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Abstract

Dans cette thèse je démontre que la théorie des corrections quantiques à

la conductivité, issues de la localisation faible et de l’interaction entre les

électrons, donne une description raisonnable des caractéristiques de trans-

port de charge dans les couches polycristallines de SnO2 du côté métallique

de la transition métal-isolant.

Les données expérimentales, obtenues aux basses températures (T = 1.8-

50 K) et en champs magnétiques statiques et pulsés (jusqu’à 52 Tesla),

sont analysées dans le cadre du régime de localisation faible, ainsi que dans

le cadre du régime de forte localisation. Parallèlement à la discussion des

mécanismes du transport de charge électrique dans les couches désordonnées

de SnO2, je présente l’aperçu des approches théoriques, développées pour la

description de ces mécanismes, et leurs limites. Les méthodes pour l’extrac-

tion des corrections quantiques à la conductivité, issues de la localisation

faible et de l’interaction électron-électron, sont critiquement considérées.

Nos résultats supposent que :

– le mécanisme principal du déphasage des électrons est la dispersion électron-

électron avec un petit transfert d’énergie [Altshuler & Aronov (1985);

Altshuler et al. (1982)].

– aux champs magnétiques forts, quandB ≫ Btr ≡ ~/(4eDτ), la dépendance

de la conductivité en fonction de la température est gouvernée par les

corrections quantiques issues de l’interaction entre les électrons (dans la

gamme T = 2 − 15 K). Pour les échantillons étudiés : Btr ≈ 0.3 Tesla,

kF l ≈ 10.
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administratives.

Je suis très reconnaissant envers les membres du jury, Roger Aulombard,

Henri Mariette, Marc Respaud, Nikolai Poklonski et Michel Goiran, d’avoir

bien voulu juger ce travail.

Je remercie Grigory Minkov, Ralph Rosenbaum, et Alexandr Kuntsevich

pour les discussions inestimables portant sur la physique concernant nos

mesures. Je suis infiniement reconnaissant à Grigory Minkov d’avoir accepté

de passer beaucoup de temps avec moi pour me faire partager par internet

son immense connaissance du phénomène de localisation faible.



Je remercie sincèrement Vladimir Rylkov, Rustem Lyubovskii, Sébastien
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1.1 Idées générales de la structure et propriétés de la matière dans l’état
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en fonction de la température de recuit. . . . . . . . . . . . . . . . . . . 104
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en fonction de la vitesse du changement du champ magnétique. (échantillon :
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7.2 Dépendance de la résistivité en fonction de la température d’une couche
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7.19 Dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en fonction
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Introduction

1.1 Idées générales de la structure et propriétés de la

matière dans l’état condensé

Les propriétés de la matière dans l’état condensé jouent un rôle très important pour

l’humanité. Les propriétés électroniques gouvernent certains dispositifs de transfert

et de stockage de l’information et d’énergie. La compréhension de ces dispositifs est

fortement reliée à la compréhension des propriétés de la matière dans l’état condensé et

des processus microscopiques qui se réalisent dans cet état. L’apparition de la théorie

quantique dans les années 20 du XXième siècle a été suivie par un progrès énorme de

la technologie qui, à son tour, a conduit à des nouvelles découvertes fondamentales.

L’application des méthodes de la mécanique quantique au domaine de la physique de

l’état condensé, notamment dans le cadre du modèle de Drude-Sommerfeld [Sommerfeld

(1928)], a permis d’expliquer et de décrire différents résultats expérimentaux, tels que :

– la conduction électrique des métaux

– la lois de Wiedemann-Franz

– la dépendance en fonction de la température de la chaleur spécifique

– l’emission thermique des électrons

– la forme de la fonction de la densité d’états des électrons

– les valeurs d’énergie de couplage des électrons

Pourtant, certaines propriétés des métaux (conductivité aux basses températures,

supraconductivité, effet Hall quantique) ne pouvaient pas expliquées autrement qu’en

tenant compte des effets provenants d’interaction entre les particules. Il a fallu développer
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1. INTRODUCTION

les méthodes de la théorie quantique des champs et les adapter à la description de la

matière dans l’état condensé, ce qui est équivalent au problème à plusieurs corps Abri-

kosov et al. (1975); Galitsky & Migdal (1958); Martin & Schwinger (1959).

Un autre domaine d’application des méthodes de la théorie quantique des champs

est la physique des matériaux désordonnés de dimensions réduites. La tendance à la

miniaturisation des appareils électroniques a conduit à la nécessité d’étudier et de

comprendre le régime diffusif du transport électronique - un régime où les effets (to-

talement quantiques) provenant d’interférence et d’interaction apparaissent. Dans les

années 1980, la formulation de la théorie d’échelle à un paramètre a permis d’expliquer

de nombreux effets et résultats d’expériences obtenus pour les systèmes de dimensions

réduites et pour des systèmes désordonnés [Altshuler & Aronov (1985); Lee & Ra-

makrishnan (1985); Rammer & Smith (1986)] ; l’effet de localisation faible trouve une

explication dans le cadre de l’approche à un électron, tandis que les effets provenant de

l’interaction se manifestent dans les corrections à la densité d’états et mécanismes du

déphasage et peuvent être pris en compte dans le cadre de la théorie de perturbation

Rammer (1991). La théorie d’échelle à un paramètre conduit à conclure que tous les

états électroniques dans un système à deux dimensions sont localisés à température

nulle et, donc, qu’il n’y a pas de métaux à deux dimensions [Abrahams et al. (1979)].

Le développement des technologies de fabrication des structures semiconductrices

dans les décennies suivantes a permis d’obtenir les systèmes bi-dimensionnels caractérisés

par de grandes valeurs de mobilité des porteurs de charge électrique. Dans ces struc-

tures, notamment dans les hétérostructures de haute qualité et dans les couches in-

versées de Si, l’état (et le comportement) métallique aux basses températures a été

découvert. Cette découverte a mise en doute l’adéquation de la théorie d’échelle à un

paramètre et a ouvert la voie au développement d’une théorie qui prend en compte les

effets d’interactions entre les électrons [Abrahams et al. (2001); Hwang (2003); Pudalov

(1998b, 2006)].

Le désordre dans les systèmes électroniques est décrit d’habitude par la relation de

Ioffe-Regel kF l [Mott & Davis (1979a)]. Pour de bons conducteurs kF l ≫ 1, c’est-à-dire

que la longueur de de Broglie d’une particule (λ) est beaucoup plus grande que le libre

parcours moyen (l) et le mouvement de cette particule entre les évènements de diffusion

peut être décrit par l’équation classique [Altshuler & Aronov (1985)]. Pourtant, même

pour des systèmes où λ≪ l, les corrections provenants des effets quantiques ne sont pas
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négligeables et ils se manifestent dans les dépendances de la conductance en fonction de

la température, du champs magnétique et des dimensions des échantillons [Abrahams

et al. (1979); Anderson et al. (1979)]. Pour les systèmes caractérisés par des valeurs

intermédiaires de la conductance g ∼ e2

~
où kF l & 1, c’est-à-dire où la densité d’états

électroniques est faible, les résultats expérimentaux peuvent aussi être décrits dans le

cadre de la théorie qui a été initialement développée pour kF l ≫ 1, sous la condition

que l’on prenne en compte les corrections provenant de la “deuxième boucle”Minkov

et al. (2004, 2010). Quand le désordre augmente, les états électroniques deviennent

localisés [Anderson (1958)] et la transition métal-isolant peut avoir lieu [Mott (1990)].

Dans le régime isolant, le transfert des électrons est réalisé par “sauts”entre les

états localisés au voisinage du niveau de Fermi à basse température [Ionov & Shlimak

(1991); Mott (1990); Shklovskii & Efros (1984)]. La théorie du transport au moyen des

“sauts”(hopping transport) a été développée d’une façon très différente de celle qui

avait été adoptée pour les métaux désordonnés. Au lieu d’appliquer les méthodes de la

théorie quantique des champs, une autre approche a été développé sur la base du réseau

équivalent des résistances (réseau de Miller-Abrahams, voir Miller & Abrahams (1960))

en partant d’états localisés et en appliquant la théorie de percolation [Ambegaokar et al.

(1971); Mott (1967); Shklovskii & Efros (1984)]. Cette approche a eu un grand succès

parce qu’elle permettait d’expliquer un grand nombre d’observations expérimentales

et, en particulier, les dépendances de la résistance en fonction de la température et du

champ magnétique. Les effets d’interaction entre les électrons ont été pris en compte

par Shklovskii & Efros (1984) par l’introduction d’un gap coulombien dans la densité

d’états au voisinage du niveau de Fermi, ce qui s’est traduit par le changement du

paramètre de l’exposant dans la relation donnant la dépendance de la résistance en

fonction de la température (ρ(T ) = ρ0 · exp[(T0/T )1/n]).

Pourtant déjà dans les années 1980, pour certains systèmes isolants, où le transport

se réalise par moyens des sauts (hopping), la magnétorésistance négative a été mise

en évidence [Hartstein et al. (1983); Laiko et al. (1987); Ovadyahu (1986); Ovadyahu

& Imry (1983)]. Ce fait parut bizarre parce qu’il se trouvait en contradiction avec des

idées qu’un champ magnétique extérieur doit contribuer à la localisation des électrons

(selon Shklovskii et Efros, les fonctions d’ondes des électrons localisés devraient se

rétrécir dans un champ magnétique, ce qui conduit à la diminution de la probabilité

de conduction par effet tunnel entre états localisés). Afin d’expliquer ce fait, on a
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cherché à appliquer la théorie quantique des champs et le modèle de diffusion aux

systèmes fortement désordonnés Medina & Kardar (1992); Shklovskii & Pollak (1991). Il

n’existe pas actuellement un modèle général pour la description d’un système fortement

désordonné (où le transport de charge se réalise par sauts) en présence d’un champ

magnétique extérieur. Certains auteurs supposent que la magnétorésistance négative

dans le régime de saut à distance variable (variable range hopping, VRH) est due aux

inclusions de phase métallique dans l’isolant, les processus des sauts étant décrits par des

trajets qui passent à travers ces “gouttes”de phase métallique [Ionov & Shlimak (1991)].

En tout cas il s’agit plutôt d’un prosessus de diffusion particulier, ce qui trouve un point

commun avec le modèle d’un métal désordonné. On peut donc constater un certain

rapprochement entre les systèmes à deux dimensions qui montrent un comportement

explicitement métallique (avec les effets d’interaction) et les systèmes explicitement

isolants (où le régime VRH se réalise) où la magnétorésistance négative est observée.

Ainsi, les propriétés d’un système électronique sont largement déterminées par le jeu

de trois facteurs : désordre, interaction et dimensionalité.

Comme on l’a dit plus haut, le paramètre kF l peut, en général, caractériser le

degré du désordre. Regardons maintenant quel paramètre pourrait caractériser le degré

d’interaction entre les électrons.

Pour les systèmes à deux dimensions le degré d’interaction entre les électrons, rs,

est caractérisé par la relation de l’énergie d’interaction

Ee−e ∼
e2

ε
(πn)1/2 (1.1)

à l’énergie de Fermi [Abrahams et al. (2001); Pudalov (2006)]

EF =
π~2n

2m∗
, (1.2)

ce qui donne

rs =
Ee−e

EF
=

e22m

επ1/2~2n1/2
∝ n−1/2, (1.3)

où n est la concentration des électrons. Ainsi, pour des systèmes plus purs, une concen-

tration plus faible peut être atteinte dans un régime métallique et, donc, une interac-

tion entre électrons plus forte peut se manifester. Ainsi, pour les Si MOSFETs, rs & 10

généralement Abrahams et al. (2001). Le comportement métallique de ces systèmes
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à deux dimensions (hétérostructures de haute qualité et couches inversées de Si) est

attribué à l’interaction électron-électron [Pudalov (2006)]. Prenant (kF l)
−1/2 comme

degré du désordre et rs = Ee−e

EF
comme degré d’interaction électron-électron, nous pou-

vons tenter une classification des systèmes électroniques (Figure (1.1)).

Sur la Figure (1.1) chaque point correspond à un système particulier :

– n− Si MOS Pudalov (1998a)

– InGaS/InP QW Studenikin (2003)

– couches minces de cuivre Van den dries et al. (1981)

– GaAs Hwang (2003)

– Si−MOS Pudalov (1998b)

– Si−MOS Bishop et al. (1980)

– Si couches inversées Borzdov & Petrovich (1997)

– GaAs/AlGaAs Miller et al. (2003)

– Si−MOS Bishop et al. (1982)

– Si−MOS Kravchenko et al. (1995)

– Si couches inversées Pudalov (2006)

– GaAsQW Simmons et al. (2000)

Comme le désordre s’accrôıt, la localisation de Anderson se réalise. Pour les métaux

faiblement désordonnés, l’effet de localisation faible se manifeste par la dépendence de la

conductivité en fonction de la température σ(T ) ∼ ln(T ) et par une magnétorésistance

négative. Dans ce régime, les interactions entre les électrons se manifestent dans les

mécanismes du déphasage ou dans certain comportement inhérent aux métaux. Dans

le régime de fort désordre, pour les isolants (par exemple - semiconducteurs dopés) le

transfert de charge se réalise par sauts [Shklovskii & Efros (1984)](mécanisme de Mott

ou de Efros-Shklovskii, s’il est nécessaire de prendre en compte les interactions entre

les électrons en introduisant un gap de Coulomb dans la densité d’états au voisinage du

niveau de Fermi). Pour des systèmes purs (sans désordre), caractérisés par rs ∼ 37± 5

la cristallisation Wigner des électrons a été prédite par Tanatar & Ceperley (1989).

Une suppression de la supraconductivité induite par le désordre peut avoir lieu pour

certains valeurs de rs [Belitz & Kirkpatrick (1998); Kirkpatrick & Belitz (1992)]. Dans

le cas des métaux bi-dimensionnels désordonnés, dans l’état “non-Fermi”des électrons,

les interactions peuvent empêcher la localisation [Chakravarty et al. (1998); Dobro-

savljević et al. (1997)]. Malgré un grand nombre de travaux consacrés à la localisation
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Fig. 1.1: Diagramme de phase des systèmes électroniques - Une classification

des systèmes électroniques bi-dimensionnels en coordonnées “désordre - interaction”(WL

- weak localization - localisation faible ; ES-VRH - Efros-Shklovskii Variable Range Hop-

ping).
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1.1 Idées générales de la structure et propriétés de la matière dans l’état
condensé

d’Anderson et la transition métal-isolant, il n’existe pas de théorie complète, y compris

dans l’approche à un électron (one-electron approach) [Ramakrishnan (1995)]. Cette

difficulté est due au fait que le seuil de mobilité des électrons se trouve dans le domaine

du fort couplage, ce qui rend l’application de la théorie des perturbations impossible

(voir Figure (1.2)) [Sadovskii (2006)].

EF

-Esc Esc e

weak
coupling

strong
coupling

g(e)~e

mobility edge

ec

DOS tail

Ec EFe=D0

quantique approximation
du diffuson

ergodique

e

ballistique
diffusion
libre

h/te

Fig. 1.2: Echelles caractéristiques de l’énergie pour un système désordonné - Le

diagramme supérieur représente les échelles d’énergie du faible couplage, du fort couplage et

d’une queue de la densité d’états ; Le diagramme inférieur représente les échelles d’énergie

d’excitation. EF - niveau de Fermi, εc - le seuil de mobilité, Esc - énergie caractéristique

définissant le domaine du fort couplage, Ec - énergie qui separe les domaines du transport

ergodique et de diffusion libre, ∆ - l’écart moyen entre niveaux, τe - temps élastique moyen.

La Figure (1.2) montre les échelles d’énergie caractéristiques. Le domaine du fort

couplage, qui est défini par la condition γ(ε) ∼ ε, où

γ(ε) = πρϑ2N(E), (1.4)
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1. INTRODUCTION

(ρ - concentration des impurétés, ϑ - est le potentiel de dispersion, N(ε) est la densité

d’états), présente un problème d’importance. C’est dans ce domaine, en effet, que se

trouve le seuil de mobilité εc (dans la Figure (1.2) εc > EF ce qui correspond à un

isolant ; si εc < EF , le système se trouve dans un régime métallique). Pour les énergies

ε < E2D
sc =

m

~4
(ρϑ2) (1.5)

l’application de la théorie des perturbations est impossible puisque le paramètre d’ex-

pansion 1/(Eτ) ne peut pas être considéré comme petit [Sadovskii (2006)]. Dans la

gamme des énergies Esc < ε < ∆ la théorie des perturbations peut être appliquée et,

pour un régime métallique, elle conduit aux corrections connues sous le titre de localisa-

tion faible [Altshuler & Aronov (1985); Lee & Ramakrishnan (1985); Rammer & Smith

(1986)]. Pour les excitations électroniques dans la gamme des énergies ∆ < ε < EF

l’approximation de la diffuson est valide, ce qui comprend le régime de diffusion libre et

le régime ballistique [Akkermans & Montambaux (2004)]. Pour les isolants, EF < εc, le

transfert de charge se réalise par sauts (hopping) au voisinage du niveau de Fermi, les

résultats généraux étant obtenus dans le cadre de la théorie des percolation [Shklovskii

& Efros (1984)].

Cependant, beaucoup de questions concernant la magnétorésistance négative restent

sans réponse. Nous abordons ces questions dans ce mémoire.

Nous étudions le domaine ε < ∆, qui comprend le domaine de fort couplage. Nous

avons abordé cette étude par le biais de mesures de résistance et de conductivité en

fonction de la température et du champ magnétique, dans les structures à base d’oxyde

d’étain. Les couches d’oxyde d’étain ont été choisies comme un système modèle pour

les études des effets quantiques dans le transport de charge.
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Présentation de l’étude

2.1 But général

Nous allons tenter d’élucider les dispositifs de transition métal-isolant par l’étude

des mécanismes du transfert de charge dans les structures à base d’oxyde d’étain.

Le dioxyde d’étain est un semiconducteur à bande interdite large qui possède des

propriétés uniques parmi les oxydes d’éléments de la colonne-IV, à savoir : coexis-

tence de la conductivité et de la transparence. La nature de cette coexistence dans les

matériaux à base d’oxyde d’étain a suscité des fortes discussions [Çetin Ki li & Zunger

(2002), Singh et al. (2008)]. A cause de la stabilité de deux types d’oxydes (SnO2 et

SnO), la formation de Sn4+
i est favorable, ce qui mène à l’apparition des niveaux peu

profonds dans la bande de conduction de SnO2 (εSni(4 + /3+) = ECBM + 203meV

[Çetin Ki li & Zunger (2002)], ECMB est l’énergie du bas de la bande de conduction

(Conduction Band Minimum)). De plus, les lacunes d’oxygène mènent à l’apparition de

niveaux donneurs dans la bande interdite (εVo(2 + /0) = ECBM − 114meV , ibid.). Les

faibles valeurs des énergies de formation de ces défauts expliquent la nonstoichiométrie

naturelle de SnO2.

Une autre cause probable de la coexistence de la conductivité et de la transparence

dans SnO2 est la formation de niveaux-donneurs peu profonds liés à l’incorporation in-

volontaire d’atomes d’hydrogène (dans les sites substitutionnels) [Singh et al. (2008)].

Les cristaux parfaits de SnO2 sont fortement conducteurs de type n [Fonstad & Redi-

ker (1971), Nagasawa & Shionoya (1971b), Nagasawa & Shionoya (1971a), Samson &

Fonstad (1973)].

9
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Signalons, en outre, que le dioxyde d’étain est utilisé comme un conducteur trans-

parent dans la fabrication de cellules photovoltäıques et dans le développement des

capteurs de gaz [Batzill & Diebold (2005), Jarzebski & Marton (1976)].

Nos recherches préliminaires ont révélé que les couches polycristallines de dioxyde

d’étain peuvent se comporter soit comme un isolant, soit comme un métal, en fonction

du degré du désordre. En outre, l’étain pur est un supraconducteur (Tc = 3.7K) [Allen

et al. (1950)], ce qui peut conduire à des effets particuliers si ces particules pures

font partie d’une couche. Le SnO2 est un candidat idéal pour l’observation des effets,

dus au jeu du désordre, d’interaction et de dimensionalité, qui pourraient élucider

les processus dans le domaine ε < ∆ (voir Figure (1.2)). Un fort champ magnétique

présente un moyen privilégié inestimable pour les études des excitations électroniques

dans ce domaine.

L’étude de la dépendance de la résistance électrique en fonction de la température

et du champ magnétique nous permet de déterminer les contributions données par les

effets de localisation faible et de l’interaction entre les électrons qui ont lieu dans les

couches de SnO2. La détermination des paramètres microscopiques, tels que la longueur

du déphasage Lφ et la constante de l’interaction F σ
0 , permettra de relier les résultats

expérimentaux aux bases théoriques et, donc, de vérifier les hypothèses faites pour la

description de la transition métal-isolant.

2.2 Plan de la thèse

Dans cette thèse je donne un aperçu aussi exhaustif que possible des résultats obte-

nus dans le domaine de la transition métal-isolant. Je me rends compte que cette tâche

s’étend au-delà de la thèse et, par conséquent, je me restreigne à la discussion la plus

complète possible pour ce qui concerne nos études expérimentales des couches de SnO2.

Les couches de dioxyde d’étain constituent un matériau nouveau pour ce qui concerne

l’observation des corrections quantiques à la conductivité. Par conséquent, j’examinerai

à quel degré la théorie des corrections quantiques à la conductivité, dans ces formula-

tions différentes, peut être utilisée pour la description des nos données expérimentales.

Dans le Chapitre (3) nous rappelons les concepts des systèmes désordonnés et de la

transition métal-isolant, ainsi que les moyens de la description des systèmes désordonnés

par les fonctions de Green. Je démontre comment les dépendances de la conductivité

10



2.2 Plan de la thèse

en fonction de la température et du champ magnétique peuvent être obtenues à partir

de la considération de processus microscopiques. Dans ce chapitre, cependant, les effets

de l’interaction entre les électrons ne seront pas pris en compte (cela fera l’objet du

Chapitre (4)).

Dans le Chapitre (4), prenant en compte les interactions entre quasi-particules, j’en

présente leurs effets sur la densité d’états et la conductivité. Je montre les origines et les

limites de validité des expressions pour la conductivité, que nous avons utilisées pour

analyser nos données expérimentales.

Dans le Chapitre (5) je présente l’aperçu des résultats des études des propriétés des

couches de dioxyde d’étain, ainsi que la description de la méthode d’élaboration des

couches que nous avons étudiées. Les études de la structure des couches obtenues sont

présentées à la fin du chapitre.

Le Chapitre (6) est consacré à la description des mesures des propriétés électriques

et, plus particulièrement, à la description des procédures du traitement de données,

obtenues en champs magnétiques pulsés.

Le dernier Chapitre (7) est consacré à la discussion de nos résultats obtenus en

champs magnétique statique et pulsé. Je présente les méthodes d’extraction des cor-

rections à la conductivité, issues de la localisation faible et de l’interaction électron-

électron, ainsi que les résultats d’estimation des paramètres microscopiques tels que :

la longueur (Lφ) et le temps (τφ) du déphasage, la constante de l’interaction F σ
0 .

Dans l’Appendice (9.1) je considére la question de la dimensionalité effective de nos

échantillons par rapport aux corrections quantiques à la conductivité.
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3

Mécanismes de transport de

charge dans les systèmes

mésoscopiques désordonnés

3.1 Définition des systèmes désordonnés

Avant d’aborder la discussion sur les mécanismes de transport de charge, il est

nécessaire de définir ce qui sera appelé les systèmes désordonnés. Par systèmes désordonnés

on comprend les matériaux dans l’état condensé qui ne présentent pas un ordre ato-

mique rigoureux à longue distance. Les semiconducteurs cristallins dopés, ainsi que les

semiconducteurs polycristallins sont, à basse température, des systèmes désordonnés

du point de vue de leurs propriétés électroniques. Dans le cas des semiconducteurs cris-

tallins, les impuretés chaotiquement distribuées créent un potentiel aléatoire, qui peut

fortement influencer le mouvement des électrons et perturber le transfert de charge.

Dans le cas des semiconducteurs polycristallins, le potentiel aléatoire est créé par les

bords des cristallites. L’analyse des propriétés électroniques des systèmes désordonnés

montre que, grâce à l’existence de l’ordre voisin, il est possible de faire une description

approximative de ces systèmes en termes de bandes énergétiques. Les nombreux défauts

dans le réseau cristallin, inhérents aux systèmes désordonnés, mènent à la formation

d’états électroniques dans la bande interdite, alors que la densité des états ne disparâıt

pas au bord d’une bande permise, mais diminue de manière continue en profondeur

d’une bande interdite [Lifshits et al. (1990)]. Parmi les propriétés les plus importantes
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3. MÉCANISMES DE TRANSPORT DE CHARGE DANS LES
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des systèmes désordonnés il faut souligner

– l’homogénéité spatiale en moyenne,

– la disparition des corrélations statistiques entre les caractéristiques de ces systèmes

à longue distance.

Les propriétés marquées déterminent l’automoyennage des quantités spécifiques ex-

tensives (la densité d’états, la conductivité, etc.). Il est admis que les expressions fon-

damentales pour la conductivité et la mobilité de Hall peuvent être appliquées au cas

de systèmes désordonnés [Datta (1980)]. Auquel cas, la masse effective, la vitesse et le

temps de vie trouvent leurs sens dans le cadre de l’approche basée sur le concept de la

matrice de la densité [ibid.].

Quand le degré du désordre augmente, les états électroniques deviennent localisés

et la transition métal-isolant peut avoir lieu [Anderson (1958); Mott (1990)]. La classi-

fication stricte de matériaux entre métaux et isolants n’est possible qu’à la température

nulle :

– σ(T = 0) 6= 0 : un métal,

– σ(T = 0) = 0 : un isolant.

Les transitions entre les états métalliques et isolants peuvent être décrites par des

critères suivants Edwards et al. (1995), Garc’ia Garc’ia (2008) :

– le critère de Hertzfeld [Herzfeld (1927), Edwards et al. (1995)] : R
V = 1 (où R =

(4π/3)Nα0 - la polarisabilité molaire, V - le volume, N - le nombre de porteurs

de charge) ;

– le critère de Mott [Mott (1961)] : n
1/3
c aH = 0.25 (où nc - est la concentration

critique de porteurs, aH - est le rayon de Bohr d’un centre isolé) ;

– conductivité métallique minimale σmin à T = 0, ibid., qui contredit les résultats

de la théorie de l’échelle à un paramètre Abrahams et al. (1979)

– la multi-fractalité des fonctions propres [Schreiber & Grussbach (1991), Aoki

(1983), Evers & Mirlin (2000), Mirlin et al. (1996), Fyodorov & Mirlin (1991)] ;

particulièrement, le “scaling”anomal Pq =
∫

ddr|ψ(r)|2q ∝ L−Dq(q−1) par rapport

à la taille de l’échantillon L (où Dq < d - est l’ensemble des exposants, qui

décrivent la transition) [Garc’ia Garc’ia (2008)]

– l’invariance de corrélations spectrales [Shklovskii et al. (1993)]
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– la dépendance linéaire Σ2(l) = 〈(Nl − 〈Nl〉)〉 χl en fonction de l, où Nl - est le

nombre des valeurs propres dans la gamme l ≫ 1, et 〈...〉 - signifie la moyenne

sur l’ensemble [Altshuler et al. (1988)].

– la valeur critique du désordre 1
kF l = d−2

(πd−2d)1/(d−1) , quand la transition d’Anderson

a lieu dans un système à d-dimensions (dans le cadre de l’approche, basée sur la

théorie self-consistante de localisation et la théorie de l’échelle à un paramètre)

[Garc’ia Garc’ia (2008)]

– la conductivité adimensionnelle critique : gc = Sd

π(d−2)(2π)d . d - la dimensionalité

du système, Sd - la surface d’une sphère dans l’espace à d-dimensions (ibid.).

Dès que le désordre augmente, les mouvements des particules deviennent corrélés

et il est nécessaire d’en tenir compte [Rammer (2007)].

Considérons un cristal idéal (un système composé de N atomes). Dans le cas où il

y a une interaction entre atomes, une migration de l’énergie de l’excitation commence

et, finalement, un état stationnaire apparâıt, dans lequel cette excitation passera sur

chaque atome une partie N−1 de son temps de vie. Il y a donc N fonctions propres

|Ψi〉cryst (i = 1 à N) de l’Hamiltonien du cristal Ĥcryst, qui correspondent à la même

valeur propre Ecryst mais qui décrivent la présence de l’excitation sur un des N atomes.

Ce système est donc N fois dégénéré. Dans le cas où le champ cristallin, dans lequel se

trouvent les électrons, possède une symétrie complète de translation du réseau, ce champ

ne peut pas mener à l’interaction entre les excitations, caractérisées par les vecteurs

d’onde k non-équivalents [Noks & Gold (1964)]. On dit que les fonctions d’onde de ce

type ne s’accrochent pas. Dans le cas où le champ cristallin (et l’Hamiltonien) présente

une symétrie incomplète par translation du réseau (quand le système est désordonné),

ses fonctions propres seront spécifiques et ne sont pas des fonctions de Bloch ; il y a

accrochement. Dans ce cas il est nécessaire d’introduire les valeurs quasi-moyennes pour

coefficients cinétiques [(y.) Bogoliubov & Sadovnikov (1975)].

3.2 Les transitions de phase électroniques métal-isolant

Les transitions métal-isolant (MIT) jouent un rôle spécial dans le domaine des tran-

sitions de phase continues. Tout d’abord elles ne sont pas bien comprises ni théoriquement,

ni de point de vue expérimental, comme les exemples classiques du point critique liquide-

gaz, point de Curie, point λ de 4He, etc. [Belitz & Kirkpatrick (1994)].
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Les transitions métal-isolant peuvent être classifiées en deux catégories [Mott (1990)] :

les transitions de phase structurales et les transitions de phase électroniques. Pour la

première catégorie, les changements dans le réseau ionique mènent au fractionnement

de la bande de conduction et, par conséquence, à la transition métal-isolant. Pour la

deuxième catégorie l’origine de la transition est purement électronique et cette transi-

tion peut être décrite par des modèles où le réseau est soit fixé, soit absent comme dans

les modèles de type “jellium”[Tosi (2000)]. Cette deuxième catégorie, les transitions de

phase électroniques, peut elle même être divisée en deux classes : l’une où la transition

est gouvernée par les corrélations entre les électrons, et l’autre, où la transition est gou-

vernée par le désordre. Le premier cas est connu comme la transition de Mott-Hubbard

et le deuxième - comme la transition d’Anderson.

3.2.1 La transition d’Anderson et le seuil de mobilité

Anderson (1958) a montré que dans certains potentiels aléatoires, la fonction d’onde

à une particule peut être localisée. Si V0 désigne le potentiel caractéristique du désordre

et t la largeur de bande, il existe, selon Anderson, une valeur critique du paramètre

(V0/t)crit, telle que si (V/t) > (V0/t)crit, la diffusion devient impossible à T = 0 K.

Si ce critère d’Anderson n’est pas satisfait, il existe une énergie critique Ec (dite, le

seuil de mobilité Cohen et al. (1969)) qui sépare les états localisés dans la queue de

bande des états non-localisés (Figure (3.1)) Mott (1966). La définition la plus simple

du paramètre Ec en termes du comportement de la conductivité σ(E) est la suivante :

σ(E) = 0, (E < Ec),

σ(E) > 0, (E < Ec).

Par une variation de la composition des matériaux ou grâce aux effets de pression ou

de champ magnétique, l’énergie de Fermi EF peut traverser le niveau Ec, menant à la

transition d’un état métallique (où les valeur de σ(EF ) sont finies, à l’exception du cas

EF = Ec) à un état isolant (où σ(EF ) = 0). La transition d’Anderson peut être décrite

par l’Hamiltonien :

Ĥ = t
∑

〈i,j〉

â+
i âj +

∑

i

εiâ
+
i âi (3.1)
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3.2 Les transitions de phase électroniques métal-isolant

Fig. 3.1: Représentation schématique de la densité d’états N en fonction de

l’énergie dans le modèle d’Anderson - E1,2
c sont les seuils de mobilité. Les états

ombrés sont localisés. crédit Belitz & Kirkpatrick (1994).

Dans ce modèle des électrons sans interaction, le spin peut être pris en compte par les

facteurs triviaux. Les valeurs εi sont les énergies de sites des électrons distribuées d’une

manière aléatoire et caractérisées par la longeur de distribution V0.

3.2.1.1 La théorie d’échelle

La théorie d’échelle décrit la localisation en considérant la conductance g en fonction

de la taille de système L (g(L)), ou en fonction des autres paramètres d’échelle.

La fonction g(L) a deux formes très différentes, qui correspondent aux différents

dégrés du désordre microscopique à L ≫ l (où l est le libre carcours moyen). Dans

le cas où le potentiel aléatoire est faible, ou la concentraction des défauts est petite,

la fonction d’onde de l’électron est étendue et le libre parcours moyen l est grand à

l’égard du vecteur d’onde de Fermi k−1
F . La théorie conventionnelle du transport, basée

sur la dispersion faible, i.e., (kF l)
−1 ≪ 1 comme le paramètre de l’expansion, mène à

l’équation suivante pour la conductivité

σ =
ne2τ

m
=
ne2l

~kF
=
e2

~
(
n

k2
F

)(kF l), (3.2)

où n est la densité des électrons, τ = l/vF est le temps de relaxation de l’impulsion.

L’expression (3.2) est valide à l’ordre principal de (kF l)
−1. Alors, la conductivité σ ne
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dépend pas de la taille L si L≫ l. La conductance d’un échantillon métallique de taille

macroscopique est donnée par la loi d’Ohm, qui, pour un hypercube à d dimensions et

L≫ l, prend la forme :

g(L) = σLd−2. (3.3)

Dans le cas où les états électroniques au voisinage du niveau de Fermi εF sont localisés,

le transport se réalise au moyen de sauts entre les états occupés et les états vacants,

qui ont des énergies proches. Les éléments de la matrice de “hopping”sont exponen-

tiellement petits parce que les états localisés sont éloignés les uns des autres, l’échelle

spatiale étant la longueur de localisation ξ. Dans ce régime, pour L≫ ξ

g(L) ∝ exp(−L/ξ). (3.4)

Dans la réalisation d’un désordre particulier, g(L) évolue lentement avec la croissance

de L au-delà de l et prend la forme soit de (3.3), soit de (3.4). Le comportement final

dépend du désordre microscopique et de la dimensionalité.

Abrahams et al. (1979) ont suggéré que la fonction

β(g) =
d ln g

d lnL
=
L

g

dg

dL
(3.5)

ne dépend que de la conductance g. Cette fonction sous-entend que le changement

du degré du désordre effectif en fonction de la taille du système est déterminé par sa

valeur à l’échelle spatiale précédente ; le seul paramètre du désordre effectif étant la

conductance.

La Figure (3.2) présente la fonction de l’échelle β(g) pour différentes dimensionalités.

Quand la conductance g est grande, la fonction β(g) donne des valeurs positives à trois

dimensions, zero à deux dimensions et des valeurs négatives à une dimension. Quand

tout les états sont localisés (régime de forte localisation), g diminue exponentiellement

avec la taille de l’échantillon et β(g) donne des valeurs négatives. A trois dimensions

la fonction β(g∗) donne la valeur 0 pour une certaine valeur g∗, associée au seuil de

mobilité. A basses dimensions il n’existe pas de vraie transition parce que la conductance

diminue toujours avec la taille du système Lee & Ramakrishnan (1985). Un système bi-

dimensionnel peut se comporter comme un métal dans un régime d’états quasi-étendus,
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3.2 Les transitions de phase électroniques métal-isolant

Fig. 3.2: La fonction d’échelle β(g) pour différentes dimensionalités - crédit La-

gendijk et al. (2009).

alors qu’en réalité tout ces états sont localisés si l’échantillon considéré est suffisament

grand Lagendijk et al. (2009).

Les résultats obtenus dans le cadre de la théorie d’échelle ont été corroborés par

la théorie de perturbation Abrahams & Ramakrishnan (1980); Anderson et al. (1979);

Gor’kov et al. (1979); Sheng (1995) et par l’analyse au moyens de groupe de renorma-

lisation Wegner (1979).

3.2.1.2 Le modèle σ non-linéaire

Wegner (1976) a montré que la conductivité statique disparâıt à la transition métal-

isolant avec l’exposant caractéristique s = ν(d − 2) (où ν est un exposant inconnu de

la longeur de corrélation, d - est la dimensionalité du système) et que la conductivité

dynamique se comporte comme Ω(d−2)/d au point critique (où Ω est la fréquence). Ce

résultat a prouvé que la transition métal-isolant peut être considérée dans le cadre

de la théorie des phénomènes critiques keng Ma (2000) et le problème de localisation

d’Anderson peut être formulé comme une théorie de champ effectif [Wegner (1979)].

Regardons maintenant comment le problème de la localisation peut être décrit dans

le cadre de la théorie des champs. L’action pour le système désordonné peut être écrite

sous forme suivante (à l’exactitiude de termes de l’ordre (▽Q)4, Ω2, Ω(▽Q)2) Belitz &

Kirkpatrick (1994) :

S[Q] = −π
8
νFD

∫

dx(▽Q(x))2 +
πνF

2

∫

dx[ΩQ(x)] + Sint[Q], (3.6)

où νF est la densité des états au niveau de Fermi, D = v2
F τ/d est le coefficient de

diffusion (d est la dimensionalité), Q sont les fonctions (matrices) du champ, Ω est la
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fréquence. Dans cette dernière expression on a négligé la dépendance de Sint en fonction

de la fréquence Ω, ainsi que les fluctuations de Qnm avec n,m > 0 et n,m 6 −1. Il

faut noter que si la fréquence Ω = 0 et, par conséquence, Sint = 0, les fluctuations

homogènes de Q, qui satisfont la condition Q2 = 1, ne changent pas l’énergie libre.

Dans ce cas, ce sont uniquement les gradients de Q qui contribuent à l’action. Cela

signifie que le premier terme dans l’expression (3.6) est adéquat si on se restreint aux

matrices qui obéissent à

Q2 = 1. (3.7)

On peut supprimer les fluctuations massives par l’exigence suivante :

Q = 0. (3.8)

Si les conditions (3.7) et (3.8) sont satisfaites, la matrice Q peut être considérée comme

une matrice Qnm générale Belitz & Kirkpatrick (1994).

Les équations (3.6)-(3.8) (avec Sint = 0), initialement obtenues par Wegner (1979),

constituent le modèle σ non-linéaire. Ces équations (3.6)-(3.8) paramètrent le modèle

complètement.

En choisissant une paramétrisation particulière pour les matrices Q, on peut écrire

l’action sous la forme Belitz & Kirkpatrick (1994) :

S[Q] = − 1

2G

∫

dx(▽Q(x))2 + 2H

∫

dx(ΩQ(x)) + Sint[Q], (3.9)

où les constantes de couplage sont G = 4/(πNFD) = 8/(πg) (g = σ est la conductivité)

et H = πNF /4 (H joue le rôle du paramètre de couplage de fréquence). Dans le cadre

du schéma général, on considére la fonction de corrélation de q−q Belitz & Kirkpatrick

(1994)

G2 = 〈qq〉 =
1

Z

∫

D[q]qq exp[
∞

∑

n=2

Sn[q]] =
1

Z

∫

D[q]qq exp[S2[q]](1+S4[q]+
1

2
(S3[q])

2+S6[q]+...).

(3.10)

Il est commode de présenter les termes dans la décomposition de l’expression précédente

sous forme des diagrammes. Si on présente Sn[q] comme un point, d’où viennent n

lignes (avec les propagateurs présentés comme des lignes jointes), les quatre premiers
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termes de l’expression (3.10) prennent la forme de la Figure (3.3) (il faut noter que ces

diagrammes sont différents de ceux utilisés dans la théorie du transport).

Fig. 3.3: Les diagrammes pour le propagateur G2 à l’ordre de deuxième boucle

- Les points vides correspondent aux S2[q] et les lignes jointes - aux propagateurs de type

gaussien. crédit Belitz & Kirkpatrick (1994).

Les diagrammes de la Figure (3.3) peuvent être classifiés en fonction du nombre

des boucles fermées qu’ils contiennent. En utilisant les propagateurs et en comptant les

ordres de la constante de couplage G, on voit que le nombre des boucles est corrélé avec

le nombre des ordres de G. Alors, l’expression (3.10) donne une expansion systématique

en termes de G, qui est connue comme l’expansion de boucle (loop-expansion). Cette

expansion peut être reproduite terme à terme dans le cadre de la théorie des perturba-

tions à plusieurs corps.

A deux dimensions, quand d → 2, cette expansion contient des divergences. Cela

signifie que le théorie de perturbation n’est plus valide et, désormais, il faut procéder

à une resommation (au moyen du groupe de renormalisation). Notons que la renor-

malisabilité du modèle (3.9) en présence de l’interaction n’a pas été prouvée Belitz &

Kirkpatrick (1994). Pourtant, le modèle avec Sint = 0 est connu comme étant renor-

malisable avec deux constantes de renormalisation (une pour G et une constante pour

le champ) Brézin et al. (1976).

La renormalisation du modèle σ non-linéaire et la correction à la conduc-

tivité. Ces deux constantes de renormalisation sont la constante de renormalisation

du champ Z et la constante de renormalisation de la constante de couplage Zg Brézin

et al. (1976). Dans le cadre de la limite de “replica”, on trouve que Z = 1. Le sens
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physique de ce résultat est que la densité d’états n’est pas critique au voisinage de

la transition métal-isolant Wegner (1981). La constante Zg lie la résistivité G à la

conductivité renormalisée Belitz & Kirkpatrick (1994) :

G = κ−εZg
1

g
, (3.11)

où ε = d − 2, et κ est l’échelle de l’impulsion du groupe de renormalisation (GR). Zg

détermine la fonction d’échelle

β(g) =
∂ ln g−1

∂ lnκ
=

εg−1

1 + g−1(d lnZg)/dg−1
. (3.12)

La fonction β a été calculée directement à l’ordre de quatrième-boucle Wegner

(1989).

Regardons maintenant comment ces résultats sont liés à la correction

à la conductivité. Pour les valeurs du paramètre kF l intermédiaires et petites, les

corrections d’ordres supérieurs en 1/g doivent être prises en compte. Cela est possible

dans le cadre de l’analyse des corrections quantiques à l’ordre supérieur, dues aux

termes de la deuxième boucle dans la théorie de l’échelle de localisation Minkov et al.

(2004). Le sens physique de ces corrections de la deuxième boucle est le suivant : les

ondes des électrons interfèrent sur des trajectoires qui forment deux boucles (au lieu

d’une seule boucle dans le cas de la correction de localisation faible au premier ordre).

Il est connu que la fonction β(g) (3.12) dépend de la présence du champ magnétique

Brézin (1980); Hikami (1981); Lee & Ramakrishnan (1985); Wegner (1979, 1989) : le

système est décrit par l’ensemble unitaire des matrices hermitiennes (des nombres com-

plexes) en présence du champ, et par l’ensemble orthogonal des matrices hermitiennes

en absence du champ Altshuler & Simons (1996). Quand la conductance g est grande,

seuls les premiers termes dans la décomposition de β(g) en 1/g sont essentiels. En

même temps, il est évident que le GR ne peut pas être utilisé dans la région où g . 1.

Néanmoins, certains résultats de la conductivité peuvent être obtenus en étudiant la

transition entre les ensembles orthogonal et unitaire Minkov et al. (2004). Dans l’en-

semble unitaire le Cooperon-terme (une boucle) dans la fonction β disparâıt, alors pour

g ≫ 1 on obtient Brézin (1980); Hikami (1981); Wegner (1979, 1989) :

βU (g) = − 1

2g2
+O(

1

g4
). (3.13)
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D’après les expressions (3.12) et (3.13) on obtient pour g ≫ 1

g = g0 −
1

2g0
ln(

L

l
), (3.14)

où g0 = πkF l/2. La conductivité est donnée par Minkov et al. (2004)

σ = 2G0g = σ0 −
e2

2π2~

1

πkF l
ln(

τD
φ

τ
), (3.15)

où G0 = e2/(2π2~) et la longueur du déphasage L = LD
φ =

√

DτD
φ a été utilisée comme

le paramètre de “cut-off”.

Dans le cadre de la théorie de perturbation, la correction à la conductivité due à une

deuxième boucle est produite par les diagrammes ayant deux et trois diffusons Gor’kov

et al. (1979); Minkov et al. (2004)

δσD
2 = −G

2
0

σ0
ln(

τD
φ

τ
). (3.16)

Il faut noter que le temps du déphasage, qui détermine la dépendance de la correction

de la deuxième boucle δσ2 en fonction de la température T est donnée par la même

expression que dans le cas de la localisation faible conventionnelle Minkov et al. (2004);

Polyakov & Samokhin (1998)

1

τD
φ

=
1

τφ
=
kBT

~g
ln(

kBTτφ
~

). (3.17)

Dans l’ensemble orthogonal, la localisation faible est exprimée par Hikami (1981);

Minkov et al. (2004); Wegner (1979, 1989)

βO(g) = −1

g
+O(

1

g4
). (3.18)

Le terme O(1/g2) disparâıt parce que la contribution des diagrammes contenants les

Cooperons δσC
2 = (G2

0/σ) ln(τφ/τ) annulent la contribution du diffuson (qui détermine

le résultat dans l’ensemble unitaire).

Quand le champ magnétique augmente, les Cooperons sont supprimés et ne subsiste

que la contribution du diffuson δσD
2 pour B ≫ Btr (Btr = ~/(4eDτ)).
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Dans le régime de cross-over entre l’ensemble orthogonal et unitaire (Bφ . B .

Btr), la contribution du Cooperon du deuxième ordre peut s’écrire [Minkov et al.

(2004)] :

δσC
2 (B)

G0
= −G0

σ0
[ψ(

1

2
+

1

ΩBτφ
) − ψ(

1

2
+

1

ΩBτ
)], (3.19)

où ΩB ≡ 4DeB/~ ≪ 1/τ , G0 = e2/(2π2~), ψ(x) est la fonction di-gamma. Cette

dernière expression est similaire à celle de la localisation faible conventionnelle (voir

Section (3.4.1.2) et l’Eq. (3.110)). Physiquement, c’est à cause de la même nature des

corrections issues de la premiere et de la deuxième boucle : le champ magnétique détruit

la cohérence de phase entre les trajectoires décrites en sens opposé. Il est évident que

(3.19) prend les formes suivantes dans les limites B = 0 et B ≫ Btr : δσC
2 (0) = −δσD

2 (0)

et δσC
2 (B & Btr) → 0 respectivement. Puisque δσD

2 ne dépend pas de B, nous avons

∆σWL
2 (B) = δσ2(B) − δσ2(0) = δσC

2 (B) − δσC
2 (0), (3.20)

et, par conséquent, la correction de deuxième boucle à la conductivité prend la forme

suivante

∆σWL
2 (B)

G0
= −G0

σ0
[ψ(

1

2
+

~

4DeBτφ
) − ψ(

1

2
+

~

4DeBτ
) − ln(

τ

τφ
)]. (3.21)

Cette expression implique que le préfacteur α dépend de la valeur de σ0/G0 (au contraire

de la correction issue de l’interaction dans la voie de Cooper, où α dépend de la

température Minkov et al. (2004))

α = 1 − G0

σ0
(3.22)

quand la correction de deuxième boucle est prise en compte.

Il faut noter qu’il existe encore une correction issue de la deuxième boucle, qui décrit

le lien entre la localisation faible et les effets d’interaction. Ces effets de localisation

faible et de l’interaction Coulombienne donnent une valeur de α [Minkov et al. (2004)] :

αWL+EEI = 1 − 2G0

σ
. (3.23)
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3.2 Les transitions de phase électroniques métal-isolant

Ainsi, quand le désordre augmente et la conductivité σ diminue, la correction de la

deuxième boucle mène à l’expression (3.21) où le paramètre α = αWL+EEI est donné

par (3.23).

La discussion de l’influence du champ magnétique sur les corrections de la deuxième

boucle sera présentée dans la Section (7.1).

3.2.2 La transition de Mott-Hubbard

Afin d’expliquer pourquoi certains matériaux à un électron par cellule élementaire

sont isolants, Mott (Mott (1990, 1949)) a proposé une transition due aux corrélations

entre les électrons. Dans un ensemble cristallin de potentiels atomiques à un électron par

atome, où l’interaction Coulombienne entre électrons est importante et la densité des

électrons est grande (ou, ce qui revient au même, quand la distance inter-atomique est

petite), les noyaux ionisés seront écrantés et le système sera métallique. Mott a suggéré

que pour des distances inter-atomiques plus grandes qu’une certaine valeur critique,

l’écrantage disparâıtra et le système deviendra un isolant. Cet argument s’appuie sur

l’interaction Coulombienne à longue portée. En cas d’interaction électron-électron à

courte portée, la transition métal-isolant est susceptible d’exister dans un modèle “tight-

binding”(“des liaisons fortes”), connue comme le modèle de Hubbard Anderson (1959);

Gutzwiller (1963); Hubbard (1963). Dans ce modèle, l’Hamiltonien du système s’écrit :

Ĥ = t
∑

〈i,j〉

(â+
i↑âj↑ + â+

i↓âj↓) + U
∑

i

n̂i↑n̂i↓, (3.24)

où â+
iσ et âiσ sont les opérateurs de création et d’annihilation respectivement pour les

électrons avec le spin σ sur le site i. La sommation dans le terme “des liaisons fortes”se

fait sur les plus proches voisins, et

n̂iσ = â+
iσâiσ. (3.25)

Dans expression (3.24) t - est l’élément matriciel de saut (hopping matrix element) et

U est l’énergie de répulsion sur-le-site. Pour un système uni-dimensionnel, (1 − d), ce

modèle a été résolu par Lieb & Wu (1968), qui ont montré qu’à demi-remplissage l’état

fondamental est un isolant antiferromagnétique pour les valeurs de U > 0 arbitraires.

Pour les dimensions d > 1, des approches différentes ont suggéré que le modèle à

un électron par site montre une transition métal-isolant continue en fonction de U à
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T = 0 K (Mott (1990)). Le modèle de Hubbard a aussi été étudié dans la limite de la

dimensionalité infinie Metzner & Vollhardt (1989). Le modèle peut alors être réduit à

un problème uni-dimensionnel et résolu numériquement. A d = ∞ on a montré qu’avec

la croissance de U , une transition de l’état métallique à l’état isolant de Mott a lieu

[Georges & Krauth (1992); Jarrell (1992); Rozenberg et al. (1992)].

Bien que le modèle de Hubbard soit réputé être assez simple, il est considéré comme

un paradigme pour l’étude de phénomènes liés aux fortes corrélations entre électrons.

Après des années d’études sur la transition métal-isolant, ni la description d’Anderson,

ni la description de Mott ne suffisent à expliquer les observations expérimentales Belitz

& Kirkpatrick (1994); Ramakrishnan (1995). Par contre, il est nécessaire de prendre

en compte à la fois le désordre et les interactions entre électrons, chaque phénomène

n’étant pas négligeable au voisinage de la transition. De fait, ce problème est loin d’être

résolu [Altland & Simons (2010); Lagendijk et al. (2009)].

3.3 Les corrections quantiques à la conductivité

3.3.1 Fonctions de Green

Un des plus importants concepts dans les théories des collisions et de transfert de

charge est celui de la fonction de Green. Si la fonction d’onde est une quantité qui

contient l’information la plus complète sur l’état d’un système quantique, la fonction

de Green, en général, est une quantité qui contient toute l’information sur les fonctions

d’onde d’un système quantique Akkermans & Montambaux (2004). On utilise les fonc-

tions de Green pour exprimer les observables d’un système quantique ; ces observables

peuvent être classées en trois groupes Gasser et al. (2002) :

1. Les observables qui représentent les quantités thermodynamiques d’un système,

qui se trouve dans un état d’équilibre (l’énergie interne, l’énergie libre, les po-

tentiels thermodynamiques, la densité de particules, distribution des moments

magnétiques etc.).

2. Les observables qui représentent les fonctions de réponse d’un système (les suscep-

tibilités électrique et magnétique, tenseur diélectrique, conductivité électrique).
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3.3 Les corrections quantiques à la conductivité

3. Les observables qui décrivent le comportement d’un système à plusieurs corps sous

bombardement par neutrons ou autres particules (les probabilités des transitions

entre les états).

On envisage les fonctions de Green chaque fois quand on a besoin d’étudier l’évolution

d’un système quantique, c’est-à-dire, quand il y a des processus et des changements dans

le temps qui peuvent être représentés par des opérateurs (qui correspondent aux ob-

servables dans la théorie quantique) dépendants du temps. Les processus de dispersion

sont les exemples les plus connus où la fonction de Green est utilisée Cohen-Tannoudji

(1997); Messiah (1999).

Dans le problème à plusieurs corps les fonctions de Green permettent une descrip-

tion universelle de quantités différentes ; elles unifient les propriétés quantiques des

observables avec les propriétés statistiques d’un grand système. Pour les phénomènes

de transfert de charge, auxquels nous sommes intéressés, le deuxième groupe des obser-

vables dans la liste ci-dessus est le plus important. Afin de mieux présenter et discuter

les résultats expérimentaux obtenus, considérons les définitions formelles des fonctions

de Green et le formalisme de Kubo.

3.3.1.1 Les opérateurs de corrélation et les fonctions de Green

En mécanique quantique, en général, la valeur moyenne d’un opérateur s’exprime

par :

〈A〉 =
∑

i

(ψi, Aψi) =
∑

i

wi

∫∫

dxdx
′
ψ∗(x)A(x, x

′
)ψ(x

′
) ≡ Sp[Aρ] (3.26)

où A est un opérateur quantique, ψi sont les fonctions d’ondes des états quantiques purs,

wi sont les probabilités de trouver le système quantique dans un état pur correspondant

(
∑

iwi = 1) ; Sp est l’opérateur de trace et ρ est l’opérateur statistique

ρ(x, x
′
, t) ≡

∑

i

wiψi(x, t)ψ
∗
i (x

′
, t), (3.27)

qui satisfait les conditions :

Sp(ρ) =

∫

ρ(x, x)dx = 1 (3.28)
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et

i~
∂

∂t
ρ = [H, ρ] (3.29)

où H est l’Hamiltonien du système. La dernière équation est l’analogue quantique de

l’équation de Liouville Gasser et al. (2002). Dans un état d’équilibre thermodynamique
∂ρ
∂t = 0, et donc

[H, ρ] = 0. (3.30)

Dans un système où le nombre des particules est conservé, l’opérateur statistique

ρ(T, V, µ) = Q−1exp(−H − µN

kBT
) (3.31)

présente la solution de l’équation [H, ρ] = 0. Dans l’expression (3.31) µ est le potentiel

chimique, N est le nombre des particules, V est le volume du système et

Q = Sp[exp(−(H − µN)/(kBT ))]. (3.32)

Alors, le potentiel de l’ensemble grand canonique est donné par

Φ(T, V, µ) = −kBT logQ = −kBT log[Sp(exp(−
H − µN

kBT
))] (3.33)

Comme noté dans l’Introduction (1.1), les interactions entre unités de structure de

la matière jouent un rôle crucial et, dans les études des problèmes à plusieurs corps, la

présence des interactions fait qu’il est impossible de trouver des solutions exactes au

problème Gasser et al. (2002). L’utilisation des fonctions de Green ne change pas cette

situation principalement, mais elle en simplifie l’expression.

3.3.2 Formalisme de Kubo

Dans ce paragraphe nous allons formuler l’expression importante, qui nous permet

de présenter la réaction d’un système à une petite perturbation (champ électrique ou

magnétique) et d’introduire les fonctions de Green dans une approche dite “réponse

lineaire”. Nous allons étudier ici un système quantique isolé, qui sera décrit par un
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3.3 Les corrections quantiques à la conductivité

ensemble d’opérateurs Ai. Considérons l’évolution de ce système décrite par un Hamil-

tonien H0 qui ne dépend pas du temps. Supposons que ce système est sous l’influence

d’une perturbation externe, Wt, qui satisfait la condition

W−∞ = 0, (3.34)

qui signifie qu’à l’instant t = −∞ le système s’est trouvé dans un état d’équilibre

thermodynamique. Soit l’opérateur Wt de la forme :

Wt = −
∑

j

AjF (j) (3.35)

où Aj sont les observables du système et Fj(t) représentent les champs extérieurs

dépendants du temps. Puisque la perturbation dépend du temps, les moyennes 〈Aj〉
des observables et l’opérateur statistique sont, en général, aussi dépendantes du temps.

Pour une perturbation Wt ainsi définie, les conditions initiales pour l’opérateur

statistique ρ−∞ prennent la forme des équations (3.31) et (3.32). Dans la représentation

de Dirac, l’opérateur statistique (3.31) et l’équation (3.29) prennent les formes Gasser

et al. (2002)

ρt(t) ≡ eiHt/~ρte
−iHt/~ (3.36)

i~
∂ρt(t)

∂t
= −[H, ρt(t)] + eiHt/~[H +Wt, ρt]e

−iHt/~ (3.37)

où H ≡ H0 − µN est l’Hamiltonien d’un ensemble grand canonique. Avec la définition

de perturbation Wt dans la représentation de Dirac

Wt(t) ≡ eiHt/~Wte
−iHt/~, (3.38)

nous obtenons finalement l’équation suivante pour l’opérateur statistique :

i~
∂ρt(t)

∂t
= [Wt(t), ρt(t)]. (3.39)

Afin de résoudre cette dernière équation, il faut l’intégrer sur t :

ρt(t) − ρ =
1

i~

∫ t

−∞
dt1[Wt1(t1), ρt1(t1)] (3.40)
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c’est-à-dire,

ρt = ρ+
1

i~

∫ t

−∞
dt1e

−iH(t−t1)/~[Wt1 , ρt1 ]e
iH(t−t1)/~ (3.41)

Si la perturbation extérieure Wt est faible, le système peut être traité comme étant

peu dévié de l’état d’équilibre et donc, ρt diffère peu de ρ. Alors, l’équation intégrale

(3.41) peut être résolue par itérations. A l’ordre zéro on obtient donc ρ0
t = ρ. Et au

premier ordre

ρ1
t = ρ+

1

i~

∫ t

−∞
dt1[Wt1(t− t1), ρ] (3.42)

De même façon, pour les ordres suivants :

ρt = ρ+
∞

∑

n=1

1

(i~)n

∫ t

−∞
dt1

∫ t1

−∞
dt2...

∫ tn−1

−∞
dtne

−iHt/~[Wt1(t1), [Wt2(t2), [..., [Wtn(tn), ρ]...]]]eiHt/ρ

(3.43)

Les phénomènes étudiés dans cette thèse peuvent être décrits au premier ordre de

perturbation Wt. On se restreint donc à traiter ρt au premier ordre et à étudier les

observables d’un système électronique au premier ordre de perturbation induite par

des champs extérieurs ; cela correspond, par exemple, aux mesures de la résistance ou

de la conductance électrique dans le domaine où les caractéristiques IV sont lineaires.

L’équation (3.42), qui sera utilisée dans les prochains paragraphes, porte le nom de la

“réponse linéaire”.

Pour une observable arbitraire Ai, la valeur moyenne quantique dans l’approche de

la réponse linéaire prend la forme :

〈Ai〉t = Sp[ρAi] +
1

i~

∫ t

−∞
dt1Sp([Wt1(t1), ρ]Ai(t)), (3.44)

où

Ai(t) = eiHt/~Aie
−iHt/~ (3.45)

est la représentation d’Heisenberg de l’opérateur Ai.

L’équation (3.44) peut aussi être ré-écrite sous la forme suivante :

〈Ai〉t = Sp[ρAi] +
1

i~

∫ t

−∞
dt1〈[Ai(t),Wt1(t1)]〉. (3.46)
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Soit

〈〈Ai(t);Wt1(t1)〉〉r ≡ − i

~
θ(t− t1)〈[Ai(t),Wt1(t1)]〉, (3.47)

on ré-écrit donc la moyenne d’un opérateur Ai, sous l’influence d’une perturbation

extérieure, sous la forme :

〈Ai〉t = 〈Ai〉 +

∫ ∞

−∞
dt1〈〈Ai(t);Wt1(t1)〉〉r. (3.48)

La fonction donnée par l’équation (3.47) porte le nom de la fonction de Green

retardée des opérateurs Ai et Wt. L’adjectif “retardée”signifie que ce sont uniquement

les perturbations au temps t1 < t qui contribuent à la valeur moyenne de Ai.

Puisque la perturbation extérieure a été définie par (3.35), la moyenne de Ai peut

aussi être ré-écrite sous la forme suivante :

〈Ai〉t = 〈Ai〉 −
∑

j

∫ ∞

−∞
dt1〈〈Ai(t);Aj(t1)〉〉rFj(t1). (3.49)

Dans cette dernière expression, qui porte le nom de la formule de Kubo, les opérateurs

Aj représentent les observables d’un système quantique, par lequelles ce système est

couplé avec les champs extérieurs. La fonction de Green contient donc les quantités, qui

appartiennent au système lui-même uniquement. On peut donc voir que le problème

du calcul des valeurs moyennes des observables Ai pour un système perturbé, se réduit

au calcul de ces quantités dans le cas de l’état d’équilibre.

3.3.2.1 Conductivité électrique et la formule de Kubo-Greenwood

Comme nous allons étudier les effets quantiques, il est nécessaire de montrer la liai-

son entre les quantités macroscopiques, qui sont observées dans les expériences (comme,

par exemple, la magnétoconductivité), et les fonctions de Green, qui sont reliées aux

propriétés microscopiques du système.

Regardons d’abord un système électronique homogène qui se trouve dans un champ

électrique extérieur. Soit ce champ électrique dépend du temps (appliqué à l’instant

t = −∞) et de la position dans l’espace ; soit ce champ est présenté par la densité des

charges extérieures ρext(x, t). Ce champ extérieur induit, dans le système étudié, une

densité de charges ρind(x, t) et une densité de courant jind(x, t).

31
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Soit l’opérateur de l’interaction du système avec le champ électrique extérieur de la

forme

Wt = e

∫

d3xn(x)φext(x, t) (3.50)

où n(x) est l’opérateur densité des particules et φext(x, t) est le potentiel du champ

électrique extérieur. En faisant une transformée de Fourier de φext(x, t), nous obtenons :

φext(x, t) =
1

V

∑

p

eip x

∫ ∞

−∞

dω

2π
e−i(ω+iδ)tφext(p, ω), (3.51)

et pour l’opérateur de la densité des particules

n(x) =
1

V

∑

p
′

eip
′
xn(p

′
) (3.52)

Alors, l’opérateur d’interaction du système avec le champ extérieur prend la forme

Wt =
e

V

∑

p

∫ ∞

−∞

dω

2π
e−i(ω+iδ)tn(−p)φext(p, ω). (3.53)

Si on met cette dernière expression dans la formule de Kubo (3.49), on obtient pour

la valeur moyenne de l’opérateur densité des états

〈n(q)〉t = 〈n(q)〉 +
e

V

∫ ∞

−∞
dt

′
∑

p

∫ ∞

−∞

dω

2π
e−i(ω+iδ)t

′

〈〈n(q, t);n(−p, t
′
)〉〉φext(p, ω).

(3.54)

Puisque dans un système homogène (à l’étude duquel nous nous restreignons ici)

p = q, et la fonction de Green dans l’équation précédente dépend uniquement de la

différence de t et t
′
[Gasser et al. (2002)], on peut écrire :

〈n(q)〉t = 〈n(q)〉 +
e

V

∫ ∞

−∞

dω

2π
e−i(ω+iδ)t〈〈n(q);n(−q)〉〉ω+iδφ

ext(q, ω). (3.55)

En utilisant ces dernières expressions, on obtient pour la densité de charges induites

nind(q, ω) ≡ e

∫ infty

−∞
dteiωt(〈n(q)〉t − 〈n(q)〉) =

e2

V
〈〈n(q);n(−q)〉〉ω+iδφ

ext(q, ω).

(3.56)
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Selon une des équations de Maxwell, on obtient

divE = 4π(nind + next), (3.57)

ou, après la transformation de Fourier,

iqE(q, ω) = 4π(
e2

V
〈〈n(q);n(−q)〉〉ω+iδφ

ext(q, ω) + next(q, ω)). (3.58)

En utilisant les expressions connues de la théorie de Maxwell :

φext(q, ω) =
4π

q2
next(q, ω) (3.59)

et

iqD(q, ω) = 4πnext(q, ω) (3.60)

la relation (3.58) peut être ré-écrite sous la forme

iqE(q, ω) = (1 +
4πe2

V q2
〈〈n(q);n(−q)〉〉ω+iδ)iqD(q, ω). (3.61)

D’après cette relation nous voyons que la fonction diélectrique a la forme

ε(q, ω + iδ)−1 = 1 +
4πe2

V q2
〈〈n(q);n(−q)〉〉ω+iδ. (3.62)

Ainsi, la fonction diélectrique est reliée à la fonction de Green de la densité d’états.

Le facteur

V (q) ≡ 4πe2

V q2
(3.63)

dans (3.62) est le résultat de la transformée de Fourier de l’énergie d’interaction cou-

lombienne dans l’espace à trois dimensions.

Afin d’obtenir l’expression de la conductivité, regardons d’abord l’opérateur courant

électrique ej(q). La valeur moyenne de cet opérateur est donnée par

e〈j(q)〉t = e〈j(q)〉 +
e2

V

∫ ∞

−∞
dt

′
∑

p

∫ ∞

−∞

dω

2π
e−i(ω+iδ)t〈〈j(q, t);n(−p, t

′
)〉〉φext(p, ω).

(3.64)
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Comme nous étudions ici un système homogène, seuls les termes avec p = q contri-

buent à la somme dans l’expression précédente. En outre, si le système n’est pas un

supraconducteur, 〈j(q)〉 = 0. Nous obtenons donc

e〈j(q)〉t =
e2

V

∫ ∞

−∞

dω

2π
e−ω+iδt〈〈j(q);n(−q)〉〉ω+iδφ

ext(q, ω). (3.65)

En faisant la transformée de Fourier afin d’obtenir la dépendance en fonction de ω

et après la multiplication sur q, on obtient

qjind(q, ω) =
e2

V
〈〈qj(q);n(−q)〉〉ωφext(q, ω), (3.66)

ou

qjind(q, ω) =
ie2

V q2
〈〈qj(q);n(−q)〉〉ωε(q, ω)qE(q, ω). (3.67)

D’où l’expression pour la conductivité dynamique Gasser et al. (2002)

σ(q, ω) =
ie2

V q2
〈〈qj(q);n(−q)〉〉ωε(q, ω) (3.68)

En utilisant la relation suivante :

~ω〈〈n(q);n(−q)〉〉ω = 〈〈~qj(q);n(−q)〉〉ω, (3.69)

nous obtenons pour (3.68)

σ(q, ω) =
ie2ω

V q2
〈〈n(q);n(−q)〉〉ω

1 + 4πe2

V q2 〈〈n(q);n(−q)〉〉ω
. (3.70)

Il faut noter ici que dans le cas où l’interaction coulombienne entre porteurs de

charge est écrantée par le champ des ces mêmes porteurs, la conductivité prend la

forme Gasser et al. (2002)

σe(q, ω) =
ie2ω

V q2
〈〈n(q);n(−q)〉〉ω. (3.71)

Dans ces formules de la conductivité, la fonction de corrélation densité-densité

Π(q, ω) ≡ 〈〈n(q);n(−q)〉〉ω (qui est appelée aussi l’opérateur de polarisation) peut
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être représentée par un diagramme de Feynman de type “l’hûıtre”et ré-écrite sous la

forme

Π(q, ω) ≡ 〈〈n(q);n(−q)〉〉ω = 〈GA(q, E)GR(q + p, E + ω)〉. (3.72)

Les fonctions de Green à une particule sont directement reliées aux mécanismes

microscopiques de la diffusion. Les formules (3.70) et (3.71) portent le nom de “formule

de Kubo-Greenwood”. Ces formules sont équivalentes aux formules pour la conductivité

dans le formalisme de Boltzmann si le libre parcours moyen est grand et la surface de

Fermi est sphérique [Edwards (1958)]. De surcrôıt, Mott & Davis (1979b) ont montré

que les formalismes de Kubo-Greenwood et de Boltzmann sont équivalents lorsque

Lφ > a, où Lφ est la longueur de déphasage et a est le pas du réseau.

3.4 Description d’un système désordonné

Nous allons maintenant étudier comment utiliser le formalisme developpé ci-dessus

afin de décrire les mécanismes de transfert de charge dans les milieux désordonnés et

obtenir les expressions qui décrivent le comportement des caractéristiques mesurables.

Rappelons que les fonctions de Green à une particule sont directement reliées

aux mécanismes microscopiques de la dispersion. En général, il y a deux approches

équivalentes pour la description des processus microscopiques en utilisant les fonctions

de Green. Selon la première, la fonction de Green est supposée être une solution de

l’équation de Schrödinger :

(i~
∂

∂t
± i0 +

~2

2m
∆ − V (r))G(r, t; r

′
, t

′
) = δ(t− t

′
)δ(r − r

′
). (3.73)

Dans le cas où V (r) = 0, le mouvement d’une particule libre est décrit par la

fonction G0 :

G0(t− t
′
, r − r

′
) =

∫∫

G0(ε,p)exp[ip(r − r
′
) − iε(t− t

′
)]
dε

2π

d3p

(2π)3
. (3.74)

Pour n’importe quel potentiel V (r) nous obtenons pour les fonctions de Green

retardées et avancées :

GR,A(r, r
′
, E) =

∑

α

ψα(r)ψ∗
α(r

′
)

E − Eα ± i0
(3.75)
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où ψα(r) représentent les fonctions propres de l’Hamiltonien. Les propriétés analytiques

de GR,A garantissent que GR et GA disparaissent pour t < 0 et t > 0 respectivement.

Dans le cas d’une particule libre (V = 0) les fonctions d’onde sont les ondes planes et

l’équation (3.73) est satisfaite par

GR,A
0 (r, r

′
; t) = (

m

2πi~t
)d/2eim(r−r

′
)2/(2~t)θ(±t). (3.76)

Physiquement, la fonction GR
0 (r, r

′
; t) est associée à la probabilité pour une particule

de se trouver à la position r
′
à l’instant t après avoir été injectée dans la position initiale

r.

Dans la deuxième approche, la fonction de Green admet la représentation fonction-

nelle [Feynman & Hibbs (1965)] :

G0(r, r
′
; t) =

∫ r(t)=r
′

r(0)=r

Drexp[
i

~

∫ t

0
L(τ)dτ ], (3.77)

où L est le Lagrangien d’une particule libre dans un champ magnétique B = rot(A)

L(r, r
′
; t) =

mṙ2

2
+ qṙA(r). (3.78)

Il faut noter que la représentation fonctionnelle des fonctions de Green a été utilisée

par Shklovskii & Spivak (1991) pour analyser le problème de la magnérorésistance

négative.

Regardons maintenant le mouvement d’un électron dans un potentiel aléatoire créé

par les impuretés :

V (r) =

Ni
∑

j=1

υ(r − Rj), (3.79)

où υ(r − Rj) est potentiel qui correspond à un seul centre de dispersion situé au

point Rj . Pour une configuration de centres de dispersion donnée, la fonction de Green

satisfait l’équation de Schrödinger (3.73) et donc dépend de tous les Rj . Dans la théorie

des systèmes désordonnés, les quantités physiques (qui peuvent être obtenues par les

expériences) sont définies comme les valeurs moyennes sur un ensemble des échantillons

avec toutes les positions des impuret́es possibles [Lifshits et al. (1990)]. Nous sommes
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3.4 Description d’un système désordonné

donc intéressés à la fonction de Green moyenne sur les configurations des impuretés,

cette fonction étant définie par

〈G(rr
′
t)〉 =

1

V Ni

∫

...

∫ Ni
∏

j=1

dRjG(rr
′
tRj). (3.80)

Si le potentiel des centres de diffusion est faible, il est possible de développer la

théorie de perturbation en prenant pour l’Hamiltonien de l’interaction d’un électron

avec le champ :

Hint =

∫

drψ∗(r)V (r)ψ(r). (3.81)

Nous obtenons donc la série de la théorie des perturbations pour la fonction de

Green Abrikosov et al. (1975), Sadovskii (2006) :

G(1, 1
′
) = G0(1, 1

′
) +

∫

d2G0(1, 2)V (2)G0(2, 1
′
) +

+

∫

d2d3G0(1, 2)V (2)G0(2, 3)V (3)G0(3, 1
′
) + ... = G0 +G0

∞
∑

n=1

(V G0)
n,

où 1 = (r, t), 1
′
= (r

′
, t

′
) etc. (voir Fig. (3.4)).

Fig. 3.4: Représentation diagrammatique de la fonction de Green - Fonction de

Green dans le cas du champ aléatoire créé par configuration de diffuseurs fixée. Chaque

fonction de Green G0 est présentée par une ligne fine, chaque amplitude de dispersion est

présentée par une ligne pointillée.

En fait, le développement en puissances de V n’est pas suffisant pour déterminer

la contribution la plus importante (en ordre de (EF τ)
−1) à la moyenne de fonction de

Green Altshuler & Simons (1996). Il est nécessaire de recueillir tous les diagrammes
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non-séparables dans l’opérateur de “self-énergie”Σ et construire l’équation de Dyson

(voir Fig. (3.5)) pour la fonction de Green (au lieu de l’équation (3.82))

G = G0 +G0

∞
∑

n=1

(ΣG0)
n = G0 +G0ΣG. (3.82)

Fig. 3.5: Représentation diagrammatique de l’équation de Dyson - Σ est la “self-

énergie”, chaque fonction de Green G0 est présentée par une ligne fine, la fonction de Green

exacte est présentée par la ligne épaisse.

On obtient donc pour la fonction de Green exacte G

G =
1

G−1
0 − Σ

(3.83)

On peut montrer que l’expansion diagrammatique pour une fonction de Green à

un électron, moyennée sur les configurations des centres de diffusion (impuretés) a la

forme présentée sur la Figure (3.6) [Sadovskii (2006), Altshuler & Simons (1996)].

+ ++ +

+ +...

+ + +=

Fig. 3.6: Représentation diagrammatique de la fonction de Green moyenne -

Fonction de Green moyennée dans le cas du champ aléatoire d’une forme générale. Chaque

fonction de Green G0 est présentée par une ligne fine, chaque amplitude de dispersion est

présentée par une croix, la fonction de Green exacte est présentée par la ligne épaisse.

Dans le cas où la concentration des impurétés (ρ) est faible, dans l’ex-

pansion (3.82) on peut se restreindre aux termes qui sont linéaires en ρ.
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3.4 Description d’un système désordonné

Prenant en compte que υ → 0 dans (3.79), nous obtenons l’expansion pour la fonction

de Green moyenne qui est présentée par la série de diagrammes sur la Figure (3.7). Du

point de vue mathématique, la factorisation des corrélateurs du champ aléatoire dans

ce cas représente le champ aléatoire du type gaussien [Sadovskii (2006)].

+ + +...

+ + +=

Fig. 3.7: La représentation diagrammatique de la fonction de Green moyenne -

Fonction de Green moyennée dans le cas du champ aléatoire d’une forme gaussienne.

Le corrélateur “à deux points”de ce champ aléatoire prend la forme suivante :

〈V (r1)V (r2)〉 = ρυ2δ(r1 − r2) (3.84)

Dans l’approche de Born, on obtient au premier ordre [Altshuler & Simons (1996),

Sadovskii (2006)] :

GR,A(p;E) =
1

iεn − ξ(p) + iγpsign(εn)
(3.85)

où γp = 1
2τp

. τp est le temps caractéristique de décroissance d’état, représenté par la

fonction de Green moyenne. Il faut noter que dans cette approche on ne prend pas

en comple les dispersions multiples. Néanmoins, Sadovskii (2006) a montré que dans

l’approche de Born “self-consistante”, si on prend en compte les diffusions multiples et

recueille tous les diagrammes présentés sur la Figure (3.6), on obtient le même résultat.

La différence entre ces deux approches (l’approche de Born et l’approche

de Born “self-consistante”) apparâıt uniquement dans le cas où la diffusion

est forte.

Nous avons donc obtenu l’expression pour la fonction de Green moyenne sur les

configuration des impuretés, l’expansion de cette fonction de Green étant présentée par

les diagrammes de la Figure (3.7). Dans le premier ordre de l’approche de Born on n’a

pris en compte que les deux premiers diagrammes sur la Figure (3.6) et on a omis les
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diagrammes avec l’autointersection des lignes des impuretés. Ces derniers donnent une

contribution qui est pF l
~

fois plus petite par rapport à la contribution donnée par les

diagrammes sans l’autointersection des lignes. En effet, si on regarde la Figure (3.8),

on trouve que les volumes de l’espace de phase, où se trouvent les états des électrons

(qui contribuent à la conductivité), sont différents pour les différentes voies de diffusion.

Pour les diagrammes sur la Figure (3.8a), les p1 et p2 varient dans l’épaisseur sphérique

de la taille de ∆k ∼ 1/l. Le volume de phase correspondant est donc Ωa ≈ (4πp2
F ~∆k)2.

Dans le cas des diagrammes sur la Figure (3.8b), il y a une restriction complémentaire

|p + p2 − p1| ≈ pF qui définit un anneau issu de l’intersection de deux sphères. Le

volume de cet anneau est Ωb ≈ (4πp2
F ~∆k)(2πpF ~2∆k2). Alors, la relation entre les

contributions représentées par ces deux types de diagrammes est définie par la relation

des volumes dans l’espace de phase Ωb
Ωa

∼ ~∆k
pF

= ~

pF l . Un faible désordre, pF l/~ ≫ 1,

implique que la longueur du libre parcours moyen est suffisamment grande. Ainsi, le

paramètre du développement dans la théorie des perturbations, appliquée aux systèmes

désordonnés, est ~

pF l ≪ 1, ce qui est équivalent à la condition ~

EF τp
≪ 1. En prenant

en compte que pF ∼ ~/a (où a est la distance interatomique), la dernière condition

correspond à l ≫ a ce qui signifie que le libre parcours moyen doit être plus grand que

la distance interatomique.

Maintenant, après avoir considéré la technique de moyennage des fonctions de Green

sur le désordre, on peut obtenir des expressions pour la conductivité (voir la section

suivante). Comme montré dans la Section (3.3.2.1), la formule de Kubo-Greenwood

relie la conductivité électrique aux fonctions de Green à une particule - GR,A(q, ω). Les

diagrammes correspondants à l’opérateur de polarisation Π(q, ω) sont représentés sur

la Figure (3.8).

Si la symétrie par rapport au renversement du temps est conservée, il est possible de

calculer la contribution des diagrammes avec l’autointersection par le même moyen que

des diagrammes sans l’autointersection. Dans la section suivante nous allons montrer

que les états des électrons, dont la contribution à la conductivité est présentée par le

diagramme sur la Figure (3.8b), sont décrits par un pôle de type “diffusion”Gor’kov

et al. (1979) ; ce pôle étant caractérisé par une faible différence d’énergie ∆E = ω et

par une petite somme de vecteurs d’ondes q1 + q2 ≈ 0 (voir Figure (3.8)) Altshuler

& Aronov (1985). Formellement, ces états ressemblent aux états de paires de Cooper

dans la théorie de la supraconductivité Gor’kov et al. (1979) (petite différence d’énergie,
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Fig. 3.8: Les contributions à la conductivité dans la voie de diffusion et la

voie de Cooper - a - diagrammes sans autointersection des lignes des impurétés ; b -

diagrammes avec autointersection des lignes des impurétés.

41

diagram_all_3.eps
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petite somme de vecteurs d’ondes des électrons dans la paire de Cooper). Mais il faut

souligner ici que l’on a fait l’expansion de la fonction de Green à une particule

(voir Figure (3.6) ) et les états de l’électron, décrits par le pôle “Cooper”, peuvent

être interprétés comme étant cohérents (ce qui implique que l’état général d’électron,

composé des états cohérents, est “entangled”/enchevêtré). L’ensemble des diagrammes

avec l’autointersection décrit la propagation (et diffusion) de l’électron dans la voie “de

Cooper”. Ainsi, dans cet approche on ne prend pas en compte les interactions entre les

électrons.

3.4.1 La conductivité électrique en absence d’interactions entre les

électrons

3.4.1.1 Régime de localisation faible

Afin de calculer la conductivité électrique en absence d’interactions entre électrons

(dans le cadre de théorie à un électron) il faut calculer la quantité suivante (voir (3.70)

- (3.72))

Π(q, ω) = 〈GA(q, E)GR(q + p, E + ω)〉 (3.86)

où la fonction de Green GA,R est donnée par l’expression (3.85) et représentée sur la

Figure (3.7). A son tour, l’opérateur de polarisation Π(q, ω) peut être représenté par

la somme des diagrammes sur la Figure (3.9).

P( w)=q, x x x x

xx
x x

+ + + +

++ +...

Fig. 3.9: Repésentation diagrammatique de l’opérateur de polarisation - Somme

des diagrammes d’ordre inférieur dans l’expansion de l’opérateur de polarisation en puis-

sances de V .
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Afin de calculer cette somme on peut introduire la fonction du vertex Γpp′ (q, ω) qui

est reliée à Π(q, ω)

Π(q, ω) ∝ − 1

2πi
GR(p+, E + ω)GA(p−, E)[δpp

′ + Γpp
′ (q, ω)GR(p

′

+, E + ω)GA(p
′

−, E)]

(3.87)

et qui satisfait l’équation de Bethe-Solpeter représentée sur la Figure (3.10).

G = U

p
+

p
-

p
+

p
-

E+w

E

+ U

p
+

p
-

p
+

p
-

G

p
+

p
-

U =

p
+

p
-

p
+

p
-

E+w

E

+ + + +...

a)

b)

Fig. 3.10: Repésentation diagrammatique de l’équation de Bethe-Solpeter - a

Repésentation diagrammatique de l’équation de Bethe-Solpeter pour la fonction du vertex

Γpp
′ (q, ω) ; b Les diagrammes de l’ordre inférieure pour le vertex U

pp
′ (q, ω) irréductibles

dans la voie de diffusion.

L’équation de Bethe-Solpeter pour Γpp
′ (q, ω) a la forme analytique suivante :

Γpp
′ (q, ω) = Upp

′ (q, ω) +
∑

p
′′

Upp
′′ (q, ω)GR(p

′′

+, E + ω)GA(p
′′

−, E)Γp
′′
p
′ (q, ω). (3.88)

Dans l’approximation la plus simple on peut se restreindre à ne garder que le premier

diagramme dans l’expansion sur la figure Figure (3.10b), ou le même

U0(p − p
′
) = ρ|υ(p − p

′
)|2. (3.89)
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Dans ce cas l’équation de Bethe-Solpeter prend une forme appellée “l’approximation

de l’escalier”et qui a pour solution [Sadovskii (2006)] :

Γ 0
pp

′ (q, ω) =
U0

1 − U0
∑

pG
R(p+, E + ω)GA(p−, E)

=
U0τ

−1

−iω +D0q2
(3.90)

où D0 est le coefficient de diffusion et τ est le temps entre les actes conséquents des

dispersions élastiques. Cette dernière expression (3.90) est appellée “le diffuson”.

Si la symétrie par rapport au renversement du temps est préservée, le diagramme

de type “l’escalier”dans la voie de Cooper (voie particule-particule - voir diagramme

sur la Figure (3.8b)) est équivalent au diagramme de type “l’escalier”dans la voie de

diffusion (voie particule-trou - voir le diagramme sur la Figure (3.8a)), la contribution

des diagrammes avec l’autointersection (voir le dernier diagramme sur la Figure (3.10b)

et la Figure (3.8b)) ayant la même forme que l’expression (3.90). On obtient donc pour

la somme de diagrammes avec l’autointersection

ΓC
pp

′ (q, ω) =
2γU0

−iω +D0(p + p′)2
, (3.91)

où γ = πρυ2ν(E) et p ≈ −p
′

ce qui correspond à la condition de rétrodiffusion d’un

électron. Par analogie avec les diagrammes qui apparaissent dans la théorie de supra-

conductivité, l’expression (3.91) est appellée le “cooperon”[Gor’kov et al. (1979)].

Prenant en compte les diagrammes avec l’autointersection nous pouvons obtenir une

expression pour la conductivité beaucoup plus exacte, ce qui nous permet de décrire

les effets d’interférence des ondes d’électron (la localisation faible).

Pour l’opérateur de polarisation on obtient l’expression suivante Sadovskii (2006) :

Π(q, ω) = N(E)
DE(q, ω)q2

ω + iDE(q, ω)q2
, (3.92)

où N(E) est le nombre de porteurs de charge et DE(q, ω) est le coefficient généralisé

de diffusion :

DE(q, ω) = D0
i

τ

1

M(q, ω)
. (3.93)
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Dans la dernière expression (3.93), M(q, ω) est le noyau de relaxation qui se relie à

la fonction de vertex Upp
′ (q, ω) (voir Figure (3.10)) :

M(q, ω) = 2iγ +
id

2πν(E)

∑

pp
′

(pq)∆GpUpp
′ (q, ω)∆Gp

′ (p
′
q) (3.94)

où γ = πρυ2ν(E) et ∆Gp = GR(E,p−) −GA(E + ω,p+).

En utilisant les expressions (3.71), (3.72) et (3.92) nous obtenons finalement pour

la conductivité

σ(q, ω) =
e2

V
N(E)

iωDE(q, ω)

ω + iDE(q, ω)q2
. (3.95)

En se restreignant aux diagrammes sans l’autointersection nous avons pour M(q, ω)

et DE(q, ω) respectivement

M(0, 0) =
i

τtr
= 2πiρ

∑

p
′

δ(E − (p
′
)2

2m
)|υ(p − p

′
)|2(1 − pp

′
), (3.96)

DE = D0. (3.97)

Dans ce cas, on obtient pour la conductivité l’expression bien connue de Drude :

σ(ω) =
e2N(E)D0

V

1

1 − iωτ
. (3.98)

3.4.1.2 Les corrections à la conductivité provenant du phénomène d’in-

terférence

Regardons maintenant comment apparaissent les corrections à la conductivité. Nous

avons vu que ces corrections proviennent du phénomène d’interférence, représenté par

les diagrammes avec l’autointersection (Figure 3.8b et 3.10). Il nous faut calculer

M(0, ω) selon (3.94) mais en utilisant (3.91) pour le vertex irreductible. Ce vertex,

le Cooperon, peut conduire à la divergence du noyau de relaxation quand ω → 0, parce

que pour un système bi-dimensionnel

∫

∝ kdk

ω + iD0k2
∝ ln(ω). (3.99)
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Cette divergence pour ω → 0 peut donner une contribution complémentaire, qui

décrit la localisation d’Anderson. Dans le cas de faible désordre et dans le cadre des

approches mentionnées ci-dessus on obtient pour le noyau de relaxation Sadovskii (2006)

M(0, ω) = 2iγ − 2U0

∑

k

1

ω + iD0k
2 . (3.100)

Pour un système à deux dimensions nous avons

M(0, ω) =
i

τ
+
i

τ

1

2πEτ
ln(

1

ωτ
). (3.101)

Le coefficient généralisé de la diffusion prend la forme suivante Gor’kov et al. (1979) :

D(ω) =
D0

1 + 1
2πEτ ln( 1

ωτ )
≈ D0(1 − 1

2πEτ
ln(

1

ωτ
)) (3.102)

Cette dernière expression, comme toutes les autres ci-dessus, est valable dans le

cas d’un faible désordre où Eτ ≫ 1. Le deuxième composant dans (3.102) décrit les

corrections quantiques dans un système désordonné à deux dimensions Gor’kov et al.

(1979). Comme le signe de cette correction est négatif (cela signifie une diminution du

coefficient de diffusion par rapport à sa valeur D0 “dite- de Drude”), on parle souvent

du phénomène de localisation faible. Si nous prenons formellement la limite ω → 0, à

cause de la divergence logarithmique, la correction quantique devient comparable à la

valeur classique de la conductivité, ce qui implique la possibilité de la transition métal-

isolant (transition d’Anderson). Pourtant, il faut noter qu’en prenant la limite ω → 0

nous arrivons au delà du domaine d’applicabilité des expressions obtenues.

Jusqu’à maintenant, nous regardions le cas des températures nulles T = 0. Pour des

températures finies, les processus de diffusion non-élastique deviennent considérables

et mènent au déphasage des ondes de l’électron. Ce déphasage est caractérisé par le

temps τφ = AT p, où p dépend du processus de la diffusion. Nous pouvons donc réécrire

l’expression (3.102) sous la forme

D(ω) = D0(1 − 1

2πEτ
ln(

1

max(ω, 1
τφ

)τ
)). (3.103)

Pour ω → 0 nous obtenons la conductivité statique

σ = σ0(1 − 1

2πEτ
ln(

τφ
τ

)) = σ0(1 − p

2πEτ
ln(

T0

T
)), (3.104)
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où T0 décrit une certaine échelle d’énergie. Pour un système à deux dimensions nous

avons n
N(E) = 2π n

m = E et σ0 = ne2τ
m = e2

2πEτ . Alors, l’expression précédente prend la

forme

σ =
e2

2π~
Eτ(1 − 1

2πEτ
ln(

τφ
τ

)). (3.105)

Afin d’obtenir la dépendance de la conductivité en fonction du champ magnétique

il faut prendre en compte le changement du spectre électronique. Pour un système

bi-dimensionnel, dans le cas où le champ magnétique extérieur est appliqué perpendi-

culairement au plan de la couche (parallèlement à l’axe z), l’expression (3.92) prend la

forme suivante

iωΠ(q, ω) = −
∑

α,n

Nα,n(E)
DE(q, ω)q2

−iω +DE(q, ω)q2z + Ωc(n+ 1/2) + 1
τφ

, (3.106)

où Ω = ~eB
m = 4eDB

~
est la pulsation cyclotron, n est l’indice du niveau de Landau, α est

le nombre quantique qui distingue les états différents sur le même niveau de Landau et

τφ = DE(q, ω)(q2x +q2y) est le temps caractéristique de vie de l’excitation (c’est le temps

de cohérence de phase des ondes de l’électron qui sont caractérisées par p ≈ −p
′
(voir

(3.91))). La sommation sur α peut être faite en utilisant l’expression pour le nombre

des états sur un niveau de Landau

dN =
2eBV

(2π~)2
dqz. (3.107)

Alors, nous obtenons pour Π(q, ω)

iωΠ(q, ω) = −eBDE(q, ω)q2

2π2~2

∑

n

1

−iω +DE(q, ω)q2z + Ωc(n+ 1/2) + 1
τφ

dqz
2π

. (3.108)

Puisque le système est bi-dimensionnel, on omet l’intégration sur dqz et on obtient

finalement pour la correction à la conductivité

δσ2D = −4e2

q2
iωΠ(q, ω) = −4e2

eBDE(q, ω)

2π2~2

1

Ωc

n=nmax
∑

n=0

1

n+ 1/2 + x
, (3.109)
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où x = ~

4eBDE(q,ω)τphi
; ce qui donne après sommation sur n

δσ2D = − e2

2π2~
(ψ(nmax +

1

2
+ x) − ψ(

1

2
+ x)) (3.110)

où ψ(x) = Γ
′
(x)

Γ(x) est la fonction di-gamma ; les Γ
′
(x) et Γ(x) sont la première derivée de

la fonction gamma et la fonction gamma respectivement.

Bien que dans le cas d’un faible désordre (kF l ≫ 1), la longueur de localisation ξloc

est exponentiellement grande Ramakrishnan (1995) :

ξloc ⋍ lexp(
π

2
kF l), (3.111)

(où l - est le libre parcours moyen et kF - est le vecteur de Fermi), les effets de

rétrodiffusion sont suffisamment importants pour localiser tous les états électroniques

dans un système à deux dimensions (voir aussi la discussion de la Section (3.2.1.1)).

3.4.1.3 Régime de forte localisation

Contrairement au régime de localisation faible, les approches perturbatives ne sont

pas valides en régime de localisation forte. En même temps, du point de vue expérimental,

il est beaucoup plus difficile de mesurer les variations pour de petites valeurs de la

conductivité d’un isolant.

Le mécanisme principal de la conductivité dans le régime de forte localisation est

le saut à distance variable (VRH) entre sites localisés. Dans ce régime, la longueur

optimale d’un saut (t) est beaucoup plus grande que la longueur de localisation (ξ).

Les sites localisés peuvent être supposés connectés par un réseau aléatoire classique

de résistances Miller & Abrahams (1960). Puisque les résistances individuelles forment

une large distribution, on peut supposer que la résistance de l’échantillon entier est

gouvernée par une resistance critique, ce qui mène à la percolation Ambegaokar et al.

(1971). D’où une dépendance de la conductivité en fonction de la température :

σ(T ) = σ0 exp[−(
T0

T
)1/(d+1)], (3.112)

où T0 est la température caractéristique, d est la dimensionalité du système.

Le premier essai de prise en compte des effets d’interférence quantique a été fait par

Nguyen, Spivak and Shklovskii (NSS) Nguyen et al. (1985a), Nguyen et al. (1985b).

Ils ont proposé un modèle qui prend en compte la contribution à la probabilité des
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sauts, issue de l’interférence quantique des voies de tunnel : entre les événements de

tunneling les électrons conservent leur phase. A basse température, les sauts se font à

grande distance et les électrons subissent des diffusions multiples par un grand nombre

d’impurétés. Ainsi, l’amplitude de tunneling totale devient la somme sur toutes les tra-

jectoires entre les sites initiaux et finaux. Nguyen et al. (1985a), Nguyen et al. (1985b)

soulignent que la contribution de chaque trajectoire est exponentiellement petite en

fonction de sa longueur et les contributions principales proviennent, donc, des courtes

voies de la diffusion vers l’avant. L’interférence quantique des voies de rétrodiffusion

(comme cela a lieu en régime de localisation faible) n’est pas appropriée ici.

Il y a trois échelles caractéristiques de longueur, qui doivent être considérées pour

lier la théorie et les expériences, à savoir : le pas du réseau a, la longueur de localisation

ξ, la longueur des sauts t. Pour que les résultats de la théorie de NSS soient valides, il

est nécessaire que la longueur des sauts soit beaucoup plus grande que la longueur de

localisation (t ≫ ξ). Quand la longueur des sauts devient de l’ordre de grandeur de la

longueur de localisation (t ∼ ξ), l’approximation de NSS est moins appropriée puisque la

rétrodiffusion devient importante et les effets de localisation faible apparaissent [Medina

& Kardar (1992)]. Zhao et al. (1991) ont considéré un scénario, qui montre la relation

entre les échelles caractéristiques de longueur : ils ont divisé la région, où l’effet tunnel a

lieu, en gouttes dont la taille est de l’ordre de la longueur de localisation et ont supposé

que la rétrodiffusion cohérente est importante à l’intérieur de chacune goutte, mais pas

entre les gouttes. Dans le cas où il y a beaucoup de gouttes sur une longueur de l’ordre

de la distance de saut (ξ ≪ t), les chemins entre sites localisés sont essentiellement

orientés et la rétrodiffusion est moins importante (côté gauche de la Figure (3.11)). De

l’autre côté, quand la taille d’une goutte (ξ) est de l’ordre de la grandeur de la distance

de sauts (t), la rétrodiffusion cohérente devient importante (côté droit de la Figure

(3.11)).

Medina & Kardar (1992) ont étudié le rôle des interférences quantiques en régime

de localisation forte par la méthode de “matrice de transfert”(“transfer matrix”).

Partant de l’Hamiltonien d’Anderson (3.1) avec

εi =

{

+W,p

−W, (1 − p)

(3.113)

(3.114)

et
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Fig. 3.11: Les régimes différents où la magnérorésistance négative peut être

observée - La longueur de localisation est petite : ξ ≪ t, la magnétorésistance négative

est due à la corrélation entre les chemins de propagation de l’électron. Le champ magnétique

conduit à la réduction de “l’énergie de couplage”ρ (voir Eq. (3.125)) et à l’augmentation

de la longueur de localisation (selon Medina & Kardar (1992)). La longueur de localisation

est grande : ξ ∼ t, le nombre de boucles fermées est aussi grand (5 boucles sont présentées

sur la Figure). Alors, les effets de la localisation faible apparaissent et contribuent à la

magnétorésistance.
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3.4 Description d’un système désordonné

t = Vij =

{

V, |i− j| = 1

0, |i− j| > 1

(3.115)

(3.116)

(où p est la probabilité) Medina & Kardar (1992) ont réalisé l’expansion de “loca-

tor”(Anderson (1958)), qui est valide dans la limite |Vij | = V ≪ (E − ti), où E est

l’énergie de l’électron. En fait, si V = 0, les fonctions propres sont les états sur les

sites, et la longueur de localisation est zéro (il n’y a pas de terme de transfert). Pour

V/(E − εi) ≪ 1 les quantités différentes peuvent être obtenues dans le cadre de la

théorie de perturbation au voisinage de la solution à V = 0 :

|Ψ+〉 = |Φ〉 +
1

E −H0 + iδ
Υ|Ψ+〉, (3.117)

où

H0 =
∑

i

εia
+
i ai, (3.118)

et la perturbation

Υ =
∑

〈ij〉

Vija
+
i aj . (3.119)

La fonction |Φ〉 représente l’état de l’électron localisé sur le site initial, tandis que

|Ψ+〉 représente l’état de l’électron localisé sur le site final. On peut itérer l’expression

(3.117) pour obtenir une expansion en ordres du paramètre Υ/(E − εi)

|Ψ+〉 = |Φ〉 +
1

E −H0 + iδ
Υ|Φ〉 +

1

E −H0 + iδ
Υ

1

E −H0 + iδ
Υ|Φ〉 + ... (3.120)

A δ → 0, pour le chevauchement de deux états, nous obtenons :

〈Ψ+|Ψ+〉 = 〈Ψ+|Φ〉 + 〈Ψ+| 1

E −H0
Υ|Φ〉 + 〈Ψ+| 1

E −H0
Υ

1

E −H0
Υ|Φ〉 + ... (3.121)

Le premier terme dans l’expression précédente, représente un électron qui part du

site initial et finit sa propagation au site final sans avoir subi de diffusion ; le deuxième

terme représente un électron qui subit une seule diffusion par un site intermédiaire ; le

troisième terme décrit deux diffusions, etc. L’opérateur Υ, en agissant sur la fonction
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|Φ〉, fait apparaitre le facteur V , et l’opérateur H0, en agissant sur |Φ〉, fait apparâıtre

la valeur εi - énergie d’un électron sur le site sans prise en compte de l’interaction.

Finalement, on obtient l’expression pour la fonction de Green entre les états initiaux

et finaux Medina & Kardar (1992) :

〈Ψ+|Ψ+〉 = 〈Φ|G(E)|Ψ+〉 =
∑

Γ

ΠiΓ

V eiA

E − εiΓ
, (3.122)

où Γ est l’ensemble des chemins possibles entre l’états initiaux et finaux, iΓ repère les

sites dans chacune des voies, A est le potentiel vecteur magnétique.

Dans le modèle proposé par Nguyen et al. (1985a), Nguyen et al. (1985b), les énergies

sur les sites εi prennent les valeurs ±W avec des probabilités égales, tandis que les

sites initiaux et finaux ont pratiquement les mêmes énergies ; dans ce cas on peut

mettre εF = E = 0. Ainsi, les dénominateurs dans l’expression (3.122) ont la même

amplitude W mais des signes différents ηiΓ = εiΓ/W . Le chemin de longueur l contribue

maintenant par l’amplitude W (V/W )l dans la somme. Pour les distances plus grandes

que ξ et dans le cas où (V/W ) ≪ 1, il suffit de ne traiter que les chemins orientés. Alors,

pour les sites séparés par la distance t, l’expression (3.122) prend la forme Medina &

Kardar (1992) :

〈i|G(E)|f〉 = (
V

W
)tJ(t), (3.123)

où

J(t) =
orientées

∑

Γ′

∏

i
Γ
′

ηi
Γ
′ e

iA. (3.124)

Dans la dernière expression, Γ
′

est l’ensemble de tous les chemins les plus courts.

Toute l’information sur l’interférence est contenue maintenant dans l’expression décrivant

J(t). C’est cette quantité qui a été étudiée par Nguyen et al. (1985a), Nguyen et al.

(1985b), Medina & Kardar (1992), Medina et al. (1990).

Medina & Kardar (1992), Medina et al. (1990) obtiennent finalement pour la fonc-

tion de Green

〈ln |〈i|G|f〉|2〉 ≡ 〈ln Ψ(t)〉 = − t

ξ0
− ρt, (3.125)
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où

ξ0 = [2 ln(

√
2W

V
)]−1 (3.126)

est la contribution locale à la longueur de localisation (qui implique les paramètres

d’Anderson uniquement), ρ ≡ ξ−1
g est la contribution globale à la longueur de locali-

sation (qui est issue de l’interférence quantique). Les simulations numériques, menées

par Medina et al. (1990) ont révélée que la contribution ξg à la longueur de localisation

dépend du champ magnétique :

ξ−1
g = ρ(B) = (0.053 ± 0.02) − (0.15 ± 0.03)(

φ

φ0
)1/2, (3.127)

où φ est le flux magnétique pénétrant dans l’aire, formée par le chemin fermé de pro-

pagation de l’électron, φ0 est le quantum du flux magnétique. On peut donc voir que

le champ magnétique mène à l’augmentation de la longueur de localisation et, par

conséquent, pousse le système vers la région où ξ . t. Physiquement cela peut être

expliqué par un déphasage entre les voies de propagation de l’électron, induit par le

champ magnétique : le temps du séjour de l’électron sur les sites intermédiaires diminue,

ainsi, la probabilité de trouver cet électron sur le site final augmente (voir Fig. (3.11)).

Cet idée a été exprimée aussi par Ionov & Shlimak (1991). La magnétorésistance dans

ce régime est négative et varie en champ magnétique soit comme B2 soit comme B1/2,

en fonction du rayon cyclotron et de la distance de sauts Agrinskaya et al. (2010); Choy

et al. (2008).

Il est intéressant de noter que la même dépendance de la longueur de localisation en

fonction du champ magnétique a été trouvée par une autre méthode, à savoir - dans le

cadre de la théorie du groupe de renormalisation. L’application d’un champ magnétique

extérieur conduit à la perte de la symétrie par rapport au renversement du temps, ce qui

s’exprime par le changement de la symétrie de l’Hamiltonnien d’orthogonal à unitaire

Lerner & Imry (1995); Minkov et al. (2004); Slevin & Ohtsuki (1997). La dépendance

de la longueur de localisation en fonction du champ magnétique dans le regime où

ξo & lH & l et le désordre est faible prend la forme suivante :

ξ = lB· exp[g2
B] (3.128)
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où lB ≡ √
~/eB est le rayon cyclotron, gB ≡ g(lB) = g0 − ln(lB/l). La longueur de

localisation varie donc dans la gamme de la valeur orthogonale ξo ∼= lexp(g0)) pour

lB & ξo jusqu’à la valeur unitaire, ξu ≅ lexp(g2
0) pour lB ∼ l. Puisque g0 ≫ 1 (g0 est la

conductance d’un système de la taille L0 ∼ l), ξu ≫ ξo [Lerner & Imry (1995)]. Lerner

& Imry (1995) ont noté que la relation ξu/ξo n’est pas universelle - c’est-à-dire qu’elle

peut varier sur plusieurs ordres de grandeur dans la gamme l . lH . ξo.

En dépit du nombre élevé d’études de magnétorésistance au voisinage de la transi-

tion du régime de localisation faible au régime de forte localisation, le mécanisme de la

magnétorésistance négative n’est pas compris. Cela est dû à la nécessité de prendre en

compte les interactions entre les électrons, qui ne sont pas triviales dans les systèmes

désordonnés. De surcrôıt, il est difficile de trouver un paramètre, que l’on pourrait

utiliser dans la théorie de perturbation.

3.5 Localisation d’Anderson sous champ magnétique extérieur

La théorie des corrections quantiques à la conductivité, présentée dans la Section

(3.4.1.1), a été élaborée dans le cadre de l’approche perturbative, quand le désordre sta-

tique est faible. Ces corrections apparaissent dans l’ordre supérieur dans le développement

en (kF l)
−1 Altshuler & Aronov (1985) et elles sont associées aux processus de rétrodiffusion

cohérente. Ces corrections sont observées dans les expériences menées sur des métaux

ou semiconducteurs dégénerés, pour lesquels la relation kF l ≫ 1 est satisfaite.

Néanmoins, comme on l’a déjà noté dans l’Introduction (1.1), des caractéristiques

électriques, similaires à celles faites dans les métaux faiblement désordonnés, ont été

mises en évidence dans des matériaux où le désordre statique est fort. Dans les semicon-

ducteurs fortement dopés/désordonnés, où le transfert de charge à basse température

se fait habituellement par sauts des électrons entre sites localisés, les dépendances des

magnétorésistances en fonction du champ magnétique extérieur ont été trouvées être

négatives - c’est-à-dire, que la conductivité augmente quand le champ appliqué aug-

mente. Pour expliquer ces observations, des modèles différents ont été développés, ainsi

que des essais de description de la localisation d’Anderson sous champ magnétique

faible dans le cadre de la théorie diagrammatique des fonctions de Green (par exemple,

par Kleinert & Bryksin (1997)). Kleinert et Bryksin, en étudiant l’équation de Bethe-

Salpeter (équation qui décrit les états liés dans la théorie quantique des champs), ont
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indentifié la classe de diagrammes qui peuvent être sommés dans l’approximation self-

consistante.

Dans la repésentation de Wigner, l’équation pour le vertex irréductible a la forme

suivante Kleinert & Bryksin (1997) :

U(k’,k, 0;E,ω) = u0 + u0

∑

k

GR(k + κ;E + ~ω)GA(k’ − κ,E)Γ(κ;E,ω) +

+u0

∑

k

GR(k’ + κ,E + ~ω)GA(k − κ;E)Γ(κ;E,ω),

où u0 = ~/[2πN(E)τ0], N(E) =
∑

kN(k, E) est la densité des états sur le niveau

de Fermi et τ0 est le temps de dispersion élastique. La constante de couplage effectif

s’écrit :

u(E,ω) = u0[1 +

∑

k Γ(κ;E,ω))

2π2N(E)2u(E,ω)2
] =

~

2πN(E)τ(E,ω)
(3.129)

d’où on tire le coefficient de diffusion pour un système isotrope Kleinert & Bryksin

(1997) :

D(E,ω) =
D0

1 + 1
~πN(E)

∑

kC(κ;E,ω)
, (3.130)

où D0 = v2
F τ0/d.

La quantité
∑

kC(k;E,ω) est la fonction d’autocorrélation du propagateur de Co-

oper qui, dans un champ magnétique appliqué, satisfait l’équation suivante :

−iω −D(E,ω)[▽r − i2eA(r)]2C(r;E,ω) = δ(r). (3.131)

D’après ces relations, Kleinert & Bryksin (1997) ont déduit l’expression du coeffi-

cient de diffusion dynamique dans un système désordonné bi-dimensionnel :

D = D0 −
1

2π2~NF
[ψ(

1

2
+

~

4eBl
+ s

l2B
4D

) − ψ(
1

2
+ s

l2B
4D

)], (3.132)

où ψ est la fonction di-gamma et s = 1/τε - est l’inverse du temps de dispersion

non-élastique. Dans la limite d’un faible désordre (kF l ≫ 1), où le désordre peut

être traité dans le cadre de la théorie des perturbations, le coefficient de diffusion

D dans l’équation précédente peut être remplacé par D0, ce qui conduit à l’expression
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de la magnétoconductivité dans le cadre de la théorie de localisation faible (voir l’Eq.

(3.110)). Ainsi, il a été démontré, qu’il existe une frontière séparant les états localisés

(dans le régime où le champ magnétique est très faible et le coefficient de diffusion

s’approche de zéro) des états étendus (qui apparaissent sous les champs magnétiques

plus forts). Ces résultats sont valides pour le régime où lB > L, L étant soit la taille

du système, soit la longueur de diffusion inélastique. La valeur critique du champ

magnétique, pour lequel le coefficient de diffusion (Eq. (3.132)) disparait, peut être

déterminée d’après la relation suivante :

Bc =
m∗eC−1

kFλ0τ0
exp(−πkFλ0) (3.133)

où m∗ est la masse effective, C est la constante d’Euler et τ0 - est le temps de dif-

fusion élastique. Un tel scénario de transition métal-isolant gouvernée par un champ

magnétique extérieur, peut être relié aux modèles, où la magnétorésistance négative

(dans les systèmes pour lesquels le mécanisme de transfert de charge est VRH), est

due aux inclusions métalliques dans les matrices-isolantes Ionov & Shlimak (1991).

Dans ces systèmes, les trajets de sauts passent au travers de ces inclusions métalliques

et la magnétorésistance négative est due au phénomène de l’interférence associée au

mouvement diffusif des porteurs de charge.

Minkov et al. (2004) ont remarqué que Kleinert & Bryksin (1997) n’ont pas pris en

compte les corrections quantiques, qui sont reliées aux diffusons. Minkov et al. (2004)

font valoir que dans le régime d’isolant faible, où ξo < Lφ et la conductance est de l’ordre

de e2/h (voir discussion dans la Section (3.2.1.2)), ce sont les corrections associées à la

deuxième boucle dans la théorie d’échelle qui décrivent les effets de délocalisation en

champs magnétique extérieur.

Conclusions : nous avons considéré les mécanismes de transport de charge dans

les régimes de faible et forte localisation, ainsi que l’applicabilité des concepts pour la

description des systèmes désordonnés dans ces régimes. Les expressions importantes,

Eqs. (3.21), (3.23), (3.105), (3.110), (3.127), (3.132), obtenues dans ce chapitre, seront

utilisées pour l’analyse des données expérimentales (Chapitre 7).
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4

Les voies de la diffusion des

porteurs de charge et leur

contribution aux corrections

quantiques à la conductivité

4.1 L’interaction entre les quasi-particules

Dans la plupart des études de la matière condensée, on s’intéresse généralement

aux excitations à basse énergie. Cet intérêt est motivé d’une part par les aspects pra-

tiques (on retrouve le fer à la température ambiante dans la vie quotidienne ; et dans

un état proche de l’état fondamental), et d’autre part - par la tendance des systèmes

macroscopiques à se comporter d’une manière universelle à basse température. Cela

implique, par exemple, qu’à basse température les détails de la forme fonctionnelle du

potentiel de l’interaction microscopique perdent leur importance, i.e., on peut utili-

ser les Hamiltoniens simples Altland & Simons (2010). Ainsi, dans la description des

systèmes quantiques à plusieurs corps, le concept de l’état fondamental |Φ〉 (dans le-

quel se trouve le système à basse température) joue un rôle primordial, à savoir qu’il

détermine les propriétés les plus universelles du système. De surcrôıt, tous les vecteurs

des états peuvent être obtenus à partir de |Φ〉 dans la représentation de la seconde

quantification. A son tour, l’état fondamental peut être défini comme un état princi-

pal des champs quantiques, caractérisé par le minimum de l’énergie, de l’impulsion, de
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CONDUCTIVITÉ

l’impulsion angulaire, de la charge électique et autres nombres quantiques.

Aux basses températures, les particules et les trous sont excités seulement au voisi-

nage de la surface de Fermi. Dans un système isolé, le nombre total des particules est

conservé. Par conséquent, le nombre des particules excitées doit être égal au nombre

des trous. Du point de vue théorique, il est plus commode de travailler avec un système,

qui est équivalent à l’ensemble grand canonique de la mécanique statistique, c’est-à-dire

avec le système, caractérisé par un potentiel chimique au lieu du nombre des particules.

Ceci équivaut à traiter un système qui se trouve en contact avec un réservoir des par-

ticules. Dans ce cas il est commode de travailler avec l’énergie libre

F = E − µ ·N (4.1)

où E - est l’énergie du système, µ - est le potentiel chimique et N - est le nombre total

des particules. L’énergie libre des excitations, qui sont décrites par la déviation δnp

de la fonction de distribution, est donnée par l’expression suivante Nozieres & Pines

(1999)

F − F0 =
∑

p

(
p2

2m
− µ)δnp = E − E0 − µ(N −N0), (4.2)

où N0 est le nombre des particules dans l’état principal. Quand le nombre des particules

est conservé, c’est-à-dire quand
∑

p δnp = 0, l’expression précédente se réduit à

E − E0 =
∑

p

p2

2m
δnp. (4.3)

Pour un système idéal il existe une relation linéaire entre l’énergie d’un état parti-

culier et la fonction de distribution. Si on prend en compte l’interaction entre les par-

ticules, la relation entre l’énergie E et la fonction de distribution des quasi-particules

np devient beaucoup plus compliquée. Cette relation peut être écrite comme une fonc-

tionnelle E[np], dont, en général, on ne peut donner une expression formelle. Pourtant,

si la fonction de distribution np est suffisament proche de la fonction de distribution

de l’état principal n0
p, cette fonctionnelle peut être développée en série de Taylor. En

supposant que np soit petite, nous obtenons

E[np] = E0 +
∑

p

εpδnp +O(2). (4.4)
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où εp - est la dérivée fonctionnelle de E[np]. Si δnp correspond à un état avec une par-

ticule complémentaire, ayant l’impulsion p, l’énergie de cet état est E0 + εp (où εp - est

l’énergie de quasi-particule). Selon Eq. (4.4), l’énergie de plusieurs quasi-particules ex-

citées est additive aux termes de l’ordre δn2 près. Pour les systèmes normaux, l’énergie

εp varie de façon continue au voisinage de p = pF . Si nous prenons en compte unique-

ment les processus adiabatiques, c’est-à-dire les processus pour lesquels un état avec

une quasi-particule complémentaire apparâıt à partir de l’état du système avec (N +1)

particules, tandis que le nombre total des particules est conservé, nous pouvons écrire

pour (N −N0)

N −N0 =
∑

p

δnp. (4.5)

En utilisant Eq. (4.4) et Eq. (4.5), nous obtenons aux termes de l’ordre δn2 près

F − F0 =
∑

p

(εp − µ)δnp +
1

2

∑

pp
′

fpp
′ δnpδnp

′ +O(δn3). (4.6)

Cette dernière équation constitue la base de la théorie phénoménologique du li-

quide de Fermi, proposée par L.D. Landau. La particularité la plus importante de cette

équation est la présence d’un terme quadratique complémentaire, qui décrit l’interac-

tion entre les particules. Ce terme est absent dans la théorie de Sommerfeld. La partie

droite de l’expression (4.6) représente les termes principaux dans l’expansion de (F−F0)

en degrés du nombre relatif des quasi-particules excitées

α =

∑

p |δnp|
N

. (4.7)

L’approximation de Landau est valable quand les valeurs de α sont petites. La

plupart des propriétés, auxquelles nous sommes intéressés, est reliée à un déplacement

de la surface de Fermi par une petite valeur δ. La valeur de δnp, qui correspond à ce

déplacement, est égale ±1 dans une couche δ près de la surface de Fermi. Au-delà de

cette couche, δnp = 0. La fonction fpp
′ dans l’expression (4.6) est la dérivée seconde

fonctionnelle de E (ou F ) sur np et elle n’est pas changée par permutation de p et

p
′
. Puisque chaque sommation sur l’impulsion donne le facteur Ω, la fonction fpp

′ est

de l’ordre de 1/Ω. Ceci devient évident quand on interprète fpp
′ comme l’énergie de

l’interaction des quasi-particules p et p
′
[Nozieres & Pines (1999)]. Comme le volume
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du système est Ω, la probablilité de l’interaction entre les particules est de l’ordre a3/Ω,

où a - est le rayon de l’interaction. En absence de champ magnétique, le système possède

la symétrie par rapport au renversement du temps, alors

fpσ,p′σ′ = f−p−σ,−p
′−σ′ (4.8)

où σ sont les indices de spin. Si, de surcrôıt, la surface de Fermi est invariante par

rapport à l’inversion p → −p, l’expression (4.8) prend la forme

fpσ,p
′
σ
′ = fp−σ,p

′
−σ

′ (4.9)

Dans ce cas fpσ,p
′
σ
′ ne dépend que de l’orientation relative de spins σ et σ

′
et,

par conséquent, elle a deux composantes correspondantes aux orientations des spins

parallèle et anti-parallèle :

f↑↑
pp

′ = fs
pp

′ + fa
pp

′ , (4.10)

f↓↑
pp

′ = fs
pp

′ − fa
pp

′ , (4.11)

où fs
pp

′ et fa
pp

′ - sont les parties symétriques et anti-symétriques sur les spins dans

l’interaction entre les quasi-particules. Le terme anti-symétrique fa
pp

′ est dû à l’énergie

de l’interaction d’échange, qui apparâıt dans le cas où les spins sont parallèles. Dans le

cas où le système est isotrope, les expressions pour fa
pp

′ et fs
pp

′ ne dépendent que de

l’angle χ entre p et p
′
et ils prennent la forme :

f
s(a)

pp
′ =

∞
∑

l=0

f
s(a)
l Pl(cosχ), (4.12)

où Pl sont les polynômes de Legendre. La fonction f est entièrement définie par les

coefficients fs
l et fa

l . Ces derniers peuvent être exprimés sous la forme suivante Nozieres

& Pines (1999)

ν(0)f
s(a)
l =

Ωm∗pF

π2~3
f

s(a)
l = F

s(a)
l . (4.13)
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Les coefficients adimensionnels F s
l et F a

l sont liés à la relation entre l’énergie de

l’interaction et l’énergie cinétique rs = Eee/EF : F σ
l = f(rs) (ces paramètres mi-

croscopiques, F σ
0 et rs, seront déterminés d’après les données expérimentales dans le

Paragraphe 7.2.1).

Avant de passer à la discussion des effets de l’interaction entre les quasi-particules,

il est nécessare de montrer encore une fois, d’une manière explicite, le passage du

traitement du problème à une particule au problème à plusieurs corps.

Considérons un état, caractérisé par la fonction de distribution

np(r, t) = n0
p + δnp(r, t), (4.14)

où la déviation δnp à l’état principal est petite. Comme ci-dessus, supposons que

l’énergie totale soit une fonctionnelle E[np(r, t)] de la fonction de distribution. On

peut écrire l’expansion de cette fonctionnelle en série de Taylor

E = E0 +
∑

p

∫

d3rε(p, r)δnp(r) +
1

2

∑

p,p
′

∫∫

d3rd3r
′
f(p, r,p

′
, r

′
)δnp(r)δnp

′ (r
′
) + ...

(4.15)

Si le système possède l’invariance par translations spaciales T , ε(p, r) = εp et la

fonction f(p,p
′
, r, r

′
) ne dépend que de (r−r

′
). Si la perturbation varie lentement dans

le temps et dans l’espace (c’est-à-dire, elle est caractérisée par l’échelle macroscopique),

δnp
′ (r

′
) peut être traitée comme une constante sur l’échelle du rayon de l’interaction.

Dans ce cas, la déviation δnp
′ (r

′
) peut être remplacée par δnp

′ (r) et l’énergie prend la

forme

E = E0 +

∫

d3rδE(r), (4.16)

où E0 - est l’énergie de l’état principal du système et

δE(r) =
∑

p

εpδnp(r) +
1

2

∑

pp
′

fpp
′ δnp(r)δnp

′ (r). (4.17)

Ainsi, l’énergie de l’interaction est déterminée par l’expression Nozieres & Pines

(1999)

fpp
′ =

∫

d3rf(p, r,p
′
, r

′
). (4.18)
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Selon l’Eq. (4.17), l’énergie locale d’une quasi-particule avec l’impulsion p est

εloc
p (r) = εp +

∑

p
′

fpp
′ δnp

′ (r). (4.19)

Il faut noter que l’énergie locale dépend de p et de r. La valeur ▽pε
loc détermine

donc la vitesse d’une quasi-particule, tandis que la valeur −▽rε
loc correspond à une

“force diffusive”qui “pousse”les quasi-particules dans la région de l’énergie minimale.

Maintenant, l’énergie totale peut être écrite sous la forme suivante

E = E0 +
∑

p

εpδnp(r) +
1

2

∑

pp
′

fpp
′ δnp(r)δnp

′ (r), (4.20)

où E0, comme auparavant, est l’énergie de l’état principal du système, le deuxième

terme correspond aux quasi-particules sans interaction et le troisième terme correspond

à l’interaction entre deux quasi-particules.

4.2 Quantification et l’Hamiltonien du système

A l’expression (4.20) peut être associé l’Hamiltonien, qui permet de traiter les effets

quantiques [Raimes (1972)] :

Ĥ = Ĥ0 + Ĥint, (4.21)

où

Ĥ0 =
∑

i,j

〈i|h|j〉c†icj − E0, (4.22)

〈i|h|j〉 =

∫

φ∗i (x)h(x)φj(x)dx. (4.23)

Et

Ĥint =
1

2

∑

i,j,k,l

〈ij|V |kl〉c†ic
†
jclck, (4.24)

où

〈ij|V |kl〉 =

∫∫

φ∗i (x1)φ
∗
j (x2)V (x1,x2)φk(x1)φl(x2)dx1dx2. (4.25)
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Dans les expressions (4.22) - (4.25) c†i , ci et φi(x) sont respectivement les opérateurs

de création et d’annihilation et les fonctions d’onde. Ils sont reliés avec les opérateurs

des champs par les expressions suivantes :

ψ(x) =
∑

i

φi(x)ci, (4.26)

ψ†(x) =
∑

i

φ∗i (x)c†i , (4.27)

{ψ(x), ψ(x
′
)} = 0, (4.28)

{ψ†(x), ψ†(x
′
)} = 0, (4.29)

{ψ(x), ψ†(x
′
)} = δ(x − x

′
). (4.30)

En comparant les expressions (4.24) et (4.25) avec l’expression (4.20), nous voyons

que :

〈ij|V |kl〉 ∝
∞

∑

l=0

∑

σ

F σ
l , (4.31)

où les paramètres F σ
l sont déterminés par l’expression (4.13). Ces paramètres jouent

un rôle primordial dans la théorie des liquides quantiques et ils sont liés à l’amplitude

de liquide de Fermi λ2 dans le cadre de la théorie de Landau par l’expression suivante

Minkov et al. (2009) :

λ2 =
−F σ

0

1 + F σ
0

. (4.32)

Dans cette dernière expression F σ
0 est la constance de l’interaction dans la voie

“triplet”Zala et al. (2001a).
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4.3 La classification des voies de la diffusion : la voie de

diffusion et la voie de Cooper

L’interaction entre les quasiparticules est décrite par la fonction de Green à deux

particules (Migdal (1967); Sadovskii (2006)) :

K = 〈Tψ(1)ψ(2)ψ+(3)ψ+(4)〉, (4.33)

qui est déterminée par la somme de tous les diagrammes, qui décrivent la propagation de

deux particules de points (1,2) aux points (3,4). Tout d’abord, on peut commencer par

traiter les diagrammes sans l’interaction entre les particules, mais avec l’interaction de

chacune de ces particules avec le milieu (voir Figure (4.1)). Dans ce cas, deux ensembles

de diagrammes indépendants apparaissent et nous avons :

K0 = G(1, 3)G(2, 4) −G(1, 4)G(2, 3). (4.34)

où G est la fonction de Green à une particule. Dans cette expression, le signe

Fig. 4.1: Les diagrammes, qui décrivent la propagation indépendante de deux

particules dans le liquide de Fermi - Diagrammes pour la fonction K0 (crédit Sadovskii

(2006)).

“moins”devant le deuxième terme (terme d’échange) est lié à la propriété de l’anti-

symétrie des fermions par rapport aux réarrangements. Tout les autres diagrammes

pour K contiennent les actes de l’interaction des particules.
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Soit V l’ensemble des diagrammes de l’interaction, tels qu’ils ne peuvent pas être

séparés en parties liées par deux lignes électroniques (voir Figure (4.2)), - un bloc

irréductible dans la voie particule-particule (voie de Cooper). Dans ce cas nous avons

une équation intégrale

K = K0 −GGVK (4.35)

(parce que la somme de tout les diagrammes après V donne K).

Fig. 4.2: Définition graphique du bloc V dans la voie de Cooper - Les diagrammes,

qui peuvent être séparés en parties liées par deux lignes électroniques (crédit Sadovskii

(2006)).

Afin de décrire le processus de l’interaction lui-même, il est commode d’introduire

l’amplitude de la dispersion (le vertex) Γ par l’expression suivante :

K −K0 = −GGΓGG. (4.36)

Le vertex Γ est la somme de tout les diagrammes qui commencent et finissent par

l’interaction entre les particules (c’est-à-dire, les fins extérieures des diagrammes sont

omis). Par la substitution de (4.36) à (4.35), nous obtenons

K −K0 = −GGΓGG = −GGVK = −GGVK0 +GGV GGΓGG. (4.37)
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En utilisant l’expression (4.37) et

GGVK0GG(V − Ṽ )GG, (4.38)

où Ṽ signifie V avec les fins sortants permutés, on obtient pour Γ

Γ = V − Ṽ − V GGΓ. (4.39)

D’après les définitions de K et de Γ ils s’en suit les propriétés suivantes

Γ(1, 2; 3, 4) = −Γ(2, 1; 3, 4) = −Γ(1, 2; 4, 3),

Γ(1, 2; 3, 4) = Γ(3, 4; 1, 2),

qui sont liées à l’anti-symétrie des fonctions d’onde dans le système de fermions. La

forme graphique de l’expression pour Γ est présentée sur la Figure (4.3).

Fig. 4.3: Représentation graphique de l’expression de l’amplitude de la diffusion

avec la mise en relief de la voie de Cooper - (crédit Sadovskii (2006)).

Ci-dessus nous avons traité le bloc V irréductible dans la voie de particule-particule

(voie de Cooper). Mais, d’après l’ensemble des diagrammes Γ, on peut aussi déduire un

bloc U , qui est irréductible dans la voie particule-trou (voie de diffusion) - un bloc
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de diagrammes qui ne peuvent pas être séparés en parties, liées par les lignes d’une

particule et d’un trou (voir Figure (4.4)). Dans ce cas, l’expression pour l’amplitude de

dispersion peut être écrite sous la forme suivante (Figure (4.5)) [Sadovskii (2006)] :

Γ = U + UGGΓ. (4.40)

Fig. 4.4: Définition graphique du bloc U dans la voie de diffusion - Les diagrammes,

qui peuvent être séparés en parties liées par les lignes d’une particule et d’un trou (crédit

Sadovskii (2006)).

Fig. 4.5: Représentation graphique de l’expression pour l’amplitude de la dis-

persion avec la mise en relief de la voie de diffusion - (crédit Sadovskii (2006)).

Dans la représentation de l’impulsion, la différence des 4-impulsions dans les fonc-

tions de Green G est égale à l’impulsion transmise q = p1 − p3 = p4 − p2, qui, à son

tour, est égale à l’impulsion totale dans la voie particule-trou et identique dans chaque

67

Diffusion_channel.eps
Vertex_Diffusion_channel.eps


4. LES VOIES DE LA DIFFUSION DES PORTEURS DE CHARGE ET
LEUR CONTRIBUTION AUX CORRECTIONS QUANTIQUES À LA
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section de cette voie. Par contre, pour le bloc V (voir expression (4.39) et Figure (4.3)),

la somme des impulsions dans Γ est égale à l’impulsion totale, q
′
= p1 + p2 = p3 + p4,

d’un système composé de deux particules et elle est identique dans chaque section de

cette voie.

En général, la mise en relief de n’importe quel bloc, tels qu’on les a présentés ci-

dessus, est commode quand un bloc devient indépendant de ces arguments (impulsions).

Dans ce cas il peut être remplacé par une constante effective.

La diffusion des porteurs de charge sans interaction. Dans le cadre de l’ap-

proche diagrammatique, la prise en compte de la diffusion des porteurs de charge dans

le cas de diffusion sans interaction mène aux expressions de Drude pour la conductivité

électrique (voir les expressions (3.95)-(3.98)).

La diffusion des porteurs de charge dans la voie de Cooper sans interac-

tion : la localisation faible. Dans le cadre de l’approche diagrammatique, la prise

en compte de la diffusion des porteurs de charge dans la voie de Cooper sans interaction

mène aux corrections à la conductivité électrique, issues de l’effet de localisation faible

(voir les expressions (3.104)-(3.105), (3.110)).

4.3.1 Classification des voies de l’interaction : les voies singlet et tri-

plet

Bien que l’interaction entre les quasi-particules, ce qui nous intéresse ici, ne dépend

pas du spin, la sommation réalisée dans le cadre de la théorie des perturbations est

dépendante de l’état du spin des deux électrons impliqués. Dans la correction au premier

ordre toutes les voies du spin donnent les contributions identiques [Zala et al. (2001b)].

Le nombre total des voies est 4 et elles peuvent être classifiées par le spin total des deux

électrons, à savoir : un état avec le spin total zero (“singlet”) et trois états avec le spin

total 1 (“triplet”, les trois états différents par la valeur de la projection du spin total

sur l’axe z). On sait [Altshuler & Aronov (1985); Finkelshtein (1983, 1984)], que la

contribution issue de la correction de Hartree dans la voie “singlet”doit être combinée

avec la correction de Fock sous forme d’une renormalisation de la constante du couplage.

Ce qui reste du terme de Hartree est la contribution issue de la voie “triplet” ; cette

contribution étant dépendante de la constante de liquide de Fermi F σ
0 . Par conséquent,
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la correction totale à la conductivité peut être écrite sous la forme d’une somme de la

contribution dite “charge”(qui combine la correction de Fock et la correction de Hartree

dans la voie “singlet”) et de la contribution issue de la voie de “triplet”

σ = σD + δσT + δσC . (4.41)

Avant d’écrire les formes explicites des corrections δσT et δσC , il est nécessaire de

retourner à l’Hamiltonien de l’interaction Ĥint et de montrer comment les voies de

l’interaction font partie de l’Hamiltonien total du système.

4.3.1.1 L’Hamiltonien de l’interaction du système

Il a été montré, que la contribution principale aux dépendances en fonction de la

température des quantités physiques, donne des processus, caractérisés par les échelles

spatiales beaucoup plus grandes que la longueur d’onde sur le niveau de Fermi λF Zala

et al. (2001b). Dans ce cas, les paramètres du liquide de Fermi F σ
l (voir (4.13)) sont

déterminés sur des distances de l’ordre de λF , et ils ne sont pas affectés par le désordre

si la condition εF · τ/~ & 1 est satisfaite. De l’autre côté, toutes les dépendances en

fonction du désordre et de la température des quantités physiques sont déterminées par

le comportement “infra-rouge”du système, où F σ
l peuvent être considérés comme fixés.

En suivant Abrikosov et al. (1975); Zala et al. (2001b), nous re-écrivons l’Hamiltonien

(4.24) pour les “soft modes ”du système dans la représentation de l’impulsion

Ĥint =
∑

q,p

V (q)

2
ψ†

σ1
(p1)ψ

†
σ2

(p2)ψσ2(p2 + q)ψσ1(p1 − q), (4.42)

où la sommation se fait aussi sur les indices du spin. Les “soft modes”du système

correspondent à la situation où deux opérateurs de fermions cp et cp′ ont des impulsions

p et p
′
proches.

Au premier ordre de la théorie des perturbations le potentiel de l’interaction V (q)

doit être considéré comme petit (ceci correspond au couplage faible) Altshuler, B. L.

et al. (1982)

V (q, ω) =
V0(q)

1 + V0(q)Π(q, ω)
, (4.43)
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où l’opérateur de polarisation Π(q, ω) dans la limite de valeurs de q et ω petites prend

la forme suivante :

Π(q, ω) = νd
Dq2

−iω +Dq2
. (4.44)

Dans les expressions (4.43) et (4.44) : D est la constante de diffusion (D = v2
F τ/3

en quasi-1D, quasi-2D et en 3D ; et D = v2
F τ/2 en 2D), νd est la densité d’états dans

le système à d-dimensions, V0(q) est le potentiel Coulombien,

V0(q) =
4πe2

q2
(4.45)

en 3D,

V0(q) =
2πe2

|q| (4.46)

en 2D, et

V0(q) = e2ln(
1

q2a2
) (4.47)

en 1D.

En prenant q ∼ 1/a pour la limite supérieur de “cut-off”(où a est la taille de

l’échantillon) et en utilisant expressions (4.43) - (4.47), on obtient pour V (q, ω)

V (q, ω) =
4πe2

q2 + Dq2

−iω+Dq2 η
2
3

, (4.48)

V (q, ω) =
2πe2

|q| + Dq2

−iω+Dq2 η2

, (4.49)

V (q, ω) =
e2

e2ν1
Dq2

−iω+Dq2 − ln−1(q2a2)
, (4.50)

en 3D, 2D et 1D respectivement. Dans ces dernières expressions η2
3 = η2 = 4πe2ν3 et

η2 = 2πe2ν2. Dans le cas où l’interaction entre les électrons (V (q)) ne peut pas être

considérée comme une interaction faible à courte portée, il ne suffit plus de considérer

l’ordre le plus bas dans la théorie de perturbation. C’est le cas du potentiel Coulombien

(V (q) ∼ 1/q). Dans ce cas on ne peut pas justifier la théorie des perturbations en
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termes du potentiel de l’interaction. Néanmoins, nous avons la possibilité d’aborder ce

problème dans le cadre de la théorie du liquide de Fermi, proposé par L.D. Landau.

La différence entre ces impulsions, q∗ = p − p
′
, dans l’expression (4.42) définit

l’échelle 1/q∗ ≫ λF la plus petite dans la théorie. Par conséquent, on peut séparer l’Ha-

miltonien, d’une manière explicite, en une partie contenant toutes les “soft modes”et

une partie δĤ qui ne contient pas telles paires des opérateurs de fermions :

Ĥint = Ĥρ + Ĥσ + Ĥpp + δĤ. (4.51)

Les expressions explicites pour les Ĥρ, Ĥσ et Ĥpp sont les suivantes [Zala et al.

(2001b)] :

– l’interaction dans la voie “singlet”(dynamique de charge) est décrite par

Ĥρ =
1

2

∑

|q|<q∗,pi

V (q) +
F ρ(n1n2)

ν
[ψ†

σ1
(p1)ψσ1(p1 − q)][ψ†

σ2
(p2)ψσ2(p2 + q)],

(4.52)

où n = p/|p|, le paramètre adimensionel F ρ(n1n2) est lié au potentiel de l’inter-

action V (q) par

F ρ(θ) = −ν
2
V (2kfsin(

θ

2
)), (4.53)

et ν est la densité des états des électrons en absence de l’interaction.

– l’interaction dans la voie “triplet”(dynamique de la densité du spin) est décrite

par

Ĥσ =
1

2

∑

p1

∑

j=x,y,z

F σ(n1n2)

ν
[ψσ

†
1(p1)σ̂

j
σ1σ2

ψσ2(p1−q)][ψ†
σ3

(p2)σ̂
j
σ3σ4

ψσ4(p2 +q)],

(4.54)

où les paramètres F σ(n1n2) sont donnés par

F σ(θ) = −ν
2
V (2kF sin(

θ

2
)). (4.55)

– l’hamiltonien, qui décrit les fluctuations des paires dans les voies “singlet”F e et

“triplet”F o
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Ĥpp =
∑

|q|<q∗,pi

{F
e(n1n2)

ν
[ψ†

σ1
(p1)σ̂

y
σ1σ2

ψ†
σ2

(q − p1)]

[ψσ3(p2)σ̂
y
σ3σ4

ψσ4(q − p2)]

+
∑

j=x,y,z

F o(n1n2)

ν
[ψ†

σ1
(p1)σ

∗j
σ1σ2

ψ†
σ2

(q − p1)]

[ψσ3(p2)(σ
∗j)†σ4σ3

ψσ4(q − p2)]}

Les paramètres de cet Hamiltonien prennent les formes suivantes :

F e,o(θ) =
ν

4
[V (2kF sin(

θ

2
)) ± V (2kF cos(

θ

2
))], (4.56)

où les signes plus ou moins correspondent aux cas pairs (e) ou impairs (o) res-

pectivement. Les σ̂j
σ1σ2 sont les éléments des matrices de Pauli dans l’espace du

spin

σ̂x =

(

0 1
1 0

)

, σ̂y =

(

0 −i
i 0

)

, σ̂z =

(

1 0
0 −1

)

, (4.57)

et σ∗j = σ̂yσ̂j .

– le terme δĤ ne contient pas le couplage aux excitations de basse énergie dans

le système de fermions. Par conséquent, dans le système électronique avec une

interaction faible aux distances courtes, δĤ peut être négligé. De surcrôıt, même

si l’interaction n’est pas faible ou si elle se réalise à grande distance, δĤ peut être

traité dans tous les ordres de la théorie de perturbation sans génération d’une

“soft mode”. Si δĤ préserve la symétrie de translation aux courtes distances,

son seul effet est la renormalisation des paramètres de l’interaction F dans les

équations (4.52), (4.54), (4.56) et de la vitesse de Fermi dans Ĥ0. Par exemple,

pour le gaz bi-dimensionnel avec l’interaction coulombienne V (q) = 2πe2/(κ|q|),

F ρ(θ) = F σ(θ) = −1

2

rs√
2|sin( θ

2)| + rs
, (4.58)

où

rs ≡
√

2e2

κ~υF
(4.59)
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est le paramètre, qui caractérise la force de l’interaction et κ est la constante

diélectrique du matériau à basse fréquence. L’expression (4.58) est appliquable

uniquement pour rs ≪ 1. Dans le cas des interactions plus fortes r2 ≥ 1, mais

encore loin de l’instabilité de Wigner rs ≤ 37 Tanatar & Ceperley (1989), le calcul

exact ab initio des paramètres F (ainsi que leur expression explicite en termes de

rs) est impossible.

Il est nécessaire de noter, que les formes des expressions (4.52), (4.54), (4.56)

sont conservées par les symétries du système : l’expression (4.52) est conservée par la

symétrie de translation et la conservation de la charge ; l’expression (4.54) est conservée

par la symétrie de translation et la symétrie par rapport aux rotations du spin ; et

l’équation (4.56) est conservée par les symétries mentionnées ci-dessus et par la symétrie

électron-trou, qui est préservée aux basses énergies. Toutes les considérations présentées

ci-dessus sont menées dans le cadre de la théorie du liquide de Fermi, proposée par

L.D. Landau. Cette théorie n’implique pas que l’interaction doit être faible, la seule

hypothèse étant la conservation des toutes les symétries à courte distance.

4.4 Les effets de l’interaction électron-électron sur la den-

sité des états à une particule

La prise en compte de l’interaction entre les électrons dans le cadre de la théorie

de Fermi mène à une forte renormalisation de la densité d’états. Pourtant, elle la laisse

sous forme d’une fonction continue (lisse) de l’énergie sur le niveau de Fermi. Dans

les systèmes désordonnés, les propriétés des excitations, caractérisées par les énergies

plus petites que ~/τ (τ étant le temps entre les collisions élastiques), sont différentes

de celles prédites dans le cadre de la théorie de Landau. Ceci est dû au fait que la

théorie de Landau est basée sur l’homogénéité spatiale du système. Si le système n’est

pas homogène, la dépendance de la densité d’états en fonction de l’énergie sur le niveau

de Fermi change. Shklovskii & Efros (1984) ont montré que la prise en compte de

l’interaction Coulombienne répulsive à longue portée, quand tous les électrons sont

localisés, mène à la disparition de la densité des états excités sur le niveau de Fermi,

c’est-à-dire, à un gap de Coulomb. Par ailleurs, Altshuler, B. L. et al. (1982) ont montré

que la densité des états électroniques délocalisés présente une singularité au niveau de

Fermi, si l’interaction électron-électron est prise en compte.
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La densité des états à une particule peut être écrite sous la forme suivante :

νd(ε) = − 2

π

∫

dpImG̃(p, iεn → ε), (4.60)

où G̃ est la fonction de Green moyenne sur le potentiel du désordre Altshuler, B. L.

et al. (1982)

G̃(p, iεn) = [−iεn − ξp − i

2τ
sgn(εn) − Σee(p, iεn)]−1 = [G−1(p, iεn) − Σee(p, iεn)]−1.

(4.61)

Dans l’expression (4.61) Σee est la self-énergie associée à l’interaction électron-

électron. La dépendance de la densité d’états en fonction de l’énergie est due à l’in-

terférence de l’interaction électron-électron avec la diffusion sur les impuretés multiples.

L’expression pour Σee(p, iεn) montrée sur la Figure (4.6a) pour ql ≪ 1 et ωmτ ≪ 1

prend la forme Altshuler, B. L. et al. (1982)

Σee(p, iεn) = T
∑

ωm

∫

(dq)G(p, iεn − iωm)
V (q, iωm)

(|ωm| +Dq2)2τ2

[θ(εn)θ(ωm − εn) + θ(−εn)θ(εn − ωm)], (4.61a)

où ωm = 2πmT , εn = πT (2n + 1) sont les Mastubara-énergies. Le premier ordre de

la théorie des perturbations donne pour la densité d’états :

νd(ε) = νd −
2

π

∫

(dp)Im[G2(p, iεn → ε)Σee(p, iεn → ε)], (4.62)

où

νd = − 2

π

∫

(dp)
1

ε− ξp − i
2τ

(4.63)

est la densité des états sans prise en compte de l’interaction. Prenant en compte que

les valeurs essentielles de ω = ε/~ et de p sont déterminées par

max(ε, T ) ≪ τ−1 (4.64)

et

√

ω

D
≪ l−1, (4.65)
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(a)

( c)

l
c

l
c

(b)

(d)

Fig. 4.6: Diagrammes pour le calcul de la self-énergie due à l’interaction

électron-électron - Les Figures (a) et (b) représentent les termes d’échange et de Har-

tree dans la voie de diffusion respectivement. Les Figures (c) et (d) représentent les termes

d’échange et de Hartree dans la voie de Cooper respectivement.

et que le potentiel Coulombien écranté est donné par les expressions (4.48)-(4.50), on

obtient pour la correction à la densité des états (pour le potentiel de l’interaction à

courte portée) Altshuler & Aronov (1985); Altshuler, B. L. et al. (1982) :

δνd =















Cd
λ

εLd
ε

, d = 1, 3

λ

4π2D
ln(ετ), d = 2

(4.66)

(4.67)

où C3 =
√

2π2/4 et C1 = −
√

2/π.

En presence des impuretés, ou, également, du désordre, la densité électronique n(r)

est non-homogène, ce qui mène à l’interaction de type densité-densité ψ∗
α(r)ψα(r)[n(r)−

n̄(r)] (où ψα(r) est la fonction d’onde d’une particule et n̄(r) est la densité électronique

moyenne). Par conséquence, le terme de Hartree (voir Figure (4.6b)) n’est pas compensé

par le milieu positif et il donne une contribution à la densité d’états de l’ordre de

η2/p2
F . Cette contribution prend la même forme que les expressions (4.66) et (4.67),

le paramètre λ étant remplacé par [Altshuler & Aronov (1985); Altshuler, B. L. et al.
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(1982)]

λ = −2F =
V̄ (p − p

′
, 0)

V (0, 0)
, (4.68)

où la barre dans V̄ indique la moyenne sur la surface de Fermi et le facteur 2 est dû aux

électrons avec deux projections du spin. A deux dimensions [Altshuler et al. (1980a);

Altshuler, B. L. et al. (1982)]

F =
1

(2πτν2)

1

V (q = 0)

∑

p,p
′

V (p − p
′
)GA

0 (p)GR
0 (p)GA

0 (p
′
)GR

0 ≈

≈
∫ 2π

0

dθ

2π
[1 +

2pF

η2
sin(

θ

2
)]−1 =

1

π

1
√

4p2
F

η2
2

− 1

ln(

2pF
η2

+

√

4p2
F

η2
2

− 1

2pF

η2
2

−
√

4p2
F

η2
2

− 1

), (4.68a)

où θ est l’angle entre p et p
′
et dans l’évaluation de l’intégrale on a utilisé le fait que

τ−1 → 0 et |p| ≈ pF . Pour l’interaction à courte portée (2pF /η → 0), le paramètre

F → 1 et, dans le cas où le rayon d’écrantage est grand, F → 0. A trois dimensions

et pour les systèmes quasi-1D et quasi-2D, quand l’épaisseur de couche est grande

comparée à la longueur de Debye, le paramètre F prend la forme suivante [Altshuler

et al. (1980b); Altshuler, B. L. et al. (1982); Rosenbaum et al. (1981)] :

F =
η2

4p2
F

ln(1 +
4p2

F

η2
). (4.69)

Ces expressions pour le paramètre F (Eq. (4.68a) et (4.69)) n’ont un sens que pour

les métaux et semiconducteurs dégénérés.

Dans le cas du potentiel à courte portée (quand le rayon du potentiel est plus court

que la longueur d’onde), le terme de Hartree dans la correction à la densité d’états est

deux fois plus grand que le terme d’échange et il a le signe opposé. Par conséquent, la

correction totale à la densité d’états est donnée dans ce cas par les expressions (4.66)

et (4.67) avec les signes opposés Altshuler, B. L. et al. (1982).

Les corrections issues des ordres supérieurs dans la théorie des perturbations sont

déterminées non par la constante de couplage électron-électron (λ), mais par le pa-

ramètre Altshuler, B. L. et al. (1982) :
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αd = δνd
νd

=



















λ

(pF l)2
1

(pFa)3−d
(
ε

µ
)(d−2)/2, d 6= 2

λ

p2
F la

ln(
1

ετ
), d = 2

(4.70)

(4.71)

Pour les systèmes à trois dimensions, la théorie est valide même pour pF l . 1 (si

les électrons sont délocalisés).

Puisque pour les systèmes quasi-1D la longueur de localisation est L
(1)
loc ∼ l(pFa)

2,

le paramètre de la théorie de perturbation prend la forme

α1 = λ
Lε

L
(1)
loc

≪ 1. (4.72)

De même, pour les systèmes quasi-2D

L
(2)
loc ∼ l exp(p2

F la), (4.73)

et

α2 = λ
ln(Lε/l)

ln(L
(2)
loc/l)

≪ 1. (4.74)

Comme on peut le voir d’après les expressions (4.68) et (4.74), la théorie de per-

turbation est valide quand λ ∼ 1 si l’électron se propage pendant le temps ~/ε sur une

distance plus petite que la longueur de localisation (Lε ≪ Lloc).

Jusqu’à maintenant, nous n’avons considéré que les interaction dans la voie de dif-

fusion. Pour obtenir les corrections à la densité des états, issues de l’interaction dans

la voie de Cooper (Fig. (4.6c) et (4.6d)), il est nécessaire de faire la somme des dia-

grammes présentés sur la Figure (4.7). Dans ce cas, au lieu de V (q, ω) dans l’expression

(4.61a) pour la self-énergie, il faut mettre λc
Q(2ε − ω) - la constante de la dispersion

électron-électron avec une petite impulsion totale. A T = 0, λc(2ε − ω) est donné par

[Altshuler, B. L. et al. (1982)]

λc
Q(2ε− ω) =

1

λ−1
0 − ln(DQ2−i|2ε−ω|

ε0
)
, (4.75)

où ε0 est le paramètre de cut-off et λ0 est une constante adimensionnelle de l’interaction.

Si l’interaction Coulombienne est répulsive, ε0 ∼= EF et λ0 > 0. Finalement, pour les
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Fig. 4.7: Représentation diagrammatique de l’équation pour l’interaction effec-

tive dans la voie de Cooper - λc ≡ λc(2ε − ω) - constante de la dispersion électron-

électron avec une petite impulsion totale. (crédit Altshuler & Aronov (1985))

systèmes 1D et 3D les corrections à la densité d’états, issues de l’interaction dans la voie

de Cooper sont données par l’expression (4.66), où le paramètre λ doit être remplacé

par λc. Pour les systèmes à deux dimensions, il est nécessaire de prendre en compte la

dépendance de λc en fonction de ω et de Q, parce que la contribution principale vient de

la gamme ω ≫ ε, T . Finalement, pour les systèmes bi-dimensionnels, la correction à la

densité d’états, issue de l’interaction dans la voie de Cooper est donnée par l’expression

suivante Altshuler, B. L. et al. (1982) :

δνc
2 =

1

8πD
ln(

1 + λ0 ln( ε0τ
~

)

1 + λ0 ln( ε0
max(ε,T ))

). (4.76)

4.4.1 Influence du champ magnétique extérieur sur la densité d’états

électroniques

4.4.1.1 La correction à la densité d’états à une particule, associée à l’in-

teraction dans la voie de diffusion

Les corrections à la densité d’états dans la voie de diffusion peuvent être obtenues

en substituant le pole de l’expression (4.61) dans les expressions (4.61a) et (4.62). On

obtient pour les systèmes 3D et 1D :

δνD
d (ε,B) =

ad

(~D)d/2
[λ(j=0)

ν +
1

2
λ(j=1)

ν ]|ε|d/2−1 +

+
1

2
λ(j=1)

ν [|ε+ ωs|d/2−1 + |ε− ωs|d/2−1],
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(4.78)

et à 2D

δνD
2 (ε,B) =

1

4π2D~
[λ(j=0)

ν +
1

2
λ(j=1)

nu ] ln(
|ετ |
~

) +

+
1

2
λ(j=1)

ν ln(
|ε2 − ω2

s |
~2

)τ2,

(4.80)

où B est le champ magnétique, j est la valeur totale du spin, ωs = gµBB, et

ad =
Γ(2− 1

2
d)

2d−1π1+d/2 sin(πd
4 ) =































1

2
√

2π
, d = 1

1

2π2
, d = 2

1

4
√

2π2
, d = 3

(4.81)

(4.82)

(4.83)

Comme on peut voir d’après les expressions (4.78)-(4.80) et (4.81-4.83), dans la

densité d’états il y a deux singularités, complémentaires de la singularité à ε = 0, à

savoir - les maxima à ε = ±ωs. Ces deux singularités complémentaires, qui apparaissent

en présence du champ magnétique, proviennent de l’interaction des particules d’une

sous-bande du spin (caractérisées par l’énergie 2αωs, comptée à partir du niveau de

Fermi ; α = ±1/2 est la projection du spin dans cette sous-bande sur la direction du

champ magnétique B) avec une particule, qui se trouve sur le niveau de Fermi dans

une autre sous-bande. Les particules, qui participent à l’interaction, ont les impulsions

proches et sont caractérisées par des fonctions d’ondes fortement corrélées dans l’espace.

4.4.1.2 La correction à la densité d’états à une particule, associée à l’in-

teraction dans la voie de Cooper

Dans la voie de Cooper, la correction à la densité des états (à 3D et 2D) pour le

champ magnétique B ‖ n (n est la normale au plan de la surface) peut être écrite sous

la forme suivante [Altshuler & Aronov (1985)] :
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δνC
d (ε,B) =

eB

4π
Im

∫ ∞

0
dω

∫

(dQ‖)

(ΩBτ)−1
∑

n=0

λn(|2ε− ω|,ΩB, DQ
2
‖, T, τ

−1
s )

tanh(ω+ωs+ε
2T ) + tanh(ω−ωs+ε

2T ) + tanh(ω+ωs−ε
2T ) + tanh(ω−ωs−ε

2T )

[−iω +DQ2
‖ + ΩB(n+ 1/2) + 1/τs]2

.(4.84a)

Pour un système bi-dimensionnel, l’intégration sur Q‖ doit être omise (Q‖ = 0 doit

être mis dans l’intégrand). La constante effective de l’interaction peut être écrite à

l’exactitude logarithmique

λn(|2ε− ω|,ΩB, DQ
2
‖, T, τ

−1
s ) = − 2

ln[max(|2ε− ω|, nΩB, DQ2
‖, T, τ

−1
s )/Tc]

. (4.84)

Alors, pour un système bi-dimensionnel, la correction à la densité des états issue de

l’interaction dans la voie de Cooper est donnée par l’expression suivante [Altshuler &

Aronov (1985)] :

δνC
2 = − 1

2π2~D
[ln(

ln(Tcτ
~

)

ln( Tc
T ∗ )

) +
∑

β=±1

A2(
ΩB⊥

2πT
,
ε+ βωs

πT
,

~

πT
(

1

τs
+

1

τB‖

))], (4.85)

où ΩB⊥
= eB⊥

m∗ , B⊥ et B‖ sont les composantes du champ magnétique B⊥⊥n et B‖ ‖ n

respectivement. La fonction A2 est donnée par l’expression suivante :

Ad(x1, x2, x3) = − x1

2dπ2ad

∫ ∞

0

t2−d/2dt

sinh(t)

cos(x2t)

sinh(x1t)
· e−x3t, (4.86)

où d = 2 et le paramètre ad sont donnés par les expressions (4.81)-(4.83). Le paramètre

T ∗ dans l’expression (4.85) prend la forme :

T ∗ = max{T, ε+ βωs

π
,
ΩB

2π
,
1

π
(

1

τs
+

1

τB
)}. (4.87)

D’après l’expression (4.85) on voit que la valeur du champ caractéristique pour la

correction issue de l’interaction dans la voie de Cooper est

Bint =
πT

2eD
. (4.88)

Les conséquences de l’existence de la correction à la densité d’états peuvent être

résumées sous la forme suivante :
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– en présence du champ magnétique, l’interaction dans la voie de Cooper donne la

contribution aux singularités dans la densité d’états aux points ε = ±ωs unique-

ment.

– à 3D et à 2D, en champ magnétique B ‖ n faible (tel que ΩB & T, ε), on assiste

à un lissage de la contribution de la voie de Cooper. Habituellement ΩB ≫ ωs,

alors, en champ magnétique intense, toutes les singularités dans la densité d’états

sont déterminées par l’interaction dans la voie de diffusion.

– à 2D (en champ magnétique B⊥n) et à 1D, où la forme des singularités est

déterminée par le paramètre τ−1
B (qui peut être plus petit que ωs), l’interaction

dans la voie de Cooper donne la contribution aux singularités (ε = ±ω2) Zeeman

dans la densité d’états.

– contrairement à la voie de diffusion, dans la voie de Cooper la forme des singula-

rités Zeeman dépend du champ magnétique.

– la diffusion spin-orbite de l’électron n’affecte pas la contribution issue de l’interac-

tion dans la voie de Cooper. Pourtant, la diffusion sur les impurétés magnétiques

la supprime si 1/τs ≫ (ε, T,ΩB, 1/τB).

4.5 Conductivité en présence de l’interaction électron-

électron

Nous avons montré ci-dessus que les corrélations entre les électrons mènent à la

dépendance de la densité des états sur le niveau de Fermi en fonction de l’énergie

et de la température. Il est évident que ces mêmes corrélations doivent aussi me-

ner aux dépendances non-triviales de la conductivité en fonction de l’énergie et de

la température Altshuler & Aronov (1979); Altshuler & G. (1979). La conductivité sta-

tique d’un système électronique est donnée par la formule de Kubo-Greenwood (voir

expressions (3.70) et (3.71)) :

σαβ = − lim
ω→0

Re[
1

Ωn

∫ 1/T

0
dτ〈Tτ ĵα(τ)ĵβ(0)〉eiΩnτ ] (4.89)

En supposant que l’interaction entre les électrons est caractérisée par un poten-

tiel faible à courte portée (portée plus courte que vF min(τ, 1/T ) ; V (r)), il suffit de

considérer les ordres les plus petits dans la théorie de perturbation. Quand la valeur

de η/pF est petite, la contribution principale à la densité d’états vient de l’interaction
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d’échange des électrons (Figure (4.8)). Prenant en compte les termes d’échange et les

termes de Hartree (Figures (4.8) et (4.9)), on obtient pour la correction à la partie

symmétrique de la conductivité l’expression suivante [Aleiner et al. (1999); Altshuler

& Aronov (1985); Zala et al. (2001b)] :

δσαβ =

∫ ∞

−∞

dΩ

8π2
[
∂

∂Ω
(Ω coth(

Ω

2T
))]

∫

d2r3d
2r4

×Im{V (r3 − r4)(B
αβ
F (Ω; r3, r4)) − 2Bαβ

H (Ω; r3, r4) + {α↔ β}}(4.89a),

où le facteur 2 dans le terme de Hartree est dû à la sommation sur le spin de l’électron.

Fig. 4.8: Diagrammes pour le calcul de la correction à la conductivité due

aux interactions dans la voie de diffusion - Les diagrammes représentent les termes

d’échange.

Les paramètres BF (H) sont liés aux fonctions de Green par les expressions suivantes

(pour plus de details voir Zala et al. (2001b)) :
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4.5 Conductivité en présence de l’interaction électron-électron

Fig. 4.9: Diagrammes pour le calcul de la correction à la conductivité due aux

interactions dans la voie de diffusion - Les diagrammes représentent les termes de

Hartree.

Bαβ
F (Ω; r3, r4) =

∫

d2r1d
2r5

R
{Ĵα

1 G
R
15(ε)Ĵ

β
5 G

A
53(ε)G

R
34(ε− Ω)GA

41(ε) +

+Ĵα
1 G

A
15(ε)Ĵ

β
5 G

R
53(ε)G

R
34(ε− Ω)GR

41(ε) +

+2Ĵα
1 G

R
13(ε)G

R
35(ε− Ω)Ĵβ

5 G
R
54(ε− Ω)GA

41(ε) −

−Ĵα
1 G

A
15(ε)Ĵ

β
5 G

A
53(ε)G

R
34(ε− Ω)GA

41(ε) −

−Ĵα
1 G

A
13(ε)G

R
35(ε− Ω)Ĵβ

5 G
R
54(ε− Ω)GA

41(ε)}, (4.89b)

Bαβ
H (Ω; r3, r4) =

∫

d2r1d
2r5

R
{Ĵα

1 G
R
15(ε)Ĵ

β
5 G

A
53(ε)G

R
44(ε− Ω)GA

31(ε) +

+Ĵα
1 G

A
15(ε)Ĵ

β
5 G

R
53(ε)G

R
44(ε− Ω)GR

31(ε) +

+2Ĵα
1 G

R
13(ε)G

R
45(ε− Ω)Ĵβ

5 G
R
54(ε− Ω)GA

31(ε) −

−Ĵα
1 G

A
15(ε)Ĵ

β
5 G

A
53(ε)G

R
44(ε− Ω)GA

31(ε) −

−Ĵα
1 G

A
13(ε)G

R
45(ε− Ω)Ĵβ

5 G
R
54(ε− Ω)GA

31(ε)}.(4.89c)

Dans les expressions (4.89b) et (4.89c) R - est l’aire du système et l’opérateur

courant est défini par

f1(r)Ĵf2(r) =
ie

2m
[(▽f1)f2 − (f1 ▽ f2)] −

eA(r)

m
f1(r)f2(r). (4.90)

83

Interaction_Altshuler_diffusion-Hartree-1.eps
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Puisque

δσd(T )

σ
∝ δνd

νd
, (4.91)

le paramètre de la théorie de perturbation pour la conductivité est le même que pour

la densité des états, αd ≪ 1 (voir les expressions (4.70, 4.71)). Cela signifie qu’aux

basses dimensionalités la théorie de perturbation est valide lorsque LT =
√

D~/T est

beaucoup plus petite que la longueur de localisation. A 3D cette théorie est valide si

les électrons sont délocalisés et il n’y a pas de dispersion du coefficient de diffusion D

sur l’échelle de l’ordre de LT .

4.5.1 Corrections à la conductivité issues de l’interaction dans la voie

de diffusion

Prenant en compte l’interaction des particules avec le spin total j = 1, on obtient

pour la correction issue de la voie de diffusion Altshuler et al. (1980a); Finkelshtein

(1983) :

δσD
d (T ) = e2

4π2~
(4

d + 3
2λ

j=1
σ )( T

~D )d/2−1 ×



















−4.91, d = 1

ln(
Tτ

~
), d = 2

0.915, d = 3.

(4.92)

(4.93)

(4.94)

Le paramètre λj=1
σ peut être écrit en termes de γ, i.e. en termes de l’amplitude

de la diffusion statique d’une particule et d’un trou avec le spin total j = 1. Pour ce

faire, il faut mettre l’expression pour le potentiel V dans l’expression de la conductivité

(6.89a). On obtient finalement [Finkelshtein (1983, 1984)]

λj=1
σ =



















64

d(d− 2)

1 + 1
2dγ − (1 + γ)d/2

γ
, d = 1, 3

4[1 − (1 + γ) ln(1 + γ)

γ
], d = 2

(4.95)

(4.96)

Dans le cas où γ ≪ 1, λj=1
σ = −2γ. Il faut noter que les expressions (4.92)-(4.94)

pour les corrections à la conductivité, dues à l’interaction entre les électrons, ressemblent

à celles associées aux effets de localisation. Pour un système à 2D, si le temps de

cohérence de phase τφ est déterminé par les collisions non-élastiques, les corrections à
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la conductivité statique, issues des effets de localisation et des effets de l’interaction dans

la voie de diffusion, sont proportionnelles à ln(T ) et ils ne différent que par les constantes

numériques (comparer (4.93) et (3.105)). La séparation de ces effets est un problème qui

sera considéré au Chapitre 7 (voir Tableau (7.1)). Lorsque Tτφ ≫ ~, la correction (4.94)

sera plus grande que la correction issue des effets de localisation. Pourtant, pour un

système à 1D, les effets de localisation se manifestent dans la conductivité en fonction

de la température d’une manière plus forte que les effets de l’interaction (lorsque la

relaxation de phase est gouvernée par les processus non-élastiques) Altshuler & Aronov

(1985).

D’après les expressions (4.92)-(4.96), on voit que, lorsque γ ≪ 1, la conductivité

augmente avec l’augmentation de la température (correction due à l’interaction dans

la voie de diffusion). Généralement, le signe de la correction à la conductivité dans la

voie de diffusion dépend du signe de la constante de l’interaction.

4.5.2 Corrections à la conductivité issues de l’interaction dans la voie

de Cooper

A cause de l’interaction attrative entre électrons dans la voie de Cooper, le système

passe à l’état supraconducteur. Même si le système se trouve dans un état normal

(état non-supraconducteur ; T > Tc), cette interaction peut se manifester dans des

dépendances non-triviales de la conductivité en fonction de la température (à (T−Tc) ≫
Tc). De surcrôıt, les corrections à la conductivité, issues de l’interaction dans la voie

de Cooper, sont essentielles, même dans le cas où l’interaction entre les électrons est

répulsive à courte portée, i.e., dans le cas où le système ne peut pas être supraconduc-

teur, quelle que soit la température.

Afin de prendre en compte les effets de l’interaction dans la voie de Cooper, il suffit

de considérer les diagrammes montrés sur la Figure (4.10) Altshuler & Aronov (1985);

Altshuler, B. L. et al. (1982). La contribution de ces diagrammes à la conductivité peut

être associée aux changements dans la densité des états δνC
d (voir expression (4.84a)).

Pour les matériaux non-supraconducteurs | ln(Tc/T )| ≫ 1, et le calcul donne [Altshuler

& Aronov (1985)] :

δσC
d (T ) = −e2D

∫

dεδνC
d (ε, T )

∂nF (ε)

∂ε
(4.97)
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δσC
d (T ) = − e2

2π2~
( T

~D )d/2−1 ×







































− 4.91

ln(Tc
T )
, d = 1

ln[
ln(Tcτ

~
)

ln(Tc
T )

], d = 2

0.915

ln(Tc
T )
, d = 3.

(4.98)

(4.99)

(4.100)

Fig. 4.10: Diagrammes pour le calcul de la correction à la conductivité due aux

interactions dans la voie de Cooper - Les Figures (a) et (b) représentent les termes

de Hartree. Les Figures (c) et (d) représentent les termes d’échange.

Comme nous le montrerons, la quantité δσC
d peut être révélée en étudiant la conduc-

tivité en fonction de la température. Le signe de δσC
d dépend uniquement du signe de

la constante de l’interaction à courte portée, à savoir : l’attraction entre les électrons

(Tc < T ) mène à l’augmentation de la conductivité ; par contre, l’interaction répulsive

mène à la diminution de la conductivité quand la température augmente Altshuler &

Aronov (1985); Altshuler, B. L. et al. (1982).

Il faut noter que la quantité δσC
d est (ln(Tc/T ))−1 fois plus petite que δσD

d et dans
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4.5 Conductivité en présence de l’interaction électron-électron

notre analyse de δσ(T ) elle ne sera pas prise en compte (| ln(Tc/T )−1| → ∞ quand

T > 2 et Tc → 0).

La correction de Maki-Thompson à la conductivité. C’est dans les métaux

que la supraconductivité (un effet quantique cohérent) a l’effet le plus marqué. Aux

températures T > Tc, ont lieu des fluctuations supraconductrices, qui contribuent à la

conductivité d’une manière similaire aux corrections quantiques présentée ci-dessus.

Les fluctuations supraconductrices donnent deux contributions à la conductivité

qui ont des origines physiques différentes, à savoir : la correction d’Aslamazov-Larkin

(Aslamazov & Larkin (1968a,b)) et la correction de Maki-Thompson (Maki (1968);

Thompson (1970)).

La correction de Maki-Thompson est liée aux diffusions des électrons par les fluc-

tuations. Les diagrammes, qui représentent cette correction, sont montrés sur la Fi-

gure (4.11), la correction étant caractérisée par la singularité aux fréquences basses

ω ∝ τ−1
φ . L’expression explicite de la correction Maki-Thompson a la forme suivante

Larkin (1980) :

δσM−T
d =

e2D

ωτ
· 4T 2

∑

0<ε<ω;−ω<ε1<0

∫

dp

ν
G(ε)G(ε1)G(ε− ω)G(ε1 + ω)

×
∫

(dq)C(Q; ε− ε1)C(Q; 2ω + ε1 − ε)λC
Q(|ε+ ε1|),

où ω = 2πnT sont les fréquences de Matsubara, ε = πT (2n+1), G(ε) sont les fonctions

de Green à une particule, C(Q; ε) sont les cooperons (correspondants aux diagrammes

de l’échelle) et la constante de l’interaction dans la voie de Cooper λC
Q est donnée par

[Altshuler, B. L. et al. (1982)]

λC
Q(Ω) = − 1

ψ(1
2 + Ω+DQ2

2πT ) − ψ(1
2) + λ−1(T )

, (4.101)

où la constante λ(T ) s’écrit :

λ(T ) = λC
0 (0) = (λ−1

0 + ln(
ωD

T
))−1 = − 1

ln( T
Tc

)
. (4.102)

Dans cette dernière expression Tc est la température de la transition supraconduc-

trice : Tc = ωDe
1/λ0 . Si l’interaction entre les électrons est répulsive, λ0 > 0, il n’y a
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Fig. 4.11: Diagrammes pour le calcul de la correction à la conductivité due

aux dispersions des électrons par les fluctuations - Le calcul de la correction à la

conductivité due aux interactions dans la voie de Cooper.

pas de transition supraconductrice et le paramètre Tc a le sens formel. Dans ce cas-

là, la constante de l’interaction dans la voie de Cooper λC(T ) est positive pour toute

valeur de la température et elle diminue logarithmiquement aux basses températures

[Altshuler, B. L. et al. (1982)]. L’expression pour δσ
(M−T )
d peut être re-écrite sous la

forme suivante Altshuler & Aronov (1985); Altshuler, B. L. et al. (1982) :

δσ
(M−T )
d =

2e2

π
·Dτ

∫

(dQ)C(Q;ω)β(T ). (4.103)

Cette dernière expression (4.103) ne diffère de l’expression pour la correction à la

conductivité, due aux effets de localisation (Gor’kov et al. (1979) ; voir l’expression

(3.105)), que par le facteur β(T ). Dans les cas limites

β(T ) =























π2

6 ln2(Tc
T )
, | ln(

Tc

T
)| ≫ 1

− π2

4 ln(Tc
T )
, ln(

Tc

T
) ≪ 1

(4.104)

(4.105)

Il faut noter que β(T ) est toujours positif, ce qui signifie que le signe de la correction

de Maki-Thompson est toujours opposé à celui de la correction issue de l’effet de locali-

sation. Ces deux corrections (Maki-Thompson et correction de localisation) deviennent
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4.5 Conductivité en présence de l’interaction électron-électron

comparable à T = 2.7Tc. Les expressions explicites de la correction de Maki-Thompson

à la conductivité statique ont la forme suivante [Altshuler & Aronov (1985)] :

δσ
(M−T )
d = e2

2π2~
β(T )











2π
√

Dτφ, d = 1

ln(
Tτφ
~

), d = 2

(4.106)

(4.107)

A trois dimensions

δσ
(M−T )
d=3 ∝

√
Tτ/(ln2(Tc/T )) (4.108)

et, par conséquent, cette correction est plus petite que (4.100). Pourtant, pour les

systèmes de basses dimensions, les expressions (4.106) et (4.107) sont valables pour des

valeurs de ln(Tc/T ) arbitraires.

Récemment, Levchenko (2009) a montré que la magnétoconductivité, induite par les

fluctuations supraconductrices, sature à fort champ magnétique et que les expressions

(4.107) et (4.108) ne décrivent les données expérimentales que dans la limite des champs

faibles. L’analyse théorique a mené aux expressions suivantes (ces expressions prennent

en compte le comportement de la magnétoconductivité dans une large gamme de champ

magnétique [Levchenko (2009)]) :

δσM−T
d=3 (B) =

e2

2π2lB
BM−T (T )[Y3(ωBτGL) − Y3(ωBτφ)], (4.109)

où lB =
√

D/ωB est la longueur magnétique, τφ est le temps du déphasage, τ−1
GL =

8T
π ln( T

Tc
) est le temps de Ginzburg-Landau, BM−T (T ) = TτGL/(1 − τGL/τφ) et la

fonction Y3(x)

Y3(x) =

∫ ∞

0

dt√
t
[ψ(

1

2
+ t+

1

x
) − ln(t+

1

x
)], (4.110)

où ψ(x) est la fonction di-gamma. L’analyse de ces expressions montre que cette correc-

tion à la magnétoconductivité passe par une série de crossovers : δσM−T
3 (B) ∝ B2 →

√
B → const jusqu’à la saturation à la valeur

σM−T
3 (0) =

e2

πlT

√
TτGL

1 +
√

τGL/τphi

, (4.111)
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où lT =
√

D/T .

A deux dimensions, la correction à la magnétoconductivité est décrite par l’expres-

sion suivante [Brenig et al. (1986); dos Santos & Abrahams (1985); Levchenko (2009);

Reizer (1992)] :

δσM−T
d=2 (B) =

e2

π
BM−T (T )[Y2(ωBτGL) − Y2(ωBτφ)], (4.112)

où

Y2(x) = ln(x) + ψ(
1

2
+

1

x
). (4.113)

D’une manière similaire, cette correction subit une série de crossovers : δσM−T
2 (B) ∝

B2 → ln(B) → const jusqu’à la valeur de saturation

σM−T
2 (0) =

e2

π

TτGL

1 − τGL/τφ
ln(

τφ
τGL

). (4.114)

En faisant la comparaison des expressions (4.108), (4.109) et (4.112), on voit que le

comportement δσM−T
d (B) ∝ B2 aux champs faibles (ωB . τ−1

φ ) est universel.

Correction d’Aslamazov-Larkin à la conductivité La correction d’Aslamazov-

Larkin décrit la conductivité associée aux paires de Cooper, induites par les fluctuations

au voisinage de la transition supraconductrice T ≈ Tc [Aslamazov & Larkin (1968a,b)].

Pour un système bi-dimensionnel [Levchenko (2009)] :

σA−L
d=2 (B) =

2e2

π
(TτGL)H2(ωBτGL), (4.115)

où

H2(x) =
1

x
{1 − 2

x
[ψ(1 +

1

x
) − ψ(

1

2
+

1

x
)]}. (4.116)

Prenant en compte la propriété H2(x→ 0) → 1/4, on obtient Aslamazov & Larkin

(1968b) :

σA−L
d=2 (0) =

e2

16

1

ln(T/Tc)
. (4.117)

D’une manière similaire à la correction de Maki-Thompson, la correction d’Aslamazov-

Larkin σA−L
2 (B) ∝ B2 aux champs magnétiques faibles. Pourtant, si on compare les
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valeurs des contributions de Maki-Thompson et d’Aslamazov-Larkin, par exemple à

ωB ∼ τ−1
GL, on verra que la correction δσM−T

2 (B) est ln(τφ/τGL) fois plus grande que

δσA−L
2 (B) (ln(τφ/τGL) ∼ 5 dans la gamme de température 1K . T . 10K (Hagen &

Gey (2001); Levchenko (2009); Rosenbaum et al. (2001))).

En général, la correction d’Aslamazov-Larkin n’est importante qu’au voisinage de

T = Tc pour un système supraconducteur. Par contre, la correction dite de Maki-

Thompson est importante même pour les systèmes non-supraconducteurs et aux températures

T ≫ Tc.

Pour conclure, on va présenter les expressions des corrections à la conductivité

statique, issues des effets de localisation et de l’interaction (dans le cas d’un faible

potentiel à courte portée - voir expressions (4.48)-(4.50)). A trois dimensions :

δσ3(T ) =
e2

2π2~
{0.915

√

T

~D
[
2

3
− 4

(1 + γ)3/2 − 1 − 3
2γ

γ
− 1

ln(Tc/T )
] + (Dτφ)−1/2}.

(4.118)

A deux dimensions, si τφ ∝ T−p,

δσ2(T ) =
e2

2π2~
{ln(

Tτ

~
)[4−3

(1 + γ) ln(1 + γ)

γ
+p−(p−1)β(T )]−ln(

ln(Tcτ
~

)

ln(Tc
T )

)}. (4.119)

A une dimension :

δσ1(T ) = − e2

2π2~
4.91

√

D~

T
[2 + 12

√
1 + γ − 1 − γ/2

γ
− ln−1(

Tc

T
)] + 2π(1 − β(T ))

√

Dτφ.

(4.120)

4.5.3 Correction à la conductivité d’un système bi-dimensionnel dans

le cas de plus fort couplage.

La correction à la conductivité (4.89a) présente le premier ordre dans la théore de

perturbation en potentiel V (q) (voir expressions (4.48)-(4.50)), qui est valide quand ce

potentiel est faible. Dans le cas de plus fort couplage, Zala et al. (2001b) ont proposé

d’utiliser l’Hamiltonien (4.51) et, par conséquent, ils obtiennent pour la conductivité :
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δσαβ = −e2v2
Fπν

∫ ∞

−∞

dΩ

4π2

∂

∂Ω
(Ω coth(

Ω

2T
))

∫

d2q

(2π)2

×Im{[∆A(Ω, q) + T∆̂A
T (ω, q)]B̃F (Ω, q)(6.120a),

où ∆A et ∆̂A
T sont les fonctions de Green avancées pour les voies de “charge”et de

“triplet”respectivement, la valeur B̃F (Ω, q) est donnée par :

B̃F (Ω, q) = −2τ(iΩ + 1
τ )Γ

S3
+

(Γ2 − 1)τ

S
+
v2
F q

2 − 2(iΩ + 1
τ )2

S5

Γ2

2

+
τΓ(Γ + 1)

v2
F q

2
(
iΩ + 1

τ

S
− 1)2 − 2Γ2

S3
(
iΩ + 1

τ

S
− 1) +

Γ3v2
F q

2

τS6
(6.120b).

Dans la dernière expression

Γ(q; Ω) = 1 +
1/τ

S − 1
τ

, (4.121)

et

S =

√

(iΩ +
1

τ
)2 + v2

F q
2. (4.122)

Les calculs donnent pour les valeurs du paramètre kBTτ/~ arbitraires :

δσee
xx = δσC + δσT , (4.123)

où, selon Zala et al. (2001b),

δσC =
e2

π~

Tτ

~
[1 − 3

8
f(Tτ)] − e2

2π2~
ln(

EF

T
), (4.124)

δσT =
3F σ

0

1 + F σ
0

e2

π~

Tτ

~
[1 − 3

8
t(Tτ ;F σ

0 )] − 3(1 − ln(1 + F σ
0 )

F σ
0

)
e2

2π2~
ln(

EF

T
). (4.125)

sont les corrections à la conductivité issues de l’interaction dans la voie de “charge”et

la voies “triplet”respectivement. Le facteur 3 dans l’expression (4.125) est dû au fait
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que les trois composantes de l’état triplet contribuent également. Dans les expressions

(4.124) et (4.125) le paramètre de liquide de Fermi F σ
l est approximé par l’harmonique

angulaire zéro F σ
l ≈ F σ

0 ; cette approximation n’affecte pas le résultat final grâce à

la longue portée du potentiel coulombien (V (q → 0) → ∞). Les fonctions f(x) et

t(Tτ ;F σ
0 ) sont donnée par Zala et al. (2001b) :

f(x) =
8

3

∫ ∞

0
dz[

∂

∂z
(z coth z) − 1] × {xz

π
H(2xz) ln 2 +

1

π
[1 +H(2xz)] arctan(

1

2xz
) +

+
xz

2π
[
1

2
+H(2xz)] ln(1 +

1

(2xz)2
) +

2

π
arctan(Ωτ) − 1},

H(x) =
1

4 + x2
, (4.126)

t(x≪ 1 + F σ
0 ) ≈ 1 − γ2x+

π

18
x lnx(3 +

1

1 + 1
1+F σ

0

), (4.127)

γ2 = −
′
(2)

3π
(3+

1

1 + F σ
0

)− πγ3

9(1 + F σ
0 )

+
π

18
[C(3+

1

1 + F σ
0

)+ ln 2(1+
3

1 + F σ
0

)], (4.128)

γ3 = 1 − 5F σ
0 − 3

1 + F σ
0

− (
5

2
− 2F σ

0 )
ln(1 + F σ

0 )

F σ
0

. (4.129)

Zala et al. (2001b) ont montré que dans l’expression (4.125) de δσT il faut utiliser

les expressions suivantes pour le paramètre F σ
0 :

F σ
0 → −1

2

rs

rs +
√

2
(4.130)

dans le premier terme, et dans le deuxième terme

F σ
0 → − 1

2π

rs
√

2 − r2s
ln(

√
2 +

√

2 − r2s√
2 −

√

2 − r2s
), r2s < 2, (4.131)

F σ
0 → − 1

π

rs
√

r2s − 2
arctan

√

1

2
r2s − 1, r2s > 2, (4.132)

où le paramètre rs

rs =
Ee−e

EF
=

√
2e2

ǫ~vF
∝ √

ns. (4.133)

93



4. LES VOIES DE LA DIFFUSION DES PORTEURS DE CHARGE ET
LEUR CONTRIBUTION AUX CORRECTIONS QUANTIQUES À LA
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Notons que lorsque la correction issue de l’interaction dans la voie de “charge”(4.124)

est universelle, la correction issue de l’interaction dans la voie “triplet”est proportion-

nelle au paramètre F σ
0 , qui peut être négatif. Cela permet de conclure que le signe de

la correction totale (4.123) dépend de la valeur de F σ
0 et, donc, peut être soit positif

soit négatif.

Bien que la valeur exacte du paramètre F σ
0 ne puisse pas être calculée théoriquement

[Zala et al. (2001b)], on peut essentiellement en trouver une valeur grâce à des mesures

de susceptibilité du spin :

χ =
ν

1 + F σ
0

, (4.134)

où la densité d’états ν peut être déduite de mesures de chaleur spécifique. De surcrôıt,

ce paramètre peut être utilisé pour l’ajustement des données obtenues par des mesures

de transport de charge [Olshanetskii et al. (2006)].

On peut voir qu’en régime diffusif, quand Tτ → 0, l’expression (4.123) reproduit le

résultat bien connu [Altshuler & Aronov (1985); Zala et al. (2001b)] :

δσ = − e2

2π2~
[1 + 3(1 − ln(1 + F σ

0 )

F σ
0

)] ln(
~

Tτ
), (4.135)

La différence essentielle entre (4.135) et les expressions (4.93) et (4.96) dans le

préfacteur (γ = F σ
0 /2) est due à la différence dans la définition de la constante du

couplage.

A l’instar de Goh et al. (2008); Minkov et al. (2003, 2010); Olshanetskii et al.

(2006) c’est cette expression (4.135) que nous utilisont pour analyser nos données

expérimentales.

Conclusions : Nous avons considéré comment l’interaction entre électrons peut

être prise en compte et comment elle se manifeste dans les quantités observables telles

que la conductivité électrique (Eqs. (4.118) - (4.120)) et la densité d’états (Eqs. (4.66),

(4.67), (4.76)). Pour le cas de fort couplage, qui est particulièrement important pour

nos études de couches fortement désordonnées, les principales étapes de dérivation de

la correction à la conductivité sont présentées. L’expression (4.135) sera utilisée pour

l’analyse des données expérimentales (Chapitre 7) et pour l’estimation des paramètres

du liquide de Fermi F σ
0 et rs (Eqs. (4.131), (4.13)).
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5

Couches polycristallines de

nanocristallites : le cas particulier

de SnO2

5.1 Les couches polycristallines de SnO2

Le dioxyde d’étain (SnO2) a été un des premiers oxydes métalliques envisagés pour

la fabrication de capteurs de gaz [Batzill (2006)]. De nombreuses études de la structure

de surface de SnO2 et des propriétés des états électroniques correspondants à cette

structure de surface ont été menées [Batzill & Diebold (2005)]. Cependant, presque

toutes les études, connues sous le nom de “sciences de la surface”, concernent les pro-

priétés de surfaces de monocristaux en l’atmosphère bien définie ou dans l’ultra vide

[Batzill (2006)].

En général, le dioxyde d’étain est un semiconducteur de type n à grande bande

interdite (Eg = 3.6eV Lanfredi et al. (2009), Agekyan (1977), Smart & Moore (2005),

Mäki Jaskari & Rantala (2001), Manassidis et al. (1995), Jarzebski & Marton (1976))

et a une structure cristalline de type rutile (voir Figure (5.1)).

Le dioxyde d’étain trouve des applications dans le développement de capteurs de

gaz Tan et al. (2008), de cellules photovoltäıques, de photoconducteurs, de couches

conductrices transparentes [Ksenevich et al. (2008) - et références]. Pour ce qui concerne

les capteurs de gaz, fabriqués à base de SnO2, la surface du matériau est chauffée à

une température constante (habituellement, plusieurs centaines de ◦C [Korotchenkov
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Fig. 5.1: Structure crystalline de la cassiterite SnO2. - Sphères grises - atomes

d’étain, sphères rouges - atomes d’oxygène.
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5.1 Les couches polycristallines de SnO2

(1999)]) et en présence d’un gaz combustible la résistance électrique diminue [Watson

(2006)]. Ces applications ont stimulé des recherches intensives sur les propriétés de

surface de SnO2 Batzill & Diebold (2005), Mäki Jaskari & Rantala (2001), Manassi-

dis et al. (1995), Godin & LaFemina (1993) et, plus précisément, les propriétés de la

surface (110) qui est la plus stable. Une autre surface tout aussi favorable du point

de vue thermodynamique est la surface (101) Bergermayer & Tanaka (2004), qui a été

récemment étudiée au moyen de DFT (théorie de la fonctionnelle de la densité - Density

Functional Theory) et les résultats sont rapportés par Trani et al. (2008). La surface

(110) est composée d’atomes de différents types. Sur la surface stoichiométrique il y a

des atomes d’étain de coordinance quintuple et sextuple, alors que sur la surface réduite

les atomes d’étain de coordinance sextuple deviennent de coordinance quadruple (voir

Figure (5.2)).

Par des moyens de DFT et la méthode du pseudopotentiel, Manassidis et al. (1995)

ont montré que le retrait des atomes neutres d’oxygène de la surface (110) laisse deux

électrons par atome d’oxygène sur la surface, qui sont localisés dans des canaux pa-

rallèles à la direction 〈001〉, juste au dessus des liaisons entre sites d’étain, et passent

à travers les liaisons entre sites d’oxygène (Figure (5.2)). L’apparition de ces canaux

est reliée à l’émergence d’une distribution étendue des états dans la bande interdite (la

distribution s’étend en énergie à partir du maximum de la bande de valence Manassidis

et al. (1995), Mäki Jaskari & Rantala (2001) ; - voir Figures (5.3) et (5.4) Trani et al.

(2008)).

Par similitude au cas de la surface (110) de SnO2, dans le cas de la surface (101)

contenant des défauts, la formation des bandes permises à l’intérieur de la bande inter-

dite du matériaux massif a été mise en évidence par Trani et al. (2008). La présence

de lacunes d’oxygène en surface conduit à la formation d’un niveau d’énergie occupé et

deux fois dégénéré, qui est bien séparé de toutes les autres bandes. Les états correspon-

dants sont localisés autour du site lacunaire et la lacune d’oxygène est aussi responsable

de la présence d’un niveau résonant à l’intérieur de la bande de conduction (voir Fi-

gure (5.5)) Trani et al. (2008). Ceci est en accord avec l’hypothèse de Çetin Ki li &

Zunger (2002) que les états provenants des lacunes d’oxygène en surface jouent un rôle

crucial dans le transfert des charges entre les cristallites. Pourtant, la nature complexe

des échantillons polycristallins de SnO2 interdit toute conclusion définitive quant aux
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Fig. 5.2: Structures idéales de la surface de cassiterite SnO2. - Structures ideales

(truncated bulk) de (a) réduite et (b) stoichiometrique (110) surfaces de cassiterite. Les

billes noires représentent les atomes d’étain et les billes claires - les atomes d’oxygene.

Les deux surfaces sont différentes en ce que la deuxième a les atomes d’oxygene dans les

“bridging”sites. Les flèches sur (a) montrent les canaux dans lesquelles se trouvent les

électrons laissés par les atomes d’oxygène.
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mécanismes de transfert du charge Batzill (2006) ; de ce fait, les études complètes de

ce type de matériau sont toujours d’actualité.

Fig. 5.3: Structure de bande de la surface stoichiometrique (110) de SnO2. -

L’énergie de référence est le niveau du vide. Le dernier état occupé est à −8.4 eV et il est

indiqué par une ligne pointillée. Les bandes occupées (non-occupées) sont représentées par

les lignes bleues (rouges). La région ombrée correspond à une projection de la structure

de bande du massif. Son alignement est fixé de façon à ce que les niveaux 1s des atomes

de Sn cöıncident avec la position qu’ils occupent dans le matériau massif. Les bandes sont

calculées en utilisant le schéma B3LY P . (crédit Trani et al. (2008))

Les joints entre les grains ont une importance cruciale pour le transfert de charge

Kojima et al. (1988), Serin et al. (2006). Bien que les résultats des études de certains

systèmes (couches) amorphes et granulaires sont connus, il est difficile de conclure

définitivement sur les rôles des états électroniques de surface pour les mécanismes de

transfert de charge [Singh et al. (2008)]. Aux basses températures, les couches poly-

cristallines des oxydes transparents sont des semiconducteurs dégénérés Zhang & Ma

(1996), l’effet tunnel entre joints de grains étant le mécanisme principal responsable
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Fig. 5.4: Structure de bande de la surface (110) de SnO2 avec les lacunes

d’oxygène sur les pontages les plus extérieurs (figure de gauche) et dans le

plan (figure droite). - La référence d’énergie est le niveau du vide. Les derniers états

occupés se trouvent à −5.74 eV (panneau gauche) et −7.35 eV (panneau droit) et ils sont

indiqués par les lignes pointillées. Les bandes occupées (non-occupées) sont indiquées par

les lignes continues bleues (tirets rouges). La région ombrée montre la projection de la

structure de bande du matériau massif. Son alignement est fixé de façon à ce que les ni-

veaux 1s des atomes de Sn cöıncident avec la position qu’ils occupent dans le matériau

massif. Les bandes sont calculées en utilisant le schéma B3LY P . (crédit Trani et al. (2008))

du transport de charge Kojima et al. (1988), Zhang & Ma (1996). Du fait que la

température de recuit ou la température du substrat dans les processus de déposition

influencent la taille des grains et donc la résistance électrique [Khan et al. (2010), Serin

et al. (2006), Kojima et al. (1988)], on peut se poser la question de la possibilité d’une

transition métal-isolant dans ces couches polycristallines de dioxyde d’étain.

La première évidence de la transition métal-isolant, induite par le dopage, dans les

couches de SnO2 a été rapportée par Serin et al. (2010). Motivés par cette observation,

nous avons réalisé les études de magnétotransport au voisinage de la transition métal-

isolant présumée.

5.1.1 Mécanismes de transport de charge dans les couches polycris-

tallines de dioxyde d’étain.

Bien que le dioxyde d’étain soit un semiconducteur à grande bande interdite (Eg =

3.8eV Jarzebski & Marton (1976); Lanfredi et al. (2009); Mäki Jaskari & Rantala

(2001); Manassidis et al. (1995)) ses propriétés électriques sont connues comme étant

dépendantes des particularités de la structure. Pour les couches polycristallines, les

mécanismes de diffusion et du transport des porteurs de charge varient en fonction de
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Fig. 5.5: Structure de bande des surfaces (101) de SnO2 stoichiometrique

(gauche) et présentant des défauts (lacunes d’oxygène sur pontages, droit).

- Les derniers états occupés se trouvent à −8.2 eV (gauche) et −6.76 eV (droit) ; ils sont

indiqués par les lignes pointillées. Les bandes occupées (non-occupées) sont indiquées par

les lignes continues bleues (pointillé rouges). La région ombrée correspond à la projection

de la structure de bande du massif. L’alignement de cette projection est fixé de façon à

faire cöıncider à ce que les niveaux 1s des atomes de Sn cöıncident avec la position qu’ils

occupent dans le matériau massif. Les bandes sont calculées en utilisant le schema B3LY P .

(crédit Trani et al. (2008))
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la taille des grains Khan et al. (2010), Kojima et al. (1988) Serin et al. (2006), du nombre

de lacunes d’oxygène Shanthi et al. (1980), Chacko et al. (2007, 2008a), de la valeur du

potentiel VB au joints de graines Kojima et al. (1988); Muranoi & Furukoshi (1978), de

la présence d’impuretés ionisées Zhang & Ma (1996), Nasser (1999), en d’autres termes

- en fonction du désordre.

Différents mécanismes de transport de charge ont été observés dans les différents

systèmes désordonnés à base de dioxyde d’étain, à savoir : le transport par activation

Gaiduk et al. (2008); Giraldi et al. (2006) ; saut à distance variable Anwar et al. (2008);

Giraldi et al. (2006, 2007); Muraoka et al. (2009) ; transport par l’effet tunnel Giraldi

et al. (2006); Kojima et al. (1988); Ksenevich et al. (2008) ; transport diffusif Dauzhenka

et al. (2010); Serin et al. (2010).

Par ailleurs, l’origine des porteurs de charge dans les matériaux à base de SnO2

reste une énigme. La présence des porteurs de charge dans les structures de SnO2

involontairement dopées est associée aux lacunes d’oxygène Ágoston et al. (2009), aux

niveaux des donneurs, fournis par des atomes de Sn dans les positions inter-sites Çetin

Ki li & Zunger (2002), ou aux contaminations inévitables (particulièrement, avec les

atomes d’hydrogène) Singh et al. (2008). Bien que cette question reste non résolue,

nous pouvons constater que le degré du désordre et la taille des granules sont liés

aux mécanismes de transport de charge. Dans les couches caractérisées par la petite

taille (∼ 5 - 10 nm) des granules, Gaiduk et al. (2008); Muraoka et al. (2009) ont

observé un transport par activation et par saut à distance variable. Dans les couches

caractérisées par les grandes (> 100 nm) tailles et la perfection évelée des granules, la

couche d’épuisement aux limites diminue (ainsi que la hauteur des barrières entre les

granules) Kojima et al. (1988); Zhang & Ma (1996).

Dans les couches des nanocristallites de SnO2 : Sb, élaborées par la méthode de

“polymères précurseurs”(polymeric precursor method), le transport de charge se fait

par sauts Giraldi et al. (2006), Giraldi et al. (2007). Pourtant, pour les couches poly-

cristallines de SnO2 et de SnO2 : Sb (moins dopées par rapport à celles, étudiées par

Giraldi et al. (2006), Giraldi et al. (2007)), élaborées par la méthode de spray pyrolyse,

le mécanisme principal de la diffusion des électrons est la diffusion par les joints des

grains (dans la gamme T = 100 - 300 K) Shanthi et al. (1980), c’est-à-dire, que la

propagation des électrons est de nature diffusive. Dans ce même travail, les auteurs

ont montré que l’augmentation de la température de dépôt (de T = 613 K à T = 813
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K) conduit à l’augmentation de la taille des grains (voir aussi Muranoi & Furukoshi

(1978)) et, par conséquent, à la diminution du potentiel de barrière VB et à l’augmen-

tation de la mobilité. Ces observations ont été corroborées par d’autres groupes Ansari

et al. (2009); Ke et al. (2010) (voir Figures (5.6)-(5.9)).
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Fig. 5.6: Dépendance de la résistivité électrique en fonction de la température

du substrat ou de la température de recuit - Chaque courbe correspond à un groupe

d’échantillons particulier.

––––––– sprayed tin oxide (SnO2) thin films Patil (2003)

– chemically sprayed SnO2 thin films Chacko et al. (2008b)

– undoped and antimony-doped tin oxide films Shanthi et al. (1980)

– CVD from reactive thermal evaporation Yadava et al. (1997)

– spray-deposited tin oxide (SnO2) thin films Kasar et al. (2008)

– electron beam evaporated nanocrystalline SnO2 thin films Khan et al. (2010)

L’augmentation de la mobilité, associée à la diminution du potentiel de barrière VB,

a été identifiée être la cause d’un changement important de la conductivité sous irradia-

tion UV Muraoka et al. (2009). Avec l’augmentation du dopage ou avec la diminution de
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Fig. 5.7: Concentration des porteurs de charge et résistivité des couches de

SnO2 en fonction de la température de recuit. - crédit Ke et al. (2010).

Fig. 5.8: Résistivité des couches de SnO2 en fonction de la température de

déposition. - crédit Ansari et al. (2009).
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Fig. 5.9: Taille des granules dans les couches de SnO2 en fonction de la

température de recuit. - crédit Ke et al. (2010).

la température, la dispersion des électrons sur les impuretés ionisées commence à jouer

un rôle important Zhang & Ma (1996), Goyal et al. (1993), Shanthi et al. (1980) Na-

gasawa & Shionoya (1971a). Dans le cas d’un faible dopage, les diffusions sur les joints

de grains jouent un rôle primordial dans le transfert de charge Ksenevich et al. (2011);

Muraoka et al. (2009). Nasser (1999) a supposé que l’augmentation de la température

d’élaboration conduit à la création de lacunes d’oxygène dans les cristallites (soit par

la diffusion des atomes-dopants, soit par la réduction de surface). Les deux électrons,

laissés par chaque atome d’oxygène, contribuent à la conduction électrique. Par ailleurs,

la bande interdite dépend aussi de la taille des grains Nasser (1999).

Récemment, Serin et al. (2010) ont rapporté l’observation d’une transition métal-

isolant, induite par dopage, et la correction quantique à la conductivité issue de l’inter-

action entre les électrons dans les couches polycristallines de SnO2. En outre, Sanon

et al. (1991) rendent compte d’une diminution de la largeur de la bande interdite due

aux effets de l’interaction entre les électrons dans les couches de SnO2.

Tous ces faits nous ont conduit à supposer que les interactions entre les électrons

jouent un rôle primordial dans les mécanismes de conduction électrique, au sein des
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structures à base de dioxyde d’étain.

5.1.2 Méthodes d’élaboration des couches polycristallines de dioxyde

d’étain

Il est un fait établi que les couches polycristallines se forment par traitement ther-

mique (avec T > 573K) des couches amorphes (voir, par exemple, Khan et al. (2010);

Serin et al. (2006)), le degré de cristallisation et la taille des cristallites étant augmentés

par l’augmentation de la température du traitement.

5.1.2.1 Fabrication des couches polycristallines nanostructurées de SnO2

Pour l’élaboration des échantillons nous avons adopté la technique du transport en

phase vapeur (vapour phase transport method) [Batzill & Diebold (2005); Pan et al.

(2001)]. Cette technique a été déjà utilisée par Dai et al. (2002) pour l’élaboration des

disquettes d’oxyde d’étain (Figure (5.10)). Nous avons essentiellement utilisé le même

schéma quelque peu simplifié (pas de gaz-porteur, pression ambiante). Pourtant, nous

avons pris avantage de réactions chimiques plus riches afin d’obtenir des échantillons

nano-structurés.

ceramic boat

micro-network
(NCC+Sn)

SnCl   powders
2

Fig. 5.10: Diagramme schématique du dispositif expérimental pour

l’élaboration des échantillons - crédit Dai et al. (2002)

La méthode que nous avons développée est basée sur le fait que les vapeurs des

chlorures métalliques (SnCl2, ZnCl2 etc.), se condensent, sous certains conditions, sur
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5.1 Les couches polycristallines de SnO2

les branches d’un micro-réseau, préalablement élaboré. Le micro-réseau a été réalisé

par modification chimique de la cellulose, y compris l’introduction dans la composition

de groupes ester carboxylique et nitro. Cela permet la solubilité de la cellulose dans

les éther-soluble ou dans l’alcool-éther, et, par conséquent, permet de fabriquer des

couches fines à l’interface l’eau/solution du polymère. En même temps, la présence des

COOH-groupes dans la cellulose chimiquement modifiée (CCM) permet l’introduction

dans sa composition de cations métalliques inorganiques par sorption d’échange d’ions,

comme l’indique la réaction Bashmakov & Ksenevich (2010); Bashmakov2009 :

2[C5H5O2(ONO2)2(COOH)]n +Me(CH3COO)2 =

= [[C5H5O2(ONO2)2(COO)]2Me]n + 2n(CH3COOH),

où Me = Sn2+, Co2+, Ni2+ etc. La sorption de cations métalliques a été réalisée en

plongeant la couche de nitrocellulose carboxylée (NCC), fixée sur le substrat (soit

Al2O3, soit Si/SiO2), dans la solution aqueuse (0.125M) d’acétate ou de chlorure de

métal. Comme le montre une des expériences réalisées spécialement, la conversion ther-

mique dans l’air des couches polymériques contenant des cations inorganiques, conduit

à l’épuisement du polymère et à la formation de la phase d’oxyde métallique sur le

substrat. L’épaisseur de la couche d’oxyde a été en moyenne 1/10 fois l’épaisseur de

la couche polymérique contenant des cations inorganiques. Le traitement thermique

des couches de polymère NCC a été réalisée dans l’air à la température de 773 K. La

vitesse de chauffage était de 10deg/min. Après avoir atteint la température de 773 K,

un plateau isotherme est maintenu pendant 30 minutes. Puis, les couches sont laissées

à refroidir lentement (0.5deg/min). Par suite de la décomposition thermique à l’air

de la couche de NCC, contenant les cations de l’étain, une couche poreuse de dioxyde

d’étain, reproduisant fidèlement la texture du précurseur polymérique se forme (Figure

(5.11)).

La mise en oeuvre pratique de la méthode proposée est la suivante Bashmakov &

Ksenevich (2010); Bashmakov2009 :

1. La poudre de chlorure d’étain en quantité de 100mg est placée dans une nacelle

de céramique à la distance de 3cm du micro-réseau polymérique. La nacelle avec

l’échantillon et la poudre de chlorure d’étain ont été scellés et placés dans un four,
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Fig. 5.11: Image de la surface d’une couche de dioxyde d’étain, obtenue par

SEM - Bashmakov2009

chauffé à la température de 623-773 K pendant 5 minutes. Après déposition, le

chlorure d’étain a été décomposé en l’oxyde d’étain (II) pendant la thermohydro-

lyse.

2. Ensuite le substrat avec l’échantillon a été retiré de la nacelle et recuit à l’air

pendant 15 minutes à la température de 823 K.

Une étude plus approfondie a révélé que les échantillons, obtenus après un recuit à

l’air, reproduisaient les micro-réseaux, où les barreaux des cellules ont été remplis par

des nanoparticules de SnO2.

L’élément distinctif de cette méthode nouvelle, qui comprend la condensation des

vapeurs des chlorures métalliques, est qu’elle permet l’obtention des micro-réseaux

d’oxydes métalliques, qui contiennent des nanoparticules métalliques. Nous avons aussi

étendu cette méthode afin d’obtenir des micro-réseaux avec insertions de particules de

palladium. Pendant le traitement thermique d’un micro-réseau qui contient du Pd, la

condensation des vapeurs de chlorure d’étain (réalisée à l’air à T = 773K) mène à

la formation de nanogranules de SnO2 avec des nanoparticules de Pd. Une telle mo-
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dification des couches de SnO2 présente un grand intérêt, puisqu’il est connu que le

palladium présente de propriétés catalytiques pour l’utilisation de semi-conducteurs

oxydes-métalliques comme éléments sensibles de détecteurs de gaz. De plus, le palla-

dium catalyse la précipitation chimique de la série de métaux (par exemple, Ni et Co)

des solutions aqueuses des sels correspondants. Cela suggère la possibilité de modifier

des micro-réseaux de SnO2 par ces métaux, ce qui peut avoir un impact certain sur le

transport et sur les propriétés catalytiques des capteurs de gaz.

5.1.3 Études de structure et des propriétés électriques

5.1.3.1 MEB, MET, RBS

Nous avons réalisé les études de surface des échantillons de SnO2 par microsco-

pie électronique en transmission (MET), microscopie électronique à balayage (MEB)

et spectroscopie de rétrodiffusion de Rutherford (RBS). Les Figures (5.12) et (5.14)

présentent les résultats des études de la surface d’une couche typique, obtenus par

MET. Ces résultats confirment que les couches obtenues sont polycristallines (type

cassiterite ; Figure (5.13)) et suggèrent que leur taille typique est supérieure à 100 nm.

La Figure (5.15) présente le spectre de la rétrodiffusion de Rutherford obtenu pour

un échantillon typique. La courbe verte présente le résultat d’analyse du spectre avec le

modèle, qui suppose la présence d’une phase SnO2 dans l’échantillon. La courbe rouge

présente le résultat d’analyse du spectre avec le modèle, qui prend en compte le substrat

SiO2, sur lequel la couche a été déposée. Nous concluons donc que nos échantillons sont

bien les couches de SnO2 avec la structure de type cassiterite.

Nous avons étudié une série d’échantillons d’un même type (élaborés sous les mêmes

conditions, décrites ci-dessus), qui, selon notre supposition, devraient se trouver du côté

métallique de la transition métal-isolant.

5.1.3.2 Études de la résistance

La Figure (5.16) présente une image de la surface de l’échantillon avec les contacts

collés. La couche de dioxyde d’étain (transparente) est déposée sur un substrat de

Al2O3. Les contacts électriques ont été collés soit sur la surface de couche elle-même

(comme présenté sur la Figure (5.16)), soit sur les contacts Au qui ont été préparés par

collage ultra-sonore. Il est connu que les contacts Au sur des échantillons nanocristallins
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Fig. 5.12: Image de la surface d’une couche de dioxyde d’étain, obtenue par

MET (microscopie électronique en transmission) - Les couches obtenues sont poly-

cristallines (type cassiterite ; Figure (5.13))

[110] [110][100]

[1
0
0

]

[101]

[101]

[101]
[111]

[111]

[111]

[111]

Fig. 5.13: La structure de type cassiterite. -
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5.1 Les couches polycristallines de SnO2

Fig. 5.14: Image de la surface d’une couche de dioxyde d’étain, obtenue par

MET - (microscopie électronique en transmission)

de SnO2 sont ohmiques dans une large gamme de température et que leur contribution

à la conductance n’excéde pas 5% [Akimov et al. (1999)]. Nos études, menées sur les

échantillons qui se trouvent sur le côté métallique de la transition, ont révélé que les

contacts faits avec la laque d’argent restent ohmiques à basse température (T >1.8 K).

La fragilité de la couche de SnO2 sur le substrat n’a pas permis la réalisation

d’échantillon “barre de Hall”ou Corbino par électro-érosion ou sablage avec masque, ni

par évaporation d’or.

Conclusions : différents mécanismes de transport de charge ont été observés

dans les différents systèmes désordonnés à base de dioxyde d’étain : de “saut à dis-

tance variable”à “transport diffusif”. Cela suppose la présence d’une transition métal-

isolant. Nous avons obtenu des couches polycristallines de SnO2, qui se trouvent du

côté métallique de la transition métal-isolant, avec l’intention d’étudier les corrections

quantiques à la conductivité supposées pour tels systèmes désordonnés.
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Fig. 5.15: Spectre de rétrodiffusion Rutherford obtenu pour un échantillon ty-

pique. - La courbe verte présente le résultat d’analyse du spectre en supposant la présence

de phase SnO2 dans l’échantillon. La courbe rouge présente le résultat d’analyse du spectre

en prenant en compte le substrat SiO2. (L’analyse du spectre a été réalisée un utilisant le

logiciel XRUMP)
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5.1 Les couches polycristallines de SnO2

0 3 mm

Fig. 5.16: Image de la surface d’un échantillon avec les contacts collés. - La

couche transparente est déposée sur le substrat de Al2O3. Les contacts électriques ont été

collés avec la laque d’argent.
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6

Propriétés électriques des

couches polycristallines de

dioxyde d’étain

6.1 Les caractéristiques IV

Dans la Section (5.1.3.2) nous avons noté que les caractéristiques IV , obtenues pour

des échantillons qui se trouvent sur le côté métallique de la transition, présentent un

comportement ohmique dans une large gamme de température. Dans cette section nous

allons considérer les caractéristiques obtenues, pour les échantillons qui se trouvent du

côté isolant de la transition métal-isolant.

La Figure (6.1) présente les caractéristiques IV , obtenues pour un échantillon du

côté isolant de la transition. La non-linéarité des caractéristiques IV devient de plus en

plus prononcée quand la température diminue. Le comportement de ces courbes peut

être décrit dans le cadre du modèle d’effet tunnel, induit par les fluctuations thermiques

[Kaiser&lowast ; et al. (2004); Sheng (1980)] :

I = σ0V exp(
V

V0
), (6.1)

où I est le courant, V est la tension, σ0 est la conductance à champ électrique faible,

V0 est le paramètre d’échelle (les paramètres σ0 et V0 sont utilisés comme paramètres

d’ajustement). La probabilité de l’effet tunnel entre les granules dans les systèmes

désordonnés dépend de la température du fait des fluctuations de potentiel.
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6. PROPRIÉTÉS ÉLECTRIQUES DES COUCHES
POLYCRISTALLINES DE DIOXYDE D’ÉTAIN

Fig. 6.1: Les caractéristiques I-V obtenues pour un échantillon du côté isolant. -

Les lignes rouges solides sont les résultats de l’ajustement de l’expression (6.1) aux données

expérimentales. crédit Ksenevich et al. (2008)
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6.2 Résistance du côté métallique et du côté isolant de la transition
métal-isolant

Le paramètre de l’ajustement σ0 augmente de plus d’un ordre de grandeur avec la

température (dans la gamme T =2.0 -15.3 K). Par contre, le paramètre V0 dépend très

peu de la température. Ceci est en bon accord avec le modèle de l’effet tunnel induit

par les fluctuations [Kaiser&lowast ; et al. (2004); Sheng (1980)]. Nous avons confirmé

ces conclusions par les études de magnétorésistance et de la dépendance de la résistance

en fonction de la température [Ksenevich et al. (2008)].

6.2 Résistance du côté métallique et du côté isolant de la

transition métal-isolant

Les dépendances de la résistance électrique en fonction de la température et en

fonction du champ magnétique ont été mesurées par la méthode 4 pointes. Les mesures

ont été réalisées dans la gamme de température T = 1.8 − 274 K en champs magnétiques

statiques et pulsés. La Figure (6.2) présente le schéma principal pour les mesures de la

résistance.

Sr830

Sr830

SR560

SR560

SR DS 360

R

r

Ref.

Ref.

Fig. 6.2: Le schéma électrique principal pour les mesures de la résistance. -

Sur le schéma : �SRTM DS 360�est la source du courant, �SRTM560�sont les amplifica-

teurs, �SRTM830�sont les amplificateurs à détection synchrone (lock-ins), R et r sont les

résistances de charge (r ∼ R/100).
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6.2.1 Magnétorésistance en champs magnétiques pulsés

La technique standard “lock-in”avec la méthode 4 pointes a été utilisée pour mesu-

rer la résistance des échantillons en fonction de la température et du champ magnétique

pulsé. Le champ magnétique a été appliqué perpendiculairement à la surface de l’échantillon.

Les contacts ont été placés sur la surface de l’échantillon en configuration linéaire. Les

mesures électriques ont été réalisées avec les amplificateurs à verrouillage de phase

(lock-in amplifiers : SRTM 830). Les signaux de l’excitation et de référence ont été

fournis, tous les deux, par un générateur de tension (Low Distortion Function Gene-

rator), la fréquence de l’excitation étant dans la gamme du kHz (particulièrement,

pour les résultats présentés, 1.33 kHz). Les mesures de la résistance électrique ont été

réalisées pendant l’impulsion du champ magnétique, la durée de chaque impulsion étant

600 ms. On peut voir que la relation entre la durée de l’impulsion du champ magnétique

et la fréquence de l’excitation satisfait l’exigence, selon laquelle la fréquence de l’exci-

tation doit être beaucoup plus grande que la fréquence caractéristique de la variation

du champ.

La procédure de mesure est commune et largement utilisée dans les mesures électriques

sous l’application des champs magnétiques pulsés (voir, par exemple, Askenazy (1995);

Laukhin et al. (1995); Vignolles et al. (2003)). La Figure (6.3) présente la co-évolution

temporelle de la tension (voltage drop) (à T = 1.8 K) et de l’amplitude du champ

magnétique.

Différentes techniques pour les mesures électriques en champs magnétiques pulsés

ont été présentées Kozlova et al. (2004); Machel & von Ortenberg (1995); Murthy &

Venkataraman (2009) ; ces techniques implémentent des procédures d’acquisition et

de prétraitement. Par contre, au lieu d’utiliser les procédures d’acquisition spéciales,

nous avons réalisé un analyse “post-acquisition”des données. Ainsi, la Figure (6.3),

montre la variation temporelle du signal, mesuré sur l’échantillon par l’amplificateur à

verrouillage. On peut voir qu’au maximum du pulse du champ magnétique correspond

une bande de variation de la tension plus étroite (à t ≈ 56 ms). Cela signifie que quand

le champ magnétique varie lentement (la dérivée au maximum du champ est nulle), les

variations de la tension électrique sur l’échantillon sont minimales.

Il faut noter, qu’en fait on considère ici la dépendance de la tension électrique

en fonction de champ magnétique. Ainsi les processus, qui peuvent être responsables
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Fig. 6.3: Profil du champ magnétique pulsé et la variation temporelle du signal

mesuré sur l’échantillon. - La température T = 1.8 K. (échantillon : 171005-2)
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de bruits, deviennent non-stationnaires sous les champs magnétiques pulsés, et, donc,

l’analyse conventionnelle du spectre de puissance n’est pas valide [Max (1977)]. De ce

point de vue, le champ magnétique agit comme un paramètre extérieur, qui change

les conditions sous lesquelles la tension électrique est mesurée. Néanmoins, nous sup-

posons que le spectre de fréquence des composantes du signal ( analogique au spectre

de puissance ) puisse nous fournir une vue générale des processus qui ont lieu, puisque

nous avons observé des variations périodiques de la tension à court intervalle de temps.

La Figure (6.4) montre le spectre de fréquence des composantes du signal, obtenu aux

différentes températures (la tension étant mesurée par des amplificateurs à verrouillage

de phase). Les données présentées sur la Figure (6.4) sont obtenues par transforma-

tion de Fourier rapide (Fast Fourier Transform (FFT)) en utilisant la MIT FFTW

bibliothèque, qui implémente l’algorithme de Cooley-Tukey pour la transformation

Discrète FFT [Frigo & Johnson (1998, 2005)]. Cette procedure a été réalisée en utilisant

MicroCal ORIGINTM 7.0.

D’après la Figure (6.4) on peut voir que les composantes de fréquences 1.33 kHz (la

porteuse) et 2.66 kHz (la deuxième harmonique de la porteuse) contribuent de manière

significative au spectre total. Puisque nous avons utilisé les amplificateurs à verrouillage

de phase, il est naturel d’associer ces pics aux signaux parasites, qui viennent de la sortie

des amplificateurs. Afin d’extraire le “signal-utile”, associé à la variation de la tension

induite par le champ magnétique, nous avons réalisé un filtrage en fréquence (frequency

domain filtering (FDF)) - les pics à 1.33 kHz et à 2.66 kHz ont été ôtés du spectre d’une

manière “manuelle”, puis le signal est reconstitué par une transformation de Fourier

inverse (Inverse Fourier Transform).

Les résultats de cette procédure sont présentés sur la Figure (6.5). Il est évident

que le FDF réalisé, réduit les variations parasitaires de la tensions aux champs forts.

Bien que la courbe obtenue par le FDF (montrée sur la Fig. (6.5) comme courbe

blanche) est plus lisse que celui sans FDF (montrée comme courbe noire) pour toutes

les deux branches d’augmentation et de diminution du champ magnétique, les résultats

correspondants à la montée du champ (plus rapide) contiennent plus de fréquences

résiduelles et, par conséquence, exigent un FDF plus complèxe (voir l’insert sur la Fi-

gure (6.5)). Dans ce qui suit nous allons nous concentrer sur la partie décroissante du

champ magnétique.

120
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Fig. 6.4: Spectres de fréquence des composantes du signal obtenus aux

températures différentes. - Les spectres sont obtenus par la transformation de Fourrier

(Discrete Fourier Transform) (échantillonnage de l’intervalle - 2·10−5 s, limite de résolution

inférieure - 1.7 Hz).
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Fig. 6.5: Profil du champ magnétique pulsé et la variation temporelle du signal

mesuré sur l’échantillon avant et après le FDF. - La température T = 4.2 K.

(échantillon : 171005-2)
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Fig. 6.6: Dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en fonc-

tion du champ magnétique (T = 1.8 K ; échantillon : 171005-2). - Les pointes

noires sont les résultats obtenus sans le FDF. Les pointes rouges - avec le FDF.
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La Figure (6.6) présente les données expérimentales sous forme de courbes cal-

culées par la méthode de moindres carrés avec les barres d’erreurs correspondantes,

ces dernières représentant les écart-types (SD) de valeurs moyennes ( nous soulignons

que le calcul par la méthode de moindres carrés a été réalisée avant (carrés remplis -

Fig. (6.6)) et après (cercles vides - Fig. (6.6)) le FDF et ne concerne pas le filtrage

lui-même. Cela illustre la reproductibilité du comportement attendu de la résistance et

la diminution des déviations standard. ) :

SD =
√
V ar, (6.2)

V ar =
1

n− 1

i=n
∑

i=1

(Xi − X̄)2, (6.3)

où X̄ est la valeur moyenne, calculée sur n échantillons (n =80 pour les données

présentées sur la Figure (6.6)).

On peut voir qu’après le FDF la courbe de magnétorésistance reproduit le comporte-

ment attendu. De surcrôıt, les écart-types, calculés après le filtrage, sont beaucoup plus

petits que ceux de données non-filtrées et ils ne dépendent pas du champ magnétique.

Les mêmes résultats ont été obtenus dans toutes la gamme T = 1.8 - 40 K (voir Figures

(6.7), (6.9) - (6.10)).

La Figure (6.8) présente les dépendances des écart-types ( qui correspondent aux

valeurs moyennes du signal non-filtré ) en fonction de la dérivée ∂B/∂t du champ

magnétique. Il est évident que les déviations atteignent leurs valeurs maximales quand la

vitesse du changement du champ magnétique ∂B/∂t est maximale, la dépendance totale

étant linéaire. Cela confirme que le flux magnétique, qui varie rapidement pendant la

montée du champ, induit des tensions parasitaires qui doivent être exclues afin d’obtenir

le signal-utile.

En conclusion, nous constatons que le FDF correctement appliqué (sans implémentation

des techniques spéciales d’acquisition des données) permet d’obtenir des résultats fiables

pour l’analyse physique.

Conclusions : nous avons considéré la méthode d’expériences sous champs magnétiques

pulsés ainsi que les résultats des mesures de magnétorésistance pour les couches poly-

cristallines de SnO2. A basse température la magnétorésistance est négative et montre
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Fig. 6.7: Dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en fonc-

tion du champ magnétique (T = 3 K ; échantillon : 171005-2). - Les pointes noires

sont les résultats obtenus sans le FDF. Les pointes rouges - avec le FDF.
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Fig. 6.8: Dépendances des écart-types des valeurs moyens de la tension sur

l’échantillon en fonction de la vitesse du changement du champ magnétique.

(échantillon : 171005-2). -
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Fig. 6.9: Dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en fonc-

tion du champ magnétique (échantillon : 171005-2). - Les points noirs sont les

résultats obtenus sans le FDF. Les points rouges - avec le FDF.
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Fig. 6.10: Dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en

fonction du champ magnétique (échantillon : 171005-2). - Les points noirs sont les

résultats obtenus sans le FDF. Les points rouges - avec le FDF.
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métal-isolant

un comportement non-attendu. Le raison de ce comportement sera le sujet du Chapitre

7.

129
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7

La localisation faible et

l’interaction électron-électron

dans les couches polycristallines

de dioxyde d’étain

7.1 Les méthodes d’extraction des corrections à la conduc-

tivité, issues de la localisation faible et de l’interaction

électron-électron

Nous avons vu que les corrections à la conductivité, issues de la localisation faible et

de l’interaction électron-électron, montrent parfois les mêmes dépendances en fonction

de la température et du champ magnétique (voir Section (4.5)). Ceci est dû au fait que

dans tous les cas, les porteurs de charge sont diffusés d’une manière cohérente par les

défauts statiques (dans le cadre de la localisation faible) et par les oscillations de Friedel

(dans le cadre de l’interaction électron-électron). La conservation de la cohérence de

phase dans ces processus de diffusion mène au phénomène d’interférence quantique,

dont on peut observer les effets dans les expériences sur la conductivité. Afin d’obtenir

l’information correcte sur les paramètres microscopiques, tels que le temps du déphasage

τφ et la constante de l’interaction F σ
0 , il est nécessaire de savoir extraire les différentes

contributions à la conductivité données par la localisation faible et l’interaction électron-

électron.
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Ont été proposées différentes méthodes d’extraction des contributions au premier

ordre à la conductivité d’un système bi-dimensionel, données par la localisation faible

δσWL
1 = δσWL et l’interaction électron-électron δσEEI

1 = δσee (voir Tableau (7.1)).

Toutes ces méthodes sont basées sur deux faits, à savoir

– la correction à la conductivité, due aux interactions électron-électron ne dépend

pas du champ magnétique si la condition suivante est satisfaite Altshuler & Aro-

nov (1985); Minkov et al. (2002, 2010)

gµBB

kBT
. 1, (7.1)

où µB est le magnéton de Bohr. Cette correction à la conductivité prend la forme

Zala et al. (2001b)

δσEEI
1 = − e2

2π2~
λEEI ln(

~

Tτ
) = − e2

2π2~
[1 + 3(1 − ln(1 + F σ

0 )

F σ
0

)] ln(
~

Tτ
). (7.2)

– l’interaction entre électrons en régime diffusif (Tτ ≪ 1) mène à la correction de

la seule composante σxx de la conductivité Altshuler & Aronov (1985); Minkov

et al. (2010). Cette correction ne dépend pas d’un champ magnétique faible.

Il faut noter qu’au deuxième ordre du développement en ǫ pour les correction à la

conductivité δσ2, on obtient [Minkov et al. (2004, 2010)] :

δσ2 = δσWL
2 + δσEEI

2 + δσWL×EEI
2 , (7.3)

où δσWL×EEI
2 est “le terme croisé”, qui désigne l’action réciproque de la localisation

faible et de l’interaction électron-électron. Généralement, ce terme peut contribuer aux

deux composantes du tenseur : δσWL×EEI
xx et δσWL×EEI

xy . Pourtant, δσWL×EEI
xy = 0 à

champ magnétique nul B = 0. Si nous supposons, comme Minkov et al. (2010), que

δσWL×EEI
xy ≪ µBδσWL×EEI

xx , la contribution à la conductivité issue de l’interaction,

donnée par toutes les contributions à l’ordre deux, s’écrit :

δσEEI
xx =

1

ρ2
xx + ρ2

xy

[ρxx − ρxy

√

en(ρ2
xx + ρ2

xy)

ρxyB
− 1] = δσEEI

1 + δσEEI
2 + δσWL×EEI

2 .

(7.4)
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La correction δσEEI
2 dépend de la température d’une manière logarithmique et ne

dépend pas du champ magnétique (comme la correction δσEEI
1 ) Baranov et al. (2002);

Punnoose & Finkel’stein (2005).

La correction δσWL×EEI
xx peut s’exprimer par

δσWL×EEI
xx = δσEEI

xx − e2

2π2~
[1 + 3(1 − ln(1 + F σ

0 )

F σ
0

)] ln(
~

Tτ
), (7.5)

et elle a les propriétés suivantes [Minkov et al. (2010)] :

1. δσWL×EEI
xx manifeste un comportement métallique, à savoir : cette correction

augmente quand la température diminue.

2. δσWL×EEI
xx manifeste un comportement similaire à celui de δσWL

1 (B) dans la

gamme de champ magnétique B < Btr. Pourtant, cette correction a le signe

contraire et mène à la magnétoconductivité négative.

3. l’existence de cette correction mène à : (i) la diminution de la magnétoconductivité

négative, due à δσWL
1 (B) ; (ii) la différence entre la pente de la courbe σ vs lnT

et la valeur de 1 + λEEI dans l’expression (7.2) ; (iii) l’apparition de l’anomalie

dans les dépendances de RH en fonction de B en champ magnétique faible.

La correction au deuxième ordre de la localisation faible δσWL
2 manifeste un com-

portement similaire à celui de δσWL
1 (B) dans la gamme de champ magnétique B < Btr,

mais avec le signe contraire. Cela résulte d’une diminution du paramètre α < 1 dans

l’expression de Hikami [Hikami et al. (1980)] :

∆σWL(B) = δσWL
1 +δσWL

2 +δσWL×EEI
2 = α[Ψ(

1

2
+
Bφ

B
)−Ψ(

1

2
+
Btr

B
)− ln(

τ

τφ
)]. (7.6)

De surcrôıt, la correction δσWL
2 ne contribue pas à la dépendance de la conductivité

σ en fonction de la température T à B = 0. Ceci est dû au fait que δσWL
2 (B = 0) =

−δσWL
3 (B = 0) Hikami (1981); Wegner (1979).

Il est généralement admis que les corrections aux ordres supérieurs, dues à la lo-

calisation faible (δσWL
2 et δσWL×EEI

2 ), ne contribuent pas à l’effet Hall Minkov et al.

(2010); Shapiro & Abrahams (1981).

Dans nos études nous avons utilisé la méthode I présentée dans le Tableau (7.1),

l’utilisation de cette méthode étant justifiée par l’utilisation de champs magnétiques

intenses.

133



7. LA LOCALISATION FAIBLE ET L’INTERACTION
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7.2 Localisation faible et l’interaction électron-électron sous

champs magnétiques faibles

7.2.1 La conductivité en fonction de la température

Les Figures (7.1) et (7.2) présentent les dépendances des résistivités et des conduc-

tivités, obtenues pour différents échantillons de couches de SnO2, en fonction de la

température. On peut voir que ces courbes montrent une faible dépendance en fonction

de la température et peuvent être ajustées par les expressions inhérentes à la locali-

sation faible dans les systèmes bi-dimensionnels. Dans les chapitres précédents, nous

avons vu que les interactions électron-électron et la localisation faible mènent aux cor-

rections à la conductivité qui ont la même dépendance en fonction de la température

(voir discussion dans les Sections (7.1) et (4.5)). Afin d’extraire ces contributions et les

analyser séparément, nous avons utilisé la méthode I, présentée dans le Tableau (7.1).

La Figure (7.3) présente les dépendances de la résistance en fonction de la température,

obtenues en champ magnétique faible. On peut voir que les courbes préservent la

dépendance logarithmique en fonction de la température 1/R ∝ lnT , impliquant que la

correction à la conductivité est essentiellent due à l’interaction entre les électrons. Afin

d’obtenir l’information sur les paramètres microscopiques, qui caractérisent l’interac-

tion entre électrons, analysons d’abord la dépendance de σ(T ) en champ magnétique

B ≫ Btr (voir Tableau (7.1), méthode I). Nous avons estimé la valeur du paramètre

Btr = ~/(2el2)=0.34 Tesla en utilisant les expressions

σD = πG0kF l,

kF =
√

4πns,

pour la conductivité de Drude σD, et en supposant que la valeur de σD soit la valeur de

conductivité à haute température (ns ≈ 6.2·1012 cm−2, kF ≈ 8.9·108 m−1) [Dauzhenka

et al. (2011)].

Pour un champ magnétique B ∼ 10 Tesla ≫ Btr=0.34 Tesla la correction à la

conductivité, issue de la localisation faible, doit être complètement supprimée. La Fi-

gure (7.4) présente la dépendance de la conductivité en fonction du paramètre kBTτ/~
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à B = 10 Tesla, où kB est la constante de Boltzmann et τ est le temps entre les dif-

fusions élastiques (pour l’estimation de la valeur du paramètre τ - voir l’analyse de

magnétoconductivité en champs magnétiques intenses présenté ci-dessous). La ligne

rouge dans la Figure (7.4) est le résultat de l’ajustement de l’expression (7.2) aux

données expérimentales. Nous avons obtenu pour le paramètre λEEI = λ = 0.6. En

utilisant l’expression (7.2), nous avons estimé la valeur de la constante de l’interac-

tion dans la voie “triplet”F σ
0 = −0.2 et, en utilisant expression (4.131), la valeur du

paramètre de gaz rs = 0.6 [Dauzhenka et al. (2011)].

Les valeurs des paramètres microscopiques F σ
0 et rs sont en bon accord avec les

résultats rapportés pour d’autres systèmes bi-dimensionnels désordonnés Minkov et al.

(2003, 2009); Zala et al. (2001b).
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Fig. 7.1: Dépendance de la résistivité en fonction de la température d’une

couche granulaire de SnO2. (échantillon : 1) - La figure principale et l’insert présentent

les mêmes données. La ligne rouge est un guide pour les yeux.
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Fig. 7.2: Dépendance de la résistivité en fonction de la température d’une

couche granulaire de SnO2 (échantillon : sample280308-1b-polikor). - La figure

principale et l’insert présentent les mêmes données. La ligne rouge est un guide pour les

yeux. Dauzhenka et al. (2011)
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Fig. 7.3: Dépendances de la résistance en fonction de la température, obtenues

à champ magnétique fixé. (échantillon : sample280308-1b-polikor) - Les courbes

forment deux groupes à l’égard de l’orientation du champ magnétique par rapport au plan

de la couche. Le courant électrique est perpendiculaire au champ magnétique. Dauzhenka

et al. (2011)
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Fig. 7.4: Dépendance de la conductivité en fonction de la température kBTτ/~

d’une couche granulaire de SnO2 à B = 10 Tesla (échantillon : 210308-1b).

- G0 = e2/(2π2~). La ligne rouge est le résultat d’ajustement de l’expression (7.2) aux

données expérimentales. Dauzhenka et al. (2011)
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7.2.2 La conductivité en fonction du champ magnétique

La Figure (7.5) présente les dépendances de la magnétorésistance d’une couche gra-

nulaire de SnO2 en fonction du champ magnétique. On remarque que la magnétorésistance

est négative (MRN) dans toute la gamme du champ magnétique appliqué. Généralement,

la magnétorésistance négative peut être observée en régime de localisation faible et en

régime de forte localisation. Les nombreuses études menées sur les propriétés électroniques

ont révélé que pour les systèmes fortement désordonnés il est difficile de formuler des

conclusions définitives en s’appuyant sur la seule dépendance en température de la

résistance ou de la conductance Minkov et al. (2002, 2003); Niimi et al. (2010). Nous

allons, donc, analyser les deux régimes de localisation.

Régime de localisation forte. En régime de localisation forte, les états électroniques

sont tous localisés et le transport de charge se fait par sauts entre ces états localisés

[Agrinskaya et al. (2010); Nguyen et al. (1985a,b); Shklovskii & Efros (1984); Shklovs-

kii & Spivak (1991)]. Dans ce cas la MRN est due à la présence des diffusions des

électrons par les barrières aux sites intermédiaires et à l’interférence des trajectoires

différentes [Nguyen et al. (1985a,b)]. Le résultat est que la MRN se manifeste par une

dépendance linéaire en fonction du champ magnétique (aux valeurs intermédiaires du

champ magnétique) avec une saturation aux champs forts Agrinskaya et al. (2010)

Bsat =
Φ0

2πR
3/2
h ξ1/2

, (7.16)

où Rh - est la longueur des sauts (notons que dans la Section (3.4.1.3) nous avons utilisé

t pour désigner la longueur des sauts ; alors Rh ≡ t), ξ - est la longueur de localisation,

Φ0 - est le flux magnétique élémentaire.

Un autre mécanisme de magnétorésistance en régime de localisation forte est lié

au rétrécissement des fonctions des ondes localisées, induit par le champ magnétique

Shklovskii & Efros (1984). Ce mécanisme conduit à une magnétorésistance positive

(MRP). Ainsi, les MRN et MRP peuvent être observées dans ce régime, menant à un

minimum sur la courbe de la magnétorésistance en fonction du champ magnétique (à

une certaine valeur du champ Bmin).

Agrinskaya et al. (1995, 2010) ont montré que dans les systèmes 3D la MRN est

supprimée quand la diminution de la température fait passer le transport de charge d’un
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régime de VRH de type Mott à un régime de type Efros-Shklovskii (ES). Les valeurs de

Bmin diminuent avec la température pendant ce crossover. En même temps, l’amplitude

de la MRN augmente avec la diminution de la température dans le cas de conduction

par sauts de type Mott, et elle diminue dans le cas de conduction par sauts de type ES

Agrinskaya et al. (2010). Dans notre cas la Figure (7.5) montre que l’amplitude de la

MRN augmente avec la diminution de la température. Cela exlue le VRH de type ES

sur les états situés dans un gap de Coulomb. Afin de vérifier la présence des sauts de

type Mott, on pourrait déterminer les dépendances des paramètres Bsat(T ) et Bmin(T )

en fonction de la température et les comparer avec celles prédites par Agrinskaya et al.

(2010) (Bsat ∝ T 1/2, Bmin ∝ T 7/6). Malheureusement, nos données ne nous fournissent

pas la possibilité de conclure définitivement quant aux dépendances de ces paramètres

en fonction de la température.

Une autre possibilité de vérifier la présence du mécanisme de sauts entre états

localisés est de réaliser l’analyse similaire à celle proposée par Choy et al. (2008). Selon

Choy et al. (2008); Lerner & Imry (1995); Medina et al. (1990), le champ magnétique

augmente effectivement la longueur de localisation (ξ) et, par conséquent, on observe

la MRN (voir la discussion dans (3.4.1.3)). Dans ce cas on suppose que l’effet principal

du champ magnétique est le changement de la longueur de localisation sans influence

sur la densité des états, la dépendance de la résistance en fonction de la température

étant [Choy et al. (2008)]

∆ln[R(B)] ∝ T−1/α
√
B (7.17)

où α - est l’exposant caractéristique de la loi décrivant le VRH (α = 4 pour la loi

de Mott ; α=2 pour la loi de Efros et Shklovskii). En suivant cette analyse, la Figure

(7.6) présente les dépendances de la résistance en fonction de la racine carré du champ

magnétique (
√
B) pour différentes températures. On constate que le comportement

des régions où ln[R(B)] ∝
√
B est complètement différent de celui rapporté par Choy

et al. (2008), à savoir - ces régions rétrécissent avec la diminution de la température et le

comportement non-linéaire devient de plus en plus prononcé. De surcrôıt, la dépendance

en fonction de la température des pentes des droites sur la Figure (7.6) ne montre

pas un comportement en T−1/2 (cette dépendance se comporte comme si α = 68 dans

expression (7.17)). Ces résultats, alliés à la faible dépendance de la résistance en fonction

de la température (voir Figure (7.2)), suggèrent que, soit il y a certaines particularités

qui ne sont pas prises en compte dans le modèle de MRN en régime de forte localisation,
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soit notre système se comporte comme un système en régime de la localisation faible

[Dauzhenka et al. (2011)].
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Fig. 7.5: Dépendances de la magnétorésistance d’une couche granulaire de SnO2

en fonction du champ magnétique (échantillon : 210308-1b). - L’insert présente

les mêmes courbes à des champs magnétiques plus faibles. La magnétorésistace négative

traduit des effets d’interférence quantique et un déphasage des ondes électroniques, induit

par le champ magnétique. [Dauzhenka et al. (2011)]

Régime de localisation faible. La Figure (7.7) présente les dépendances de

la conductivité en fonction du champ magnétique. Les lignes solides noires sont les

résultats du “fit”des données expérimentales par “l’expression de Hikami”Hikami et al.

(1980)

∆σ(B)

G0
= α[Ψ(

1

2
+
Bφ

B
) − Ψ(

1

2
+
Btr

B
) − ln(

τ

τφ
)], (7.18)

où G0 = e2/(2π2~), α - est le paramètre dans l’équation du groupe de renormalisation

(α=1 et α=0 pour les symétries orthogonales et unitaires d’un Hamiltonien désordonné

respectivement), Ψ(x) - est la fonction di-gamma, Bφ = ~/(4eDτφ) et Btr = ~/(4eDτ)

sont les valeurs caractéristiques du champ magnétique, τφ - est le temps du déphasage

des ondes électroniques.
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Fig. 7.6: Dépendances de la magnétorésistance d’une couche granulaire de SnO2

en fonction du champ magnétique (échantillon : 210308-1b). - Les mêmes données

que dans la Figure (7.5). Les lignes solides montrent la gamme du champ magnétique où

ln(R) ∝
√
B. L’insert présente la dépendance des pentes de ces lignes en fonction de la

température (en accord avec Choy et al. (2008)). [Dauzhenka et al. (2011)]
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Fig. 7.7: Dépendances de la magnétoconductance d’une couche granulaire en

fonction du champ magnétique (échantillon : 210308-1b). - G0 = e2/(2π2~). Les

courbes solides noires sont les résultats de l’ajustement, obtenus avec expression (7.18).

L’insert présente la dépendance de la longueur du déphasage Lφ(T ), déduite des résultats

du “fit”. [Dauzhenka et al. (2011)]
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ÉLECTRON-ÉLECTRON DANS LES COUCHES POLYCRISTALLINES
DE DIOXYDE D’ÉTAIN

D’après les résultats de “fit”, nous pouvons déduire la dépendance de la longueur

caractéristique du déphasage en fonction de la température Lφ(T ) =
√

Dτφ et le temps

du déphasage τφ(T ) (voir l’insert de la Figure (7.7)), qui donnent l’information sur le

mécanisme du déphasage qui domine dans le système. On remarque que Lφ(T ) ∝ T−1/2

(τφ(T ) ∝ T−1) ; une telle dépendance de la longueur du déphasage en fonction de

la température signifie que les diffusions électron-électron incluant un faible transfert

d’énergie sont responsables du déphasage [Altshuler & Aronov (1985)]. Dans les proce-

dures de “fit”par l’expression (7.18), nous avons utilisé α et Bφ comme les paramètres

ajustables, la valeur de Btr étant fixée à 0.34 Tesla [Dauzhenka et al. (2011)].

La Figure (7.8) présente les dépendances de la magnétoconductance ∆σ/σ0 ≡
(σ(B)−σ(B = 0))/σ(B = 0) en fonction du champ magnétique, obtenues à différentes

températures fixées. On remarque que la magnétoconductance reste positive dans toute

la gamme du champ magnétique appliqué, l’amplitude de cette magnétoconductance

diminuant avec l’augmentation de la température. La Figure (7.9) présente dans les

coordonnées ∆σ/G0 vs B/Bφ les mêmes données expérimentales que la Figure (7.8).

Cette forme de présentantion a été utilisée pour la première fois par Bergmann (1982a,b)

et, par la cöıncidence des courbes obtenues à différentes températures, elle justifie la

procédure de “fit”. L’insert dans la Figure (7.9) présente la dépendance du paramètre

α en fonction de la température, qui se trouve être en bon accord avec la prédiction

de Minkov et al. (2004), établie pour les systèmes désordonnés en régime d’isolant

faible. Ces résultats corroborent l’hypothèse que nos échantillons fortement

désordonnés se trouvent du côté métallique de la transition métal-isolant,

au voisinage de cette transition.

La Figure (7.10) présente les dépendances des magnétoconductivités de deux échantillons

en fonction du champ magnétique. Les valeurs lφ/l ≡ Lφ(T )/l (où l est le libre parcours

moyen), indiquées du côté droit de la Figure (7.10) justifient l’applicabilité de l’approxi-

mation de diffusion pour chaque échantillon à chaque température. Plus grande est la

valeur du paramètre Lφ/l, mieux l’approximation de diffusion est justifiée. Plus petite

est le valeur de ce paramètre, plus l’échantillon ♯ 1 est désordonné et, par conséquent,

plus l’amplitude de la magnétoconductivité est grande à cause de la contribution de

la correction issue de l’interaction électron-électron, qui conduit à l’augmentation de

magnétoconductivité à fort champ magnétique Gornyi & Mirlin (2003, 2004).
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Fig. 7.8: Dépendance de la magnétoconductance d’une couche granulaire de

SnO2 en fonction du champ magnétique (échantillon : 1). - La magnétoconductance

positive implique la présence des effets d’interférence quantique et du déphasage des ondes

électroniques, causés par le champ magnétique.
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Fig. 7.9: Dépendance de la magnétoconductance d’une couche granulaire de

SnO2 en fonction du champ magnétique normalisé (échantillon : 1). - G0 =

e2/(2π2~), Bφ = ~/(4eDτφ). La ligne rouge est le résultat de l’ajustement de l’expression

(7.18) aux données expérimentales.
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Fig. 7.10: Dépendances de la magnétoconductance de deux couches granu-

laires de SnO2 en fonction du champ magnétique normalisé (échantillons :

sample280308-1b-polikor (♯ 1) et 210308-1b (♯ 2)). - Btr = ~/(4eDτ). Les courbes

forment deux groupes correspondants à chaque échantillon. Les valeurs lφ/l ≡ Lφ(T )/l

justifient l’applicabilité de l’approximation de diffusion pour chaque échantillon à chaque

température.
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7.2.3 Les temps du déphasage et de la cohérence de phase

La Figure (7.11) présente la dépendance de la longueur du déphasage en fonction de

la température, obtenue d’après l’analyse de la magnétoconductivité. Une telle forme

fonctionnelle, Lφ(T ) =
√

Dτφ ∝ T−1/2, est inhérente aux systèmes bi-dimensionnels où

le déphasage se réalise via les diffusions électron-électron impliquant un petit transfert

de l’énergie [Altshuler & Aronov (1985); Altshuler et al. (1982); Rammer (2007)]

1

τφ
=

T

2πν2D
ln(πDν2), (7.19)

où ν2 est la densité d’états dans un système désordonné bi-dimensionnel, D est la

constante de diffusion.
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Fig. 7.11: Dépendance de la longueur du déphasage dans une couche granulaire

de SnO2 en fonction de la température (échantillon : 1). - La dépendance est

présentée dans la gamme T = 4 - 50 K.

Les mêmes résultats ont été obtenus pour les autres échantillons (voir Figures (7.12)

et (7.13)).

La Figure (7.13) présente la dépendance en température du temps du déphasage,

obtenue d’après l’analyse de magnétoconductivité d’un autre échantillon. On remarque

que les points représentant les valeurs de τφ aux températures T =12, 14, 16 et 20 K

sont caractérisés par de grandes barres d’erreurs. Ces erreurs sont une conséquence de
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Fig. 7.12: Dépendance de la longueur du déphasage dans une couche granulaire

de SnO2 en fonction de la température (échantillon : 121005-2). - La dépendance

est présentée dans la gamme T = 1.9 - 50 K. Les lignes rouges et noires sont des guides

pour les yeux.
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la non adéquation de l’approximation de diffusion quand, aux températures élevées, la

relation Lφ/l = τφ/τ devient petite.
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Fig. 7.13: Dépendance du temps de déphasage dans une couche granulaire de

SnO2 en fonction de la température (échantillon : 280308-1b-polikor). - L’insert

présente les mêmes données que la Figure principale en coordonnées logarithmiques.

7.3 Localisation faible et l’interaction électron-électron sous

champ magnétique intense

7.3.1 La localisation faible au passage vers le régime ballistique sous

champ magnétique intense

La Figure (7.14) présente les dépendances de la magnétoconductivité en fonction

de la température dans une large gamme du champ magnétique. On remarque qu’à

champ magnétique élevé ces dépendances ressemblent à celles obtenues théoriquement

par Dyakonov (1994); Zduniak et al. (1997); . Si on présente ces courbes en coordonnées

150

tau_vs_T-3.eps


7.3 Localisation faible et l’interaction électron-électron sous champ
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∆σ/G0 versus ln(B/Bφ), elles se chevauchent (ce que nous avons récemment observé

Dauzhenka et al. (2010) ; voir Figure (7.15)). Les lignes solides noires sur cette Figure

(7.14) sont les extensions des courbes de “fit”, obtenues avec l’Eq. (7.18), aux champs

magnétiques élevés. On peut constater que ces courbes noires s’écartent des données

de magnétoconductivité aux champs élevés. La ligne solide rouge sur la Figure (7.14)

présente le comportement asymptotique de la magnétoconductivité (pour B ≫ Btr),

décrite par Dyakonov (1994); Zduniak et al. (1997) :

∆σ(B)

G0
= −7.74

√

Btr

B
, (7.20)

où Btr = 0.34 Tesla (échantillon : 210308-1b) [Dauzhenka et al. (2011)].

Notons que les données présentées sur la Figure (7.14) peuvent aussi être ajustées

par l’expression qui décrit les corrections issues de l’interaction entre les électrons dans

la voie de Cooper [Altshuler, B. L. et al. (1982)], soutenant les résultats de Gornyi

(2001); Groshev & Novokshonov (2000) qui suggèrent que le cooperon préserve sa forme

dans toute la gamme des champs magnétiques classiquement forts (l < Rc, Rc étant

le rayon cyclotron). Par contre, nous n’avons pas considéré la non-localité spatiale et

temporelle de la constante de diffusion dans le régime ballistique (l >
√

~

eB ) suggérée

par Gornyi (2001); Groshev & Novokshonov (2000).

Nous avons pour la magnétoconductivité :

σxx(B) = σD
xx(B) + ∆σWL

xx (B) + ∆σEEI
xx (B) (7.21)

où

σD
xx(B) =

σ0

1 + (ωcτ)2
(7.22)

est la conductivité de Drude en présence du champ magnétique, et ωc = eB
m∗ est

la pulsation cyclotron ; m∗ est la masse effective. A fort champ magnétique, quand

B ≫ kBT/(4eD) (B ≫ Btr) et quand la contribution de la localisation faible à la

magnétoconductivité est supprimée (∆σWL
xx (B) = 0) :

∆σEEI
xx (B)

G0
= ln[

1 + λ0ln(ε0τ)

1 + λ0ln( ε0τ
h

Btr
B )

] (7.23)
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Fig. 7.14: Dépendances de magnétoconductivité d’une couche granulaire de

SnO2 en fonction du champ magnétique. (échantillon : 210308-1b). - G0 =

e2/(2π2~). Les lignes solides noires sont les extrapolations des courbes présentées sur

la Figure (7.7), qui correspondent à la contribution de la localisation faible (voir Eq.

(7.18)). La ligne rouge présente le comportement asymptotique de la magnétoconductivité

(à B ≫ Btr), décrit par l’Eq. (7.20). [Dauzhenka et al. (2011)]
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magnétique intense

0,1 2,7 54,6 1096,6

0

1

2

3

0 10 20 30 40 50
1360
1380
1400
1420
1440
1460
1480
1500
1520
1540

G
0

B/B

 T = 4 K
 T = 6 K
 T = 10 K
 T = 15 K
 T = 20 K
 T = 30 K

B, Tesla

high field B>>Btr

 

 

 

 

R, Ohm

Fig. 7.15: Dépendances de la magnétoconductivité d’une couche granulaire

de SnO2 en fonction du champ magnétique normalisé (échantillon : 2). -

Bφ = ~/(4eDτφ), G0 = e2/(2π2~). Les courbes obtenues aux températures différentes

se chevauchent. L’insert présente les dépendances de la résistivité en fonction du champ

magnétique, obtenues pour le même échantillon. [Dauzhenka et al. (2010)]
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pour les systèmes bi-dimensionnels Altshuler, B. L. et al. (1982). Dans l’Eq. (7.23)

λ0 > 0 - est la constante adimensionnelle de l’interaction, ε0 - est le paramètre de cutoff

(ε0 ≈ εF , εF est l’énergie de Fermi), τ - est le temps entre les collisions élastiques.
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Fig. 7.16: Dépendances de la magnétoconductivité d’une couche granulaire de

SnO2 en fonction du champ magnétique. (échantillon : 210308-1b). - Les mêmes

données que sur la Figure (7.14). G0 = e2/(2π2~). La ligne solide bleue est l’extrapolation

du résultat de “fit”de l’Eq. (7.18) aux champs magnétiques élevés. La ligne solide rouge

est le résultat du “fit”de l’Eq. (7.23) à B > 1 Tesla. La ligne solide noire présente le

comportement asymptotique de magnétoconductivité (à B ≫ Btr), décrit par l’Eq. (7.20).

[Dauzhenka et al. (2011)]

Sur la Figure (7.16) les mêmes courbes que sur la Figure (7.14) sont présentées

en fonction de ( Bh
Btrε0τ ) avec les résultats de “fit”des expressions (7.21-7.23) (à B >

1 Tesla). Les lignes solides noires présentent le comportement asymptotique de la

magnétoconductance (à B ≫ Btr), décrit par l’Eq. (7.20). La ligne solide bleue est

l’extrapolation du résultat de “fit”de l’Eq. (7.18) (idem que sur la Figure (7.14)) et la
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ligne rouge - est le résultat de “fit”de l’expression (7.23) aux données expérimentales

pour B > 1 Tesla. On constate que l’Eq. (7.23) donne des résultats raisonnables, les

paramètres de fit λ0, ε0, τ prenant les valeurs 0.1, 59 meV et 3.6 · 10−14 s respecti-

vement [Dauzhenka et al. (2011)]. En utilisant la relation suivante entre kF et εF :

εF = (~kF )2/(2m∗), nous obtenons kF ≈ 5.1 · 108m−1 (la valeur de la masse effective

étant m∗ ≈ 0.17me, comme rapporté par Kojima et al. (1988); Samson & Fonstad

(1973)). En utilisant la valeur estimée de τ et en prenant m∗ ≈ 0.17me, nous en

déduisons la mobilité des porteurs de charge µ ≈ 300cm2/(V s), qui semble être rai-

sonnable puisque ωcτ > 1 pour B > 26 Tesla. La mobilité et concentration, obtenues

d’après l’analyse de l’effet Hall sur un autre échantillon de même type, sont µH ≈ 210

cm2/(V s) et n ≈ 2 · 1020 cm−3 pour l’épaisseur 20 nm.

En prenant la vitesse au niveau de Fermi υF de l’ordre de 105−106 m/s, nous obte-

nons kF l ≈ (1.9 - 19) et D = υ2
F τ/2 = (1.8 - 180) cm2/s. Ces valeurs raisonnables

pour les paramètres et les résultats de “fit”suggèrent que les échantillons

étudiés se trouvent du côté métallique de la transition métal-isolant et que

le transport de charge est de nature diffusive.

7.3.2 L’interaction électron-électron sous champ magnétique intense

La Figure (7.17) présente la dépendance de la résistance en fonction du champ

magnétique, obtenue pour un échantillon (171005-2) fortement désordonné. Afin d’ana-

lyser le comportement inattendu de la résistance aux champs élevés, nous avons ap-

pliqué l’analyse initialement proposée par Girvin et al. (1982); Houghton et al. (1982),

développée par la suite par Gornyi & Mirlin (2003, 2004), puis appliquée par de nom-

breuses groupes (voir, par exemple, Olshanetskii et al. (2006)).

La correction à la résistance, issue de l’interaction entre les électrons à champ

magnétique élevé (mais sous la condition ωcτ < 1, Tτ ≪ 1) est donnée par Gornyi

& Mirlin (2003, 2004) :

δρxx = δρF
xx + δρH

xx = −ρ0
(ωcτ)

2

πkF l
GF (Tτ) +

(ωcτ)
2

πkF l
y ln(y)[

3

4
ln(Tτ) + ln(y)], (7.24)

où δρF
xx et δρH

xx sont les contributions d’échange (l’interaction “d’échange”) et de Har-

tree (l’interaction “directe”) respectivement, y = κ/kF ≪ 1, κ est la longueur de
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l’écrantage et la fonction GF (Tτ)

GF (Tτ) = − ln(Tτ) + const. (7.25)

Dans le cas où l’interaction est “pointlike”, la contribution de Hartree δρH
xx domine et

la magnétorésistance devient positive, manifestant un comportement quadratique en

champ ρ ∝ B2 [Gornyi & Mirlin (2004); Olshanetskii et al. (2006)].
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Fig. 7.17: La dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en

fonction du champ magnétique à T = 3 K (échantillon : 171005-2). - Les points

noirs sont les résultats obtenus sans la filtration du domaine de fréquence. Les points rouges

- avec la filtration du domaine de fréquence.

La Figure (7.18) présente les mêmes données que la Figure (7.17) en fonction du

carré du champ magnétique, la ligne solide noire étant le résultat de l’ajustement avec

le modèle linéaire. On remarque que le comportement de la résistance dans la gamme

B =6 - 9 Tesla est bien quadratique. La même procédure a été réalisée avec les données

obtenues aux autres températures (voir Figures (7.19)-(7.20)).
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Fig. 7.18: Dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en

fonction du carré du champ magnétique B2 à T = 3 K (échantillon : 171005-2).

- Les points rouges sont les résultats obtenus avec la filtration dans le domaine fréquence.
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Fig. 7.19: Dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en

fonction du carré du champ magnétique B2 à T = 1.8 K (échantillon : 171005-

2). - Les points rouges sont les résultats obtenus avec la filtration dans le domaine de

fréquence.
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Fig. 7.20: Dépendance de la résistance d’une couche granulaire de SnO2 en

fonction du champ magnétique B2 à T = 4.2 K (échantillon : 171005-2). - Les

points rouges sont les résultats obtenus avec la filtration du domaine de fréquence.

158

R_vs_B_171005_2_T4-2K-4.eps


7.3 Localisation faible et l’interaction électron-électron sous champ
magnétique intense

La Figure (7.21) présente la dépendance de la pente P [Gornyi & Mirlin (2004)] :

P = (
eτ

m∗
)2[

ρ0

πkF l
+
y ln(y)

πkF l

3

4
] ln(Tτ) +

y ln(y)

πkF l
(
eτ

m∗
)2 ln(y) + const · ( eτ

m∗
)2

ρ0

πkF l
(7.26)

des courbes de “fit”sur les Figures (7.18)-(7.20) en fonction de la température.
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Fig. 7.21: Dépendance de la pente P (7.26) en fonction de la température

(échantillon : 171005-2). - La ligne rouge est le résultat de fitting avec le modèle linéare.

Le grand nombre des paramètres inconnus dans expression (7.26) rend son utilisa-

tion inadaptée en l’absence de données complémentaires (comme, par exemple, la masse

effective m∗ ou le vecteur d’onde kF ). La seule conclusion que nous puissions faire est

que l’interaction entre les électrons dans notre système est de la nature “pointlike”, à

savoir - le potentiel de l’interaction U(ω, q) = V0.
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Tab. 7.1: Les méthodes de l’analyse de la contribution à la correction à

la conductivité, issue de l’interaction entre les électrons - La comparaison des

méthodes de l’analyse de la correcion à la conductivité, issue de l’interaction entre les

électrons.

Algorithme Remarques Références

I. En champs magnétiques La méthode peut Minkov et al. (2001)

B > Btr l’interférence quantique être utilisée en Agan et al. (2001)

est détruite et la conductivité champ magnétique

est donnée par B ≫ Btr

σ2D = σ0 +KeeG0 ln(kBTτ/~).(7.7)

Kee est déterminé par la pente

de la courbe en coordonnées

σ2D vs lnT

II. La dépendance en fonction de la avantages : absence de Simmons et al. (2000)

température de la contribution à contribution de localisation Uren et al. (1981)

la constante de Hall, issue des faible

corrélations électron-électron inconvénients : 1. complexité

∆RH = −(2R0
H)/(σ0) ·KeeG0 ln(T/Tr), (7.8) des mesures de δRH

où R0
H est la constante de Hall classique, 2. nécessité

Tr est la température de référence, de déterminer

σ0 est la conductivité de Drude R0
H et σ0

3. nécessité

de champs magnétiques

intenses si

la mobilité

µ < 100cm2V −1s−1

III. ∆δσee = KeeG0 = (7.9) Méthode très Minkov et al. (2003)

=(δσee(T1) − δσee(T2))/ ln(T1/T2), (7.10) sensible au bruit dans les

où mesures de tension de Hall

δσee = σxx − σxy(ens/(σxyB) − 1)1/2.(7.11) VH ;

méthode ne convenant pas

pour les systèmes

fortement désordonnés,

quand VH et

la correction à cette tension,

issue de correlations électron-

électron, sont petites et le ratio

signal/bruit est mauvais.
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magnétique intense

Tab. 7.2: (La suite du Tableau 7.1) Les méthodes de l’analyse de la contribu-

tion à la correction à la conductivité, issue de l’interaction entre les électrons

- La comparaison des méthodes de l’analyse de la correcion à la conductivité, issue de

l’interaction entre les électrons.

Algorithme Remarques Références

IV. (a) comme dans la méthode I. : procédure Goh et al. (2008)

détermination de Kee d’après self-consistante

la pente de σxx vs lnT à répéter

en champ B > Bφ. jusqu’au point, où

(b) ajustement de la valeur la valeur de déviation

de Kee par le calcul de standard de RH ou

δσxx = δσee = KeeG0 ln(kBTτ/~), (7.12) de ρxx(B) est minimisée ;

à partir de ρxx(B) et ρxy(B). procédure

Si la valeur de Kee est bien ajustée, justifiée par le fait

la soustraction de δσee mène à que pour les systèmes

la cöıncidence de toutes les courbes à 2D en champs

de ρxx(B) et ρxy(B), obtenues faibles la contribution

aux températures différentes donnée par l’interaction

(en champ Bφ ≪ B ≪ 1/µ). électron-électron

dépend de T et

ne dépend pas de B

V. (a) comme dans la méthode I. : Méthode basée Minkov et al. (2002)

(b) analyse de δσ(B) avec sur la théorie Gogolin (1983)

la formule de Hikami et self-consistente

détermination des τφ et τ Vollhardt, D. & Wölfle (1980a)

(c) calcul de δσWL = −G0 ln(τφ/τ + 1) Vollhardt, D. & Wölfle (1980b)

(d) calcul de δσ(T ) = δσWL(T ) + δσee(T ) de la localisation ;

(e) détermination de la conductivité valable

de Drude : σD = σexp(T ) − δσ(T ) dans une large gamme de kF l

(f) si tout est bien déterminé,

la relation

σD/G0 + ln(σD/G0) − (7.13)

-[σexp(T )/G0 + ln(σexp(T )/G0)] = (7.14)

=ln[τφ(T )/τ ](7.15)

doit être justifiée.

D’après cette relation

on peut déterminer l’exposant

p dans τφ ∼ T−p.
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Conclusions

8.1 La transition métal-isolant dans les couches granu-

laires de SnO2

Dans ce dernier chapitre, je donne une explication possible des changements observés

dans les mécanismes de transport de charge dans les couches polycristallines de SnO2.

D’abord, nous supposons que la transition d’Anderson a lieu. Dans le cadre de la

théorie self-consitente de la localisation d’Anderson Vollhardt, D. & Wölfle (1980a,b),

la conductivité électronique statique d’un système devient zéro à T = 0 K, quand

l’énergie de Fermi EF ≡ εF → EC ≡ εC (ou, le même, kF l ≈ 1), où EC est le seuil

de mobilité à une particule Kotov & Sadovskii (1983); Myasnikov & Sadovskii (1982);

Sadovskii (2006)

E
(3D)
C ∝ m3(ρν2)2 (8.1)

Dans l’Eq. (8.1) : ρ - est la concentration adimensionnelle des centres diffuseurs, qui

correspondent aux donneurs peu profonds dans la bande de conduction (ρ = Nia
3, Ni

- est la concentration des centres de diffusion, a - est la constante du réseau), ν - est le

potentiel de diffusion (la hauteur de barrière). Alors, pour certaines valeurs de ρ et de

ν (ρ est suffisamment grande pour donner des porteurs de charge (et former la bande

des impurétés) ; ν est suffisamment petite pour permettre la diffusion par-dessus des

barrières de potentiel), on peut atteindre le régime où εF > EC . Ce régime correspond

aux cristallites présentant un degré de perfection élevé (les valeurs de ν sont petites)

et à la présence de porteurs de charge dans la bande de conduction (voir côté droit de
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la Figure (8.1)). Quand la valeur de (ρν2)2 est suffisamment grande (εF < EC), tous

les états à une particule sont localisés et le transport de charge se fait par sauts (voir

côté gauche de la Figure (8.1)). Ce scénario de la transition métal-isolant se trouve en

accord avec les résultats de Muraoka et al. (2009).

En définitive, nous avons démontré que la théorie des corrections quantiques à la

conductivité, issues de la localisation faible et de l’interaction entre électrons, décrit

raisonnablement les caractéristiques de transport de charge dans les couches polycris-

tallines de SnO2 du côté métallique de la transition métal-isolant.

Nos résultats supposent que :

1. la transition métal-isolant se réalise dans les couches granulaires de SnO2, l’iden-

tification du mécanisme de la transition et l’origine des porteurs de charge exigent

des études complémentaires.

2. du côté métallique, les dépendances de la résistivité et de la conductivité en

fonction de la température et du champ magnétique peuvent être décrites dans

le cadre de la théorie des corrections quantiques à la conductivité, à savoir - la

localisation faible et les corrections issues de l’interaction entre les électrons.

3. le mécanisme principal du déphasage des électrons est la dispersion électron-

électron impliquant un petit transfert d’énergie [Altshuler & Aronov (1985); Alt-

shuler et al. (1982)].

4. à fort champ magnétique, quand B ≫ Btr ≡ ~/(4eDτ), la dépendance de la

conductivité en fonction de la température est gouvernée par les corrections quan-

tiques issues de l’interaction entre les électrons (dans la gamme T = 2 − 15 K).

Pour les échantillons étudiés : Btr ≈ 0.3 Tesla, kF l ≈ 10.

5. à fort champ magnétique, quand B ≫ ~/(4eDτ), la dépendance de la conductivité

en fonction du champ magnétique peut être décrite dans le cadre de la théorie

de localisation faible [Dyakonov (1994); Zduniak et al. (1997)] ou de corrections

issues de l’interaction dans la voie de Cooper [Altshuler, B. L. et al. (1982)]. Ici

aussi, des études complémentaires sont nécessaires pour conclure entre ces deux

hypothèses.
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EF
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Fig. 8.1: Echelles caractéristiques de l’énergie pour un système désordonné

et les diagrammes énergétiques pour les métaux désordonnés et les isolants. -

L’image SEM d’un des échantillons de SnO2 est présentée en bas. Les couches granulaires

de SnO2 peuvent être soit des métaux désordonnés, soit des isolants, en fonction du degré

du désordre, de l’épaisseur et de la concentration des impurétés. Muraoka et al. (2009) ont

supposé que les porteurs de charge (les électrons) sont fournis par les atomes d’oxygène

adsorbés en surface, chaque atome d’oxygène donnant 2 électrons (selon Manassidis et al.

(1995)). L’adsorbtion des atomes d’oxygène peut être induite par irradiation UV ou par

traitement thermique.
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Appendice A

9.1 Dimensionalité effective par rapport aux corrections

quantiques à la conductivité

Dans cet Appendice nous allons considérer la question de la dimensionalité effective

de nos échantillons par rapport aux corrections quantiques à la conductivité.

Dans notre analyse des dépendances de la conductivité en fonctions de la température

et du champ magnétique nous avons utilisé des expressions valides pour des systèmes bi-

dimensionnels. Afin de justifier que nos couches manifestent un comportement inhérent

aux systèmes bi-dimensionnels, nous notons d’abord que d = 200nm est l’épaisseur to-

tale des structures obtenues, y compris l’épaisseurs du micro-réseau-Sn et de la couche

SnO2. Ainsi, il doit exister une couche d’épuisement à l’interface du micro-réseau-Sn

et de la couche polycristalline de SnO2. Cela signifie donc que l’épaisseur effective de

la couche conductrice est encore moins épaisse (deff < d) et, par conséquent, la valeur

de deff est plus petite que celles de Lφ et de LT .

Justifions cette assertion plus rigoureusement : nous allons conduire l’analyse pro-

posée initialement par Rosenbaum et al. (1997).

Si nous comparons les fonctions w(T ) = dln(σ)
dln(T ) , calculées en utilisant les expressions

pour les corrections quantiques à la conductivité

σ3D(T ) = σD +G0 ·
l

Lφ(T )
(9.1)
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Fig. 9.1: Dépendances de la magnétoconductance d’une couche granulaire en

fonction du champ magnétique - G0 = e2/(2π2~). Les courbes solides noires sont les

résultats de l’ajustement, obtenus avec expression (7.18). Les courbes pointillées rouges

sont les résultats de l’ajustement, obtenus avec expression (9.5). L’insert (a) présente la

dépendance de la longueur du déphasage L
(3D)
φ (T ) en fonction de la température. L’insert

(b) présente la dépendance de w(T ), la ligne rouge présentant la valeur moyenne w =

0.043 ± 0.005.
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9.1 Dimensionalité effective par rapport aux corrections quantiques à la
conductivité

et

σ2D(T ) = σD + λ ·G0 · ln(
Tτ

~
), (9.2)

nous obtenons pour un système à 3D w3D(T ) en fonction de la température sous la

forme suivante

w3D(T ) ∼ p

2
·G0 ·

T p/2

σ
∼ T p/2, (9.3)

où G0 = e2

2π2~
et p - est l’exposant dans la relation décrivant la dépendance du temps

de déphasage en fonction de la température τφ ∝ T−p. Par ailleurs, pour un système

bi-dimensionnel, la fonction w2D(T ) ne dépend pas de la température :

w2D(T ) =
λ ·G0

σ
≈ λ

πkF l
, (9.4)

où λ = 1 + λEEI - est une constante, qui rassemble les contributions de la localisation

faible et de l’interaction électron-électron à la conductivité (voir l’Eq. (7.2) et la dis-

cussion de la Section (7.1)), kF et l ont leur sens commun. En prenant λ = 1.6 (d’après

les résultats d’ajustement des données expérimentales ; Section (7.2.1)) et kF l ≈ 10

(comme c’était supposé dans la Section (7.3.1)), nous obtenons w2D = 0.051. L’insert

(b) sur la Figure (9.1) présente la dépendance de w(T ) en fonction de la température,

obtenue d’après les données expérimentales présentées sur la Figure (7.2) ; la ligne rouge

horizontale indique la valeur moyenne de w(T ) = 0.043±0.005, calculée pour l’ensemble

des données présentées sur l’insert (b).

En effet, la fonction w(T ) ne montre pas une dépendance en fonction de la température

et sa valeur moyenne est proche de λ/(πkF l), la différence pourrait être due à l’estima-

tion approchée de la valeur de kF l.

Regardons maintenant ce que l’on obtient avec le “fit”de la magnétoconductance par

l’expression caractéristique d’un système à 3D. La partie principale de la Figure (9.1)

montre les courbes de la magnétoconductance avec les résultats d’ajustement par des

modèles 2D et 3D : les courbes solides noires sont les résultats d’ajustement par l’Eq.

(7.18) et les courbes pointillées rouges sont les résultats d’ajustement par l’expression

suivante Rosenbaum et al. (1997) :

∆σ

G0
=

√

B

Btr
· 1

2
f3(

B

Bφ
) (9.5)
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Fig. 9.2: Dépendances de ((∆σ/G0)fit − (∆σ/G0)exp)/(∆σ/G0)exp en fonction du

champ magnétique pour les modèles “3D”(symboles vides) et “2D”(symboles

pleins). - L’ajustement des données expérimentales dans le cadre du modèle “2D”donne

un résultat raisonnable.
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9.1 Dimensionalité effective par rapport aux corrections quantiques à la
conductivité

où

f3(x) ≈ 2 ·
√

2 + 1/x− 2 ·
√

1/x− 1

1/2 + 1/x
− 1

3/2 + 1/x
+

1

48
(2.03+1/x)−3/2. (9.6)

D’après la Figure (9.1) on voit que les courbes d’ajustement du modèle “3D”aux

données expérimentales aux températures T =4, 5, and 8 K, après certaines valeurs du

champ magnétique, commencent à augmenter plus vite que les courbes expérimentales.

Quand la température diminue, le désaccord entre le modèle “3D”et les données expérimentales

devient de plus en plus prononcé. Ce fait est en accord avec les valeurs de la longueur

du déphasage L
(3D)
φ (T ), calculées d’après les résultats d’ajustement et présentées sur

l’insert (a) de la Figure (9.1) : quand T < 5K, L
(3D)
φ > 200 nm, i.e. en analysant

les données dans le cadre du modèle “3D”on obtient les valeurs des paramètres qui

suggèrent la présence de “crossover”de 3D à 2D quand la température diminue.

Finalement, la Figure (9.2) présente la comparaison des résultats d’ajustement sous

la forme ((∆σ/G0)fit − (∆σ/G0)exp)/(∆σ/G0)exp en fonction de B. D’après la Figure

(9.2) on voit que la déviation du modèle “2D”généralement n’excède pas 10 pour-cent

(symboles pleins), tandis que la déviation du modèle “3D”est plus prononcée est devient

grande en champ magnétique plus fort (symboles vides).

Ainsi, nous pouvons affirmer que nos échantillons ont un comportement quasi-bi-

dimensionnel tout au moins pour ce qui concerne la conduction électrique.
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Dobrosavljević, V., Abrahams, E., Miranda, E. & Chakravarty, S. (1997). Scaling

theory of two-dimensional metal-insulator transitions. Physical Review Letters, 79, 455–458. 5

dos Santos, L. & Abrahams, E. (1985). Superconducting fluctuation conductivity in a ma-

gnetic field in two dimensions. Physical Review B , 31, 172–176. 90

Dyakonov, M. (1994). Magnetoconductance due to weak localization beyond the diffusion ap-

proximation : The high-field limit. Solid State Communications, 92, 711–714. 150, 151, 164

Edwards, P.P., Ramakrishnan, T.V. & Rao, C.N.R. (1995). Metal-Insulator Transitions :

A Perspective, chap. 1, 15–38. CRC Press, 2nd edn. 14

Edwards, S.F. (1958). A new method for the evaluation of electric conductivity in metals.

Philosophical Magazine, 3, 1020–1031. 35

183
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RÉFÉRENCES

Kleinert, P. & Bryksin, V. (1997). Microscopic theory of anderson localization in a magnetic

field. Phys. Rev. B , 55, 1469–1475. 54, 55, 56

Kojima, M., Kato, H., Imai, A. & Yoshida, A. (1988). Electronic conduction of tin oxide

thin films prepared by chemical vapor deposition. Journal of Applied Physics, 64, 1902–1905.

99, 100, 102, 155

Korotchenkov, G. (1999). Electrical behavior of sno2 thin films in humid atmosphere. Sensors

and Actuators B : Chemical , 54, 197–201. 95

Kotov, E.A. & Sadovskii, M.V. (1983). Self-consistent theory of localization for the Anderson

model. Zeitschrift für Physik B Condensed Matter , 51, 17–23. 163

Kozlova, N., Kozlov, M., Eckert, D., Mueller, K.H. & Schultz, L. (2004). Digital

method of pulsed-high-field magnetoresistive measurements based on finite impulse response

filters. Journal of Magnetism and Magnetic Materials, 272-276, E1679–E1680. 118

Kravchenko, S.V., Mason, W.E., Bowker, G.E., Furneaux, J.E., Pudalov, V.M. &

Dchar39Iorio, M. (1995). Scaling of an anomalous metal-insulator transition in a two-

dimensional system in silicon at b=0. Physical Review B , 51, 7038–7045. 5

Ksenevich, V.K., Dovzhenko, T.A., Dorosinets, V.A., Bashmakov, I.A., Melnikov,

A.A. & Wieck, A.D. (2008). Electrical properties and magnetoresistance of nanogranular

sno2 films. Acta Physica Polonica A, 113, 1043–1046. 95, 102, 116, 117

Ksenevich, V.K., Gorbachuk, N.I., Dauzhenka, T.A., Bashmakov, I.A., Poklonski,

N.A. & Wieck, A.D. (2011). AC-conductivity of thin polycrystalline tin dioxide films. In

Proceedings of the 14th International Symposium Ultrafast Phenomena in Semiconductors, Vil-

nius 2010 , vol. 119, 146–147. 105

Lagendijk, A., van Tiggelen, B. & Wiersma, D.S. (2009). Fifty years of anderson localiza-

tion. Physics Today , 62, 24–29. 19, 26

Laiko, E.I., Orlov, A.O., Savchenko, A.K., Ilyichev, E.A. & Poltoratsky, E.A. (1987).

Negative Magnetoresistance and the Oscillations of hopping conductance of a short channel in

a GaAs-FET. Zh. Exp. Teor. Fiz. [Sov. Phys. JETP 66, 1258, (1987)] , 93, 2204–2217. 3

Lanfredi, A.J.C., Geraldes, R.R., Berengue, O.M., Leite, E.R. & Chiquito, A.J.

(2009). Electron transport properties of undoped sno[sub 2] monocrystals. Journal of Applied

Physics, 105, 023708+. 95, 100

Larkin, A.I. (1980). Magnetoresistance of two-dimensional systems. Pis’ma Zh. Exp. Teor. Fiz.

[Sov. Phys. JETP Lett. 31, 219 (1980)] , 31, 239–243. 87

187
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