductance n’est plus 2e?/h mais e/h puisque chaque canal de conduction
ne contient plus qu’un seul électron.

A partir de ce formalisme de transport de spin, on peut étudier les propriétés magnéto-
résistives des matériaux. Dans le systeme que nous étudions (les jonctions a cassure de fer),
la résistance varie avec la direction du champ magnétique et on parle de magnétorésistance
anisotrope (AMR). Pour quantifier cet effet, on définit le coefficient de magnétorésistance
anisotrope

“IR;+ 2R, Ry (5.1)

ou I/, et R, sont respectivement la résistance du systeme quand le champ est parallele
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ou perpendiculaire a la direction du courant.
Ce formalisme permet d’étudier d’autres effets magnétorésistifs tels que la magnétorésis-

tance anisotrope géante (GMR) ou la résistance de paroi. Pour ce type d’effet, la différence

de résistance est obtenue quand les électrodes passent d’une configuration magnétique pa-

rallele a une configuration antiparallele. On quantifie alors la magnétorésistance a 1’aide du

coefficient

R, — Rap

GMR =2 , 5.2

T (52)
ou R, et R,, sont respectivement la résistance du systéme quand 'aimantation des deux
¢électrodes est parallele et antiparallele.

5.2 Résistance d’une paroi magnétique

Pour illustrer le transport polarisé en spin et les effets de magnétorésistance qui peuvent
lui étre associés, on étudie tout d’abord une paroi magnétique dans un fil monoatomique
de fer. Les électrodes sont deux fils semi-infinis avec des directions d’aimantation opposées.
La partie centrale contient une paroi de longueur N. L’angle entre deux atomes consécutifs
de la paroi est fixé a 7/(IN + 1) (voir figure 5.1). On suppose que la structure électronique
de chaque atome de la paroi est celle du fil infini magnétique. On néglige donc les effets
de la paroi magnétique sur la structure électronique du fil. Le couplage spin-orbite est lui
aussi négligé.

Les résultats sont reportés sur la figure 5.1. Par souci de comparaison, on a tracé en noir
la transmission d’un fil magnétique infini , sans paroi, avec une orientation de I’aimantation
identique sur tous les atomes. La présence d’une paroi abrupte (courbe rouge) entraine une
importante chute de la transmission. La transmission T'(E) = 2 restante est due aux
orbitales s qui sont les seuls canaux de transmission possibles dans ce cas. En effet, dans
les métaux de transition, le moment magnétique est porté principalement par les électrons
d. Dans un fil monoatomique de fer les orbitales d sont totalement polarisées. Ainsi aucune
transmission n’est possible a travers la paroi. D’un autre coté, les électrons s ne sont que
partiellement polarisés est peuvent donc transmettre (voir figure 5.2).

Quand 'aimantation est tournée de 7/2 sur un atome entre les électrodes, pour former
une paroi de longueur N = 1, les canaux d s’ouvrent et la transmission augmente (courbe
verte). La transmission entre les états d des deux électrodes de spins opposés est rendue
possible par les états de ’atome central, qui sont des superpositions d’orbitales up et down.
Quand la taille de la paroi augmente, la transmission tend rapidement vers la transmission
du fil parfait sans paroi magnétique. Ainsi, en régime balistique, une paroi magnétique
large de quelques atomes n’a pratiquement aucun effet sur la transmission électronique. Ce
résultat est en bon accord avec les calculs de Velev et Butler [41].

En volume ou dans des couches minces de fer, les parois magnétiques ont des longueurs
beaucoup plus grandes (quelques dizaines de nanometres) et la résistivité due la réflexion
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Fig. 5.1: Transmission électronique a travers une paroi magnétique dans un fil monoatomique

de fer.

Fig. 5.2: Représentation schématique de la densité d’états des électrons s et d dans un fil mo-
noatomique de fer magnétique.
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des électrons par la paroi est négligeable [114, 115]. Les parois magnétiques dans ces sys-
temes contribuent néanmoins a la résistance électrique, par le biais de phénomenes de
diffusion plus complexes [116].

Dans les constrictions, il a été montré par Bruno que la longueur d’une paroi pouvait
étre fortement restreinte par la géométrie et étre d’un ordre de grandeur équivalent a la
taille caractéristique du systeme [117]. Ainsi dans les contact atomiques, on s’attend a
observer la formation d’une paroi de taille atomique. Dans les jonctions a cassure, on peut
réaliser ce type de paroi magnétique en retournant ’aimantation d’une des électrodes apres
la formation du contact atomique. On crée ainsi une paroi magnétique qui se propage dans
I’électrode et se bloque au niveau de la constriction ou elle devient tres étroite et donc
tres résistive. La différence de résistance entre les configurations parallele et antiparallele
peut alors étre tres importante et entrainer des coefficients de magnétorésistance élevés.
Cet effet, appelé magnétorésistance balistique (BMR), a été mesuré par Garcia et al. dans
des nanocontacts de métaux de transition 3d. Dans les contacts de cobalt et nickel, la
magnétorésistance peut atteindre des valeurs respectives de 700% et 1000% [23, 25]. Dans
les contacts de fer, la magnétorésistance est d’'un ordre de grandeur inférieur [24]. Pour
plus de détail sur la BMR, on pourra se reporter a l'article de revue [118].

5.3 Magnétorésistance anisotrope dans les contacts
atomiques

5.3.1 Le modele du fil parfait

Un modele simple...

Pour comprendre ’AMR dans les contacts atomiques, il est intéressant dans un premier
temps de se limiter au cas simple du fil monoatomique parfait. Dans ce cas, la transmission
est égale au nombre de bandes coupant le niveau de Fermi (cf. chapitre 4). La conductance
s’obtient donc directement a partir de la structure de bandes.

Pour étudier 'AMR, on compare les structures de bandes obtenues quand le moment
magnétique est parallele (6 = 0°) ou perpendiculaire (§ = 90°) au fil, en présence du
couplage spin-orbite. On s’est contenté pour ce premier calcul du modele TBStoner ou les
effets de polarisation orbitale ne sont pas pris en compte. Les résultats sont reportés sur la
figure 5.3. Quand l'aimantation est perpendiculaire au fil, 7 bandes coupent le niveau de
Fermi. Quand I'aimantation est parallele au fil, le couplage spin-orbite entraine une levée
de dégénérescence des bandes § de 2¢ (cf. chapitre 2). Or, dans le fil monoatomique de fer,
ces bandes affleurent le niveau de Fermi. Le décalage est alors suffisant pour faire passer
I'une des deux bandes au dessus du niveau de Fermi, réduisant ainsi le nombre de canaux
de transmission (voir figure 5.3). En faisant varier la direction de I'aimantation, on passe
donc d’une transmission de 7 a une transmission de 6 et le coefficient ’AMR est de 17%.

Quand 'angle @ varie de 7/2 a 0, le décalage entre les bandes § varie continiment de
0 a 2£. Mais, puisqu’il s’agit d’'un systeme parfait, la transmission est un nombre entier
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Fig. 5.4: Conductance en fonction de 'orientation du moment magnétique. Comparaison entre
I'expérience (en bleu) et le modele du fil infini (en rouge).

(égal au nombre de canaux), quelque soit la direction de 'aimantation. La transition entre
les deux états de conduction est donc abrupte et intervient a l'angle 6 a partir duquel
le décalage des bandes ¢ est suffisamment faible pour que les deux bandes soient sous le
niveau de Fermi. Dans notre modele ce saut intervient pour un angle 6 proche de 50°. La
courbe de transmission en fonction de 6 est alors un créneau et a une forme tres proche de
la courbe expérimentale (voir figure 5.4).

...mais peu réaliste

Bien qu’extréemement simple, 'exemple du fil infini permet donc d’expliquer 'origine
de PAMR dans les contacts atomiques de fer. Les résultats obtenus avec ce modele sont
en tres bon accord avec l'expérience. Il prédit correctement la direction d’aimantation
correspondant a la meilleure conductance (§ = 7/2), I'ordre de grandeur du coefficient
d’AMR et la forme de la courbe de conductance en fonction de 6.

Néanmoins, ce modele n’est pas satisfaisant. Tout d’abord, si on examine la structure de
bandes (voir figure 5.3), la présence de l'effet ’AMR apparait comme purement accidentel :
il est possible uniquement parce que la bande § affleure le niveau de Fermi. Une modification
du niveau de Fermi ou de la bande § de +2¢ entrainerait sa disparition (rappelons que le
parametre de couplage spin-orbite £ vaut 0.06eV dans le fer). Or expérimentalement, le fil
est connecté a deux électrodes massives qui imposent leur niveau de Fermi au systeme et
il semble peu probable que celui-ci tombe dans U'intervalle adéquat. Si 'on s’en tenait a
I’explication fournie par le modele du fil infini, TAMR serait donc difficilement observable
et 'expérience peu reproductible, ce qui n’est pas le cas.

Par ailleurs, la géométrie du fil est tres éloignée du systeme expérimental qui contient
de nombreux défauts et qui est connecté a deux électrodes massives. Dans le cas du fil
parfait, la courbe d’AMR présente un saut parce que la transmission de tous les canaux
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Fig. 5.6: Transmission en fonction de l'orientation du moment magnétique pour un fil mono-
atomique de fer connecté a deux électrodes massives. Calcul TBStoner.
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vaut 1 et que par conséquent la transmission totale est un entier. Cette regle ne s’applique
pas dans une géométrie plus complexe ou la symétrie de translation est brisée et ou la
transmission de chaque canal peut prendre n’importe quelle valeur entre 0 et 1. Pour
illustrer les répercussions d’un défaut sur FAMR du fil, on a calculé la transmission au
niveau de Fermi en fonction de la direction de 'aimantation pour un fil atomique dont 'une
des distances interatomiques est étirée. Les résultats, reportés sur la figure 5.5 révelent que
lorsque la taille du défaut augmente, la courbe n’est plus un créneau entre deux valeurs
entieres mais devient continue avec un maximum a ¢ = /2. La courbe d’AMR est adoucie
par le défaut. De méme si on connecte le fil a deux électrodes massives la courbe d’AMR
est adoucie, quelque soit la longueur de fil considérée (voir figure 5.6).

Nous avons vu au chapitre 4 que la transmission du canal § est fortement affectée par
la présence de défauts (voir figure 4.7). Puisque ’AMR dans un fil atomique de fer est due
uniquement aux bandes ¢, il n’est pas étonnant qu’elle soit elle aussi fortement affectée.
Notons par ailleurs que quand le fil contient un défaut ou est connecté a des électrodes, on
ne peut pas en toute rigueur parler de bandes §. Toutefois, si localement, la géométrie est
proche de celle du fil, la structure électronique est localement proche de celle du fil infini
et les états de type 0 sont clairement identifiables (cf. section 4.5.2 | figure 4.12). Mais
leur dispersion est modifiée par la présence des électrodes et on s’attend donc a ce que les
propriétés qui leur sont associées (telle que I’AMR) soient elles aussi affectées.

Dong, si le modele du fil infini semble pouvoir expliquer simplement ’AMR comme un
effet du couplage spin-orbite seul, il est peu probable que cette explication reste valable
dans le cas d'une géométrie plus réaliste.

Role de la polarisation orbitale

Dans les calculs précédents, on s’est placé dans le modele TBStoner avec couplage spin-
orbite. Dans ce cas la modification des états ¢ du fil en fonction de I'orientation du moment
magnétique est continue. La courbe de conductance en fonction de 6 est donc continue (sauf
quand pour des raisons de symétrie la transmission est un entier), et on ne peut expliquer
les résultats expérimentaux. Nous avons vu au chapitre 3 que, dans les nanostructures
unidimensionnelles, le modele de Stoner ne décrit pas correctement les interactions inter-
électroniques et qu’il est nécessaire d’utiliser un modele d’interaction plus complet (modeéle
TBHF). L’anisotropie magnétique de la structure de bandes est alors renforcée par un effet
de polarisation orbitale (voir figure 5.7).

Le décalage des bandes ¢ lié a la rotation de l'aimantation est alors beaucoup plus
important et 'effet d’AMR dans le fil semble alors moins accidentel. Par ailleurs, quand
nous avons étudié la structure électronique du fil (cf. section 3.3.4), nous avons vu qu’il
apparait deux solutions électroniques distinctes quand ’aimantation tourne de 0° a 90°.
Dans ce cas, le saut dans la courbe de conductance peut s’expliquer comme le passage
d’un état électronique a l'autre. En effet, comme les deux solutions ont des structures
électroniques différentes, leurs coefficients de transmission different. Cette explication est
plus convaincante que explication précédente (selon laquelle le saut est lié au passage
d’une bande ¢ au dessus du niveau de Fermi) notamment parce qu’elle reste valable quand
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Fig. 5.7: Structure de bandes et transmission d’un fil monoatomique de fer. Calcul TBHF +
spin-orbite.
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on ajoute des défauts géométriques et qu’on connecte le fil a des électrodes compactes.
Ainsi, quand la polarisation orbitale est prise en compte, la transposition du fil au cas réel
apparait plus pertinente. Pour confirmer ces résultats, nous avons réalisé un calcul sur un
systeme plus réaliste que le fil monoatomique.

5.3.2 Systemes réalistes

Systemes étudiés et implémentation du calcul

Une des principales difficultés liées a la modélisation des jonctions a cassure est la déter-
mination de leur géométrie. Il est en effet difficile de prédire 'arrangement des atomes au
niveau du contact atomique. Il est toutefois possible d’obtenir des configurations réalistes
a partir de calcul de dynamique moléculaire [119-121]. Néanmoins, comme ’arrangement
des atomes differe d’une expérience a l'autre, il serait nécessaire, pour obtenir un résultat
quantitatif, de réaliser une étude statistique sur plusieurs géométries obtenues par dyna-
mique moléculaire. Nous nous contenterons donc de résultats qualitatifs pour lesquels il
n’est pas nécessaire de connaitre la position exacte des atomes et nous utiliserons une
géométrie modele obtenue a partir du cristal parfait.

Comme nos calculs précédents ont révélé que les effets d’anisotropie magnétique sont
fortement renforcés dans les systemes unidimensionnels, nous avons décidé de comparer une
géométrie ne contenant pas de fil a une géométrie en contenant un. Les deux géométries
étudiées sont représentées sur la figure 5.8. On se place dans une supercellule de 5 x5 atomes
reproduite périodiquement dans le plan zy. On suppose que cette cellule est suffisamment
large pour qu’on puisse se contenter d'un calcul au point k,, = I'. Les électrodes sont
deux surfaces BCC (001). Elles sont construites & partir de la reproduction périodique de
deux plans atomiques de fer BCC. La fonction de Green de surface des électrodes est donc
générée a partir d’'un systeme de 5 x 5 x 2 = 50 atomes. On choisit comme parametre de
maille celui du fer & I'équilibre (a = 2.87A).

Dans la géométrie 1, le contact est réalisé par deux pyramides parfaites, de trois étages,
se touchant par leur sommet. La distance entre les deux sommets est choisie comme étant la
distance entre premier voisin dans le volume (d = av/3/2 = 2.48A). Dans la géométrie 2, on
ajoute un atome entre les sommets des deux pyramides a une distance d des deux sommets.
Dans cette géométrie, I’atome central est dans un environnement unidimensionnel proche
de celui du fil puisqu’il ne possede que deux premiers voisins.

Nous avons vu au chapitre 4 qu’il était nécessaire, pour la cohérence du calcul, d’ajouter
une partie des électrodes au conducteur effectif. On ajoute donc 2 plans atomiques de fer
BCC a la base de chaque pyramide. Un troisieme plan est ajouté a la base d'une des deux
pyramides pour assurer la continuité lors de la premiere partie du calcul ou I'on suppose
que le conducteur effectif est périodique selon la direction z. La partie centrale contient
alors au total 153 atomes dans la géométrie 1 et 154 atomes dans la géométrie 2.
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Géomeétrie 1 Géometrie 2

Fig. 5.8: Les deux géométries. Vue 3D du conducteur effectif (en haut), vue en coupe du systéme
total (au milieu) et vue 3D du systéme simulé (en bas).
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Structure électronique et configuration magnétique

On souhaite calculer la conductance des systemes 1 et 2 quand la direction du champ
magnétique extérieur varie de = 0 a 0 = /2.

Au cours de la premiere étape du calcul, on doit déterminer la structure électronique
et la configuration magnétique des différentes parties du systeme dans ces conditions. Pour
cela on réalise un calcul autocohérent avec les deux modeles TBStoner et TBHF. Rappelons
que dans notre modélisation, I’hamiltonien est de la forme

H = Hyr + Hyi, + Hige + Hso. (5.3)

La matrice Hpp est la matrice de liaisons fortes qui contient les niveaux électroniques
et intégrales de saut. Elle est donnée par la paramétrisation de Papaconstantopoulos. La
matrice Hgo est la matrice de couplage spin-orbite (cf. annexe C). La matrice Hyy, contient
la correction des niveaux électroniques nécessaire pour maintenir la neutralité locale. La
matrice H;, contient les interactions électroniques pour le modele de Stoner ou le modele
Hartree-Fock, selon le type de calcul effectué. Le calcul autocohérent sert a déterminer les
deux matrices Hyy, et Hiy pour le systeme et le modele d’interaction choisis.

Les électrodes sont parfaites. Leur structure électronique est donc celle du cristal de fer
BCC et aucune correction n’est nécessaire pour pallier le transfert de charges (Hni = 0).
Le moment magnétique par atome est de 2.25up. Comme ’anisotropie magnétique est
tres faible en volume, on suppose qu’il est parfaitement aligné avec le champ magnétique
externe. En effet, expérimentalement, le champ magnétique extérieur appliqué est de 2
tesla, ce qui est amplement suffisant pour imposer la direction de I'aimantation du fer
volumique.

Pour obtenir la structure électronique de la partie centrale, on impose des conditions
aux limites périodiques dans les trois directions au conducteur effectif (systeme en rouge
sur la figure 5.8) et on réalise un calcul autocohérent au point I'. Comme la partie centrale
est par la suite connectée aux électrodes qui, par leur taille, imposent le niveau de Fermi du
systeme total, on fixe le niveau de Fermi au cours des itérations au niveau des électrodes
(et donc au niveau du cristal BCC parfait). Dans la partie du conducteur effectif qui
correspond aux électrodes, on suppose que l'orientation du moment est alignée avec le
champ externe. On impose donc la direction du moment au cours du calcul a l'aide de la
méthode de pénalisation. Ceci permet d’introduire I'effet du champ magnétique externe de
maniere indirecte, par I'intermédiaire de son action sur les électrodes. Cela permet aussi de
réduire le nombre de degrés de liberté du systeme et donc de faciliter la convergence. La
valeur absolue du moment est quant a elle laissée libre au cours des itérations. On s’attend
en effet a ce que celle-ci augmente lorsqu’on approche de la surface.

Dans les deux pyramides et sur l'atome de contact, les moments atomiques sont libres
au cours des itérations. En effet , nous avons vu que dans les systemes unidimensionnels,
I’anisotropie magnétique pouvait étre importante ( de I'ordre de 1073eV avec le modele de
Stoner et de l'ordre de 1072eV avec le modele HF). Cette énergie d’anisotropie n’est pas
négligeable devant leffet Zeeman dii au champ magnétique externe (de I'ordre de 10~%eV
pour un champ de 2 Tesla). On s’attend donc & ce que le moment magnétique ne soit
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Fig. 5.9: Représentation schématique de la configuration des moments de spin et orbitaux dans
les solutions S1 et S2 obtenues avec la méthode TBHF pour la géométrie 2.

pas aligné avec le champ magnétique externe, notamment dans la géométrie 2 ou ’atome
de contact est dans un fil. Néanmoins, 1’échange magnétique avec les électrodes tend a
aligner le moment dans le contact avec le moment des électrodes, et donc indirectement
avec le champ magnétique extérieur. L’orientation des moments ne peut donc étre prédite
simplement et doit étre déterminée de maniere auto-cohérente. La configuration d’équilibre
ainsi obtenue minimise 1’énergie magnétique en offrant le meilleur compromis entre la
contribution d’échange qui tend a aligner le moment avec celui des électrodes et I’anisotropie
magnétique qui tend a aligner le moment avec la direction facile d’aimantation.

Dans le cas du modele TBStoner, nos calculs montrent que dans les deux géométries,
I’ensemble des moments atomiques du contact s’aligne avec le champ externe, quelque soit
I’angle 6. La contribution d’échange I’emporte donc sur I'anisotropie.

Dans le modele TBHF, le comportement magnétique est plus complexe. Dans la géomé-
trie 1, I’ensemble des moments s’aligne avec le champ, quelque soit 8. Dans la géométrie 2,
I’anisotropie magnétique dans le fil est suffisamment importante pour contrer la contribu-
tion d’échange et deux solutions métastables apparaissent : une solution S1, stable pour 6
compris entre 0° et 80° et une solution S2, métastable pour # compris entre 40° et 80° mais
stable a 8 = 90°. Ces deux états different par la direction des moments de spin et orbitaux
sur les trois atomes centraux. L’aimantation des autres atomes est quasiment alignée avec
le champ magnétique extérieur. Plus précisément, dans la solution S1, le moment de spin
de I'atome central s’écarte de la direction du champ magnétique extérieur et s’incline vers
I’axe du fil. Dans la solution 2, le moment de spin de I'atome central s’écarte de la direction
du champ extérieur pour s’incliner vers la direction perpendiculaire au fil. La distinction
entre S1 et S2 est encore plus prononcée au niveau du moment orbital local. En effet, pour
la solution S1, le moment orbital sur 'atome central est fortement augmenté (2.5u5) et
quasiment aligné le long de I’axe du fil (voir figure 5.9). Dans la solution S2, il est plus faible
(1.5up) et quasiment perpendiculaire a 'axe du fil. En fait, le moment orbital de I'atome
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central est presque indépendant de 6 dans les domaines de stabilité respectif de S1 et S2.
Ces différences de moment de spin et orbitaux impliquent que la structure électronique de
ces deux solutions est completement différente sur les trois atomes. Notons que ces deux
solutions sont similaires aux solutions S1 et S2 obtenues dans le fil infini (cf. section 3.3.4).

Role de la géométrie

Une fois la structure électronique et la configuration magnétique déterminées, on peut
calculer les propriétés de transport des deux systemes. Dans un premier temps, nous avons
calculé le coefficient de transmission en fonction de I'énergie quand le champ magnétique
est perpendiculaire (6 = 7/2) ou parallele (6 = 0) a ’axe principal des pyramides (z). Sur
la figure 5.10, on compare les courbes obtenues pour les géométries 1 et 2, avec les modeles
d’interaction TBStoner et TBHF. Ces résultats soulignent I'importance de la géométrie du
contact. Il apparait en effet que ’anisotropie du systeme 1 est tres faible. En particulier, la
transmission au niveau de Fermi, qui est proportionnelle a la conductance dans le régime
de réponse linéaire, est quasiment égale pour les deux directions d’aimantation. On ne
s’attend donc pas a observer un effet d’AMR significatif. Au contraire, la transmission
du systeme 2 est fortement anisotrope, a cause de ’environnement unidimensionnel de
I’atome central qui induit une anisotropie magnétique plus forte. Ainsi, la présence d’'un
court fil monoatomique entre les deux électrodes est nécessaire a ’apparition d’'une AMR
significative.

Roéle de la polarisation orbitale

L’anisotropie magnétique globale de la courbe de transmission du systeme 2 est plus
importante avec le modele HF qu’avec le modele de Stoner. Toutefois, il est intéressant de
remarquer qu’autour du niveau de Fermi, ’anisotropie obtenue avec le modele de Stoner
est non négligeable. Les modeles TBHF et TBStoner prédisent tous les deux un coefficient
d’AMR dont le signe et la valeur absolue (10.2% avec le modele TBStoner et 37.5% avec le
modele TBHF) sont en bon accord avec les expériences. Pour distinguer les deux modeéles
d’interaction, nous avons calculé la transmission au niveau de Fermi du systeme 2 quand
la direction du champ magnétique € varie de 0° a 90°. Les résultats reportés sur la figure
5.11 révelent une différence majeure entre les deux modeles : dans le modele TBStoner, la
conductance varie continument avec ¢ alors que le modele TBHF reproduit la courbe en
créneau mesurée expérimentalement.

Comme nous ’avons vu dans la section précédente, la modification de la structure élec-
tronique due au couplage spin-orbite seul varie continiiment avec la direction d’aimantation
et la courbe de conductance obtenue avec le modele TBStoner est donc continue. En re-
vanche, quand ’ensemble des interactions HF est pris en compte, la variation de la direction
du champ extérieur entraine un passage de la solution S1 a la solution S2 qui conduit a un
réarrangement complet de la structure électronique. Cet effet induit le changement abrupt
de conductance observé sur la courbe 5.11 b. Nos calculs ont révélé que les solutions S1 et
S2 sont toutes les deux stables quand 6 est compris entre 40° et 70°. Ainsi, I'angle 6 auquel
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Fig. 5.10: Transmission électronique en fonction de I’énergie pour les systemes 1 et 2 et les
modeles d’interaction TBStoner et TBHF, quand le champ magnétique extérieur est
perpendiculaire (§ = 7/2, en rouge) ou parallele (6 = 0, en noir) a la direction de
propagation du courant (z).
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le changement d’état a lieu n’est pas précisément défini et peut étre différent quand 6 aug-
mente ou diminue, entrainant 'effet d’hystérésis observé expérimentalement. Les résultats
obtenus avec le modele TBHF sont donc en tres bon accord avec les expériences de Viret

et al. [32].
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Fig. 5.11: Transmission au niveau de Fermi du systéme 2 en fonction de la direction du champ
magnétique extérieur. Comparaison des modeles TBStoner et TBHEF.






Conclusion

Nous avons présenté une méthode de calcul du transport électronique polarisé en spin
a travers les contacts atomiques. Ce calcul est effectué en deux étapes. Dans un premier
temps, la structure électronique du systeme est calculée a partir d’'un modele de liaisons
fortes étendu au magnétisme non-colinéaire prenant en compte le couplage spin-orbite.
Dans un second temps, la conductance du systeme est calculée dans le formalisme de
Landauer a ’aide d’une technique basée sur les fonctions de Green. Notre étude a révélé
qu’il est important au cours de la premiere étape d’avoir une description complete de la
dépendance orbitale des interactions électroniques intra-atomiques si on souhaite reproduire
correctement les propriétés magnétiques des atomes de faible coordinence, présents au
niveau du contact. Ces atomes présentent un effet de polarisation orbitale qui ne peut
étre décrit par les modeles standard de magnétisme (TBStoner, LSDA). Nous avons donc
introduit un modele d’interaction électronique de type Hartree-Fock (TBHF).

L’application de cette méthode a 1’étude des jonctions a cassure de fer a apporté un
nouvel éclairage sur les effets de magnétorésistance anisotrope (AMR) mesurés expérimen-
talement dans ce type de systeme. Tout d’abord nous avons mis en avant le role joué par
la géométrie du contact. Nous avons montré que pour avoir une AMR de 'ordre de celle
mesurée expérimentalement, I’atome de contact doit étre dans un environnement de fil mo-
noatomique (c’est-a-dire avec seulement deux premiers voisins). L’anisotropie magnétique
est alors suffisamment renforcée, au niveau du fil, pour générer une AMR de l'ordre de
20%. Enfin nous avons pu expliquer la forme en créneau des courbes expérimentales de
conductance en fonction de la direction du champ magnétique. Nous avons montré que
I'existence de deux états de conduction est directement liée a 'existence de deux états
électroniques métastables. Ces deux états different principalement par la direction du mo-
ment orbital sur 'atome de contact. Les effets de polarisation orbitale, qui sont a 'origine
d’une forte augmentation de ’anisotropie dans les systemes de basse dimension, joue un
role primordial dans cette interprétation. En effet, le modele de Stoner, qui ne décrit pas
ces effets, ne reproduit pas les résultats expérimentaux.

D’autres explications existent dans la littérature. Ainsi, selon Tsymbal et al., la présence
d’un saut dans la courbe de conduction en fonction de I'angle du champ magnétique est liée
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au passage d’une bande électronique au dessus du niveau de Fermi, sous 'effet du couplage
spin-orbite [34, 122]. Comme nous 'avons vu section 5.3.1, cette explication est valable
dans le cas d’un fil monoatomique parfait mais ne résiste pas a la présence de défauts
ou d’électrodes. Shi et al. proposent quant a eux que les deux plateaux de conductance
correspondent & deux configurations géométriques distinctes [123, 124]. Le passage d’une
configuration a 'autre serait piloté par le champ magnétique externe. Cependant, aucun
mécanisme n’est proposé pour expliquer comment le changement de géométrie s’opere.

Ainsi, notre explication demeure pour I'instant la plus convaincante. Néanmoins quelques
points importants restent a éclaircir. Tout d’abord, notre interprétation repose sur la sup-
position qu’au moins un atome du contact est dans un environnement de fil monoatomique.
Pour I'instant, aucun résultat expérimental ou théorique n’a confirmé I’existence de ce type
de configuration dans les jonctions a cassure de fer. Un calcul en dynamique moléculaire
de la formation d’un contact atomique de fer apporterait de précieuses informations sur ce
point, mais il serait nécessaire d’observer une jonction a cassure au microscope électronique
a effet tunnel pour s’assurer de 'existence de cette configuration atomique. De méme, il
serait intéressant d’avoir une confirmation, par une autre méthode de calcul (LDA+U,
par exemple), de l'existence des deux solutions magnétiques métastables que nous avons
trouvées dans le fil monoatomique et le contact atomique de fer.

L’étude du transport électronique a travers les contacts atomiques magnétiques offre
encore de nombreuses perspectives. Comme nous 'avons vu au cours de cette these, les
contacts atomiques de métaux de transition 3d possedent une magnétorésistance anisotrope
géante. Or le couplage spin-orbite est relativement faible dans ces matériaux ({so = 0.06eV
dans le fer). On s’attend a ce que ces effets soient exacerbés dans les métaux de transition
plus lourds tel que le platine ou le couplage spin-orbite est beaucoup plus fort. Le platine
n’est pas magnétique en volume, mais des calculs ab initio ont révélé qu’il avait de fortes
chances d’étre magnétique dans un environnement de fil monoatomique [55]. Les effets
magnétorésistifs d’une jonction a cassure de platine risquent donc d’étre particulierement
intéressants. On peut en effet s’attendre a ce que seuls les atomes proches du contact soient
magnétiques.



ANNEXE A.

Mécanique quantique en base
non-orthogonale

On se place dans une base de N fonctions d’onde |¢). On note S;; = (i|j) la matrice de
leurs recouvrements. Un état 1)) est représentée dans cette base par le vecteur colonne )
des coefficients C; vérifiant

=>_Cili). (A1)

Dans une base non-orthogonale, il est important de bien distinguer un état |¢) du vec-
teur ® qui le représente dans cette base. En effet, certaines relations simples qui existent
dans une base orthogonale ne fonctionnent plus. Par exemple en base orthogonale, la
norme de |¢) est égale a la norme du vecteur colonne 1. Ce n’est pas le cas en base
non-orthogonale :

(W) = Z C;CiSi # 9|, (A.2)

Pour simplifier le probleme il est intéressant d’introduire la base duale [125] composée
des fonctions d’onde |i) définies par la relation de fermeture :

Dol =Yl =1 (A.3)
i i
ot I est I'opérateur identité. Les fonctions des deux bases sont alors reliées par :

) =11 = LRl = 3 sl (A1)

et inversement

[i) = > (S7)sli)- (A.5)
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Une fonction d’onde quelconque peut alors étre représentée de deux facons différentes
selon la base choisie :
= 2_ Gili

S el

Nous noterons % et 1 les vecteurs colonnes des coefficients correspondants a ces deux
décompositions. On peut montrer grace a I’équation A.4 que ces coefficients sont reliés par

la formule : B
J

(A.6)

L’intérét de la base duale apparait si on veut alors calculer la norme de [)) :

() = ZO*O Sy=> CiCi=¢'-¢ (A8)

ot ¥ représente le vecteur ligne transposé conjugué du vecteur 1 . On retrouve alors une
relation simple entre un état et sa représentation vectorielle dans la base.

On peut définir pour un opérateur A trois matrices distinctes A, Aet A selon la base
choisie :

= (ilAlj)
A = (ilAL) (A.9)
= (ilA]).
Ces trois matrices sont reliées par la relation :
A =SA = SAS (A.10)

A T'aide de I'équation de fermeture A.3, on peut exprimer 'opérateur A en fonction de ces

matrices :
A=Y LiGIAL) G = Z! (l
ij
A=Y 1Al G| = Z! (Gl (A.11)
ij
A=Y iGIAL) G = Z! ) Ai; (j]
ij

Selon le type d’opérateur considéré, il peut étre intéressant, en terme de temps calcul, de
choisir I'une ou 'autre de ces représentations. Ainsi on représente généralement 1’hamilto-
nien dans la base directe (matrice H) et la fonction de Green dans la base duale (matrice

G(E)). L'opérateur de fonction de Green est défini par
G(E) (Ef - H) ~ 1 (A.12)
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En introduisant la relation de fermeture A.3 et en multipliant par (i| & gauche et |j) &
gauche, on obtient :

S GGER) k| (BL - [ 1) = Gil5) = by, (A.13)

k

soit en utilisant les notations matricielles précédentes :

G(E)(ES —H) =L (A.14)

La représentation de la fonction de Green dans la base duale est donc simplement I'inverse
de la matrice (E'S — H). Cette représentation est en général préférée a la représentation
dans la base directe dont le calcul requiere, en plus de l'inversion, deux multiplications
matricielles. On peut généraliser le résultat A.14 en remarquant que la représentation en
base duale de I'inverse d’un opérateur et 'inverse de la matrice le représentant dans la base
directe, et inversement.

Encore une fois il est important de bien distinguer un opérateur de sa représentation
matricielle. Par exemple, les valeur propres de 'opérateur A ne sont pas les valeurs propres
de la matrice A comme c’est le cas en base orthogonale. Si [¢(™) =3 C’Z-(n)|i> est vecteur
propre de /1, alors

Alp™y = 1™y, (A.15)

soit

> TACTMi) = a, Y O, (A.16)

7

En multipliant a gauche par (j|, on obtient alors I’équation matricielle suivante :

STGIARCT = a, Y (ilC™, V5, (A.17)

(2 (2

soit
Ayp™ = a,Syp™. (A.18)

Les valeurs propres de A sont donc les valeurs propres de la matrice A = S™'A. La trace
d’un opérateur est définie en mécanique quantique comme la somme de ses valeurs propres

" Tr(A) =) an, (A.19)

soit, d’apres les formules A.18 et A.9 :

Tr(A) = Tr(A) = Tr(S*A) = Tr(AS). (A.20)






ANNEXE B

Méthode de convergence

Dans le modele de liaisons fortes que nous utilisons, I’hamiltonien dépend de la charge
(et du moment dans le cas d’un calcul magnétique) sur chaque atome. Inversement, la
charge est calculée a partir de 'hamiltonien. A I’équilibre, p, le vecteur colonne des charges
(et des moments) atomiques est donc solution de I’équation

p = £(H(p)), (B.1)

ou f est la fonctionnelle grace a laquelle la charge peut étre calculée a partir de 'hamilto-
nien. Le calcul de la charge d’équilibre est donc équivalent a une recherche de points fixes
de la fonction f o H. Notons qu’un point fixe de cette fonction correspond a un état stable
du systeme, mais que rien ne garantit qu’il s’agisse du point de plus basse énergie.

Pour résoudre ce type de probleme, on procede de maniere itérative. En dehors de
I'équilibre, p # f(H(p)) et par convention, on note p,, = f(H(py,)). On part d'une
configuration initiale de charges (et de moments) atomiques pi(g)

p(()?l)t. Au pas suivant on utilise comme charge d’entrée pi(i)
jusqua ce que :

, et on calcule la charge
_ 50 On réitere 1
= Pout- On réitere le processus

F(pl) = |p%) — pi| <, (B.2)

ou n est le critere de convergence souhaité.

En général, ce schéma itératif ne converge pas et la charge finit par diverger ou osciller
entre deux valeurs. Pour la stabilité de I’algorithme, il est nécessaire d’utiliser comme charge
d’entrée au pas n + 1 un mélange des charges obtenues aux pas précédents.

Mélange simple

Une premiere idée consiste a réinjecter a chaque itération une combinaison linéaire des
charges d’entrée et de sortie du pas précédent. Ainsi la charge d’entrée utilisée au pas n+ 1
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est donnée par

o = (L= a)pl +apy = pl) +aF™, (B.3)

ot F™ = p™ — p™ Lefficacité de cette méthode est pilotée par :

— Le parametre « compris entre 0 et 1 : si a est trop proche de 1, 'algorithme est
instable et a de fortes chances de diverger; inversement un parametre trop faible
fournit un algorithme stable mais ralentit considérablement la convergence. Le choix
de a Le choix optimal dépend du type de systeme étudié.

— La charge initiale pi(r?) : plus la charge de départ est proche de la charge d’équilibre,
plus I'algorithme a des chances de converger.

Mélange de Broyden

On peut améliorer considérablement la convergence en utilisant une méthode de mé-
lange plus élaborée. Dans nos calculs, on a utilisé la méthode de Broyden modifiée proposée
par Vanderbilt et Louie [126] . On remarque que la charge d’équilibre est un zéro de la
fonction F. Elle peut donc étre calculée par la méthode de Newton a I’aide du jacobien J
de F. Dans notre cas, on ne connait pas la forme exacte de la fonction F' et on doit donc
se contenter d'une approximation du jacobien calculée a partir des charges obtenues dans
I’ensemble des itérations précédentes. La charge au pas n + 1 est donnée par

pint = pl) — GWEF™), (B.4)
oit G = (J™)~1 et J™ est I'approximation du jacobien au pas n. Dans la pratique, le
calcul peut étre effectué sans qu’il ne soit nécessaire de stocker ou d’inverser la matrice
J[127]. Le cott en taille mémoire et en temps de calcul est alors négligeable. Le mélange de
Broyden est relativement stable et beaucoup plus rapide que le mélange simple. Néanmoins,
nos calculs ont montré que, pour certains systemes magnétiques non-colinéaires contenant
un grand nombre d’atomes, la méthode de Broyden diverge. Il est alors nécessaire d’amorcer
le mélange avec quelques itérations au cours desquelles ont réalise un mélange simple.

Pour montrer le gain d’efficacité induit par la méthode de Broyden, on a calculé la
structure électronique d’un empilement de 11 plans atomiques de fer BCC (001) avec les
deux types de mélange. Sur la figure B.1 on a reporté la charge et ’énergie obtenues au
cours des itérations. La supériorité de la méthode de Broyden apparait clairement. Il faut
plus de 60 itérations avec le mélange simple pour atteindre la convergence obtenue en 25
pas avec le mélange de Broyden. On remarque que la méthode de Broyden converge par
"sauts” successifs quand le mélange simple présente une convergence quasi linéaire (pour
'énergie).

Notons qu’ils existent d’autre méthodes de mélange. Pour une revue détaillée, on se
reportera a l'article de Eyert [128].
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Fig. B.1: Convergence de la charge (& gauche) et de I’énergie (a droite) au cours des itérations
lors du calcul de la structure de bandes d’une surface de fer BCC (001). Comparaison
du mélange simple (en rouge) et du mélange de Broyden (en noir).






ANNEXE C

Moment orbital et couplage
spin-orbite dans une base d’orbitales

d

L’opérateur de moment orbital est un opérateur vectoriel :

x 0/0x
L=trAp=—i|ly |A| 0/0y |. (C.1)
2 0/0z

On cherche a calculer les éléments de matrice de ses trois composantes dans une base de
spin-orbitales d localisées sur un site. Pour la composante L., on a par exemple :

OolCalue’) = =i [ onale) (g2 = ) oy (©2)

Par orthogonalité de la base de spin, seuls les termes ot ¢ = ¢’ sont non nuls. En utilisant
la forme analytique des orbitales, on peut alors calculer la représentation matricielle des
trois composantes de £ dans la base (dyy, dys, dyz, dy2—y2, d,2) -

0 0 —i 0 0
0 0 0 —i —iV3

(MNo|Lylpo)y=1 ¢ 0 0 0 0 (C.3)
0 i 0 0 0
0 W3 0 0 0
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0 i 0 0 0
—i 0 0 0 0

(\a|L,|puo) 0 0 0 —i iV/3 (C.4)
0 0 i 0 0
0 0 —v3 0 0
0 0 0 2 0
0 0 ¢ 0 0

(Ao |L.|uo) = 0 — 0 0 0 (C.5)
-2 0 0 0 0

0O 0 0 0 0

A partir de ces matrices, on peut dériver la matrice de couplage spin-orbite, d’éléments

Ao |L.S|io") = (Mo|Lo.Sulfio’) + (No|Ly.S, |0’ + (Aol L..S.lao’),  (C.6)

oil |A) est la partie angulaire de I'orbitale A et S I'opérateur de moment de spin. Dans la
base de spin dont I’axe de quantification est selon z, & est de la forme

1 %
S = 5 O'y s (C?)
o

ol 0, 0y et 0, sont les matrices de Pauli (cf. formule 1.104) Si I’axe de quantification de la
base de spin est selon une direction z” quelconque, définie par les angles 0 et ¢ (cf. figure
1.7), l'opérateur S dans la base de départ s’obtient apres rotation des matrices de Pauli
a l'aide de la matrice R(6,¢) (cf. formule 1.105). Les éléments de matrice du couplage
spin-orbite, dans une base de spin-orbitales ol 'axe de quantification orbitale est selon z
et axe de quantification de spin est selon z”, sont alors donnés par :

(ATILS|aT) =
| 0 %singbsin@ %c{osqﬁsin@ ' 1 cos 0
S sin¢sin @ 0 5 cos 0 S cos ¢sind “[ cos ¢ sin 6 (C.8)
% cos ¢ sin 6 %l cosf 0 %l sin ¢ sin ¢ “[ sin ¢ sin 6 , .
—icosf i 5 COS ¢ sin ¢ ¥sin¢sin9 0 0
0 2‘[ cos ¢ sin 6 “[ sin ¢ sin 6 0 0
0 M@0 lg0.6)  —ismb 0
) ~3f@.0) 0 Ssing  39(6,0)  Lg(6,0)
ATILSlal) = | —1g(6,0)  Lsind 0 —3f(6.0) $f(0.6)
ising —lg(¢.6)  L1f(6.0) 0 0
0 —%g(e,0) —f(e,0) 0 0
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ou f(¢,0) = cos¢ + isingcosf et g(¢p,0) = sing — icos¢pcosh. Les autres blocs de la
matrice (10 x 10) de couplage spin-orbite sont obtenus a partir des relations :

ALILSaT) = ~(AT|CS|al) (C.10)
ALICSal) = (A TICSlatT) (C.11)

Notons que nous avons calculé ici la matrice de couplage spin-orbite dans la base de spin
orientée selon z”, c’est a dire selon la direction du moment magnétique. Cette formulation
est nécessaire lorsqu’on souhaite réaliser une étude en perturbation du couplage spin-orbite
(cf. annexe D). Dans nos calculs liaisons fortes, on se place toujours dans la base de spin
orientée selon 'axe z. La matrice de couplage spin-orbite est alors donnée par les formules
C.8 et C.9 pour 6 = ¢ = 0, quelque soit la direction de 'aimantation.

Enfin, on rappelle la relation suivante, dérivée par Bruno[91] :

Re[(A 1 [£.8 )i | 1L.SIX 1))+ (AT LS| 1) (i 1 1ESIN 1) =Cst. (C.12)






ANNEXE D

Energie d’anisotropie
magnétocristalline et moment orbital
dans la théorie des perturbations

Dans le fer, le couplage spin-orbite est relativement faible ({50 = 0.06eV). Il peut donc
étre traité en perturbation. Ce traitement perturbatif apporte de nombreuse informations
sur le lien entre anisotropie magnétique et couplage spin-orbite.

On se place dans une base orthogonale de spin-orbitales d réelles |iAo). La correction
au premier ordre de ’énergie est donnée par :

AEW = Z (no|Hso|no), (D.1)

Tno OcCC.

ou |no) est un état non perturbé de spin o et d’énergie EY
|no) = Z MU "liXo). (D.2)

Donc

AEW = &0 Z \o|L.S|ic) > cre. (D.3)

o
’L no occ.
Or, pour chaque spin, la matrice <)\a|£.8 |fio) est imaginaire (cf. annexe C). Le terme de
premier ordre est donc nul.
La perturbation au second ordre de 'énergie est donnée par :

@ _ (no|Hgo|no')(no'| Hgolno)
AE® = " e . (D.4)

no occ.
no’ non occ.
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D. COUPLAGE SPIN-ORBITE EN PERTURBATIONS

Ce qui conduit a :

AB? = 20 S (ol S|\ (1o \ESIN) S L p N0 0), (D)
)\,LL)\/,/.L/ ij
ot (0)AN (0)pp
Ep /
P (B)pit ()
L\, N " = dF dE't9e ijo’ D.6
]( y 1y uluao-?a> /OO /EF E_ E ) ( )
et

(0 )\)\’ Z C(O)nC(O)n E E(O)) (D?)

UU iAo ipo

L’anisotropie magnétique du terme de second ordre est donc le produit d’un terme angulaire
quadratique et d'un terme lié a la structure de bandes et a son remplissage. En utilisant
les relations entres les éléments de matrice de £.8 rappelées dans ’annexe C, on obtient

AE® = Terme isotrope
- fgo Z <5\ T “C’S’ﬂ T><5\I T ‘LS‘E\/ T> Z Ua/[ij()UM?)\/?H/aUa OJ)

AN ! ij,o0’

_ Z AE®

(D.8)

ou AEl@) est la contribution de I’atome ¢ a 1’énergie de perturbation.
On considere maintenant la projection du moment orbital le long de la direction de
I'aimantation (2”). L’opérateur associé se décompose dans une base non-orthogonale sous

la forme :
Z liAa) [L,m] (iAo. (D.9)

iAo

Dans la théorie de perturbation, on a :

<7’LU|£Z//¢‘TL/J,> <n/0/’Hso‘nJ>
(Lori) = — Z 20 0 +c.c.. (D.10)

n’c’ non occ.

En substituant les équations D.9 et D.2 pour L.+; et |no) dans I’équation précédente, on
obtient :

(Lori) = =260 Y > (NolLonlao)(Ho|L.8|Na) > Lj(A\ N, 0,0).  (D.11)

pNp! o J

Enfin, en notant que [L.»], , = 20(\a|L.8|jic) (cf. annexe C), on obtient :

(L) = —4&so Y Y oATILSIENE TILSIN D LA N, il 0,0). (D.12)

AuNy' o 7
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En comparant les équations D.8 et D.12, on remarque que AEZ.(Q) et (L,n;) présentent
des similarités. Seul un terme de spin-flip (o # ¢’) présent dans AEZ-(Q) n’apparait pas dans
(L.n;). Cependant, quand 1’échange magnétique est suffisamment élevé pour que la bande
de spin T soit remplie, la contribution de spin-flip devient négligeable. Dans ce cas, pour
chaque site i, les anisotropies de AEZ@) et (L,»;) sont proportionnelles :

Cette formule a déja été dérivée par Bruno [90] pour des plans atomiques FCC avec un
atome par maille.






ANNEXE E

Calcul des fonctions de Green de
surface

Modélisation du systeme

Chaque électrode est semi-infinie périodique. Elle peut donc étre construite a partir
d’une couche principale répétée périodiquement (voir figure E.1). On choisit cette couche
principale suffisamment large pour qu’elle ne soit en interaction qu’avec les deux couches
directement adjacentes.

:Hl HO Hl HO Hl HO
'S, 1SolS,1SylS,! Sy

Fig. E.1: Chaque électrode peut étre vue comme une répitition semi-infinie de couches iden-
tiques.
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L’hamiltonien de I’électrode « peut alors s’écrire :

H, HL 0 0
H H, H 0
0 Hl H, H
0 0 H H,

(E.1)

ou Hy est I’hamiltonien de la couche principale et H; est la matrice de saut entre deux
couches successives. La matrice de recouvrement S, de I’électrode a la méme forme. Hj et
H, sont des matrices de taille n, x n, ou n, est le nombre d’orbitales atomiques dans la
couche principale de 1'électrode a.

On doit calculer la fonction de Green de surface uniquement sur les atomes qui sont en
contact avec la partie centrale du systeme (C'). Donc on se contente de calculer la fonction
de Green de surface sur la derniére couche (noté S sur la figure E.1), qui est la seule couche
en contact avec la partie centrale. Il s’agit de la matrice g> de taille n,, x n, définie par la

relation :
ES,—H, ES,-H, 0 "
ES| —H! ES,-H, ES,-H,
0 ES! —H! ES,-H, (5.2)
. L _ I,, 0 0
Gsfl Gsfls 0 In 0
GSS-1 g8 0 0 I,

Méthode itérative

Si on ajoute une couche (indexée par S+ 1) au systeme, on peut calculer la fonction de
Green de surface g5t (E) du nouveau systéme a partir de la fonction de Green de surface

gJ de I'ancien systéme et des hamiltoniens Hy and Hy, a I'aide de I’équation de Dyson :
g™ (E) = (ESy — Hy — (ES] ~ H])g(E)(ES, — Hy)) (E:3)

Mais, a cause de la périodicité et du caractere semi-infini du systeme, 'ajout d’une
couche ne change pas la fonction de Green sur la couche de surface, et donc g5 ™(FE) =

g3 (E).La fonction de Green de surface est donc solution de I’équation matricielle
gl(F) = (BSy — Hy — (ES| — H)g3(E)(ES, — Hy)) (E.4)

Cette équation peut étre résolue de maniere itérative. La convergence peut étre atteinte
rapidement en utilisant le schéma itératif proposé par Lépez Sancho [129].
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Cette méthode est stable mais relativement lente : chaque itération requiert plusieurs
inversions et multiplications de matrices de la taille de Hy. Pour cette méthode on doit
nécessairement avoir 1 différent de 0 (Z = E + in).

Méthode semi-analytique

La fonction de Green de surface est calculée analytiquement a partir des canaux de
conduction de I'électrode [130]. L’équation de Schrodinger au sein d’une électrode est de
la forme

Hovp, + Hivp, ) + Hi',_, = By, (E.5)

ol ¥, est le vecteur colonne correspondant a la couche principale d'index Z. L’électrode
est périodique selon la direction z. L’équation de Schrédinger peut donc étre résolue en
introduisant I’état de Bloch

Y, =VNe* g, . (E.6)

En substituant cette formulation dans I’équation E.5, on obtient
(Ho + Hye* + Hy'e ™ — E) ¢, = 0. (E.7)

Le vecteur ¢@,_ correspond alors a la décomposition dans la base liaisons fortes du mode
de vecteur d’onde k.. Il est facile de vérifier que pour une énergie E, I'ensemble des e'*:
et des 1), du systeme sont respectivement les valeurs propres et les vecteurs propres de la
matrice de taille 2N x 2N

" ( ~H, '(Ho - ESy) —H; 'H,! )

. 0 (E.8)

La diagonalisation de cette matrice fournit 2N modes propres [ de vecteur d’onde k;. k;
est a priori complexe. Un vecteur k; réel correspond a un mode propagatif. Un vecteur
d’onde k; ayant une partie imaginaire non nulle correspond a un mode non propagatif. Par
ailleurs si e*# est un vecteur propre de H, e = I'est aussi et donc pour chaque mode se
propageant vers la droite, il existe un mode se propageant vers la gauche avec un vecteur
d’onde opposé. On sépare ces deux types de mode et on note k; le mode [ se propageant
vers la gauche et k; le mode [ se propageant vers la droite.

On peut montrer que les fonctions de Green de surface gauche et droite sont alors
données par la formule

—ik ~t i ~t —
g = [I—qukhe "y iy | V7 (E.9)
Lh
et
i 1 —ik n —
gl = [I—qukhe’“hqbkhqbkle b | VT, (E.10)
Lh
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ou

—i ~T _ik ~t
V=Y ¢,y — by, (B.11)
l

et ou l'ensemble des vecteurs qz;k est défini comme le dual de ’ensemble des vecteurs ¢,
par ~ _

G, O, = Pr, 05, = Olh. (E.12)

Cette méthode a l'avantage de pouvoir s’effectuer a n nul et d’étre plus rapide que la

méthode itérative. Néanmoins elle nécessite l'inversion de la matrice H; et est de ce fait

beaucoup moins stable. Notons que Rocha et al. ont mis au point une technique permettant

de contourner ce probleme tout en réduisant le nombre de degres de liberté du systeme
[42].
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Symboles et notations

Constantes fondamentales

h constante de Planck

h h/2m

m masse de 1’électron

e charge de 1’électron

Go = €e*/h quantum de conductance

pup = eh/2m magnéton de Bohr

Autres grandeurs

e

HMAT

résistance
résistivité
conductance
conductivité
vecteur d’onde
hamiltonien
recouvrement
fonction de Fermi
densité électronique
densité d’états
fonction de Green (retardée)
self-energy

6.626 x 1073* Js
1.055 x 1073* Js
9.11 x 103! kg
1.602 x 10719 C
38.7x107% 0
9.274 x 107%* Am?

Unité

ohm ()

Om

siemens (U)
U/m

m-!
electron-volt (eV)
sans dimension
sans dimension
eVt

eV !

eVt

eVt

probabilité de transmission électronique sans dimension

fonction delta de Dirac
delta de Kronecker
niveau de Fermi

sans dimension
sans dimension

eV
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SYMBOLES ET NOTATIONS

Notations matricielles

lixo)
[iXo)
A
A

A
¥

B SS

Fonction d’onde de la base liaison forte (LF)
Fonction d’onde de la base duale a la base LF
Opérateur

Matrice de I'opérateur A dans la base LF

Matrice de I'opérateur A dans la base duale

Vecteur de la fonction d’onde [¢) dans la base LF
Vecteur de la fonction d’onde [¢)) dans la base duale
Transposé conjugué

Liste des abréviations

AF
AMR
BCC
BMR
DFT
FCC
FM
GGA
GMR
HF
HS
LDA
LF
LS
NL
NM
PO
SO
B

Antiferromagnétique

Magnétorésistance anisotrope (Anisotropic MagnetoResistance)
Cubique centré (Body Centered Cubic)

Magnétorésistance balistique (Ballistic MagnetoResistance)

Théorie de la fonctionnelle de la densité (Density Functional Theory)
Cubique face centrée (Face Centered Cubic)

Ferromagnétique

Approximation du gradient généralisé (Generalized Gradient Approximation)

Magnétorésistance géante (Giant MagnetoResistance)
Hartree-Fock

Etat de haut spin (High Spin)

Approximation de la densité locale (Local Density Approxiamtion)
Liaisons fortes

Etat de bas spin (Low Spin)

Neutralité locale

Non magnétique

Polarisation orbitale

Spin-orbite

Liaisons fortes (Tight Binding)

TBGGA  Modele liaisons fortes avec des parametres issus de calculs GGA

TBHF

Modele liaisons fortes + modele d’interactions de type Hartree-Fock

TBLDA  Modele liaisons fortes avec des parametres issus de calculs LDA
TBStoner Modele liaisons fortes + modele d’interactions de type Stoner
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Transport électronique polarisé en spin dans les contacts ato-
miques de fer

Cette these est consacrée a I’étude théorique du transport électronique dans les contacts
atomiques magnétiques. L’objectif principal est d’expliquer la magnétorésistance aniso-
trope géante mesurée expérimentalement dans les jonctions a cassure de fer. Dans ce but,
on a développé une méthode de calcul de la conductance des nanostructures magnétiques.
Dans un premier temps, la structure électronique du contact est déterminée de maniere
autocohérente dans une base d’orbitales atomiques spd a l'aide d’'un modele de liaisons
fortes étendu au magnétisme. Les propriétés magnétiques sont décrites a 1’échelle atomique
par un modele d’interaction inter-électronique. Deux modeles d’interactions sont compa-
rés : un modele simple de type Stoner et un modele plus complet de type Hartree-Fock
développé pour reproduire les effets de polarisation orbitale susceptibles d’apparaitre au
niveau du contact. Pour permettre la description de I'anisotropie magnétique du systeme,
on prend aussi en compte le magnétisme non-colinéaire et le couplage spin-orbite. Dans un
second temps, les propriétés de transport électroniques du systeme sont déterminées dans
le formalisme de Landauer. Dans cette approximation, la conductance est directement pro-
portionnelle a la probabilité de transmission des électrons qui est calculée a partir de la
fonction de Green du systeme. Cette méthode de calcul est appliquée a I’étude de la ma-
gnétorésistance anisotrope des contacts de fer. Les résultats révelent le role prépondérant
joué par la géométrie du contact et par les effets de polarisation orbitale.

Spin-dependent electron transport in iron atomic contact

This thesis is dedicated to the theoretical study of spin-dependent transport in atomic
contact. The main objective is to understand the giant anisotropic magnetoresistance ex-
perimentally measured in iron break junctions. On this purpose, we developed a method
to calculate electron transport properties in magnetic nanostructures. The calculation is
performed in two steps. First the electronic structure of the contact is determined in a basis
of atomic orbitals spd using a tight-binding model extended to include magnetism. The
magnetic properties are described at the atomic scale using an interelectronic interaction
Hamiltonian. Two interaction models are compared : a simple Stoner-like model and a
more complete Hartree-Fock model, developed to reproduce the orbital polarization effects
which appear in one-dimensional nanostructure. To describe the magnetic anisotropy, non-
collinear magnetism and spin-orbit coupling are taken in account. In the second step, the
electron transport properties are derived in the Landauer formalism. In this approach, the
transport of electron is supposed to be coherent and elastic. The conductance is directly
proportional to the transmission probability of electrons through the contact. This trans-
mission is calculated from the Green function of the system. This method is applied to the
study of magnetoresistance in iron atomic contact. Several contact geometries, from the
monatomic wire to realistic systems, are compared. The results reveal the importance of
contact geometry and orbital polarization.



	Remerciements
	Table des Matières
	Introduction
	Le magnétisme en liaisons fortes
	Modèle des liaisons fortes
	Formulation
	Grandeurs locales
	Neutralité locale

	Magnétisme de spin et orbital
	Modèle de Stoner
	Magnétisme dans l'approximation des liaisons fortes
	Magnétisme non-colinéaire
	Couplage spin-orbite
	Moment orbital
	Spirale de spin


	Le magnétisme du fer
	Détermination des paramètres du fer
	Paramètres liaisons fortes
	Paramètre de Stoner
	Paramètre de couplage spin-orbite

	Du volume au fil
	Volume
	Surface
	Fil monoatomique

	Couplage spin-orbite
	Anisotropie magnétique
	Moment orbital
	Lien entre énergie d'anisotropie magnétique et anisotropie du moment orbital


	Les effets de polarisation orbitale
	La polarisation orbitale
	Le moment orbital dans les modèles standards
	Limite atomique et règles de Hund

	L'approximation de Hartree-Fock
	Formulation
	Les intégrales de Coulomb intra-atomique
	Les approximations possibles

	Application au fer: du volume au fil 
	Détermination des paramètres U,J et B
	Etude du fer en volume
	Etude des surfaces (001) et (110)
	Etude du fil monoatomique


	Transport électronique
	Régime diffusif ou balistique?
	Formalisme de Landauer
	Modélisation du système
	Probabilité de transmission
	Courant
	Réponse linéaire

	Méthode des fonctions de Green
	Découpage du système
	Fonction de Green
	Réponse du système
	Populations et courants
	Canaux de conduction

	Implémentation du calcul
	Description des électrodes
	Détermination de l'hamiltonien
	Définition du niveau de Fermi

	Quelques exemples simples
	Défaut géométrique dans un fil
	Effet des contacts


	Transport polarisé en spin
	Magnétorésistance
	Résistance d'une paroi magnétique
	Magnétorésistance anisotrope dans les contacts atomiques
	Le modèle du fil parfait
	Systèmes réalistes


	Conclusion
	Mécanique quantique en base non-orthogonale
	Méthode de convergence
	Moment orbital et couplage spin-orbite
	Couplage spin-orbite en perturbations
	Calcul des fonctions de Green de surface
	Publications
	Symboles et notations
	Bibliographie
	Index

