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Introduction

Les oxydes magnétiques ont suscité un regain d’intérét depuis la découverte de leur
propriété de supraconductivité a haute température critique. La syntheése chimique de
nouveaux oxydes et les études des propriétés physiques de ces composés constituent de-
puis cette découverte un vaste champ d’études de la matiere condensée. D’un point de vue
magnétique, les oxydes de cuivre qui donnent naissance aux supraconducteurs ne semblent
guere différents en apparence de la plupart des composés magnétiques ; ce sont des composés
antiferromagnétiques ordonnés a basse température. Néanmoins, la question de la frustra-
tion s’est rapidement avérée importante, dans le but de mettre en lumiere un éventuel rap-
port entre antiferromagnétisme et supraconductivité. Une bonne connaissance de la phase
isolante magnétique, et en particulier des interactions électroniques et des corrélations, est
un point de départ important pour la compréhension de ces composés dans leur ensemble.

La famille des oxydes - pas seulement les oxydes supraconducteurs - présente des phases
magnétiques extremement diversifiées. Les oxydes, aprés les composés organiques, sont des
exemples de composés, qui, du fait des distances entre les ions magnétiques, différentes
selon les directions cristallographiques, peuvent présenter des structures spatialement tres
anisotropes, quasi-unidimensionnelles ou quasi-bidimensionnelles.

Nous savons que la question de I’antiferromagnétisme reste largement ouverte : I’état
de Néel, courant dans les structures ordonnées, n’est pas un état propre de I’hamiltonien
antiferromagnétique quantique. Dans les structures de basse dimension ou frustrées, ce
fait se traduit par des effets quantiques remarquables : le systéeme magnétique peut rester
désordonné jusqu’a de tres basses températures. Le systeme étant dans un état quantique
bien déterminé a basse température, la question de la fonction d’onde et des corrélations
dépend, dans ce cas, du systeme considéré, ce qui conduit a une diversité de propriétés
magnétiques. Ainsi, du point de vue théorique, le magnétisme des composés de basse
dimension est particulierement intéressant parce qu’il nécessite I'utilisation de modeles
quantiques, contrairement aux systemes ordonnés pour lesquels une description classique
peut étre souvent appropriée. En ce sens, les oxydes constituent donc une source d’études
théoriques pour I'antiferromagnétisme quantique.

De plus, les modéles magnétiques quantiques sont des modeles de spins en interaction
forte, et il n’existe pas a priori de petits parametres qui permettraient 'application de la
théorie de perturbation. Hormis les rares modeles intégrables comme le modele unidimen-
sionnel de spins 1/2 (résolu par Bethe en 1931), la plupart des modeéles n’ont pas de solution
exacte, stimulant ainsi des approches théoriques variées. Cependant, ’objet de cette these



n’est pas d’apporter la solution précise d’un de ces modeles, mais d’étudier quelles peuvent
étre les éléments manquants dans la description d’oxydes actuellement tres étudiés. Ainsi,
les anisotropies de spins constituent un exemple d’interaction habituellement oubliée, sou-
vent a juste titre, car elles restent faibles en ordre de grandeur. Or, nous allons voir que
certains résultats expérimentaux ne peuvent se comprendre autrement.

Historiquement, les composés organiques ont constitué les premiers exemples de com-
posés présentant des structures quasi-unidimensionnelles ou quasi-bidimensionnelles. Du
fait de leur caractere inorganique, les oxydes permettent des études expérimentales plus
précises que celles faites sur les composés organiques (pour lesquels le moment magnétique
est étendu dans une orbitale délocalisée) et servent ainsi de meilleurs tests pour les théories
existantes.

En ce sens, la découverte d’une transition de phase de type Spin-Peierls dans I'oxyde
de cuivre CuGeO3; par Hase, Terasaki et Uchinokura en 1993 fournit un bel exemple d’un
composé qui, du fait de son caractere inorganique, a motivé la réalisation d’expériences plus
détaillées permettant de tester la théorie de la transition de Cross et Fisher. La prédiction
d’un mode de phonon dont I’énergie s’annulerait a la transition n’a pas été observée
expérimentalement dans ce composé. Ainsi, depuis cette date, il n’y a pas réellement de
théorie parfaitement convaincante de la transition de phase pour ce composé. De méme, une
transition de phase présentant des analogies avec celle de CuGeO3 a été observée en 1996
par Isobe et Ueda dans le composé NaV,05. Dans ce dernier cas, cependant, des résultats
expérimentaux récents mettent en doute cette interprétation. Dans la problématique des
transitions de phase dans les systemes de basse dimension, il est donc important d’étudier
plus en détail ce composé.

Transition de phase Spin-Peierls dans CuGeO3; et NaV,Os, transition de phase supra-
conductrice sous 'effet du dopage dans les oxydes de cuivre Lay;CuO4 ou YBayCusOg...
dans tous les cas, une bonne connaissance du magnétisme de la phase basse température est
nécessaire pour comprendre pourquoi le systeme évolue vers cette phase énergétiquement
favorable.

L’existence éventuelle d'un gap d’énergie séparant 1’état fondamental du premier état
excité a basse température est considéré depuis longtemps comme une information es-
sentielle, justement parce qu’elle peut indiquer sous certaines conditions un comporte-
ment quantique. En effet, dans les systemes classiques ordonnés possédant des symétries
continues, il existe des modes de Goldstone - d’énergie nulle - qui correspondent a la
dégénérescence résiduelle de ’état fondamental. Seules les anisotropies de spins peuvent
alors conférer une énergie finie au premier état excité. Dans les systémes quantiques, la
situation peut étre radicalement différente et il existe d’emblée, dans certains cas, un gap
dans le spectre des excitations. C’est le cas du modele quantique unidimensionnel de spins
1/2 couplé au champ de phonons, qui peut subir (du fait du caractere tridimensionnel de
ce dernier champ) une transition de phase Spin-Peierls vers un état quantique dimérisé qui
possede un gap. C’est le cas aussi du modele quantique unidimensionnel de spins 1 ou de
modeles quantiques frustrés dans lesquels le caractere quantique seul permet I'existence de
telles phases. Inversement, expérimentalement, I’existence d’un gap n’est pas forcément la
preuve d’'une phase aux propriétés quantiques et la question des anisotropies de spins est



alors pertinente : pour un composé donné, les anisotropies peuvent-elles étre a l'origine
d’un gap observé expérimentalement (rappelons que c’est la seule explication possible de
Pexistence d’un gap dans les systémes classiques ordonnés) ?

La solution de Bethe de la chaine de spins 1/2 avec une anisotropie dans I’échange
magnétique est ’exemple frappant d’un systéme quantique qui possede éventuellement un
gap induit par I'anisotropie (si celle-ci est de caractére “axe-facile”). Dans les oxydes de
spins 1/2 quasi-unidimensionnels, ce gap est-il observable ?

Selon la théorie de Moriya des anisotropies de spins, I'interaction anisotrope la plus forte
n’est pas l'anisotropie dans 1’échange considérée par Bethe, mais 'interaction qui porte
désormais le nom d’interaction de Dzyaloshinski-Moriya : EU(S’; X 5’;) Quel est Deffet
d’une telle interaction sur une chaine de spins 1/2 7 Récemment, Oshikawa et Affleck ont
montré qu’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya dont le vecteur alterne de lien en lien
n’induit pas de gap dans le spectre des excitations. Qu’en est-il d’'une interaction uniforme ?
Cette question sera ’objet du chapitre 1.

La plupart des études se concentrent sur des modeles magnétiques isotropes. La question
des anisotropies magnétiques dans ces composés semble étre, en effet, a priori secondaire.
Formés de métaux de transition, les ions de ces composés possedent un couplage spin-
orbite faible. De ce fait, les fonctions d’onde électroniques de spins sont faiblement couplées
aux fonctions d’onde orbitales, qui, seules, dépendent de I'anisotropie de ’environnement
cristallin. Par conséquent, les fonctions d’onde de spins doivent étre faiblement anisotropes.
Le probleme des anisotropies pourrait donc sembler a priori une question sans grand
intéret.

La question des anisotropies a été néanmoins soulevée pour la phase isolante ordonnée
des oxydes supraconducteurs par Coffey et al., Aharony et al., Koshibae et al.. Selon leur
analyse, l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya est responsable d’un faible moment ferro-
magnétique. L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya a, dans ce cas, une signature expérimentale
claire (nous rappellerons d’ailleurs son effet sur les phases ordonnées dans le chapitre 1).
Ce n’est pas le cas en revanche des composés dans lesquels il n’y a pas d’ordre magnétique
du fait de leur caractere quantique. Nous étudierons, dans le chapitre 1, I'effet d’une inter-
action de Dzyaloshinski-Moriya sur une chaine de spins quantiques, en suivant la méthode
utilisée par Oshikawa et Affleck.

Phénoménologie

Motivés initialement par des résultats expérimentaux sur CuGeQOs, nous allons montrer
que les anisotropies magnétiques, et notamment |’interaction anisotrope de Dzyaloshinski-
Moriya (la premiére anisotropie en ordre de grandeur dans les systémes de spins 1/2),
peuvent avoir des effets parfaitement mesurables expérimentalement, méme dans un systeme
sans ordre magnétique. Si le magnétisme de CuGeOj3 semblait désormais bien compris
a l'aide d’un modele quasi-bidimensionnel isotrope (dans ’espace des spins), plusieurs
résultats expérimentaux restent cependant a comprendre. C’est le cas de ’observation
récente dans les expériences de diffusion inélastique de neutrons d’un second mode d’excita-



tion magnétique dont 1’origine reste a éclaircir. L’explication initialement proposée pour ce
mode n’est néanmoins pas compatible avec la structure cristallographique. Il était tentant
de regarder I’effet des anisotropies sur les propriétés dynamiques du systeme. Nous mon-
trerons dans le chapitre 3 que la prise en compte de I'anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya
conduit a un deuxieme mode d’excitation aux propriétés particulieres. Ce résultat ne se
limite pas & CuGeOj3. Dans SrCuy(BO3), un autre oxyde bidimensionnel, nous montrerons
(dans le chapitre 7) que le méme mécanisme conduit aussi & un second mode d’excitation
qui explique parfaitement, semble-t-il, les résultats de résonance électronique de spins et
de diffusion inélastique de neutrons. C’est un exemple intéressant dans lequel la frustra-
tion magnétique autorise non seulement une phase désordonnée a basse température, mais
conduit aussi a une sorte d’effet d’amplification pour I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya,
habituellement faible. Dans ces deux cas, nous pourrons extraire la valeur de l'interac-
tion de Dzyaloshinski-Moriya. Il est en effet important de bien connaitre les parametres
phénoménologiques des modeles susceptibles de décrire les propriétés magnétiques de tel ou
tel oxyde. D’une part pour connaitre I’énergie caractéristique de ces interactions et, d’autre
part, pour savoir de quels effets physiques ces interactions peuvent étre responsables. La
bonne connaissance des parametres permet d’affiner notre “image” du systeme.

Description microscopique

Deés lors que les parametres phénoménologiques pertinents pour la description d’un
composé donné sont connus, il peut étre intéressant de mettre en ceuvre une approche plus
microscopique. Le modele magnétique étudié, qui semble bien expliquer les phénomenes
observés, peut-il étre justifié d’un point de vue microscopique ? Peut-on expliquer, a par-
tir d’interactions plus fondamentales, 1'existence apparente de telle ou telle interaction
magnétique ? En particulier, 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya dans CuGeQOj3 peut-elle
étre calculée a partir d’'un modele électronique microscopique ?

Cette étude microscopique peut se faire sur la base de la théorie du superéchange
d’Anderson, en présence de couplage spin-orbite (Moriya). Dans CuGeOQs, le super-échange
entre les ions de cuivre se fait par des atomes d’oxygenes formant avec les atomes de
cuivre des angles proches de 90 degrés. Les regles de Goodenough-Kanamori-Anderson
stipule alors une interaction légérement ferromagnétique dans cette géométrie (du fait
du couplage de Hund). En réalité, Geerstma et Khomskii ont montré que la présence des
ligands de germanium dans CuGeO3 modifiait cette regle et pouvait conduire a l'interaction
antiferromagnétique observée. Nous allons calculer les anisotropies en présence de couplage
spin-orbite et étudier les modifications a apporter aux regles de Goodenough-Kanamori-
Anderson.

Le couplage spin-phonon est une interaction importante dans CuGeQO3 dans la mesure
ou il est directement responsable de la transition Spin-Peierls, dans le cadre de la théorie
de Cross et Fisher. Il est d’autant plus important que la transition observée dans CuGeQOs;
ne semble pas, expérimentalement, posséder un des ingrédients crucial de cette théorie :
I’existence d’'un mode de phonon dont I’énergie s’annule a la transition. Le calcul micro-
scopique des interactions permet de donner une estimation de ce couplage. En outre, les



phonons créent instantanément une interaction de Dzyaloshinski-Moriya. Ce couplage, qui
n’est pas considéré dans la théorie de Cross et Fisher, pourrait-il a lui seul induire une
transition de type Spin-Peierls ?
De nombreuses expériences étudient 'influence d’une pression hydrostatique sur CuGeOs.

A partir des calculs de super-échange, nous estimerons 1’évolution des échanges magnétiques
en fonction d’un angle structural reconnu pour étre crucial, et dont la dépendance en fonc-
tion de la pression a été mesurée par rayons-x. Cela permet de montrer comment, de facon
théorique, le modele de CuGeO3 évolue dans 'espace des parametres sous leffet de la
pression.

Expériences et regles de sélection

Une bonne compréhension théorique de ce qui est mesuré dans les expériences est im-
portante pour extraire des informations précises. La multitude de résultats expérimentaux
sur les oxydes permet de reconsidérer certaines des théories existantes. Ainsi, récemment,
Oshikawa et Affleck ont proposé une théorie des expériences de résonance paramagnétique
électronique (RPE) pour un systéme unidimensionnel, théorie dont les prédictions contrastent
avec les résultats classiques pour des systemes tridimensionnels. Dans cette these, nous
allons considérer deux autres techniques expérimentales et montrer quelles sont les infor-
mations accessibles.

Le couplage spin-phonon est une interaction fondamentale de la physique des solides.
Les excitations magnétiques ou les phonons, habituellement considérés comme des excita-
tions élémentaires, peuvent étre mélangées en présence de couplage spin-phonon. Existe-t-il
des signatures expérimentales claires de ces fonctions d’onde mixtes?

Par ailleurs, dans CuGeQOj3, une idée de 'ordre de grandeur de cette interaction est
particulierement souhaitable, afin d’étudier plus en détail son réle dans la transition de
phase. Or, il n’est pas facile expérimentalement d’avoir acces a une telle grandeur.

Nous présenterons une analyse de la nouvelle technique de polarisation de neutrons
diffusés mise au point par J.Brown, F.Tasset et J.Forsyth, qui possede un lien direct
avec l'effet du couplage spin-phonon. Par cette nouvelle technique, il est possible d’isoler
une fonction de corrélation qui implique a la fois les degrés de liberté magnétiques et
structuraux. Une telle fonction de corrélation intervient dans les équations de la diffusion
des neutrons parce que le neutron interagit a la fois avec les moments magnétiques du solide
et avec les noyaux des atomes ; des effets d’interférence peuvent donc avoir lieu. L’important
est de les séparer des autres effets purement magnétiques ou purement nucléaires. C’est
ce que permet de faire cette technique, contrairement a toutes les précédentes. Appliquée
a CuGeO3 par L.P.Regnault et al., un effet de rotation de la polarisation, analogue de
I’effet de Faraday pour la lumiere, a été observé. Nous verrons qu’il est imputable a cette
fonction de corrélation, dont nous analyserons les symétries. Il est important aussi de la
calculer pour avoir une idée de son ordre de grandeur. Ainsi, nous serons plus a méme de
saisir l'origine physique de cet effet. Du fait de la symétrie particuliere de cette fonction de
corrélation, il apparait que ces expériences sont en réalité intimement liées a la présence
d’anisotropie. C’est le second point qui, initialement, a motivé I’étude des anisotropies. Les



chapitres précédant celui-ci auront donc permis de mieux comprendre 1’ordre de grandeur
des anisotropies et seront utiles afin d’estimer 1’ordre de grandeur de cet effet.

Dans le méme esprit, nous avons étudié dans le chapitre 6 les expériences d’absorption
optique. Dans de nombreux oxydes avec un gap de spins d’origine quantique (c’est le cas de
CuGeOs), des transitions de I’état fondamental singulet (S=0) au premier état excité tri-
plet (S=1) ont été observées dans des expériences d’absorption d’ondes électromagnétiques
infrarouges. L’observation méme de ces transitions pose probleme : dans un systeme pu-
rement isotrope, de telles transitions sont interdites par la loi de conservation du spin
total. Par conséquent, seules des anisotropies de spins, qui brisent cette loi de conserva-
tion, peuvent expliquer 'existence de ces transitions. Il semble donc important d’étudier
plus en détail les anisotropies de spins pour expliquer pourquoi de telles transitions sont
effectivement observables. L’information sur ’énergie des états est certes importante, mais
I’étude des intensités de ces transitions apporte des informations non moins importantes
sur les éléments de matrice, c’est-a-dire sur les symétries de la fonction d’onde des états
magnétiques.

Afin d’étudier ces intensités, nous avons considéré I’hypothése communément admise
de transition dipolaire magnétique, induite par les anisotropies magnétiques, et étudié les
cas particuliers de CuGeQOs et de SrCus(BOj3)s qui constituent des systémes modeles. Or,
d’apres des arguments de symétrie, nous montrons que l’'intensité reste exactement nulle
avec les anisotropies de premier ordre.

Dans la théorie de Fleury-Loudon de I'absorption optique, des transitions dipolaires
électriques peuvent avoir lieu entre états magnétiques. En présence de couplage spin-
phonon isotrope, seules des transitions vers des états a AS = 0 sont en fait autorisées.
Nous généralisons ces résultats en présence de couplage spin-orbite, afin d’expliquer les
transitions observées. Nous calculons pour cela I'opérateur effectif de la transition entre
états magnétiques en éliminant les degré de liberté de phonons. Nous établissons ensuite
les regles de sélection des transitions dipolaires électriques (via un état de phonon virtuel)
a AS = 1. Enfin, les transitions observées dans CuGeQO3 et SrCuy(BOs3), sont analysées
au regard de ces résultats.

L’oxyde de vanadium NaV,0s5, qui fait 'objet du chapitre 8, constitue un point un
peu différent. S’agit-il du second exemple apres CuGeQO3 d’un oxyde de type Spin-Peierls ?
Cette question est importante car il n’existe, étrangement, qu’un seul oxyde de cette famille
a ce jour. Or, des expériences récentes de résonance magnétique nucléaire ont sérieusement
mis en doute cette hypothese en montrant ’apparition d’un ordre de charge a la transition.
Il est par conséquent important de trouver des expériences qui permettent d’étudier plus
en détail cet ordre de charge pour comprendre si cela peut se traduire par des propriétés
magnétiques similaires a celles des composés de type Spin-Peierls. Du fait de ’état d’avan-
cement des connaissances, I’étude des anisotropies magnétiques semblerait précoce et il
était nécessaire auparavant d’établir un modeéle magnétique isotrope compatible avec les
résultats expérimentaux connus.



Plan de la these

— Chapitre 1 : Nous rappelons l'origine microscopique des anisotropies magnétiques,
leurs effets sur les composés qui présentent un ordre magnétique d’une part, et sur
les composés de basse dimension d’autre part.

— Chapitre 2 : Ce chapitre est consacré a deux techniques expérimentales directe-
ment reliées a la présence d’anisotropies. Il s’agit d’éclaircir quelles sont les informa-
tions que 1’on peut obtenir des récentes expériences de polarisation de neutrons, et
d’établir a partir des équations générales de la diffusion des neutrons quelle fonction
de corrélation est responsable de I'effet de polarisation observé récemment. D’autre
part, les expériences d’absorption optique entre états magnétiques sont introduites et
des regles de sélection générales pour une interaction de Dzyaloshinski-Moriya sont
démontrées.

— Chapitre 3 : Nous présentons tout d’abord I'histoire du modele isotrope de CuGeOs3
et montrons quelques résultats expérimentaux qui motivent I’étude des anisotropies
dans ce composé. Apres avoir déduit le modele des anisotropies de Dzyaloshinski-
Moriya des regles de symétrie, nous calculons son effet sur le spectre des excitations et
montrons que cela conduit a un second mode d’excitation aux propriétés particulieres
sous champ magnétique. En comparant avec les résultats expérimentaux de diffusion
inélastique de neutrons, nous proposons la valeur de l'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya dans ce composé.

— Chapitre 4 : Les interactions magnétiques de CuGeQOg, en particulier les interactions
anisotropes, sont calculées a partir de la théorie du super-échange. Nous montrons
que les parametres phénoménologiques introduits dans le chapitre précédent sont
cohérents avec ceux calculés de maniere microscopique. Les regles de Goodenough-
Kanamori-Anderson pour une géométrie du lien Cu — O — Cu a 90 degrés sont re-
considérées en présence d’anisotropies. Nous discutons 'effet du dopage du composé
par le silicium et l'effet d’'une pression hydrostatique externe en rapport avec les
expériences.

— Chapitre 5 : Nous considérons les nouvelles expériences de polarisation de neu-
trons et proposons différents modeles susceptibles d’expliquer les effets de rotation
du vecteur de polarisation du faisceau de neutrons diffusés. Nous effectuons le cal-
cul perturbatif de la fonction de corrélation responsable de l'effet de rotation, et
établissons les regles de sélection ainsi que les ordres de grandeur. L’application a
CuGeO3 est considérée.

— Chapitre 6 : Dans le méme esprit que le chapitre précédent, nous considérons les
expériences d’absorption optique. Les transitions observées sont des transitions in-
terdites en ’absence d’anisotropie. Nous considérons tout d’abord les transitions di-
polaires induites par des anisotropies du premier ordre et montrons que cela ne peut
expliquer 'effet observé dans CuGeQj. Par conséquent, nous considérons I’hypothese
d’une transition dipolaire électrique en généralisant la théorie de Fleury-Loudon en
présence de couplage spin-orbite.

— Chapitre 7 : Nous montrons que ’anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya dans 1’oxyde



de cuivre frustré SrCuy(BOj), a plusieurs effets. A cause de la frustration, le composé
posséde une interaction de Dzyaloshinski-Moriya telle que D/J est infini, en un sens
particulier. Celle-ci est responsable de la faible dispersion des excitations dans la
phase Shastry-Sutherland, tandis que dans la phase “plaquette”, la dispersion est
dominée par I'interaction isotrope. La comparaison avec les résultats expérimentaux
d’absorption optique et de diffusion inélastique de neutrons semblent indiquer que le
composé appartient bien a la phase de Shastry-Sutherland. Nous étudions de plus en
détail les regles de sélection des transitions optiques.

Chapitre 8 : Nous montrons que les résultats de diffusion inélastique de neutrons
obtenus sur l'oxyde de vanadium NaV,0s; permettent d’étudier 'ordre de charge
controversé. Nous montrons de plus que ’ordre de charge obtenu semble expliquer a
lui seul le gap observé dans le spectre des excitations de spins dans la phase de basse
température.



Chapitre 1

Anisotropies de spins et basse
dimension

Le hamiltonien de Heisenberg, introduit dans de nombreux contextes pour décrire les
propriétés magnétiques des solides,

tj
est un modele qui régit les interactions entre des spins S; localisés sur un réseau. Il est

isotrope (dans I’espace des spins) car il possede la symétrie par rotation de tous les spins
autour de n’importe quel axe :

> S, H =0 (1.2)

Les modeles anisotropes qui brisent cette derniere condition ont été considérés voila fort
longtemps puisque le fameux modele d’Ising J 3°; 5757, | est 'exemple méme d’un modele
tres anisotrope qui ne possede pas la symétrie par rotation autour d’un axe autre que
I’axe z. De nombreux exemples de couplages anisotropes ont été successivement introduits,
comme celui des anisotropies dans [’échange,

JESEST 4 JWSYSY 4 JEFSES: (1.3)

ou celui des interactions de Dzyaloshinski-Moriya,

Ces modeles brisent la symétrie par rotation de tous les spins.
Les anisotropies de spins dans les systémes classiques (non-quantiques) ont des effets impor-
tants : nous rappelons dans le premier paragraphe (1.1) qu’un ordre magnétique particulier

peut apparaitre comme la conséquence directe des anisotropies et que les modes de Gold-
stone de basse énergie peuvent étre détruits. Or, dans les systéemes de basse dimension ou
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frustrés, la description du magnétisme de I’état fondamental et des états excités ne peut
se faire en termes de modele classique, du fait de ’absence possible d’ordre magnétique a
longue distance. Les modeles quantiques sont donc nécessaires pour décrire ces systemes.
Les effets des anisotropies dans les modeles quantiques unidimensionnels sont en réalité
partiellement connus. Les conséquences d’une anisotropie dans 1’échange magnétique pour
un modele de chaine de spins sont rappelés dans le paragraphe (1.3). Cependant, 'ef-
fet d’une interaction anisotrope de Dzyaloshinski-Moriya semble moins bien connu et le
paragraphe (1.3) y est aussi consacré.

Il est en outre important de connaitre I'ordre de grandeur des différentes anisotropies :
est-il raisonnable ou non d’introduire des anisotropies par exemple aussi grandes que les
couplages isotropes? Peut-on a dire a prior: si les anisotropies sont des interactions per-
tinentes dans un composé donné ? Par exemple, est-il a prior: nécessaire d’introduire des
anisotropies de spins pour décrire le magnétisme des deux oxydes NaV,05 et CuGeOs que
nous allons étudier par la suite? Afin de proposer des modeles avec des anisotropies dont
I'ordre de grandeur est raisonnable physiquement, il est important de connaitre l'origine
microscopique de ces interactions. Dans le paragraphe (1.2), nous rappelons que le couplage
spin-orbite qui agit sur les électrons de ’atome et qui est la premiere correction d’origine
relativiste a I’énergie d’un électron est a I’origine des anisotropies. L’orbite de I’électron est
en effet directement sensible a ’environnement cristallin anisotrope et du fait de 1’existence
du couplage entre le spin et 'orbite, la fonction d’onde de spins est elle-méme affectée par
I’anisotropie de ’environnement.

1.1 Effet des anisotropies sur les phases avec un ordre
magnétique

Dans les structures magnétiques a trois dimensions, dans lesquelles les moments magnétiques
sont couplés a leurs voisins avec des interactions comparables dans les différentes direc-
tions, une transition vers un ordre magnétique semble dans la plupart des cas se produire a
plus ou moins basse température. Quelques composés tridimensionnels semblent néanmoins
échapper a cette regle. C’est le cas par exemple de composés frustrés dont la structure cris-
tallographique est proche du réseau de Kagomé et qui sont l'objet actuellement d’études
particulieres. Néanmoins, les structures ordonnées ont représenté jusqu’a ce jour un vaste
champ d’étude du magnétisme.

Ces structures ordonnées sont bien décrites par des modeles de spins de mécanique
classique (non quantique) bien que les moments magnétiques soient des objets par essence
quantiques. Les écarts du calcul classique, de type champ moyen, par rapport au traitement
quantique exact sont en effet d’autant plus faibles que la dimension de I’espace est élevée.
En particulier, le mouvement de point zéro (premiére correction quantique obtenue en
quantifiant les excitations harmoniques du modele classique) reste faible tant que le nombre
de voisins est grand. Un modele de mécanique classique est donc bien adapté a 1’étude de
ces structures.
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Les anisotropies dans l’échange magnétique ont des conséquences tres simples sur
I’ordre magnétique. Pour les phases couramment rencontrées, ferromagnétique ou anti-
ferromagnétique ordonnées, ces anisotropies déterminent la direction des spins. En effet,
pour un modele de spins classiques “axe facile”,

Z J(S7S7 + SYSY) + J*S575% J# > (1.5)
(4]
I’énergie est plus basse lorsque les spins s’ordonnent selon la direction z. Par contre, pour
un modele “plan facile”, J** < J, les spins s’ordonneront préférentiellement dans le plan
xy.

L’anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya introduite par Dzyaloshinski [1] sur la base d’ar-
guments de symétrie a des conséquences plus exotiques sur les phases classiques. Elle a été
remise au golit du jour apres I’observation de phases hélicoidales ou ferromagnétiques faibles
dans la phase isolante des supraconducteurs a haute température critique. En considérant
tout d’abord deux spins 1/2, §1 et §2, qui interagissent a travers un échange magnétique
J et une interaction de Dzyaloshinski-Moriya caractérisée par le vecteur 13, il est facile de
montrer que ces phases sont en effet plus favorables énergétiquement.

H =S5 + D.(S; x S,) (1.6)

Regardons en premier lieu l'effet de I’interaction de Dzyaloshinski-Moriya seule (J = 0).
Pour minimiser I’énergie dans ce cas, il est nécessaire d’avoir un produit vectoriel le plus
grand possible et opposé au vecteur D. Cela est réalisé en placant les spins dans un plan
perpendiculaire au vecteur D et en formant un angle de 90 " entre eux. L’interaction de
Dzyaloshinski-Moriya forme donc des états de spins non colinéaires. Lorsque 1’échange
magnétique J est non nul, il existe une compétition entre I’échange qui favorise des états
colinéaires et I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya qui favorise des états non-colinéaires.
Pour gagner de I’énergie, les spins se placent dans le plan perpendiculaire au vecteur l_j,
dans ce cas I’énergie en fonction de I’angle entre les spins devient :

1
E0) = 1 (Jcosf + Dsinf) (1.7)
dont la minimisation donne I’angle d’équilibre 6 :
D
tanf = — 1.8
anf =~ (1.8)

L’état ordonné est donc non-colinéaire, les spins faisant un angle 6 entre eux (figure 1.1).
L’énergie de cet état est alors donné par :

1
E=— V1D (1.9)

L’énergie de cet état est donc plus faible que celle de 1’état antiferromagnétique pour lequel
les spins sont ordonnés selon I'axe z et qui vaut —J/4.
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J D
H

Fi1c. 1.1 — Arrangement classique des deux spins couplés par une interaction d’échange
antiferromagnétique et une interaction de Dzyaloshinski-Moriya dont le vecteur est per-
pendiculaire au plan. Il reste une dégénérescence planaire : le moment ferromagnétique
faible peut étre dans n’importe quelle direction du plan.

Dans un cristal, 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya, caractérisée par un vecteur ﬁij,
dépend du lien considéré. Ceci dépend essentiellement des symétries du cristal. La forme
ﬁij est déterminée en imposant que l’énergie soit invariante dans les transformations de
symétrie du cristal. Il est donc important, pour proposer un modele d’interactions de
Dzyaloshinski-Moriya, de connaitre la structure cristallographique et les regles de symétrie.
Dans le paragraphe qui suit, nous exposons les regles de symétries de Moriya qui per-
mettent de trouver le modele incluant les interactions de Dzyaloshinski-Moriya a partir de
la structure cristallographique. Nous donnons ensuite deux exemples de composés ordonnés
magnétiquement, pour lesquels 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya a des conséquences
importantes.

1.1.1 Regles de symétrie et interaction de Dzyaloshinski-Moriya

Dans un cristal, le vecteur de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya peut prendre des
directions différentes d’un lien a ’autre selon les symétries du cristal. Moriya a énoncé, en
méme temps que le mécanisme microscopique de cette interaction, les regles de symétrie
régissant les vecteurs ﬁij dans ’expression D_'U(,S_"Z X S’;) [2]. Ces régles ne s’appliquent pas
uniquement aux structures magnétiques ordonnées et elles seront utilisées par la suite pour
les composés de basse dimension CuGeOj3 et SrCus(BO3)s.

— Centre d’inversion. Le milieu du lien séparant les deux spins 1 et 2 est un centre
d’inversion pour le cristal. Dans cette transformation 51 — 52 et §2 — 51. Par
conséquent, D.(S) x S,) — —D.(S; x S5). Dans la mesure ol le hamiltonien doit étre
inchangé dans cette symétrie, cela implique que D =0.

— Plan de symétrie. Considérons le plan de symétrie yz perpendiculaire au lien x
séparant les deux spins 1 et 2 et passant par le milieu de celui-ci. Dans cette trans-
formation, S¥ — S¥ et S7* — —S¥*. En effectuant le produit vectoriel de ces deux
spins, il apparait que la composante z du vecteur D change de signe dans cette
transformation. Par suite D® = 0 : le vecteur D appartient au plan de symétrie.

— Plan de symétrie contenant les spins. Supposons qu’il existe un plan de symétrie
xz contenant le lien . Dans cette transformation, St5 — —Siy et SY, — S{,.
En transformant le produit vectoriel, les composantes D*#* se transforment en leur
opposée. Par conséquent, D®* = ( : le vecteur D est perpendiculaire a ce plan de
symétrie.
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— Rotation autour du milieu du lien. Considérons la rotation d’un angle 7 autour de
I’axe perpendiculaire au lien défini par ’axe z et passant par le milieu de celui-ci.
Les spins se transforment de la fagon suivante : S35 — —S37 et Sf, — S5,. La
transformation du produit vectoriel conduit a D* = 0 : le vecteur D appartient au
plan perpendiculaire a ’axe de rotation.

— Centre dinversion sur un site. Considérons trois spins 1, 2 et 3 et supposons que le
51te central 2 est un centre d’i 1nver51on pour la structure Dans cette transformation,
51 — Sg et S, — 5'2 Par suite, Dy (51 X S2) + D,. (82 X 53) se transforme en
D. (53 X Sg) + D,. (Sg X Sl) Ceci entraine que Dy = —Dj : les vecteur sont alternés
d’un lien a l'autre.

1.1.2 Ordre hélicoidal : I’'exemple de BayCuGeyOy

Une interaction de Dzyaloshinski-Moriya peut expliquer ’apparition de phases hélicoidales
dans lesquelles les spins tournent d’'un angle constant lorsqu’on passe d’un site a ’autre
du réseau. De telles phases ont été observées, par exemple, dans BayCuGeoO7 [3].

Si la structure cristallographique autorise une interaction de Dzyaloshinski-Moriya uni-
forme dans une direction, alors le fondamental classique est hélicoidal (figure (1.2)). En
effet, considérons le hamiltonien bidimensionnel (les conclusions sont identiques pour 3D)
défini sur le réseau (1.2) :

H Z [JSnm Sn—Hm + JSnm Sn ym—+1 + D (Snm X Sn+1 m):| (110)

n,m

ol J est une interaction antiferromagnétique entre plus proches voisins et D est choisi dans
une direction z, perpendiculaire au plan. En ’absence de 'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya, le fondamental classique est antiferromagnétique.

b 4oy
oA
J * fn,m /‘n+1,m

J,D# J,D# J,D# "

Fic. 1.2 — Structure hélicoidale ordonnée. Le vecteur de l'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya uniforme est dans une direction perpendiculaire au plan.
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Nous avons vu que I’énergie de deux spins est minimisée en choisissant un arrangement
non-colinéaire des deux spins, le second spin formant un angle € avec le premier. Si
I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya ne varie pas de lien en lien, il est alors favorable
énergétiquement de tourner les spins d’'un angle constant d’un site a l'autre et de for-
mer par conséquent une structure hélicoidale. Le fondamental classique du systeme s’écrit
alors : (S%) = (=1)"*"cos(kon), (SY¥) = (=1)"t"sin(kon) ol kg est obtenue en minimisant
I’énergie par rapport a kg :

E/N = —JS%cos kg + DS?sin kg (1.11)

ce qui donne tan kg = D/J et une énergie de E/N = —S5%\/J2 + D2. L’ordre classique est
représenté sur la figure (1.2).

Considérons ’exemple de BasCuGeyO7. Ce composé de spins 1/2, portés par les atomes
de cuivre (dans une configuration 3d°), est considéré comme un systéme modele pour
étudier les effets de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya dans les systemes ordonnés [3]. 11
s’agit d'un composé quasi-2D dont la structure cristallographique composée de plans bien
séparés les uns des autres est donnée sur la figure (1.3). Il présente une transition de phase
vers un ordre magnétique a 1" = 3K.

(0,1,0)
A
(e,
X
D L3
y }“ (11010)

Fi1G. 1.3 — Structure cristallographique des plans de BayCuGe;O7. Les atomes de cuivre
qui portent les spins 1/2 sont au centre des carrés gris.

Les interactions entre les spins proviennent du super-échange via les tétraedres de GeOy,. Ils
sont donc couplés a leurs voisins dans les deux directions du plan. Connaissant les symétries
de la structure cristallographique, Zheludev et al. ont proposé, en plus de I’échange entre
les spins, un modele d’interactions de Dzyaloshinski-Moriya, 13”(5'Z X SZ) [3].

En effet, le plan perpendiculaire au lien et passant par le milieu de celui-ci est un plan
miroir pour la structure. Par conséquent, d’apres les regles de symétrie exposées ci-dessus,
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le vecteur D appartient a ce plan. Considérons de plus la rotation d’un angle 7 autour du
site central. Dans cette transformation, les opérateurs de spins deviennent : S7; — 53,
STy — =S5 et S5 — S5, S5Y — —S5Y. En transformant alors le produit vectoriel, on
trouve que les deux composantes non nulles se transforment selon : D? = —DZ et DY = D}.
Il existe par conséquent une composante alternée et une composante uniforme.

Les résultats de diffraction de neutrons montrent des pics de Bragg a des positions
incommensurables (figure (1.4)). Pour expliquer ces résultats, Zheludev et al. ont supposé
que la composante alternée du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya était plus faible que la com-
posante uniforme. Dans ce cas effectivement, ’ordre magnétique est hélicoidal et les spins
tournent autour du vecteur D. Contrairement au calcul effectué ci-dessus, le vecteur de
Dzyaloshinski-Moriya appartient au plan. L’état fondamental classique de ce hamiltonien
est donc donné par ’état hélicoidal : (S*) = (—1)"*™cos(kon), (S?) = (—1)""™sin(kon).
La section efficace de la diffraction des neutrons s’écrit :

(Sa) = Gm 1ax (ax (S) ¢ (112

(y7r0)? est une constante et § est le vecteur unitaire de la diffraction. En calculant la
transformée de Fourier de I'ordre spatial des spins (gq), on trouve effectivement des pics
de Bragg a m £ ko. Ceci explique les pics de Bragg observés, déplacés par rapport a m
(figure (1.4)). La mesure de la position des pics de Bragg donne directement la valeur du
couplage : avec ¢ = 0.027, il vient D/J = 0.085. L’existence d’une harmonique 3 dans les
pics de Bragg a été interprétée a 1’aide des anisotropies de second ordre qui, en impliquant
un axe privilégié, tendent a distordre I’hélice.

1.1.3 Ferromagnétisme faible : exemple de LayCuOy

L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya a été considérée originellement par Dzyaloshinski
pour expliquer I'existence du ferromagnétisme faible dans des composés comme a — Fe;O3
ou Cry0j3 [1]. Plus récemment, du ferromagnétisme faible a été observé dans les oxydes
de cuivre, comme LayCuO, qui devient supraconducteur sous dopage. Avant de voir cet
exemple plus précisément, considérons un hamiltonien de spins bidimensionnel prenant en
compte une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée :

H =3 [TShm-Snsim + TSnm-Snans1 + (—1)"D-(Spm X Sps1m)] (1.13)

n,m

ol J est une interaction antiferromagnétique et D est le vecteur de Dzyaloshinski-Moriya,
pris dans la direction z par I’exemple (figure (1.5)). L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya
entre deux spins a tendance a induire un arrangement non-colinéaire pour lequel les
deux spins forment un angle #. Dans le cas présent, a cause de l'alternance du vecteur
de Dzyaloshinski-Moriya de lien en lien, I’état de plus basse énergie est un état pour
lequel chaque spin est alternativement tourné d’un angle +6. Le fondamental s’écrit :
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Ba,CuGe,0, T=0.35K Q=(h,h-1,0)
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Fic. 1.4 — Résultats de diffraction de neutrons. Le pic de Bragg est déplacé par rapport
a @ =1 (m) dune quantité ¢ = 0.027, démontrant un ordre incommensurable a longue
distance. Notons qu’il existe un écart par rapport a I’ordre purement harmonique, puisque
I’harmonique 3 apparait aussi avec une intensité plus faible.
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(S%) = (=1)"*mcos(4(-1)"), (S¥) = (=1)"*™sin(4(—1)") ot 6 est obtenu en minimisant
I’énergie par rapport a 6 :

E/N = —JS%cosf + DS*sinf (1.14)

ce qui donne tanf = D/J et une énergie de E/N = —S?\/J? + D2. L’ordre classique
est représenté sur la figure (1.5). Le moment ferromagnétique faible obtenu sur un type
de chaine Sy, + Sh,,, = QSin(g) est opposé sur la chaine suivante et ce, a cause de
I'interaction antiferromagnétique entre chaines. Il y a par conséquent pour ce modele du

ferromagnétisme faible sur un sous-réseau.

b4
n,m+1

m n+1,m

n,
&= 6 =5

J
AT Tl

Fic. 1.5 — Structure présentant un moment ferromagnétique faible sur un sous-réseau : a
cause du couplage antiferromagnétique dans la direction ¥, le moment ferromagnétique de
la chaine A est opposé a celui de la chaine B.

Les interactions de Dzyaloshinski-Moriya dans LayCuQO4 ont été considérées initialement,
d’un point de vue théorique, par D.Coffey, K.Bedell, et S. Trugman [4]. La distorsion ortho-
rombique d’une des phases cristallographiques de LayCuQy (voir figure (1.6)) conduit & un
déplacement des atomes d’oxygenes en dehors du lien formé par les atomes de cuivre. Dans
la mesure ou il n’y a alors plus de centre d’inversion au milieu de ce lien, une interaction
de Dzyaloshinski-Moriya est autorisée.
En appliquant les régles de symétrie de Moriya (d’une fagon analogue & ce qui a été exposé
dans le paragraphe précédent), ils ont montré comment les interactions de Dzyaloshinski-
Moriya varient d’un lien a I’autre. Dans la mesure ol le modele d’interaction de Dzyaloshinski-
Moriya est tres sensible a la structure cristallographique, ils ont aussi établi le modele ap-
plicable a la phase présentant des distorsions tétragonales. Quelques temps apres, D.Coffey,
T.M.Rice, et F.C.Zhang ont dérivé cette interaction microscopiquement a partir d’un ha-
miltonien de Hubbard [5].

Le moment ferromagnétique faible révélé par les mesures de susceptibilité magnétique
dans la phase orthorombique [7] semble alors bien expliqué par le schéma d’interactions
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e Cu®*

L3+
o | oL

AR
| La,CuO,

F1G. 1.6 — Structure cristallographique de LayCuQOy, d’apres [6]. Dans la phase orthorom-
bique, les distorsions de 'octaedre CuOg impliquent que le lien entre atomes de cuivre ne
possede plus de centre d’inversion. Par conséquent, une interaction de Dzyaloshinski-Moriya
est autorisée par les symétries de cette phase, expliquant le moment ferromagnétique faible
observé [5].
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de Dzyaloshinski-Moriya qu’ils ont proposé [5], de maniére assez analogue au modele tres
simple présenté ci-dessus (1.13).

1.2 Origine microscopique des anisotropies

1.2.1 Anisotropies des interactions

Si l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya a été introduite la premiere fois sur la base
d’arguments de symétrie par Dzyaloshinski [1], I'origine microscopique de cette interaction
dans les isolants a été expliquée quelques temps aprés par Moriya [2]. Moriya a appliqué la
théorie du super-échange d’Anderson [8|, dont le point de départ a été de considérer une
situation dans laquelle 'interaction coulombienne entre les électrons qui portent le spin
est plus forte que leur énergie cinétique. Moriya a pris en compte le couplage spin-orbite
et montré que ce dernier induisait a la fois une interaction en produit vectoriel, appelée
depuis interaction de Dzyaloshinski-Moriya, et des anisotropies dans 1’échange.

Dans le langage de la seconde quantification, le hamiltonien considéré s’écrit comme un
hamiltonien de Hubbard avec - conséquence du couplage spin-orbite qui brise la conserva-
tion de S% - un terme de saut d’un site a 'autre qui dépend des états de spin de I’électron

tggl .

H=3 (trorchtjo +hec) +UY niny (1.15)
ijoo’ %

L’énergie cinétique telle qu’elle est écrite ci-dessus se calcule a partir du hamiltonien pour

un électron. Dans le paragraphe suivant, nous effectuons cette dérivation afin de préciser

la forme des parametres de saut t,, et en particulier leur dépendance en spins.

Matrice de saut dépendant des états de spins

Dans un atome a plusieurs électrons, un électron soumis au potentiel coulombien du
noyau possede des niveaux d’énergie dégénérés ne dépendant que des nombres quantiques
n et [. Dans un cristal, un électron localisé sur un atome subit non seulement le potentiel
de celui-ci, mais aussi le potentiel créé par tous les atomes environnants. Ce dernier n’a
pas la symétrie sphérique, mais la symétrie du cristal. Pour obtenir la fonction d’ondes de
I’électron dans cet environnement, il faut donc résoudre le probleme d’un électron soumis
a un potentiel d’une symétrie donnée (champ cristallin) :

H="——+V(7 (1.16)

Un tel potentiel (qui brise la symétrie par rotation [H,E] # 0) implique que ni [ ni m
ne sont désormais de bons nombres quantiques. Il leve ainsi la dégénérescence 2/ + 1 du
multiplet [. La solution complete de ce probleme releve de la chimie quantique et est
donnée dans chaque cas particulier. Dans son article original, Moriya a considéré une levée
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de dégénérescence complete due au champ cristallin, conséquence d’une symétrie du cristal
assez basse.

Dans ce qui suit, I’exemple de I’environnement octaédriqgue d’un ion meétallique est
considéré afin de fixer les idées. C’est un exemple de géométrie qui apparait tres souvent
dans les oxydes, que ce soit les oxydes de cuivre (LapCuQOy4, CuGeOjs, SrCus(BOs)s...), les
oxydes de manganese (LaMnOj...) ou bien d’autres encore. Dans les oxydes de cuivre, I'ion
cuivre Cu?" est entouré de ligands d’oxygénes O~ placés au sommet d’un octaedre, qui
imposent donc un champ électrique de symétrie octaédrique sur les électrons du cuivre
(voir figure (1.7)).

S

F1G. 1.7 — Octaeédre de CuOg avec une distorsion tétragonale (la hauteur est plus grande
que la base carrée), le cuivre est au centre de la figure. Les niveaux d’énergie 3d dont la
dégénérescence est levée par le champ cristallin sont indiqués a droite.

L’ion Cu?*, de configuration 3d°, a un seul trou sur le niveau supérieur qui est I’orbitale
dy>_42 pour cet environnement. On peut comprendre intuitivement pourquoi ce niveau a
I’énergie la plus haute. La densité électronique de cette fonction d’ondes est en effet plus
grande sur les liens Cu — O. Or, I'interaction coulombienne entre I’électron et I'ion O~ est
répulsive, ce qui augmente par conséquent 1’énergie de cet état. La levée de dégénérescence
dépend bien siir beaucoup des distances entre les ions ; 'ordre de grandeur pour les cuprates
est de leV.

Du fait de cette levée de dégénérescence, ces composés n’ont pas de moment orbi-
tal (pour chaque orbitale n, {(d, | L | dy,) = 0). En effet, pour minimiser I'interaction
coulombienne entre I’électron et les ions environnants, 1’électron a tendance a se tenir
préférentiellement loin des liens : il n’y a donc pas de courant autour de ’atome et donc pas
de moment orbital. Lorsque certaines dégénérescences orbitales survivent, une résonance
entre deux états orthogonaux peut avoir lieu, le moment orbital n’est alors pas forcément
nul et ces degrés de liberté doivent étre pris en compte.

Jusqu’a présent la fonction d’ondes de I’électron, bien que compliquée par 'effet du
champ électrique cristallin, s’écrit comme un produit des variables d’espace et des va-
riables de spins. Les variables de spins, alors compleétement découplées de I’environnement
cristallin, sont absolument invariantes dans toute rotation ; et aucune anisotropie de spins,
combien méme le cristal puisse étre anisotrope, ne peut exister.
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Le couplage spin-orbite qui n’a pas été introduit jusqu’a présent est une correction
d’origine relativiste au hamiltonien classique écrit ci-dessus (1.16), et peut s’obtenir dans
la limite classique de ’équation de Dirac [9]. Le hamiltonien en présence de couplage spin-
orbite s’écrit :

P2 ho 5 o=

Du point de vue de la symétrie, les fonctions d’ondes de spin (1 et |) ne sont plus des
fonctions propres puisque le spin S apparait explicitement dans le hamiltonien. En re-
vanche, la symétrie par renversement du temps demeure une symétrie exacte du hamilto-
nien (§ — —Sety— —p) et les états auront toujours une dégénérescence 2 liée a cette
symétrie (dégénérescence de Kramers).
En restreignant le potentiel qui intervient dans la partie spin-orbite au potentiel sphérique

du noyau Ze?/r et en négligeant I'effet des autres électrons, le terme spin-orbite prend sa
forme commune avec VV x = ZT—EQ(FX p) = ZT—?KE :

2 ~ - =
=2 L v+ LS (1.18)

ol 5\(7") est l'opérateur #Zr—f qui agit sur les variables radiales de la fonction d’onde.
L’ordre de grandeur de ce terme peut se calculer pour un atome isolé sans les interactions
entre électrons : la valeur moyenne de 1'opérateur 1/r® est proportionnelle & (Z/n)? ol n
est le nombre quantique principal. Dans cette approximation :

) ~ Z* (1.19)

Pour avoir des résultats plus fiables sur le couplage spin-orbite dans un atome a plusieurs
électrons, des calculs de fonctions d’onde de type Hartree-Fock sont effectués pour chaque
ion particulier [10]. L’expression ci-dessus donne néanmoins une idée de l’ordre de gran-
deur : dans les ions légers, comme ceux de la série des métaux de transition, ’énergie du
couplage spin-orbite est beaucoup plus faible que dans les ions lourds. En particulier, elle
est plus faible que I’énergie du champ cristallin, et peut étre ajoutée comme une pertur-
bation des fonctions d’ondes obtenues. Au contraire, dans les ions lourds comme les terres
rares ou les actinides, elle est en général beaucoup plus grande que I’énergie du champ
cristallin ; elle a alors pour conséquence de lever la dégénérescence des états f (I = 3) en
multiplets j = 3/2 et j = 5/2. Le champ électrique cristallin leve alors la dégénérescence
de ces multiplets en maintenant la dégénérescence 2 due a la symétrie par rapport au ren-
versement du temps. Ce dernier cas ne sera pas considéré ici puisque 1’objectif principal
est une description des anisotropies des oxydes formés a partir des métaux de transition.
La fonction d’onde orbitale est supposée connue et non dégénérée en l’absence de
couplage spin-orbite (probleme (1.16)); dans le cas de 'ion cuivre dans I’environnement
octaédrique considéré ci-dessus, la fonction d’ondes du trou célibataire est celle notée dy2_,.
Les autres orbitales (d,y, d,2, dy., dy,) sont notées d,,. Dans la mesure ot le couplage spin-
orbite est plus faible que le champ cristallin et que la dégénérescence orbitale est levée par



14 Chapitre 1. Anisotropies de spins et basse dimension

le champ cristallin, la théorie de perturbation d’un niveau non-dégénéré est bien adaptée.
Ainsi, le nouveau vecteur s’écrit :

(dina | NS | dio) |,

€ — €1n

| dl _| dl cr + Z ) (120)
Dans cette expression, la somme s’effectue sur les orbitales autres que celle de 1’état fon-
damental. La notation 1 désigne le numéro du site et o ’état du spin. Les états s’écrivent
comme des produits | di,) =| d1)® | o). Par contre, I'indice o dans la fonction d’ondes
compléte ne désigne pas le nombre quantique S* puisque celui-ci n’est plus un bon nombre
quantique. Le couplage spin-orbite ne leve pas la dégénérescence 2 des états car il préserve
la symétrie par renversement du temps (I_: — —E,§ — —5) : les états peuvent donc
toujours étre labellés par un nombre quantique noté o.

Pour définir le hamiltonien de Hubbard, on a besoin de calculer les éléments de sauts tff’
entre plus proches voisins qui interviennent dans les coefficients de c}L’ocj,,,z. On doit donc
calculer :

177 ={dy, | H | dyg) (1.21)

ou le prime indique que les fonctions d’ondes d sont le résultat du probleme complet avec
couplage spin-orbite. En développant les fonctions d’ondes au premier ordre en spin-orbite
(expression (1.20)), on peut décomposer cet élément en deux parties :

177 = 18,51 + it.Fpor (1.22)

ou les intégrales de transfert s’écrivent :
P? a R? "
t=(d; | om +V(r)|dy) = /d?’F\Il*(F— Ry) (—2—A +V(r )) V(7 — Ryp) (1.23)

dy | Mr)L | dln

€— €,

Z d2n ‘ /\ )L ‘ d2>tn (1.24)

m €— €

t = —i(dy | S\(T')I_; | da) — ZZ <

ou t, = (diy, | %—I—V(r) | do). Cette expression fait intervenir essentiellement deux éléments
de matrice :

—

(i | AL | dg) = [ d*79* (7 = B)A() LW (7~ Fy) (1.25)

(i | )L | di) = [ @70 (A L0(7) = () L (1.26)

Dans cette expression, n représente les autres orbitales du cuivre plus hautes en énergie. On
voit dans l'expression précédente que ¢t peut avoir a priori toutes les directions possibles.
Dans le cas ou il n’y a qu’un seul vecteur ¢ qui intervient (une seule orbitale), la direction



1.2 Origine microscopique des anisotropies 15

de ce vecteur peut étre appelée z; dans ce cas, le saut de I’électron d’un site a 'autre
s’accompagne d’un signe différent selon 1’état de spin S* = +1/2 de I’électron.

La définition, d’un point de vue quantitatif, du modele de Hubbard (1.15) en présence de
couplage spin-orbite nécessite le calcul de toutes les intégrales de transfert écrites ci-dessus
(1.23), (1.25) et (1.26).

Traitement perturbatif de I’énergie cinétique

Dans de nombreux systemes, I'interaction de Coulomb entre deux électrons sur le méme
site (U dans l'expression (1.15)) est en général plus forte que 1'énergie cinétique, autorisant
un traitement perturbatif du probleme, ou le petit parametre est le rapport de ’énergie
cinétique sur 'interaction répulsive [8]. Pour le composé CuGeO3 que nous allons considérer
par la suite, ce rapport n’est en réalité pas tres petit. Le calcul perturbatif ne peut étre
dans ce cas quantitativement correct, mais est un bon point de départ.

A Tordre zéro, les états sont des états dégénérés a cause des variables de spins. Il faut
donc appliquer la théorie des perturbations dégénérées, c’est-a-dire écrire et diagonali-
ser le hamiltonien dans le groupe d’états dégénérés. Le fondamental du probleme a deux
sites possede deux électrons localisés sur les deux sites voisins pour minimiser l'interac-
tion répulsive. Les états excités de charge correspondent au transfert d’un électron sur le
site voisin, d’énergie U. En se restreignant a 1’état fondamental dégénéré, il est nécessaire
d’écrire la restriction aux quatre états dégénérés | ®;) du hamiltonien au deuxiéme ordre :

O | W | 950(%5, | W | @)

— ¢C
€— €

’Hij:2<

n

(1.27)

Dans cette expression, W est I’énergie cinétique traitée en perturbation au deuxiéme ordre
et | ®;) sont les états dégénérés d’énergie €. La somme est restreinte aux états excités de
charge | ®¢) (deux électrons sur le méme site) d’énergie € = € + U parce que les autres
états ont un recouvrement nul. Tous les états intermédiaires ont la méme énergie et la
relation de fermeture (en ajoutant les états | ®;) qui ne contribuent pas) entraine que :

W2
U
Le calcul utilise ici la méthode de Aharony et al. [11] qui consiste a écrire la représentation
de 'opérateur W2, plutot que de considérer ’ensemble des états intermédiaires. On peut se
restreindre aux processus ou ’état intermédiaire est un état avec deux électrons sur le site
2, il suffit de multiplier par deux le résultat pour prendre compte le processus symétrique.
En se restreignant a ce processus, I'opérateur W3 s’écrit, simplement :

Hij = (@i | = | ©;) (1.28)

W12 = Z [to-llag]c.ll-o"l 020"2 [t010'2]*c£o_2 cla’1 (129)

010200},

Or, 'opérateur agit sur des états | ®;) ol il n’y a qu’un seul électron par site et peut étre
représenté dans ce sous-espace par I'opérateur de spin sur ce site :
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oo

1 -
CJ{UClaI = (5 + 515"> (130)

Il vient par conséquent, a des constantes pres :

010

) 1 =
[tolaz] (5 + SQ&) (131)

!
0'20'2

e
Wi=— Y [ (5 + 51.5>

01020% 0,

En écrivant ¢ la matrice de saut, d’éléments t°° donnés par I’équation (1.22), et t' I'her-
mitique conjuguée de cette derniere, il est possible de réexprimer ces sommes comme une
trace :

]_ = 1 —
W2=—Tr|t (5 + 51.5> t (5 + 52.5)] (1.32)
En tenant compte des deux processus symétriques, le hamiltonien effectif s’écrit donc :
2 ]. = 1 -
= 2Ty |t (— g .*)t(— g *)] 1.33
H U 2 + 91.0 9 + O2.0 ( )

La matrice ¢ s’écrit & I'aide des matrices de Pauli ¢ = ¢1 + if.5 (équation(1.22)). La trace
sur les variables de spins se calcule alors facilement (voir formules p.292) et on trouve le
hamiltonien effectif en termes des opérateurs de spins :

H=C"+ (] - 17)51:52+ D.(S1 % 5) + ﬁ(1).51)(1).5*2) (1.34)
Avec les deux parametres :
4¢*
= — 1.
J o (1.35)
- 8tt
D = — 1.36
- (1.36)

En l’absence de couplage spin-orbite ¢ = 0, le hamiltonien retrouve la symétrie par rota-
tion et se réduit & I'interaction de Heisenberg. L’échange J = 4¢*/U antiferromagnétique
est le résultat bien-connu du super-échange. L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya est
caractérisée par le vecteur 5, proportionnel & ¢ et donc de premier ordre en couplage spin-
orbite : D ~ \. Il apparait aussi une interaction d’anisotropie dans I'échange %(ﬁgl)(ﬁgg)
du deuxiéme ordre en spin-orbite. L’expression de Moriya D/J ~ (ﬁ) - ol Ag est ’écart
du facteur gyromagnétique par rapport a sa valeur 2 - relie directement 1’ordre de grandeur
de cette anisotropie & une grandeur mesurable par résonance électronique de spins (ESR)
ou susceptibilité magnétique. L’écart du facteur gyromagnétique dans un cristal par rap-
port a sa valeur 2 est en effet lui aussi directement proportionnel au couplage spin-orbite
(paragraphe (1.2.2)).
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Symétrie cachée

Shektmann, Entin-Wolhman et Aharony ont noté une symétrie particuliere du hamil-
tonien ci-dessus [12]. En notant z la direction du vecteur D, celui-ci peut se récrire :

[)'2 D‘Q N2
H[S] = (J——+2D)S+S + = (J———zD)S S+ (J+ o

o o = )88z (1.37)

1 ) .
H[S] = §\/(J — D2/AJ)2 + D2 (e’ S S; + e Sy SF) + (J + D*/4T)SiS;  (1.38)

ou 6 est donné par tanf = J%. Il est alors possible d’introduire les deux nouveaux

4J
opérateurs de spins obtenus a partir de ces derniers en opérant une rotation autour de
I'axe z :

SE = e*2gE (1.39)
Sy =S¢ (1.40)
SF = F2gFE (1.41)
S = S5 (1.42)
Le hamiltonien en termes de ces nouveaux opérateurs s’écrit :
H[S) = \/(J — D2/4J)? + D2 (SF'S5' + SY'SY') + (J + D?/4J)S7' S5 (1.43)

A Tordre considéré (le calcul a été effectué au deuxiéme ordre en spin-orbite et les termes
d’ordre supérieur n’ont pas été retenus) :

4J

Le hamiltonien en termes des nouveaux spins est exactement isotrope. En résumé, il existe
une rotation des spins qui transforme de fagon exacte le hamiltonien anisotrope (1.34) en
un hamiltonien isotrope :

D?\ - =
H[S'] = (J + —> S5 (1.44)

—

2

HS] = (J—f—J)s1 Syt B.(G x5+

2

D >51 3 (1.45)

L (B.EVB.S) = H[S ']—( -

2J
Les deux modeles ont donc exactement les mémes valeurs propres. La conséquence sur les
états ordonnés est importante. En termes des nouveaux opérateurs, il y a une dégénérescence
complete de tous les états antiferromagnétiques qui pointent dans les différentes direc-
tions. En particulier, I’état antiferromagnétique aligné selon ’axe z a la méme énergie que
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I’état antiferromagnétique aligné selon 'axe x. En termes des vrais spins, I’état antiferro-
A3 : A z . Qzal _ z . Qzl _ 4 : 1 D?
magnétique aligné selon z, Sf = S{' = S, 55 = S3' = —S a donc I'énergie —;(J + 7). Par
ailleurs, I’état ordonné selon = en termes des nouveaux opérateurs est I’état ou les deux

spins forment un petit angle dans ’espace des vrais spins. En effet, a partir des relations
(1.42) et de (S = 5,55 = —S) il vient :

ST = Scos(6/2) 5 =—Scos(6/2) (1.46)
Sy = Ssin(6/2) SY = Ssin(6/2) (1.47)

Cet état ol les deux spins sont arrangés dans le plan perpendiculaire et forment entre eux
un angle f a donc I’énergie —%(J + 4D—J2). Par conséquent les deux états -1'état antiferro-
magnétique axe z facile et 1’état non-colinéaire- ont exactement la méme énergie. Par exten-
sion, les états hélicoidaux (ou ferromagnétiques faibles) obtenus lorsqu’on considére un cris-
tal entier sont dégénérés avec I'état antiferromagnétique. Dans le chapitre précédent, nous
avons montré que le probleme d’un échange avec une interaction de Dzyaloshinski-Moriya
seule avait pour fondamental 1’état non-colinéaire, dont ’énergie, égale a —i\/ J?+ D%
était plus basse que celle de I’état antiferromagnétique F = —%. Or, comme on vient de
le voir sur la base du calcul microscopique des échanges, 1’anisotropie dans I’échange est
de Tordre de D?/J, donc exactement du méme ordre de grandeur que le gain d’énergie
de I’état non-colinéaire par rapport a I’état antiferromagnétique. Par conséquent, il est
nécessaire de prendre ce parametre en compte des lors qu’il s’agit de fixer I’énergie des
états. Le fait qu’ils soient exactement dégénérés est tout a fait surprenant. Cela provient
du rapport caractéristique entre I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya et ’anisotropie dans
I’échange du hamiltonien de deux spins (1.34). On peut voire effectivement directement sur
ce hamiltonien que I’état antiferromagnétique n’a pas 1’énergie —%, mais —% — %. Quant

s 14 ST . s s J—D?/4J 2
a I’état non-colinéaire, il a I’énergie, a ’ordre considéré, —%\/ JP+ D% x —% — 1D6—J.

Par conséquent, et c’est la conclusion de Shekthmann et al., de tels états hélicoidaux
ou ferromagnétiques faibles ne pourraient étre expliqués uniquement par 'interaction de
Dzyaloshinski-Moriya du fait de leur dégénérescence exacte avec I’état antiferromagnétique :
un autre effet serait nécessaire pour lever cette dégénérescence. Ils ont montré par ailleurs
que le hamiltonien complet, et non seulement la partie a deux spins, ne pouvait pas tou-
jours se transformer en un hamiltonien isotrope du fait des contraintes sur les rotations
des opérateurs d’un lien a I'autre et ont conclu que I'impossibilité d’effectuer cette trans-
formation était la condition sine qua non pour lever la dégénérescence de ces deux familles
d’états.

Ils ont de plus montré que cet argument n’était pas limité au calcul perturbatif, en ap-
pliquant la méme transformation directement sur le hamiltonien électronique. Considérons
a cet effet I’énergie cinétique du hamiltonien de Hubbard a deux sites :

H = Z(tdggl + z't_f&'g,,l)chc%: + (tdggl - Z'Ea"ggl)c;aclgl (148)

oo’
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—

Sans restriction de généralité, appelons de méme z la direction du vecteur ¢ : £ = t*€,. I
vient dans ce cas :

H=> (t0e + 207 ) o Cogt 4 (E05gr — 11207 1) ChoCrom (1.49)

En introduisant les nouveaux opérateurs :

4 = Z[efi(O/Q)az]

0-/

6120 _ Z[ei(a/Q)az] Coo’ (151)

- ao’
o

Cig/ (150)

Récrivant alors le hamiltonien a deux sites en fonction de ces nouveaux opérateurs, on
trouve :

H= Z t' (el chy + lcis) (1.52)

La partie de I’énergie cinétique qui dépendait du spin a été éliminée en termes de ces nou-
veaux opérateurs, et le hamiltonien est exactement celui qui conduit a un échange isotrope
de Heisenberg par super-échange. La symétrie telle qu’elle se traduit dans I’expression
(1.45) n’est donc pas un artifice 1ié au traitement perturbatif mais provient bien d’une
symétrie du hamiltonien électronique.

Brisure de cette symétrie ?

Cette symétrie cachée énoncée par Shekthman et al. peut-elle étre brisée par des inter-
actions microscopiques qui n’auraient pas été prises en compte dans le hamiltonien utilisé ?
Koshibae, Ohta et Maekawa ont montré que cette dégénérescence était en fait limitée a
un modele & une bande [13]. En effet, dans un modéle a plusieurs bandes, la matrice de
saut d’une orbitale de départ a une autre orbitale n, ¢,0,, + it702,, dépend forcément
de n. Par conséquent, il n’est génériquement pas possible d’effectuer la transformation
définie par les équations (1.50) et (1.51). Le modele posséde donc, finalement, une aniso-
tropie de spins. Il en résulte une différence d’énergie entre, par exemple, ’état fondamental
ferromagnétique faible et 1’état fondamental antiferromagnétique (qui est nulle pour un
modele a une bande). La dégénérescence de Shekthman et al. est donc levée par Iaspect
multi-orbital.

Par ailleurs, dans le hamiltonien ci-dessus, certaines interactions microscopiques ont ete
négligées : c’est le cas du couplage de Hund entre les orbitales de sites différents J HSl Sg
En effet, si on opere une telle transformation sur ce terme, on génere précisément des inter-
actions en produit vectoriel entre les deux spins : il existe donc, de méme, une anisotropie.
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Nous verrons dans le chapitre 4 qu’'un gap d’anisotropie, signature d’une interaction ani-
sotrope, existe dans le modele de Hubbard appliqué a CuGeOs. Ce gap augmente avec
JH.

La dégénérescence de Shekthman et al. ne semble donc pas completement générale. Elle
est donc soumise a deux hypotheses importantes : physique décrite par un modele a une
seule bande, couplage de Hund nul.

1.2.2 Anisotropies dans le couplage avec le champ magnétique

Dans ce paragraphe, I’énergie d’un électron d’une orbitale atomique dans un champ
magnétique est calculé (voir par exemple [14]). L’anisotropie de l’environnement cris-
tallographique implique une anisotropie dans les fonctions d’ondes orbitales (levée de
dégénérescence des orbitales et respect de la symétrie cristalline) qui se répercute sur les
degrés de liberté de spins via le couplage spin-orbite. La correction des fonctions d’ondes
en présence de couplage spin-orbite s’écrit au premier ordre :

(dine | A(r)L.S | dio)

€ — €1n

‘ d _| d1 0 + z | dlna) (153)

L’énergie Zeeman d’un électron plongé dans un champ magnétique s’écrit :

Ny = —(di, | s (L +¢S) .H | di,) (1.54)

L’énergie Zeeman est donc la somme de deux termes : une interaction entre le spin et le
champ magnétique et une interaction entre le moment orbital et le champ magnétique. Or,
enl’ absence de couplage spin-orbite, 1’état fondamental ne possede pas de moment orbital
(dio | L | dis) = 0 et le couplage Zeeman s’écrit exactement —guBS H. En présence de
couplage spin-orbite, et dans ’approximation perturbative au premier ordre, il vient :

(din | L* | di){dy | L? | dyy)

HY = —gupS,er.H — Mg Xn; . Se, HP  (1.55)
 (ghus + ) S (1.56)
= —GaphSs, H’ (1.57)

Le couplage Zeeman et le tenseur g s’écrivent donc :
Hz = —gapipS*HP (1.58)
Jop = 90ap + A Z I"I; (1.59)

L’interprétation physique est simple : le champ magnétique polarise le spin, qui polarise
a son tour le moment orbital pour minimiser le couplage spin-orbite AL.S. Dans D’état o,
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il existe donc un moment orbital L. ~ A, par contre, dans 1’état —o, le moment orbital
est opposé L ~ —), de telle sorte que 1’état fondamental doublement dégénéré n’ait pas
de moment orbital. Lorsqu’on souhaite utiliser un modele effectif de spins et éliminer
les degrés de liberté orbitaux, il est donc nécessaire de corriger les valeurs des facteurs
gyromagnétiques pour prendre en compte ’existence d’un faible moment orbital induit par
le champ magnétique et le couplage spin-orbite.

Pour donner un exemple précis d’anisotropie du tenseur g, il est intéressant de considérer
I’environnement octaédrique d’un ion métallique, déja introduit ci-dessus. Cet exemple
permettra d’introduire le couplage Zeeman dans le composé CuGeQOs dont 'ion Cu?T est
précisément le centre d’un octaedre d’ions O%~. La levée de dégénérescence des orbitales
atomiques d sous l'effet du champ électrique cristallin des ions environnants a été indiquée
sur la figure (1.7). En considérant les éléments de matrice écrits ci-dessus (1.53), il vient
pour les fonctions d’ondes corrigées au premier ordre par le couplage spin-orbite [15] :

, AL A1 A
A1 A1 A
"= — - 3 _— 2_q2
[day 1) = |day )+ € _623;22 | dea 1) €d — €2 2 | doy 1) + ed—ewz,yzl | do2_y2 )

Le tenseur g,s dans cet environnement se calcule aisément a partir des expressions des
éléments de matrice du moment orbital; il prend une forme diagonale dans la base des
axes principaux de l'octaedre [15] :

9oz 0 O
g= 0 gsx O (1.60)
0 0 g

Dans cet exemple g, = gy, car la base de I'octaedre est carré, il n’y a donc pas de différence
entre les directions z et y. En revanche, ces coefficients sont différents de la valeur 2 en
I’absence de couplage spin-orbite et s’écrivent :

4\
€d — €242
4\
€4 — €z

Des valeurs typiques de facteur g mesurées par exemple par résonance électronique de
spins sont g,, = 2.28, g,, = 2.05 (exemple pris de SrCuy(BO3), [124] dont I'ion Cu?T est
précisément dans un environnement de ce type). Ces valeurs donnent une idée de 'ordre
de grandeur de ’anisotropie des tenseurs g dans les cuprates.

L’écart des facteurs gyromagnétiques par rapport a la valeur 2 est donc proportionnel
au couplage spin-orbite et inversement proportionnel a la différence d’énergie entre les
orbitales du champ cristallin. Dans le paragraphe précédent, nous avons calculé les deux
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parametre d’échange J et D pour un modele a une bande et montré que le rapport de ces
deux parametres est donné par :
2|7

7= (1.63)
otl ¢ est I'intégrale de transfert (équation (1.23)) et t I'intégrale de transfert dépendant
des variables de spin (équation (1.24)). Cette derniére est proportionnelle au couplage
spin-orbite et a l'intégrale de transfert ¢, entre l'orbitale de champ cristallin n du site
1 et l'orbitale du fondamental du site 2. Celle-ci est du méme ordre de grandeur que
I'intégrale de transfert ¢ entre les deux orbitales de 1’état fondamental. De plus, si on
oublie la partie “directe” (premier terme de (1.24)), { est inversement proportionnelle  la
différence d’énergie entre les orbitales du champ cristallin :

D t, 2\
Z o (1.64)
J te—e,
Pour les ordres de grandeur, il vient que % ~ % et t, ~ t, de telle sorte qu’on arrive a
I’expression bien connue de Moriya :
D Ag
— o~ 1.65
i (1.65)

Cette expression commode permet de relier ’ordre de grandeur de I’'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya a un parametre directement mesurable : I’écart du facteur gyromagnétique.

1.3 Effet des anisotropies sur les phases quantiques
de basse dimension

Dans ce paragraphe, quelques conséquences des anisotropies de spins 1/2 sur les systémes
de basse dimension (chaines de spins et systémes bidimensionnels frustrés) sont introduites;
repoussant la discussion de composés particuliers (CuGeOs, SrCuy(BOs3),) a des chapitres
ultérieurs. Dans la premiere partie, le probleme de deux spins avec des interactions aniso-
tropes est résolu. Il peut étre en effet le point de départ d’une étude portant sur des systemes
ayant un gap d’origine quantique, aussi est-il important de bien connaitre les résultats de ce
calcul. Dans la seconde partie, le cas d’une chaine de Heisenberg de spins 1/2 est considéré.
Le diagramme de phases en fonction de I'anisotropie dans 1’échange est connu. Mais quel
est l'effet d’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya ? Une réponse partielle expliquant cer-
taines propriétés de Cuivre-Benzoate, et dont nous reverrons I'importance par la suite, a
été apportée par Oshikawa et Affleck [16]. Une chaine de Heisenberg isotrope n’a pas de gap
dans le spectre des excitations. L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya peut-elle en particu-
lier induire un gap ? En effectuant la transformation introduite au paragraphe précédent,
il est possible de trouver ’énergie exacte du fondamental d’une chaine de spins avec une
interaction de Dzyaloshinski-Moriya uniforme ou alternée.
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1.3.1 Discussion du hamiltonien

Dans la partie précédente, le calcul microscopique des interactions anisotropes a été
effectué en partant d’un modele a une bande. Deux termes en plus de I’échange isotrope
sont apparus :

2
H= (T 2958+ B.(5 x &) + —(B.G)(D.%) (1.66)
4J 2J
L’ordre de grandeur des différents termes est donné par D ~ %J et 0J%% ~ (%)2 J. Or,
nous avons vu que I'ordre de grandeur de 1’écart du facteur gyromagnétique est typiquement
de I'ordre de 0.1 dans les cuprates, ce qui entraine que 1’ordre de grandeur de 'interaction
de Dzyaloshinski-Moriya et de ’anisotropie dans 1’échange sont donnés par :

D~0.1J (1.67)
J** 2 0.01J (1.68)

Par conséquent, des systéemes trés anisotropes ne sont pas attendus dans la famille des
cuprates. Nous verrons néanmoins qu’il est possible dans un cas tres particulier d’obtenir
des rapports beaucoup plus grands. Remarquons de méme que dans les oxydes de vanadium
formés & partir de I'ion V** (spin 1/2), les ordres de grandeur sont encore plus faibles : dans
NaV,05, Ag ~ 0.03. Ceci provient simplement du fait que le vanadium est un atome plus
léger que ’atome de cuivre. Dans ces composés, par conséquent, les effets des anisotropies
de spins doivent a priori étre encore plus faibles.

Interaction de Dzyaloshinski-Moriya seule

Considérons dans un premier temps les deux premiers termes et diagonalisons le ha-
miltonien a deux spins. Celui-ci peut se récrire en appelant z la direction de D :

J+1D ~J—=1D
LSt Sy +

H=75.5,+D.(5, x S) = Sy Sy + JS2S? (1.69)
Pour ce hamiltonien, la symétrie par rotation autour de I’axe z est préservée, ce qui entraine
que S* est toujours un bon nombre quantique. L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya brise
par contre la symétrie par rotation totale et S2, n’est plus un bon nombre quantique : le
singulet et le triplet ne sont plus des états propres. Les vecteurs propres et les énergies

associées sont :

B o= - E=— - ( Do J) (1.70)
A J (VPEFD-J
W o= el B= e (Y (1.71)
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vo= 1) E-= (1.72)

o= ) E- (1.73)
ou tanf = %. Dans le cas ou D = 0, on retrouve bien sur le singulet et le triplet. Dans
le cas ou D # 0, la symétrie par rotation totale est brisée et la dégénérescence du triplet
est levée. L’état U0 (S* = 0) a une énergie légérement supérieure 3 celle des états U+l
(8% = +1). La différence d’énergie vaut 3(v/J? + D? — J).

Dans ce modele, I'aspect de non-colinéarité qui apparait dans les structures ordonnées
classiques (existence de phases spirales et ferromagnétiques faibles) est retrouvé dans les
corrélations de spins, puisque :

—

= a D
S1x8) = ——ee—x 1.74
(51 52) 2V + D? (L.74)
S51.92) = —% — —F— 1.75
< 1 2> 4 QW ( )
Dans le cas ot D = 0, on retrouve la corrélation anti-colinéaire des deux spins (S;.5,) = -3
Dans le cas ou J = 0 ce qui correspond classiquement a un état ou les deux spins sont
perpendiculaires et dans le plan perpendiculaire & D, la corrélation (S).S5) = (S7S3) = —;

marque les fluctuations quantiques hors du plan, tandis que (S¥S5 + S7S5) = 0 indique
que les spins sont essentiellement perpendiculaires. La fonction de corrélation en produit
vectoriel vaut alors (S} x Sy) = —¢€,/2.

Interaction de Dzyaloshinski-Moriya combinée avec I’anisotropie dans 1’échange

Comme il a été noté dans le paragraphe précédent, pour un systéme de spins classiques
en interaction via un hamiltonien de ce type, I’état spiral que nous avons vu étre 1’état
fondamental classique en l'absence d’anisotropie dans 1’échange, est en réalité dégénéré
avec I’état antiferromagnétique ou les spins sont alignés selon la direction du vecteur D
[12]. Ce résultat est obtenu en effectuant une rotation des spins qui permet de transformer
le hamiltonien ci-dessus en un hamiltonien isotrope :

2

H=(J— %)5152 +D.(S, x S) + %(5.51)(5.52) = H=JS.S  (1.76)
Les deux modeles ont donc exactement les mémes valeurs propres. Pour un systeme de
deux spins en interaction antiferromagnétique, le fondamental est 1’état singulet et 1’état
excité est ’état triplet.

Or l'existence d’un état triplement dégénéré est particulierement étonnante puisque
le probleme de départ est anisotrope. Autant cette dégénérescence est attendue pour un
modele isotrope puisque dans ce cas, [H, S, + 52] = 0 implique que les trois états triplets
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ont effectivement la méme énergie, autant le modele anisotrope n’a pas a priori cette
symétrie. En particulier, nous avons vu que l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya seule
levait effectivement cette dégénérescence : AE = £(v/J? + D? — J).

Cette estimation est le point de départ de la remarque de Aharony et al. [12] : si
leffet de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya sur 1’énergie apparait au second ordre en
couplage spin-orbite, il faut effectuer un calcul complet au second ordre. Celui-ci nécessite
de considérer aussi les anisotropies dans ’échange, afin de calculer correctement I'effet sur le
spectre. Quand on prend en compte ce dernier terme, la dégénérescence est accidentellement
rétablie.

Ainsi le calcul des anisotropies a partir d’un hamiltonien de Hubbard a une bande
conduit a une balance en réalité tres symétrique entre les termes de Dzyaloshinski-Moriya
et les termes d’anisotropie dans I’échange. Pour un modele classique de spins, cette balance
entre les deux termes a une conséquence importante puisque les états spiral et antifer-
romagnétique sont dégénérés. Résultat qui n’était pas obtenu en considérant uniquement
I’interaction de Dzyaloshinski-Moriya. Pour un modele quantique a deux spins, le gap entre
I’état excité S% = 0 et les états excités dégénérés S* = +1 est rigoureusement nul. Ainsi
malgré la présence d’anisotropies, le triplet d’excitation qui devrait en toute généralité se
séparer en plusieurs composantes, demeure un triplet exact.

Ce résultat est-il général 7 Peut-on alors oublier les anisotropies dans les systemes de
spins 1/2? Dans un paragraphe précédent, nous avons rappelé que ce point était en réalité
tributaire du hamiltonien a une bande utilisée par Shekthman et al.. Dans un systeme
réel, il est souvent important de prendre en compte plusieurs orbitales. Dans ce cas, la
symétrie SO(3) n’est pas restaurée, et il existe effectivement un gap entre les différentes
composantes du triplet d’excitations. Nous reviendrons sur ce point important par la suite.

Par ailleurs, quand bien méme cette symétrie particuliere existerait, I’anisotropie de
Dzyaloshinski-Moriya aurait tout de méme un effet important. Nous avons vu en effet
que pour transformer le hamiltonien anisotrope en hamiltonien isotrope, une rotation des
opérateurs de spins était nécessaire. Ainsi, méme si les valeurs propres des deux modeles
sont identiques, les fonctions de corrélation different. En cela, les anisotropies peuvent jouer
un role important. La fonction de corrélation formée a partir du produit vectoriel des deux
spins reflétant la non-colinéarité des corrélations vaut en effet :

—

— — D
<Sl X SQ) = — =3
2,/(J — 2)2 + D?

Notons alors que ’anisotropie dans I’échange ne modifie en rien cette fonction de corrélation
(comparer avec (1.74)) sinon que I’échange principal est légérement abaissé par le couplage
spin-orbite.

(1.77)

1.3.2 Chaines de spins XX 7

En I’absence d’anisotropie, une chaine de spins 1/2 de Heisenberg ne possede pas de gap
dans le spectre des excitations et les corrélations spins-spins décroissent en loi de puissance.
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En revanche, le modele X X Z avec une anisotropie dans I’échange de type axe facile,
H=3"J(SESE, + SYShy) + T=8iSEy T > (1.78)

possede un gap. Ce modele est exactement soluble a I'aide de ’ansatz de Bethe et le gap
a été calculé en fonction de P'anisotropie J**/.J (voir par exemple [17]) :

sinh A\ X w2 , 2 (-nm
A=mnJ nzz_oo sech (5(1 + 2n)> =2J smh)\nzz_oo S coshn (1.79)

ou A est relié a I’anisotropie par cosh A = J#*/J. Dans la limite ou J*#/J est proche de 1,

on ne garde que les deux termes n =0 et n = —1 et le gap s’écrit plus simplement :
A=4dnJexp | ——F—— (1.80)
2/2(5F = 1)

Si on prend l'exemple d’'une faible anisotropie dans I’échange J?* = 1.1J, le gap vaut
2 x 107*J, ce qui est tres faible. Le gap et son approximation sont représentés sur la figure
(1.8) ; I'accord est en fait trés bon jusqu’a des valeurs de grande anisotropie §.J** ~ 1 (soit
J** &2 2). Dans la limite opposée, le systéme est quasiment un systéme d’Ising et le gap qui
sépare le fondamental d’une excitation spinon (paroi de domaine dans la limite d’Ising) est
donné par A = J%,

Or pour les composés formés a partir des métaux de transition, le couplage spin-orbite
est faible. Si on utilise de plus ’estimation de Moriya, ’anisotropie dans 1’échange est
donnée par 6J** = (ﬁ)Q J ~ J/100. Le gap induit par cette anisotropie vaut 4.10 4.J!

Si I’anisotropie dans 1’échange peut jouer un role sur ’état quantique du systeme, en
est-il de méme de 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya ? Modifie-t-elle le fondamental du
systeme, les états excités, le comportement sous champ magnétique ?

1.3.3 Chaine de spins avec une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya alternée : quasi-ferromagnétisme faible

Le probleme d’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée a été réintroduit récemment
pour expliquer certaines propriétés sous champ magnétique du composé quasi-1D ben-
zoate de cuivre [16]. On voit sur la figure de droite (1.9) que le milieu du lien qui sépare
les spins de la chaine ne possede pas de centre d’inversion, autorisant de ce fait 'inter-
action de Dzyaloshinski-Moriya. La direction du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya peut,
selon les symétries du probleme, étre completement déterminée par des arguments de
symétrie. L’existence d’un centre d’inversion sur un des ions qui porte le spin entraine
I’alternance de 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya sur les liens situés de part et d’autre
de cet ion. L’étude des symétries du cristal permet ainsi, parfois (lorsqu’il reste suffisam-
ment de symétries), de fixer complétement le modele. Notons que cela n’est pas le cas du
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A/JZZ

n 1 n n n n 1 n n n n 1 n n n n n n n 1 n n n 1 n n n 1 n n n
0 5 10 15 20 0 0.2 0.4 0.6 0.8 1

(SJZZ/J 6JZZ/J

Fic. 1.8 — Gap d’une chaine X X7 en fonction de ’anisotropie axe-facile §.J** = J** —
J. Résultat exact a gauche, le gap tend vers le gap d’Ising pour forte anisotropie A =
J*. A droite, faible anisotropie (points : résultat exact; ligne : approximant (1.80)), la
normalisation des ordonnées est différente dans les deux figures.

benzoate de cuivre pour lequel le vecteur de Dzyaloshinski-Moriya qui alterne d’un lien a
I’autre, peut étre a priori dans n’importe quelle direction du plan be.

Nous reproduisons ici certains résultats obtenus. Le hamiltonien pour une chaine de
spins 1/2 avec une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée s’écrit :

— —

Rotation des spins

La rotation des spins introduite par Shekthmann et al. [12] et expliquée dans un pa-
ragraphe précédent a été utilisée par Oshikawa et Affleck [16] pour éliminer l'interac-
tion de Dzyaloshinski-Moriya au profit d’un hamiltonien isotrope en termes des nouveaux
opérateurs. On retrouve facilement ’expression des nouveaux opérateurs tournés par rap-
port aux anciens en récrivant le hamiltonien sous la forme :

H— ZJ“ Dgrs, + %s Sf + JSPSE, (1.82)

H= Z \/J2+D2'( CV0SFSy +e TS SE ) + JSESE, (1.83)

Dans cette écriture, 'angle 6 est défini par tanf = D/J. La définition des opérateurs
tournés en découle naturellement :
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F1c. 1.9 — Structure cristallographique du benzoate de cuivre. Les chaines de cuivre appa-
raissent en noir. A droite, détail de la structure des chaines. Il n’y a pas de centre d’inversion
au milieu du lien qui sépare les atomes de cuivre, et, par conséquent, une interaction de
Dzyaloshinski-Moriya est autorisée.

Sit = e2gy (1.84)
S = e iDRgs (1.85)
SE o= 52 (1.86)

Ces opérateurs sont effectivement obtenus par rotation des anciens, comme on peut le
vérifier en calculant :

52' — (i G105 (1.87)

avec le choix 6; = (—1)%0/2, tanf = 2.
Le hamiltonien transformé s’écrit donc en termes d’un modele X X 7 plan-facile :

H(S) =2 VI + D(SPSE + SS%) + SIS (1.88)

Le caractere plan-facile de ce hamiltonien transformé reflete le caractere plan-facile de I’in-
teraction de Dzyaloshinski-Moriya. Néanmoins, dans le paragraphe précédent, en prenant
en compte aussi l'anisotropie dans l’échange en plus de l'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya et en effectuant cette méme transformation, nous avons vu que les deux anisotro-
pies dans I’échange - celle induite par la transformation et celle qui préexistait et que nous
n’avons pas introduite dans le hamiltonien (1.81) - s’annulaient mutuellement. Comme
nous 'avons vu, 'annulation est dépendante du nombre d’orbitales mises en jeu dans les
processus de super-échange. Dans cette optique, une anisotropie plan facile ou axe facile
peut survivre a la transformation utilisée ci-dessus.
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Dépendant donc du rapport de ces deux interactions, le gap induit par une interac-
tion axe-facile peut ou non étre détruit par le caractere plan-facile de l'interaction de
Dzyaloshinski-Moriya.

Energie de I’état fondamental

D’un point de vue mathématique, on peut donner I’énergie du fondamental d’une chaine
de spins avec une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée et uniforme (on verra dans
le paragraphe suivant qu’une transformation semblable conduit exactement au méme ha-
miltonien X X Z écrit ci-dessus), car le modele X X Z est exactement soluble par ’ansatz
de Bethe. Yang et Yang ont donné ’énergie du fondamental du modele X X Z [17] :

H= JZ <Siwsiw+1 + Siysiyﬂ + ASiZSiZH) (1.89)

Pour A < 1 (plan facile), et avec la définition cos p = A, Iénergie du fondamental est
donnée par :

E=NJ (% - Sii”ﬂu)) (1.90)

ou Y (u) est lintégrale :

[T W sin pdx
Yin) = /_oo 2[cosh(mx)][cosh(2uz) — cos p (1.91)

Le développement pour p < 1 est aussi donné, rappelons ici seulement les deux premiers
termes :

1
Y(p) =In2 — §BM+--- (1.92)

ol By est le premier nombre de Bernouilli B; = 4 ["® 52—~ = 1/6. Pour le modele

de Dzyaloshinski-Moriya transformé en modele X X 7, il suffit d’écrire la correspondance
J—=VI2+D?et A= Tw L’énergie devient :

5 sin p
E(J,D) = NVJ? + <4m p Y(,u)) (1.93)

ol cos p = ﬁ. Dans la limite ou D/J < 1 :

D? 1
E(J,D)=NJ (Z—an) N— (3ln2+12> (1.94)

Cela donne numériquement E(J, D) = —0.44N.J — 0.54ND?/J.
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Corrélations de spins dans 1’état fondamental

Les corrélations entre spins du fondamental s’écrivent a partir de celles du modele isotrope
(S'S") :

(5S;) = expli((=1)" = (=1))6/2(S;"'S;")
(SrSf) = exp[—i((=1)" — (=1)))0/2)(S;"S}")
(S7S5) = (S{'S7") (1.95)

En distinguant les corrélations dans le plan perpendiculaire a la direction du vecteur de
Dzyaloshinski-Moriya des corrélations dans cette direction, il vient, pour les spins séparés
par un nombre impair de sites (—1)" — (—1)7 = 2(—1)" :

(S-S ansn) = cos((=1)'0)(SH. S pn11y)
(Si X Sipens1)) = sin((-1 )9)<S;I-S#(2n+1)>
(S7Sirons1)) = (S7SHiensy) (1.96)

Pour les spins séparés par un nombre pair de sites (—1)° — (=1)7 = 0 et il n’y a pas
de changement dans les corrélations par rapport a une chaine de Heisenberg (équation
(1.95)). Ce résultat s’interprete sur la base des résultats classiques. Pour une structure 3D
classique avec une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée, le fondamental présente
du ferromagnétisme faible. Les spins séparés par un nombre pair de sites (en particulier
pour les plus proches voisins) forment un angle qui differe légérement de 7. Par contre, les
spins séparés par un nombre impair de site sont exactement antiparalleles. Cette tendance
se retrouve dans les corrélations de la chaine de spins 1/2 puisque les équations (1.96)
indiquent des corrélations non-colinéaires entre les spins séparés par un nombre pair de
sites. Il n’y a par contre pas de ferromagnétisme faible puisqu’il n’y a pas d’ordre a longue
distance.

Diffusion inélastique de neutrons

Les fonctions de corrélation spin-spin, telles qu’elles apparaissent dans la diffusion inélastique
des neutrons, sont inconnues pour le modele de Heisenberg avec interaction de Dzyaloshinski-
Moriya. Par le biais de cette transformation, elles peuvent s’exprimer simplement a ’aide
des fonctions de corrélation du modele de Heisenberg :

g,w Zeww RJ/ dte ! (S (1) S;(0)) = (1.97)

o0

. + S : i
Z i (R;—R;) / dtezwtez(—l)]e/Qe—Z(—l) 9/2<SZ‘H(t)S_'(O)> (198)
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en développant chaque exponentielle, il vient :

6 0
San(g,w) = cos*(5)S™(g,w) +sin*(5)S* (g — 7,w)

Sg.w) = cos?(D)57(g,0) +sin?(2)5% (g - 7 )
Silaw) = §7(w) (1.99)

Or les valeurs propres du modele de Heisenberg purement unidimensionnel sont symétriques
dans une translation d’un vecteur 7. Il n’y a donc pas de modification du spectre des
excitations tel qu’il apparait dans les expériences de diffusion inélastique de neutrons. En
revanche, la fonction S*¥(g,w) est maximale pour ¢ = 7 et nulle pour ¢ = 0 du fait de
I'isotropie du modele de Heisenberg. En présence de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya,
I’intensité ne s’annule plus :

$5(0,0) = sinQ(g)Syy(w,w) (1.100)
SY(0,w) = sinQ(g)S”(ﬁ,w) (1.101)
SE(0,w) = 0 (1.102)

Nous verrons cependant que dans un systeme quasi-2D avec gap, cette derniére interaction
peut néanmoins modifier le spectre des excitations (CuGeOs, SrCus(BO3)s). L’importance
du travail de Oshikawa et Affleck se révele cependant dans leur analyse du comportement
sous champ magnétique puisque le terme de couplage Zeeman avec le champ magnétique
donne naissance a un champ magnétique alterné en termes des nouveaux spins.

1.3.4 Chaine de spins avec une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya uniforme : quasi-ordre hélicoidal

A notre connaissance, aucun composé désordonné de basse dimension possédant une
interaction de Dzyaloshinski-Moriya uniforme n’a été a ce jour identifié. Rien n’exclut bien
entendu la découverte de tels composés : le composé ne doit pas avoir de centre d’inversion
au milieu du lien qui relie deux spins successifs de la chaine et il doit posséder la symétrie
par translation d’une unité a ou a est la distance entre les spins. Par exemple, dans le
composé quasi-2D Bay,CuGeyO7, une interaction de ce type existe, mais le caractere 2D
de ce composé conduit a basse température a une transition vers un état ordonné qui,
conséquence de 'existence de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya uniforme, est un état
hélicoidal. Ce composé ne présente donc pas les propriétés des états quantiques désordonnés
de basse dimension.

Le hamiltonien d’une chaine de Heisenberg avec une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya uniforme s’écrit :
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Rotation des spins

La rotation du spin ¢ d’un angle koR; (tan ko = D/J) permet de ramener ce hamiltonien
a un hamiltonien isotrope en termes des nouveaux opérateurs, de facon completement
analogue a la transformation réalisée dans le paragraphe précédent.

H(S") =DV I2+ DASESE + SPSE) + JSESE, (1.104)

ou les nouveaux opérateurs sont définis cette fois par :

SiE = etmoltigE (1.105)

SF = 57 (1.106)
avec tan kg = D/J. Dans cette rotation, tous les spins sont tournés d’un angle qui augmente
linéairement avec la distance, alors que précédemment, suite a l’alternance du vecteur
de Dzyaloshinski-Moriya, les spins étaient tournés d’un angle alternativement positif et
négatif. L'usage de cette rotation est a mettre en relation avec le fondamental classique
d’un tel hamiltonien (phase hélicoidale) pour lequel ’angle des spins augmente précisément
avec la méme relation.

Les valeurs propres des chaines X X 7 plan-facile et de Dzyaloshinski-Moriya sont donc
identiques, en particulier, le spectre d’excitation ne possede pas de gap, mais des modes
“mous” apparaissent aux vecteurs d’ondes kg et m &+ kg comme on va le voir dans la suite.
Ce résultat exact concernant le gap est connu depuis les travaux de I'ansatz de Bethe.

Energie de I’état fondamental

Nous avons vu dans le paragraphe précédent que I’énergie du fondamental de ce modele
est donnée par (équation (1.107)) :

E(J,D) = NVJ* + D? ( (1.107)

J B sin,uy('u)
44/ J? 4+ D? 7

ou nous avons vu que u est relié & D et J par cos u = ﬁ et Y (u) est intégrale donnée

par (1.91).

Corrélations de spins dans 1’état fondamental

Dans le modele unidimensionnel X X7, il n’y a pas d’ordre magnétique et seules des
corrélations a longue distance survivent (quasi-ordre). Cependant, 1’ansatz de Bethe ne
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permet pas d’obtenir les fonctions de corrélation ; il est nécessaire de travailler dans ’ap-
proximation du continu et d’utiliser les techniques de bosonisation. A grande distance
| R; — R;j |> 1 et en prenant un modele X X X (en négligeant la faible anisotropie de type
X X Z qui modifie un peu les exposants critiques), la fonction de corrélation de base s’écrit
62] :

(1) H
| Ri — R; |

L’usage de la rotation permet d’écrire les fonctions de corrélation du modele avec une
interaction de Dzyaloshinski-Moriya en fonction de celle-ci :

(S;S;") ~ (1.108)

- 2 ("
- - ( 1)R R
< i X ]> ~ SlIl(KJ()(R R ))W (1110)

L’apparition du cos et du sin est réminiscent de ’ordre hélicoidal qui survient dans les
structure 3D. Ici, seules des corrélations a longues distance existent, mais la tendance des
deux spins ¢ et j a former un angle ko(R; — R;) est maintenue. I y a donc un quasi-ordre
hélicoidal.

Diffusion inélastique de neutrons

Dans 'espace (g, w), les fonctions de corrélation telles qu’elles apparaissent dans la
section efficace de diffusion inélastique de neutrons peuvent donc s’écrire de méme a l’aide
des fonctions de corrélation des nouveaux opérateurs :

q,w Zezq (R;—Rj) / dt zwt<S+ >_ Zez(q—l—no (Ri— RJ)/ zwt S—l—l( )SJ_

(1.111)
soit pour I’ensemble des fonctions de corrélation :
San (Gw) = ST (q+ ko, w)
San (g w) = S7F (g — o, w)
Senlq,w) = S5%(q,w) (1.112)

Les fonctions ST, S~ ' et S** sont proportionnelles & une fonction notée S puisque le
modele de Heisenberg est isotrope. La nature des excitations élémentaires, qui sont pour
une chaine de Heisenberg des quasi-particules de spins 1/2 (spinons), n’est donc pas mo-
difiée par l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya. Seuls des modes “mous” incommensu-
rables apparaissent dans le spectre des excitations a ¢ = 4k et avec une intensité plus
forte & ¢ = ™ £ Ko (voir figure (1.10)).

'(0))
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Fic. 1.10 — Continuum d’excitations et modes a énergie nulle & ¢ = £xkg et 7 + Kg.

Par ailleurs, dans 1’espace g, les corrélations non-colinéaires apparaissent dans la fonc-
tion de corrélation :

+00 . = =
_7’/00 dteZWt<Sq(t) XS*II(O)> = S;—n_(Qa w)_Slz_n+(Q: LU) = S((]"—li(), UJ)—S((]—K)(), w) (1113)
Comme nous le verrons dans la suite, cette fonction représente la polarisation finale d’un
faisceau de neutrons qui est diffusé par le solide, et est donc directement mesurable. En
champ magnétique, le hamiltonien est par contre modifié, puisque un champ magnétique
uniforme dans le plan perpendiculaire au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya induit apres
transformation en termes des nouveaux spins un champ magnétique tournant :

H=>JS.S  —gusHY (cos(no.Ri)Sf' + sin(no.Ri)Sf") (1.114)

Ainsi, I’application d’un champ magnétique constant dans un modele avec une interaction
de Dzyaloshinski-Moriya uniforme se traduit, apres transformation en fonction des nou-
veaux opérateurs, en modele de Heisenberg en champ tournant de vecteur ¢ non nul et égal
a arctan(D/J).

1.3.5 Chaines dimérisées et systemes frustrés

Le cas de chaines dimérisées est différent du modele de Heisenberg précédemment in-
troduit du fait que le systéeme possede d’emblée un gap dans le spectre des excitations.
C’est le cas par exemple des chaines avec un échange magnétique alterné, comme dans
CuGeO3 ou les distorsions du réseau cristallin induites par la transition Spin-Peierls rap-
prochent certains atomes et amplifient de ce fait I’échange entre eux. C’est le cas aussi
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de certains systémes quasi-2D tres frustrés comme SrCuy(BOj3), qui peut-étre vu comme
une collection de dimers interagissant via une interaction d’échange frustrée. Dans les deux
cas, le systeme posséde un gap dans le spectre des excitations. Ces deux cas seront ana-
lysés en détails dans des chapitres ultérieurs. En attendant, et puisque ce cas de figure
ne se réalisera effectivement pas dans ces composés, nous considérons ici le cas, de ce fait
académique, d’une chaine de spins avec des couplages alternés qui possede une interaction
de Dzyaloshinski-Moriya.

H = Z (1 + (=1)'6) (JS:-Sis1 + D.(S; x Sis1)) (1.115)

En employant de nouveau la transformation (1.106), le hamiltonien en termes des nouveaux
spins est celui d’une chaine alternée X X Z :

"= Z (1+ (=1)'6) (V]2 + D2(S{'SE, + SY'St) + JS7'SiL) (1.116)

Ce modele ne possede pas davantage de solution simple que le précédent. En revanche, il
est bien établi que ce dernier possede une excitation triplet séparée du fondamental par
un gap d’énergie. La dispersion de cette excitation est typiquement donnée par le mode
centre de la figure (1.11).

15

FiG. 1.11 — Dispersion de I'excitation triplet : cas unidimensionnel avec gap (traits pleins)
et cas classique (traits pointillés). Dans ce dernier cas, il existe des modes de Goldstone &
q=m,q=m=x Ky, q=0c¢et ¢g==EkKg.

La section efficace de la diffusion inélastique des neutrons d’une telle excitation est donnée
par :

S(q,w) = Z,6(w — wy) (1.117)
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En utilisant les expressions établies précédemment (1.112), il est possible de calculer
la section efficace de la diffusion inélastique pour un modeéle avec une interaction de
Dzyaloshinski-Moriya uniforme :

San (4:9) = Z41500 (W — Watro) (1.118)
Sant (4, W) = Z4—y0(w — Wy o) (1.119)
San(g,w) = Z,0(w — wy) (1.120)

Ce résultat indique qu’il y a par conséquent trois modes déplacés dans I’espace ¢ (figure
(1.11)) : la dégénérescence du triplet est levée (remarquons que la symétrie par renverse-
ment du temps n’est pas brisée car le mode S* = +1, ¢ se transforme en S* = —1, —¢q). Ce
résultat est absolument analogue au cas classique d’une structure ordonnée. Dans ce cas
bien siir, il n’y a pas de gap dans le spectre des excitations, mais trois branches d’ondes
de spins existent. Pour montrer que de tels effets peuvent étre observables dans les struc-
tures de basse dimension et que la résolution expérimentale peut permettre d’observer
cette structure en trois modes, nous donnons ci-apres le résultat expérimental de diffusion
inélastique de neutrons pour la structure classique ordonnée Bay,CuGeyO5.

0.8

Ba,CuGe,0,
Q=(1+55.0)

0.7+

0.6

0.5+

E (meV)

04+,
0.3
0.2

0.14 7

0.0
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0.00 0.02 0.04 0.06 0.08 0.10 0.12

& (r.lu)

F1c. 1.12 — Dispersion des excitations magnétiques dans le composé magnétiquement or-
donné BayCuGeyOr, d’apres [18]. Il n’y a pas de mode de Goldstone a ¢ = 7 (£ = 0) car
une excitation hors du plan cotite une énergie finie de l'ordre de D.
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1.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons vu deux exemples bien connus d’effet de I'interaction
de Dzyaloshinski-Moriya sur des structures ordonnées classiques : I’ordre ferromagnétique
faible apparait naturellement dans les composés ou une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya alterne d’un lien a l'autre et 'ordre hélicoidal dans ceux ou l’interaction est
uniforme. En considérant en outre le cas de chaines de spins avec une interaction de
Dzyaloshinski-Moriya, alternée ou uniforme, nous avons pu calculer ’énergie du fonda-
mental ainsi que certaines corrélations, en utilisant directement les résultats connus de
I’ansatz de Bethe et de la bosonisation pour la chaine de Heisenberg isotrope. L’ordre a
longue distance est détruit par les fluctuations quantiques dans les chaines de spins. L’in-
teraction de Dzyaloshinski-Moriya n’induit pas de gap dans le spectre des excitations et
les corrélations décroissent en loi de puissance, donc lentement. On peut donc parler de
quasi-ordre hélicoidal et de quasi-ordre ferromagnétique faible pour qualifier le fondamen-
tal des chaines avec une interaction de Dzyaloshinski-Moriya uniforme ou alternée. Nous
avons exposé quelques signatures expérimentales de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya
dans les composés présentant une structure quasi-unidimensionnelle, en particulier pour
les expériences de diffusion inélastique de neutrons.

Ainsi, une chaine quantique en présence de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya est
analogue a sa structure ordonnée classique dans le méme sens qu’une chaine de Heisenberg
est analogue a la structure ordonnée antiferromagnétique de Néel.

Nous avons exposé le calcul de Moriya de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya, fondé
sur la théorie du super-échange. Ceci permet d’obtenir une expression des anisotropies en
fonction des parametres microscopiques électroniques. Nous nous sommes attardés sur les
affirmations de Shektmann, Entin-Wolhman et Aharony au sujet d’une symétrie cachée
du hamiltonien de spins dérivé d’un hamiltonien électronique sous-jacent. Il semble que
plusieurs arguments permettent en fait de contredire ce résultat : pour des composés réels,
I’existence de plusieurs bandes électroniques et de couplages de Hund brise la symétrie
invoquée.

Résumé des résultats de ce chapitre

Nous avons passé en revue des résultats connus sur les anisotropies afin de cerner ’ori-
gine et quelques effets de ces interactions. La partie nouvelle, proche du travail de Oshikawa
et Affleck, concerne l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya dans les chaines de spins : nous
avons prolongé leur conclusion en étudiant aussi le cas d’une chaine avec une interaction de
Dzyaloshinski-Moriya uniforme. Nous avons écrit le résultat de 1’énergie du fondamental
en transposant simplement le résultat de 1’énergie du modele X X 7, donnée par I’ansatz de
Bethe. Nous avons montré, finalement, que les chaines de spins quantiques avec une interac-
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tion de Dzyaloshinski-Moriya ont des corrélations qui refletent I’ordre classique sous-jacent :
hélicoidal ou ferromagnétique faible. De facon analogue au modele classique, 'interaction
de Dzyaloshinski-Moriya uniforme doit déplacer les grandeurs physiques dans I’espace gq.
Par conséquent, les expériences de diffusion de neutrons doivent pouvoir distinguer, le cas
échéant, trois continuums de spinons, ou trois modes triplets pour un systeme avec un gap.



Chapitre 2

Expériences et anisotropies : quelles
informations ?

La question de la mesure des anisotropies dans les composés de basse dimension semble
plus ardue a résoudre que pour leurs parents ordonnés. Dans ces derniers, la détermination
expérimentale de 'ordre magnétique permet en effet de savoir si le composé possede par
exemple une anisotropie de type plan facile ou axe facile. Par ailleurs, dans le cas d’une
structure hélicoidale favorisée par 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya, nous avons vu
que la position du pic de Bragg (7 £ D/J) donnait une mesure directe de l'interaction de
Dzyaloshinski-Moriya.

De nombreuses techniques permettent pourtant d’avoir acces a de telles informations :
mesures de susceptibilité magnétique avec un champ magnétique orienté dans différentes
directions, largeur de raies des résonances de spins (EPR) qui seraient infiniment fines en
I’absence d’anisotropie, étude du spectre des excitations et dégénérescences des niveaux
d’énergie par diffusion inélastique des neutrons, étude de la polarisation des neutrons, ou
de I'absorption optique - résonance électronique de spins - dans le domaine infra-rouge (IR-
ESR). Que peut-on effectivement mesurer par ces techniques 7 Comment ces techniques se
transposent-elles pour ’étude des composés de basse dimension ?

Dans ce chapitre, nous voulons étudier ’apport des techniques de polarisation de
neutrons (en incluant en particulier la technique expérimentale qui permet de mesurer
complétement la polarisation finale) et de 1’absorption optique (infra-rouge, ESR) résonnante.
Dans le premier cas, il est possible de sonder les propriétés d’anisotropie en orientant
différemment le moment magnétique porté par les neutrons (polarisation des neutrons).
Dans le second cas, ’observation de transitions “interdites”, dans le sens ou elles ne peuvent
survenir dans un systeme purement isotrope, prouve l’existence d’anisotropie. En étudiant
alors les regles de sélection de ’absorption des ondes électromagnétiques polarisées, il est
possible d’éliminer certaines interactions anisotropes.
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2.1 Théorie de la diffusion des neutrons

La technique de diffusion des neutrons permet d’apporter des informations importantes
sur la structure microscopique des solides : structure magnétique et cristallographie (dif-
fraction), spectre des excitations magnétiques et des phonons (diffusion inélastique). Le
neutron est en effet couplé a la fois aux noyaux atomiques par l'interaction nucléaire et
aux moments magnétiques du solide par ’intermédiaire de son propre moment magnétique.
Ces deux interactions font que les contributions provenant du magnétisme et celles prove-
nant de la structure sont souvent mélangées dans les spectres.

Le développement des techniques de polarisation des faisceaux de neutrons s’est révélé
un complément utile pour séparer les contributions magnétiques et structurales. Les contri-
butions structurales sont en effet supposées indépendantes de la polarisation (puisque I'in-
teraction forte est invariante par rotation), par contre, les contributions magnétiques en
dépendent. Ainsi, en étudiant la section efficace en fonction de la polarisation, il est pos-
sible de repérer les réflexions magnétiques d’une part et structurales d’autre part. Dans
cette partie, nous redonnerons l’expression de la section efficace en fonction de la pola-
risation initiale et I’expression de la polarisation finale (2.1.1). En outre, les mesures de
section efficace spin-flip et non spin-flip dans une configuration particuliere du vecteur de
transfert d’impulsion par rapport a la polarisation initiale (& || 15) permettent d’éliminer
au choix 'une des deux contributions. Nous rappellerons cette technique et ces résultats
élaborés par Moon, Riste et Koehler [19] dans le paragraphe (2.1.2).

En résumé, les techniques expérimentales mises au point au cours de I’histoire de la dif-
fusion inélastique des neutrons se sont concentrées sur la séparation magnétisme-structure.
De facon tres efficace, les expériences de mesures des sections efficaces spin-flip et non spin-
flip (polarisation dite uniaxiale) ont réussi a extraire les deux informations physiquement
différentes :

— Les réflexions magnétiques apparaissent dans la section efficace spin-flip (le moment

magnétique du neutron se retourne au cours de la diffusion).

— Les réflexions structurales apparaissent dans la section efficace non spin-flip (le mo-

ment magnétique du neutron reste identique au cours de la diffusion).

Pourtant, dans les équations générales de la diffusion de neutrons, d’autres fonctions de
corrélation interviennent. C’est le cas de termes d’interférence magnétique-nucléaire. Ils
sont habituellement négligés dans les analyses, du fait du schéma classique de séparation
entre excitations purement magnétiques d’une part et phonons d’autre part. La possibilité
de fonctions d’onde mixte ne constitue pas une nouveauté. Mais, du fait du manque de
techniques expérimentales permettant de tester de telles fonctions d’onde, cette aspect est
souvent ignoré, du moins dans les oxydes.

Récemment, une technique de mesure des trois composantes de la polarisation finale
(et non seulement la composante paralléle a la polarisation initiale) a été mise au point
par J.Brown, F.Tasset et J.Forsyth [20]. Cette technique nous intéresse ici particuliérement
car elle permet d’isoler une fonction de corrélation magnétique-nucléaire. Appliquée aux
diffusions inélastiques, il ne s’agit plus de séparer les excitations magnétiques des excitations
de structure (phonons), comme ci-dessus, mais bien d’étudier, s’il y a lieu de le faire, les
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corrélations entre ces deux. Ainsi, dans les composés ou il existe un couplage important
entre les degrés de liberté magnétiques et structuraux, la technique de polarisation peut
s’avérer particulierement intéressante. D’un point de vue théorique, de telles fonctions de
corrélation n’ont pas été étudiées en détails, faute de technique expérimentale, jusqu’a ce
jour, permettant de les mesurer. Néanmoins, toutes les équations générales sont connues
depuis le début de la théorie de la diffusion des neutrons.
Cette partie est destinée a rappeler quelles corrélations sont mesurables dans les expériences

impliquant des neutrons polarisés.

2.1.1 Section efficace totale et polarisation finale

De nombreux livres traitent de la théorie de la diffusion des neutrons [23, 24, 25],
notamment ’ouvrage de G. Squires [25] dont ce paragraphe s’inspire largement. Dans tous
ces livres cependant, les aspects de polarisation, mises a part les techniques de polarisation
uniaxiale développées par Moon et al. [19], ne sont pas développés dans la mesure ou cette
derniére est tres récente.

Dans la diffusion des neutrons, le neutron interagit avec les noyaux des atomes par
I'interaction nucléaire a courte portée et avec les moments magnétiques (ceux des électrons
et des noyaux) en subissant le champ magnétique créé par ces derniers. Le hamiltonien
pour le neutron s’écrit :

2 2mh?

P o o= — —
H = + Yund.B + Z aqd(R — Riq) (2.1)
2my, nid
ol le second terme traduit I'interaction entre le moment magnétique du neutron ji = —yu,o

(v = 1.913 et u, = eh/2m,) et le champ magnétique créé par les électrons du solide B
(champ dipolaire et courant orbital). L’interaction forte entre le neutron et les noyaux
des atomes est écrite en termes du potentiel de Fermi qui a la forme d’une fonction 4.
La longueur a;, appelée longueur de diffusion, est liée & la portée du potentiel et donc
dépendante de chaque atome particulier.

Chaque neutron incident est caractérisé par un vecteur de propagation k, une énergie

2 2 7 . .7 N . . . .
E = % et un état de spin o associé a un axe de quantification z. La polarisation du
n

faisceau est alors définie par P= % Z,(S‘Z) ou g, est 'opérateur de spin du neutron i. Ces
variables apres le processus de diffusion sont notées avec un prime. Dans la diffusion, les
lois de conservation implique que I'excitation créée possede une quantité de mouvement
appelée transfert d’impulsion £ telle que § = K — E, une énergie hw satisfaisant Aw =

2102 21,2 . . . N . . . .
% — % et un moment cinétique total conduisant a une modification de la polarisation
n n

totale du faisceau P'. Au del des mesures classiques de I’énergie fiw et du vecteur d’ondes
K des excitations, les variations des propriétés de polarisation des neutrons au cours du
processus de diffusion sont donc importantes pour caractériser les propriétés magnétiques
des excitations.

Le systéme complet (neutron-+solide) est caractérisé par un vecteur d’état | k,o; A).
La probabilité de la transition d’un état | k,0;A) (ol o est 'état de spin du neutron et A
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I’état du solide) a un état | k', o’; \') par unité de temps est donnée alors par la regle d’or
de Fermi (on regarde la perturbation dépendante du temps créée par le neutron) :

= P (K o', X |V | k,o;)0) | §(E — E' + hw) (2.2)

ou py est la densité d’états finaux et V' est le potentiel d’interaction entre le neutron et le
diffuseur (2.1).

Le troisieme terme de (2.1) donne directement 1’opérateur nucléaire qui agit sur les variables
nucléaires et qui provient de 'interaction forte entre le neutron et les noyaux des atomes
du solide :

omh?

| (K", o' N |V | ko3 )) |= | ("5 N | Be | o5 A) | (K — k — k) (2.3)

n

La définition de I’opérateur nucléaire est :
B = Z adem‘ém (2.4)
id

aq est la longueur de diffusion nucléaire du noyau de ’atome d. R4 est la position de
I’atome d qui appartient & la maille élémentaire 7. K = k' — k est le transfert d’impulsion.

Le second terme de (2.1) est responsable des processus magnétiques de la diffusion. Pour
écrire I’élément de matrice de la diffusion, il est nécessaire d’écrire précisément le potentiel
d’interaction dipolaire entre le spin du neutron et les moments magnétiques et orbitaux du
solide (soit du champ B écrit ci-dessus). Le résultat fait intervenir un opérateur magnétique
qui agit sur les variables magnétiques du solide :

(K, o"s X |V | ko3 A) =| (0"; X | (470)3.55 | o3 A) | 6(K' — k — k) (2.5)

v = 1.913 est le facteur gyromagnétique du neutron et ry = pge?/4mm, a la dimension
d’une longueur (longueur de diffusion magnétique). & est la matrice de Pauli qui agit sur
les variables de spins du neutron. L’opérateur magnétique est défini par :

St =3 Fy(r)e®Fu g}, (2.6)
id

Dans cette expression, Fy(k) est le facteur de forme magnétique de ’atome d, c’est-a-dire
la transformée de Fourier de la densité d’aimantation de I'atome. ,S:Jg =R X gl% X id) est
la composante de 'opérateur de spin perpendiculaire a la direction du transfert d’impul-
sion K; k désigne le vecteur unitaire dans la direction de K. Cette forme particuliere de
I’opérateur provient de la forme du couplage dipole-dipole entre le spin du neutron et le
spin de l’électron du solide. Un simple couplage Zeeman >, S”i.ﬁneumn(i,t) aurait donné
une expression faisant intervenir ’opérateur S”K et non 5’}

On a donc obtenu les opérateurs qui agissent uniquement sur les variables de spins du
neutron diffusé et sur les variables internes du solide : on a éliminé la dépendance en k.
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Pour résumer, la probabilité par unité de temps d’une diffusion d’un état | o; A) & un état
| o’; ') se récrit donc, a partir de 1'équation (2.2) :

p— %pk, (0N | B+ 0@ 5h | 0 A) [26(E — B+ hw)s(K —k— k) (2.7)
Expérimentalement, on mesure en revanche le nombre de neutrons diffusés dans une di-
rection k'. Tl est donc utile de relier cette probabilité a la section efficace de diffusion
expérimentale. La section efficace partielle d’'un processus dans lequel la variable de spin
d’un neutron passe d’un état o & un état o’ pendant que le solide passe d’un état A & un
état \' est définie par le nombre de neutrons diffusés par seconde dans un angle solide 2 &
df) pres et avec une énergie finale w a dw pres, par unité de flux incident, d’angle solide et
d’énergie. Le résultat est :

2 AN '
<di§sz) N % [{o'N' [ B +m0G.S | o) |7 6(Ex — Ex + hw)d(K' —k — k) (2.8)

oo’

Cette expression est plus utile que la section efficace totale des lors qu’il est possible d’avoir
des informations sur les états de spins finaux des neutrons (propriétés de polarisation).

Section efficace totale

La section efficace totale est définie de la méme maniere que la section efficace partielle
écrite ci-dessus a ceci pres que tous les états finaux sont considérés sans distinction. Pour
I’obtenir, il suffit donc de sommer sur tous les états finaux et pondérer la somme sur les états
initiaux par la probabilité d’avoir 1’état en question (probabilité d’occupation thermique
de I’état A\ : py; et préparation du faisceau de neutrons dans un état de polarisation P
caractérisé par une probabilité d’avoir un état de spin o : p,). Il vient :

(dfi}) =22 s <dfgg>w (2.9)

a' X oA oo’

d’o k' L=
<dwdQ> = 2 2 2o [ (0N | B+ yrod. S | 0A) [P 0(Bx — By + hw)  (2.10)
o' XN oA

Le calcul le plus simple utilise le formalisme de la matrice densité qui consiste a définir la
matrice densité du faisceau de neutrons par : p =1/2(1 + ]3.&'). Si P est selon I'axe z par
exemple, la probabilité d’avoir un neutron dans I’état 1 est donnée par p; = 1/2 + P/2.
P est le vecteur polarisation du faisceau car la valeur moyenne du spin du neutron (7)) =
Tr(pd) = P. En remplacant alors p, par (o | p| o) et en remplacant la somme sur les états
de spin par une trace, le calcul des traces donne finalement [21, 22] :
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(i) = o [ e ta0p) @)
+@mf%§% wjﬁé@Réaﬂéa«m4wﬁ4@Hoxﬁam»} (2.12)
o) oL [ e (5,085, 0) + (SE@B L)) P (219

Notons que plusieurs termes interviennent dans cette expression. Pour P = 0, seuls les
deux premiers termes rentrent en jeu : il s’agit des deux termes habituels de diffusion
nucléaire et magnétique. A l'aide de la définition S’} =k X (/% X 55), le terme de diffusion
magnétique peut s’écrire en fonction des opérateurs de spins. Il est utile d’introduire pour
cela les composantes du vecteur & = (R, Ky, K,)

(Sa(1)-54,(0)) = D(8% — Rakp)(S2(£)S24(0)) (2.14)
ap

Hormis ces termes trés important expérimentalement, il existe d’autres termes moins bien
connus et qui peuvent jouer un role dans la diffusion des neutrons. C’est le cas de la
fonction de corrélation qui met en jeu le produit vectoriel de deux spins. Elle conduit a une
dépendance de la section efficace en fonction de la polarisation initiale. Cette fonction de
corrélation a été étudiée récemment par S.Maleyev [26]. A ce stade, il est utile de récrire
cette fonction de corrélation en produit vectoriel directement en termes des opérateurs
de spins S"n. En développant la fonction de corrélation a 1’aide de la définition S‘} =

K X (/% X gn), il vient :

(S (t) x §,(0)) = (Sk(t) x S_x(0)) = ([Sk(t) x &] [£.5_4(0)]) = ([#-Sk(®)] [ x S_x(0)])

(2.15)
En développant ensuite les produits vectoriels des deux termes de droite, on peut montrer
que cet élément se réduit en réalité a :

(SE(0) x 54,(0)) = & [3-434(0) x 5 x(0)] (216)

ce qui permet de récrire la deuxieme ligne de la section efficace :

L “MWW$m§@»Hm@W@@xiWM] (2.17)

o) % 5mm o

La troisieme ligne de la section efficace concerne une fonction de corrélation magnétique-
nucléaire. Cette fonction de corrélation est souvent considérée comme faible et négligée,
faute d’évidence claire de son role. Pourtant, dans les systémes présentant un fort couplage
spin-phonon, une telle fonction de corrélation n’est pas forcément a exclure a priori.
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Les processus de diffusion de neutrons ne se réduisent donc pas simplement a la diffusion
nucléaire d’une part et a la diffusion magnétique d’autre part ; des processus d’interférence
entre les deux (ligne (2.13)) et des processus plus subtils dépendant de la polarisation (ligne
(2.12)) peuvent aussi avoir lieu.

Polarisation finale

La polarisation finale est définie par la valeur moyenne du spin du neutron dans I’état final
que multiplie la probabilité d’avoir cet état. En termes de section efficace, cela se traduit
par :

- [ d?’c d*c
' = "G o 2.1
F (mm) %,:(“ |U|G><dwd§2><a)o, (2.18)

La notation (o) signifie que le faisceau de neutrons initial possede une polarisation bien
définie, caractérisée de méme par un vecteur de polarisation P. En termes des fonctions
de corrélation, la polarisation finale multipliée par la section efficace totale s’écrit apres un
calcul complet des traces [21, 22] :

’ (dic?ﬂ) 112271#1 e (1) (0) P (2.19)

apr BV F L [T oty qlagp ol
Hom U (B L [ dtens e )52 0) (220)
Hom)s o [ e [%() (O~ (0] x (221)
o) [ e [(.(0)2,(00) + (5E(1)5-0))] (222)
U (P) = 647 PP 4 5% P> — §*P p7 — P (2.23)

En utilisant cette derniére relation, on peut récrire la ligne (2.20) de la fagon suivante :

—

ZU“ﬁ” )(S()S12(0)) = (S ()54, (0).P) + (Si-(1).PS(0)) (2.24)
—(SE(t).51,(0)) P — ik (S (t) X S_x(0)) (2.25)

La polarisation finale est donc le résultat de plusieurs processus complexes et met en jeu de
nombreuses fonctions de corrélation. Le probleme expérimental est de séparer les différentes
contributions, ce qui peut étre fait en utilisant différentes configurations de < et P. Dans
le paragraphe suivant, nous regardons les effets polarisants en partant d’un faisceau non-
polarisé (]3 = 0). Quels sont les processus qui peuvent polariser dans ce cas le faisceau de
neutrons ?
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Comment polariser un faisceau de neutrons ?

Si la polarisation initiale est nulle, certains processus de diffusion peuvent polariser le jet
de neutrons; a partir des expressions ci-dessus et avec P = 0, on voit que ces processus
mettent en jeu les fonctions de corrélation suivantes :

o [ d?*c K i oo .
P (dwdQ) = (’77'0)2?% . dte™'k [/ﬁ.(S,g(t) X S_,,,“(O))] +

o) [ e (3,054, + (52 (08 (0))] (2.26)

Le premier terme est forcément parallele au vecteur de diffusion k. Sa norme est donnée
par la projection de la fonction de corrélation en produit vectoriel sur cette direction.

Le second terme est un terme d’interférence entre degrés de liberté magnétiques et nucléaires.
Dans la direction de 5’} =k X (k% gn), ce terme est donc forcément perpendiculaire a la
direction de &.

En conclusion, dans un processus de diffusion d’un jet de neutrons non-polarisés, cer-
tains processus peuvent conduire a polariser le jet : une interférence nucléaire-magnétique
peut polariser le faisceau perpendiculairement au vecteur de diffusion k, tandis que des
corrélations non-colinéaires entre les spins peuvent polariser le jet parallelement au vecteur
de diffusion. On peut ainsi séparer les différentes contributions : interférence magnétique
nucléaire ou fonction de corrélation en produit vectoriel.

Ezemple

En notant z la direction de la fonction de corrélation en produit vectoriel, celle-ci peut
s’écrire :

= ?

6M®X§ﬂ®»=§@«$ﬁﬁ;@»—6ﬂﬁ$M®D (2.27)

Or, pour un modele isotrope dans l’espace des spins, on a (S} (t)S=,(0)) = (S (t)S*.(0)).
Par conséquent, pour un modele isotrope, cette fonction de corrélation est nulle.

Néanmoins, il serait intéressant de trouver des situations qui pourrait permettre de polariser
un faisceau de neutrons via les processus qui mettent en jeu cette fonction de corrélation.
Reprenons a cet effet le cas d’une chaine de spins avec une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya D.(S; x Si41) uniforme. Nous avons trouvé effectivement dans le chapitre 1 une
expression pour la fonction de corrélation en produit vectoriel (2.27). En divisant par la

section efficace, la polarisation finale dans la configuration & || D peut donc s’écrire :

S(q+l€0,UJ)—S(q—l€0,&))>
S(q-f-l{)(),W)‘i‘S(q—/ﬂo,W)

ﬁ@@:@( (2.28)

ol S(q,w) = [153 dte™*(S2(t)S%,(0)) est la fonction de corrélation du modele de Heisenberg
isotrope et €p est le vecteur unitaire dans la direction du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya.
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Notons que, d’apres cette expression, pour q ~ kg, a basse énergie, P=_¢ - Les neutrons
de faible énergie qui ont ¢ = kg sont donc completement polarisé dans la direction du
vecteur de Dzyaloshinski-Moriya apres la diffusion.

2.1.2 Techniques de polarisation uniaxiale

La technique de polarisation uniaxiale développée par Moon, Riste et Koehler [19]
permet de séparer certaines des fonctions de corrélation qui interviennent dans la section
efficace. En particulier, une des questions expérimentales consiste a savoir si une diffusion
est d’origine magnétique ou nucléaire. Cette technique permet d’étudier précisément cette
question.

Dans cette technique, un faisceau de neutrons polarisé est diffusé sur le solide et un
dispositif d’analyse permet de compter séparément les neutrons qui, apres la diffusion, ont
un spin 1 et ceux qui ont un spin |, ou la direction de quantification z est déterminée par
la direction de la polarisation du faisceau initial. Par conséquent, cela revient a mesurer
les sections efficaces partielles pour lesquelles on garde I'information sur I’état de spin du
neutron. Dans la section efficace totale, par contre, tous les neutrons sont acceptés sans
distinction de leur état de spin final.

Supposons que le neutron soit initialement dans un état pur o et évolue au cours de la
diffusion vers un état o', dans le méme temps, le solide passe d’un état A & un état \. La
probabilité de cette transition s’écrit en termes de section efficace partielle (2.8) :

o \77 K -
( ) = — | {d'N|B+3.ST | 0N |?6(E\— Ey + hw) (2.29)

dwd),, ~ k

Les amplitudes de probabilité S,,» qui apparaissent dans cette expression se calculent
facilement en appliquant les matrices de Pauli sur les états de spin du neutron :

Si=(HBXN[B+E85 ) = B+ S (2.30)
Sp= (LN [B+6.55 LA = B — Sty (2.31)
Sp=(HXN[B+655 LX) = Shy (2.32)
Sp= N [B+3.55 5N = Sh (2.33)

I1 apparait clairement que la diffusion nucléaire (via I’opérateur §) n’intervient pas dans les
deux dernieres lignes. Le spin du neutron ne peut donc pas se retourner dans une diffusion
nucléaire.

Considérons initialement un neutron préparé dans un état 1 avec ’axe de quantification z
fixé. De fagon générale S+ = & x (< x S,) est orthogonal au vecteur &. Il est particuliérement
intéressant de considérer la configuration particuliere & = &' — k || z (on étudie seulement
les neutrons qui ont subi une diffusion telle que k¥ — k || z). Dans cette configuration
particuliere, en effet, cela entraine l'identité importante S+* = 0. Cette identité provient
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uniquement de la forme particuliere de I’opérateur S L. qui, lui-méme, provient de la forme
du couplage dipolaire entre le spin du neutron et les moments magnétiques du solide.

On a alors, de plus, une autre simplification : S®% = S%¥. Les amplitudes de proba-
bilité pour la diffusion du neutron s’écrivent alors :

Sy=(HN[B+3.55 A = Bw (2.34)
Spu= N B+F5 L) = Bw (2.35)
Su= (N [B+655 L) = Sp (2.36)
Spy= (LN |B+3.5 N = Sh (2.37)

Ainsi, dans la configuration P || K, la diffusion avec retournement du spin du neutron (deux
derniéres lignes) (section efficace spin-flip) implique uniquement 'opérateur magnétique
(S%). De méme, la diffusion sans retournement du spin (deux premiéres lignes) implique
uniquement ’opérateur nucléaire. Notons que, dans une autre configuration, des processus
magnétiques peuvent ne pas retourner le spin du neutron (S%,, intervient par exemple
explicitement dans la ligne (2.30)).

Expérimentalement, il est possible de mesurer séparément les sections efficaces spin-flip
(14 ou [1) et non-spin flip (11). Cela veut dire qu’on est capable en se plagant dans la
configuration P || & de mesurer indépendamment les grandeurs [19] :

( d*o )TT O] B | A) 2 6(Ey — By + ) (2.38)
= - K AT Ly -
i), ~ K
d20 )Ti K’
= Mo s A 2B - By + ) (2.39)
(dwdQ ok
d20' )JrT ]{JI
= — | (X[S;|A) P6(Ex— Ex + hw) (2.40)
(dwdQ Y F

La projection de la polarisation finale sur ’axe z s’écrit alors naturellement :

2o \NSF 1 p, \SF

/) o (dwdo-Q))\)\/ - (dw;ﬂ))\)\/

e \NSF 20 \OF

(dw;Q))u\/ + (dwgﬂ))\)\/

Ce résultat peut s’obtenir aussi en projetant 1’expression de la polarisation finale (2.22)
sur la polarisation initiale.

En conclusion, cette technique est tres utile puisqu’elle permet de mesurer séparément

les fonctions de corrélation nucléaire (2.38) et magnétiques (2.39) et (2.40). Les excitations

magnétiques apparaissent couramment dans la section efficace spin-flip et les excitations

nucléaires dans la section efficace non spin-flip, si une telle séparation des degrés de liberté
est effective.

PO (2.41)
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2.1.3 Effet de rotation

La nouvelle technique de mesure des trois composantes de la polarisation finale [20]
permet d’obtenir davantage d’informations sur le processus de diffusion. Contrairement a la
technique de polarisation uniaxiale présentée dans le paragraphe précédent, cette technique
permet d’avoir acces aussi aux composantes de la polarisation finale perpendiculaire a la
polarisation initiale. Alors que les autres techniques permettent de mesurer essentiellement
les fonctions de corrélation spin-spin et nucléaire, quelles nouvelles fonctions de corrélations
peuvent étre mesurées par cette technique? Cette question est importante dans la mesure
ou de telles expériences ont été effectuées récemment, et notamment dans le domaine de
la diffusion inélastique.

En considérant de nouveau les équations générales de la polarisation finale, nous recher-
chons ici les termes qui donnent une composante de la polarisation finale perpendiculaire
a la polarisation initiale.

+ )k’ 1
7" —_—
Y% 9k |
K1

/”" —_—

UL
ok 1t L il 5] FL(p\ ByaL
+(vro)* -5 die" [(S5(1)(S.(0).P)) + (St (1).P)S L, (0)] (2.42)
k 2mh —00

Les deux premiers termes sont présents en 1’absence de polarisation initiale et ont été
identifiés comme étant les seuls termes polarisant. En réalisant une diffusion avec un fais-
ceau initialement non polarisé, il est possible de mesurer directement la contribution de
ces termes et de les séparer des deux termes suivants. Les deux derniers sont directement

proportionnels a la norme de la polarisation initiale :

P (o) = ) o [ e [(B.0350) - (SEOB-O)] x P (243
Hom? s [ e ((SE0)(E5,0)-P) + (SE) P)SL00) (249

Or, si on se place dans la configuration & || ﬁ, on a P.§t =0 car S+ est perpendiculaire a
K. On peut donc aussi séparer ces deux derniers termes. Dans cette configuration, le seul
terme qui participe donc a la polarisation finale est un terme d’interférence magnétique-
nucléaire [27, 91, 93] :

P (i) = 0y g [ dte 8. 052,0) = BO8-1(0)] x P43
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ot By = g age-Fia et St=%u Fd(n)ei’g'ﬁidgifi sont les opérateurs usuels déja introduits,
prenant en compte les facteurs de forme nucléaire a4 et magnétique Fy. Du fait du produit
vectoriel, la polarisation tourne autour du vecteur écrit entre parentheses. En outre, dans
cette configuration, il est possible d’oublier Vindice L dans S: = # x (& x S,) car la com-
posante qui est parallele a K est aussi parallele a P et ne contribue pas a la rotation a cause
du produit vectoriel. Par conséquent, contrairement a toutes les techniques précédentes,
une fonction de corrélation mesurant les effets d’interférence magnétique-nucléaire peut
étre isolée par cette technique. Habituellement, cette fonction de corrélation est considérée
comme négligeable. Pourtant, dans les composés ou il existe un fort couplage spin-phonon,
les fonctions d’ondes sont mélangées et de tels effets d’interférence peuvent avoir lieu. Il
est donc important d’étudier en détail cette fonction de corrélation.

Ce résultat peut paraitre néanmoins bien abscons, et il est utile de regarder un cas
particulier tres simple, pour lequel un seul neutron est pris initialement dans un état pur
de spin 1 ou |. Le processus de diffusion modifie cet état de spin et il est possible de
calculer directement la probabilité d’avoir un spin 1 ou | apres la diffusion. En particulier,
on déduit le vecteur “polarisation” finale P' = 2(S) apres la diffusion. Notons que le
calcul de I'expression générale ci-dessus se fait exactement de la méme maniere, a ceci pres
qu’il faut moyenner sur tous les états de spins des neutrons incidents, qui ont un axe de
quantification z différent.

[’amplitude de probabilité pour le spin du neutron de passer d’un état o & un état o’ (avec
changement de ’état interne du solide d’un état A a un état ') est donnée par :

Soor = (!N | B+ 5.5 | o)) (2.46)
Afin de fixer les idées, prenons un état initial 7. L’amplitude de probabilité de rester dans
un état 1 vaut Sy = Ban +S555% . Considérons de plus la configuration particuliere P || || 2 :
d’apreés ce qui a été dit ci-dessus, Si% = 0, quels que soient les états A et \'. La polarisation

finale, définie par P = (o7 | 3| oy), vaut donc (I’état interne du solide varie de I'état A a
Pétat \) :

X /SJ_T SJ_+ x ! !
P,(AN) = 5”| i ; i | Slﬁ a (2.47)
AN AN
_ BivSar = (5B
| Bw 2+ Sad 2
| Bw 2= | Sl |2
| B 2+ | Sl 2

P,(0N) (2.48)

P,(AX)

(2.49)

Avec ces expressions, on retrouve le fait que seules des interférences magnétiques-nucléaires
permettent d’obtenir des composantes de la polarisation finale perpendiculaire a la polari-
sation initiale (il faut a la fois que By et S f;,’ soient non nuls). Ceci provient du fait que,
dans cette configuration particuliere, le neutron reste dans un état pur respectivement 1
si la diffusion est purement nucléaire ou | si elle est purement magnétique. Seul un état
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excité mixte du solide permettra de créer un neutron dans un état mélange des deux états
de spins T et | : dans ce cas seulement, la valeur moyenne du spin du neutron pourra
avoir une composante perpendiculaire a la polarisation initiale. Les expressions ci-dessus
sont en revanche légerement différentes de I’expression générale (2.45) : il faut noter qu’on
trouve de cette fagon le terme polarisant que nous avons omis dans I’expression (2.45). En
introduisant les composantes S*% et S1¥ telles que S+t = S+* 4 {S1¥_ la polarisation se
réexprime comme la somme de deux termes :

1
B Sad + (ST B | B St + (SH)5wBav

P, AN) = +1 2.50

W) = e Er 155 P B P+ 155 P (2:50)

P,OW) = Biv S + (S19)3 Bax _ Zﬁ)\)\’s)\)\’ + (S17)30 Bax (2.51)
| B 24| Sub |2 B 24| St |2

| B 2= | Sad |2
| B 12+ | Sl 2

ce qui permet de réécrire la polarisation finale transverse (composante z et y) et parallele
(composante z) a la polarisation initiale :

Boowy = (DS EShwbu) | (B = SRl ) (g 53
| B 12+ | Sid | | B 2+ | Sl |

| Bw P = Sal 12,
| B 2+ [ S 127

Considérons quelques cas particuliers de ces expressions :

— Les degrés de liberté magnétiques et nucléaires sont découplés : pour les mémes états
A et X, les grandeurs S,y et Byv ne peuvent étre simultanément non-nulles. Par
conséquent, P, =0.

— Seuls les degrés de liberté nucléaires internes du solide sont modifiés, les degrés de
liberté magnétique restant identiques. Dans ce cas Syy = 0 implique que P,(A)\) = 1.
Cela est normal car les degrés de liberté nucléaires ne peuvent emporter de moment
cinétique. Dans le langage du paragraphe précédent, la section efficace est purement
non-spin flip.

— Seuls les degrés de liberté magnétiques sont modifiés. Dans ce cas Sy = 0 implique
que P,(A)X) = —1. L’état de spin du neutron varie de AS* = —1. Pour assurer la
conservation du moment cinétique total, I’état interne du solide passe de 1’état A a
un état A’ avec une variation du nombre quantique AS?, = +1 ('opérateur S+F se
réduit a I'opérateur Sq+ dans cette configuration, opérateur qui augmente le nombre
quantique S7, d’une unité). Dans le langage du paragraphe précédent, la section
efficace est purement spin-flip.

Par conséquent, en I'absence de couplage avec les phonons et d’anisotropie de spins, la
polarisation finale dans la configuration £ || P est soit identique & la polarisation initiale

PO (2.52)

Bi(WN) (2.54)
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P,(AXN') = +1 (non-spin flip) soit opposée (spin-flip). Autrement dit, une excitation pu-
rement magnétique correspond a une diffusion du neutron telle que P,(A\) = —1 et la
création d’un phonon pur correspond & P,(A)\) = +1.

Ecriture a I’aide des fonctions de Green

En revenant au probleme général, il est utile d’écrire autrement 1’expression de la fonc-
tion de corrélation (2.45) responsable de l'effet de rotation de la polarisation. Dans ce
paragraphe, nous écrivons la fonction de corrélation mise en jeu en termes des fonctions de
Green, écriture qui peut étre utile pour généraliser les résultats a température non-nulle ou
calculer de facon plus systématique les ordres d’un développement en perturbation. Nous
introduisons les deux fonctions de Green associées (retardée et avancée) en suivant la méme
définition que les fonctions de Green habituelles [28] :

Kreelro) =i [ :’ dte“ 0(t)([Be(2), § x(0)])
Xav (K, w) = —i/

™ e o(—1) ([B(), 5-(0)] (2.55)

Le théoreme de fluctuation-dissipation lie les fonctions de corrélation et les fonctions de
réponse (fonctions de Green). Le théoréme de fluctuation dissipation sous sa forme générale
s’écrit :

s Im (xaB + Xptat) — iRe (xaB — Xptat)
w — 2.
[T ate A Bo) S (2.56)

En choisissant A = 8, et B = S_,, (At =B, Bt = gn), et en utilisant le théoréme de
fluctuation-dissipation, il vient que la différence des fonctions de corrélation peut s’écrire :

= [ e 5050 — G080 = e [T, ~ X 257)

27 J oo (1 —ehw

Or on peut montrer facilement ’identité :

X5t at (K, w) = Xip(—#, —w) (2.58)
On peut vérifier par ailleurs que x*(k,w)* = Xav(—k, —w). Il vient donc en regroupant ces

deux identités :

ret

XBt At (I{a QJ) = [X%}B(’{aw)]* (259)
Ainsi, I’expression de la composante de la polarisation finale peut s’écrire :

P20 ) = ) Rl )~ Salr ] x P (260
dQdw = T k’]r(l_e—,BOJ) Xret\K, Xav\K, .
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L’avantage d’une telle expression est qu’il suffit de calculer une seule fonction de Green de
Matsubara pour obtenir par prolongement analytique les deux fonctions de Green avancée
et retardée qui interviennent dans cette expression.

Ecriture a température nulle et propriétés de symétrie

A température nulle, la fonction de corrélation peut se récrire a ’aide de sa représentation
spectrale. En introduisant alors les états excités | ®,,), il vient :

o [ e 5 (D5 (0 — (805 4(0)) = -
5 (W | B | W) (W | S | ) = (o | S5 | W) (00 | o | 00)) 60 =) (261)

n

Que peut-on dire de cette expression sur la base d’arguments de symétrie ? Cette fonction de
corrélation est-elle généralement non nulle ? En réalité, nous montrons dans ce paragraphe
qu’elle est soumise a des conditions de symétrie tres stricte, en relation avec 1’existence
d’anisotropie de spins. Afin de remettre cette expression dans son contexte, rappelons
que la section efficace spin-flip et non spin-flip s’écrivent quant a elles (et dans cette
configuration) :

e [ S 55 0) = X (8 W) 0w (262)

n

m/ e Ba(DB-x(0)) = DI (W | By | Vo) P S(w—wn)  (263)

n

Les états | ¥,,) n’apparaissent pas a priori simultanément dans les deux éléments de matrice
écrits ci-dessus; premierement, a cause de la séparation entre les excitations magnétiques
et les phonons, deuxiemement a cause des regles de symétrie. En effet, la section efficace
spin-flip (2.62) met en jeu des états excités de nombre quantique Si,; qui differe d’une
unité de celui du fondamental : les transitions ont lieu & AS;,; = 1. La section efficace
non spin-flip (2.63), par contre, implique des transitions & ASy,; = 0. Comme nous ’avons
vu précédemment, une transition non spin-flip entre états AS;,; = 1 est interdite dans un
systeme isotrope.

Revenant alors & I’équation (2.61), pour le modele isotrope le plus général (incluant un
couplage spin-phonon isotrope dans ’espace des spins), I’élément de matrice (¥,, | B¢ | ¥o)
implique que ¥, est un état tel que AS = 0. Or I'élément de matrice (¥, | S, | Uy)
implique que I’état ¥, doit étre tel que AS = 1. Ces deux conditions sont incompa-
tibles. Par conséquent, pour un modele isotrope, ’effet de rotation de polarisation est nul,
conformément a ce qui était attendu (il faut bien qu'il existe une direction privilégiée pour
que la polarisation tourne). Peut-on néanmoins préciser quelles anisotropies sont respon-
sables de tels effets.
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Considérons simultanément les deux éléments de matrice qui correspondent a 'effet
polarisant (+) et a l'effet de rotation de la polarisation (-) :

<\Il0 | ﬁn | \Iln><\11n ‘ g—n | \I’0> + <\I’0 ‘ ,S_”K | \I’n><\pn ‘ ﬁ—n ‘ \I’0> (2-64)
La symétrie par renversement du temps est une symétrie tout a fait générale. Elle peut
étre brisée en présence de champ magnétique. Expérimentalement, en revanche, un champ
magnétique strictement nul est requis pour ne pas faire précesser la polarisation des neu-
trons. Dans ce cas, 'opérateur 7 associé a cette symetrle peut étre appliqué au premier
élément de matrice, en notant que 71 3,7 = f_, et T tSr=-5_,

—(W | 7B | U (W, | 787 | Wo) £ (Wg | S, | U ) (0, | By | To) (2.65)

En appliquant les opérateurs sur les fonctions d’onde, il vient :

_<\Pn ‘ 5n | ‘1]0><\Il0 ‘ an | ‘Ijn> + <\IIO | S/i | \Iln><\11n ‘ 57#: | \I;0> (2-66)
Si le hamiltonien a la symétrie par parité, alors les grandeurs sont symétriques dans le
renversement K — —k. Ceci implique que 1’élément de matrice ci-dessus avec un signe
+ (ce qui correspond a 'effet polarisant) est exactement nul. En conclusion, aucun effet
polarisant dii & cette interférence magnétique nucléaire n’est possible si le systeme possede
la symétrie par parité et par renversement du temps.
Considérons de plus la symétrie par rotation d’un angle 7 autour d’un axe z. La composante
z des éléments de matrice ci dessus deviennent :

(Wn | Br | Wo)(Wo | S5 | Wn) £ (Vo | ST | Wn)(Wn | Bk | Yo) (2.67)

Dans ce cas aussi, le terme avec le signe - (qui correspond a leffet de rotation de la
polarisation) est nul. En conclusion, l'effet de rotation de la polarisation est nul s’il existe
simultanément la symétrie par renversement du temps, par parité et par rotation d’un
angle 7. Notons que le cas d’une anisotropie dans '’échange magnétique 0.J%*S7S? possede
les trois symétries. Ceci montre qu’une simple anisotropie de ce type ne peut expliquer un
tel effet. Par contre une anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya, ﬁzj(gz X S';-), dont le vecteur
ﬁij est orienté dans la direction z peut briser simultanément la symétrie par parité et la
rotation de 7 autour de I’axe =x.

En conclusion, si le hamiltonien possede des anisotropies qui brisent les symétries sui-
vantes, alors un effet polarisant ou un effet de rotation de la polarisation est attendu.

— Symétrie par parité brisée : effet polarisant

— Symétrie par rotation d’un angle m ou parité brisée : effet de rotation de la

polarisation.

2.1.4 Conclusion

En conclusion, une étude précise de neutrons polarisés permet d’avoir acces a toute une
série de corrélations qui, souvent, ne sont pas étudiées. Par exemple, la mesure de 'effet
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polarisant donne acces aux deux fonctions de corrélation, séparables parce qu’elles sont
perpendiculaires :

if " et (3 (8) x §_(0)) (2.68)
[ e [(6.()5.(0)) + (505 4(0)] (269

La mesure de l'effet de rotation de la polarisation donne quant a elle la fonction de
corrélation mixte :

7 e ({054, (0)) — (82 (1)B-n(0))] (2.70)

—0oQ0

Si le hamiltonien possede des interactions qui brisent la symétrie par parité ou par ren-
versement du temps, alors la fonction de corrélation (2.69) est non nulle, ce qui conduit &
un effet polarisant. De méme, si le hamiltonien possede des interactions qui brisent soit la
symétrie par parité, soit par renversement du temps, soit par rotation d’un angle 7, alors
la fonction de corrélation (2.70) est non nulle, ce qui conduit a un effet de rotation de la
polarisation. Dans ce dernier cas, une anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya est suffisante,
tandis qu’une anisotropie dans ’échange ne peut conduire a un tel effet.

Ainsi, les récentes expériences de polarisation de neutrons permettent d’avoir acces a
des grandeurs directement pertinentes a la question du couplage entre degrés de liberté de
spins et phonons et a la question des anisotropies de spins. Si les techniques habituelles de
diffusion de neutrons permettaient de mesurer séparément les phonons d’une part et les
excitations magnétiques d’autre part, cette nouvelle technique permet d’étudier en principe
les mélanges de fonctions d’onde magnétique et de phonon. Ceci est tout a fait pertinent a
certains composés pour lesquels le couplage spin-phonon est fort. ’observation d’un effet
de rotation de la polarisation dans le composé CuGeO3 motive une étude plus approfondie
de la fonction de corrélation (2.70). Ceci sera 'objet du chapitre 5.
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2.2 Theéorie de ’absorption optique

Les expériences d’absorption d’ondes électromagnétiques infra-rouges sont courantes
dans le champ de la matiere condensée. Elles permettent, par exemple, ’étude des pho-
nons optiques, excités par le champ électrique de I'onde incidente. Contrairement aux
expériences de diffusion inélastique de neutrons, seules des transitions vers des états a
Ag = 0 sont possibles. En effet, pour ’énergie typique des excitations de phonons (10-
100meV), la longueur d’onde des ondes électromagnétiques est grande devant la taille de
la maille élémentaire. Par conséquent, seules des transitions & Ag < 1/a sont possibles.
Cela permet néanmoins de trouver 1’énergie de certains phonons optiques au centre de la
zone de Brillouin.

La question de la possibilité de transition entre états magnétiques a basse énergie s’est
posée il y a déja tres longtemps. Le champ magnétique de ’onde incidente se couple effec-
tivement aux degrés de liberté magnétiques du solide et peut a priori produire certaines
transitions. Le vaste champ d’étude de la résonance magnétique nucléaire (RMN) repose
d’ailleurs précisément sur des transitions entre les états magnétiques des noyaux. Le prin-
cipe de la résonance paramagnétique électronique (EPR) est exactement identique, a ceci
pres que les transitions ont lieu dans ce cas entre des états de spin électronique différents,
typiquement des états qui different par le nombre quantique S* au sein d’un multiplet S
(dont la dégénérescence est levée par un champ magnétique externe). Dans ces deux cas,
cependant, ce sont des transitions a basse fréquence ~ MHz — 100GHz. Des transitions
magnétiques, a I'instar des transitions avec création d’un phonon, c’est-a-dire entre 1’état
fondamental et un état excité, sont aussi couramment produites a des énergies dont 1’ordre
de grandeur (correspondant au gap) est plus élevé (500GHz — qq. THz). Ce sont ces
dernieres transitions qui vont nous intéresser dans la suite.

2.2.1 Transition résonnante a température nulle entre I’état fon-
damental et un état excité

Dans un systeme ordonné classique, les excitations de spins ont des modes de Goldstone
associés a la brisure de symétrie continue. Ainsi, I’excitation de spin de basse énergie a pour,
q =~ 0, une énergie nulle. Seules des anisotropies ou un champ magnétique peuvent induire
un gap fini dans le spectre. Si tel est le cas, 'onde de spins a une énergie finie en ¢ = 0
et la question d’une transition a température nulle entre le fondamental et ce premier état
excité (onde de spins) se pose naturellement. La théorie de Fleury-Loudon [30], dont nous
reverrons certains aspects par la suite, propose des solutions a ces questions.

Dans certains systéemes de basse dimension, les fluctuations quantiques impliquent
I’existence d’un gap en I’absence méme d’anisotropie. La question de la transition de 1’état
fondamental au premier état excité se pose donc de nouveau. La motivation est d’autant
plus forte que de telles transitions ont été observées dans de nombreux composés de ce type :
CuGeOs, SrCuy(BO3)s, NaV,0s... qui possedent tous un gap d’origine quantique. L’ob-
servation des états excités par cette technique est intéressante, en ceci que la résolution
en énergie est bien meilleure que les autres techniques expérimentales, notamment bien



2.2 Théorie de I'absorption optique a7

meilleure que la diffusion inélastique des neutrons. Comme nous le reverrons dans le cha-
pitre ad hoc, cette technique a permis d’observer la structure fine de ’excitation triplet de
SI‘CHQ(BO?,)Q.

Or, la nature de ces transitions n’est pas vraiment comprise. Une explication de ces
transitions optiques et des intensités constitue donc un point intéressant.

2.2.2 Transition dipolaire magnétique

Dans I’approximation dipolaire magnétique, les transitions entre états magnétiques sont
supposées étre induites par le couplage dipolaire avec le champ magnétique de 'onde.
L’hypothese est connue sous le nom de Bass-Kaganov et est couramment retenue. Le cou-
plage entre 'onde électromagnétique et le solide s’écrit dans I'approximation dipolaire, en
considérant les degrés de liberté magnétiques :

H= 7'tma.gnetique - ZgﬂBﬁ(t)gz (271)

Humagnetique €t un modele général de spins localisés sur des sites 4, qui reste général pour le
moment. ﬁ(t) est le champ magnétique dépendant du temps de ’onde électromagnétique
et S’; est I'opérateur de spin du site ¢. La probabilité par unité de temps de la transition
entre deux états magnétiques | Uy) et | Wy) est donnée par la régle d’or de Fermi :

2 - o
PO—)f = ? | <\IIf | Zg,uBhSz | \I/0> |2 5(&) — (,Ufo) (272)

Pour un modeéle H,qgnetique isotrope, le spin total Sy, est un bon nombre quantique; on
peut donc indexer les états par le nombre S;,;. L’élément de matrice dipolaire magnétique
écrit ci-dessus devient, en notant Sy, I'opérateur de spins total :

(S,m | h.Syy | ', m") (2.73)

Or, un opérateur de spins agit sur ces états de la fagon suivante :

St [S,m) = \JS(S+1)—m(m=E1)|S,m=1) (2.74)
S*1S,m)y = m|S,m) (2.75)
L’opérateur de spin total ne peut donc connecter deux états de nombre S différents, ce
qui implique que I'élément de matrice ci-dessus est nul sauf si S = S’. Il est donc facile

de donner la regle de sélection de ces expériences dans I’hypothese de transition dipolaire
magnétique :

AS =0 AS*=-1,0,+1 (transition dipolaire magnétique) (2.76)
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L’absorption d’'un photon ne peut donc se traduire, en particulier, par la création d’une
excitation de spin de type magnon (AS = 1). Les transitions vers ces états sont donc
interdites dans un modele isotrope.

Le nombre quantique S, n’est cependant pas une donnée expérimentale. Aussi, une tran-
sition peut étre observée expérimentalement vers un état qui semble étre un magnon (état
qui semble avoir un bon nombre quantique S;,; = 1, par exemple a cause de sa levée de
dégénérescence en champ magnétique). En ce sens, des transitions “interdites” entre cer-
tains états peuvent se produire. Elles sont la conséquence de 1’existence sous une forme ou
une autre d’anisotropies de spins.

Les regles de sélection concernant le nombre quantique S? peuvent en revanche rester
valables si ’anisotropie préserve la symétrie par rotation autour d’un axe z.

Dans la suite, nous voulons étudier ces transitions “interdites”, induites en réalité par
I’existence d’anisotropie. Elles possedent une intensité d’autant plus faible que celle-ci est
faible. Le cas courant d’une transition d’un état quasi-S = 0 a quasi-S = 1 (S n’est pas un
bon nombre quantique, mais si les anisotropies sont faibles, les états sont proches d’un état
de Sy fixé) est considéré. Le premier paragraphe décrit une transition de type dipolaire
magnétique dans le modele quantique de deux spins 1/2 anisotrope le plus simple.

2.2.3 Exemple : transition dipolaire magnétique induite par 1’ani-
sotropie de Dzyaloshinski-Moriya

Afin d’illustrer le propos général exposé ci-dessus et de calculer dans un cas précis les
intensités explicitement, le cas du systeme “ultra-quantique” de deux spins est considéré. Ce
systéme possede un gap et la transition entre les deux états de S = 0 et S = 1 (en I’absence
d’anisotropie) est considérée en ajoutant 1’anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya. L’effet de
cette interaction sur les états a deux spins a déja été résolu dans le premier chapitre.
Résoudre ce probleme n’est pas un exercice sans intérét puisque le “modele” de deux
spins est le point de départ des calculs de dimérisation forte qui permettent d’approcher
certaines propriétés de systemes quantiques. Le hamiltonien en champ magnétique externe
H est soumis de plus & un champ magnétique dépendent du temps ﬁ(t) :

H=1JS.S+ D.(S; x S5) — gusH.(S; + S) — gush(t).(S; + 55) (2.77)

En I'absence de 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya, 1’état fondamental est un état sin-
gulet et 1’état excité est un état triplet dont la dégénérescence est levée par le champ
magnétique. La présence de faibles anisotropies leve légerement la dégénérescence en champ
magnétique nul de I’état triplet (figure (2.1)). Ainsi, expérimentalement, il est possible d’ob-
server un état triplet qui semble dégénéré a la précision de I’expérience, tout en observant
aussi des transitions optiques, pourtant interdites si le systeme était parfaitement isotrope.

Dans cette partie, nous allons calculer I'intensité de ces transitions optiques en fonction
de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya et d’'un champ magnétique externe successivement
parallele et perpendiculaire au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya.
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F1c. 2.1 — Niveaux d’énergie de deux spins soumis a l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya
et a un champ magnétique H I D. L’intensité des transitions induites par 'opérateur
dipolaire magnétique est indépendante de la norme du champ magnétique. Les transitions
autorisées sont indiquées par des fleches.

Lorsque le champ magnétique est parallele au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya, le
systeme possede la symétrie par rotation autour de la direction du vecteur de Dzyaloshinski-
Moriya et S* est toujours un bon nombre quantique. Les valeurs propres et vecteurs propres
ont été calculées dans le premier chapitre (1.3.1). Il est alors aisé d’appliquer 1'opérateur
de spin total gl + §2 sur le fondamental, donné par 1’équation (1.70). Le résultat s’écrit :

I = [°]Sf+ 85| ¥)*=0 (2.78)

2

= (s s wol = ¢ (D) (2.79

L’intensité du mode S? = 0 (| ¥°)) est nulle, car | ¥;) est un état propre de S?+ SZ & cause

de la symétrie par rotation autour de 'axe z. Les deux autres modes S* = +1 (| ¥¥))

ont une intensité non-nulle donnée par la seconde ligne. L’interaction de Dzyaloshinski-

Moriya mélange les états de S = 0 et Si; = 1 permettant ainsi une transition de ’état

fondamental au premier état excité. Toutes ces intensités sont indépendantes de la norme
du champ magnétique H, parce que les états propres eux-mémes n’en dépendent pas.

Lorsque le champ magnétique est perpendiculaire a la direction du vecteur de Dzyaloshinski-
Moriya, le hamiltonien s’écrit dans la base des ®;, états propres pour H =0 :

B = (e (1) 1) (2:80)
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F1G. 2.2 — Niveaux d’énergie en fonction du champ magnétique externe. La graduation de
I’axe des abscisses est proportionnelle au champ magnétique gugH en unité de J. Dans
cette figure, D est choisi assez grand pour mettre en relief les deux effets principaux : levée
de dégénérescence en champ magnétique nul due a la brisure de symétrie par rotation et
anticroisement des états U~ et &, pour gugH ~ J dii au couplage de ces deux états par
I’interaction de Dzyaloshinski-Moriya.

B = (e (1) |41 (2.81)

B = (i) 1) (2.82)

B = ()= 1) (2.83)
€ 0 i0gH/2 0

= —2'931{/2 (1—i21/2)gH (Hiff)gH 8 (2:84)
0 0 0 €9

Les notations sont : ¢y = —4D—J2, 6 =J+ f—;, € = J, 0 = D/J dans la limite de petit D/.J.
Nous avons trouvé les valeurs propres et fonctions propres de cette matrice en fonction du
champ magnétique (voir figure (2.2)). Les vecteurs propres sont une combinaison linéaire
des états de base Ui934 = Y, al?¥1®,. L’état fondamental est noté ¥,. Nous avons

calculé I'opérateur Sy, dans la base des @, puis 123 =| 32, (ay>?)*S%%%ay, |* pour les

trois états excités et pour les trois polarisations (z,y,z) du champ magnétique de I’onde
(voir figure 2.3). Nous avons pris comme exemple J =1 et D* = 0.1.
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F1c. 2.3 — Intensités de ’absorption optique pour un champ magnétique externe (ﬁ | =)
perpendiculaire au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya (D || z). Les trois différentes pola-
risations du champ magnétique de Ponde sont considérées : (a) h(t) || z, la branche du
milieu n’a pas d’intensité et dans la limite de champ nul, I'intensité de la ligne Zeeman
supérieure s’annule. La droite horizontale représente I’'intensité des mémes modes lorsque
H || z (paragraphe précédent), elle est donnée ici pour comparaison. (b) A(t) || ¥, la seule
intensité non nulle est celle correspondant au mode Zeeman horizontal. (c) h(t) || z. Le
mode Zeeman horizontal a une intensité tres faible et elle est exactement nulle pour les
autres modes.
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Dans une expérience d’ESR, seuls les modes dont I’énergie varie avec le champ magnétique
peuvent étre détectés. On peut donc oublier les deux figures de droite qui concernent les
intensités du mode dont I’énergie ne varie pas. Les intensités tracées sur la figure de gauche
sont par contre directement mesurables. En comparaison avec le résultat pour H I 5, nous
avions pour l'intensité de ces deux mémes branches I = £(2)? = 0.00125 (voir paragraphe
précédent). Tous ces résultats sont résumés dans le tableau suivant. Le résultat pour un
champ magnétique orienté selon y s’obtient par symétrie.

En résumé, lorsque le champ magnétique externe est orienté selon le vecteur de Dzyaloshinski-
Moriya, une transition a lieu a condition d’orienter le champ magnétique de ’onde perpen-
diculairement a cette direction. Les branches inférieures et supérieures ont dans ce cas une
méme intensité qui ne varie pas avec le champ magnétique externe (ligne horizontale de la

figure de gauche de (2.3)). Pour comparer avec les unités de cette figure é (%)2 = 0.000125.
Lorsque le champ magnétique est orienté perpendiculairement au vecteur de Dzyaloshinski-
Moriya, le champ de I'onde doit étre orienté parallelement a cette direction pour observer
les transitions vers les deux modes extrémes. Les intensités sont différentes et varient avec
la norme du champ magnétique externe (figure (2.3)). Par exemple, si on commence avec
le champ magnétique de 1'onde selon x et le champ externe selon z, on observe la méme
intensité pour les deux modes extrémes. Si on fait tourner le champ magnétique externe
selon z, on doit voir apparaitre dans ce cas une différence d’intensité entre les deux modes.
Les autres configurations (h(t) || y ou h(t) || z) permettent d’observer le mode central : il ne
peut étre vu dans les expériences d’ESR puisque le champ magnétique permet d’accorder
la fréquence du mode sur la fréquence du Laser, mais peut étre observé dans les expériences
qui utilisent un Laser de fréquence variable.

Tableau I : Intensités des transitions optiques vers les trois états excités en fonction du
champ magnétique externe (H) et de la polarisation du champ magnétique de I'onde

(h(t))-
| [, [H, [H |
0 |0 £0—
he(t) | 0 Z0N |0
20N |0 £0—
0 0 |#0—
hy@) | #£0 | 0 0

0

A0 [ #0
0 0 0
ho() [ £0 ) [#0 7|0
0 0 0

Afin de comparer avec certaines expériences, il est utile de disposer de ces mémes résultats
en ’absence de polarisation de 'onde. k est le vecteur de propagation de l'onde et les
champs sont dans le plan perpendiculaire a k, mais dans une direction aléatoire. Il suffit
alors de moyenner les intensités.
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Tableau II : Intensités des transitions optiques pour la branche du bas (a) et la branche
du haut (b) dans le cas d’une onde non-polarisée de vecteur d’onde k.

(&) |H, |H, |H | M) | H, [H, |H, |
ky |0 £0N | #0— k, [0 |0 [#0—
ky | £0N]0 40— k, 1070 |#0—

k, |0 | #0N\ | #0—(2x%) kE, |0,710 7 #0—(2%)
Notons que dans le premier tableau, ’annulation des intensités lorsque H || = est la
conséquence d’une symétrie particuliere. En effet, considérons une rotation de 7 autour
de 'axe = et un échange des deux spins. Cette transformation d’opérateur U est une
symétrie du hamiltonien. Chaque état a une parité particuliere dans cette transformation :

U, = 1,0, (2.85)

L’état fondamental est un mélange des états ®; 93 qui ont une parité n, = +1, @, est
I’état propre dont 1’énergie ne varie pas avec le champ et a une parité n, = —1. L’opérateur
S? + S% a une parité +. Par conséquent, (@, | ST + S% | &g) = — (P4 | ST+ S | $g) = 0.
Pour les mémes raisons, (®123 | S7° + 55* | @) = 0.

Pour H | z et h(t) || z,y, la branche du milieu S? = 0 a une intensité nulle. Cela
provient simplement du fait que S™~ change obligatoirement le nombre quantique S*

d’une unité. Pour A(t) || z, les transitions sont interdites car SZ, est un opérateur propre.

Regles de symétrie

Certains des résultats obtenus ci-dessus a ’aide du modele a deux spins sont en réalité
beaucoup plus généraux. Considérons en effet un systéme qui possede un gap séparant un
état excité triplet de I’état fondamental et étudions I’effet d’une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya sur la transition optique. Dans la mesure ou 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya
brise la symétrie par rotation totale, le nombre quantique S;,; n’est pas un bon nombre
quantique. Par conséquent, la régle de sélection (2.76) est brisée et les transitions optiques
entre les états dits singulet et triplet en I’absence d’interaction de Dzyaloshinski-Moriya
peuvent avoir lieu. Si les vecteurs de Dzyaloshinski-Moriya sont tous orientés selon une di-
rection z, alors S}, est toujours un bon nombre quantique et les états peuvent étre labellés
par S7,. Notons alors que I'état S7, = 0 n’est plus dégénéré avec les états S7, = £1, du
fait, précisément, de 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya. Cet état S* = 0 a une intensité
nulle en champ magnétique nul : pour une polarisation du champ magnétique de I'onde x
ou y, 'opérateur de la transition Y; Si* change forcément la valeur propre S;, d’une unité.
Par conséquent, 1'état S7, = 0 ne peut étre vue pour ces deux polarisations. En outre,
pour une polarisation z, il vient :

I* = (¥, Sy = 0| 387 | Wo, Sjoy = 0) [*=10 (2.86)



64 Chapitre 2. Expériences et anisotropies

car S7, est un opérateur propre. L’intensité de la transition est donc nulle aussi pour
cette polarisation. En conclusion, une transition vers I'état S;, = 0 ou z est la direction
du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya est interdite quelle que soit la polarisation du champ
magnétique de ’onde. En revanche, si on considere une polarisation x,y, les opérateurs
>°; S peuvent induire des transitions vers les deux états excités SZ, = +1.

Ces résultats sont obtenus en champ magnétique nul. Or, expérimentalement, ’appli-
cation d’un champ magnétique est une donnée importante a prendre en compte.

e Si le champ magnétique est parallele au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya, alors le
systeme possede toujours la symétrie par rotation autour de z et S7, est toujours un bon
nombre quantique. Par conséquent, les conclusions précédentes restent valables car les fonc-
tions d’ondes sont indépendantes de H a cause de la conservation de S7,,. En particulier, les
intensités des deux modes S;, = +1 sont indépendantes de la norme du champ magnétique
et le mode 57, = 0 a une intensité nulle.

e Si le champ magnétique est perpendiculaire au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya, alors
S;, n’est plus conservé car la symétrie par rotation autour de z est brisée. Une approche
perturbative peut alors est entreprise pour gupH < D. Pour H=0, les fonctions d’onde
s’écrivent comme une somme de fonctions d’onde de nombre Sy, différent & cause de

I'interaction anisotrope :

W) = a|S=0+8]|S=1)+--- E=0 (2.87)
UF) = o |S=1)+81S=0)+"-- E=A (2.88)
|09 = " |S=1)4+4"|S=0)+--- E=A+A, (2.89)

En l'absence d’interaction de Dzyaloshinski-Moriya, 8 = ' = 8" = 0 et A, (le gap d’ani-
sotropie) = 0, de telle sorte qu’on retrouve un fondamental singulet | ) et un état triplet
| U). L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya modifie les énergies, en particulier celle de
I’état fondamental et ouvre un gap A, entre les composantes du triplet. La connaissance
de ces grandeurs nécessite la résolution du probleme complet. Perturbativement en D,
A, ~ D?/J. Le but de ce paragraphe est de calculer I'intensité des transitions optiques,
perturbativement, ot le petit parametre est le champ magnétique transverse H, . Les fonc-
tions d’onde perturbatives s’écrivent :

[T = | W) — a8 (| )+ [ Ur) (2.90)
W) = )+ R (| W u) (291)

A partir de ces fonctions d’onde, on peut donc calculer par exemple I'intensité du mode
| ¥¥) qui n’a pas d’intensité en champ nul (SZ, = 0 en champ nul). La contribution
principale est :

2

T ! xT ! H
I =| (B | 3257 | W) '~ S5 0(D?) (2:92)

a
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Par conséquent, I'intensité pour H; < D augmente comme H? pour H; < D.

Ces résultats sont obtenues en champ transverse faible. Or, expérimentalement, des
champs assez forts comparés a ’ordre de grandeur typique de I'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya sont aussi utilisés. Il est donc intéressant de calculer ces intensités en champ fort.
Une collaboration avec T.Sakai [29] a permis d’obtenir ces intensités par diagonalisation
exacte de petits amas. Ces calculs numériques donnent les variations des intensités en
fonction d’'un champ magnétique externe quelconque. Ils montrent en particulier la rapide
déviation par rapport & la loi en H? démontrée ci-dessus.

Dans le modele a deux spins, ou dans les arguments de symétrie utilisés ci-dessus, il n’y
a aucune référence au modele méme d’interactions de Dzyaloshinski-Moriya : la fagon dont
les vecteurs 5,-]- qui caractérisent cette interaction varient d’un lien a ’autre du cristal ne
semble pas jouer de role dans ces considérations, et les résultats semblent indépendants de
ce fait. Nous montrerons, dans le chapitre 6, qu’il existe en réalit’e d’autres arguments de
symétrie, dépendants du modele considéré, fondés sur la variation du nombre quantique Agq.
En particulier, dépendant de la forme des vecteurs ﬁij, seules certaines fréquences peuvent
apparaitre dans le spectre d’absorption optique. De plus, en champ fort, les intensités
peuvent dépendre explicitement du modele considéré.

2.2.4 Transition dipolaire électrique

La possibilité de transition dipolaire électrique entre états magnétiques a été considérée
dans la théorie de Fleury-Loudon [30]. Dans cette théorie, le systéme est excité, via le cou-
plage avec le champ électrique, dans un état électronique virtuel, de moment angulaire L'
différent de celui de I’état fondamental L. A cause du couplage spin-orbite, cela peut se tra-
duire par une transition entre états magnétiques différents. Dans la théorie de Lorenzana-
Sawatsky [31], les états intermédiaires sont des états de phonons qui ont a priori une
énergie plus basse (et qui sont par conséquent plus effectifs). Ces derniers n’ont considéré
en revanche que des transitions entre états magnétiques de méme spin total (AS = 0). Afin
d’expliquer les transitions entre états a AS = 1 observées récemment, il est donc nécessaire
de généraliser cette théorie. Pour cela, nous considérons le hamiltonien général :

H= 7'[magnetique + thonons + 7'Lspinsf;ohonons - Z g,u'Bi_i(t)S_"z - Z Qdﬁzdﬁ(t) (293)
% id

Honagnetique = H[S)] (2.94)

Hphonons = ki + ldeﬁﬁfd =" hQys(al aqs + 1) (2.95)
oM, ' 2 - astlas T 5

Hopins—phonons = H[S;, ;] (2.96)

Les trois termes ci-dessus mettent en jeu les degrés de liberté de spins Hagnetique, de
réseal Hpnonons €t le couplage entre ces deux Hpins—phonons- L’opérateur a}}s est I'opérateur
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de création d’un phonon s d’impulsion ¢g. Dans 'expression (2.93), les deux termes de
droite sont les termes de couplage entre le solide et 'onde : h(t) est le champ magnétique
de 'onde et E(t) son champ électrique. L’indice d repére les ions de charge g4 appartenant
a la maille élémentaire 7, et de vecteur position ;4.

La regle d’or de Fermi donne alors la probabilité de transition par unité de temps entre
I'état fondamental |¥,) et un état excité |Uy) :

27]' - = = —
PO—’f = EK\IIH Zg,uBhSZ + quuid.E|\Il0)|25(w - (,Uf()) (297)
A id

S1 H spin—phonon, = 0, les états de spins et de phonons sont découplés. Le champ électrique,
qui agit sur les positions des atomes, ne peut induire alors de transition entre deux états
magnétiques différents et wvice-versa, le champ magnétique ne peut induire de transition
entre deux états de phonons différents. Rappelons ici le résultat de I’absorption de lumiere
par création d’un phonon optique, il suffit dans ce cas de calculer | (¢ =0,s: 1| > ;4 ¢atia |
0) |2. En écrivant :

1 o
ﬁ Z e’thi )\qu (CLJ;S + a_qs) (298)
qs

Le résultat s’exprime simplement sous la forme :

Uiq =

Pphonon ~ Z | ESE |2 6((-‘) - Qq:O,s) (299)

ou la somme est effectuée sur les différents modes de phonons. 55 = >4 qd;\'q:(),ds est
I’amplitude du dipole électrique instantané de la maille élémentaire créé par un mode de
phonon s; A\;—¢ 45 est 'amplitude du déplacement de Iion d sous 'effet du phonon s. L’étude
de I'intensité de I’absorption et surtout de ses regles de sélection en fonction de I'orientation
du champ électrique permet d’apporter des informations sur la nature du phonon (énergie
et vecteur de polarisation). Peut-on étudier de méme les modes magnétiques ?

Dans le cas général ol Hpin—phonon €St non-nul, des transitions dipolaires électriques entre
états principalement magnétiques peuvent avoir lieu. Si le hamiltonien total est restreint
de plus & un modele isotrope, la regle de sélection est simple. Le second terme de (2.97)
implique 'opérateur dipolaire électrique qui n’agit pas sur les variables de spins, il est donc
isotrope dans ’espace des spins ([¥,4 qatia, S&y] = 0). La régle de sélection s’écrit alors :

AS =0 AS*=0 (transition dipolaire électrique) (2.100)

Par conséquent, le modele isotrope (dans ’espace des spins) le plus général interdit les
transitions dipolaires entre des états qui different par le spin total S;,;. En particulier,
les transitions vers des excitations de type magnon AS;,; = 1 ne peuvent avoir lieu. En
présence d’anisotropie de spins (induites par le couplage spin-orbite), Sy, n’est plus un
bon nombre quantique et de telles regles de sélection n’ont plus lieu d’exister.
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Dans le chapitre 6, nous développerons la théorie de Fleury-Loudon de transition assistée
par les phonons en prenant en compte le couplage spin-orbite. De ce fait, des transitions
dipolaires électriques entres états principalement singulet et triplet seront autorisées. Cette
explication est une explication concurrente de la transition dipolaire magnétique : il est
donc important d’avoir une idée d’ordre de grandeur de ’absorption dans les deux cas.

Ecriture de l’'intensité en termes des fonctions de corrélation

La probabilité de transition d’un état initial a un état final indéterminé a prior: peut
s’écrire en termes de fonctions de corrélation en sommant l’expression (2.97) sur les états
finaux et en exprimant la fonction § comme une intégrale. Il vient par conséquent :

W) = zHaHﬂ / ¢t (M (1) MP (0)) (2.101)
+ S EE’ /_ e (D" ()D°(0)) (2.102)
+ ;HaEﬂ /_ :° dte™ (M (1) D?(0)) (2.103)
+ ;Eaﬂﬁ / et D2 (£) MP(0)) (2.104)

ot M*(t) = ¥; S*(t) est opérateur aimantation, et D(t) = Y.;, qaudy(t) est I'opérateur
dipolaire électrique.

L’absorption optique dans ’approximation dipolaire s’écrit donc généralement a I’aide
des fonctions de corrélation aimantation-aimantation, dipole électrique-dipdle électrique et
aimantation-dipole électrique. Ces derniéres ne seront pas considérées dans le chapitre 6,
car leur intensité est a priori intermédiaire a celle des deux autres.

Résumé des résultats de ce chapitre

Dans la premiere partie, nous avons essayé de présenter quelles étaient les différentes
fonctions de corrélation accessibles dans les expériences de diffusion inélastique de neu-
trons. Les équations de la diffusion inélastique de neutrons sont bien siir connues depuis
les années soixantes, en particulier par les travaux de M.Blume qui traitait des effets de
polarisation. En revanche, la discussion des symétries des fonctions de corrélations mixtes
semble constituer un nouveau point que S.Maleyev (dans son étude de ’effet de rotation)
n’avait pas étudié en détail, méme s’il avait conclu justement qu’une interaction caractérisée
par un vecteur axial devait étre nécessaire pour avoir un tel effet.
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Dans la seconde partie, le calcul de I'absorption optique induite par I'interaction de
Dzyaloshinski-Moriya dans un systéme avec un gap constitue un calcul original. Le modele
a deux spins s’est avéré tres utile pour élaborer les regles de symétrie générales concernant
I’orientation relative du champ magnétique de ’onde, du champ magnétique externe et du
vecteur de Dzyaloshinski-Moriya. Ceci fournit des regles de sélection simples, indépendantes
du modele d’interaction de Dzyaloshinski-Moriya, qui peuvent étre utilisées pour analyser
les résultats d’absorption optique. Néanmoins, d’autres regles de sélection, dépendant du
modele particulier, seront données dans les chapitres 6 et 7. Nous avons émis de plus I’hy-
potheése que des transitions dipolaires électriques pourraient aussi étre considérées comme
un mécanisme possible des transitions optiques observées; le chapitre 6 présentera un
développement de ce mécanisme.



Chapitre 3

Anisotropie dans CuGeOg

3.1 Histoire du hamiltonien isotrope

Le composé CuGeQOj est considéré comme 'unique exemple d’un matériau inorganique
subissant une transition de phase de type Spin-Peierls. Hase, Terasaki et Uchinokura [32]
ont découvert une anomalie dans les mesures de susceptibilité magnétique en deca de la
température 7" = 14K et ont suggéré que la transition Spin-Peierls, observée par ailleurs
dans des composés organiques, était une explication possible.

Les études de cristallographie avaient indiqué que ce matériau était constitué de chaines
d’ions Cu?®" de configuration électronique 3d® (S=1/2) bien séparées en distance par des
ligands [33], formant ainsi le prototype d’'un composé de spins 1/2 quasi-unidimensionnel
(la structure cristallographique est donnée sur la figure (3.11)). De ce fait, la motivation
initiale du travail de Hase et al. était de comparer le comportement quasi-unidimensionnel
de ce composé avec celui quasi-bidimensionnel des plans CuO, des oxydes de cuivre su-
praconducteurs, afin de mieux comprendre, en particulier, le role de la dimension dans
I’apparition des propriétés de supraconductivité.

L’observation de la susceptibilité magnétique de CuGeOs3 et sa décroissance rapide en
deca de 14K (figure (3.1)) a été interprétée comme une transition de phase. La décroissance
et le comportement exponentiel & basse température est apparemment la signature de 1’exis-
tence d’'un gap dans le spectre des excitations de spins dans la phase basse température.
Il est alors naturel de se demander quelles sont les différentes possibilités de transition de
phase dans les systémes unidimensionnels de spins 1/2 conduisant & une phase & basse
température qui possede un gap dans le spectre des excitations de spins ? Un systéme uni-
dimensionnel de spins présente en effet une instabilité de type Spin-Peierls, analogue pour
un systeme de spins a la transition de Peierls vers une onde de densité de charge dans
un conducteur unidimensionnel. Cette transition s’accompagne de distorsions du réseau et
donne naissance a basse température a une phase dimérisée avec un gap de spins. De telles
transitions avaient été observées dans de nombreux composés organiques présentant une
structure unidimensionnelle comme TTF-CuBDT [34], TTF-AuBDT [35], MEM-(TCNQ),
[36]. Le diagramme de phase a d’ailleurs été établi en fonction de la température et du
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champ magnétique, conduisant a une analogie frappante avec celui des composés orga-
niques.
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Fi1G. 3.1 — Susceptibilité magnétique du composé CuGeOj3 en fonction de la température et
pour les trois directions du champ magnétique, d’apres [32]. La théorie provient de Castilla
et al. [55].

3.1.1 Présentation des résultats expérimentaux
Distorsions structurales a la transition

Une transition de phase de type Spin-Peierls implique des distorsions de la struc-
ture cristallographique qui permettent un gain d’énergie magnétique. Pour tester cette
hypothese, des mesures de rayons-x combinées avec des mesures de diffraction de neutrons
ont été réalisées. Elles ont effectivement démontré 1’existence de distorsions cristallines
apparaissant a la température de transition [37, 38]. Aprés une premiére controverse sur
la présence ou non de certains pics de Bragg d’origine structurale [39, 40, 37], la struc-
ture cristallographique de la phase a basse température semble bien établie. Elle présente
une faible dimérisation des ions de cuivre le long de ’axe ¢ associée a des déplacements
non moins importants des autres atomes [41, 42] (voir figure (3.2)). L’ordre de grandeur
des déplacements atomiques reste cependant extrémement faible §L ~ 0.01A [42, 43]. En
particulier, ils sont plus faibles que les distorsions instantanées dues aux phonons de plus
basse énergie A ~ /h/MQ ~ 0.06A [42].

Plus récemment, d’autres travaux ont mis en doute ces résultats concernant la structure
cristallographique [44, 45]. Dans la mesure ou cette nouvelle controverse est en relation
étroite avec ’existence de 'anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya, ces résultats seront plus
largement discutés dans un paragraphe suivant. Mentionnons néanmoins le fait que ces
distorsions supplémentaires n’ont pas été confirmées par des mesures plus récentes [46]. Le
schéma suivant des distorsions semble donc correct.
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F1a. 3.2 — Distorsions du cristal de CuGeO3 dans la phase de basse température ; d’apres
[41, 42]. Sur la figure de gauche, les chaines sont dans la direction c. Les fleches indiquent
les déplacements des atomes : la dimérisation des atomes de cuivre est apparente, ainsi que
le mouvement des atomes d’oxygenes.

Magnétisme dans la phase basse température

La transition de phase observée dans CuGeQOjs; n’est pas reliée & une mise en ordre
magnétique des spins, comme il a été démontré par les expériences de diffraction de neu-
trons [43], dans lesquelles aucun pic de Bragg d’origine magnétique n’a pu étre trouvé. Le
magnétisme de la phase basse température est donc désordonné.

Des expériences de diffusion inélastique de neutrons ont sondé le spectre des excitations
de spins de CuGeOj a tres basse température [47, 43] (voir figure (3.3)). Elles ont four-
nit une mesure directe du gap d’énergie séparant 1’état fondamental du premier état excité
pour un vecteur ¢ = (0, 0, 7) orienté dans la direction ¢ : A = 2.1meV. Il est apparu de plus
que la dispersion de ce premier état excité dépend fortement de la direction de propaga-
tion : 'excitation propage dans la direction ¢ avec une grande dispersion. Dans la direction
b, la dispersion est plus faible, mais tout de méme mesurable et elle est extrémement faible
dans la direction a. Avec une description classique d’ondes de spins des dispersions, ces
auteurs ont donné une estimation des couplages magnétiques : J, =~ 10meV, J, ~ 0.1J, et
Jo &~ 0.01J,. Contrairement aux autres composés organiques de type Spin-Peierls et a cer-
tains composés inorganiques comme NENP ou CsNiCls, ces mesures nous apprennent que
CuGeO3 possede un couplage important entre chaines, faisant de ce composé un mauvais
systeme unidimensionnel [47, 43, 48].

En appliquant un champ magnétique sur le composé, la levée de dégénérescence de
cette excitation en trois modes d’énergie E(S* = 0), E £+ gupH (S* = £1) a démontré son
caractere triplet (S = 1) [43]. La dégénérescence en champ nul du triplet d’excitation est
pertinent a la question des anisotropies : en présence d’anisotropie de spins, la symétrie par
rotation totale est brisée et les composantes S* = 0 et S* = +1 du triplet S = 1 doivent
avoir une énergie légerement différente en champ magnétique nul. Aucune différence entre
les trois énergies extrapolées en champ nul n’est apparu dans les mesures de diffusion de
neutrons [43]. Les expériences de résonance paramagnétique électronique (RPE) ont une
meilleure résolution en énergie. Dans ces expériences, un champ magnétique externe dans la
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F1G. 3.3 — Dispersion de I’état excité triplet mesurée par diffusion inélastique de neutrons.
Il existe un gap pour toutes les valeurs de k, d’apres [43].

direction z leve de méme la dégénérescence du triplet. L’onde électromagnétique appliquée,
dont le champ magnétique variable est perpendiculaire au champ magnétique externe, per-
met alors d’induire des transitions entre les composantes S* = £1 et S* = 0 du triplet. La
fréquence de 1’onde électromagnétique est fixe et le champ magnétique externe - parametre
tres précisément réglable - permet d’accorder la fréquence de ’état et la fréquence de 1’onde,
autorisant alors la transition. Néanmoins, les expériences se font a température non-nulle
afin que ces états séparés du fondamental par un gap puissent étre thermiquement peuplés.
T.Brill et al. ont observés par des mesures de ce type une unique fréquence d’absorption,
avec une bonne résolution [49]. Cela suggere que les différences d’énergie entre les compo-
santes S* = +1 et §% = 0 d'une part et les composantes S* = —1 et §* = (0 d’autre part
sont égales. Par conséquent, I’extrapolation en champ magnétique nul semble indiquer un
état triplet précisément dégénéré : les anisotropies de spins doivent étre par conséquent
suffisamment faibles pour rester en accord avec ce résultat expérimental.

Question de phonon “mou”

Toutes ces expériences semblent montrer que la transition est effectivement une tran-
sition de type Spin-Peierls : distorsions structurales associées a la formation d’une phase
magnétique avec un gap qui sépare 1’état fondamental singulet d’un premier état excité
triplet. Pourtant, la théorie de Cross et Fisher de la transition Spin-Peierls [50] prévoit
qu’il existe un mode de phonon dont ’énergie s’annule a la transition. La structure de
haute température devient alors instable et une transition vers une autre phase structurale
a lieu. L’annulation de I’énergie du phonon est due a sa renormalisation sous 'effet du
couplage avec les degrés de liberté magnétiques, soulignant I'importance des fluctuations
magnétiques dans ce type de transition. La recherche de ce phonon qui devient “mou” a la
transition a fait ’objet de nombreuses expériences. Pourtant, encore récemment [48, 40, 51],
aucun phonon “mou” n’a été détecté.
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3.1.2 Modele magnétique isotrope

A partir de ces résultats expérimentaux, des modeles théoriques de spins ont été pro-
posés pour expliquer le magnétisme de ce composé. La plupart d’entre eux sont fondés sur
I’approximation unidimensionnelle et expliquent de nombreux résultats expérimentaux.
Pourtant, 'importance de la dimension transverse est apparue dans les expériences de dif-
fusion inélastique de neutrons, dans lesquelles la dispersion de I’excitation triplet dans la
direction transverse a été remarquée [47, 43]. Seulement récemment, la prise en compte
du couplage entre chaines a permis de corriger quantitativement les parametres [52].
Néanmoins, avant de comprendre réellement la nécessité de prendre en compte 1’aspect
bidimensionnel, il est nécessaire de présenter le modele unidimensionnel, puis d’exposer les
réussites de cette approche avant d’arriver a ses insuffisances.

La dépendance en température de la susceptibilité magnétique au dessus de la température
de transition ne semble pas s’accorder avec la courbe de la susceptibilité d’'un modele uni-
dimensionnel de Heisenberg calculée par Bonner et Fischer [54] (figure (3.1)). Dans le cadre
d’un modele unidimensionnel, G.Castilla, S.Chakraverty et V.J.Emery ont montré qu’un
couplage frustrant entre seconds plus proches voisins permettait de nettement mieux re-
produire la courbe de la susceptibilité magnétique [55]. Le hamiltonien unidimensionnel
pour la phase haute température considéré s’écrit en présence d’un couplage entre seconds
plus proches voisins :

H = Z Jcs”i-s_{i—}—l + O./JCS_';'.S”Z'_FQ (31)

L’effet d’un couplage o = 0.24 sur la susceptibilité magnétique a été calculé a partir de
la diagonalisation exacte du hamiltonien ci-dessus défini sur un amas de 16 spins [55]. Le
résultat est donné sur la figure (3.1). Leur analyse est néanmoins restreinte aux valeurs o <
0.24 pour lesquelles le modele (3.1) n’a pas de gap (voir apres). Pour des valeurs supérieures
de ., le modele possede un gap en ’absence méme de couplage avec le réseau. K. Fabricius
et al. arrivait méme & reproduire parfaitement la susceptibilité avec une valeur supérieur
du parametre « [56], assez analogue a celui de Riera et Dobry [57]. Pour cette raison, le
hamitonien (3.1) est considéré comme un bon modele de la phase haute-température.

Dans la phase basse-température, les distorsions de réseau rapprochent et éloignent
alternativement les atomes de cuivre (figure (3.2)). Ceci impliquent un échange magnétique
alternativement plus fort et plus faible. Cette alternance des couplages magnétiques dans
les chaines est pris en compte dans le hamiltonien de la phase basse température :

—

Ho=>J.[1406(-1)] §:.8u1 + aJeS;.Sive (3.2)
i

Nous venons de voir que les distorsions du réseau constituent une origine physique possible

de ce modele. Nous verrons dans le paragraphe (3.1.3) que l'ordre de charge qui apparait

dans les chaines de Sri4,Cuy4O4; conduit aussi a un tel hamiltonien de spins. Dans le chapitre

8, nous verrons que ce modele peut étre induit de méme par un ordre de charge pour la
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phase basse-température de NaV,0s5. Il est donc important de connaitre les propriétés du
modele unidimensionnel (3.2).
Diagramme de phases du modeéle unidimensionnel a température nulle

Dans cette partie, nous résumons les résultats concernant le modele unidimensionnel
de spins 1/2 qui présente a la fois un échange alterné et un échange frustré entre seconds
plus proches voisins :

Ho=>J.[1+6(-1)] S:.8iu1 + aJeS;.Sive (3.3)
Le diagramme de phases de ce modeéle & température nulle est représenté sur la figure (3.4).
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F1G. 3.4 — Diagramme de phases a température nulle du modele unidimensionnel (6, ).
Cas particuliers d’une chaine alternée (o = 0) et d’une chaine frustrée (6 = 0).

Avant de considérer les résultats du probleme complet (o # 0,0 # 0), nous résumons le
cas particulier d’'une chaine alternée non frustrée (o = 0) et le cas d’une chaine uniforme
frustrée (6§ = 0).

Chaines alternées (o = 0)

Transition de phase a basse température

Le couplage alterné (—1)d n’est pas une propriété intrinséque due & la structure (comme,
par exemple, 'interaction «.J) mais est généré dans la transition de phase qui brise spon-
tanément la symétrie par translation. Comment cette transition est-elle expliquée 7 E.Pytte
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[58] a considéré le hamiltonien de Heisenberg (qui est le hamiltonien de la phase haute-
température) et a utilisé la transformation de Jordan-Wigner pour le transformer en un
hamiltonien de fermions sans spin :

H=13
1

Cette transformation génére un terme d’interaction entre les fermions (5 — n;)(3 — nit1)
qui complique notablement le probleme. E.Pytte a traité 'interaction par une procédure de
champ moyen n;n;1 — n;{n;1)+{n;)n; 11 qui permet d’obtenir un modeéle unidimensionnel
de fermions sans interaction. Ce systeéme est alors sujet a I'instabilité de Peierls [59] qui
se traduit par une divergence de la susceptibilité a ¢ = 2kpr. Pour le modele de spins, cela
prend la forme d’une dimérisation des voisins les plus proches sous 'effet d’'un couplage
spin-phonon infinitésimal. Ce calcul champ moyen prédit donc une transition de phase
vers une phase dimérisée. Cependant, le champ moyen n’est pas valide en d = 1, puisqu’il
prévoit par exemple pour le modele d’Ising unidimensionnel I’existence d’une transition de
phase, contrairement au résultat exact. Pour remédier & ce probleme, Cross et Fisher [50]
ont utilisé les techniques de bosonisation pour calculer exactement la susceptibilité & quatre
spins, du moins dans 'approximation du continu. Suivant Luther et Peschel [60], ils ont
linéarisé la relation de dispersion autour du niveau de Fermi pour transformer le modele
de fermions en interaction en un modeéle de Luttinger-Tomonaga défini dans le continu
[59, 61], ce qui leur a permis de mener ce calcul & son terme et de montrer qu’une telle
transition devait bien avoir lieu. Le couplage spin-phonon conduit donc a une transition
de type spin-Peierls dans un modele unidimensionnel.

1 1 1
—i(C}CiH the) + (5 —m)(5 = niw) (3.4)

Propriétés a température nulle

Contrairement au modele de Heisenberg (6 = 0, = 0), le modele de chaine alternée
posseéde un gap pour une valeur infinitésimale de §. L’énergie de I’état fondamental du
modele (3.3) a été calculée par Cross et Fisher en fonction de ¢ [50]. En général, il existe
des corrections logarithmiques a cette expression. Pour a@ = a, I’énergie du fondamental
peut étre obtenue dans la limite du continu sans correction logarithmique :

Eo(8) — Bo(0) ~ —4** (3.5)

Ce résultat est en accord avec les calculs numériques de DMRG sur réseau [68], laissant
entendre que ’approximation du continu est correcte. Corrélativement, le gap séparant
I’état fondamental singulet du premier état excité triplet dans le spectre des excitations
de spins s’ouvrent avec une puissance 6%/3. Ceci explique le gap observé dans CuGeOs.
Pour une valeur nulle de «, il existe en réalité des corrections logarithmiques données par
6%3/,/| Iné | [62]. Par ailleurs, les corrélations de I’état fondamental décroissent exponen-
tiellement vite avec une longueur de corrélation exactement donnée par l'inverse du gap

E=1/A":

(5757) ~exp(=|i—=71/¢) (3.6)
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La phase est donc désordonnée. La dispersion de l’excitation triplet peut étre calculée
par diagonalisation exacte (numérique) ou perturbativement en partant de la limite de
dimérisation forte (voir paragraphe (3.1.3)). L’excitation triplet est séparée du continuum
d’excitations qui apparait & plus haute énergie par un autre gap d’énergie (voir figure (c)
de (3.5)).

Notons que I'on comprend la transition Spin-Peierls a partir de I’expression ci-dessus de
’énergie du fondamental. Le gain d’énergie magnétique —0*/3 est supérieur & la perte
d’énergie élastique 62 due A la déformation du réseau.

Chaines frustrées (§ = 0)

En ’absence méme de dimérisation, les fluctuations quantiques peuvent ouvrir un gap

pour une valeur de la frustration supérieure a une valeur critique.
Par exemple, pour le point de Majumdhar-Gosh (o = 0.5), le fondamental est exactement
un produit de singulet de deux spins [117], ce qui se traduit par un ordre spontané dans la
fonction de corrélation non-locale a quatre spins (fait qui n’est pas en contradiction avec le
théoréme de Mermin-Wagner) [66]. Les corrélations a deux spins dans 1’état fondamental
sont par contre limitées a la taille d’un dimere. Ils ont construit de plus un état variationnel
pour le premier état excité qui possede un gap et qui s’apparente a un mode breather entre
les deux états fondamentaux possibles.

Par un calcul de théorie des champs, Haldane et Jullien ont montré qu’il existait une
transition de phase entre une phase sans gap a < «, et une phase avec gap o > «, [63, 64],
qui correspond a cette brisure de symétrie par translation.

La valeur du parametre qui sépare les deux phases a été calculée numériquement :
Qerig = 0.2411 4 0.0001 [118].

Modele général

Le modeéle général (6 # 0, # 0) a été étudié pour la premieére fois par Shastry et
Sutherland [66]. Pour la ligne 6 = 1 — 2q, le fondamental est exactement un produit de
singulets sur les liens forts. L’argument est tout a fait similaire a celui de Majumdhar-
Ghosh. R.Chitra et al. ont étudié le diagramme de phase dans son ensemble et ont montré
en particulier que la ligne de Shastry-Sutherland séparait un état désordonné commen-
surable d’un état désordonné incommensurable [68]. Ceci est réminiscent du probléme de
spins classiques qui forment une structure hélicoidale au dela d’une valeur critique de la
frustration.

Quelles sont les signatures expérimentales de la présence de la frustration ? Nous avons
rappelé dans 'introduction que la frustration impliquait des déviations importantes de la
susceptibilité magnétique par rapport a celle du modele de Heisenberg calculée par Bonner
et Fisher [54]. Une autre signature de la frustration a été trouvée dans les états excités. En
I’absence de frustration, les états excités sont formés d’un état triplet séparé du fondamental
par un gap, suivi d’un continuum d’excitations. En présence de frustration, des états liés
de deux triplets (singulets et triplets) se forment & une énergie plus faible que 1’énergie du
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seuil du continuum (voir figures (c) et (d) de (3.5)). Cette énergie de liaison se comprend
classiquement : lorsqu’on considere deux états triplets sur deux liaisons fortes voisines 11
et JJ, on gagne une énergie liée au couplage antiferromagnétique entre seconds voisins. Il
y a par conséquent une attraction entre les triplets, qui conduit a la formation d’états liés.

Pour a0 = «,, le modele de Sine-Gordon continu donne exactement 1’énergie de ’état
lié singulet. Le rapport de 1’énergie de 1’état lié E5 sur I’énergie du premier triplet E; est
donné exactement dans la limite de faible dimérisation par E,/E; = /3.

Pour une valeur quelconque de «, G.Bouzerar et al. ont calculé numériquement ce
rapport et ont montré qu’il dépendait de la frustration, mais était par contre indépendant
de la dimérisation § dans la phase commensurable 2a.+ 6 < 1 [53].

a) a<a,; 8=0 b} wsw,; 8=0
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F1G. 3.5 — Spectre des états excités en fonction des parametres du modele. Lorsque la
frustration est non-nulle, un état lié singulet se sépare du continuum.

L’état lié singulet a été trouvé dans les spectres de diffusion Raman dans CuGeOj [70].
Le rapport expérimental est donné par R ~ 1.83, suggérant que la frustration est plus faible
que la valeur critique 0.24. Nous reviendrons sur cette procédure dans la partie (4.6). Par
ailleurs, Le calcul de l'intensité de 1’état lié a montré que cet état devait bien apparaitre
dans le spectre de diffusion Raman [71]. CuGeOj3 est donc un composé qui présente a la
fois une dimérisation ¢ (qui explique le gap) et une frustration « dont la signature la plus
claire est ’existence de cet état lié.

La présence d’états liés de ce type semble tout a fait générale en présence d’interactions
magnétiques frustrées. Si ces états liés ont effectivement des énergies plus faibles, c’est
précisément parce que l'interaction frustrée pour le fondamental n’est pas frustrée pour ces
états. Nous verrons dans le chapitre 7 que le composé frustré bidimensionnel SrCuy(BOs3)s
présente une structure des états excités assez similaire.
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Aspect bidimensionnel

Des analyses de différentes expériences sur CuGeOgs fondées sur le hamiltonien uni-
dimensionnel (3.2) conduisent & des contradictions sur la valeur des parametres [52]. En
effet, Fabricius et al. ont obtenu a partir de ’analyse de la susceptibilité haute et basse
température les valeurs (J, = 160K, a = 0.36,9 = 0.016) [56]. G.Bouzerar et al. sont partis
de 'analyse des énergies des différents états excités a température nulle [53]. Ayant montré
que le rapport de I’énergie de I’état lié de triplets sur I’énergie du triplet ne dépendait que
de la dimérisation, ils ont extrait ce parameétre des expériences de diffusion Raman [70] et
de diffusion inélastique de neutrons [43] : R & 1.8. Cette valeur impliquerait une valeur de
la frustration o = 0.2, en contradiction avec les résultats obtenus a partir de ’analyse de
la susceptibilité magnétique o = 0.36. Comment réconcilier ces résultats ?

Récemment, G.Bouzerar, O.Legeza et T.Ziman ont montré que ces désaccords peuvent pro-
venir de 'approximation unidimensionnelle [52]. Ils ont considéré le modeéle bidimensionnel
suivant :

H = Hip+H,
Hip = D J(1+6(=1)")8;;.Sis1; + @8 ;.Sis2;
1,J
H, = Z JJ_»S_:i,j-'S—"i,j+1 (3-9)
1]

Remarquons que les liens forts sont décalés d’une chaine & autre (terme (—1)7), en accord
avec le schéma des distorsions de la figure (3.2). En partant de ce modeéle, ils ont montré
que la frustration extraite de I’analyse du modele unidimensionnel était surestimée d’un
facteur égal au rapport du couplage transverse sur le couplage principal. Ils ont extrait ce
rapport de la largeur de bande de la dispersion transverse de I’excitation triplet, mesurée
par diffusion inélastique de neutrons et montré finalement que ’ensemble des résultats
expérimentaux s’accordait avec les parametres suivants :

Jo = 146 K (12.2meV), o = 0.2,6 = 0.065, J, = 22K (1.8meV) (3.10)

En conclusion, le hamiltonien isotrope (dans I’espace des spins) bidimensionnel ci-dessus
semble bien décrire les résultats expérimentaux de susceptibilité magnétique, diffusion
inélastique de neutrons et diffusion Raman. Il constitue donc un bon point de départ
pour étudier les phases en fort champ magnétique ou sous pression hydrostatique (dans ce
dernier cas, nous donnerons qualitativement ’évolution des parametres dans le paragraphe

(4.6)).

Dans le paragraphe suivant, nous présentons en détails la limite de dimérisation forte, dans
la mesure ou celle-ci fournit des fonctions d’onde approchées qui seront utiles pour calculer
dans la suite différentes propriétés.
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3.1.3 Limite de dimérisation forte

Le calcul des états et des fonctions de corrélation de spins d’une chaine alternée est
particulierement ardu. Pour le probleme sur réseau, seules les techniques de diagonalisation
exacte de petits amas peuvent permettent d’obtenir a ce jour des résultats fiables. Dans le
diagramme de phase du modele unidimensionnel (3.3), il existe un point qui est en revanche
tres simple. C’est le point de dimérisation forte 6 = 1, pour lequel le systeme se réduit a
une collection de dimeres indépendants. Dans ce cas, il est possible d’étudier le systeme au
voisinage de ce point par la théorie de perturbation. Le calcul consiste donc a introduire
perturbativement le couplage entre les dimeres. Il a été formalisé en termes d’opérateurs
de bosons de coeur dur qui créent des triplets (on ne peut avoir deux triplets sur le méme
site) [72, 73].

Cette approximation a été employée a de maintes reprises pour décrire les excitations
de spins de certains composés, et notamment les dispersions des systemes comme CuGeOs;
(67, 52], NaV,0j5 [150] (modeles de chaine alternée (avec ou sans couplage frustrant)) ou
encore le composé bidimensionnel SrCuy(BO3)s [131]. Ces composés présentent néanmoins
une difficulté particuliere : pour les premiers, l'alternance est en réalité extrémement
faible, impliquant un régime de couplage fort et non de couplage faible; pour le com-
posé SrCuy(BO3)s, la proximité avec un point critique quantique impliquent des écarts
importants a la théorie perturbative.

Pour résoudre cette difficulté, des calculs de perturbation partant de la limite de
dimérisation forte ont été effectué en utilisant parfois des ordres élevés [67, 131] ou en
utilisant la méthode de Bogoliubov [72, 73] qui consiste & introduire aussi les états & deux
quasi-particules (qui sont en 'occurence des états triplets). Savoir dans quelle mesure ces
procédures sont justifiées est une question intéressante dans la mesure ol ces méthodes ont
I’avantage de fournir des fonctions d’onde simples.

Dans ce paragraphe, nous rappelons le résultat du calcul de perturbation au premier
ordre et montrons que celui-ci décrit parfaitement les excitations triplets dans les chaines
alternées de Sry4CugsOy41 pour lequel la dimérisation est forte (dispersion et intensité de la
diffusion inélastique de neutrons). Dans CuGeOQs, la dimérisation est faible et cette méthode
est a priori plus discutable. Nous comparons donc les résultats du calcul de la dispersion
et des intensités en utilisant ’approximation de dimérisation forte au premier ordre et
au troisieme ordre [67], 'approximation de Bogoliubov et le résultat de diagonalisation
numérique exacte [52].

Pour une chaine de spins avec des couplages alternés d’un lien a I'autre J et J' avec
J' < J (voir figure (3.6)), il est légitime d’entreprendre une approche perturbative ou le
petit parameétre est le rapport J'/J.

H=HO+nW (3.11)

avec

HO = T3 S5i.Soinr (3.12)
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HD =TS Soiv1-Soiro (3.13)

F1c. 3.6 — Modele magnétique : chaine de spins avec des couplages alternés J et J'. Dans
la limite J' < J, le fondamental est approximativement un produit de singulets de deux
spins sur les liens les plus forts J, représentés par les ellipses.

Dans ce cas, a lordre zéro (J' = 0), le systéme est constitué de dimeres absolument
découplés des voisins. Deux spins couplés par une interaction J > 0 ont pour état fonda-
mental le singulet d’énergie —3.J/4 et pour état excité le triplet dégénéré d’énergie +.J/4 :

S12. = %(‘TLLQ)— [4112)) (3.14)
thy = \%(Hﬁb)#— it2)) (3.15)
ty = [Tt2), [ad2) (3.16)

Pour avoir alors le fondamental de la chaine de spins a 'ordre zéro, il suffit de former I’état
produit des singulets sur chacun des liens pour lesquels le couplage est J.

1
U, = —(|T2pd — apT 3.17
0 1;[\/5(\ apdopr1)— HapTops1)) (3.17)

L’énergie de cet état est donc —3NJ/4 avec un nombre N de dimeres. Le premier état excité
(a Dordre zéro), est 1’état pour lequel un des dimeéres et un seul est dans un état triplet
tandis que tous les autres restent dans des états singulets. Il existe 3NV états dégénérés de
ce type puisqu’il est possible de former trois triplets sur n’importe lequel des N dimeres.

v = H Sop,2p+11% 211 (3.18)
pFi

Un calcul de perturbation des états dégénérés ou le couplage J' est introduit en pertur-
bation va lever la dégénérescence de ces états et former une bande d’excitations. En effet,
I’espace de Hilbert est restreint aux 3N états dégénérés ci-dessus et la perturbation est
diagonalisée dans ce sous-espace réduit :

H = (@7 | HO | o) (3.19)

Il est donc nécessaire de calculer des états tels que :
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HO | O = J' Y Sopi1.90p40 | T (3.20)
p

ce qui donne des termes a calculer comme :

HY | O =T (| Sap-2,2p-1)Sop—1.-S2p | 52p,2p+1>) | Sopt2,2p43)-- + (3.21)
+... (| 32i—2,2i—1>§2i—1-§2i \ t;’é,gm)) | 52i+2,2i43)-- (3.22)

ol le terme de droite de I'opérateur produit ggi_1.§2i agit a droite et le terme de gauche
agit a gauche. Il est alors commode d’utiliser le tableau suivant :

St | s12) = =5 | thy) S;‘$12>_\f| 2)
ST | s12) = f|t12> Sy | s12) = — f|t12>
St | s12) = 5 | 1) S5 | s12) = —3 | 1)

Ainsi si p # 4 —1 ou p # ¢, alors W, = ﬁ2p_1.§2p crée un état a deux triplets qui est hors
du sous-espace :
5 a 1 o Il 40,40

En revanche, lorsque p =7 — 1, I'opérateur W), a pour effet de transférer 1’état triplet d’un
dimere sur le dimere voisin. Considérons par exemple la composante S% = +1 :

So.Sasiatil = = Jthsw + (t5, — 95t51) (3.24)

Dans I’approche perturbative, les états construits a partir de deux triplets sont hors de
I’espace a considérer. Ainsi, en projetant dans ce sous-espace, il vient :

H | ¥) = (| ‘I’z+1>+ | Uit 1)) (3.25)

Il est alors tres facile de diagonaliser cette matrice en introduisant les états propres qui
respectent la symétrie par translation :

R \/_ > et LR | gy (3.26)

Dans cette expression, ﬁ? repere la position d’un dimere. En introduisant ces états dans
(3.25), on obtient 1’énergie de ces excitations, en prenant 1’énergie du fondamental nulle :
!

=J- %cos(?q”) (3.27)

Cette relation de dispersion ne dépend pas de m (elle est trois fois dégénérée), ce qui est
une conséquence de la symétrie par rotation totale. Le calcul perturbatif s’applique bien
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str dans la limite J' < J. Quand J' — J, les limitations du calcul perturbatif apparaissent
trés clairement. En effet, le gap (qui est ici 'énergie du mode triplet en ¢ = 0) vaut :
A J' J'

5= 1— 57 T 0((7)2) (3.28)

Dans le cas ou J' — J, aucune instabilité particuliere n’apparait. Or, il est trés clair que
le fondamental pris comme point de départ n’est plus le bon fondamental des que J' > J
puisque il est plus favorable énergétiquement de former des singulets sur les liens ot le
couplage est le plus fort. Dans ce calcul, aucune instabilité n’est détectée, soulignant ainsi
son caractere perturbatif. Nous verrons dans un paragraphe suivant une maniere d’aller au
dela de ce calcul de perturbation.

Afin de comparer les résultats de ce modele avec les résultats expérimentaux de diffusion
inélastique des neutrons, il est important de calculer les fonctions de corrélations spin-
spin. Pour une diffusion avec création d’un état triplet telle qu’elle peut étre réalisée a
basse température, il est alors suffisant de considérer I’élément de matrice suivant, et non
I’ensemble des états excités. De plus, du fait de I'isotropie du systeme, seul un élément de
matrice intervient dans la section efficace :

d*o
() =1 17 0) o =) (3:29

ou S; est 'opérateur de spins \/—lﬁ > eid-Bs S:". A ordre zéro, le fondamental est un produit
de singulets. En appliquant cet opérateur sur un singulet, il vient :

1 : = Bd . 1 1 za (1 — eiq”d
— R (S 4 et gt ) — e L e d
\/N ; € ( 1,1 € 1,2) \/i(|T1~L2> |\L1T2>)z \/N ; € ( \/§ ) |T1T2>z
(3.30)
ou d est la taille du dimeére. Ceci donne & ’ordre zéro :
+ 1— ¢ +1
Sq | Ug) = ————— | v ) (3.31)

V2

d’ou la dépendance en g bien connue de la section efficace de la diffusion inélastique de
neutrons sur un singulet de deux spins avec création d’'un état triplet :

| (Wt | S5 | Wo) = sin®(qyd/2) (3.32)
Correction de la section efficace de diffusion inélastique de neutrons au premier

ordre

Dans le calcul présenté ci-dessus, le fondamental choisi est un produit de singulets de deux
spins (ordre zéro en J'/J). Il est possible de calculer la correction au premier ordre en J'/.J
de cet état :
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Uy, | J'Sops1.Sopio | U
RAERDESS (W | J'Sop+1-S9p+2 | Yo) 10,) (3.33)
np €) — €p
En utilisant I’équation (3.23), on obtient la correction d’ordre 1 :
J! 1 1 1 1 0 0
! — —
‘ \IJ0> = H S2p,2p+1 + Q H Z (t;i,2i+1t2i+2,2i+3 + t2¢,2i+1t;i+2,2i+3 - t2i,2i+1t21'+2,2i+3)
P pFELpFAi+l 4
(3.34)

Muni de cette fonction d’onde, il est alors possible de calculer I’élément de matrice (3.29)
au premier ordre, en appliquant ’opérateur Sj sur cette fonction d’onde. Le résultat est :

. J'
g 17 1w0) = st (14 2 costoa ) (3.3)
Dans ce paragraphe, le calcul en perturbation au premier ordre des propriétés des excita-
tions triplets (dispersion, fonction de corrélation) a été effectué. Or il apparait clairement
que l'instabilité attendue lorsque J' — J n’est pas prise en compte par ce calcul. Il n’y
a rien d’étonnant a cela puisque il s’agit d’un calcul perturbatif dans la limite opposée
J'/J — 0.

Exemple d’application a Sr;;Cuy, Oy

Il est intéressant d’étudier un exemple de composé ou I’approximation de dimeres isolés
conduit a des résultats tout a fait précis. Il semble effectivement que les chaines de spins
présentes dans le composé Sri4Cus4O41 peuvent étre décrites par un modele de chaine
alternée avec une forte dimérisation. Dans ce cas, les dispersions et les intensités calculées
a partir de cette méthode se comparent tres précisément aux résultats expérimentaux.

Un modele de spins a déja été proposé pour décrire le magnétisme de basse énergie de
ce composé, formé de chaines et d’échelles [77]. Du fait de la stoechiométrie du composé, les
chaines sont plus que demi-remplies [75]. Elles possédent en effet trois trous supplémentaires
pour cinq sites de cuivre. Ces trous se placent sur les orbitales de I'oxygene et forment avec
le trou de l'orbitale du cuivre des singulets de Zhang-Rice. Ceci rend “non-magnétique” le
site du cuivre (aux énergies considérées). Le modele d’ordre de charge proposé consiste &
répartir les charges supplémentaires de telle sorte que la répulsion coulombienne entre ces
charges soit minimisée. Ceci est obtenu en formant une succession de 0+0++ ot 0 indique
un site magnétique (S=1/2) et + un trou supplémentaire qui rend le site non-magnétique
(voir figure (3.7) de droite). Le modele de spins de basse énergie concerne les interactions
entre les sites magnétiques des chaines (les états excités des échelles apparaissent a plus
haute énergie). Comme on peut le voir sur la figure (3.7), cet ordre de charge implique des
interactions J et J' alternée dans une chaine, car deux sites magnétiques sont plus proches.
Par conséquent, en premiere approximation, des singulets de deux spins se forment sur les
liens forts J.

Deux questions restent néanmoins en suspens :
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e Les études cristallographiques a haute température ont montré qu’il existait un
déplacement structural § = 0.77¢ d’une chaine par rapport a I’autre, dans la direction des
chaines. L’intensité du pic de Bragg associé a cette distorsion change avec la température.
Il est néanmoins tres difficile, étant donné le nombre d’atomes dans la maille élémentaire,
de donner la valeur de ce parametre dans la phase basse-température. Ce parametre est-il
tres différent dans la phase basse-température ?

e La seconde question concerne la répartition des charges d’une chaine a ’autre. Ou
se placent les charges sur la seconde chaine? Rappelons que la position des singulets de
spins en découle. Sur la figure (3.7), Matsuda et al. ont considéré un décalage ¢ — ¢ entre
la position des singulets sur la chaine centrale et sur la chaine de gauche.

P G S G N G S S N S S

Fi1a. 3.7 — Structure cristallographique, d’apreés [78], et modele d’ordre de charge et de
spins, d’apres [77].

Face a ces questions, nous considérons le méme modele, mais varions continuement le
parametre 6 pour prendre en compte a la fois les différentes possibilités d’ordre de charge et
la variation possible du déplacement structural entre la phase haute et basse température.
Nous sommes néanmoins obliger d’introduire un autre couplage .Jo entre chaines pour
prendre en compte la possibilité de position symétrique d’un singulet par rapport aux
singulets des deux chaines voisines.

Le modele de Matsuda et al. permettait de reproduire les dispersions et les intensités
des expériences de diffusion inélastique de neutrons. Nous voulons vérifier si ce modele reste
en accord avec les résultats plus précis de diffusion de neutrons obtenus par L.P.Regnault
et al., qui montrent des variations dans les intensités [76]. Dans cette référence, une ap-
proche fondée sur les corrélations avait d’ailleurs suggérée que l'ordre de charge pouvait
étre différent de celui proposé par Matsuda et al.. Il était par conséquent tentant de vérifier



3.1 Histoire du hamiltonien isotrope 85

ce point par une analyse simple de dimérisation forte.

Dans I’approche de dimérisation forte, la premiere excitation est une excitation tri-
plet séparée de I’état fondamental par un gap. Nous avons calculé dans le paragraphe
précédent, la dispersion de cette excitation dans une chaine alternée avec un dimere par
maille élémentaire. Dans le cas présent, il existe deux dimeres par maille élémentaire et
le calcul prend la forme d’une diagonalisation d’'une matrice 2 x 2. Il y a par conséquent
deux modes triplets dans la zone de Brillouin. Le résultat de ces calculs de dimérisation
forte pour la dispersion des deux modes + et pour l'intensité de la diffusion inélastique de
neutrons s’écrit :

!

J 1
e =J— 5 cos(5g|c) £+ 3 (:os((u)\/Jl2 + J3 4+ 2J1J5cos(5g))  (3.36)

Jy cos(gq)6) + Ja cos(q(c — 9)) y
\/Jf + J3 + 2J1J5 cos(g|c)

(3.37)

1 o () 12

!
. (1 - ;_J cos(q”c)) X <1 F ;—(1] cos(qL)\/l + (j_?)? + Qj—? cos(ch)) (3.38)

14 ———

E (meV)

Q {riu} Q, (rlu)

Fic. 3.8 — Dispersion des deux modes triplets de Sri4Cus40O4; observés par diffusion
inélastique de neutrons. Les résultats expérimentaux sont tirés de [76]. Le calcul est fondé
sur 'approximation de dimérisation forte (les parametres utilisés sont indiqués ci-dessous).

En étudiant différents jeux de parametres, nous confirmons le modele initialement proposé
par Matsuda et al.. Sur les figures (3.8) et (3.9), nous donnons la comparaison entre les
résultats expérimentaux et le calcul présenté ci-dessus. Les dispersions et les intensités
sont correctement reproduites. La précision expérimentale sur les intensités nous montre
qu’il est néanmoins nécessaire d’introduire une interaction transverse .Jo entre les dimeres
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Fic. 3.9 — Intensités des deux modes triplets dont la dispersion est donnée ci-dessus.
Résultats expérimentaux [76] et calcul de dimérisation forte.

seconds plus proches voisins appartenant a des chaines différentes. Les parametres que nous
proposons sont donc :

J =11.3meV,J = —1.4meV, J; = 1.6meV, J, = 0.4meV, § = 0.85¢ (3.39)

Le bon accord avec les résultats expérimentaux montrent que I'approche de dimérisation
forte peut fournir des résultats quantitatifs lorsque I'approximation perturbative est jus-
tifiée (ici, J'/J ~ 0.12 < 1).

Prise en compte des états a deux particules : Méthode de Bogoliubov

La prise en compte des états a deux triplets permet d’améliorer ce calcul et de trouver
I’existence de l'instabilité pour J' — J. Le point de départ de ce calcul consiste & res-
treindre de fagon arbitraire I'espace des états aux états a 0, 1 et 2 “quasi-particules”, ou
les quasi-particules désignent ici des dimeres dans des états triplets. En aucun cas, ce trai-
tement est un traitement exact puisque I'espace de Hilbert est arbitrairement tronqué et de
nombreux états ne sont pas considérés. Ce traitement est a priori meilleur que le traitement
perturbatif précédent en cela qu’un plus grand nombre d’états est pris en considération.

Concretement, 'ensemble des états est restreint a des états tels que []; 52i 2i+1, [Tizp S2i2i11t2p 2p 41

et [Tizpitpt+1 S2i2i+1t2p 2pr1t2pt2,2p+3- Le hamiltonien est projeté dans cet espace d’états. En
appliquant % sur 1’état fondamental, on génére des états & 0 et 2 triplets (voir équation
(3.23)), en appliquant le méme opérateur sur des états a un triplet, on génere des états a 1,
2 et 3 triplets (voir équation (3.24)) qu’il est nécessaire de projeter dans 1’espace considéré.
De méme, en appliquant cet opérateur aux états a deux triplets, on génére entre autres des
états a quatre triplets qui sont hors de I'espace. C’est en éliminant arbitrairement ces états
qu’on réalise une approximation. La projection implique le calcul de plusieurs éléments de
matrice :
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2 3 1
(9134 | 2.3 | s12834) = 1 (3.40)
2 & 1
<812tg4 | 82.53 ‘ t(1)2834) = _Z (341)
(95184 | S2.55 | s12t3,) = 0 (3.42)

[’action de cet opérateur peut étre représentée dans cet espace d’états par un opérateur
de bosons avec la contrainte qu’il ne peut y avoir deux bosons sur le méme site [72, 73].
En terme de ces opérateurs de bosons, et d’apres les éléments de matrice ci-dessus, le
hamiltonien peut se récrire :

!

J
H= 3 Jatee = T et + ol + e0e) (3.43)
7

4

ce qui donne pour une chaine et pour un S? donné, apres transformation de Fourier :

B
H=>" Agtht,+ é’(t;tiq T tgt ) (3.44)
q
oun A, =J — %, cos(2q)) et B, = —J?' cos(2g)). Une transformation de Bogoliubov permet

de trouver les deux opérateurs propres :

(e )= () () 40

Les opérateurs t, sont des opérateurs de bosons. En effectuant la diagonalisation, il est
possible dans ce cas de préserver le caractére bosonique des opérateurs. Dit autrement, les
nouveaur opérateurs o, peuvent s’obtenir a partir des anciens ¢, via une transformation
canonique (qui préserve les relations de commutation). La condition [t,,}] = 1 se traduit
par u2 — v? = 1. Les deux parametres u, et v, peuvent alors se calculer facilement et il

q q
[A, ¥ B
(Uq + ’Uq)2 = ﬁ (346)
q q
Les valeurs propres sont alors :

vient :
J/
Ef =+,/A2 - B2 = ﬂ:J\/l -5 cos(2q) (3.47)

et le hamiltonien peut se récrire a ’aide des nouveaux opérateurs :

H=> Eulq (3.48)
q

Le fondamental et 1’état propre triplet sont donc définis par :
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| Wg) = af | o) (3.49)
g | To) =0 (3.50)

La section efficace de diffusion des neutrons est proportionnelle a :

d*c .
() =10 155 1) - ) (351

Les états WU, et \112 sont respectivement 1’état fondamental et 1’état excité triplet. Pour
calculer I’élément de matrice, il est nécessaire de transformer 'opérateur S; en terme des
opérateurs propres oy.

(Wq | S5 | To) = (Yo | @S} | Vo) (3.52)
Il faut exprimer S; en fonction des «, pour pouvoir calculer ce dernier terme. Or S; =

fo(ti+1_y), ol f, est le facteur de forme du dimére (1—€*1%/?) /1/2. En inversant la matrice
de passage de Bogoliubov, il vient t{ +t_, = (uq—vy) (al—ay), soit SZ = f,(ug—vy) (cf — )
. En utilisant (ogaf) = ([og, of]) = ‘I (car ce sont des opérateurs de bosons) il vient alors :

(g [ S5 | o) [*= £ (ug — v,)* (3.53)

En réexprimant les coefficients u, et v, en fonction des parametres du hamiltonien, il vient :

A, - B, sin®(4)
o[ S7 | o) = f; 3.54
(%1571 %) P= £\ 3 5 Tt (3.54)

Dans la limite J' — 0, le calcul perturbatif s’applique pleinement. Dans cette limite, la
fonction d’onde du fondamental est trés proche du produit de singulets trouvé au para-
graphe précédent. On retrouve dans ce cas les résultats du calcul perturbatif :

E, = J—i,cos(QqH) (3.55)
(8] 57| W) P = sin (2')<1+%608(2qn)> (3.50)

Dans la limite opposée J' — J, le calcul perturbatif ne donne pas un résultat singulier
contrairement a ce qui est physiquement attendu. En effet, une instabilité existe puisque
pour J' > J les diméres ont tendance a se former sur les liens voisins ou 1’échange est
maintenant le plus fort. Dans ce calcul, on trouve effectivement une singularité en gy = 7 :

JI
E, = Jy1-= 3.57
7 (3.57)

(T | Sz [ To) | ~ ——— (3.58)
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Le gap 1D est donc donné par J4/1 — (‘]7') En utilisant les notations, J — J(1 + J) et
J'— J(1 =), il vient dans la limite de faible dimérisation (faible §) :

A(lignérisation forte — J(25)% (359)

Or, dans cette limite, les calculs de bosonisation ont montré qu’un gap de spins apparaissait
effectivement, mais avec une puissance différente (& des corrections logarithmiques pres) :

All)gsonisation ~ 5% (360)

Ainsi dans la limite de faible dimérisation, le calcul de dimérisation forte surestime large-
ment le gap. Cela n’est pas étonnant puisque le point de départ de ce calcul est un état
complétement dimérisé avec un gap fort A = J. Notons que la limite perturbative don-
nait un gap A;p — 1/4 qui ne s’annulait pas lorsque § — 0. Le calcul “4 la Bogoliubov”
améliore notablement ce dernier point puisque le gap calculé de cette maniere s’annule,
certes avec une puissance éronnée. Si ce type de calcul semble apparemment rendre compte
de l'instabilité lorsque 6 — 0, il apparait en réalité qu’il donne des résultats faux des le
deuxiéme ordre en J'/J. En effet, donnons le développement du résultat de la méthode “a
la Bogoliubov” ainsi que le deuxiéme ordre calculé en perturbation par [67] :

La comparaison entre ce type de calculs approchés et des calculs numériques exacts va étre
présentée.

Quels états sont pris en compte par cette approximation ?

Dans le cadre de cette approximation, le fondamental n’est plus un simple produit de
singulets, mais est formé d’autres états. En ressommant une infinité de termes, celui-ci
s’écrit, [72] :

| W) = X e | ) (3.63)

Il contient donc des termes a deux, quatre... triplets, tels que celui qui a été obtenu dans
le calcul perturbatif au premier ordre (3.34). Cet état peut-étre vu comme un singulet
de spins formé sur le lien faible, et écrit dans la base des états singulets, triplets formés
sur les liens forts. En effet, en considérant un modele a quatre spins avec des interactions
alternées J et J' dont il est possible de trouver exactement les états dans la base des
singulets et triplets formés sur les liens forts, il apparait, dans la limite J'/J — +o0, que
le fondamental, dont on sait qu’il est égal au produit de singulets sur les liens J', s’écrit
précisément comme un produit de tels triplets.
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Application a CuGeOg

Pour le hamiltonien bidimensionnel de CuGeOj; (équation (3.9)), les expressions de A, et
B, qui interviennent dans la méthode de Bogoliubov se calculent facilement :

A, = Jtg-2E=0=2)

J(1 -6 -2
B, = —¥ cos(2q)) — J1 cos(g)) cos g1 (3.65)

Les valeurs des parametres qui interviennent dans cette expression ont été déterminés dans
la référence [52] a partir de différents résultats expérimentaux, entre autres a partir du
calcul de diagonalisation exacte de la dispersion des excitations triplets :

cos(2g)) — J cos(g)) cos q. (3.64)

J =12meV,§ = 0.065,a = 0.2, J, = 1.8meV (3.66)

D’apres les expressions ci-dessus de A, et B, la dispersion et I'intensité de I'excitation
triplet sont données dans ’approximation de Bogoliubov par :

1—0—2a J
ogol. L
EPost = \JA2 - B2 = J(1+ (5)\/1 - cos(2q)) — 2 7 cos(gy) cos(q) (3.67)

|[A, — B sin?(4)
\IIO S% | U 2_ f2 q 9 _ 2 (368)
| < q | q ‘ 0> ‘ q Aq + B, \/1 _ 1-0—-2a cos(2qH) _ QJTJ‘COS(QH) cos(qL

146

Dans le paragraphe précédent, nous avons montré que ce calcul “a la Bogoliubov” est en
réalité faux des le deuxieme ordre de perturbation. Le résultat est néanmoins tracé sur la
figure (3.10).

G.Uhrig a calculé exactement les ordres successifs de perturbation jusqu’a l'ordre 3 [67].
Le résultat qu’il a obtenu est aussi tracé sur la figure (3.10) pour les parametres proposés
ci-dessus.

Ces résultats analytiques sont a mettre en regard avec les résultats de diagonalisation
numérique exacte d’une chaine, combinées avec un traitement perturbatif des couplages
transverses. L’expression correspondante de 1’énergie est [52] :

Efieg-eracte — ] Ja — beos 2 — J1 cos(q)) cos(qL) (3.69)

ol a = 0.921 et b = 0.819 sont des parametres obtenue a partir d’'un calcul de diago-
nalisation exacte. Le facteur de forme S, = (S7S? ) (qui est égal a la section efficace
de diffusion inélastique de neutrons dans I’approximation d’un seul mode) a été calculé
par diagonalisation exacte par D.Grempel et al. [79]. Ce calcul reproduisait parfaitement
le résultat expérimental. En revanche, les parametres utilisés étaient différents de ceux
présentés ci-dessus, qui sont considérés maintenant comme plus corrects.

Il apparait tres clairement sur la figure (3.10) que le calcul de dimérisation forte, tant
le calcul purement perturbatif au premier ordre que celui qui prend en compte des états
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Fig. 3.10 — Dispersion de l’excitation triplet (a gauche) et intensité de la diffusion
inélastique de neutrons (& droite) : calcul perturbatif (1" et 3¢ ordre [67]) et calcul
a la Bogoliubov. La comparaison avec le calcul de diagonalisation exacte [52] est faite pour
la dispersion. Les résultats expérimentaux de L.P.Regnault et al. sont indiqués par des
carrés noirs [43].

a deux triplets, est quantitativement tres mauvais, méme s’il reproduit qualitativement
bien I’allure de la courbe. Ce résultat n’a rien d’étonnant puisque ce calcul est par nature
perturbatif dans la limite J'/J < 1. L’appliquer dans la région .J'/J = 1 ne peut donc
conduire a des résultats quantitativement corrects. En revanche, le calcul a I’ordre 3 semble
donner des résultats assez corrects (& 20% pres) pour ce parametre de dimérisation (6 =
0.065).

En conclusion, les calculs de dimérisation forte donnent une bonne approche qualitative
de la dispersion et des sections efficace de diffusion inélastique de neutrons. Dans la limite
de faible dimérisation, les comparaisons quantitatives sont, d’apres la figure présentée ci-
dessus, assez délicates.
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3.1.4 Le hamiltonien est-il réellement isotrope ?

Le modele de CuGeOj3 semble bien décrit par un modele bidimensionnel isotrope dans
I’espace des spins. Le couplage transverse entre chaines est assez important, notamment
pour tirer des conclusions quantitatives sur la valeur des parametres (si on oublie le cou-
plage transverse, on fait typiquement une erreur de lordre de J,/J sur la valeur des
couplages du modele unidimensionnel).

Cependant, malgré ces succes, plusieurs résultats expérimentaux récents restent large-
ment incompris.

— C’est le cas des expériences de polarisation de neutrons de L.P.Regnault et al. [91].
S.Maleyev a montré qu’elles ne pouvaient étre comprises dans le cadre d’'un modele
isotrope et a introduit une interaction de Dzyaloshinski-Moriya dans le hamiltonien
présenté ci-dessus [93]. Pourtant, il a conclu que seule une interaction anormale-
ment grande pourrait expliquer ’effet observé. Il est par conséquent intéressant de
considérer ces expériences plus en détails.

— Par ailleurs, des expériences de résonance électronique de spins [49, 80] et d’absorption
infrarouge [100, 101] ont mis en évidence une absorption & ’énergie correspondant
a une transition de I’état fondamental au premier état excité triplet. Pourtant, de
telles transitions sont, de méme, interdites dans un systéme purement isotrope (partie
(2.2) du chapitre 2). Par conséquent, quelles sont les anisotropies responsables de ces
transitions ?

— Dans les expériences d’EPR, la largeur de raie d’absorption serait infiniment fine en
I’absence d’anisotropie. Yamada et al. ont supposé qu’une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya est a l'origine de la largeur de raie finie observée expérimentalement dans ce
composé [44]. Il est par conséquent important de considérer de telles interactions.

— Des résultats récents de diffusion inélastique de neutrons ont montré qu’il existait
un second mode d’excitation [81] qui n’avait pas été observé initialement. Quel
est 'origine de ce mode? G.Bouzerar et al. ont montré qu’une petite distorsion
supplémentaire qui impliquerait une différence de couplage isotrope d’une chaine
a l'autre pourrait expliquer ce second mode [52]. Or, de telles distorsions n’ont pas
été observé a ce jour. Existe-t-il une explication compatible avec la structure cristal-
lographique connue ?

Ces questions montrent que de nombreux détails restent a comprendre dans la phase
magnétique basse-température et soulevent des problemes transposables a d’autres oxydes.

Les anisotropies les plus fortes prennent la forme d’interactions de Dzyaloshinski-Moriya
dans les composés de spins 1/2. Dans la suite de ce chapitre, nous allons regarder si de
telles interactions sont autorisées ou non par la symétrie du cristal de CuGeQOj3. Nous allons
reconsidérer la présence du second mode d’excitation au regard de l'effet de I'interaction
de Dzyaloshinski-Moriya sur le spectre des excitations. Les autres questions seront 1’objet
des chapitres suivants.
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3.2 Interaction de Dzyaloshinski-Moriya

La présence de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya est soumise a des regles de symétrie
tres strictes. Proposer un modele incluant des interactions de Dzyaloshinski-Moriya nécessite
donc de connaitre précisément la structure cristallographique du composé en question.

Concernant CuGeQgs, une controverse au sujet de sa structure cristallographique oppose
la structure “francaise” [42] et la structure “japonaise” [45]. La controverse est partie de
la suggestion de Yamada de 'existence d’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya entre
les spins des chaines, sur la base d’expériences de largeur de raie d’EPR, [44]. Or, selon la
structure alors connue, une telle interaction était interdite du fait de I’existence d’un centre
d’inversion au milieu du lien entre les deux spins plus proches voisins d’'une méme chaine.
Une expérience de rayons-x conduite par Hidaka et al. [45] a alors confirmé, en accord avec
la suggestion de Yamada, que la symétrie du cristal était en réalité plus basse que celle qui
était connue a I’époque. Cette derniere structure permettait donc, du point de vue de la
symétrie, I’existence d’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya entre les spins d’'une méme
chaine.

Cependant, suite a ces mesures de rayons-x, des mesures de diffraction de neutrons ont
été réalisées a Saclay [46] et les réflexions associées a la brisure de symétrie observée par le
groupe japonais ont été a nouveau testées. Aucune des réflexions trouvées par Hidaka et
al. ne sont apparues dans cette expérience, ce qui confirmerait plutot I’ancienne structure.

Ainsi, ces résultats expérimentaux conduisent a un “conflit” entre les deux structures,
la “japonaise” autorisant ’interaction de Dzyaloshinski-Moriya entre les spins d’une méme
chaine et la “francaise” l'interdisant. Aujourd’hui, il n’y a toujours pas de consensus sur la
vraie structure cristallographique.

Dans le paragraphe qui suit, la structure “francaise” est prise comme point de départ
et les interactions de Dzyaloshinski-Moriya sont alors déduites des principes de symétrie
établis par Moriya [2]. L’existence d’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya transverse,
fait d’ailleurs déja noté par Maleyev [93], n’est en réalité pas tributaire de I'une des deux
structures, puisque les deux s’accordent grosso modo sur la structure transverse aux chaines,
le point de désaccord essentiel concernant la structure des chaines.

3.2.1 Regles de symétrie

La structure cristallographique “frangaise” est représentée sur la figure (3.11). En choi-
sissant cette structure comme point de départ, nous nous appuyons sur l'existence d’un
centre de symétrie au milieu du lien entre les spins d’'une méme chaine ; dans ce cas, aucune
interaction de Dzyaloshinski-Moriya entre les spins plus proches voisins ne peut exister,
ce qui peut étre éventuellement en désaccord avec la réalité si cette derniere structure
s’avere erronée. De toute facon, si une interaction de Dzyaloshinski-Moriya apparaissait a
basse température du fait de faibles distorsions non observées du réseau (si la structure
a basse température est fausse), son ordre de grandeur serait réduit par 'ordre de gran-
deur de la distorsion qui brise la symétrie par centre d’inversion . On aurait dans ce cas
D ~ (g)(%)J , ce qui serait probablement tres faible (on reverra d’ailleurs ce point lors
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du calcul microscopique de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya en présence d’une faible
distorsion de la géométrie des chaines). Ainsi, il semble déraisonnable d’envisager une in-
teraction de Dzyaloshinski-Moriya entre les spins plus proches voisins d’'une méme chaine
tant que des distorsions importantes n’ont pas été observées.

Par ailleurs, l'existence d’une interaction d’échange frustrante entre seconds voisins
d’une méme chaine est bien connue pour ce composé. Au dessus de la température de la
transition Spin-Peierls, le milieu du lien entre seconds voisins (qui est confondu avec I’atome
de cuivre intermédiaire) est aussi un centre d’inversion pour la structure et une interaction
de Dzyaloshinski-Moriya ne peut pas exister. Cependant, en dessous de la température de
transition, les distorsions du réseau brisent cette symétrie par centre d’inversion. D’apres
le mécanisme microscopique proposé par Moriya, 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya
provient elle-aussi du mécanisme de super-échange. 1l est donc suffisant de considérer uni-
quement les atomes mis en jeu dans les processus de super-échange et les symétries as-
sociées a ces atomes, et non la symétrie du cristal dans son entier. Or, les processus de
super-échange qui conduisent a un échange entre seconds voisins utilisent les deux chemins
(Cu— 0O(2) — O(2) — Cu). Ils possedent les symétries suivantes :

e plan miroir qui contient tous ces atomes.

e plan miroir qui contient le lien (Cu — Cu) et qui est orthogonal au précédent.
D’apres les régles de symétrie énoncées par Moriya [2], le vecteur de Dzyaloshinski-Moriya
doit étre perpendiculaire a ces deux plans, et est donc nul. Suivant ce qui a été dit plus
haut, les contributions des autres chemins de super-échange dont les symétries seraient
plus basses sont, de toute fagon, beaucoup trop faibles pour générer une interaction de
Dzyaloshinski-Moriya d’un ordre de grandeur raisonnable. On peut donc conclure que
I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya est absente des chaines.

La meéme conclusion s’impose lorsqu’on étudie les interactions entre les spins des plans
successifs (dans la direction a), par ailleurs trés faiblement couplés.

Par contre, le milieu du lien (Cu — Cu) des chaines adjacentes n’est pas un centre
d’inversion et une interaction de Dzyaloshinski-Moriya couplant les chaines peut de ce fait
etre attendue. D’apres les arguments de symétrie suivants, on peut voir que le vecteur de
Dzyaloshinski-Moriya est en effet orienté dans la direction ¢ (direction des chaines) et qu’il
alterne de liens en liens en se déplacant dans la direction transverse b. Les arguments de
symétrie sont les suivants :

e plan miroir (ab) qui contient le lien (Cu — Cu). D est donc perpendiculaire A ce plan :
D| e

e chaque Cu est un centre d’inversion (strictement, cela n’est pas vrai car le réseau subit
des distorsions & basse température, mais ces derniéres restent tres faibles). D alterne de
liens en liens dans la direction transverse.

Notons que ces symétries sont les mémes dans la phase haute température que dans
la phase basse température, de telle sorte que cette interaction doit étre présente dans les
deux phases.

Selon le calcul de I’échange transverse réalisé par Khomskii et al. [113], nous présumons
que le principal chemin de super-échange est le chemin (Cu — O(2) — Ge — O(2) — Cu)
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Fic. 3.11 — Structure cristallographique de CuGeQO3. Les chaines de cuivre sont orientées
selon 'axe c¢ et les atomes de cuivre sont représentés par de petits disques noirs, comme
par exemple au centre de la figure. Les atomes d’oxygene 2, de part et d’autre du lien
(Cu — Cu) sont représentés par les gros disques noirs ; tandis que les atomes de germanium
apparaissent en blanc et les atomes d’oxygenes 1 en gris clair. Dans le parallélépipede, on
voit une partie de trois chaines et les chemins de super-échange entre les atomes de cuivre
des chaines (Cu — O(2) — Cu) avec un angle proche de 90 °. On voit aussi les différents
chemins de super-échange transverse (deux chemins équivalents (Cu—0O(2)—Ge—0(2)—Cu)
et un chemin (Cu— O(1) — Cu)), conduisant & une interaction d’échange magnétique entre
chaines. L’absence de centre d’inversion au milieu du lien séparant les cuivres des chaines
adjacentes, et qui conduit a I’existence de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya, est tres
claire du fait de la dissymétrie entre le “pont” (Cu — O(2) — Ge — O(2) — Cu) et le lien
(Cu—O(1)—Cu). L’alternance du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya provient de I’orientation
respective du pont (Cu — O(2) — Ge — O(2) — Cu), qui est alternativement vers le haut et
vers le bas lorsqu’on se déplace dans la direction b.
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plutét que (Cu — O(1) — Cu).
Sur la base de ces arguments de symétrie, il est donc possible de déterminer completement
I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya transverse :

—

W = Z JDJ_C S’L,] X S,J—H) (370)

La variable j repere les différentes chaines. Cette interaction est du premier ordre en
spin-orbite et, selon I'estimation de Moriya, de 'ordre de (%)J 1[2]. Dans ce composé,

I’écart du facteur gyromagnétique a été mesuré et est de 'ordre de % = 0.07 [114, 115].
Par ailleurs, J; a été estimé J, = 1.8meV [52], ce qui entraine que D =~ 0.2meV. Cette
interaction est bien stir beaucoup plus petite que I’échange magnétique principal dans la
chaine J, = 12meV.

Fait déja noté dans le premier chapitre, Aharony et al. avait insisté il y a quelques années
sur le role important des anisotropies du second ordre en spin-orbite en comparaison avec
les anisotropies du premier ordre [12]. En particulier parce que ces premieres devaient
restaurer dans une certaine mesure la symétrie par rotation. Or, comme il a été mentionné
en introduction, Koshibae et al. [13] ont montré que ce résultat était en réalité restreint aux
modeles a une seule orbitale. Dés lors que plusieurs orbitales rentrent en jeu, cette symétrie
n’a plus de raison d’étre [13]. CuGeOj est a priori un modele & plusieurs orbitales puisque
les orbitales d du cuivre sont hybridées avec les orbitales p de 'oxygene. Autrement dit,
les anisotropies du second ordre ne doivent pas a prior: jouer un role aussi crucial dans ce
composé. Comme elles sont du deuxieéme ordre en spin-orbite, elles peuvent étre oubliées
en premiere approximation.

3.3 Effet sur le spectre des excitations de spins

3.3.1 Reésultat expérimental

L’existence d'un mode d’excitation de spins supplémentaire avait été initialement suggérée
par les expériences d’ESR, [49], sur lesquelles nous reviendrons par la suite. Une excitation
de spins d’énergie 5.7meV avait en effet été découverte, contrairement a toute attente. En
effet, a partir des résultats de neutrons et des propriétés de translation, I'excitation de
spins connue jusqu’alors était attendue dans les expériences d’ESR (¢ = 0) a une énergie
beaucoup plus faible, de 'ordre de 2.1meV. Ce mode constituait donc bien une excita-
tion supplémentaire; d’autant plus que sur la base de transitions entre les composantes
du triplet d’excitations, un gap de spins a 2.1meV avait aussi été détecté, conduisant a la
conclusion d’une structure en double gap [49].

Récemment, ce mode supplémentaire a été clairement identifié dans les expériences de
diffusion inélastique de neutrons, ot il est apparu avec une intensité beaucoup plus faible et
ou il a pu étre suivi dans une grande partie de la zone de Brillouin [81]. Ces derniéres me-
sures apportent une information importante sur les propriétés de translation du systeme.
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Le second mode d’excitation a une dispersion qui apparait posséder la symétrie par transla-
tion d’un vecteur 27 /b. Cela entraine que la maille élémentaire pour les excitations de spins
est doublée dans la direction b, reflétant ainsi I’exacte maille élémentaire cristallographique
(voir figure (3.11)).

Initialement, des couplages magnétiques isotropes différents d’une chaine a l'autre
avaient été proposés. Ceci double effectivement la taille de la maille élémentaire (b/2 — b)
et conduit & un mode “optique” [52]. D’apres les mesures de rayons-x, les deux chaines sont
pourtant équivalentes a la précision de I’expérience. Néanmoins, cette différence d’échanges,
suffisante pour expliquer le mode ”optique”, pourrait provenir de tres faibles distorsions
du réseau qui n’auraient pas été vues dans les expériences de rayons-x.

Dans le paragraphe suivant, nous voulons montrer que l'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya précédemment introduite sur la base de la symétrie du cristal conduit effectivement
a l'existence d'un “mode optique” dont les propriétés sont analogues a celles observées
expérimentalement (dispersion, intensité). Cette explication est de plus entiérement com-
patible avec la structure cristallographique du composé et ne nécessite pas d’invoquer de
nouvelles distorsions du réseau.

3.3.2 Calcul du spectre dans I’approximation de dimérisation
forte
Dans cette partie, nous recalculons de facon approchée la dynamique des excitations

de spins de basse énergie en présence de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya transverse.
Le modele magnétique considéré est donc :

H = Hip+Hy (3.71)

Hip = > J(1+8(-1)")S; ;.81 + S ;.S (3.72)
2

H, = Z JJ_S’i,j-S_”i,j—}—l =+ (—1)7'DL5'. (gi,j X S’fi,j—kl) (373)
2

Le réseau et les couplages sont représentés sur la figure (3.12).
De nombreuses tentatives concurrentes ont été proposées pour extraire les parametres
de ce modele des différents résultats expérimentaux disponibles. Il semble désormais que
la prise en compte du caractere bidimensionnel de ce composé résolve quantitativement
la controverse sur la valeur des parametres [52]. Dans cette référence, un ensemble de
parametres (excepté 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya) a été proposé (J = 13meV,
a = 0.2, = 0.065, J, = 1.8meV); ils semblent en accords a ce jour avec la plupart
des résultats expérimentaux (mesure de susceptibilité, diffusion inélastique de neutrons,
diffusion Raman) [52].

Nous utilisons le calcul de dimérisation forte utilisé par de nombreux auteurs [67, 52]
et introduit précédemment dans le chapitre d’introduction a cette technique. Nous nous
plagons dans la limite de dimérisation forte (§ — 1, « — 0, J, — 0) pour laquelle le calcul
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FiG. 3.12 - Modele magnétique 2D pour la phase basse température de CuGeQOs. La direc-
tion des chaines est la direction c. Les propriétés de translation du modele en ’absence de
I’interaction de Dzyaloshinski-Moriya sont données par les deux vecteurs tracés en poin-
tillés.

est simple. Pour CuGeOs, la dimérisation est en fait trés faible (§ = 0.065) et ce type
de calcul, méme qualitativement correct (forme des dispersions) reste tres approché (voir
chapitre d’introduction).

L’effet perturbatif des interactions ¢, «, J, est de délocaliser I’excitation triplet, loca-
lisée sur un dimere en ’absence de ces interactions, et de former une bande d’excitations.
Ce traitement a été largement développé dans le chapitre d’introduction.

Dans la référence [52], le spectre des excitations triplets a été calculé et est trois fois
dégénéré a cause de la symétrie par rotation autour de n’importe quel axe :

w(qy,qL) = wip(g)) — JLcos(g) cos(qL) (3.74)

ol wip est la dispersion le long des chaines. Pour prendre en compte l'interaction de
Dzyaloshinski-Moriya, qui alterne de liens en liens, il faut maintenant distinguer entre
les deux types de chaines A et B de la maille élémentaire. Il faut de plus distinguer les
triplets de nombre quantique S* différents (S* = +1, 0) puisque l'interaction est anisotrope.
La direction du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya est notée z (notation provisoire pour la
direction cristallographique c). Les équations du mouvement pour un triplet de type A ou
B, et de S§% = +1, projetées dans cet ensemble d’états sont :

Zhi U _ wip(q)) —(JL £ @D, )cos(q)) cos(q.) LA
AN Zid —(J1L F 1D, ) cos(q) cos(g.) wip(q) v bP
(3.75)

Les triplets sont 1 encore définis par U4 = LN i jea €T (T £0.5) sk)ty; . Quant

aux triplets S* = 0 A ou B, il ne sont pas couplés par l'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya. Aussi, leurs énergies et fonctions d’ondes sont les mémes qu’en I'absence de cette
interaction (équation 3.74). La diagonalisation de cette matrice donne les énergies et les
vecteurs propres des deux modes (). Pour S* = +1 :

)
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w(q|, q)™hE = wip(q)) £ \/JT + D? cos(g)) cos(q.) (3.76)

1 i
\II;—L:t — E(\I}J’LB :F e 0\113—1"4) (3.77)

ou tanf = D, /J,. Dans la notation \Il;”’i, m dénote le nombre quantique S* et prend
les valeurs +1; I'indice & repére ce qui a été appelé “mode acoustique” (—) ou “mode
optique” (+). Le méme résultat est obtenu pour S* = —1 (symétrie par renversement du
temps), & ceci pres qu’il est nécessaire de changer § en —f dans I'expression du vecteur
propre. Pour S% = 0, seul le mode ”acoustique” apparait (—).

w(gy, q1)° = wip(qy) — JL cos(g)) cos(q.) (3.78)

NF—r—F—F—"—"F—+—"7—"—"—F "] 6 —r— T — —
M=~ mode optique
—~
=
o 4 7
E
—~
(@]
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FiG. 3.13 - (a) Energies des excitations triplets en fonction de g, la levée de dégénérescence
du mode ”acoustique” est tres faible. (b) Energies des excitations triplets en fonction de
v, échelle d’énergie n’est pas la méme que dans la fig.(a), en particulier pour la levée de
dégénérescence du mode ”acoustique”. Le centre de zone est soit (0, 0) soit (m, 7).

La section efficace de diffusion inélastique de neutrons restreinte aux états triplets est
donnée a température nulle par :

<df§9> = %Im’i(ﬁd(w - wg*) (3.79)

™) =D _(1—ga) [ (Tg= | S7 [ o) (3.80)
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Jo est la composante o du vecteur de diffusion ¢ normalisé. Si on oublie le facteur géométrique
(1 —§2), on peut se restreindre a 1’évaluation des grandeurs :

S™(q,w) = ST (q,w) =\| (‘D;l”L | S; | Wo) |2 6(w — w;l’”L)l—i-...
mode ”:)rptique”

e BT S Wo) P 0w — w“")} (3.81)

q

~

~
mode ”acoustique”

S (g,w) = | (g | S; | To) [* 6(w — wp) (3.82)

>

-~

mode ”acoustique”

e Premierement, nous retrouvons le mode triplet qui avait été observé initialement
(mode ”"acoustique”) et calculé auparavant a partir d’'un modele isotrope. Ce mode est
légerement modifié puisqu’il présente une faible levée de dégénérescence : les états S* =0
et S* = 41 du triplet (représenté par les deux lignes pleines de la figure (3.13)) ont une
énergie légerement différente. Cette faible levée de dégénérescence est une conséquence du
caractere anisotrope de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya. Son ordre de grandeur est

donné de facon grossiére par le rapport % (voir tableau ci-dessus). Cette valeur est en
effet a relativiser puisqu’elle apparait au second ordre dans le couplage spin-orbite et le
calcul mené ici est un calcul du premier ordre. Ainsi, si on veut donner une estimation
précise de ce gap, il faut prendre en compte ’ensemble des anisotropies du second-ordre.
Dans le calcul microscopique des interactions de Aharony [12] (sur la base d’un modele a
une bande), ce gap s’annule alors exactement. Par contre, si le systéme possede plusieurs
orbitales, le systéme ne retrouve pas la symétrie par rotation [13] et un gap de cet ordre de
grandeur survit, éventuellement renormalisé par certains facteurs qui dépendent de I’énergie
des orbitales mises en jeu dans les processus de super-échange. L’estimation % ~ 10ueV
peut alors rester correcte.

Malheureusement, cette valeur est trop faible pour étre mesurée par diffusion inélastique
de neutrons, et méme par des mesures plus précises d’ESR-EPR. Dans toutes ces expériences,
un seul pic a été observé, et la levée de dégénérescence n’a pas été détectée.

L’intensité de la diffusion inélastique de neutrons du mode ”acoustique” n’est pas af-
fectée par cette interaction supplémentaire et nous avons trouvé les mémes intensités pour
les trois composantes du triplet que celles qui avaient été précédemment proposées [52] :

. 1—6—- 2«
7 ) Pl (08|55 ) P asinay/2) (1 15 cosCap) (539

e Deuxiemement, nous avons trouvé un mode supplémentaire représenté sur la figure
(3.13) par des lignes brisées et dont la dispersion correspond tout a fait a la dispersion du
mode “optique” observée expérimentalement. Dans cette approche, ce mode provient du

mélange des états triplets ‘Ilfil et \Ilfl'il . par I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée.
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Il est important de noter que ce mode est doublement dégénéré et non triplement, car
Iinteraction de Dzyaloshinski-Moriya ne mélange pas les états ¥, et ¥) . Dit autrement,
la composante S* = 0 du mode optique n’est pas observable dans une expérience résolue
en vecteur ¢. Cet état intervient par contre dans la thermodynamique parce qu’il apparait
dans le mode ”acoustique” a g = 7.

L’intensité du mode “optique” se calcule facilement et on trouve :

1—6—-2a
2070 COS(2QII)>
(3.84)

L’intensité du mode ”optique” est donc beaucoup plus faible que celle du mode ”acous-
tique” donnée précédemment en accord avec les données expérimentales. Dans cette ap-
proche de dimérisation forte, le rapport de I'intensité du mode ”acoustique” sur l’intensité
du mode ”optique” est de I'ordre de (%)2' En réalité, une transformation des spins que
nous introduirons dans le paragraphe suivant permet d’affirmer que le rapport des inten-
sités est exactement donné par cette grandeur méme dans la limite de faible dimérisation, a
condition de prendre deux points de I'espace réciproque qui different par le vecteur d’ondes
transverse d'une quantité ¢, = 7.

En prenant ce rapport des intensités des données expérimentales (approximativement
1/80 [81]), nous proposons une estimation pour 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya trans-
verse :

_ _ D :
(U SH o) =] (B0 | S, | o) P= (==5)? sin®(g/2) [ 1+
J1L

D, ~ 0.4meV

Cette valeur semble en accord avec la valeur attendue D | = %J L~ 0.1meV.

3.3.3 Quelques résultats exacts

Certains résultats obtenus précédemment a partir de 'approximation de dimérisation
forte peuvent en réalité s’obtenir exactement. Dans ce paragraphe, on renoncera au calcul
explicite des relations de dispersion w,, mais on montrera que le second mode est exacte-
ment 'image du premier dans une translation de ¢, = 7 et que le rapport des intensités
obtenu dans le paragraphe précédent est en réalité exact pour ce modele, quelle que soit
la forme de la partie unidimensionnelle du hamiltonien, sous I'hypothese qu’il existe une
excitation triplet séparée du fondamental par un gap. Ces résultats sont fondés sur la ro-
tation des spins introduite dans le chapitre d’introduction. Cette transformation avait été
utilisée pour une chaine de spins avec une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée en
suivant le calcul de Oshikawa et Affleck [16]. Dans ce cas unidimensionnel, les expressions
de 'intensité de la diffusion inélastique des neutrons n’étaient en réalité pas modifiées par
Pexistence de 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya (équations (1.99)). Dans notre cas bi-
dimensionnel, le résultat est différent, et si on utilise les expressions (1.99) adaptées au
cas présent, on trouve I’expression de l'intensité de notre modele anisotrope en fonction de
I’intensité du méme modele, mais isotrope.
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La partie transverse du hamiltonien quasi-2D de CuGeOj; (3.73) peut étre récrite, en ap-
pelant z la direction du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya :

1 ) 1
Ht:Z§(JJ-+Z( )JDJ-)S SZJ+1+

Z S (L = i(=1Y D)8 + JLS{;S5541 (3.85)

En écrivant que J, + i(—1)7 D, = \/J2 4+ D2e{~1¢ ayvec tan = D, /J,, le hamiltonien
prend la forme :

1 .
Hi = Z im( ]054-]5;]+1 +e ™ ]95 39 J+1) + 1555041 (3.86)
]

Cette partie anisotrope du hamiltonien peut étre transformée en couplage isotrope via une
rotation des spins définie par :

S' = %55 S, 07105 (3.87)

Le choix 6;; = (—1)70/2 avec tanf = [J)—f permet de tourner tous les spins d’une méme
chaine d’'un méme angle (la transformation ne dépend pas de 7) et d’un angle alternative-
ment positif et négatif en passant d'une chaine a ’autre.

SE = Vg (3.88)
S o= S (3.89)

L’interaction transverse devient alors du type X X Z plan facile reflétant le fait que I'inter-
action de Dzyaloshinski-Moriya est elle-méme de type plan facile :

=D V1 + DA(Si5Si 4 + SiSif) + JLS5Si 4
2Y)

Cependant ’anisotropie intervient ici au deuxiéme ordre en D, /J, et peut donc étre
négligée dans un calcul au premier ordre. Limitée a ce cas, l'interaction transverse est
purement isotrope. Dans la mesure ou la rotation affecte de la méme maniere tous les spins
d’une méme chaine, la partie unidimensionnelle du hamiltonien n’est pas modifiée et s’écrit
donc exactement de la méme maniere en fonction des nouvelles variables de spins :

Hip(S') = ZJ (1+6(-1)")8; .Sy +aS .S (3.90)
Hi(S) = ZJL 'L]+1 (3.91)

Ainsi, le probleme initialement anisotrope est ramené a un probléme purement isotrope
pour ces nouveaux opérateurs S’. En particulier les valeurs propres de ces deux modeles
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sont identiques ; néanmoins les fonctions de corrélation en terme des opérateurs S ou S sont
différentes. Ainsi, si on connait les fonctions de corrélation du modele isotrope S*(q,w),
il est possible d’obtenir les fonctions de corrélation du modele anisotrope S%*(q,w) par
une simple rotation des spins. Il est cependant important de noter que la taille de la zone
de Brillouin est différente dans les deux cas. Dans le langage des nouveaux opérateurs, la
taille de la maille élémentaire est deux fois plus petite puisque 'interaction alternée a été
éliminée. La taille de la zone de Brillouin est donc deux fois plus grande dans la direction
b. Dans cette zone, il n’y a donc qu’un seul mode triplet.

0 0
San (@ 4o w) = €05"(5)5™ (g, 4y, w) + 510°(5) 5 (g, 4y — 7, ) (3.92)
S tyr0) = €05%(3)S 4,6y, 0) F50%(3)5 (g gy — 7, 0)  (399)
San(lz; @y, w) = S (qa, @y, w) (3.94)

Les fonctions de corrélation S®*(§, w) restreintes aux excitations triplets s’écrivent a température
nulle en termes de fonctions Z,0(w — w,), dont les facteurs Z; ne sont pas connus de facon
exacte. Cette forme provient uniquement de 1’existence d’une excitation triplet (modéle iso-
trope en terme des spins tournés) séparée du fondamental par un gap. Dans le paragraphe
précédent, nous avons donné une expression des facteurs Z, dans le cadre de I’approxima-
tion de dimérisation forte (équation (3.83) pour le mode acoustique). Si on ne spécifie pas

la forme des facteurs Z,, il vient :

Sﬁ((f, w) = COSQ(;)qu,qy S(w — (‘UQmaQy) + Sin2(g)qu,qy—w S(w — w‘hc;‘ly_ﬂ') (3.95)
T omw T e

S w) = 0P () Zqa, 50 ~ W) + 5i0%(3) Zy gy D0 — gy x)  (396)
=TT T e

S;Z(i, w) = @5(“} - w(Iac;(Iy) (3.97)
=122(q)

A partir de ces équations, il est tres clair qu’il apparait, en plus du mode d’énergie wy, 4. ,
un mode supplémentaire d’énergie wg, g, +r- Ce mode est 'image du premier dans une
translation de ¢, = 7, conformément a ce que nous avons obtenu dans le calcul des relations
de dispersion fondé sur I’approximation de dimérisation forte. Si on connait la dispersion
des excitations du modele isotrope a partir d’une meilleure approximation, il suffit donc
d’effectuer la translation pour obtenir la dispersion du second mode. En formant par ailleurs
le rapport de I'intensité du mode ”optique” et du mode ”acoustique” qui apparaissent tous
les deux dans les corrélations “planaires” (S** et S¥), il vient :

Iozvt((f) 2 0 quq -
=gin“(=)—*— 3.98

2 a9y
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2
Le préfacteur est donné par sin®(%) = (%) dans la limite de D, /J, petit. Les intensités
Z4,,q, du modele isotrope qui interviennent dans le rapport ci-dessus ne different que par
le vecteur ¢ transverse. Du fait des faibles corrélations transverses, ce rapport est proche

de 1. Nous pouvons donc écrire :

i = a7) (+ocF) o

Le résultat est donc, a I’ordre le plus bas en J, /.J, absolument indépendant de la dimérisation
0. Ceci est important car le calcul précédent ne traitait que le cas d’une forte dimérisation ;
cette transformation prouve donc que le résultat est indépendant de la dimérisation et de la
frustration. Mieux encore, en choisissant de comparer les intensités a des points différents
de 'espace réciproque, il est possible d’écrire une relation exacte, se fondant sur 'unique
hypothese que 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée est a I'origine du mode “op-
tique” :

Iopt(Qwa qy + 7T) _ (DJ_ )2

3.100
Iac(Qz‘:qy) QJJ_ ( )

Interaction de Dzyaloshinski-Moriya dans la chaine et mode ”optique” ?

D’apres la suggestion de Yamada et al., une interaction de Dzyaloshinski-Moriya entre
les spins d’'une méme chaine pourrait exister. On pourrait légitimement se demander si
une telle interaction peut donner lieu elle-aussi a un mode “optique” dans le spectre des
excitations. Une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée dans la chaine mélange ef-
fectivement les modes (S* = %1, g, q.) et (S* = £1, ¢ + 7, ¢1) conduisant & deux modes.
Dans le cas unidimensionnel, la relation (3.98) devient :

Iopt(qH) _ (ﬂ)Q Zq||+7r
Toc(q) 2J) 2,

a
Or, pour un modele isotrope, Z; est fini et Z; est nul par symétrie. En utilisant la relation
ci-dessus, cela entraine que I,y (m) = 0. Ceci est contraire & ’expérience, dans laquelle le
mode ”optique” a une intensité non-nulle pour ¢ = 7.

(3.101)

3.3.4 Effet d’un champ magnétique

Le comportement sous champ magnétique de ce second mode d’excitation est assez
particulier. On s’attend effectivement a ce que la direction du champ magnétique par
rapport au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya modifie ce comportement.

Effet d’un champ magnétique parallele au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya

Sous un champ magnétique parallele au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya (direction c),
le second mode d’excitation S* = 1 (doublet) se sépare en deux lignes Zeeman, puisque
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il n’y a pas de composante S* = 0 (cela est apparu aussi bien dans 'approximation de
dimérisation forte, que dans le paragraphe précédent ou le second mode n’apparait que
dans les corrélations planaires et a donc forcément un nombre quantique S* = £1). Ce
comportement est tout a fait spécifique au mécanisme anisotrope décrit ici. Dans ’expli-
cation proposée initialement en terme de modele isotrope dont les chaines sont légerement
différentes, le deuxieme triplet a un comportement tout a fait classique sous l'effet d’un
champ magnétique : il doit se séparer en trois lignes Zeeman. Ainsi appliquer un champ
magnétique dans la direction du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya fournit un moyen de
trancher entre ces deux modeles. Pour des raisons expérimentales, ce test crucial n’a pas
été réalisé.

Effet d’un champ perpendiculaire au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya

Un champ magnétique dans la direction perpendiculaire a la direction du vecteur de
Dzyaloshinski-Moriya conduit a une levée de dégénérescence du spectre des excitations tres
différente de celle qui est apparue dans le paragraphe ci-dessus. Un tel champ magnétique,
contrairement au précédent brise la symétrie par rotation autour de la direction du vecteur
de Dzyaloshinski-Moriya. Par conséquent, S* n’est plus un bon nombre quantique. Le
champ magnétique mélange donc ’état anciennement S* = 0 avec les états anciennement
S?% = +1. Ainsi, les trois états de base possedent chacun une composante S* = +1. Nous
avons vu que l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya mélangeait les états (S* = £1, q) avec
les états (S* = +1,q + 7). Or, les trois états de base possedent une composante de ce
type. Par suite, et contrairement a la situation en champ magnétique parallele au vecteur
de Dzyaloshinski-Moriya ou le mode “optique” ne possede que deux branches, le mode
”optique” a ici trois composantes du fait du mélange par le champ magnétique transverse.

Afin de préciser ce résultat, il est bon de recalculer dans ’approximation de dimérisation
forte les éléments de matrice qui interviennent dans la section efficace de diffusion inélastique
de neutrons. Pour cela, il est nécessaire de calculer les nouvelles fonctions d’ondes en
présence d’un champ magnétique arbitraire. Le hamiltonien en présence d’un champ magnétique
transverse s’écrit :

wip(q) f(DL,q) H 0 0 0
f(=D1,q) win(q) 0 H, 0 0
_ HJ_ 0 wlD(q”) f(O, (j) HJ_ 0
"= 0 Hi  f(0,9) win(q) 0 H, (3.102)
0 0 H, 0 wip(q) f(=Dy,q)
0 0 0 H,  f(Di,q) wip(qy)

Dans cette écriture, f(D1,q) = —(J1 +1iDy)cos(q)) cos(qr), wip(g)) est la dispersion des
excitations dans les chaines et H; = % gupB, . Le champ magnétique transverse mélange
les trois secteurs S = —1,0, 41, initialement découplés.

Les valeurs propres et fonctions d’ondes sont calculées numériquement. Les intensités
de la section efficace de la diffusion inélastique des neutrons s’en déduisent alors :
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d?o
— ImFt ~ H _ m,:l: 1
(mm) 2 MG H)dw = ) (3.103)
I™(q Hy) =Y (1= G2) | (U= | S5 | Wo) |? (3.104)

o
Jo est la composante a du vecteur de diffusion normalisé. m repere les différentes valeurs
propres sous champ magnétique (m ne désigne plus S* puisque ce dernier n’est pas un bon
nombre quantique). Le résultat de ce calcul pour ¢ = 7 et en fonction de H est donné par
la courbe suivante. Pour ¢ = , il vient §. = 1 et par conséquent I"™*(m, H, ) =| (U;»* |
Sg | Wo) [7+ | (U= | Sg | Wo) |2
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Fic. 3.14 — A gauche : valeurs propres des modes triplets acoustique et optique pour
g = (0, 7) en fonction d’'un champ magnétique perpendiculaire au vecteur de Dzyaloshinski-
Moriya. La levée de dégénérescence en champ magnétique nul est la conséquence d’une
interaction de Dzyaloshinski-Moriya choisie anormalement grande pour souligner son effet.
A droite : intensités des trois branches du mode ”optique” pour ¢ = (0,7) en fonction de
H,.

En champ magnétique nul, on retrouve un doublet d’excitation, car une des composantes du
“triplet” s’annule. Remarquons que les intensités des trois composantes sont tres différentes
et dépendent du champ magnétique. Pour un triplet isotrope au contraire, les intensités ne
dépendent pas du champ magnétique car S* est un nombre quantique conservé. Dans cette
configuration (¢ || ¢), ’état S* = 0 apparaitrait alors avec une intensité deux fois plus forte
que l'intensité des deux autres états S* = +1. Les intensités des composantes du second
mode d’excitation pour H1 5, du fait de leur origine dans une interaction anisotrope,
sont tres différentes de celles d’'un mode triplet isotrope.

Néanmoins, il faut se garder d'une analyse directe des intensités expérimentales. En ef-
fet, le champ magnétique perpendiculaire a la direction ¢ induit aussi un champ magnétique
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alterné (voir le chapitre sur les mesures d””optique”, champ alterné) que nous n’avons pas
pris en compte dans ce calcul. Celui-ci couplerait différemment les secteurs S% du hamil-
tonien (3.102). En changeant les états propres, il changerait les intensités relatives des
modes. Une comparaison directe des intensités relative des modes avec ’expérience n’est
donc pas possible, mais remarquons tout de méme qu’une répartition tres anisotrope des
intensités est effectivement observée expérimentalement pour le mode ”optique” dans la
configuration H1D.

3.4 Conclusion

Dans un systeme avec un gap de spin, il existe un premier mode d’excitation triplet
S% = +£1,0 de dispersion wg. Une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée est respon-
sable d'un second mode d’excitation qui est un doublet S* = +1 ou z est définie par la
direction du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya (direction ¢ pour CuGeQs3). La dispersion de
ce mode est donnée exactement par wgz ou 7 est le vecteur définie par la direction dans
laquelle I'interaction alterne (direction transverse b pour CuGeQj;). Son intensité dans les
expériences de diffusion inélastique de neutrons est réduite par rapport a celle du premier
mode triplet par le facteur (%@?)2 ou Zz est I'intensité du mode triplet en ’absence de
I’interaction de Dzyaloshinski-Moriya. Un champ magnétique dans la direction du vecteur
de Dzyaloshinski-Moriya (H || D) lave la dégénérescence du doublet. De plus, les intensités
de chaque mode 5% = +1 doivent étre égales et indépendantes de la norme du champ
magnétique. Un champ magnétique appliqué dans la direction perpendiculaire au vecteur
de Dzyaloshinski-Moriya (H L D) induit une intensité non nulle dans la branche Zeeman
horizontale, contrairement a la situation ou le champ magnétique est paralléle au vecteur
de Dzyaloshinski-Moriya : un triplet d’excitation doit étre visible.

En ce qui concerne CuGeQOs, nous avons montré qu’une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya D entre les spins de chaines différentes était autorisée par la symétrie du cristal.
Les régles de symétrie ont permis d’ailleurs de fixer la direction du vecteur D, || c et de
montrer que cette interaction alterne d’un lien a I'autre. Le rapport des intensités des deux
modes & deux points différents de I’espace réciproque est donné exactement par (D, /2., )%
Tirant alors D, du rapport des intensités qui ont été mesurées, un bon accord avec son
estimation sur la base du critere de Moriya a été trouvé. Si cette explication est correcte,
un champ magnétique dans la direction du vecteur de Dzyaloshinski-Moriya (H || D || ¢)
doit lever la dégénérescence du doublet, mais surtout, la ligne S = 0 doit étre absente.
Expérimentalement, en revanche, la mesure a été effectuée en champ magnétique parallele
aa (L 5) Nous avons montré que le champ magnétique devait induire dans ce cas une
intensité non nulle dans la branche Zeeman horizontale, contrairement a la situation ot le
champ magnétique est parallele au vecteur de Dzyaloshinski-Moriya. Cela est conforme a
ce qui a été observé expérimentalement. L’hypothese d’une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya alternée entre les spins d’'une méme chaine telle qu’elle avait été proposée par
Yamada et al. ne peut conduire a expliquer le mode optique, car le calcul prévoit dans ce
cas une intensité nulle pour ¢ = (0, 7), en contradiction avec les expériences.
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Classiquement, ces résultats sont beaucoup plus évidents. Dans une phase ordonnée
avec une interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée, I’état fondamental présente du
ferromagnétisme faible (comme, par exemple, dans la phase isolante de certains supra-
conducteurs & haute température critique). Les spins forment alors un petit angle et la
maille élémentaire est deux fois plus grande comparée a la situation sans interaction de
Dzyaloshinski-Moriya. De ce fait, un mode “optique” d’intensité plus faible (car 1'angle
entre les spins est faible) doit étre présent dans le spectre des excitations. Volkel et al.
avait déja considéré un effet classique de ce type dans une structure ordonnée 2D avec une
interaction de Dzyaloshinski-Moriya alternée [85].

En I'absence de la donnée cruciale sur la présence ou non de la ligne Zeeman horizon-
tale sous champ magnétique, il est difficile de conclure réellement et d’affirmer que cette
explication est la bonne. Dans la mesure oii les plans CuQO, des chaines sont tournés d’une
chaine a l'autre, ’axe principal de I’anisotropie dans I’échange entre les spins d’'une méme
chaine présente lui aussi une alternance. Ceci double de méme la maille élémentaire dans
la direction b. L’existence de cette interaction conduirait de méme a un mode ”optique”.

Mesurer des intensités absolues est un probleme tres difficile. En revanche, en présence
de deux modes d’excitations, ’étude du rapport des intensités de ces deux modes per-
met d’estimer les valeurs des couplages. Cela peut étre une alternative intéressante a la
procédure standard qui consiste a extraire les couplages des courbes de dispersion des exci-
tations. En effet, en présence de plusieurs interactions, il est parfois possible de reproduire
les mémes courbes de dispersion avec plusieurs jeux différents de parametres. L’étude du
rapport des intensités de deux modes peut permettre de sélectionner le bon modeéle parmi
les différents possibles.

Résumé des résultats de ce chapitre

La partie originale de ce chapitre débute avec la présentation des expériences qui
montrent que le hamiltonien isotrope accepté jusqu’a présent ne peut expliquer I’ensemble
des détails observés expérimentalement dans CuGeQOs. Ensuite, nous avons établi le modele
d’interaction de Dzyaloshinski-Moriya qui s’applique a CuGeQOs, d’aprés la structure cris-
tallographique connue. Nous avons montré que l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya est
alors responsable d’un second mode d’excitation, dans une large mesure analogue a celui
observé expérimentalement. Pour cela, nous avons calculé a la fois la dispersion et les in-
tensités en fonction d’un champ magnétique externe. En champ magnétique parallele au
vecteur de Dzyaloshinski-Moriya, nous avons montré que le rapport des intensités des deux
modes peut étre obtenu exactement a partir d’'une opération de rotation des spins.

Comme exercice qui tendait & montrer que ’approximation de dimérisation forte peut
fournir des résultats précis pour le calcul des dispersions et des intensités, nous avons
reconsidéré les résultats sur les excitations de spins dans Sri4CugsOy;.



Chapitre 4

Super-échange : calcul microscopique
des interactions dans CuGeOg

La nature des excitations de basse énergie dans la phase de basse température de
CuGeO3 est une question importante dans la mesure ou la transition vers cette phase est
mal comprise. D’apres les expériences de diffusion inélastique de neutrons dont on vient
de voir certains aspects, les résultats semblent bien s’accorder avec I'idée que les excita-
tions de basse énergie sont des excitations de spins. Un hamiltonien phénoménologique
en terme de degrés de liberté de spins semble rendre compte de la plupart des résultats
expérimentaux. Il est en revanche instructif de connaitre I'origine microscopique des pa-
rametres introduits dans ce hamiltonien. L’échange magnétique est-il dans I’hypothese la
plus simple une conséquence des processus de super-échange entre les ions magnétiques ?
Récemment, G. Uhrig a émis I’hypothese que l'interaction magnétique entre spins pouvait
provenir de maniere effective d’un couplage avec les phonons [99]. Dans ce cas, l'interaction
magnétique aurait une origine tres différente du mécanisme habituel de super-échange.

Ces questions nécessitent une étude de 1'origine microscopique des différents échanges
qui interviennent dans le hamiltonien phénoménologique (3.73). Dans ce chapitre, les
différents échanges sont supposés provenir des processus de super-échange et ils sont
calculés numériquement afin de tester la compatibilité avec les parametres extraits des
résultats expérimentaux. Si 'accord est correct, les hypothéses concurrentes de couplage
avec les phonons ne seront donc pas nécessaires.

Par ailleurs, ce calcul permet aussi d’estimer la dépendance des couplages magnétiques
en fonction d’une pression appliquée sur le solide. Cette derniére, en modifiant la structure,
modifie les processus de super-échange et par conséquent les couplages magnétiques. De
nombreuses expériences ont été réalisées sous des pressions hydrostatiques pouvant aller
jusqu’a 10GPa. Des mesures de chaleur spécifique permettent de suivre I’évolution de la
température de transition Spin-Peierls en fonction de la pression [106], des expériences
de diffusion inélastique de neutrons donnent le comportement du gap et des excitations
[104, 105], et des expériences de diffraction de rayons-x -ou diffraction de neutrons- [107,
109] montrent comment la structure cristallographique évolue. Ainsi, en changeant les pa-
rametres structuraux intervenant dans le modele conformément a cette derniere expérience,
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nous pouvons calculer ’évolution des échanges magnétiques sous l'effet d’une pression
extérieure.

Une autre motivation pour ce calcul réside dans les nombreuses expériences sur les com-
posés dopés : dans CuGeOs, I'ion Ge*™ peut étre remplacé dans une certaine mesure par
l'ion Si**T (composé noté CuGe;_,Si,O3). Des expériences ont alors montré la disparition
de la phase Spin-Peierls au profit d’'une phase antiferromagnétique [90]. Par ailleurs, le
composé steechiométrique CuSiO3 a pu étre synthétisé trés récemment [110]. La encore,
il semble qu’une phase antiferromagnétique remplace la phase Spin-Peierls [111]. D’autre
part, mais cela sort néanmoins du champ de cette étude, I'ion Cu?* (3d?, S=1/2) peut
étre aussi substitué par du Zn (3d'°, S=0) ou par du Ni (3d®, S=1). Le dopage au sili-
cium n’affecte pas, quant a lui, le spin des chaines, mais déforme localement la structure
cristallographique. Comment les échanges magnétiques sont-ils alors modifiés sous 1'effet
d’un tel dopage? Une réponse quantitative est importante pour expliquer les différentes
phases observées : pourquoi CuGeQOj3 subit-il une transition de type Spin-Peierls, alors que
CuSiOj3 semble présenter une transition antiferromagnétique ?

Enfin, apres la suggestion de Yamada et al. de ’existence d’une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya entre les spins des chaines, nous aimerions savoir si une distorsion qui brise la
symétrie par centre d’inversion et qui génere une interaction de Dzyaloshinski-Moriya per-
met un gain d’énergie magnétique supérieur a la perte d’énergie élastique associée. Pour
cela, il est nécessaire de calculer 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya créée par de faibles
distorsions de la structure et d’évaluer ensuite le gain d’énergie.

Sur la figure suivante sont représentés les principaux chemins de super-échange res-
ponsables a priori des échanges magnétiques dans CuGeQOs. Pour calculer les échanges
magnétiques, il est nécessaire de définir un hamiltonien électronique prenant en compte les
différentes orbitales, la structure cristallographique et ’ensemble des interactions entre les
électrons présents.

Le hamiltonien de Hubbard décrit les processus de transferts des électrons entre les
différents sites et orbitales et leurs interactions mutuelles. La théorie du super-échange
d’Anderson pour les isolants [8] prévoit, sur la base d’un calcul perturbatif dans le domaine
ol I’énergie cinétique est plus faible que les interactions, que les états de plus basse énergie
ne different que par I’état des spins. De plus, le hamiltonien de basse énergie peut s’écrire
comme une interaction de Heisenberg antiferromagnétique entre les spins des électrons. En
écrivant un hamiltonien de Hubbard pour un amas d’atomes de CuGeQOj3 (choisi en fonction
de I’échange a calculer) et en calculant les états de basse énergie, nous pouvons déduire de
méme un hamiltonien effectif entre les spins : deux spins pour I’échange principal et pour
I’échange transverse, trois pour I’échange entre seconds plus proches voisins.

Depuis la théorie perturbative de Anderson, des calculs de ce type ont été utilisés a
de maintes reprises pour évaluer les échanges isotropes des oxydes; soit sur la base de
calcul perturbatif, soit, lorsque le domaine de validité de la théorie perturbative n’était pas
rempli, sur la base de calcul de diagonalisation exacte.

Or, comme nous soupconnons que l’'interaction anisotrope de Dzyaloshinski-Moriya joue
aussi un role dans la dynamique de spins de CuGeOs, nous voulons aussi calculer cette
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F1G. 4.1 — Chemins de super-échange responsables des interactions principale J(1 + 9),
transverse J, , et entre seconds voisins «J. L’interaction plus faible qui apparait dans la
chaine J(1 —6) met en jeu les mémes chemins de super-échange que l'interaction J(1+9);
seul I’angle Cu — O(2) — Cu représenté en haut a droite est changé.

interaction. Il est alors nécessaire de prendre en compte le couplage spin-orbite et de définir
un hamiltonien de Hubbard ad hoc. Une telle démarche fondée sur la théorie de Moriya
n’est de méme pas neuve et récemment, différentes personnes ont proposé des hamiltoniens
prenant en compte le couplage spin-orbite afin d’expliquer les propriétés anisotropes de
différents cuprates, (essentiellement ceux qui présentent une phase supraconductrice sous
pression) [5, 12, 103]. Dans tous les cas, un traitement perturbatif a été opéré.

En ce qui concerne plus précisément CuGeQs, I’échange principal J entre les spins plus
proches voisins d’'une méme chaine a déja été calculé auparavant par J.Lorenzana et al. qui
ont utilisé une technique de diagonalisation exacte analogue a celle que nous allons employer
[42]. En ajustant le couplage de Hund qui intervient dans le hamiltonien de Hubbard et qui
est mal connu, ces auteurs ont pu proposer une valeur de I’échange principal J ~ 12meV
en accord avec la valeur expérimentale. Les autres parametres comme le couplage second
voisin, le couplage transverse ou l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya transverse, n’ont en
revanche pas été calculés. Seule une estimation du couplage transverse J, = 0.7meV a été
proposée sur la base d’un calcul perturbatif [113]. Cette valeur est un peu faible comparée a
la valeur proposée sur la base des résultats expérimentaux J;, ~ 1.8meV [52], mais, comme
on va le voir, une estimation quantitativement correcte du couplage transverse, méme par
un calcul précis de diagonalisation exacte, reste difficile. Par ailleurs, une estimation de
I’anisotropie dans I’échange principal entre les spins d’'une méme chaine J** &~ 1meV a été
donnée sur la base d’un calcul perturbatif pour la géométrie Cu— O — Cu qui nous intéresse
(87, 88].
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Dans cette partie, nous recalculons I’échange déja estimé par J.Lorenzana [42] par dia-
gonalisation exacte et fixons le couplage de Hund a sa fagon. Une fois ce couplage fixé,
nous calculons I’échange magnétique transverse et 1’échange entre seconds voisins d’une
méme chaine. Dans ces cas précis, il n’y a plus de parametres libres. En prenant en compte
en plus le couplage spin-orbite et en définissant le hamiltonien en présence de ce cou-
plage, nous pouvons calculer l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya transverse introduite
dans le chapitre précédent pour expliquer I'existence du mode “optique”. Ceci nous per-
mettra de la comparer avec la valeur phénoménologique extraite du rapport des intensités
expérimentales. Par ailleurs, méme si I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya semble inter-
dite entre les spins d’une méme chaine, nous estimons 1’ordre de grandeur qu’aurait une
telle interaction si le chemin de super-échange ne possédait pas de centre d’inversion. Cela
nous conduit a évaluer un couplage spin-phonon de type Dzyaloshinski-Moriya instantané.
L’ordre de grandeur du couplage spin-orbite est pris des données sur les facteurs gyro-
magnétiques.

4.1 Définition du hamiltonien électronique

4.1.1 Energies des orbitales, interactions de Coulomb et de Hund

Un modele de liaison forte a été proposé pour CuGeOs a partir du calcul de structure
de bandes de L.Mattheis [98]. Ce calcul montre qu’il faut prendre en compte les orbitales
du cuivre 3d,y, de 'oxygene 2p,, 2p, et du germanium 4s, 4p,, 4p,, 4p,. Le hamiltonien de
liaison forte s’écrit par conséquent :

H=— tfclcis+ 3 eicl,cio (4.1)
i#jaf io

Les définitions sont les mémes que dans la référence [42] : I'opérateur ¢!, crée un trou dans
Vorbitale ¢ (i = dy, pour le cuivre, p,,p, pour l'oxygene, s, ps, py, P, pour le germanium).
Les e; sont les niveaux d’énergie des différentes orbitales; ils proviennent du calcul de
structure de bandes [98]. L’écart entre I’énergie de I’orbitale du cuivre et celle de I'orbitale
de 'oxygene est néanmoins tiré d’une expérience de photo-émission ou la transition entre
bandes a été étudiée [97]. Ils sont résumés sur la figure (4.2) et dans le tableau suivant.
Les t;; sont les intégrales de saut qui prennent en compte 1’énergie cinétique des électrons.
Nous allons définir dans la suite la dépendance dans les variables de spins t?jﬂ de ces
intégrales de saut (dépendance qui provient du couplage spin-orbite) et donner leur valeur
numeérique.

Pour étudier les effets de corrélations entre électrons, nous ajoutons les interactions entre
électrons, en suivant J.Lorenzana et al. [42]. Le hamiltonien prend alors la forme d’un
hamiltonien de Hubbard a plusieurs orbitales :

H=- Z t%'ﬁc;acjﬁ + Z eic;racio + Z UiniTnu + ...
i£jaf io i
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oo+ (Ui + Kij 2)min + 3 2K;;5:.S; (4.2)
i#£j 1#£]

Le troisieme terme U; et le quatrieme terme U;;+ K;;/2 traduisent les interactions répulsives
de Coulomb entre deux électrons. Les opérateurs n; et 5’; sont respectivement l'opérateur
densité Y, c}:,cw et opérateur de spin -4 c;raﬁagcw. Le couplage de Hund provient de
I'interaction de Coulomb sur site entre différentes orbitales. Les deux derniers termes sont
les seuls couplages quadratiques qui possedent la symétrie par rotation totale : interaction
densité-densité et couplage de Hund qui est habituellement ferromagnétique. Tous ces
termes s’obtiennent en développant 'interaction électrostatique 3,4/ ;; o (r)ﬁn(ﬂj(r’ ),
ol 7, j repere l'orbitale et r, ' la position des électrons. Les parametres de Coulomb ont été
choisis par J.Lorenzana par analogie avec d’autres oxydes mieux connus. Seul le couplage
de Hund K, entre orbitales du cuivre et de l'oxygene, mal connu, a été laissé comme
parametre libre. La valeur fixée a posteriori, Ky; ~ —0.18eV est donnée dans le tableau.
Nous reviendrons sur ce point dans la suite.

Tableau I : Parametres du hamiltonien de Hubbard (énergies des orbitales et parameétres
de Coulomb) tirés de I’article de M.Braden et al. [42].

Sur- site  Cu 0(2) Ge

e; eq = —0.5 e, =2.6 es = 1.0,e, = —5,0
U; U, = 8.0 U, = 4.0

Usj Upop, = 3-2

K K,.p, = —0.6

Inter-site Cu — O(2) 0(2) = 0(2) Ge—-0(2)

Uij Upd = 0.56

K, K,g = —0.18

Pour calculer les différents échanges magnétiques, le hamiltonien est défini sur des petits
amas d’atomes représentés sur la figure (4.1). Par exemple, pour 1’échange principal entre
les spins d’une méme chaine, nous partons de I’amas a plusieurs sites et plusieurs orbitales
représenté sur la figure suivante (4.3). La répartition des électrons sur les différentes or-
bitales et I’énergie de celles-ci sont données sur la figure (4.2). Les deux atomes de cuivre
dans la configuration d° portent chacun un trou sur orbitale d,,. Chaque oxygene a deux
électrons supplémentaires, de telle sorte que ses couches sont pleines. Seules les orbitales
Pz et py sont considérées car I'orbitale p, est orthogonale a 'orbitale du cuivre d,,. Le
germanium de valence 4+ est quant a lui un réservoir de trous puisque ses états autres
que ceux de cceur sont vides d’électrons. Pour I'amas “longitudinal”, le modele complet
comporte donc 14 orbitales et 18 trous.

4.1.2 Définition de la matrice d’énergie cinétique d’un lien Cu—0O

La valeur des intégrales de saut entre l'orbitale d,, du cuivre et les orbitales p,, de
loxygene est exprimée a 'aide de I'angle  (angle (Cu — O(2) — Cu)) en fonction des
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Cu 0(2) Ge 0(1)
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FiGc. 4.2 — Energie des orbitales. L’énergie de Coulomb entre les électrons d’'une méme
orbitale sépare la bande de Hubbard inférieure (simple occupation) de la bande de Hubbard
supérieure (double occupation). Cette énergie de corrélation est prise en compte pour le
cuivre et I’oxygene, mais oubliée pour le germanium en I’absence de donnée.

intégrales de recouvrement de base. L’angle n est laissé libre dans le but d’étudier les
variations des échanges magnétiques sous l'effet d’éventuelles modifications structurales
suite a une pression hydrostatique externe ou aux déformations instantanées induites par
les phonons.

P? .
lap, = <d1,wy ‘ om + V(T) |p7) (4-3)

Pour avoir les variations en fonction de ’angle n de ces intégrales de saut, il est nécessaire
de les réexprimer a partir des intégrales de recouvrement de “base” (pdo) et (pdrm), dites
intégrales de Slater-Koster [74], qui sont représentées sur la figure (4.9). Dans ce but, la
partie angulaire des orbitales est exprimée dans la base de coordonnées (z'y’z") (ol =’ est la
direction du lien Cu— O) plutét que (zyz). Ceci fait intervenir 'angle 7 et les intégrales de
base (pdo) et (pdm) qui sont données par les calculs de structure de bandes pour CuGeOs :
(pdo) = —1.2eV et (pdm) = 0.5V [98]. 1l est nécessaire d’exprimer les orbitales d et p
dans la base | [,m) (associée aux axes (xyz)) puis d’effectuer la rotation des orbitales en
effectuant le calcul de | [, m) = exp(inL?) | [, m)’, ou le prime indique les orbitales dans la
base (z'y'z').

Il vient par exemple :

1
digy = —cos(n)dizy + 3 sin(n) (dwm_y/z + \/gdz/z) (4.4)



4.1 Définition du hamiltonien électronique 115

F1G. 4.3 — Amas longitudinal pour le calcul de I’échange entre les spins d’une méme chaine.
Le plan xy n’a pas de relation directe avec les axes cristallographiques abe, ¢’est pourquoi
les orbitales p, et py du germanium sont représentées avec une taille plus petite (projection
sur le plan zy).

Cu ’ (pdo)  O(2) Cu (pdr) 0(2)
XD oD
dwy Pz ﬂ‘ da;y py

F1G. 4.4 — Définition des intégrales de saut (pdo) (I'intégrale est donnée par 1’équation
(4.8)) et (pdr) (équation (4.9)). Les valeurs en eV données par les calculs de structure de
bandes sont (pdo) = —1.2eV et (pdm) = 0.5eV.
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Pe = sin(n/2)py + cos(n/2)py
py = sin(n/2)py — cos(n/2)ps

En injectant ces relations dans (4.3), il vient :

tane = L2 sin() sin(n/2) (pdr) + cos(n) cos(/2) (p)

tary = 2 sin(y) cos(n/2)(pdo) — cos(n)sin(r/2)(pr) (4.7
(pdo) = (oo | o4 V() | o) (48)
(pir) = {drwy | 5=+ V() |py) (4.9

Fi1G. 4.5 — Intégrales de saut en fonction de 'angle n = Cu— O — Cu : a gauche saut direct
de l'orbitale d,, du cuivre a l'orbitale p, de I'oxygene; a droite, saut de 'orbitale dg2_,2
vers 'orbitale p,, qui intervient sous I'effet du couplage spin-orbite. Notons, pour 7=90 ",
I’égalité des deux intégrales sur la figure de gauche et leur valeur opposée sur la figure de
droite.

L’ensemble des intégrales de saut est résumé dans le tableau suivant. Ces expressions sont
conformes a celles obtenues par J.Lorenzana [42]. Le probléme isotrope peut donc étre
entierement traité a partir de ces parametres.

Pour déterminer les anisotropies du modele, il est nécessaire de définir aussi les intégrales
de saut dépendant du spin, c’est-a-dire la partie complexe, éventuellement non-diagonale,
de la matrice de saut thi :
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157 = tap,6ag + ildp, -Gap (4.10)

Nous avons vu dans le chapitre d’introduction qu’elle peut se caractériser (en plus du sca-
laire écrit ci-dessus t4,,) par un vecteur ﬂpw. Ce vecteur qui décrit le transfert dépendant
du spin entre l'orbitale du cuivre d; 4, et 'orbitale de I'oxygene p, a été calculé de nom-
breuses fois dans les années passées pour étudier les anisotropies dans la géométrie des
plans CuQO, des cuprates supraconducteurs (voir chapitre 1) [5, 12, 103]. En négligeant
le couplage spin-orbite sur I'ion de 'oxygene (beaucoup plus faible pour un ion léger), ce
vecteur est donné par (voir chapitre 1) :

Ing . T . dw ACul_jC'u dn
tdp7 = Z<dwy ‘ )\CuLCu ‘ p7> +1 Z < Y |€d py | >tdnp», (4].].)
n xy n

L’expression comporte deux termes, le premier, “terme direct”, traduit un saut direct entre
I’orbitale du cuivre et l'orbitale de 'oxygene avec modification des variables de spins; le
second “sur-site” marque un processus en deux temps : d’abord une transition vers un état
intermédiaire excité du cuivre (orbitale d,, du champ cristallin) puis le saut sur I’orbitale p,

de I'oxygene (intégrale de saut t,4,, ). De la relation Lou | day) =i | dup)Es—i | dy,)E,—2i |
dy2_y2)€, il vient :

(do_y | L | dyy) = =28, , (dy, | L|dyy) = i€, (4.12)
(dy | L | doy) = —i€y (4.13)

De telle sorte que I’élément de saut indirect s’écrive, en faisant la somme sur n :

24 t t

2_,2Py o d - d —

Bt = o (s g M gt g (414
€d — €g2_y2 €q — €Exz €d — €y

Or, dans cette expression, les deux intégrales de saut t4,, ou i = z,y et v = x,y sont

nulles par symétrie ; ce qui implique que le vecteur indirect est orienté dans la direction z :

la
it = 20— ¢ (4.15)

z
€d — €p2_y2
L’expression ci-dessus est a mettre en relation avec ’expression de la déviation du facteur
gyromagnétique sous ’effet du couplage spin-orbite (chapitre 1) :

4 cy
Agyy, = ——— (4.16)
€d — €242
Ce facteur est couramment mesuré dans les expériences de susceptibilité magnétique
- )
expériences de résonance électronique de spins. Le vecteur £ peut donc étre estimé quan-

titativement :
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A —
find — ( ;]Zz) s s (4.17)

Quand est-il de la partie “directe” de ce vecteur ? Celle-ci s’écrit :

V(r)

72

—

, - , . . ih? L
= ildey | AcuLou | ) = ildey | Acu | B = 5ot [ d'70y,

,(7)

by, (7)

(4.18)
Ce terme n’est pas aussi bien connu que les intégrales d’échange habituelles car I'opérateur
5 n’;’;cz VT(; ) remplace ici 'opérateur V(r). En Pabsence d’estimation fiable, nous le
supposons du méme ordre de grandeur que le terme direct :

Y

)‘C’u =

i ; -
bap, = 20Ata s op, € (4.19)
ol A = 0.1. En rassemblant tous les termes, il vient par conséquent :
B =2 (A4 —20u )y € (4.20)
dp~ eq — 632—312 dmz_ygp,y z .

La dépendance en 7 de cette intégrale de saut n’est pas connue et il faut de nouveau opérer
une rotation des orbitales | [, m) = exp(inL?) | [,m)’ en développant les orbitales d dans
la base | I, m). Nous trouvons alors :

b one = =22 cos() sin(i/2) (o) +sin(r) cos(n/2) (pd)

bz omy = =22 cos(n) cos(n/2) (o) — sin(n)sin(r/2) (p) (@.21)

o=y

En résumé, pour ce lien Cu; — O(2), la matrice de saut entre l'orbitale d, du cuivre et
Vorbitale p, (7 = z,y) de 'oxygene peut s’écrire :

tgf», = tdpyéaﬂ+i)‘tdmz_y2p702ﬁ (422)

ou A~ éggz—z et 0* est la matrice de Pauli dans la direction perpendiculaire au plan CuyO,.
Les variations avec ’angle de 24, et td,s_opy SONE données respectivement par les équations
(4.7) et (4.21). En récrivant explicitement la partie d’énergie cinétique du hamiltonien :

(tdpA, + Z.)‘tdmz_yww)c:rﬂcp'ﬂ + (tdp,y — i)\tdﬁ_ﬂpw)c;yTCdT + ... (423)
(tdp», — i)\tdﬂ_ywv)c:fucpw -+ (tdp», -+ i)‘tdmz_yzp'y)c;r;,erch, (424)

L’interprétation physique de la forme particuliere de cette matrice (une seule matrice de
Pauli intervient) est que le spin acquiert une phase en sautant d’un site a 'autre. Cette
phase vaut +¢ si le spin est 1 et —¢ s’il est |.
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Les intégrales de saut concernant le lien (Cu; — O(2)) sont maintenant complétement
définies. Celles des autres liens (O(2) — Cus...) peuvent s’obtenir en utilisant les symétries
de ’amas.

4.1.3 Relations de symétries et matrices d’énergie cinétique des
autres liens

En appliquant des opérations de symétries sur ’amas représenté sur la figure (4.3), il est
possible de déduire la matrice de saut tgf7 entre les autres atomes (O(2) —Cus...). Le terme
de saut classique se transforme comme (d | p) et celui dépendant du spin a la symétrie de
(d | L | p). Pour le terme de saut classique, le résultat est donné directement sur la figure
(4.3), seul le signe relatif des orbitales rentrant en jeu. Pour le terme dépendant du spin,
nous avons vu dans le paragraphe précédent que le vecteur est en réalité dans la direction
z. 11 suffit donc de transformer la composante z du vecteur L.

Considérons par exemple le plan de symétrie P défini par les atomes de Ge — O(2) —
0O(2)—Ge (voir encadré de la figure 4.3). Dans la symétrie par rapport a P, la composante L*
du pseudo-vecteur E, appartenant au plan, change de signe et les orbitales se transforment,
de la facon suivante :

dyy = =gy, Pz = —Pa) Py — Dy; L* — —-L* (4.25)

L’élément de matrice se transforme donc de la facon suivante :

(day | L7 | po) = —(dgy | L7 | pz) (4.26)
(day | L7 | py) = (dzy | L7 [ py)

En conclusion, la partie de la matrice de transfert dépendant du spin se transforme comme :

tipe — ~tap, (4.28)

i, — tap, (4.29)

En effectuant des transformations similaires pour tous les liens, nous pouvons écrire I’en-
semble des matrices de transfert. Elles sont résumées sur les deux figures suivantes (4.6) et
(4.7.)
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4 0(2)

F1G. 4.6 — Relations de symétrie entre les intégrales de transfert vers ’orbitale intermédiaire
p, de Poxygene. Les matrices de saut s’appliquent des atomes de cuivre vers les atomes
d’oxygene.

Fic. 4.7 — Relations de symétrie entre les intégrales de transfert vers I’orbitale intermédiaire
py de I'oxygene.
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4.1.4 Définition de la matrice d’énergie cinétique d’un lien O —Ge

Il est nécessaire de recommencer la procédure exposée dans les deux paragraphes
précédents pour définir la matrice de saut entre 'atome d’oxygene et ’atome de germa-
nium, afin de calculer d’'une part ’échange entre les atomes de cuivre le long de la chaine,
et d’autre part I’échange transverse aux chaines.

F1G. 4.8 - Amas transverse pour la définition de la matrice de saut O(2) — Ge. Les orbitales
Py €t py (pc) de V'oxygene et les orbitales s, p,, pp, p. du germanium sont représentées.

Dans la suite, les parametres de saut entre les orbitales de I'oxygene (1 ou 2, voir figure)
et les orbitales du germanium sont notées tp ge ou le premier indice indique l'orbitale de
I’oxygene et le second celle du germanium. La matrice s’écrit comme dans le cas précédent :

tg?Ge = t0,6e0ap + it0,Ge-Fap (4.30)

En utilisant les résultats du calcul de structure de bandes de la référence [98], les parametres
s’écrivent :

tpzl sce = 0 tmeSGe =0 (4-31)
toysce = (sp0) = 2.35eV tpyysce = 2-35eV (4.32)
tpzlpa,b,Ge O tpmzpa,b,Ge = 0 (4'33)
tpylpc,G’e O tpy2pc,Ge = 0 (4'34)
Par ailleurs, ¢, ,, ;. dépend des angles structuraux y et 6 :
/ —¢ = cos(2) cos O(ppo) + sin(L) sin O(ppr) (4.35)
Py1Pa,Ge ~— “PysPa,Ge ~— 2 bpo 1n 2 S11 ppm .

Pour les angles d’équilibre de la structure (y = 109 deg et 6 = 20 deg) : t,, p, c. = tpyppace =
—1.4eV. De facgon identique :

by .0 = — sin(%) cos O(ppo) + cos(%) sin 8(ppr) (4.36)
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Ce qui donne e P

du couplage spin-orbite, il vient :

= 2.7TmeV. En ce qui concerne les parametres dépendant

iFO,Ge = <pw,y ‘ )\GeLGe ‘ 3,pa,pb,pc> (437)
On applique 'opérateur de moment cinétique sur les orbitales du germanium, il vient :

Lge|s) = 0 (4.38)
Loe | pa) = —ipefy+ipié. (4.39)
Loe | ) = ipefa — ipate (4.40)
Lee |pe) = ipafh — ipsea (4.41)

D’ou on tire I’ensemble des relations :

bpags = 0 (4.42)
E;ac,yspa = )\Ge(_tpz,y’pc € + tpw,y,pbé'c) (4.43)
t_;;x,y,pb = Age (tpm,y,pcé'a - tpz,y,pa56) (4.44)
E;Jm,y,pc = Age (tpz,y;pagb - tpz,y,pbé'a) (4.45)

Or, d’apres (4.33) et (4.34), on a les relations ,,,., = 0 et ¢, ,, = 0, ce qui permet de
récrire les identités ci-dessus :

—

tps = 0 tpys =0 (4.46)
E;’z,pa = _)\Getpm,pcé'b t;z,pa = AGetpy,pbéc (4-47)
;x,pb = Agelp,p.€a Eﬁ;x;pb = —Agelp,p.Ce (4.48)
t_;!)x,pc =0 E;:Jy,pc = AGe(tpy,paéb - tpy,pbga) (4.49)

Numériquement, t,, ,. = 1.2eV, t, , = 2.7V et , ,, = —1.4eV. L’analyse des relations
de symétrie d’un lien O — Ge au suivant dans la direction perpendiculaire Ge — O permet
d’obtenir I’ensemble des matrices de saut. Celles-ci sont résumées dans un tableau en
annexe 2, page 295.

L’ensemble des parametres du hamiltonien (4.2) est maintenant défini. C’est le cas
des matrices de transfert d’une orbitale a ’autre dont les parametres sont résumés dans
I’annexe 2, page 295. Les relations de symétrie entre les matrices de transfert sont données
sur les figures (4.6) et (4.7). Les interactions entre électrons ont déja été définies dans le
tableau I, page 113. Par conséquent, il reste maintenant a calculer les états de basse énergie
du hamiltonien (4.2). Dans le paragraphe suivant, un calcul perturbatif est entrepris, suivi
ensuite d’un calcul numérique de diagonalisation exacte.
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4.2 Influence de P’anisotropie sur le super-échange a
90 °

Le calcul perturbatif du superéchange par un chemin Cu — O(2) — Cu est utile dans
un premier temps. Pour effectuer ce calcul, le modele précédent est grandement simplifié.
On limite le nombre d’orbitales aux seules orbitales du cuivre et de I'oxygene et on néglige
les couplages de Hund. Il est en réalité tres instructif de ne considérer qu'un seul chemin
(Cu—0(2)—Cu) car dans ce cas, le lien ne possede plus de centre d’inversion et les processus
de super-échange doivent générer une interaction de Dzyaloshinski-Moriya. En oubliant le
couplage avec le ligand germanium, les orbitales de ’oxygene ont la méme énergie. Le
calcul perturbatif est donné en annexe ; il est nécessaire pour le mener a bien de considérer
I’ensemble des états intermédiaires obtenus par application de la perturbation au quatriéme
ordre. Le résultat est un hamiltonien effectif spin-spin qui prend la forme suivante :

—

2

D
ste
H=C +(J——4J

Le calcul génere donc, conformément au calcul de deux orbitales de Moriya développé dans
I'introduction, une interaction de Dzyaloshinski-Moriya et une anisotropie dans I’échange.
A partir de ce calcul microscopique, les parametres J et D sont donnés par :

Y a4 o 1 oo o =
515 + D.(81 % 5) + 57(D.5)(D.5)) (4.50)

1 1
J = 4(E+ATU)A§2 (4.51)
D = S(F-I—ATU)Alelz (4.52)

ou A est la différence d’énergie entre l'orbitale du cuivre et celle de 'oxygene, U est
I’interaction coulombienne sur le site du cuivre. Les parametres Aq, et Elg sont fonctions des
intégrales de sauts et sont donnés par une somme sur les différentes orbitales intermédiaires
de 'oxygene (7 représente ici I'orbitale p, ou p, de I'oxygene du haut) :

A12 = Z(t17t27 + {17-??27) (453)
Y

Bm = Z(t?y{lfy - tlvf?r + {17 X {27) (4-54)
Y

Dans cette écriture t;, représente I'intégrale de saut entre I’atome de cuivre i (i = 1,2) et
I'orbitale v de I'oxygene (p, ou p, ici). Le vecteur 15_;7 est de méme l'intégrale de saut entre
ces orbitales provenant des processus avec changement de 1’état du spin et dont l'origine
provient du couplage spin-orbite.

L’existence de symétries entre le lien Cu; —O et O — Cuy a permis d’écrire des relations
entre les intégrales de saut ¢, et ty,. Ces relations sont données sur la figure (4.3). De
méme, nous avons trouvé les relations entre les vecteurs ¢. A partir de ces relations, les
échanges magnétiques peuvent se calculer explicitement :
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1 1,

— 2 22 22 \2
J = 4(@ + ATU)(tdpm - tdpy + tdpy - tdpm) (455)
D = S(E + m)(tzpw - thy)(tdpw tdpw - tdpytdpy) (4'56)
D2
J - (4.57)

Ces différentes courbes sont tracées en fonction de ’angle 7 sur la figure (4.9).

J(n). D(n), 6J%(n)

L
60 80 100 120

n

F1G. 4.9 — Echanges magnétiques en fonction de l’angle (Cu — O — Cu). L’interaction
d’échange et l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya s’annulent exactement pour n = 90,
tandis que ’anisotropie dans I’échange reste finie. Il apparait par conséquent tres clairement
que dans la région 80 — 100, les anisotropies ne sont plus faibles devant 1’échange isotrope.
En particulier, pour ce modele a plusieurs orbitales, la relation de Moriya D ~ %J n’est
plus valable.

L’échange magnétique et I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya s’annulent exactement pour
n = 90 due a I'interférence entre les chemins via les orbitales p, et p,. Les deux orbitales de
I'oxygene étant dégénérées, on peut construire la combinaison symétrique et antisymétrique
’ié’”. Pour n = 90, l'orbitale d, est symétrique dans la réflexion autour du lien Cu — O.
L’orbitale antisymétrique de I'oxygene est par contre antisymétrique dans cette réflexion.
De ce fait, 'intégrale de recouvrement entre ces deux orbitales est exactement nulle et
I’électron ne peut se délocaliser. Pour 'orbitale symétrique de l'oxygene, I'intégrale de
recouvrement de 'autre lien Cu — O est de méme exactement nulle.

Dans les quatre processus de saut (processus du quatrieme ordre) conduisant a !'in-
teraction de Dzyaloshinski-Moriya, un seul agira sur les variables de spins puisque celle-ci



4.2 Influence de ’anisotropie sur le super-échange & 90 ° 125

est du premier ordre en spin-orbite. Or, pour un angle de 90 °, I'un des trois autres pro-
cessus de saut est impossible du fait de I’annulation de I'intégrale de recouvrement. Par
conséquent, l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya s’annule elle aussi pour 90 °.

Rien n’impose en revanche une annulation de I'interaction d’anisotropie dans 1’échange.
Celle-ci intervient effectivement au deuxieme ordre en couplage spin-orbite. Un processus
tel que celui dessiné sur la figure ci-dessous conduit a une interaction effective, car la
symétrie de ’orbitale intermédiaire de champ cristallin est différente; c’est pour cela que
nous trouvons un résultat non-nul dans la courbe (4.9).

Fic. 4.10 — Annulations de I’échange et de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya pour
n = 90 du fait de la symétrie respective des orbitales (figure de gauche). Les processus
mettant en jeu le couplage spin-orbite impliquent 'orbitale d,»_,» représentée sur la figure
du milieu. A droite, ce processus d’ordre A\? participe & 1’échange anisotrope qui ne s’annule
donc pas, méme pour 1 = 90.

En revanche, I’annulation suit une loi différente au voisinage de 7y = 90 :

7= 9 (55 + mop) (0d0) (=m0 (4.59)
D = 12\/?:% (§+A1U> (pdo)?(pdm)(n — no) (4.59)
v _ o (Bg\ 11 (pdr)?

5T = 24 <7> (5 +50) i (4.60)

De telle sorte que le rapport D/J est trés amplifié par rapport a I’estimation de Moriya,
deés lors que I’angle est proche de I’angle pour lequel 1’échange s’annule :

D Ag) 1
“~ = 4.61
J ( g ) n—mn (4.61)

La valeur de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya peut donc étre plus grande que 'inter-
action d’échange lorsque celui-ci s’annule par suite de I'interférence entre certains chemins
de super-échange. Le facteur de proportionnalité n’est pas indiqué ci-dessus, il n’est pas

universel et dépend du rapport des intégrales de recouvrement : %%.




126 Chapitre 4. Super-échange : calcul microscopique des interactions dans CuGeOQOsj

De plus, de fagon tout a fait surprenante, le gap entre les composantes S* = 0 et S* =
+1 reste exactement nul. Ainsi, pour des angles compris entre 80 " et 100 °, le modele est
extrémement anisotrope et le triplet d’excitation demeure pourtant exactement dégénéré. Il
est donc crucial expérimentalement de ne pas se restreindre a I’étude de la dégénérescence
des états excités qui conduirait a la conclusion abusive que le systéme est isotrope en
I’absence de levée de dégénérescence, mais d’étudier en détails la structure des corrélations.

La fonction de corrélation non-colinéaire entre les deux spins de ce modele a été calculée
dans le premier chapitre a partir de ses fonctions d’ondes propres et est donnée par :

—

- D
2,/(J — 2)2 + D?

Cette fonction du parametre n peut donc étre calculée a partir des expressions des échanges
magnétiques donnés ci dessus. Elle est représentée sur la figure suivante. On y voit clai-

rement que cette fonction de corrélation est maximale pour une valeur proche de I'angle
90°

<§1 X §2> =

(4.62)

05 [~ T

-02 *

-08 *
-05 7

60 80 100 120 60 80 100 120

Fi1G. 4.11 — Fonctions de corrélation entre les deux spins en fonction de I’angle du chemin
de super-échange.

En conclusion, ’anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya peut, si elle est autorisée par les
symétries du probleme, étre largement aussi grande que 1’échange magnétique a condi-
tion que ce dernier soit proche d'un zéro. En revanche, méme dans cette situation tres
anisotrope, I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya n’a pas d’effet direct sur le spectre des
excitations et le triplet d’excitation reste parfaitement dégénéré malgré la présence de cette
anisotropie. Ainsi, ’observation expérimentale d’un triplet d’excitations dégénérées ne peut
permettre de conclure a ’absence d’anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya. Ces conclusions
s’appuient sur le modele a deux spins qui peut étre critiquer a juste titre. En effet, des lors
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que le systeme est plus complexe, c’est le cas des chaines de spins par exemple, nous avons
vu dans le premier chapitre qu'une interaction de Dzyaloshinski-Moriya uniforme modi-
fie clairement le spectre d’excitations vu par neutrons. C’est que cette derniere technique
sonde justement les corrélations de spins résolues en ¢ et voit de ce fait les corrélations non
colinéaires induites par cette interaction.

Néanmoins, une technique beaucoup plus simple peut permettre de détecter une inter-
action de Dzyaloshinski-Moriya “anormalement grande” (de 'ordre de I’échange) : c’est la
mesure de la susceptibilité de spin.

Dans le cas d’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya uniforme dans le solide, la mesure
de susceptibilité en fonction de la température x(7°) (réponse a un champ uniforme) fournit
en réalité la susceptibilité a g = D/J, x(qgo,T). Dans le cas d’'un systéme avec gap, la
susceptibilité uniforme du modele isotrope s’annule lorsque 7" — 0. Ce n’est pas le cas
par contre de la susceptibilité a ¢ fini x(go, 7). Aussi dans un systéme avec gap et avec
une interaction de Dzyaloshinski-Moriya, la susceptibilité perpendiculaire au vecteur de
Dzyaloshinski-Moriya, x 1 (7') ne s’annule plus (bien qu’il existe un gap dans le spectre des
excitations) tandis que la susceptibilité paralléle a température nulle demeure nulle.

De méme, un champ magnétique alterné est induit en présence d’une interaction de
Dzyaloshinski-Moriya alternée. Une expérience de susceptibilité uniforme fournira alors
aussi une contribution provenant de la susceptibilité a ¢ = 7 qui est non nulle & température
nulle. Si I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya est aussi grande que I’échange, cette contri-
bution a température nulle serait du méme ordre de grandeur que la susceptibilité uniforme
a température non-nulle.

Evidemment ’analyse de la susceptibilité a température nulle reste difficile du fait de
I’existence d’impuretés qui contribuent a une remontée de la susceptibilité suivant une loi
de Curie en 1/T.

Cette partie peut sembler étre une digression puisque CuGeQO3 ne possede pas un seul
chemin de super-échange (Cu — O(2) — Cu) mais deux chemins de ce type qui possédent la
symétrie par centre d’inversion. Du fait du centre d’inversion, I'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya, qui apparaissait lorsque ’on considérait un seul chemin, est interdite par la symétrie
lorsque les deux chemins sont pris en compte. Il est cependant instructif de voir comment
se construit I'interférence entre les deux chemins qui conduit a I'annulation de l'interac-
tion de Dzyaloshinski-Moriya pour CuGeQOjs. Considérons donc le probleme complet de
quatre orbitales intermédiaires de I'oxygene (deux pour le site “du haut” et deux pour le
site “du bas”). L’expression (4.50) du hamiltonien reste valable tout comme ’expression
des parametres (4.52) ; la somme (4.54) s’effectue en revanche sur les quatre orbitales. En
utilisant les regles de symétrie des figures (4.6) et (4.7), il vient :

Acllguble — 2A12 (463)
B‘liSUble = (tdpmﬁipm - tdpyﬁipy) + (_tdpzt_:ipm + tdpygipy) = 6 (464)

L’échange fait intervenir A%, et est donc multiplié par 4. L’interaction de Dzyaloshinski-
Moriya disparait du fait de I'interférence des deux chemins. Par suite de la forme tres parti-
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culiere du hamiltonien, I’anisotropie dans I’échange disparait elle aussi. Cela peut paraitre
surprenant dans la mesure ou aucune regle de symétrie n’impose la moindre contrainte sur
I’anisotropie dans 1’échange.

En conclusion, 'interaction entre les spins plus proches voisins se réduit pour CuGeQOsj,
dans I’approximation perturbative, a une interaction d’échange habituelle, méme en présence
de couplage spin-orbite :

Peut-on alors oublier tout ce qui a été dit ci-dessus au sujet de ’interaction de Dzyaloshinski-
Moriya ?

4.3 Couplages spins-phonons

Si l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya statique n’apparait effectivement pas du fait
de la symétrie, toute perturbation qui va dissymétriser les chemins de super-échange va
induire une telle interaction. Ainsi, un phonon d’une symétrie particuliere peut briser
instantanément la symétrie par centre d’inversion. Une interaction de Dzyaloshinski-Moriya
instantanée peut donc s’établir : c’est une forme de couplage spin-phonon de symétrie tres
inhabituelle.

Or, en outre, prés d'un zéro de I’échange, les termes anisotropes deviennent comparables
aux termes isotropes. Ainsi, dans une gamme d’angles allant grosso modo de 80" a 100 °,
les couplages spin-phonons ne peuvent étre limités aux seuls couplages isotropes et doivent
prendre en compte des termes de type Dzyaloshinski-Moriya instantané.

En partant de nouveau des expressions (4.64), et en introduisant un angle différent
pour le chemin du haut 7 4 dn et le chemin du bas 7, il vient :

A‘fg“”’e = Ap(n+dn) + Aw(n) = 2412(n) (4.66)

BiiQOUble = (tdpmf('ipm - tdpy E'dpy)(n + 577) + (_tdpz t_:ipz + tdpy ﬁipy)(n) (467)
d - -

= 677d_77(tdpac tdpac - tdpytdpy) (468)

Cette différence d’angle entre les deux chemins implique une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya, car elle brise la symétrie par centre d’inversion :

= 1 1

1 1 d o o o
= 16(5+ ATU)Alz(ﬂ)%(tdpwtdpw — tdp, tap, )1 = don (4.70)

Le hamiltonien doit donc étre complété par une interaction de Dzyaloshinski-Moriya d’am-
plitude linéaire dans la distorsion 7. La distorsion est soit une variable instantanée de
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moyenne nulle, caractéristique par exemple des phonons, soit une distorsion statique de la
structure.

Dans cette expression, d est du méme ordre de grandeur que g malgré le facteur réducteur
du couplage spin-orbite.

En résumé, I’échange est réduit par 'orientation géométrique des orbitales, tandis que
I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya est moins affectée par I'aspect géométrique parce
qu’elle implique des orbitales de symétrie différente. Elle est par contre réduite par le cou-
plage spin-orbite. En fin de compte, les deux interactions sont du méme ordre de grandeur.

L’énergie du fondamental des deux spins en présence d’une éventuelle distorsion d’angle
n est donnée par (au premier ordre en d) :

Eron = —— — —0n— —0 4.72
g 4 477 4J77 (7)

Si ’énergie magnétique est abaissée par la distorsion, 1’énergie élastique du réseau est par
contre augmentée (~ Kdn?), conduisant & une compétition caractéristique de la transi-
tion spin-Peierls. Le terme de couplage instantané de Dzyaloshinski-Moriya ne modifie pas
profondément ce dernier point, puisqu’il induit dans 1’énergie un terme en &n?.

Ce résultat est obtenu pour deux spins, mais si on considere le cas plus réaliste d’une
chaine de spins, on peut se poser de nouveau la question : est-il possible d’avoir une
transition de type Spin-Peierls qui brise spontanément la symétrie par centre d’inver-
sion ? Si tel est le cas, on génere alors dans la phase basse température une interaction de
Dzyaloshinski-Moriya du fait des distorsions du réseau et I’énergie est abaissée. Considérons
le cas d’une chaine magnétique de Heisenberg couplée aux phonons par une interaction de
Dzyaloshinski-Moriya instantanée :

- Lo v o 1
’H[{Sz, (577&] = JZ 51814_1 + Z 577,(t)d(51 X Sz_}_l) + EKZ 67712(t) (473)

Supposons qu’a haute température, il y ait une phase uniforme sans distorsions de réseau
(0n;) = 0 et qu’a basse température, le systéme subisse une transition de phase vers un
état tel que (6n) # 0. Le parametre d’ordre (0n) est ici une distorsion du réseau qui brise
la symétrie par centre d’inversion. En considérant le parametre 67 comme un parametre
classique, on peut calculer exactement I’énergie des deux modeles suivants (voir chapitre
1) auxquels on a ajouté une énergie élastique de distorsion :

HIUSY, O] = T3 Seivs + 00md (3 x S) + GKNGI? (@74

HIUSY 0] = T 50 5 + -1 O3 x Sit) + 5KNGD (A7)
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L’énergie des fondamentaux est la méme dans les deux cas :

J \3 6

La minimisation de ’énergie par rapport a (dn) donne (6n) = 0. La phase la plus stable
est par conséquent la phase sans distorsion : ce type de distorsion qui brise la symétrie par
centre d’inversion n’est donc pas favorable énergétiquement. Un couplage spin-phonon de
type Dzyaloshinski-Moriya instantané ne conduit donc pas a une transition de phase de
type spin-Peierls brisant la symétrie par centre d’inversion.

La phase distordue a une énergie plus grande que la phase non-distordue. Ceci peut
constituer un contre-argument partiel a la suggestion de Yamada et al. qui proposait que
des distorsions cristallographiques étaient responsables d’une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya. Nous venons de montrer que ceci se traduit en réalité par une augmentation
globale de ’énergie du systeme et que, par conséquent, une telle phase n’est pas favorable
énergétiquement, sauf s’il existe un gain d’énergie élastique completement indépendant des
propriétés magnétiques du systeme.

Dans ce paragraphe, nous avons calculé de plus le couplage spin-phonon isotrope g
et 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya instantanée d sur la base de la théorie du su-
peréchange.

E((5n))/N = J (% ~2n2) + (%K & (é In2 + 1)) (on)? (4.76)

4.4 Calcul numérique des échanges magnétiques dans
la chaine

Le calcul numérique permet de donner des résultats pour le hamiltonien prenant en
compte le couplage de Hund et l'effet du ligand germanium. Ce sont les deux ingrédients
physiques supplémentaires qu’il n’est pas facile de traiter perturbativement tant le nombre
de processus a considérer augmente. Le second avantage du calcul de diagonalisation
numérique exacte est précisément le traitement non-perturbatif de I’énergie cinétique. No-
tons que dans le cas de CuGeOs, comme dans de nombreux oxydes d’ailleurs, I’approxi-
mation perturbative n’est a prior: pas tres bonne, dans la mesure ou ’énergie cinétique
t =~ 0.8eV n’est que trois fois plus petite que ’énergie du premier état intermédiaire
A =~ 3eV. Ce facteur trois entre ces deux valeurs est trop faible pour conduire a des
résultats quantitativement corrects. Ainsi, 'objectif du calcul numérique est double : d’une
part, implémenter certains effets physiques de fagon plus simple qu’un calcul de perturba-
tion qui multiplie le nombre de processus; d’autre part, conduire a des résultats quantita-
tivement plus justes.

Le calcul numérique de diagonalisation exacte utilise l’algorithme de Lanszos. Les pro-
grammes utilisés ont été développés par H.Schulz et T.Ziman (voir [112]) et adaptés pour
ces cas particuliers par T.Ziman. Ils permettent d’obtenir le fondamental du systeme et les
premiers états excités (valeurs propres et fonctions d’ondes). Les fonctions de corrélation a
température nulle se déduisent de la fonction d’ondes de I’état fondamental. Numériquement,
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le spectre des états excités demande analyse. Il est vrai que dans une limite perturbative,
le spectre de basse énergie est constitué essentiellement des excitations de spins; aussi, il
est tentant d’analyser ce dernier en terme d’un modele effectif de deux spins en interac-
tion. Néanmoins rien n’interdit aux excitations de basse énergie d’étre associées dans une
certaine mesure aux degrés de liberté de charge et il faut vérifier dans les cas particuliers
si tel est le cas.

Nous considérons tout d’abord I’amas longitudinal défini sur la figure (4.3) et nous
limitons I’espace de Hilbert aux deux orbitales du Cu d,, (deux trous) aux quatre orbitales
de l'oxygene p,, (vides) et a six orbitales du germanium s, p,, pp (12 trous). Le couplage
spin-orbite est pris égal a 0.1 eV.

Sur la figure (4.12), les premieres valeurs propres de 'hamiltonien de Hubbard sont
données en présence d’un tres faible champ magnétique. L’échange principal J est précisément
donné par la différence d’énergie entre 1’état singulet et triplet. Pour n inférieur a 96
degrés, le systéme est ferromagnétique (comme on peut le voir en appliquant le petit champ
magnétique). Ces résultats sont qualitativement en accord avec ceux de J.Lorenzana et al..
Nous avons utilisé leur procédure qui consiste a ajuster la courbe théorique de 1’échange
sur la valeur expérimentale (J = 12.2mev) pour n = 99 degrés, en changeant le couplage de
Hund (voir paragraphe suivant). En revanche, nous avons dii utiliser un couplage de Hund
légerement supérieur Jy = —0.36eV (leur valeur est Jy = —0.22eV). Cette différence pro-
vient probablement de la différence de traitement des orbitales p du germanium. En effet,
nous n’avons gardé que les orbitales s et p, du germanium, tandis qu’ils ont construit une
seule orbitale hybride s — p. Contrairement au résultat de J.Lorenzana et al. [42], le triplet
n’est pas exactement dégénéré a cause du couplage spin-orbite (voir encart).

L’allure qualitative de la courbe de I’échange en fonction de I'angle est bien com-
prise a partir du calcul perturbatif effectué dans un paragraphe antérieur. La réduction
de I’échange est principalement due a I'interférence destructive entre les deux orbitales de
Ioxygene dans cette géométrie. Dans la suite nous discutons de I'influence du couplage de
Hund Jy, et du ligand germanium, qui sont les deux ingrédients physiques supplémentaires
par rapport a la théorie perturbative présentée ci-dessus.

4.4.1 Influence du couplage de Hund sur le super-échange

La regle de Goodenough-Kanamori-Anderson stipule ’existence d’un état ferromagnétique
pour un angle de 90 °, et non une simple annulation de I’échange comme il a été trouvé
dans le calcul perturbatif. Sur la figure (4.14), nous avons tracé I’échange en présence et en
I’absence de couplage de Hund. La partie ferromagnétique de la courbe J(n) obtenue par
diagonalisation exacte provient du couplage de Hund, négligé dans le calcul perturbatif.

Le couplage de Hund Jggi.gj entre les spins des électrons provient de I'interaction de
Coulomb entre les électrons. Ce couplage est habituellement ferromagnétique, reflétant le
fait qu’au sein de l'atome, ’énergie cinétique est plus grande que les interactions entre
électrons. Sur I'ion oxygene, le couplage de Hund local entre les deux orbitales p, et p,
se traduit pour les états intermédiaires qui ont deux électrons paralleles sur I’ion par une
énergie plus faible (figure (4.13) de droite). De ce fait, en 'absence de couplage antiferro-
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Fic. 4.12 — Energies des premiers états excités en fonction de I’angle. Pour n > 96 degrés,
le premier état excité est un triplet (I’échange est antiferromagnétique). Dans 'encart, nous
montrons la levée de dégénérescence de ce triplet du fait du couplage spin-orbite. Notons
que 'application d'un petit champ magnétique permet de lever aussi la dégénérescence des
deux états S* = +1 (ceci n’est pas visible dans ’encart) et permet de dire lequel des ces
deux états est I'état S = 0. Pour n < 96 degrés par contre, le premier état excité est un
singulet (I’échange est ferromagnétique).
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magnétique, conséquence de l'interférence destructive, I’état ferromagnétique est favorisé
par rapport a I’état antiferromagnétique.

Le couplage de Hund existe aussi entre des orbitales qui ne sont pas sur le méme site. Il
favorise aussi le ferromagnétisme. En effet, considérons le schéma suivant (4.13). L’électron
situé sur le site 1 ne gagne pas d’énergie cinétique en se délocalisant sur le site 2 via le site
3 a cause de l'interférence due a ’angle de 90 . Il peut par contre se délocaliser sur le site
3 et gagner de I’énergie cinétique de ce fait. Mais, le méme électron avec le spin opposé
aurait gagné la méme énergie cinétique en se délocalisant de méme sur le site 3. Aussi
les états ferromagnétique et antiferromagnétique sont dégénérés. Cependant, s’il existe un
couplage de Hund, et si I’électron 2 est dans I’état 1, I’électron 1 avec le spin 1 gagne une
énergie de Hund en se délocalisant sur le site 3. Par contre, 1’électron 1 de spin | perd
cette méme énergie. Le couplage de Hund entre le cuivre et I'oxygene Jy favorise donc le
ferromagnétisme.

Dans la courbe donnée ci-dessus, il apparait clairement un couplage ferromagnétique
dans une plage qui dépend de Jy, conséquence donc de ces couplages.

3

A

1 2

Fic. 4.13 — Figure de gauche : L’électron situé sur le site 1 ne gagne pas d’énergie en
se délocalisant sur le site 2 pour la géométrie du lien a 90 degrés. Figures de droite : en
présence du couplage de Hund, le ferromagnétisme est favorisé pour un angle de 90 degrés.

4.4.2 Influence des ligands sur le super-échange

Geertsma et Khomskii ont mis en relief 'importance du ligand germanium [84]. Celui-
ci est hybridé a I’atome d’oxygene. Sous l'effet de cette hybridation, la dégénérescence
des orbitales p, et p, de I'oxygene est levée; le potentiel créé par le germanium brise en
effet la symétrie qui existait entre les orbitales p, et p, (ceci explique I'asymétrie de la
courbe par rapport a 90 degrés). Or, I'annulation de I’échange en 1'absence de couplage
de Hund provenait précisément de la dégénérescence de ces deux orbitales. Ainsi, I'ef-
fet du germanium seul (on oublie ici le couplage de Hund) est de détruire 'interférence
qui conduisait a réduire ’échange. L’effet est donc d’augmenter ’échange principal, effet
contraire au couplage de Hund qui a tendance a rendre I’échange ferromagnétique. D’ou
I’effet proposé par Geertsma et Khomskii lors de la substitution du germanium par un
ion silicium (composés dopés au silicium CuGe;_,Si,O3) : 'ion silicium est plus petit que
le germanium, et donc moins hybridé a l'oxygene. S’il est moins hybridé, il leve peu la
dégénérescence des orbitales de I'oxygene. Par conséquent, I'interférence destructive est
plus efficace et ’échange magnétique diminue. Ainsi, le composé dopé peut, d’un point de
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FiG. 4.14 — Influence de l'interaction de Hund qui couple les orbitales d, et p,,. Elle
est responsable de I’échange ferromagnétique pour des angles plus petits que 90 degrés.

vue de la modélisation magnétique, étre décrit par un ensemble désordonné de couplages
magnétiques plus faibles. Dans le calcul numérique, ’échange est tellement diminué qu’il de-
vient en réalité ferromagnétique (J = —10meV). Ceci constitue néanmoins un cas extréeme
pour lequel le ligand est complétement retiré. Bien siir, outre cet effet d’hybridation, I'in-
clusion d’un ion silicium peut aussi modifier les caractéristiques cristallographiques locales,
en particulier I’angle 0. L’effet sur I’échange peut étre lui aussi relativement important.
Le germanium a en revanche un autre effet. L’ion a une valence 4+ et est donc porteur
de quatre trous. Du fait de 'hybridation avec 'oxygene, ces trous sont délocalisés sur les
autres ions. Néanmoins, cette délocalisation de principe doit étre confrontée a 1’épreuve
quantitative. Dans le calcul numérique, le taux d’occupation de chaque site est calculable
a partir des fonctions d’ondes. Il apparait, fait inattendu, que la délocalisation des trous
du germanium sur le site de 1'oxygeéne est trés importante : presqu’un trou complet se
répartit sur les deux orbitales p, de I'oxygene (haut et bas). Ce transfert de charge a-
t-il des conséquences sur les propriétés du systeme? Peut-il étre vu expérimentalement ?
Quelles sont les corrélations entre le spin porté par cette charge et les spins des trous du
cuivre 7 Ces questions mériteraient d’étre étudiées plus en détails.

4.4.3 Influence de P’anisotropie sur le super-échange en présence
du couplage de Hund

Dans le calcul perturbatif, 1'état triplet (S = 1) est apparu compléetement dégénéré,
malgré la présence d’anisotropie, mais en accord avec les prédictions de Shekthman et al.
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F1G. 4.15 — Influence du ligand germanium sur I’échange magnétique : cas avec (ligne pleine)
ou sans les atomes de germanium (ligne pointillée). Gaps séparant 1’état fondamental de
premier état excité : la partie gauche de la courbe correspond a un couplage ferromagnétique
et la partie droite a un couplage antiferromagnétique.
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F1G. 4.16 — Taux d’occupation des orbitales p, et p, de 'oxygene sous l'effet du ligand
germanium (donneur de trou). Presque un trou se répartit sur les deux orbitales p, de
I’oxygene, davantage hybridées.
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(chapitre 1). Cependant, méme si leur argument est non-perturbatif, il s’appuie en revanche
sur un modele a une bande. Dans le calcul numérique du modele a plusieurs bandes effectué
ici, nous avons trouvé une levée de dégénérescence du triplet en présence de couplage spin-
orbite. Le gap d’énergie entre la composante S* = 0 et les composantes S* = +1, A, est
donné en fonction de 'angle sur la figure (4.17). Pour n = 99 degrés, la valeur trouvée
est A, = 0.13meV. Pour cette géométrie, il n’existe pas d’interaction de Dzyaloshinski-
Moriya, par conséquent ce gap doit provenir d’une anisotropie dans I’échange. En effet,
pour le modele & deux spins H = JS,.5, + 0J%25753, le gap entre S* = 0 et S* = +£1
est donné exactement par A, = §J%*/2. On en déduit par conséquent une anisotropie axe
facile 0 J** &~ 0.26meV. Ceci est plus faible que ’estimation fondée sur un calcul perturbatif
dJ%* =~ 1meV [87|. La différence peut provenir de I'approximation perturbative et de la
différence de parametres utilisés. A un facteur 3 pres, les résultats sont du méme ordre de
grandeur. Rappelons que la direction z est définie par la direction du vecteur qui intervient
dans la matrice de saut et qui est dans la direction perpendiculaire au plan.
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F1G. 4.17 — Différence d’énergie entre les états 5% = 0 et S* = £1 en fonction de ’angle
7. Cette différence est due au couplage spin-orbite. Elle reste nulle si le couplage de Hund
est nul.

Cette valeur non-nulle doit étre 'effet combiné du germanium et du couplage de Hund.
Rappelons en effet que dans le modele qui ne prend en compte que les orbitales de I’oxygene
(qui néglige ’effet du germanium) et qui néglige le couplage de Hund, ce gap vaut exacte-
ment zéro.

Ces calculs prévoient donc, avec les parametres utilisés pour le couplage de Hund et
le couplage spin-orbite, une levée de dégénérescence de ’état triplet. Expérimentalement,
pourtant, nous avons vu dans l'introduction sur CuGeOs (partie (3.1.1)) que le triplet
semble exactement dégénéré, a la précision des mesures expérimentales. Il serait donc
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intéressant de calculer le gap pour une chaine dimérisée et voir si celui-ci est renormalisé
par le parametre §. Il est possible que la faible dimérisation (ou la frustration) modifie
effectivernent la valeur de ce gap.

Interaction de Dzyaloshinski-Moriya

Dans ce qui précede, nous n’avons pas fait mention de l'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya parce qu’elle est interdite par la symétrie du probléme. Si en revanche, on dis-
symétrise arbitrairement les deux chemins de super-échange haut et bas en coupant les
liens du bas, l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya devient autorisée et son effet apparait
clairement dans les corrélations non-colinéaires (chapitre 1). Nous avons montré perturba-
tivement et en l'absence de couplage de Hund que l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya
devenait beaucoup plus forte que I’échange au voisinage de n = 90 degrés. Or, le couplage
de Hund a un réle important dans ce composé puisqu’il réduit considérablement I’échange
(en I'absence de ce couplage, on aurait un échange de J = 70meV). Il est donc important
de reconsidérer ce point.

Numériquement, nous retrouvons le fait que ce type de corrélations devient tres fort pres
d’un zéro de ’échange (figure (4.18)). Rappelons que ’échange est ferromagnétique pour
des valeurs de I’angle comprises entre 70 et 96 degrés. L’échange s’annule donc précisément
pour les deux valeurs 70 et 96 degrés. De part et d’autre de ces points, on voit clairement
un effet d’augmentation de la fonction de corrélation non-colinéaire.

Dans la phase ferromagnétique, I’état fondamental est I’état 1 pour lequel la fonction

de corrélation non-colinéaire (gl X §2) est exactement nulle.
Cet effet a été expliqué en I’absence du couplage de Hund dans le paragraphe (4.2) par le fait
que l'interférence due a la symétrie des orbitales était moins effective pour l'interaction de
Dzyaloshinski-Moriya. En effet, 'interaction de Dzyaloshinski-Moriya provient de processus
de sauts par des orbitales de symétrie différente de la symétrie de I'orbitale d,, du cuivre.
L’effet ici semble étre encore plus simple. Du fait du couplage de Hund, I’échange doit étre
ferromagnétique pour une certaine plage de valeurs de I’angle. Par conséquent, I’échange
doit s’annuler pour une valeur qui est indirectement reliée au processus d’interférence.
Or, il n’y a pas de raison que l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya s’annule précisément
pour ce méme angle. Donc, le rapport D/J diverge lorsque l'angle tend vers cet angle
critique. La fonction de corrélation & deux spins tend dans ce cas vers sa valeur limite 1/2
correspondant a deux spins essentiellement perpendiculaire (paragraphe (1.3.1)).

Il n’est pas facile en revanche d’extraire directement la valeur de I'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya elle-méme. En effet, le gap d’anisotropie mélange ’effet de I'interaction de Dzyaloshinski-
Moriya et l’effet de I’anisotropie dans 1’échange. Il est donc bien nécessaire d’étudier les
fonctions de corrélations. Nous montrerons comment extraire effectivement cette interac-
tion dans le paragraphe sur les interactions transverses.

En conclusion, nous pouvons dire que 'effet d’augmentation du rapport D/J n’est pas
un artifice du calcul perturbatif en ’absence de couplage de Hund. Ce rapport diverge
bien au voisinage du point 7y (pour lequel I’échange s’annule) avec un facteur 1/(n — n),
simplement parce que l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya doit rester finie. Cela peut se
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F1G. 4.18 - Fonction de corrélation (g | S x S, | Wy) en fonction de 7 due & Dexistence
du couplage spin-orbite. Seule la composante z (perpendiculaire au plan CuQOsz) est non
nulle. Elle est particulierement grande dans la région ou I’échange antiferromagnétique est
réduit et s’annule dans la phase ferromagnétique.

traduire par des effets de non-colinéarité importants dans des composés de cette géométrie.

4.4.4 Echange entre seconds voisins

Pour calculer I’échange entre seconds voisins défini par Jy = ./, il faut considérer ’amas
de plus grande taille représenté sur la figure (4.1). Pour des raisons de taille de 'espace
de Hilbert, seule une moitié d’amas a pu étre considérée. Nous voulons comprendre avant
tout s’il est possible d’expliquer ’échange assez fort observé par les processus passant par
le chemin de superéchange Cu — O(2) — O(2) — Cu. Se limiter & une moitié d’amas permet
d’étudier cette question.

La procédure est identique a celle des paragraphes précédents. Nous trouvons d’abord
les valeurs propres du modele de Hubbard défini sur ce nouvel amas et analysons ces valeurs
propres a ’aide d’un modele de spins effectifs, qui possede en I’occurrence trois spins.

H == J§1.§2 + J§2.§3 + aJ§1.§3 (477)

Le spectre du modele de spins J, aJ est facile a calculer. Pour cela, on peut le récrire
J(S1 + S+ 55)2/2 + (o — 1).(S; + S3)2/2. 11 suffit donc d’exprimer les états dans la base
Stot, S13 €n couplant les trois spins : 1/2®1/201/2 = (0¢1)®1/2=1/261/2®3/2.lly a
donc finalement deux spins 1/2 et un spin 3/2 dont les énergies sont données respectivement
par Eyjp1 = =3aJ/4, By = J(a —4)/4, B3, = J(a + 2)/2. Numériquement, nous
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trouvons les énergies du quartet et des deux doublets; nous extrayons les parametres J, o
a ’aide de ces expressions. En cas d’ambiguités sur la position des deux doublets, il est
nécessaire de regarder la symétrie de la fonction d’onde dans 1’échange 1 — 3. Dans cette
symétrie, I'état d’énergie E/p; est antisymétrique, tandis que I'état d’énergie E;/5o est
symétrique.

Les résultats de J, en fonction de I’angle sont tracés sur la figure (4.19) pour différents
parametres. Sa valeur pour ’angle physique n = 99 degrés est de 1.3meV, en accord
qualitatif avec le résultat expérimental J, = 2.4meV (a = 0.2). L’échange avec les seconds
voisins les plus proches est donc correctement expliqué par le chemin de superéchange
Cu — O(2) — O(2) — Cu et est assez fort. Nous remarquons de plus que sa variation avec
I’angle est moins importante que celle de I’échange principal J. Ce résultat est assez intuitif,
car la grande sensibilité a I’angle de J provient de la proximité de ’angle n avec 90 degrés.
L’échange entre seconds plus proches voisins est di principalement a I’orbitale p. (meilleur
recouvrement O(2) —O(2)) et, par conséquent, il n’y a pas de processus d’interférence avec
une autre orbitale. La dépendance angulaire doit donc étre plus faible, en accord avec les
résultats de la figure (4.19).
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Fi1G. 4.19 — Echange magnétique entre seconds voisins .J» en fonction de I’angle 7. Le calcul
est effectué avec un unique chemin Cu — O(2) — O(2) — Cu en présence des deux atomes
de Ge. Les points supérieurs montrent le résultat en ’absence d’atomes de germanium.

Si on suppose que les parametres en ’absence du ligand germanium peuvent décrire
les échanges du composé CuSiOj, dans lequel le germanium est remplacé par le silicium
(le silicium est un ion plus petit), alors on aurait pour ce composé J; = —10meV et
Jo = 4.5meV. Dans la mesure ou une transition de phase vers un ordre magnétique a été
observée dans ce composé [111], il se pourrait qu'un ordre spiral prenne place du fait de la
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compétition entre J; et Jo. Néanmoins, I’existence méme de la transition pose probleme,
dans la mesure ou le composé devrait étre davantage unidimensionnel. Il se pourrait que la
transition soit néanmoins stabilisée par le couplage inter-chaine, pourtant présumé faible.

4.5 Calcul numérique des échanges magnétiques entre
chaines

Pour effectuer le calcul des échanges transverses, nous utilisons un unique chemin Cu —
0O(2) — Ge — O(2) — Cu, pour des raisons de taille de 'espace de Hibert. L’objectif est
d’avoir un ordre de grandeur de ces couplages. Le hamiltonien de Hubbard, défini sur ce
nouvel amas, contient les deux orbitales d,, du cuivre (deux trous), les quatre orbitales
Pa,y des deux atomes d’oxygene (vides de trous) et deux orbitales s du germanium (quatre
trous) dans un premier temps. Il est diagonalisé et 1’échange transverse est calculé a partir
de la différence d’énergie entre ’état fondamental singulet et le premier état excité triplet.
Le résultat est tracé sur la figure (4.20). Il apparait que, pour les parametres choisis (Jg =
—0.36eV), I’échange transverse est accidentellement nul. Si, en revanche, on choisit des
parametres légerement différents, alors on trouve un échange transverse du bon ordre de

grandeur : pour Jy = —0.22eV, J, = 1meV. Ceci montre les limites de ’approche.
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F1aG. 4.20 — Echange magnétique transverse en fonction de 'angle . Jy = —0.36eV (croix)

et Jgp = —0.22eV.

Or, nous avons montré qu’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya entre les spins des
chaines adjacentes était autorisée par les symétries de la structure cristallographique. A
partir de ce calcul microscopique, il est difficile d’extraire directement l'interaction de
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Dzyaloshinski-Moriya dans la mesure ou le gap d’anisotropie, induit par cette interac-
tion, est mélangé avec le gap induit par ’anisotropie dans I’échange. En revanche, nous
pouvons calculer la fonction de corrélation non-colinéaire qui serait nulle si I'interaction
de Dzyaloshinski-Moriya était nulle. Dans le chapitre 1, nous avons montré que celle-ci
est donnée approximativement par -D /2J pour une interaction assez faible. Sur la figure
(4.21), le résultat du calcul numérique des trois composantes de cette fonction de corrélation
est donné en fonction de I'angle structural 7. Nous utilisons la valeur Jg = —0.22eV
(contrairement aux précédents calculs) pour ne pas rencontrer le probleme accidentel du
zéro de I’échange. Ceci montre qu’il existe une interaction de Dzyaloshinski-Moriya dont le
vecteur a des composantes dans les trois directions. La structure cristallographique possede
en réalité un chemin symétrique Cu — O(2) — Ge — O(2) — Cu qui implique (si on prend en
compte tous les chemins) que seule la composante dans la direction ¢ peut étre non-nulle.
Le fait d’avoir dissymétriser le probleme fait que nous trouvons d’autre composantes qui
ne sont pas physiques. Par conséquent, nous ne retenons que la composante c. L’ordre de
grandeur de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya est donnée par (§1 X §2> . =-D, /2J).
La composante ¢ valant -0.2, il en résulte un rapport D, /J, = 0.4 assez grand. Notons
qu’il est comparable & celui extrait de ’étude des intensités de diffusion inélastique de
neutrons (chapitre 3). Cet effet d’augmentation par rapport a la valeur Ag/g est dii de
nouveau a la réduction de 1'échange transverse (voir figure (4.20)).
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F1G. 4.21 — Fonction de corrélation (§1 X S’;) 1 entre spins des chaines voisines en fonction
de n, due a l'existence du couplage spin-orbite.
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4.6 Effet d’une pression hydrostatique externe

Dans ce paragraphe, nous allons appliquer les calculs des échanges magnétiques a 1’étude
du comportement du composé sous pression hydrostatique.

4.6.1 Résultats expérimentaux et analyse phénoménologique

L’application d’une pression hydrostatique externe a pour effet de changer continue-
ment la structure cristallographique. L’évolution de la transition Spin-Peierls et des pro-
priétés de la phase basse température dans CuGeO;3 ont été étudiées expérimentalement.
Les premieres expériences de chaleur spécifique réalisées sous pression ont indiquées une
augmentation de la température de la transition. Corrélativement, les mesures de diffusion
inélastique de neutrons ont montré que le gap de spins augmentait, tendant a stabiliser la
phase Spin-Peierls (figure (4.22)). Les courbes de dispersion des excitations, ainsi que les
mesures de susceptibilité magnétique sous pression, ont permis de donner qualitativement
I’évolution des parametres d’échanges magnétiques. On voit effectivement que le maximum
de la courbe de dispersion dans la direction des chaines (4.22) est réduit sous pression.
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F1G. 4.22 — Dispersions de ’excitation triplet dans une expérience de diffusion inélastique
de neutrons sous pression, d’apres [104] et [105].

Sur la base de ces résultats, Nishi et al. ont suggéré que I’échange magnétique entre les spins
des chaines devrait diminuer [104]. Parallélement, augmentation du gap a été interprété
comme un effet d’augmentation de la frustration [108, 107]. En effet, qualitativement, le
couplage entre seconds plus proches voisins devrait étre moins sensible a I’angle n que le
couplage entre plus proche voisin qui utilise des chemins de superéchange proche de 90"
Par conséquent, si le couplage entre plus proches voisins diminue a cause de la pression, la
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frustration doit augmenter, car le couplage entre seconds plus proches voisins doit diminuer
moins vite.

Une analyse plus récente de la dispersion de neutrons [108], ou I'influence de la frustra-
tion est pris en compte par un calcul tres approché d’ondes de spins, a permis de proposer
une évolution du parametre « en fonction de la pression : le résultat est donné sur la
figure (d) de (4.23). Nous avons vu en revanche que ce type d’analyse ne pouvait four-
nir de résultats quantitativement corrects; mais, qualitativement, la frustration devrait
augmenter.

L’augmentation de la frustration expliquerait donc I'augmentation du gap et de la
température de transition en fonction de la pression.
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Fic. 4.23 — Evolution de I’énergie de I’état lié de deux triplets E,,;, en fonction de la
pression, mesurée par diffusion Raman, d’apres [108].

Des expériences de diffusion Raman ont permis de suivre I’évolution de 1’énergie de ’état
lié de deux triplets [108] (figure (a) de (4.23)). A pression atmosphérique, celui-ci a une
énergie de 30cm™? [70]. L’énergie de cet état est légerement inférieure au seuil du continuum
d’excitations du fait de I'existence d’une énergie de liaison due a l'interaction frustrante
Jo. Par conséquent, I’augmentation de la frustration doit avoir un effet direct sur I’énergie
de cet état. Sur la figure (a) de (4.23), I’énergie du continuum qui débute & 2A est donnée
pour comparaison. Il apparait clairement que ’énergie de liaison 2A — E,,,;;,, augmente avec
la pression, ce qui souligne I’augmentation de la frustration.

Une analyse phénoménologique plus précise de ces résultats peut étre donnée a partir des
résultats de G.Bouzerar et al. [53]. Par un calcul de diagonalisation exacte des états de
I’hamiltonien unidimensionnel, ils ont montré que le rapport de I’énergie de I’état 1ié de deux
triplets et de I’énergie du triplet est fonction uniquement de la frustration « (figure (4.24)).
Les expériences de neutrons et de diffusion Raman présentées ci-dessus ont mesuré ’énergie
de ces deux états en fonction de la pression. En calculant le rapport a partir de ces deux
résultats expérimentaux, on peut ensuite extraire une valeur approchée (approximation
unidimensionnelle) de la frustration en utilisant le résultat de [53]. Ce résultat est plus
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fiable que 'analyse de type “ondes de spins” utilisée dans [108] puisqu’il traite exactement
la dynamique unidimensionnelle. On peut de plus corriger cette valeur par le couplage entre
chaines [52] : Qpees = Q1p — ‘% Ce dernier d’ailleurs ne varie pas beaucoup avec la pression
car la dispersion transverse varie peu.

Les énergies et le rapport extrait des expériences sont résumés dans le tableau ci-dessous.

Tableau I : Energies des excitations triplet et singulet sous pression mesurées par
diffusion inélastique de neutrons [104] et par diffusion Raman [108].

P(GPa) |0 06 13 18
Ay (meV) [1.8 25 34 4.2
Ag (meV) [4 48 58 6.5
R=Ag/ANy |22 19 1.7 154

En extrayant la valeur de la frustration de la figure (4.24), il apparait trés clairement que
la frustration varie beaucoup avec la pression appliquée. Il est nécessaire d’insister sur le
caracteére tres approché de ce rapport : selon le choix de la valeur du gap (1.8 meV [104],
2.1meV [43] ou 2.3meV [80]) ce rapport peut étre fortement modifié. Aussi, il ne faut pas
prendre avec trop d’attention la valeur absolue donnée ci-dessus; ce qui est plus important,
c’est la forte variation de ce rapport avec la pression, et par suite la forte augmentation de

la frustration. Singlet-Triplet gap ratio vs. frustration (Q=0).
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F1G. 4.24 — Résultat théorique qui relie, dans I’approximation unidimensionnelle, le rapport
de Iénergie de I'état excité singulet sur I’énergie de 1’état triplet R = Agr/Ap, a la valeur
de la frustration «, d’apres [53]. Ce rapport R est donné en fonction de la pression par le
tableau précédent.

Au dela de la valeur o = o, = 0.24, le couplage avec les phonons n’est plus nécessaire
pour avoir un gap : la phase est spontanément dimérisée. Une analyse récente des pa-
rametres a montré que la valeur @ = 0.2 de la frustration a pression ambiante semblait étre
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la plus compatible avec I’ensemble des résultats expérimentaux [52]. Or, comme on vient de
le voir, cette valeur augmente avec la pression. Le rapport Ry, ~ 1.5 pour P = 1.8G'Pa im-
plique une valeur de « bien supérieure a la valeur critique «.. Par conséquent, il semble que
I’application d’une pression externe conduise a dépasser le point critique quantique définie
par a, = 0.24. L’application d’une pression externe permet donc d’étudier les propriétés
du systeme dans tout un voisinage du point critique quantique.

Une expérience récente de chaleur spécifique a permit d’étudier I’évolution de la température
de transition sous de plus fortes pressions [106]. La rupture de pente observée dans la courbe
Tsp(P) (figure (4.25)) pourrait étre reliée au passage du point critique. Une transition de
phase structurale n’est pas non plus a exclure; cependant, les mesures de diffraction de
neutrons jusqu’a 6GPa n’ont pas indiqué de transition de phase (figure (4.26)).
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F1G. 4.25 — Evolution de la température de transition Spin-Peierls en fonction de la pres-
sion, définie par la position du pic de chaleur spécifique, d’apres [106].

4.6.2 Comparaison avec les calculs théoriques des échanges magnétiques

Le passage de la valeur critique de la frustration est appuyé par les calculs théoriques
des échanges développés dans ce chapitre. Nous avons vu effectivement que 1’échange
magnétique principal J augmente avec l'angle autour de la valeur physique 7y, = 99°.
D’apres les expériences de diffraction de neutrons présentées sur la figure (4.26), I’angle 7
diminue avec la pression : pour une pression de 6GGPa par exemple, I’angle n a diminué d’'un
degré. Par conséquent, J doit donc diminuer (figure (4.14)), en accord avec les premiers
calculs réalisés par J.Lorenzana [42]. Numériquement, pour une diminution d’un degré,
J passe de 13meV a 9meV. En revanche, ’échange .J, entre seconds plus proches voisins
diminue beaucoup moins lorsque 7 diminue (figure (4.19)). Pour une diminution de 1 d’un
degré, J, varie de 0.04 meV. Sur la figure (4.27), le rapport oo = Jo/J est tracé en fonction
de I'angle : la frustration augmente clairement. De plus, le calcul du couplage transverse
J1 (4.20) montre que celui-ci varie de 0.2 meV dans une variation d’un degré, ce qui est
en accord avec la dispersion transverse mesurée a 2GPa qui n’est quasiment pas modifiée
(figure (4.22)).
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F1G. 4.26 — Effet d’une pression hydrostatique sur la structure cristallographique, d’apres
[107]. Modification des angles structuraux définis sur la figure du haut. Les échanges

magnétiques sont particulierement sensibles a ’angle 7. Il apparait que n diminue avec
la pression.
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Fic. 4.27 — Evolution de la frustration magnétique avec l’angle d’apres les calculs de
superéchange dévéloppé dans ce chapitre.

Résumé des résultats de ce chapitre

Dans ce chapitre, nous nous sommes appuyés sur le hamiltonien de Hubbard défini par
J.Lorenzana et al. Nous avons di définir la partie dépendant du spin-orbite de ce hamilto-
nien (en particulier la dépendance angulaire), ainsi que les parameétres de saut pour I’amas
transverse qu’ils n’avaient pas considéré. Le calcul perturbatif des interactions d’échange
et des anisotropies est analogue a celui de Moriya. Nous avons montré cependant que
les anisotropies ont des effets amplifiés, a cause de 'interférence a 90 degrés. De ce fait,
des effets de non-colinéarité importants peuvent apparaitre pour certains oxydes de cette
géométrie. Ce calcul prévoit donc une modification des regles de Goodenough-Kanamori-
Anderson due au couplage spin-orbite. Ceci doit se traduire en outre pour CuGeQOs, par un
couplage de type Dzyaloshinski-Moriya instantané non-négligeable, que nous avons calculé.
Par ailleurs, nous avons montré que ce couplage n’induisait pas de transition Spin-Peierls a
lui seul, ce qui constitue un contre-argument a la suggestion de Yamada au sujet de 1'exis-
tence d’une interaction de Dzyaloshinski-Moriya dans les chaines de CuGeQs;. Les calculs
de diagonalisation exacte fournissent des résultats plus quantitatifs, méme s’ils restent tres
dépendants des parametres ab-initio. Ils ont permis de retrouver l'effet d’augmentation du
rapport D/J. Ils ont permis aussi de prédire I’évolution des échanges en fonction d’une
pression hydrostatique appliquée et notamment une augmentation de la frustration, ce qui
semble en accord avec les résultats expérimentaux. Ces considérations sur la forte augmen-
tation de la frustration constituent une conclusion plus fiable que ce qui avait été suggéré
auparavant sur la base d’approximation d’ondes de spins.
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Chapitre 5

Expériences exotiques de diffusion de
neutrons : quelles informations ?

Les nouvelles mesures de rotation de la polarisation des neutrons peuvent permettre
en principe d’étudier les couplages entre les degrés de liberté magnétiques et les pho-
nons. Il est intéressant d’étudier un exemple précis, en ’occurrence le composé bien docu-
menté CuGeOs, pour établir les regles de sélection générales et comparer la théorie avec
I’expérience.

5.1 Présentation des résultats expérimentaux sur CuGeOs;

Le composé CuGeOs posseéde une excitation de basse énergie attribuée a une exci-
tation magnétique (voir par exemple le chapitre (3)). Expérimentalement, la levée de
dégénérescence en trois modes Zeeman par application d’un champ magnétique a démontré
le caractére triplet (S=1) de cette excitation [43]. Nous avons vu en outre que sa disper-
sion était bien expliquée par un modele magnétique phénoménologique [52], corroborant
ainsi I’hypothése d’une excitation triplet. Dans le chapitre précédent, nous avons montré
que 'ordre de grandeur des interactions magnétiques calculées a partir d’un modele mi-
croscopique se comparait parfaitement a ’ordre de grandeur des parametres extraits des
expériences via ’analyse de ce modele magnétique.

En résumé, le modele phénoménologique décrit bien les expériences et ’analyse micro-
scopique confirme les parametres de ce modele. Par conséquent, une image cohérente de
I’excitation de basse énergie semble se dessiner en termes d’excitation magnétique S=1
dispersive. Pourtant, et c¢’est I’objet de ce chapitre, les expériences récentes de polarisation
de neutrons suggerent que cette excitation n’est pas une excitation magnétique pure : elle
semble en réalité couplée de facon importante aux distorsions structurales.
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5.1.1 Effet de rotation de la polarisation

La technique expérimentale de mesure des trois composantes de la polarisation finale
du jet de neutrons diffusés a été inventée récemment par J.Brown, F.Tasset et F.Forsyth
[20]. Dans les techniques de polarisation habituelles, dites uniaxiales, seule la projection de
la polarisation finale sur ’axe défini par la polarisation initiale peut étre mesurée : il était
donc impossible de distinguer dans ce cas un effet de dépolarisation du faisceau d’un effet de
rotation de la polarisation, qui ont tous les deux la méme projection. La nouvelle technique,
dans laquelle toutes les composantes sont mesurées, permet de remédier a ce probleme et
de séparer les deux effets. On peut donc obtenir des informations plus completes sur le
processus de diffusion.

Dans ces expériences, un faisceau polarisé de neutrons (caractérisé par son vecteur de
propagation &, ’énergie des neutrons E et le vecteur de polarisation P = ~ 2i(d3)) est
diffusé sur le solide étudié, suivant les techniques habituelles de diffusion de neutrons. Le
processus crée dans le solide une excitation d’énergie hiw (éventuellement w = 0 pour les
processus de diffraction) avec une certaine probabilité. Un nombre N de neutrons est diffusé
dans une direction k' avec une énergie E' qui satisfont la conservation de la quantité de
mouvement k' — k = R (on K est la quantité de mouvement de l’excitation, & un vecteur
du réseau réciproque pres) et la conservation de 1’énergie E' — E = hw.

Pour R fixé expérimentalement, la polarisation initiale est orientée parallelement a ce
vecteur, pour des raisons qui vont étre détaillées par la suite. L’énergie E’' des neutrons
diffusés dans cette direction et les trois composantes de la polarisation finale du faisceau
sont alors mesurées.

Cette technique a été employée par L.P.Regnault et al. pour étudier les propriétés de
polarisation de I’excitation de plus basse énergie de CuGeQOsy a trés basse température [91].
Parmi les deux modes magnétiques connus (dit acoustique et optique, voir chapitre 3),
seules les propriétés de polarisation du mode acoustique ont été étudiées.

Le vecteur £ = (0,0,Q. = 1/2) correspond au point antiferromagnétique des chaines
dans 'espace réciproque. Pour ce point, le mode acoustique a une énergie de 5.7meV.
L’effet de polarisation est étudié pour cette excitation. La polarisation initiale est alignée
selon I'axe ¢ parallelement au vecteur £ et la polarisation finale est mesurée. Le résultat
marquant est ’apparition d’une composante perpendiculaire & la polarisation initiale (selon
laxe b) dont la norme est de 1’ordre de 34% fois la polarisation initiale (figure (5.1)).

D’autres points de 'espace réciproque (0,n,1/2) (avec n entier) ont été étudiés; dans
tous les cas, la polarisation initiale est choisie parallele au vecteur K et la polarisation
finale est mesurée. Un effet de rotation autour de 'axe a conduisant a une composante
de la polarisation finale perpendiculaire a la polarisation initiale a été observée. La norme
de cette composante est tracée en fonction de n (noté Q) sur la figure (5.2). Par ailleurs,
pour s’assurer que la composante observée n’est pas la conséquence d’un effet polarisant,
un faisceau de neutrons non-polarisé a été diffusé sur le solide et la polarisation finale
mesurée : aucun effet polarisant n’est apparu.
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Fi1c. 5.1 — Rotation du vecteur de polarisation du faisceau de neutrons apres la diffusion
a w = H.7meV. Le vecteur de polarisation est aligné initialement selon 1’axe c et acquiere
une composante selon 1’axe b.
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F1G. 5.2 — Composantes de la polarisation finale perpendiculaires a la polarisation initiale,
en fonction du vecteur d’onde pour le mode “acoustique” ; d’apres [91]. Les points noirs
(resp. blancs) correspondent a la composante de la polarisation finale perpendiculaire a la
polarisation initiale et dans le plan (bc) (resp. perpendiculaire au plan (bc)).
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Interprétation

L’excitation dont les propriétés de polarisation sont testées semblait étre, d’apres ce qui
était connu jusqu’a présent, une excitation triplet purement magnétique. Si tel était le cas,
on pourrait se contenter de prendre en compte l'opérateur magnétique dans l’analyse des
résultats de la diffusion des neutrons. Ainsi, un neutron appartenant au faisceau polarisé,
dans un état SZ?,,, = +3, créerait une excitation magnétique dans le solide S/ | ¥y)!
qui serait telle que le solide gagnerait une unité de moment cinétique AS?, = +1 (voir

sol.

équation 2.39). La conservation du moment cinétique total dans le processus de diffusion
impliquerait alors que SZ.,, = —% (P# = —1). Par conséquent, la polarisation finale serait
exactement opposée a la polarisation initiale et une composante perpendiculaire a la pola-
risation initiale ne pourrait exister. L’hypotheése d’une excitation purement magnétique est
donc en contradiction avec la mesure d’une composante perpendiculaire de la polarisation
finale. Cet argument utilise néanmoins ’hypothese de la conservation du nombre quan-
tique S*. En réalité, il reste valide méme si tel n’est pas le cas. Dans le paragraphe 2.1.3
en effet, nous avons montré en partant des équations générales de la diffusion inélastique
de neutrons qu’en I’absence de couplage spins-phonons et quelles que soient les symétries
du probleme magnétique, la création d’une excitation magnétique pure implique forcément
une polarisation finale du faisceau diffusé opposée a la polarisation initiale.

Lorsqu’on part de I’équation générale de la polarisation finale du faisceau de neutrons
diffusés (équation (2.22), p.45), seuls deux termes donnent des composantes de la polarisa-
tion finale perpendiculaires a la polarisation initiale (équations (2.43) et (2.44)). En outre,
dans la configuration 7 || P choisie expérimentalement, le terme (2.44) est exactement nul A
cause du caractere dipolaire de 'interaction entre le moment magnétique du neutron et les
moments magnétiques du solide. Par conséquent, I'effet de rotation est attribuable a une
seule fonction de corrélation (2.43) impliquant degrés de liberté magnétiques et nucléaires
(93, 91] (c’est pour cela que cette configuration a été choisie expérimentalement). La com-
posante de la polarisation finale perpendiculaire a la polarisation initiale, multipliée par la
section efficace totale s’écrit dans cette configuration a I’aide de cette fonction de corrélation
mixte (équation 2.45) :

P (ng—;'w) = () e [ e (.08 1(0)) ~ (S.(DB-(0)) x P (5.1)

oll Be(t) = ¥ aqe®Riaei®Talt) est Popérateur nucléaire et Se(t) = ¥4 Fy(k)e®Fia Sy (t)
est I'opérateur de spins. Le choix & || P est tres important puisqu’il permet de séparer ce
terme des autres contributions a la polarisation finale (équation 2.42). En divisant par la
section efficace, on obtient donc la composante transverse de la polarisation finale. L ’effet
de rotation est donc la conséquence d’un effet d’interférence entre degrés de liberté de spins
et degrés de liberté nucléaires.

LCeci est vrai uniquement dans la configuration utilisée & || P || 2
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La section efficace dans cette configuration (7 || P || z, P = 1) s'écrit quant & elle
exactement :

d20' k" 1 +o00 iw kl 1 +oo i
(dew)EHﬁP;(w?E% [t S ST 0) + T [ dte (BL(0)5-n(0))5:2)

Par conséquent, si on est capable de calculer les fonctions de corrélation qui interviennent
dans les expressions (5.1) et (5.2), on peut en déduire les composantes de la polari-
sation finale P' et comparer directement avec les résultats expérimentaux exposés ci-
dessus. Par ailleurs, les deux termes intervenant dans la section efficace (5.2) peuvent étre
séparés par les techniques de polarisation uniaxiale. Dans le chapitre suivant, les résultats
expérimentaux de L.P. Regnault et al. concernant les sections efficaces spin-flip (premier
terme) et non spin-flip (deuxiéme terme) sont présentés.

A température nulle, la représentation spectrale de la fonction de corrélation s’écrit :

27rh/ “WHB(4)5_(0)) — (S (t)B-x(0)) =
ZZ ((‘Ifo ‘ /Bn ‘ \Iln><\IIn | g—n ‘ QO) - <ql0 ‘ Sn ‘ \Iln>< n | ﬁ—n ‘ KII(])) 5(E0 - En + hCU)(53)

23" Im [(Wo | S | Wn)( Wy, | By | Wo)| 6(Eo — En + hw)(5.4)

Afin de calculer ces éléments de matrice, il est donc nécessaire de considérer un hamiltonien
qui prenne en compte un couplage entre degrés de liberté nucléaires et degrés de liberté
de spins. Avant de considérer les différents couplages possibles, il est utile d’introduire ici
un autre résultat expérimental de diffusion de neutrons dont I'interprétation est reliée a ce
résultat.

5.1.2 Section efficace non-spin flip entre états magnétiques

La section efficace non spin-flip est définie a des normalisations prés comme la proba-
bilité d’une diffusion des neutrons sans modification de leur état de spin. Dans la configu-
ration particuliére & || P, Moon, Riste et Khoeler ont montré que la section efficace non
spin-flip est purement d’origine nucléaire? et la section efficace spin-flip purement d’origine
magnétique® [19]. Nous avons détaillé ce point dans la partie 2.1.2. De plus, ils ont mis
au point le premier dispositif expérimental permettant de mesurer indépendamment ces
deux grandeurs. Par conséquent, on peut avoir acces séparément aux deux fonctions de
corrélations magnétiques et nucléaires :

2Elle provient de I’interaction nucléaire entre les neutrons et les noyaux des atomes.
3Elle provient de I’interaction dipolaire magnétique entre les moments magnétiques des neutrons et les
moments magnétiques des électrons du solide.
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¢ \*" ok 1t e
(dew) = (o)’ Lo | dte™ (S (£)S%,(0) (5.5)
d2 NSF o1 Yoo .
(in) = 237 | dteH(Ba(0)5-x(0)) (5.6)

La section efficace spin-flip met en jeu des opérateurs qui agissent sur les variables de spins
tandis que la section efficace non spin-flip fait intervenir des opérateurs qui agissent sur
les variables nucléaires. Par conséquent, ce type de mesure s’est avéré dans le passé tres
utile pour séparer les excitations magnétiques des excitations de réseau (phonons) : une
excitation qui apparaissait dans la section efficace spin-flip était considérée comme une
excitation magnétique alors qu’'une excitation de la section efficace non-spin flip était prise
pour un phonon.

Or, pour CuGeQOgs, et dans cette configuration, les sections efficaces spin-flip et non
spin-flip sont simultanément non-nulles a ’énergie du mode a ¢ = (0,1,1/2) (£ = 2meV)
(voir figure (5.3)). L’intensité de la section efficace non spin-flip est certes beaucoup plus
faible que l'intensité de la section efficace spin-flip mais est largement en dehors du bruit
de fond et des limitations expérimentales dues a ’obtention et a ’analyse de faisceaux
polarisés [91].
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FIG. 5.3 — Expérience de neutrons polarisés (P || #) montrant Iexcitation & 2meV. Elle
apparait simultanément dans la section efficace spin-flip (points noirs) et non-spin-flip
(points blancs); d’apres [92]. Cela suggere que excitation est un mélange d’excitation
magnétique et de distorsions de réseau.

De plus, 'intensité de la section efficace non spin-flip pour cette excitation est du méme
ordre de grandeur que les pics de diffusion de phonons qui apparaissent a plus haute énergie
(les phonons ont en effet une section efficace plus faible que les excitations magnétiques a
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cause du facteur de forme). Une interprétation rapide suggererait donc I’existence d’une
excitation magnétique et d’'un phonon accidentellement a la méme énergie £ = 2meV et
au méme vecteur ¢ = (0,1,1/2). Or, le modele de phonons haute température développé
par M.Braden prévoit que le mode de phonon de plus basse énergie a ce vecteur g apparait
a une énergie beaucoup plus haute, de lordre de 12meV [96]. Par conséquent, il semble
impossible d’attribuer cette excitation a un phonon.

Dans la configuration & || P, 1a section efficace non spin-flip (équation 5.3) peut s’écrire a
température nulle a ’aide de sa représentation spectrale :

dwd Tk

En I’absence de couplage spins-phonons, si ’on considere des états magnétiques ¥, et U,
I’élément de matrice ci-dessus est exactement nul. Il est donc nécessaire de prendre en
compte un tel couplage pour expliquer I'effet observé. Dans ce cas effectivement, les exci-
tations sont des excitations mixtes et rien n’interdit une transition induite par ’opérateur
nucléaire entre états principalement magnétiques. Par conséquent, nous supposons que le
mode observé est un mode mixte magnon-phonon et calculons dans la suite cette section
efficace.

Cependant, en I'absence d’anisotropie de spins, le spin total Sy, est un bon nombre
quantique et 'opérateur 5, ne peut effectuer de transition entre des états qui different par
ce nombre quantique. La régle de sélection tout a fait générale est donc (AS = 0, AS* = 0).

Or, pour CuGeOs;, la transition est observée entre états connus pour étre des états
singulet (Syotar = 0) et triplet (Si = 1). Une telle transition est interdite pour un
systeme parfaitement isotrope et suggere de nouveau, tout comme ’effet de rotation de la
polarisation, I’existence d’anisotropies de spins.

(‘“’) R S | o W) 1 8By — By + 1) (5.7

Notons que le méme élément de matrice (¥,, | B | Wo) intervenait aussi dans Deffet
de rotation de la polarisation finale. Contrairement a ce dernier cas, il intervient ici a
la puissance 2. On peut comprendre maintenant pourquoi ces deux effets sont reliés. La
section efficace non-spin-flip est en effet reliée a la composante de la polarisation finale
parallele a la polarisation initiale par :

20 \NSF 2o \SF

| = (dwcgﬂ) B (dwdaﬂ)
= 2, \NSF 20 \F

(dwdaﬂ) + (dwdaﬂ)
Or, la rotation du vecteur P se traduit forcément par une diminution de la composante lon-
gitudinale de la polarisation. Cette diminution est reliée a la section efficace non-spin-flip
par I’équation écrite ci-dessus. Il est donc normal que les deux effets aient lieu simul-

tanément.

Dans la suite, nous introduisons un modele prenant en compte un faible couplage avec
les phonons et calculons perturbativement cette section efficace en fonction des éléments

de matrice pertinents pour les transitions entre états magnétiques. Nous avons présenté ici
une motivation pour ce calcul, mais le résultat ne se limite pas a CuGeOs.

(5.8)
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5.2 Arguments de symétrie et modeles possibles pour
Peffet de rotation et la transition non-spin flip

Les deux effets observés (rotation de la polarisation du faisceau de neutrons et section
efficace non spin-flip non nulle entre états magnétiques) font intervenir directement une
fonction de corrélation entre les degrés de liberté nucléaires et les degrés de liberté de spins.
Ils nécessitent donc un couplage entre les spins et les distorsions du réseau (phonons).

En outre, la polarisation tourne dans un sens particulier. Il doit donc exister dans le
probléme un vecteur axial caractérisant I'interaction magnétique (interaction de Dzyaloshinski-
Moriya) ou le couplage avec les phonons. Si tel n’était pas le cas, la transformation par
un plan miroir perpendiculaire a la polarisation initiale laisserait le probleme invariant et
la polarisation finale serait forcément perpendiculaire & ce plan miroir, soit dans la méme
direction que la polarisation initiale.

Nous avons vu de plus que les deux effets sont observés pour un état initial singulet
(Stotar = 0) et un état final triplet (S = 1). Si tel était le cas, la regle de sélection
ASiotar = 0 impliquerait un effet strictement nul. L’observation des deux effets implique
donc l'existence d’anisotropie de spins et la non-conservation du nombre quantique Sipiq;-

Par conséquent, nous considérons dans cette partie des modeles de spins localisés, in-
cluant des couplages spins-phonons et des anisotropies de spins, susceptibles de s’appliquer
a CuGeOs. Le hamiltonien est décomposé en trois termes :

H = Hmagnetique + thonons + Hspins—phonons (59)
%magnetique = %[S'z] (510)
H = Z p;?i + 1 w2, = ZhQ (af ags + l) (5.11)
phonons — 2Md 2 d%q%iq m qs\“qs“qs 9 .
Hspins—phonons = H[§Z7 U]] (512)

Dans cette partie, nous allons donner les différentes possibilités de couplages H spins—phonons
et d’anisotropies de spins qu’il est nécessaire d’ajouter a I’hamiltonien de CuGeOj3 (3.73)
pour obtenir de tels effets. Dans la partie suivante, nous calculerons 1’élément de matrice
qui intervient dans les deux effets :

<‘Iln | Zeii{.ﬁideik‘.md ‘ \Ifo> (5.13)
id
5.2.1 Anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya instantanée

S. V. Maleyev a proposé une interprétation partielle des résultats de rotation de pola-
risation en termes d’interaction de Dzyaloshinski-Moriya modulée par les phonons [93]. Il
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a introduit une modulation de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya transverse (entre les
spins des chaines adjacentes) dont nous avons montré dans le chapitre 3 qu’elle pouvait
étre responsable de ’existence du mode optique :

Hspms—phonons = Z ( Lij + d:fufd) (Sz',j X Si,j_|_1) (514)
afBijd
i, est le vecteur de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya statique entre les spins (3, j)

et (i,7+1) des chaines adjacentes. ufd sont les operateurs de déplacements dans la direction

3 de I'atome d appartenant & la maille élémentaire . d5°u’,(t) = d*(t) est la composante o
du vecteur de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya instantanée créée par les déplacements
instantanés des atomes.

Dans son analyse, Maleyev a trouvé une direction pour la polarisation finale en ac-
cord avec le résultat expérimental mais a conclu que I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya
devrait étre anormalement grande pour expliquer un tel effet.

L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya, 51](5_’; X S'}), est présente dans les cristaux de
symétrie assez basse et interdite par exemple lorsqu’il existe un centre d’inversion au milieu
du lien qui sépare les spins 7 et j. Cependant, une distorsion du réseau créée par un phonon
peut générer une interaction de Dzyaloshinski-Moriya instantanée méme si ’interaction de
Dzyaloshinski-Moriya statique est absente pour ces raisons de symétrie. Par conséquent,
nous pouvons aussi considérer une interaction instantanée entre les spins d’une méme
chaine :

—

Hspinsfphonons— Z daﬂ ﬂ Sz X Sz—l—l]) (515)

afijd

Dans la mesure ou les interactions dans la chaine sont plus fortes J/J, = 10, on peut
s’attendre a une interaction de Dzyaloshinski-Moriya plus forte dans la chaine d)/d, ~
10, pouvant éventuellement résoudre le probléme d’ordre de grandeur de Maleyev. Nous
voulons insister sur le fait que le second terme de I'expression (5.14) peut exister méme
si le premier terme est interdit par la symétrie. L’origine microscopique d’un tel terme
est identique a l'interaction statique : super-échange et couplage spin-orbite. Puisque le
saut des électrons d’un site a ’autre est beaucoup plus rapide que les mouvements dus aux
phonons, I’électron voit un réseau gelé, et une interaction antisymétrique peut se développer
sur cette échelle de temps sans briser la symétrie par parité.

Ainsi, dans le chapitre (4), nous avons calculé cette interaction sur la base de la théorie
du super-échange. Il est apparu que, pour une chaine de CuQO,, la variation de 'interaction
de Dzyaloshinski-Moriya avec les distorsions de I’angle n = Cu — O — Cu est tres forte.
L’expression que nous avons trouvé pour une distorsion planaire impliquant simplement
une variation de l’angle n s’écrit (équation 4.70) :

Hspins—phonons = Z(T’(t) - HO)J(S"Z,] X ‘S—;i—l—l,j) (516)

ij
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J: 16(t§pw - tgpy) (1 1) d

A2 Z + ﬁ d_n I:tdpac tdpac - tdpy tdpy] (517)

La forme compléete du tenseur ddaﬂ peut s’obtenir par des considérations de symétrie. La
figure (5.4) donne des exemples de distorsions de 'amas CusO, accompagnés des vec-
teurs de Dzyaloshinski-Moriya instantanés associés. Remarquons que les distorsions lon-
gitudinales qui brisent la symétrie par centre d’inversion ne génerent pas d’interaction de
Dzyaloshinski-Moriya, du fait de symétries supplémentaires (voir figure (5.4)).
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F1c. 5.4 — Trois exemples de distorsions possibles de ’amas CuyOy avec les vecteurs de
Dzyaloshinski-Moriya associés. A gauche, le mouvement des atomes selon ’axe y génere
une interaction de Dzyaloshinski-Moriya entre les spins du cuivre selon I’axe z (plan miroir
Cuy0; et plan miroir contenant les atomes O(2) et perpendiculaire a ce dernier) ; au centre,
les atomes sortent du plan d’équilibre et le vecteur de Dzyaloshinski-Moriya est alors selon
y (plan miroir zz contenant le lien Cu-Cu) ; a droite, ces distorsions, selon I’axe ¢, brisent
le centre d’inversion au milieu du lien Cu-Cu. En revanche, I’existence des deux plans
miroirs (CugOs et le plan contenant le lien et perpendiculaire a ce dernier) impliquent que
le vecteur de Dzyaloshinski-Moriya s’annule.

5.2.2 Anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya et couplage spin-phonon
isotrope

Le deuxieme type de modele possede un couplage spin-phonon isotrope dans I’espace des
spins (modulation de ’échange magnétique isotrope par les distorsions dues aux phonons).
L’anisotropie (nécessaire pour avoir un effet de rotation de polarisation) provient ici de
I’anisotropie du modele de spins. Or, parce qu’il est nécessaire d’avoir un vecteur axial
dans le probleme pour avoir un effet de rotation, une anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya
est introduite :
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—

0 — —
%magnetique = ,Hgn()lgnetique + Z D(SZ X SZ-H) (518)
i
Dans ce cas, il est suffisant de considérer un couplage spins-phonons isotrope car il est, en

ordre de grandeur, plus important que le couplage de Dzyaloshinski-Moriya instantané et
I’anisotropie, nécessaire pour avoir un effet, a déja été prise en compte :

Hspins—phonons = Zggugjsi-si—kl (519)
aid
gg sont les parametres qui traduisent comment les déplacements de 'atome d dans la
direction o modifient ’échange magnétique entre les spins ¢ et ¢ + 1.

5.3 Théorie générale perturbative

Dans ce chapitre, nous calculons I'effet de rotation et la section efficace non-spin-flip
a aide d’un calcul perturbatif au premier ordre dans le couplage spin-phonon. Nous
établissons de plus les regles de sélection de ces expériences.

5.3.1 Calcul a température nulle

Avant de considérer les deux effets, il est nécessaire de calculer I’élément de matrice qui
intervient en commun dans les équations régissant 'effet de rotation (5.49) et la section
efficace non-spin-flip (5.7). Cet élément de matrice s’écrit :

(g | Zadem'éidem'ﬂid | o) (5.20)
id
Pour cela, le couplage spin-phonon est traité en perturbation au premier ordre. A I'ordre
0, le hamiltonien est la somme d’un couplage entre spins (aucune restriction n’est faite a
ce stade sur le modele de spins) et du hamiltonien de phonon :

H(O) = ,ng(zzzgnetique + H;E)(I)L)onons (521)
52
(0) _ Pid 1 292 t 1
thonons - % 2Md + 5 dWqlyg = ; ths(aqsa’qS + 5) (5'22)

(0)

magnetique
d’énergie w, noté | ‘IISL'O)>. Le hamiltonien de phonon décrit les mouvements des atomes
d de la maille élémentaire 7. Avec un nombre z d’atomes par maille élémentaire, il y a
3z modes propres repérés par l'indice s et dont les énergies sont notées (.. Les états
associés sont notés | k,s : 1) (pour un seul phonon dans 1'état) et ’état vide de phonon
est noté | 0). Le couplage spins-phonons, incluant la modulation de I’échange magnétique
et l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya instantanée définies dans la partie précédente,

Le hamiltonien magnétique ‘H a un état fondamental noté | ‘1180)> et un état excité
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est traité perturbativement. On se contente ici d’un couplage entre les spins plus proches
voisins, mais le résultat se généralise sans difficultés :

HY =3 g5ugySiSivr + dgPugy(Si x Sip1)? (5.23)
id
Au premier ordre du calcul de perturbation, I’élément de matrice écrit ci-dessus prend la
forme :

<‘Ilf| Z 6iﬁ.ﬁideiﬁ.ﬁid |‘I’0> — <\I’§c0)| Z eiﬁ.éideiﬁ.ﬂ'id |\IJE)O)>+
id id

(U] g € e e 0D (0 1) 0 )

€0 — €

<\I]§co) |H(1) |\I’£LO)> <\I’£LO) ¥ iR-Rid iR Gia | \1180

)
(%.24)
€f — €

>

n

+2

n

Les indices (0) reperent les états a 'ordre 0. Ce sont des produits tensoriels d’états de spins
et de phonons. L’opérateur déplacement atomique ;4 peut s’écrire en termes d’opérateurs
propres de création et d’annihilation de phonons :

. 1 .
o = ; €1 X s (af, + a_gs) (5.25)

qus = éds,/ﬁ% est 'amplitude de déplacement de I'atome d sous l’effet du phonon s;
€45 est le vecteur unitaire de polarisation du mode s. La solution du probleme complet des
phonons donne I’ensemble de ces états propres.

Le calcul est effectué en prenant pour états intermédiaires les états a un phonon. Pour
le terme de gauche : | ¥©) =| k,5: 1)® | \Ifsco)) ou | \11§c0)> est I'état magnétique excité et
| k,s: 1) est I’état & un phonon s . Pour le terme de droite : | ¥) =| k,s: 1)® | \1150)> ol
| \Il((]o)) est I’état magnétique fondamental. Il y a donc deux types d’éléments de matrice a
calculer :

(k,s:1| Zadem‘é"dem'ﬁ“ | 0) (5.26)
id
@ | @(k,s: 1| HY |0y | B) (5.27)

Commencons par appliquer 'opérateur H() sur I'état | 0)® | \1’80)>. Remplacons pour cela
l'opérateur déplacement qui intervient dans () par son expression (5.25) en fonction des
opérateurs de création et d’annihilation :

HO | 0)e | B) = [Z 95u2,S,.Sit + d5Pugy (S, x &nﬂ] 0 | Ty = (5.28)

id

aal af o o 1 iqR; \ o
[Z (gf.}‘Si.SiH + ddﬂ(Sz‘ X Si+1)ﬂ) ﬁ Ze qu)\qu (CL;S + aqs)] ‘ 0>® ‘ \IJ(()O)> (529)
qs

id
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L’opérateur aT crée un phonon | ¢, s : 1). Ainsi,

H<l>\0>®wé°>>:[z(gsﬁi.ﬁmudzﬁ(ﬁ x §i)’) - Eewwds] 0,5 1)@ | wil5.30)

id

En rassemblant les termes ayant une dépendance en d (qui prennent en compte les processus
a 'intérieur de la maille élémentaire) :

0 1 igR; a J d Q. J al 0
HO 0@ | 95) = —= 3 e ( D20 Xia)Si-Sivn + (X ) (51 Sz-mﬂ) [g5: 1)@ | ¥)
iqs
(5.31)
On définit maintenant g, = Y4 g5A%, et d? = 3, d“"/\gds L’état ci-dessus prend alors une
forme plus simple :

—

]_ . - - - i
HO [0y [ 0) = —= 3" i (9,5:.5111 + dy.(Si % Siyn)) [ 005 D@ | BY)  (5.32)
\/7 1qs
En revenant a I’élément de matrice (5.27), il vient alors :

]_ . - = —_ — —
(OO | @k, s: 1| HY [0y | ¥) = (B | Vo > ™ (,8:.Sis1 + do(Si x Sien)) | W)
(5.33)
Notons que I’état intermédiaire utilisé ci-dessus | U(0) =| k,5 : 1)® | \II;O)> a une énergie
€n — €0 =y s + W_g.
Quant au second élément de matrice, le calcul de I’exponentielle donne :

(K,5:1> age™ Ria giF ia | 0) = zZad exp(—W,) exp(iR.i) (R Xars) = ias(k)  (5.34)
id

ou Wy = ﬁ s | R Xds 2 est le facteur de Debye-Waller & température nulle.

Le calcul des éléments de matrice permet maintenant de revenir a I’expression (5.24), en
notant que les mémes éléments de matrice interviennent aussi dans le terme de droite.
Seule ’énergie de 1’état intermédiaire est modifiée dans ce cas. Pour le terme de droite
€n = €0 + s €t € = €9 + w,. En rassemblant tous les termes, il vient :

= 1 1
(0] e gy = - (ot o) el x (5.35)
9O | Lo (033 LG x G ) | o 5.36
X( f | Ze gs0i-Ri+1 + s-( i X Z+1) | 0 > ( . )

VN %
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Le résultat de ce calcul donne donc :

‘Iff‘zemR“iemu“i‘\Il _ZZ nsas ) o

(5.37)

— (s est ’énergie du phonon s de vecteur d’onde k et w, est I'énergie du mode

magnétique.

— as(k) = Y qaqexp(—Wy) exp(ik.idy) (F{.de) est relié a la section efficace de création
2

du phonon s par (di;g)phonon ~| as(k) |2

gs = >4 9522, (ou le parametre ¢g§ est défini par (5.23)) est 'amplitude de la varia-

tion de I’énergie d’échange entre les spins 7 et ¢ + 1 sous 'effet du mouvement des

atomes de la mallle élémentaire \%,, di au phonon (k, s).

—dd =3 daﬁ Ands est I’amplitude du vecteur de I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya

instantanée entre les spins ¢ et ¢ + 1 créée de méme par le phonon s : le phonon

doit créer une distorsion de la maille qui brise instantanément la symétrie par centre

d’inversion (situé au milieu du lien qui sépare les spins i et ¢ + 1) et qui génére une

| \/— Zem B (ngi-gz‘ﬂ + Js(gz X Sz‘+1)) | U

interaction de Dzyaloshinski-Moriya.

En introduisant les deux notations supplémentaires vy et 5. ,

= Qusas(K)
fY =1 Z QQ _ (JJ2 gS (5.38)
2= Qusas(k) >
5=i }Sj 2 = (5.39)

I’élément de matrice prend la forme tres simple :

(Uy | 3 eFRaei®iia | gg) = (B | 37 €™ (15,801 +6.(Si x Sia)) [ T)  (5.40)
i

id

Nous avons donc calculé I’élément de matrice au premier ordre dans le couplage spin-
phonon et trouvé ’élément de matrice effectif entre états magnétiques (les phonons ont été
intégrés). Les ordres de grandeur et les regles de sélection de cet élément de matrice seront

données dans le paragraphe suivant.

5.3.2 Section efficace non-spin flip entre états magnétiques : résultat

et regles de sélection

En partant de ’équation générale (5.7) pour la section efficace non spin-flip dans la

configuration intéressante || P, on obtient alors (en utilisant le résultat ci-dessus (5.40)) :

(0)
0

)
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d20' NSF K 2
(dwd9> N Ezn:H‘I’nlﬁn\‘I'oH (Ey — Ey + hw)

kl
= ?Z | as(k) | 6(w — Qus) +
k' iRR; (,& & g3 sl
+ TP [ e (18 + 8.(S: x Sin) | ) [ 8w — wy)
f i

En 'absence de couplage avec les degrés de liberté magnétiques, les processus non-spin
flip créent des phonons avec la section efficace non spin-flip | a,(k) |>. La derniére ligne
représente la correction au premier ordre dans le couplage spins-phonons, que nous venons
de calculer. En résumé, la section efficace de diffusion vers des états finaux magnétiques
s’écrit :

2 NSF '

d’o k (0) (0)\ |2

dwd) - EZ | <\Ilf | Wi | 9y7) |7 0(w — wy) (5.41)
!

We = 3™ (v5.5051 + 0.5 x Si11)) (5.42)

Si on veut écrire ce résultat en termes de fonctions de corrélation, le résultat prend la forme
d’une fonction de corrélation a quatre spins :

dQU NSF k" 1 oo »
(dm@) = kor 1 e W ()W (0)) (5.43)

Deux opérateurs de symétrie différente sont impliqués dans I’effet. Etudions indépendemment
leurs regles de sélection.

Opérateur singulet

L’opérateur v, em'ﬁigi.giﬂ est un opérateur singulet (qui posséde la symétrie par
rotation totale). Par conséquent, la régle de sélection des éléments de matrice

(@ |73 PR S | 0 (544)

se réduit a AS = 0. Des états excités singulets peuvent donc apparaitre dans la section
efficace non-spin flip et a fortiori dans la section efficace totale : la diffusion inélastique
des neutrons n’interdit pas l’'observation d’excitations singulets via des processus impliquant
des phonons virtuels. La seconde regle de sélection d’une telle diffusion est v # 0, ce qui
revient a a(k) # 0, identique a la régle de sélection pour créer le mode de phonon s dans
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le processus de diffusion inélastique de neutrons. Le vecteur K doit donc étre orienté de
telle sorte que /%'.Xnds # 0.
En résumé, les régles de sélection des transitions induites par ce premier opérateur s’écrivent :
- AS=0
— as(k) = X4 aqexp(—Wy) exp(iR.@y) (7. Aws) 7 0 : le phonon s virtuel impliqué dans le
mécanisme doit pouvoir par ailleurs étre visible dans le spectre de diffusion inélastique
de neutrons. Les phonons transverses R’.Xnds = 0 ne peuvent étre impliqués.
L’ordre de grandeur de ’effet peut étre obtenu en notant que | a (k) |? est I'intensité de la
section efficace de création du phonon s :

d2 singulet 0G 2 d2
( 0) NVZN( 292) ( “) (5.45)
dQdw ) ysp 02 —w dwd) honon

Q) et w représentent 'ordre de grandeur des énergies des excitations de phonon et des
excitations magnétiques.
g est 'ordre de grandeur de I’énergie de la modulation de I’échange magnétique par les
phonons.

Par conséquent, une excitation singulet (qui peut étre visible dans le spectre de diffusion
inélastique de neutrons d’aprés la régle de sélection énoncée ci-dessus) a une intensité

réduite par rapport a celle des phonons par le facteur sans dimension (ngfng)% Mettant
en jeu de plus le facteur de forme des phonons qui augmente avec k (voir as(k)), leffet
devrait étre d’autant plus visible a grand «.

S’il existe une anisotropie magnétique, le nombre quantique Sy,; n’est pas conservé.
Par conséquent, la regle de sélection AS = 0 n’a plus de sens. Une transition entre deux
états qui semblent étre expérimentalement un état singulet et un état triplet peut avoir
lieu. L’anisotropie provient du couplage spin-orbite, et est au plus de I'ordre de (Ag/g)J
s’il s’agit d’une anisotropie de Dzyaloshinski-Moriya. Dans ce cas 'ordre de grandeur de

la section efficace d’une excitation triplet est réduit par rapport a ’expression (5.45) d’un
facteur (Ag/g)? :

d2 “triplet! A 2 0G 2 J2
(), ~(7) (@25) () 549
dQdw NSF g 02 —w dwdf? honon
Dans cette expression, les guillemets signifient que la qualification de triplet est un abus de

langage puisque S;,; n’est pas, dans ce cas, un bon nombre quantique. Tant que I’anisotropie
reste faible, I’état est en revanche tres proche d’un état triplet.

Opérateur de Dzyaloshinski-Moriya

Considérons maintenant le second terme de 'opérateur W, >, iR (S’; X S';H)).
Cet opérateur n’a pas la symétrie par rotation et il peut donc changer le spin total. En
particulier, des transitions non spin-flip a AS = 1 sont autorisées par ce mécanisme. La
regle de sélection est en partie identique a la regle de sélection énoncée ci-dessus : as(k) # 0
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a laquelle s’ajoute la contrainte supplémentaire 5 # 0. Or, ce § est relié au vecteur de
I'interaction de Dzyaloshinski-Moriya instantanée par la relation (5.39). Par conséquent,
pour générer instantanément une telle interaction, les distorsions de la maille élémentaire
dues au mode de phonon s doivent briser la symétrie par centre d’inversion : le milieu du
lien entre le spin 7 et le spin 7 + 1 ne doit pas étre instantanément un centre d’inversion
pour la position des atomes.
En résumé, les regles de sélection des transitions induites par ce second opérateur s’écrivent :
— AS =1 autorisée
_) # 0 : le phonon s doit créer instantanément une interaction de Dzyaloshinski-
Moriya, les regles de symétrie pour avoir une telle interaction s’appliquent.
— as(k) = Xgaqexp(—Wy) exp(ik.tg) (R-Agxs) # 0 (méme condition que pour 'opérateur
singulet).
L’interaction de Dzyaloshinski-Moriya instantanée provenant du couplage spin-orbite est
a priori plus faible que la modulation de ’échange. L’estimation de Moriya donnerait en
effet grossierement § ~ (Ag/g)y. Dans ce cas, I'intensité de I'excitation triplet (AS = 1)
est réduite par le facteur (Ag/g)%. 1l vient donc :

d’o mpletfv(s% = 2( & )2 ro (5.47)
dQdw g 02 — w2 dwdQ) , o ’

NSF

En conclusion, les états magnétiques singulets peuvent apparaitre dans la section efficace de
diffusion inélastique de neutrons avec une intensité réduite (dans I’approche perturbative)
par rapport a U'intensité de la création des phonons (équation (5.45)). Les états triplets ne
peuvent apparaitre qu’en présence de couplage spin-orbite et ont donc a prior: une intensité
plus faible que les états singulets (réduite par le facteur (Ag/g)?). Deux mécanismes sont
possibles pour voir des états “triplets” dans la section efficace non spin-flip : soit ’opérateur
singulet induit une transition entre deux états qui ne sont pas exactement des états de bon
nombre quantique S;,; du fait de I’anisotropie de spins; soit I'opérateur de Dzyaloshinski-
Moriya, provenant de l'interaction de Dzyaloshinski-Moriya instantanée, induit directement
la transition.

5.3.3 Effet de rotation de la polarisation : résultat et regles de
sélection

Dans la configuration expérimentale ol 7 || P, 'effet de rotation de la polarisation du
faisceau de neutrons apres la diffusion est donné par la fonction de corrélation :

+o0o

P (i) = O g [ dte ™ (5080000 (Su(08-1(0)) x Buts)

= o) St (| 8 (| B | W) 3 — B+ t39)
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(U, | Bw | ¥o) a été calculé ci-dessus en supposant un couplage spin-phonon linéaire. En
utilisant ’expression (5.40), il vient donc :

S Im [(Uo | S | ©a)( Wy | Bos | Wo)| 6(Ey — By + hw) = (5.50)
> Im [(Ug” | Sy [ WOV | W | UG")] 6(Eo — En + hw) (551)
Wy =3 ™ (45,51 + 8.8 x Sii)) (5.52)

Cela peut s’écrire en termes de fonctions de corrélation a trois spins :

1

o

[ e (W 0) — (W03 (0)) (55

W, = Z €iﬁ'éi (75_:25;14—1 + 5'(5‘; X §z’—|—1) (554)

Expérimentalement, on observe les propriétés de rotation de la polarisation d’un état excité
d’énergie w, en partant d’un faisceau complétement polarisé (| P |= 1). Dans ce cas, il
n’est pas nécessaire de sommer sur tous les états finaux n possibles dans 1’expression
(5.51). On peut alors trouver une expression fort simple de la polarisation finale en divisant
par la section efficace totale. En considérant de plus un état final triplet (cas étudié
expérimentalement), la section efficace totale s’écrit, a 'ordre 1 dans le couplage spin-
phonon :

(d?iiu) = (770)2% | Wy | S5 | Wo) |2 6(w — wy) (5.55)

En oubliant les indices (0) dans les expressions des états, la polarisation finale s’écrit, en
divisant par la section efficace totale :

3 o\ Im [(¥y | S, | W) (T, | Wy | To)]
P s(we) = — P 5.56
reten) = (1) AL " (5.56)

Nous avons donc ici une équation explicite pour la polarisation finale du faisceau de neu-
trons, apres un processus de diffusion dans lequel a été créée une excitation d’énergie w, et
de fonction d’onde V.. Pour quantifier plus précisément 'effet, il est nécessaire de calculer
ces éléments de matrice pour un modele de spins particulier. Dans un paragraphe ultérieur,
nous considérerons ’application de cette formule a CuGeOjs en vue de comparer avec les
expériences présentées ci-dessus.

L’élément de matrice qui intervient dans cette expression (U, | W_, | ¥y) possede des
regles de sélection qui ont été exposées dans la partie précédente. Rappelons-les partielle-
ment.
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La premiere partie de 'opérateur W_,, v, eik’-éi@-.ﬁm, peut conduire a un élément
de matrice non-nul s’il existe des anisotropies de spins. Dans ce cas effectivement, les états
initial et final ne sont pas des états de nombre quantique S;,; bien déterminé et I'opérateur
singulet v, eiE'Rii.§i+1 peut connecter ces deux états. L’ordre de grandeur est donné
pa