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Chapitre 1

Introduction

Peu de matériaux présentent des diagrammes de phases aussi riches que
les conducteurs organiques quasi-unidimensionnels, les sels de Bechgaard et
les sels de Fabre. En faisant varier la température et la pression, on trouve
des phases métalliques, isolantes, spin-Peierls, antiferromagnétiques et su-
praconductrices, voir par exemple la Fig. 1.1. La phase supraconductrice a
des propriétés trés différentes de la supraconductivité conventionnelle, et la
phase métallique est également exotique. Selon la température, elle peut res-
sembler & un liquide de Luttinger, ou a un liquide de Fermi, mais il y a méme
des régimes ol son comportement est encore autre. Sous champ magnétique,
on a de plus découvert des phases complétement nouvelles : des ondes de
densité de spin induites par le champ, qui présentent de plus un effet Hall
quantique.

Un diagramme de phases aussi riche pose un défi remarquable : trouver
un modéle qui décrive toute cette diversité a la fois. La nature et 'origine des
phases sous champ, ainsi que des ordres spin-Peierls et antiferromagnétique
4 champ nul sont essentiellement comprises, a quelques exceptions prés. La
transition métal-isolant, qui est une transition de Mott, donc induite par les
interactions, a également pu étre décrite théoriquement. Par contre, la phase
supraconductrice reste inexpliquée, notamment en ce qui concerne sa relation
avec antiferromagnétisme, qui se trouve juste a co6té dans le diagramme de
phases. De méme, la phase “normale”, avec ses différents régimes métalliques,
reste énigmatique.

Ces matériaux sont trés anisotropes. Ils ont une structure de chaines ali-
gnées dans une direction de I’espace. Les électrons de conduction peuvent se
déplacer trés facilement le long des chaines, mais beaucoup moins bien d’une
chaine a l'autre. Cette anisotropie est plus ou moins forte selon la pression
hydrostatique et la composition chimique. A cause de cette structure, la
température, les interactions ou le champ magnétique peuvent restreindre
les électrons & un mouvement uniquement le long des chaines, et ainsi rendre
leur comportement unidimensionnel. (Plus précisément, c’est souvent seule-
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Fi1G. 1.1 — Le diagramme de phases température-pression du sel de Fabre
(TMTTF),PFg, selon [102].

ment le mouvement cohérent qui est confiné aux chaines.) Ceci a permis
d’observer pour la premiére fois expérimentalement des signatures possibles
d’une physique unidimensionnelle dans un systéme fermionique, physique qui
avait été confinée a la fantaisie des théoriciens jusque la. D’un autre c6té,
dans la partie de basse température du diagramme de phases des sels de
Bechgaard et des sels de Fabre, le mouvement des porteurs n’est pas du tout
restreint & l'intérieur des chaines, et on trouve une physique, bien qu’ani-
sotrope, intégralement bi- ou tridimensionnelle. I y a donc des passages
entre des régimes de dimensionnalités différentes dans ces matériaux, qui se
reflétent dans leurs propriétés physiques, notamment dans la phase métal-
lique. C’est pour cette raison qu’on y observe, par exemple, et des signatures
d’un liquide de Luttinger, et celles d’un liquide de Fermi. Dans le contexte
de ces passages dimensionnels, il y a encore un grand nombre de questions
ouvertes.

C’est également vrai pour la phase supraconductrice. La nature du para-
meétre d’ordre n’est pas encore connue : ni I’état de spin des paires de Cooper,
singulet ou triplet, ni la forme orbitale du paramétre d’ordre; quel est son
signe, et est-ce que le gap d’excitations de 1’état supraconducteur est fini
partout, ou présente-t-il des noeuds au niveau de Fermi? Il y a un consensus
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sur le fait que le paramétre d’ordre est anisotrope, et que I’on n’a donc pas
affaire & une supraconductivité avec appariement conventionnel de type “s”.
1l y a des résultats expérimentaux en faveur d’une supraconductivité triplet,
mais un tel état de spin a toujours été trés difficile & accorder avec le fait
que les ordres supraconducteur et antiferromagnétique sont voisins dans le
diagramme de phases des sels de Bechgaard. De toute fagon, le mécanisme
d’appariement qui méne & la supraconductivité dans ces matériaux n’a pas
pu étre éclairci & ce jour. Un mécanisme basé sur les fluctuations du réseau
cristallin, comme dans les supraconducteurs conventionnels, est trés proba-
blement exclu. Un appariement induit par les fluctuations de spin, également
proposé pour les supraconducteurs & haute température critique, semble bien
possible, au moins pour le cas d’une supraconductivité singulet. Un tel méca-
nisme serait basé sur un mouvement au moins bidimensionnel des électrons.
Il a également été proposé que la supraconductivité observée dans les sels de
Bechgaard provienne de fluctuations d’origine unidimensionnelle, stabilisées
par le couplage interchaines.

Dans cette thése, nous allons aborder la question du mécanisme d’ap-
pariement et du paramétre d’ordre supraconducteur dans les sels de Bech-
gaard, d’'un point de vue théorique. Mis & part I'intérét qu’il y a de mieux
comprendre ces composés fascinants, ce travail s’inscrit dans le cadre plus
général de 1’étude du probléme & N corps, c’est & dire dans la quéte d’une
théorie qui permettrait de décrire le comportement d’un grand nombre de
particules en interaction. Pendant longtemps, la théorie de Landau des li-
quides de Fermi a pu étre considérée comme la réponse a cette question, en ce
qui concerne les électrons de conduction dans les métaux. Depuis les décou-
vertes relativement récentes de nouveaux matériaux, comme par exemple les
sels de Bechgaard, ou, bien str, les supraconducteurs & haute température
critique, et de nouveaux phénoménes comme 1'effet Hall quantique fraction-
naire, il est clair qu’il y a des situations, notamment dans des systémes de
dimensionnalité inférieure & trois, ou les corrélations entre porteurs jouent
un roéle trop important pour que la théorie de Landau soit encore applicable.
Il y a donc ici une motivation importante pour tout travail qui tente de
contribuer & la compréhension des fermions en interaction.

Les applications pratiques des connaissances issues de la recherche fon-
damentale débouchent souvent sur des aspects inattendus et pas du tout en-
visagés au départ. Par ailleurs, il est tout a fait possible, dans le cas présent,
de faire le lien avec des applications possibles; certes pas des applications
des sels de Bechgaards eux-mémes en tant que supraconducteurs, vu leur
température de transition particuliérement basse, de 'ordre de 1K seule-
ment ; mais d'une fagon moins directe. Transport du courant électrique sans
pertes, création de champs magnétiques énormes, précision impressionnante
dans les mesures de champ magnétique; l'utilité de la supraconductivité
est évidente, de méme l'intérét qu’on a a trouver des supraconducteurs a
température ambiante. Un pas dans ce sens a été la découverte de la supra-
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conductivité dans les cuprates en 1986 [14], avec des températures critiques
allant jusqu’a 135K. Comme leur fonctionnement est encore loin d’étre com-
pris, la question se pose de savoir pourquoi on ne travaille pas plutot sur les
cuprates, vu que leur température critique est d’autant plus prometteuse ?
La réponse a déja été donnée plus haut : les sels de Bechgaard sont d’un
grand intérét du point de vue de la physique fondamentale. Mais il y en a
aussi un en vue d’applications : plus on étudie de supraconducteurs diffé-
rents, plus on a de chance de comprendre les liens entre structure cristalline
ou moléculaire et supraconductivité, ce qui peut aider a synthétiser de nou-
veaux matériaux avec les propriétés souhaitées. De plus, ’étude des sels de
Bechgaard peut contribuer & la compréhension des cuprates, et vice-versa. Il
y a une certaine probabilité que les mécanismes d’appariement d’électrons
dans les cuprates et dans les supraconducteurs quasi-unidimensionnels soient
similaires. Dans les deux familles de composés, les fluctuations antiferroma-
gnétiques paraissent jouer un role clé. Mais grace a leur dimensionnalité plus
réduite (les cuprates eux sont quasi-bidimensionnels), les supraconducteurs
quasi-unidimensionnels pourraient étre plus faciles & comprendre. Finale-
ment, leur simplicité relative permet de faire certains calculs d’une fagon
plus rigoureuse et d’y voir plus clairement ce qui s’y passe.

Il y a encore une autre raison d’étudier les matériaux quasi-unidimension-
nels, qui est complétement indépendante de la supraconductivité. Il s’agit
justement de leur dimensionnalité. Avec des nouvelles technologies qui per-
mettent la fabrication de structures de plus en plus petites, I’étude de sys-
témes de dimensionnalité réduite, ainsi que la question de savoir dans quelles
circonstances on peut considérer qu’un systéme est unidimensionnel, gagne
en importance. Les sels de Bechgaard permettent d’apprendre beaucoup sur
ces questions, parce qu’ils présentent une physique a la fois uni-, bi- et tri-
dimensionnelle.

Le travail rapporté dans ce mémoire porte cependant essentiellement sur
la supraconductivité dans ces matériaux. Les questions liées a la dimension-
nalité ne font pas 'objet central de notre étude, mais sont bien str tout &
fait présentes. Le sujet de cette thése est donc la supraconductivité dans les
sels de Bechgaard, ainsi que sa relation avec I’antiferromagnétisme, que nous
allons étudier & l’aide du groupe de renormalisation, dans une approche de
couplage faible. Par rapport aux travaux existants, nous avons essentielle-
ment ajouté deux aspects nouveaux. Le premier est la prise en compte d’in-
teractions pas uniquement locales, mais aussi entre électrons de chaines voi-
sines. Trés récemment, Duprat et Bourbonnais ont trouvé que, sous certaines
conditions, de telles interactions peuvent induire de la supraconductivité tri-
plet dans un systéme quasi-unidimensionnel, tout en admettant une phase
antiferromagnétique aussi. Nous avons reproduit et étendu leur étude. Le
deuxiéme élément nouveau est que nous nous sommes intéressés a l'influence
que peut avoir la structure interne de la maille élémentaire, en prenant en
compte un potentiel additionnel avec une période de deux fois le pas du ré-
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seau dans une des directions de I’espace. Il y a justement un sel de Bechgaard
qui présente une telle structure (le perchlorate). Nous allons voir que 'effet
de ce simple potentiel additionnel est remarquable. 11 modifie fortement le
comportement physique du perchlorate en comparaison des autres membres
de la famille des sels de Bechgaard.

Notre choix de méthode est le groupe de renormalisation. Cette approche,
déja bien établie dans le traitement de problémes bosoniques, ou de systémes
de fermions unidimensionnels, a connu des développements importants pen-
dant ces derniéres années, notamment en ce qui concerne son application a
des systémes fermioniques de dimension supérieure & un. Une partie de ce
travail de thése porte sur la comparaison de plusieurs “schémas” — plusieurs
fagons différentes de mettre en ceuvre une méme idée de base — de renormali-
sation, et sur ’examen de la validité d’une approximation couramment faite
dans ces calculs : la projection de tous les degrés de liberté sur la surface de
Fermi.

Nous commencons par une présentation des sels de Bechgaard, et une
position plus concréte du probléme traité dans la suite : la possibilité d’ob-
tenir de la supraconductivité a partir d’interactions répulsives, notamment
en présence de fortes fluctuations de spin, dans des systémes quasi-unidi-
mensionnels avec un ou deux sites par maille (chapitre 2). Le chapitre 3
est consacré a la description de notre méthode de calcul, la renormalisa-
tion des vertex & une particule irréductible dans un systéme fermionique.
Dans le chapitre 4, nous étudions le diagramme de phases, obtenu & par-
tir du groupe de renormalisation, du modéle le plus simple possible d’un
systéme quasi-unidimensionnel, d’abord avec une interaction purement sur
site et ensuite en prenant en compte une interaction entre sites premiers
voisins afin de modéliser 'interaction de Coulomb. A basse température,
nous trouvons des phases antiferromagnétique et supraconductrice. Dans le
cas de l'interaction locale, il s’agit d’une supraconductivité singulet d (para-
métre d’ordre cos k) ). Les interactions premiers-voisins peuvent mener a une
supraconductivité triplet, et parfois & une onde de densité de charge. Le cha-
pitre 5 contient les résultats de I’application du groupe de renormalisation
A un systéme quasi-unidimensionnel avec deux sites par maille élémentaire.
Le diagramme de phases est fortement changé : nous obtenons deux phases
antiferromagnétiques différentes, qui induisent également deux phases supra-
conductrices singulet, 'une & dominante d, 'autre & dominante g (paramétre
d’ordre cos 2k ). Nous concluons en évoquant quelques perspectives pour des
travaux futurs (chapitre 6). J’ai essayé de mettre un maximum de calculs
dans les annexes, pour ne pas trop alourdir le texte principal.
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Chapitre 2

Les sels de Bechgaard

Dans ce chapitre, nous présentons les sels de Bechgaard, qui font I'objet
de ce mémoire, et donnons un apercu des mécanismes qui sont susceptibles
de mener aux ordres antiferromagnétique ou supraconducteur dans ces maté-
riaux. Nous commencons par une description des principales caractéristiques
de ces composés (section 2.1). La section 2.2 est consacrée a une présentation
de leur diagramme de phases, et en particulier de la supraconductivité dans
le composé (TMTSF),PFg, dans lequel la supraconductivité organique a été
découverte pour la premiére fois [104]. Le lien possible entre les fluctuations
magnétiques et supraconductrices est discuté dans la section 2.3, dans une
approche théorique pas forcément rigoureuse, mais assez intuitive. Une partie
importante des résultats de ce travail de thése porte sur les propriétés d’un
sel de Bechgaard particulier, le perchlorate, qui présente, contrairement aux
autres membres de la famille, deuz bandes au niveau de Fermi. Les impli-
cations de cette structure particuliére sur les concepts et propriétés évoqués
dans les sections précédentes sont discutées dans la section 2.4. Dans les cha-
pitres suivants, nous allons étudier les sels de Bechgaard a 1’aide du groupe
de renormalisation. Le choix de cette technique est motivé dans la section
2.5.

2.1 Les matériaux

Nous allons survoler les propriétés microscopiques des sels de Bechgaard
qui nous intéresseront dans la suite. Pour plus de détails, voir [32] et réfé-
rences y inclues.

2.1.1 Des conducteurs quasi-unidimensionnels
La composition chimique

Les sels de Bechgaard (TMTSF)2X sont composés de cations organiques,
les TMTSF, et de différentes molécules inorganiques anioniques X. TMTSF
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H,C._-Se Se~ CH,

HC ~S¢ Se~ CH,

F1G. 2.1 — La molécule TMTSF (de [159]).

signifie tétraméthyl-tétraséléna-fulvaléne. Sa structure est montrée a la Fig.
2.1. Si on remplace les atomes de sélénium dans TMTSF par du soufre,
on obtient les sels de Fabre (TMTTF),X, ot TMTTF signifie tétraméthyl-
tétrathia-fulvaléne, et X est encore un anion inorganique. Un assez grand
nombre de sels de Bechgaard, et de Fabre, avec des anions différents a été
synthétisé, par exemple X=PFg, AsFg, ClO4 ou ReOy4. La structure et les
diagrammes de phase trés riches de tous ces composés présentent des analo-
gies remarquables. Afin de garder la discussion la plus simple possible, nous
allons cependant nous focaliser sur les deux sels de Bechgaard exemplaires
(TMTSF)2PFg et (TMTSF)2ClOy4, 'hexafluorophosphate et le perchlorate.

La structure cristalline

Les molécules TMTSF sont presque planes. Elles s’entassent dans une
direction a perpendiculaire au plan de la molécule et forment ainsi des chaines
de molécules. Ces chaines sont arrangées parallélement en feuilles (dans des
plans ab), et les feuilles s’empilent, avec les anions intercalés entre elles, selon
la direction ¢ (Figs. 2.2 et 2.3). La maille élémentaire contient deux molécules
TMTSF et un anion X. La structure cristalline est triclinique. Sur la Fig. 2.2,
on voit que les molécules TMTSF ne forment pas des chaines toutes droites,
mais en zigzag. De plus, comme il y a seulement un anion pour deux cations,
les liens qui connectent une molécule TMTSF avec ses deux voisines dans la
chaine ne sont pas équivalents. On a alors une légére dimérisation dans la
direction des chaines. La bande d’énergie formée par les orbitales extérieures
des molécules TMTSF est & trois quarts remplie en électrons, ou bien &
un quart en trous, si on néglige la dimérisation dans la direction paralléle
aux chaines. Quand on prend la dimérisation en compte, la bande de valence
devient & demi remplie. Ceci génére des interactions Umklapp entre électrons.
Dans la partie du diagramme de phases de ces matériaux qui nous intéresse
dans la suite, ces processus devraient étre faibles et ne pas jouer de role
important.

Les chaines de TMTSF sont centro-symétriques par rapport aux positions

16



Fi1G. 2.2 — Projection de la structure cristalline des sels de Bechgaard dans
le plan (a, c), d’aprés [153]. Les points gris entre les chaines représentent les

anions.

F1G. 2.3 — Comme la Fig. 2.2, mais pour le plan (b, c).
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des anions. Certains anions, comme le PFg, ont la méme symétrie. Ceci n’est
cependant pas le cas pour le ClOy4, qui constitue un tétraédre et qui présente
deux orientations différentes dégénérées en énergie dans le cristal. A haute
température, les molécules de C1O4 oscillent entre les deux, tandis qu’a basse
température, T < Tao = 24K, elles restent gelées avec des orientations
fixes. Si on refroidit le matériau suffisamment lentement, I'orientation des
anions est ordonnée : uniforme dans les directions a et c, et alternée dans
la direction b. Cet état s’appelle “relaxé”. Si le refroidissement se fait d’une
fagon trop rapide, on atteint ’état “trempé”, ou les orientations des anions
sont désordonnées. Pour plus de détails sur 1’origine et les aspects structuraux
de cet ordre anionique, voir les références [153, 152]. Ses effets seront discutés
dans la section 2.4 et le chapitre 5.

Les intégrales de transfert : calculs de structure de bande

Le mouvement des porteurs dans les sels de Bechgaard peut étre décrit,
dans ’approximation des liaisons fortes, par une relation de dispersion de la
forme

1
ex = —2t, cos §k.a0 — 2ty cosk.b — 2t.cosk.c . (2.1)

(Comme la maille élémentaire contient deux cations, sa longueur est ag = 2a,
a étant la distance moyenne entre deux molécules de TMTSF le long de la
chaine.) Le recouvrement des orbitales est bien meilleur & I'intérieur d’une
chaine qu’entre chaines voisines, de sorte que le déplacement des électrons
dans la direction des chaines est bien plus facile que les sauts d’une chaine
a l'autre dans la direction b. Le mouvement selon la direction c est encore
plus difficile. Les intégrales de transfert dans les directions a et b différent
d’un ordre de grandeur, et il en est de méme entre b et c.

Les intégrales de transfert ¢; ont été évaluées par des calculs de structure
de bande. En réalité, pour chaque direction, il y a plusieurs ¢; différents,
avec des signes parfois opposés, voir la Fig. 2.4. Pour comprendre comment
on peut définir des valeurs effectives ¢, et ¢, dans (2.1), voir [198, 47, 132].
A température et pression ambiantes, Grant [80] obtient t,/t, ~ 14 pour
(TMTSF)oPFg et t,/ty = 17 pour (TMTSF)2ClO4. Quant aux valeurs ab-
solues de t;, les résultats sont ¢, ~ 300K pour (TMTSF)2PFg¢ et t, ~ 250K
pour (TMTSF),ClOy4. Ducasse et al [47] ont montré qu’en passant & basse
température, T' < 10K, les intégrales de transfert dans la direction b peuvent
augmenter fortement (parfois d’un facteur 3), tandis que les ¢, ne sont aug-
mentés que de 15% environ. Les mémes auteurs ont trouvé que, si de plus on
augmente la pression hydrostatique, les changements sont moins brutaux (&
P = Tkbar, 'augmentation des t; par rapport a leurs valeurs & pression am-
biante est de 5 & 10%) et plus homogénes entre ¢, et tp. Ils ont aussi estimé
que les variations des t; dues a 'ordre anionique (section 2.4.1) devraient
étre inférieures & 1%. Les calculs de structure de bande rapportés dans [6]
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F1aG. 2.4 — Diverses intégrales de transfert calculées dans les calculs de struc-

ture de bande, de [80].

donnent des valeurs de ¢,/t. entre 250 et 400 (selon ’approximation) pour
(TMTSF),PFg, a température et pression ambiantes.

Mesures des intégrales de transfert

Il n’est pas évident de tirer des expériences des informations non am-
bigiies sur les ¢;. Il y a des mesures sous champ magnétique qui permettent
d’établir une image de la forme de la surface de Fermi (oscillations de Danner-
Chaikin [45]) et en conséquence des rapports entre les ¢;. L’anisotropie de
la conductivité peut aussi étre mesurée et devrait étre liée aux intégrales de
transfert selon

Oa:0p: 00 = (aty)? : (bty)? : (cte)?

voir par exemple [103|. Mais, d’un point de vue théorique, il n’est pas clair
que les t; observées dans ces expériences correspondent aux grandeurs re-
normalisées par les interactions (voir la section 2.2.2), ou aux valeurs “nues”
qu’on devrait obtenir dans les calculs de structure de bande. Les tempéra-
tures de passage dimensionnel (voir la section 2.2.2) ne sont définies qu’en
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ordre de grandeur. De plus, il semble que la température de passage di-
mensionnel que I'on déduit d’'une expérience dépende aussi de la propriété
physique qu’on sonde, voir par exemple [71, 139].

Choix d’un modéle

Par simplicité, nous allons travailler avec une structure orthorhombique
plutot que triclinique. La surface de Fermi de la Fig. 2.8 est donc remplacée
dans nos calculs par celle de la Fig. 2.9. De plus, nous allons négliger la
direction de plus faible transport, c. Nous passons alors des trois directions
a, b et c aux deux directions “||” et “ L”. Comme tous nos calculs concerneront
des températures largement inférieures a la largeur de bande, et comme nous
supposons des interactions faibles, nous nous placons dans la limite de basse
énergie, ott on peut linéariser la relation de dispersion dans la direction ||,
c’est & dire

—2tH COS k”a = Up| (‘kH’ - kll:D) . (2.2)

La vitesse de Fermi selon la direction paralléle aux chaines,

'UF”(ICJ_) = 2at|| sin(kFH (k:J_)a) y

varie le long de la surface de Fermi, mais, comme cette variation est faible,
dvp)/dkL oc (t1/t))vp|, nous allons la négliger. Par contre, I'approximation

(2.2) est un peu trop forte, elle rend 'emboitement de la surface de Fermi
parfait, ce qui n’est pas réaliste. Pour garder la méme forme de la surface de
Fermi, la premiére correction par rapport a (2.2) consiste & inclure dans Hy
un terme cosk 2
a

—2t'| cos(2k,b) ,out| = mt—ﬁ :
voir par exemple [132], dont on remarque qu’il a la méme forme qu’un terme
de saut vers des chaines seconds-voisins.

La bande effective que nous allons utiliser dans la suite sera ~ [v FHk};D —
Ao, vp kP + Ao (voir aussi la section 4.1), avec une valeur de Ag de 'ordre
de t4, c’est & dire Ay entre 4000K et 5000K environ. Pour ¢, nous avons
choisi

t, = 300K .

Dans nos calculs, seul le rapport entre ¢ et Ag importe. Nous I’avons fixé &

ty 1

Ao 157
Dans nos équations finales, vy peut étre absorbée dans la paramétrisation de
I'interaction, voir plus bas, de sorte qu’elle n’apparait jamais explicitement.
Nous allons faire varier . Pour que ceci corresponde & une variation de
la pression hydrostatique, nous devrions faire varier Ag et ¢, également,
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et aussi les paramétres § qui décrivent l'interaction (section 2.1.2). Nous
allons nous restreindre a la variation de ¢, afin d’étudier les seuls effets du
changement de la qualité de "'emboitement. Les changements de vg|, Ao, t1
et t/, avec la température dans la gamme de températures qui nous intéresse
(0K < T < 24K) sont négligeables [47].

En seconde quantification, la partie & une particule du Hamiltonien s’écrit

H() = Zﬁkcirmcka , ou (2.3)

ko
€k = Up| (‘/{?H} —k%;‘D) +6J_(/€J_) R (2.4)
e1(ky) = =2t coskib—2t cos2kyb . (2.5)

A partir des opérateurs de création et d’annihilation d’une particule de spin
(t)

o sur le site x, CI(U, Cxo, les opérateurs ¢,/ sont donnés par

ik.x f

1
CLU:\/—NZe Cxo-,

N = N Ny, Ny le nombre de chaines et N| le nombre de sites par chaine.
Dans la suite, nous allons souvent utiliser des opérateurs R, L, correspondant
au mouvement vers la droite ou vers la gauche le long des chaines, et définis
par

CI({TCZ = Rl(j; si kH >0,

CI({TCZ = Ll(j; si k)H <0.

2.1.2 Interactions : Le modéle g-ologique

Grace a l’écrantage, la répulsion de Coulomb entre porteurs peut étre
décrite par une interaction effective de courte portée. Pour commencer, nous
allons nous restreindre & la modéliser par une interaction sur site uniquement.
Ceci revient & une interaction constante dans ’espace réciproque. C’est au
cours de la renormalisation que les interactions acquerront une dépendance
en vecteur d’onde.

En général, la partie du Hamiltonien décrivant I'interaction s’écrit comme
suit :

11
Hi =15 2 S e (K, 05)cly 1 cly o oo - (2.6)
kjo;

Pour des systémes unidimensionnels & basse température, il s’est avéré utile
de décrire les interactions entre électrons par le modéle dit “g-ologique”
[57, 179]. Comme nous avons affaire & des systémes quasi-unidimensionnels,
nous allons adopter le méme formalisme. Dans ce modéle, on distingue des
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F1Ga. 2.5 — Décomposition de I'interaction entre électrons dans un systéme
unidimensionnel, de [32].

paramétres gjqo, olt a = ||, L référe au spin des porteurs et j = 1,2,3,4 a la
direction selon laquelle ils se déplacent, le long des chaines, avant et aprés
la collision (Fig. 2.5). Pour j = 1,2, les deux participants se dirigent en sens
opposés. Pour j = 2, chacun garde son orientation (diffusion vers 'avant,
RYLYLR), tandis que dans le cas j = 1, les deux orientations changent (dif-
fusion vers I'arriére, RT LTRL). g3 est associé & des interactions Umklapp dans
la direction paralléle aux chaines; les deux participants se dirigent dans le
méme sens avant la collision, qui les fait changer d’orientation ensemble, par
exemple RTRTLL. Ceci est possible seulement si le changement de vecteur
d’onde total correspond & un vecteur du réseau réciproque, condition qui, &
basse température, ne peut étre satisfaite que si la bande de conduction est &
demi remplie, du moins d’une maniére approximative. Comme dans les sels
de Bechgaard, la dimérisation dans la direction paralléle, qui est susceptible
de rendre ces matériaux a demi plutét qu’au quart remplis, est faible, I’in-
teraction Umklapp l’est aussi. Nous allons la négliger dans la suite. A quart
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remplissage, il y a aussi des processus Umklapp qui font intervenir quatre
particules a la fois. Il a été proposé que de tels processus jouent un roéle dé-
cisif dans la transition de Mott observée dans les sels de Fabre [75, 171]; ils
ne seront pas pris en compte dans notre travail, qui se limite aux interac-
tions & deux particules. Finalement, j = 4 correspond aux interactions entre
porteurs qui se dirigent dans le méme sens avant et aprés leur rencontre
(LTLYLL ou RTRTRR). Comme les processus g4 n’interviennent jamais di-
rectement dans les termes qui donnent des corrections logarithmiques, nous
allons les négliger également.

Dans cette thése, nous ne traiterons que des interactions invariantes par
rotation de spin. Sous cette condition, la partie du Hamiltonien décrivant
I'interaction s’écrit finalement

1
Hp =+ D kot ¥

k; oo’
x {1k, Ky ko k) RY, LY, Riqorlige  (27)
+g?(k,1ak/27k2ak1)RT LT /Lkz,a’Rkl,o} y

ki, 07k}, 0

voir aussi 'annexe A. On remarque l'ordre des k; dans les arguments des
fonctions g1 2 en comparaison avec l'ordre des opérateurs R, L associés : dans
I’argument des fonctions de couplage, nous gardons toujours 'ordre “RLLR”
afin de faciliter I’écriture des équations de renormalisation ainsi que leur
implémentation numérique. Pour plus de détails sur la paramétrisation de
'interaction, et le lien entre les fonctions g1 2 et I'interaction w de I'équa-
tion (2.6), voir I'annexe A.

La force et la portée des interactions dans les sels de Bechgaard ne sont
pas connues, et le débat n’est pas tranché, voir par exemple [171, 32]. Nous
allons utiliser une valeur de l'interaction qui, pour un systéme avec em-
boitement parfait (cf. la section 2.3.1), donne une température critique de
transition vers I’état onde de densité de spin du méme ordre de grandeur
(~ 10K) que celle observée dans (TMTSF)2PFga pression ambiante (cf. la
section 2.2). Ceci implique notamment que nous allons utiliser des interac-
tions différentes selon la méthode de calcul. Nous allons voir (section 4.1.5)
que les fluctuations unidimensionnelles réduisent fortement les interactions
effectives par rapport aux interactions ‘“nues’, non-renormalisées. Comme,
dans des calculs en RPA (section 2.3.1), ces fluctuations ne sont pas prises
en compte, nous utiliserons des interactions plus faibles dans les calculs en
RPA qu’avec le groupe de renormalisation afin de pouvoir comparer les deux
méthodes de calcul.

Il se trouve que le paramétre pertinent pour nos calculs n’est pas l'inter-
action g, mais g normalisé par rapport a la densité d’états,

a

9j =

9j -
7TUF||
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(La densité d’états par spin et par feuillet de la surface de Fermi est a/(27v ).
On rappelle que vp) at”.) Nous allons utiliser g3 = g2 = 0.8 pour les cal-
culs de groupe de renormalisation et g1 = go = 0.3445 pour la RPA, de fagon
& avoir la méme température de transition vers 'onde de densité de spin a
t =0.

Nous allons négliger ’interaction entre électrons et phonons, voir la dis-
cussion dans la section 2.2.3.

2.2 Le diagramme de phases

2.2.1 Un diagramme de phases commun

Dans cette section, nous allons donner un apergu du diagramme de phases
des sels de Fabre et des sels de Bechgaard. Pour plus de détails, voir par
exemple [32, 102] et références y inclues.

La Fig. 2.6 montre le diagramme de phases température-pression hydro-
statique du sel de Fabre (TMTTF),PFg. Les diagrammes pour (TMTTF),X
avec d’autres anions X, ainsi que ceux des sels de Bechgaard, (TMTSF)2X,
sont équivalents au premier si on décale la pression. Les points correspondant
& la pression ambiante pour les diagrammes de phases de certains compo-
sés sont indiqués sur la Fig. 2.6. Considérons d’abord (TMTSF)2PFg. Ses
propriétés a haute température sont celles d’un liquide de Luttinger (LL).
En-dessous d’une température T, (appelée T,1 sur la Fig. 2.6), ceci n’est
plus le cas. A température suffisamment basse, on retrouve le comportement
d’un liquide de Fermi (FL), s’il n’y a pas de transition de phase vers un
état antiferromagnétique (AF) ou supraconducteur (SC). Comme, dans le
cas du (TMTSF),PFg, la phase au-dessus de la phase antiferromagnétique
est métallique, on a affaire & de antiferromagnétisme itinérant, donc & une
onde de densité de spin. Dans des expériences de diffusion de rayons X,
Pouget et Ravy [153] ont trouvé des indications montrant qu’il s’agit plutot
d’une combinaison d’une onde de densité de spin et d’une onde de densité
de charge. Ceci n’est cependant pas le cas pour tous les sels de Bechgaard.
Dans le composé (TMTSF),AsFg, aucune indication d’une onde de densité
de charge n’a été trouvée dans cette phase [108].

Les sels de Fabre présentent de plus une phase isolant de Mott (IM), qui
se trouve a coté du régime LL, en-dessous d'une température T),. Cette tran-
sition ne concerne que les degrés de liberté de charge, les degrés de liberté
de spin restent inaffectés — signature de la séparation spin-charge dans la
physique des fermions dans une dimension. A des températures plus basses,
des phases spin-Peierls (SP) ou antiferromagnétiques apparaissent. Comme,
dans cette partie du diagramme de phases, I'antiferromagnétisme suit une
phase d’électrons localisés, il s’agit ici d’un état de Néel. Ces phases n’ap-
paraissent pas dans nos calculs. Afin d’obtenir une transition spin-Peierls, il
faudrait tenir compte des interactions entre électrons et phonons. La locali-
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F1G. 2.6 — Diagramme de phases générique des sels de Fabre et de Bechgaard,
d’apreés [48].

sation des charges des états IM et Néel provient des processus Umklapp, que
nous négligeons aussi.

La similarité de la physique d’une aussi grande famille de composés est
remarquable. Soulignons tout de méme que, comme dans toutes les familles,
un regard de plus prés révéle aussi des différences. Nous avons déja mentionné
un exemple, la présence de fluctuations de charge dans (TMTSF)sPFg, mais
pas dans (TMTSF)2AsFg. Le perchlorate (TMTSF),ClOy4 constitue aussi un
cas a part, parce qu’il présente un ordre anionique & basse température, qui
pourrait mener & un parameétre d’ordre supraconducteur particulier. Nous
allons revenir sur ce sujet dans la section 2.4.4.

La plupart de ces phases sont essentiellement comprises, a I’exception de
la phase supraconductrice, et de la phase métallique, avec son passage d’un
régime plutdét unidimensionnel & un comportement bi- et finalement tridi-
mensionnel. Discutons d’abord de ces passages dimensionnels (section 2.2.2)
et ensuite de la supraconductivité (section 2.2.3). Dans la suite de cette thése,
nous allons nous focaliser sur la phase supraconductrice, ainsi que sa relation
avec I'antiferromagnétisme.
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2.2.2 Dimensionnalité

Les grandes différences entre les intégrales de transfert t,, t; et t. ont
pour conséquence que la dimensionalité effective de ces matériaux, a priori
bien stir tridimensionnels, change selon 1’échelle d’énergie.

Régime de haute température

Considérons d’abord la température. A haute température, 1" > t;, le
bruit thermique efface toute différentiation entre niveaux induite par les
termes en ¢, ou t. dans Hy (Fig. 2.7), de sorte que les propriétés physiques
dépendent uniquement du premier terme (et des interactions, bien sir) :
Seul k, est important, le mouvement selon les directions b et ¢ n’a pas
d’effet sur la physique & haute température. Le comportement des sels de
Bechgaard & haute température devrait par conséquence étre bien décrit
par la théorie du liquide de Luttinger. Les températures 7" > t; ne sont
cependant pas accessibles expérimentalement dans les sels de Bechgaard. Les
cristaux sont détruits si on les chauffe au-dela de 340K environ [137, 138].
Mais, méme a des températures plus proches de ¢, on retrouve encore la
physique du liquide de Luttinger dans plusieurs propriétés de ces composés.
Donnons deux exemples : la dépendance en température de la résistivité p,
le long des chaines n’est pas quadratique, mais p, est proportionnelle a 79
[138] ; et Pobservation d’un (pseudo-)gap de charge [188| simultanément avec
un spectre d’excitations de spin sans gap [196] indique une séparation des
degrés de liberté de spin et de charge. Par contre, il reste encore des questions
ouvertes, ne serait-ce qu’en ce qui concerne ce régime de haute température.
Notamment, on ne sait pas clairement quelles sont la force et la portée des
interactions entre porteurs. Il n’y a pas un choix unique des paramétres de
la théorie (comme par exemple le paramétre K, du liquide de Luttinger) qui
permettrait d’expliquer tous les résultats expérimentaux & la fois, voir par
exemple [171, 205].

Régime de basse température

A basse température, T < t., tous les termes du Hamiltonien rentrent en
jeu, et on s’attend au comportement d’un métal usuel anisotrope, qui serait
décrit par la théorie de Landau des liquides de Fermi. Comme pour le liquide
de Luttinger, les expériences ne confirment cette attente que partiellement.
On trouve effectivement un rapport entre les résistivités p,/p. indépendant
de la température [32], une chaleur spécifique électronique linéaire en tem-
pérature [73], avec une constante de Sommerfeld qui, avec la susceptibilité
de spin [129], donne un rapport de Wilson qui s’accorde bien avec la théorie
de Landau, et, dans les expériences de conductivité optique, on observe un
pic de Drude dans les trois directions de Pespace [91]. D’un autre coté, la
variation de la constante de Sommerfeld avec le champ magnétique [34] ne
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nFD(T, 6)

F1G. 2.7 — Occupation des états propres de Hy, avec et sans prise en compte
de t; (trés schématiquement) : & gauche, deux niveaux d’énergie voisins de
H,. Leurs occupations selon la distribution de Fermi-Dirac npp(T,€) sont
bien différentes. A droite, les niveaux qu’on obtient si on prend en compte le
saut interchaines ¢,. A la température pour laquelle nous avons tracé npp,
les différences d’occupation entre ces niveaux sont négligeables.

peut pas étre expliquée dans le cadre de la théorie de Landau. Un autre
résultat qui ne s’accorde pas avec I'image d’un liquide de Fermi anisotrope
est que le poids spectral du pic de Drude dans les directions a et b est beau-
coup moins anisotrope que les conductivités & w = 0 correspondantes [91].1
De plus, la partie la plus importante du poids spectral reste associée & des
fréquences assez grandes, loin du pic de Drude, et pour w > tp, o(w) suit
méme une loi de puissance typique d’un liquide de Luttinger [171, 188|. Ce
résultat s’explique par le fait que les excitations & des énergies w > t; ont
un temps de de vie trop court pour “voir” la possibilité de sauter & une autre
chaine. Méme pour des températures largement inférieures a tp, il suffit donc
de se placer & des énergies w élevées pour retrouver la physique unidimen-
sionnelle. De plus, le régime tridimensionnel peut contenir des “souvenirs”
du caractére quasi-unidimensionnel du matériau. Par exemple, nous allons
voir dans la suite de cette thése que les interactions effectives entre porteurs
dans les sels de Bechgaard sont fortement renormalisées par des fluctuations
unidimensionnelles de haute énergie (section 4.1.5), ce qui peut expliquer
pourquoi les températures critiques des transitions vers des états ordonnés
(voir la section 2.2) sont si basses dans ces matériaux.

LCette expérience ne descend pas jusqu’a des températures inférieures a t., mais déja
a T = 10K~ t., ce résultat est tout a fait significatif.
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Régime intermédiaire

Nous avons donc vu que, pour 7" > 3, la physique des sels de Bechgaard
rappelle le liquide de Luttinger (plus exactement, en fait, le comportement
d’un grand nombre de liquides de Luttinger couplés), tandis que pour T' < ¢,
on retrouve des propriétés d’un liquide de Fermi anisotrope. Avant de discuter
le régime intermédiaire, t. < T' < t3, tournons notre attention vers le concept
de mouvement cohérent des porteurs. Le temps moyen qu’un électron ou un
trou passe dans un plan ab avant de sauter dans un plan voisin est 7. ~ 1/t..
La cohérence entre plusieurs porteurs est thermiquement restreinte & des
échelles de temps 7 ~ 1/T. Si T > t., toute propriété physique basée sur
le mouvement cohérent des porteurs est donc thermiquement confinée aux
plans ab. Ceci sera notamment le cas pour I’existence de quasi-particules,
ingrédient fondamental de la théorie de Landau du liquide de Fermi. Dans le
régime t. < T(< t3), on ne peut donc avoir de quasi-particules que dans les
plans ab. Au mieux, il s’agirait donc de liquides de Fermi bidimensionnels
couplés entre-eux. Ceci dit, dans les expériences de spectroscopie d’émission
photo-électrique, aucune trace de quasi-particule n’a été trouvée pour des
températures T' > 50K [46, 205]. D’autre part, la résistivité longitudinale p,
suit bien une loi quadratique en température [138|, comme il le faudrait pour
un liquide de Fermi. Que les expériences d’effet Hall puissent s’expliquer
a partir de la théorie de Landau ou pas reste sujet de débat [127, 138].
Une alternative serait évidemment d’essayer de décrire ce régime comme des
liquides de Luttinger couplés. D’aprés les expériences ARPES, ceci semble
effectivement étre possible [205]. Des mesures de transport [139] montrent
cependant qu’une telle image échoue en-dessous d’une température 1), =
80K. En conclusion, la théorie adaptée & la description de la physique des
sels de Bechgaard dans la gamme de températures t. < T < t, reste a
développer, et, méme pour les régimes T' < t. et T > t3, toutes les questions
n’ont pas de réponse.

Effets des interactions sur le passage dimensionnel

Le passage dimensionnel dépend aussi des interactions entre porteurs.
Dans un systéme unidimensionnel, la densité d’états au niveau de Fermi est
réduite par les interactions. Si le remplissage est commensurable (c’est a dire,
la fraction remplie de la bande vaut p/q, p et g étant des nombres entiers
petits), il apparait finalement un gap A, dans le spectre d’excitations de
charge, on obtient donc un isolant de Mott. Si le saut interchaine est infé-
rieur au gap de Mott, t;, < A,, le mouvement des porteurs d’une chaine a
I’autre devient trés improbable. Dans une telle situation, les porteurs sont
confinés aux chaines par les interactions |75, 171, 188, 18, 17, 77|. C’est exac-
tement ce qui se passe dans les sels de Fabre & pression ambiante et 4 haute
température (section 2.2.1). La Fig. 2.6 montre cependant que dans ces ma-
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tériaux, il y a des transitions de phase & des températures non nulles, ce
qui ne serait pas possible dans un systéme purement unidimensionnel. Nous
avons ici affaire a un passage dimensionnel dit “4 deux particules”. Méme si
les particules sont énergétiquement confinées a 'intérieur des chaines, elles
peuvent faire des sauts virtuels d’une chaine a l'autre. Si des fluctuations
importantes se développent a I’intérieur des chaines, elles peuvent se propa-
ger en direction transverse par I'intermédiaire de sauts virtuels de plusieurs
particules corrélées. Ainsi, ces fluctuations peuvent étre stabilisées, et me-
ner & des transitions de phase, sans qu’il y ait eu de déconfinement & une
particule.

Dans les sels de Bechgaard, ou dans les sels de Fabre sous pression, la
situation est moins extréme. Il n’y a pas un vrai gap, le mouvement d’une
chaine a 'autre reste possible, mais a cause de la réduction de la densité
d’états au niveau de Fermi, le saut interchaine est renormalisé & une valeur
effective ¢t; < ¢, [33, 28, 190, 30, 197, 22, 169, 76]. Le résultat théorique
ne s’accorde pas facilement avec les expériences; il semble qu’il donne une
renormalisation trop importante de ¢, [171, 188].

2.2.3 La supraconductivité dans (TMTSF),PFg

Dans cette section, nous allons discuter de la supraconductivité dans
un sel de Bechgaard exemplaire, I’hexafluorophosphate (TMTSF)oPFg. La
nature du paramétre d’ordre de la phase supraconductrice dans ce matériau
n’est pas encore connue. Une forte sensibilité de la supraconductivité par rap-
port & des impuretés non magnétiques indiquerait un paramétre d’ordre Ay
trés anisotrope [2, 115, 130]. Les expériences conduites sur (TMTSF),PFg
dans ce contexte ne sont pas concluantes. Si on introduit des impuretés par
irradiation avec des protons [42] ou avec des rayons X [25], il est probable
qu’on crée des impuretés magnétiques [25, 146]. De plus, il se trouve que 1'ir-
radiation supprime aussi la phase antiferromagnétique voisine [42, 25, 146].
Comme il est bien possible que les deux phases soient liées (voir la section
2.3.2), on ne sait pas si la supraconductivité est affectée seulement parce que
le mécanisme qui pourrait mener & ’appariement est perturbé, ou si c’est
I’anisotropie de Ay qui en est & origine. L’alliage avec quelques parts par
mille de TMTTF [135] pose un probléme similaire. Cette fois-ci, la phase
antiferromagnétique est renforcée par les impuretés [136, 146|. Il est donc
possible que I'introduction de TMTTF nous déplace vers la gauche dans le
diagramme de phases Fig. 2.6. Comme le comportement des composés, dans
cette partie du diagramme de phases, est lié & une localisation des porteurs,
on ne peut pas étre siir que la suppression de la supraconductivité vienne de
I’anisotropie du paramétre d’ordre. Il y a des expériences sur le perchlorate
qui sont plus convaincantes et qui montrent effectivement que la supracon-
ductivité est trés fortement affectée par des impuretés non magnétiques, voir
la section 2.4.4. La similarité entre les deux composés laisse supposer qu’aussi
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dans I’hexafluorophosphate, le paramétre d’ordre supraconducteur est trés
anisotrope.

Des champs magnétiques critiques H.o trés élevés par rapport a la tempé-
rature critique ont été observés dans (TMTSF)oPFg[124, 121]. Le fait que le
champ critique ne soit pas limité par les courants d’écrantage qu’il est suscep-
tible de créer (la limite orbitale) peut étre expliqué par la forme ouverte de la
surface de Fermi, qui donne lieu 4 une unidimensionnalisation induite par le
champ [117, 53], ou par I’établissement d’une phase mixte supraconducteur-
isolant [122]. L’existence d’un régime de coexistence des phases supracon-
ductrice et onde de densité de spin a en effet été mis en évidence [4, 189).
Le fait que méme la limite de Pauli [39, 43] soit franchie indique, soit un
état Fulde-Ferrel-Larkin-Ovchinnikov [72, 116], soit une supraconductivité
triplet. Les expériences ont cependant toujours été faites dans le régime de
coexistence de phases. Il n’est donc pas exclu que le champ passe davantage
par les domaines antiferromagnétiques, de sorte que le champ “vu” par la
supraconductivité pourrait étre plus petit que le champ externe.

Les expériences de résonance magnétique nucléaire (RMN) sur le temps
de relaxation 7} dans ce matériau n’ont pas encore pu étre interprétées [120].
La RMN sur les noyaux "’Se donne un pic de Hebel-Slichter [90] réduit ; si
on sonde les protons, aucun pic n’est observé [123, 120|. La suppression du
pic de Hebel-Slichter peut avoir plusieurs origines, voir la discussion dans
la section 2.4.4. Le déplacement de Knight, et donc la susceptibilité de spin
uniforme, n’est pas du tout affecté par la transition supraconductrice [120],
résultat qui ne peut s’expliquer que par une supraconductivité triplet.

Trés tot aprés la découverte de la supraconductivité organique, il a été
proposé qu’on avait affaire & un appariement triplet dans les sels de Bech-
gaard (Abrikosov [1], et Gor’kov et Jérome |79]). Dans le modeéle g-ologique
des systémes fermioniques unidimensionnels, on trouve effectivement un ré-
gime d’interactions ou les fluctuations dominantes sont celles d’un apparie-
ment triplet. Stabilisées par les sauts interchaines, ces fluctuations pourraient
donner lieu & une transition supraconductrice. Ce scénario demanderait ce-
pendant des interaction relativement particuliéres (g2 assez faible devant g1,
ol méme négatif, voir par exemple [179]), et le domaine unidimensionnel
devrait s’étendre jusqu'a des températures trés basses, ce qui ne serait pas
facile a accorder avec la valeur de t;, ni avec le fait que la phase antifer-
romagnétique, ainsi que les phases onde de densité de spin induites par le
champ magnétique observées dans ces composés, s’expliquent trés bien dans
le cadre d’une physique bi- ou tridimensionnelle.

D’un autre c6té, ’origine d’un appariement singulet dans les sels de Bech-
gaard n’est pas non plus évident. L’interaction électrons-phonons présente
dans ces matériaux n’est pas suffisamment forte devant la répulsion Cou-
lombienne pour pouvoir induire une interaction nette attractive, voir par
exemple les estimations des interactions nues dans [26]. Elle joue bien stir un
role clé dans I’établissement de la phase spin-Peierls dans les sels de Fabre,
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mais son importance décroit quand la pression augmente ([26] et références
y inclues). Au vu de la phase antiferromagnétique voisine de la supracon-
ductivité, un appariement singulet dt aux fluctuations de spin a été proposé
[59, 11, 29]. Dans la section suivante, avant de discuter le lien possible entre
Iantiferromagnétisme et la supraconductivité singulet (2.3.2), nous allons
d’abord examiner la phase onde de densité de spin plus en détail (2.3.1).

2.3 Fluctuations de spin et supraconductivité

2.3.1 Ondes de densité de spin dans un conducteur quasi-
unidimensionnel : étude en RPA

La surface de Fermi

Qo

F1G. 2.8 — Premiére zone de Brillouin et surface de Fermi des sels de Bech-
gaard (schématiquement) avec vecteur d’emboitement, de [48|.

Dans l'espace réciproque k, I’énergie cinétique des porteurs varie forte-
ment avec k| et beaucoup moins avec k| , de sorte que les surfaces d’énergie
constante sont presque des plans perpendiculaires a I'axe k. Ceci est no-
tamment le cas pour la surface de Fermi, qui consiste en deux feuillets et
est donc ouverte, comme on peut le voir a la Fig. 2.8. Sur la méme figure,
on remarque une deuxiéme propriété remarquable de la surface de Fermi des
sels de Bechgaard : il y a un vecteur Qg qui translate un feuillet presque
parfaitement sur I'autre. Cette propriété s’appelle “emboitement”. Elle vient
d’une symétrie de la relation de dispersion (2.4). Cette symétrie est exacte
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kib

Fi1G. 2.9 — Le meilleur emboitement a haute température.

kib

Fi1G. 2.10 — Le meilleur emboitement & T = 0.
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seulement si ¢/, = 0 (“emboitement parfait”). Dans ce cas,

™
ki Qo = —€k » Ol Qo = (2k77, 3) . (2.8)

Gréace a cette symétrie, les corrélations particule-trou avec vecteur d’onde
Qo sont trés importantes et divergent méme logarithmiquement si la tem-
pérature tend vers 0. Si on prend en compte les interactions, la divergence
peut méme se produire a température finie.
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F1G. 2.11 — Susceptibilité de spin libre (en unités arbitraires) en fonction de
gpour T =8x 1074 xt; et t/| =12x 1072 x ¢, . La grande valeur de /|, a
été choisie afin de bien faire ressortir le plateau qui se développe autour de

Qo-

Susceptibilité libre

Dans cette section, nous utilisons la représentation de Matsubara (la
représentation de Heisenberg en temps imaginaire). Les opérateurs M, R,
L) acquierent alors une dépendance en temps imaginaire 7, ou en fréquence
w pour les opérateurs transformés de Fourier. Définissons de plus

0@ (z) = cl U/U((,O/[C),Cz,a ,

oo

ot = (x,7), a = C (charge) ou a = S, (spin), o(5=v2) sont les matrices
de Pauli et ¢(©) la matrice d’identité dans C2. Aprés transformation de
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Fourier (8 =1/T),

B . 1 .
Cho = \/T/ A — e R Xe, o 2.9
- S PP 2

p ; 1 —iq.x ) (a
0@ () = T/O dreiT =3 e axO) (1), (2.10)

X
Calculons la fonction de corrélation spin-spin du systéme sans interactions,
S— ~
@ 2) = (10O (z))o, (2.11)
ou

O(z) = %(’)(_)(x) _ %(O@H(:ﬂ) — 06 (2)) = el (2)er () |

T, est un opérateur qui ordonne selon le temps imaginaire, et la valeur
moyenne est prise par rapport & I’Hamiltonien libre. La transformation de
Fourier de o,

B B o, . _
x$ ) =T /0 ar' /0 drei®o™ =) LS a0y (S ) | (2.19)

x'x

donne, & gg = 0 et dans la limite T, ¢, < Ag,

(5-) a 2vAg
;0) = 1
@0 = g {n S
1 T/ dk, 1 1 .
+\I’(§) —/_W/b mRe‘I’[E +Z47T—T(UF|\CIH +€L(kl)+€L(kl+QL))}} ,

(2.13)

ol v = 1.783 est I’exponentielle de la constante de Fuler et ¥ la fonction
Digamma. Pour ¢/, =0, (2.8) implique

(59) 00y = &1y 270
Xo(Qo;0) 2mvp| T

Quand ¢ est finie, (2.8) n’est plus satisfaite que d'une fagon approximative.
L’emboitement est imparfait. ¢/, paramétrise donc la qualité de 'emboite-
ment. Dans ce cas, la divergence logarithmique est coupée, mais la fonction
de corrélation autour de Qg devient toujours trés grande & basse température
(voir aussi la Fig. 2.11). Considérons maintenant l'effet des interactions.

Parameétrisation charge-spin de ’interaction

Pour g de lordre de 2/{:};!3,

oalk,q) = Zafﬁ;Lz_qa,Rkﬂ et donc

O(a)(q) = ZO@(k,Q) ;
k
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et 'interaction (2.7) devient

_ 1 1 ! ! T N
Hi = =5 52 9ak.k—q.K — g k)ol(K,q)oa(k.q) , ot
a " Kkg
gc = —2 g1 +92 )
gs = g2,

)

en gardant toujours le méme ordre des arguments kj/ dans les g4

RPA

La fagon la plus simple de prendre en compte 'effet des interactions sur
X est 'approximation de la phase aléatoire (“random phase approximation”,
RPA) dans le canal de Peierls. Elle donne

(S-)
- Xo (40
X(S )(q50) = f (é_) ) .
1—gsxy (a;0)

Pour des interactions répulsives, gg = g2 > 0, la divergence apparait donc
lorsque le critére de Stoner,

S—
gs X5 (@;0) =1,
est satisfait. Pour ¢/, = 0, ceci est le cas pour [132]

2oy e is

T=T:=
™

Si nous associons la divergence & une transition de phase, le calcul numérique
donne le résultat pour la température de transition montré a la Fig. 2.12.
Il se trouve que le vecteur qp; du meilleur emboitement, c’est a dire ce-
lui qui maximise xo, n’est pas toujours Qo, mais varie avec t'| et avec la
température. On peut le calculer analytiquement pour 7' = 0,

3t
T=0) = —
Gopt,|| (T = 0) oy
2
Gopt, L (T =0) = 5 ALCcos @,
V1+128(¢ /t1)? —1
p = ,

16t/ /t,

voir par exemple [132]. Il s’agit de celui qui superpose les points d’inflection
des deux nappes de la surface de Fermi (Fig. 2.10). A des températures
suffisamment élevées, par exemple T ~ T2, le calcul numérique montre que
le meilleur emboitement est toujours obtenu pour qq,r = Qo (Fig. 2.9). A de
telles températures, le systéme ne “voit” pas les déviations de ’emboitement
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Fic. 2.12 — Température de transition vers la phase onde de densité de spin
en fonction de la qualité de ’emboitement, selon la RPA, pour une interaction
gs = 0.3445 (voir la section 2.1.2).
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F1G. 2.13 — Températures critiques pour deux ondes de densité de spin avec
modulation fixe (lignes pointillées), et celle qu’on obtient en optimisant la
modulation
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F1G. 2.14 — Composante paralléle aux chaines du vecteur de meilleur emboi-
tement a la température critique (Fig. 2.12), en pointillé, et le résultat exact
pour 7 = 0. A T = T2, le vecteur de meilleur emboitement est toujours Q.
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Fi1G. 2.15 — Comme la Fig. 2.14, mais pour la composante transversale.
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parfait. C’est donc seulement dans le régime ot les températures de transition
sont déja trés basses que le vecteur qui donne la température de transition
la plus élevée varie avec ¢/, (Figs. 2.14 et 2.15). Montambaux [133] a montré,
a laide de I'équation de Clausius-Clapeyron, que la pente d1,/dt/, devrait
étre infinie au point ot T, — 0. Comme le montre la Fig. 2.13, ceci est bien
le cas (dans la limite de notre précision numérique) si on se restreint & une
sous-phase bien définie, c’est & dire avec un vecteur q fixé. L’enveloppe des
T, de toutes ces sous-phases s’annule cependant plutét doucement, en accord
avec les résultats de Hasegawa et Fukuyama [87].

2.3.2 Supraconductivité a partir d’interactions répulsives

Dans cette section, nous allons rappeler le lien qui pourrait exister entre
fluctuations de spin et supraconductivité dans les sels de Bechgaard, en re-
prenant des arguments de Emery et al [59, 11], Bourbonnais et Caron [29],
et Scalapino et al [167, 166].

Equation du gap

D’apreés la théorie de la supraconductivité de Bardeen, Cooper et Schrief-
fer (BCS), le paramétre d’ordre Ay associé a la transition supraconductrice,

A ==Y Winleowawr) |
k/

doit obéir a I’équation (& T = 0)

Ak _ _1 Wk’kAk’

2%/:\/612(,—|—A2, .

Dans cette équation, €y est la dispersion du matériau dans I’état normal, et
Wik est une interaction effective de basse énergie qui décrit la diffusion entre
électrons de vecteurs d’onde opposés. La somme dans (2.14) est restreinte a
la zone de validité de cette interaction, |ex| < Acfs. Si I'interaction est & peu
prés constante, Wy = W, I'équation (2.14) ne peut étre satisfaite que pour
une interaction attractive, W < 0. Ceci est le cas dans les supraconducteurs
conventionnels, grace au principe de Pauli, qui réduit 'effet de la répulsion de
Coulomb, et aux interactions des électrons avec les phonons, qui donnent lieu
4 une interaction effective attractive entre les électrons. Si Wy = const.,
(2.14) implique que Ax = const. aussi; en particulier, Ay a le méme signe
partout dans ce cas. Si, au contraire, Wy varie fortement avec k, il est
possible d’associer le signe “—” dans (2.14) avec un changement de signe du
paramétre d’ordre, de sorte qu’on peut obtenir une solution non triviale de
cette équation, et donc de la supraconductivité, méme si Wy > 0. 11 suffit
que Wik soit important pour des valeurs de k, k’ tels que AgAy < 0, et

(2.14)
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faible sinon. Dans ce cas, I'interaction effective contient des composantes non
locales attractives, voir plus bas. Un exemple d’une telle situation pourrait
étre celui de l'interaction qui résulte des fortes fluctuations de spin présentes
dans les sels de Bechgaard, dties au bon emboitement, comme nous ’avons
vu dans la section 2.3.1.

Parameétrisation singulet-triplet de I’interaction

Afin de pouvoir développer cette idée plus en détail, nous devons d’abord
réécrire l'interaction sous une forme qui fait intervenir des paires de porteurs.
Définissons pour cela

Oa(ka q) = Z T(S/O;)L—k-ﬁ-q,J’Rk,U )
oo

(s)

Tolg — 060’,—0 ’
ng) = —00sq ,
7_0(.13?:,) = _ida’cr )
TSZ) = 0o/ -0 -

0o correspond & l'annihilation d’une paire singulet (o = s) ou triplet (o =
tzy2)- Avec ceci, la partie interactive de ’Hamiltonien s’écrit

_ 1 1 / / T/
HI— _§ZN Zga(kvq_k7q_k7k)0a(k7q)0a(k7q) )

a k’kq
si 'on pose
1
gs = —g1— 92 = —5(395 —gc) et (2.15)
1
g = g1—ga = —§(gs+gc) : (2.16)

Dans nos notations, Wi/ x et gs; sont de signes opposés. Si gs; > 0 et
uniformes en k, 1’équation (2.14) n’a donc pas de solution non triviale. En
présence de fortes fluctuations de spin pour un certain transfert de vecteur
d’onde, les fonctions g, (k) peuvent devenir suffisamment modulées pour
admettre une solution non nulle de I’équation (2.14) méme si les interac-
tion nues g1 2 sont répulsives.? Pour voir ceci plus explicitement, nous allons
maintenant calculer, en RPA I'interaction effective due aux fluctuations de
spin, la réécrire, a 1’aide des relations (2.15) et (2.16), comme une interaction
entre électrons qui forment des paires de Cooper singulet, et considérer les
solutions possibles de ’équation du gap supraconducteur (2.14) a partir de
I'interaction ainsi obtenue.

2Comme mentionné dans la section 2.2.3, il y a aussi une possibilité d’obtenir une
attraction dans le canal de Cooper quand les interactions nues gi,2 sont constantes et
positives; il s’agit de g2 < ¢1/2. (Si g1/2 < g2 < g1, on a g+ > 0, mais l'instabilité
dominante est ’onde de densité de spin.)

39



Interaction effective due aux fluctuations de spin, et supraconduc-
tivité
L’interaction effective due aux fluctuations de spin se calcule en RPA

selon

RPA 1,/ / gs,0
g k 7k —q, k —q, k - : )
5 =1 gs,0xo(q)

ol xo(q) est la susceptibilité libre de spin (2.12). Avec gs = g2, nous obte-
nons pour des paires singulet de moment total nul (en utilisant (2.15)) :

1
Wk = —597 (K, K, —k k)
— ZQ?PA(I(/, —k/7 —k, k)
3 g2

41— gaxo(K +Kk)

Si gaxo(a) < 1 pour tout q et a toute température, et qu’il n’y a donc
pas d’instabilité de spin, cette interaction peut donner lieu & une transition
supraconductrice, parce qu’elle a un pic trés prononcé a k' +k = q =~ Qq.
Considérons d’abord I'approximation la plus simple,

Wi = Wikikqo (W >0) (2.17)
q N, /2
= deﬁkn 2PN Z (=)™ cos(k', + ki)nb  (2.18)
n=—N, /2+1
1 Ny /2
= W(Skﬂ+k” 2PN Z (—=1)"(cos k', nbcosk nb
n=-Ny/2+1 —sin k', nbsin kanb) .

Si on écrit les termes en cosinus avec n pair, ou ceux en sinus avec n impair,
dans l'espace direct, on trouve qu’ils correspondent a des interactions at-
tractives entre électrons sur chaines n-iémes-voisins. On voit donc comment
'interaction nue répulsive (g;2 > 0) peut mener & une attraction effective
par 'intermédiaire des fluctuations de spin.

Avec I'approximation (2.17), tout parameétre d’ordre Ay de valeur abso-
lue constante qui change de signe pour k — Qg —k est solution de I’équation
(2.14). Les solutions possibles de (2.14) avec linteraction (2.17) qui maxi-
misent la température critique sont données par

€L

A - A sign(coslklb) si [ impair,
g Ar sign(sinll@_b) si [ pair,

avec | € N. (Rappelons que r = sign k|.) On remarque notamment que la
température de transition et ’énergie de condensation sont indépendantes
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de la fréquence de base 27/lb [130]. Ak peut donc changer de signe arbi-
trairement souvent sur la surface de Fermi sans que ces deux grandeurs en
soient affectées. Ceci vient cependant du fait que I'interaction d est de portée
infinie dans l’espace direct. Une interaction induite par les fluctuations de
spin, de la forme

Nyi/2
1 n
Wi = W |'| + k||)m Z (—1)" v, cos(k| + k1 )nb(2.19)
n:—Nl/Q—i-l
. N, /2
= Wk + k) w > (1) anx (2.20)
n:—NL/Q—&-l

x (cos k', nbcos k nb

—sink/, nbsink nb) ,

ol f a un pic prononcé autour de 2k}TD et est négligeable sinon, o, = oy, >
0, et o av, décroit quand |n| augmente, parait déja plus proche de la réalité.
La température critique maximale sera en général celle qui correspond au
plus grand |a,|, donc & n = 1. Ceci méne a un paramétre d’ordre supracon-
ducteur Agox cos k| b, que nous appelons “de type d”’ pour la raison suivante :
sur un réseau isotrope, la supraconductivité d,2_,2 serait décrite par

1

5{696“,2/\\ (6$L79L_b + 51?LyL+b) - (5$|\ W —a + 5I||,y\|+a)5m_,y1_} :

Comme nous ne tenons de toute fagon pas compte de la dépendance en k;
de l'interaction, nous nous limitons au premier terme, qui, pour un systéme
quasi-unidimensionnel, reproduit bien les propriétés essentielles de cette sy-
métrie, notamment celles concernant le signe du paramétre d’ordre a diffé-
rents points de la surface de Fermi, voir la Fig. 2.16.

Dans le paragraphe précédent, nous avons uniquement considéré un ap-
pariement singulet. Les équations (2.15) et (2.16) montrent que, en absence
de fluctuations de charge, I'interaction entre paires singulet est favorisée,
par rapport & celle entre paires triplet, d’un facteur 3. Le couplage g¢ est
en principe susceptible de rétablir un équilibre entre g5 et g;. Dans le mo-
déle de Hubbard, c’est le contraire, puisque go et gg sont de signes opposés.
La renormalisation dans un systéme purement unidimensionnel méne & un
changement de signe de g¢, mais pour une interaction de Hubbard nue ré-
pulsive, méme dans un systéme unidimensionnel, on a toujours gs > gc,
de sorte que les fluctuations de spin sont plus fortes que les fluctuations de
charge. Cette image peut cependant changer en présence d’interactions de
plus longue portée, point auquel nous reviendrons dans la section 4.3.
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Paramétres d’ordre dans un supraconducteur quasi-unidimension-
nel

Nous allons caractériser les différents paramétres d’ordre supraconduc-
teurs possibles dans des systémes quasi-unidimensionnels selon leurs chan-
gements de signe le long de la surface de Fermi. Comme celle-ci peut étre
paramétrée en fonction de (r, k), nous ferons de méme pour Ay. Une liste
de quelques paramétres d’ordre est donnée dans le tableau suivant :

‘ nom ‘ spins ‘ Ay ‘

S singulet |1

| triplet T

Pl sink |

d singulet | cosk b ou
r sink b

f triplet r cosk,bou
sin 2k Lb

g singulet | cos2k b

h triplet rcos2k b

2.4 Quels peuvent étre les effets de 1’ordre anio-
nique ?

Dans la famille des sels de Bechgaard (TMTSF)2X, le cas du perchlorate
(X=ClOy4) représente un cas a part. Les anions ClO,; ne sont pas centro-
symétriques. Leur orientation méne a un potentiel additionnel qui influence
le mouvement des porteurs. Si on refroidi ce matériau suffisamment lente-
ment, les orientations des anions s’ordonnent en-dessous de T4p = 24K, voir
par exemple la revue de Pouget et Ravy [153]. On parle d’état relaxé. Si on
refroidit plus rapidement (on “trempe”), ou au-dessus de T4, le potentiel dit
aux anions est désordonné. La phase ordonnée de basse température dans le
perchlorate trempé est une onde de densité de spin, avec une température de
transition de I'ordre de 5K ; par contre, le matériau relaxé devient supracon-
ducteur a T, ~ 1.2K. Le potentiel anionique change donc fondamentalement
les propriétés électroniques de ce composé.

2.4.1 Le potentiel périodique transversal

L’ordre orientationnel des anions génére un potentiel périodique dans la
direction b, de période 2b,

Hio= > (-1)'Velex . (2.21)
x=(z,Ib)
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L’ordre de grandeur de V reste & ce jour un objet de débat. Intuitivement,
on s’attendrait & un gap d’anions 2V du méme ordre de grandeur que la tem-
pérature a laquelle ’'ordre s’établit, 2V ~ T4, donc plutot faible en compa-
raison avec t,,. D’un autre coté, méme si les interactions entre anions, qui
sont & l'origine de ’établissement de 1’ordre anionique, sont probablement de
I'ordre de T40, le potentiel V', qui mesure I'interaction des électrons avec les
anions, peut tout a fait étre différent de cette énergie [89]. L’argument donné
dans [153], qui met en relation la valeur de V et les déviations de 1’emboi-
tement parfait, ne tient pas non plus; la relation de dispersion (section 5.1)
montre que 'emboitement de la surface de Fermi correspondant au vecteur
Qo n’est pas affecté par V. Les calculs de structure de bande [149] indiquent
au contraire une valeur de V plus forte, de 'ordre de t; . Des mesures sous
champ magnétique de la forme de la surface de Fermi semblent aussi donner
V ~ 0.8t [199]. Radi¢ et al [155, 156, 157] ont résolu exactement le probléme
a une particule dans (TMTSF),ClO,4 sous champ magnétique. Leur solution
présente des oscillations réminiscentes des “oscillations rapides” observées
dans un grand nombre de propriétés thermodynamiques de ces matériaux.
Les périodes expérimentales et théoriques s’accordent bien si on suppose a
nouveau V ~ 0.8t . Avec la méme valeur de V', le diagramme de phases sous
champ calculé en RPA [157] coincide qualitativement avec le diagramme ex-
périmental, mais pas quantitativement. Un meilleur accord quantitatif a été
obtenu pour une valeur plutdt faible du potentiel anionique, V' ~ t, /30,
dans une approche perturbative en V', mais en utilisant un critére de Stoner
simplifié et des interactions assez fortement renormalisées [83].

Dans les calculs présentés dans la suite, nous allons balayer tout un do-
maine de valeurs de V. Par l'intermédiaire de la variation du taux de re-
froidissement ou de la pression [149], on peut accéder expérimentalement a
des valeurs différentes de V', mais rappelons que, dans une telle situation,
un potentiel désordonné prend la place du potentiel périodique transversal,
tandis que les résultats de cette thése sont restreints au cas sans désordre.

2.4.2 La dimensionnalité

SiV >t |, le potentiel anionique découple approximativement les chaines
paires (e40 > 0) des chaines impaires (40 < 0). On aura donc affaire a deux
systémes de chaines couplées, mais avec un couplage interchaines bien plus
faible que celui du systéme sans ordre anionique. Pour des valeurs de V' plus
modérées, les deux systémes de chaines restent couplés, mais la différence de
potentiel entre les deux rend les sauts d’une chaine a ’autre plus difficiles.
On peut estimer la température T,; du passage dimensionnel dii au saut
interchaines d’une particule comme suit : la fonction de Green a une particule
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du systéme sans interaction s’écrit, si ex = € + €,

1
k,iw,) = —
Clhaion) = e p)
GlD(/ﬂ“,iwn)

1+ GlGlD(ij,iwn) ’

ol wy = (2n + 1)7T est une fréquence de Matsubara fermionique et u le
potentiel chimique. On ne peut certainement plus négliger le terme en €, au
dénominateur dés que

’€LG1D(k|\7iw0)’ =1.

Danslecas V =0,onae; ~t; et

|20
T:cl ~ .
T
Pour V' > 0, introduisons des opérateurs de création et d’annihilation de
(M (T))
Y

particule sur les chaines paires (cp’) ou impaires (c;

1
Cpk E(Ck +cqp)
1

Ck — Ck4P) , Ol

) -

o
R
L
|
—

V2
0,

|ﬁ
Il
Sl

Le Hamiltonien libre s’écrit
i T
! +V €1 Cpk
H = (Cp7k7 Clyk) < 6” )( P, > )
; €1 6” -V Ci,k

et la fonction de Green libre & une particule devient, avec la définition G1P =
GlD ‘u::l:Va

a - GIP —e\ 7!
- —€ G},_D

1 G_li_D eiG#DGl_D
T 1-eaogb \&GiPetr G

Les termes en ¢, doivent étre pris en compte au plus tard quand

S GIPGYP ~ 1.

1D ~1D 1 :
Comme ‘GJF G- ’ < 5y, ceci donne

2ty

R
Y™ orv — av

Tin ‘v:o :

44



Le méme résultat peut étre obtenu en considérant la variation de la surface
de Fermi kp (kL) selon k, , voir le chapitre 5.

Le potentiel anionique méne alors & un confinement plus fort des électrons
a lintérieur des chaines. 11 y a cependant également la possibilité d’un dé-
confinement induit par le saut aux chaines seconds-voisins, ¢/, , qui représente
donc une limite inférieure a T,1.

2.4.3 L’emboitement et les fluctuations de spin

L’ordre anionique double la maille dans la direction b et réduit la pre-
miére zone de Brillouin d’un facteur 2. Les nombres quantiques k et (k + P)
deviennent équivalents. En échange, il y a désormais deux bandes au niveau
de Fermi (Fig. 2.16). La Fig. 2.17 montre les nouvelles surfaces de Fermi
pour V faible et V fort. Le vecteur de meilleur emboitement (pour ¢, =0 et
V = 0) devient Qo — (2k+P,0). Comme on peut le voir sur la Fig. 2.17, ce
vecteur superpose des nappes de la surface de Fermi de la bande extérieure
sur celles de la bande intérieure, et vice versa. Il s’agit d’'un emboitement
interbandes. Si t', = 0, cet emboitement est parfait, indépendamment de la
valeur de V. La formation des ondes de densité de spin est tout de méme
affectée par I'ordre anionique, parce que les états propres qui correspondent
a ces surfaces parfaitement emboitées ne sont plus des ondes planes, mais des
états dont le recouvrement sur une chaine donnée devient de moins en moins
bon quand V augmente (si les états appartiennent & deux bandes différentes).
Comme le paramétre d’ordre associé aux ondes de densité de spin fait in-
tervenir des paires particule-trou sur la méme chaine, AOD30(<CI({L‘)CT(ZL')>,
ceci supprime I'onde de densité interbandes a V' fort. On pourrait cepen-
dant imaginer que, dans la limite de V' fort, ol on a affaire & deux systémes
de chaines presque découplés entre eux, des fluctuations de spin pourraient
se développer indépendamment dans les deux systémes. Dans cette limite,
chaque bande correspond & un systéme de chaines, de sorte qu’il s’agirait de
corrélations de spin intrabande. Le calcul en RPA montre que, pour V' suf-
fisamment fort, 'emboitement intrabande pour des vecteurs de translation
Q+ ~ (2kIP F2V/v 7> m/2b) (Fig. 2.17) devient effectivement suffisamment
bon pour stabiliser une phase onde de densité dont la modulation contient
une composante de période doublée dans la direction transversale. (Le groupe
de renormalisation montrera cependant que cette phase est plus affectée par
les fluctuations unidimensionnelles que I'onde de densité interbandes a faible
V', a cause de 'unidimensionnalisation additionnelle venant du fort potentiel
anionique.) Finalement, pour des valeurs de V' intermédiaires, les deux sortes
de fluctuations de spin vont en général coexister. Le diagramme de phases
obtenu par la RPA est montré a la Fig. 2.18.

Nous allons discuter des résultats du calcul en RPA plus en détail dans
le chapitre 5. Pour 'instant, mentionnons seulement une complication im-
portante de plus. Nous avons constaté plus haut que les nombres quantiques
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F1G. 2.16 — Zone de Brillouin et surface de Fermi sans (V' = 0, lignes noires)
et avec (V = 0.5t , lignes pointillées) ordre anionique, ainsi que le vecteur
Qo = (2K, 7/b)=(2k+P,0). On voit qu'un gap s’ouvre aux bords de la
nouvelle premiére zone de Brillouin, +m/2b. Les signes indiquent la phase

N

d’un paramétre d’ordre supraconducteur de type “d” a la surface de Fermi.

k et (k + P) sont identifiés en présence de 'ordre anionique. Par contre,
les ondes planes avec modulation k et (k 4+ P) restent bien distinctes. Il se
trouve (section 5.1) que les états propres de Hj couplent les ondes planes
k et (k+ P). Il en résulte que les susceptibilités deviennent non diagonales
[202, 173] : un champ de modulation q peut induire une aimantation de
modulation (q + P),

Mg = x(q,d)hq ;00 =qouq =q+P.

Ceci méne & un critére de Stoner généralisé [202, 173]

0=(1-gsxo(a,9)) (1 —gsxo(a+P,q+P)) —g&(xo(a,a+ P))2 )

Les fluctuations de modulation q et celles de modulation q + P sont alors
couplées, et les ondes de densité de spin qu’on trouve en RPA contiennent
deuzr composantes de Fourier.
Pour les mémes raisons, la supraconductivité fait intervenir non seule-
ment des paires de Cooper de vecteur d’onde total 0, mais aussi P.
Tournons maintenant notre attention vers la supraconductivité qui est
susceptible d’étre induite par ces différentes sortes de fluctuations de spin.
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F1G. 2.17 — A gauche : emboitement interbandes pour un potentiel anionique

faible (V' = 0.5t,, ¢, = 0). A droite :

emboitement intrabande pour un V

fort (V. =2t,,# =48 x 1072 x t;). On prend toujours Ag = 15¢ .

1.5

0.0
0.0

tp= 13p= 0
iy Qinter
Q.-
¥
|
0.5 1.0 - 20
th,

F1G. 2.18 — La température de transition vers la phase onde de densité de
spin, selon la RPA, en présence du potentiel anionique, pour un emboitement
interbandes parfait (¢, = 0). D’apreés [173].
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2.4.4 La supraconductivité dans (TMTSF),ClO,

Comme déja mentionné, il y a plusieurs expériences sur le perchlorate
qui montrent que la supraconductivité dans ce matériau est trés fortement
affectée par le désordre, qu’il soit introduit par un refroidissement trop rapide
[73, 187, 106] ou par alliage avec triméthyl-TTF [105], IO, [81] ou ReO, [12,
186, 106]. Le paramétre d’ordre supraconducteur dans (TMTSF),ClO4 doit
donc présenter une anisotropie importante [2, 115, 130]. Il y a aussi eu des
expériences sur des alliages avec TMTTF [44] et des matériaux irradiés par
électrons [165] ou rayons X [81], mais, comme discuté dans la section 2.2.3,
ces expériences ne peuvent pas étre interprétées d’une fagon non ambigiie.

Des champs critiques H.s trés élevés par rapport a la température critique
ont également été observés dans (TMTSF)2ClO4 ([79] et références y inclues,
[144]). 11 est connu que, si on trempe ce matériau, la phase supraconductrice
est remplacée par une phase onde de densité de spin. L’antiferromagnétisme
n’est donc pas loin, et méme D'existence de phases mixtes a été envisagée
[73]. Le méme argument que dans le cas du (TMTSF)sPF¢ peut donc étre
invoqué : il est possible que le champ passe davantage par des domaines
antiferromagnétiques. Il n’y a pas eu de mesures du déplacement de Knight
dans (TMTSF),ClO4. La question de savoir si les paires de Cooper sont
triplet ou singulet dans ce matériau n’est donc pas encore tranchée.

La forme orbitale du paramétre d’ordre supraconducteur n’est pas non
plus connue. Nous avons déja vu qu’il doit étre trés anisotrope. Dans des me-
sures du temps de relaxation 7} en résonance magnétique nucléaire (RMN)
[181] sondant les protons, aucun pic de Hebel-Slichter [90] n’a été observé.
Ceci peut avoir de nombreuses origines. Une supraconductivité de type d ou
f donnerait un pic trés petit [88]. La durée de vie finie des quasi-particules,
qui forment les paires de Cooper, peut elle aussi donner lieu & une réduction
du pic [184]. La littérature spécialisée sur les cuprates est plus vaste que celle
sur les supraconducteurs quasi-unidimensionnels. Dans ce cadre, I'influence
de la transition supraconductrice sur les fluctuations de spin, et donc sur les
résultats des expériences en RMN, a également été prise en compte, voir par
exemple [35, 36, 131, 185, 13].

Takigawa et al [182] ont aussi exploré le comportement du temps de
relaxation 77 & des températures plus basses que 7. Ils trouvent une varia-
tion en T3. Une telle dépendance en loi de puissance pour T tendant vers 0
indiquerait une densité d’états finie méme pour des énergies basses et donc
existence de nceuds dans le gap d’énergie de la phase supraconductrice [130].
Comme les expériences rapportées dans [182| ne descendent pas en-dessous
de T./2, on ne peut cependant pas conclure de cette fagon-ci. Belin et Beh-
nia [15] trouvent que la contribution électronique au transport de chaleur
dans la phase supraconductrice est largement inférieure a celle dans 1’état
normal, Ks. < Knormal déja & T ~ T./3. Ceci laisse supposer que le gap
supraconducteur est fini tout au long de la surface de Fermi, donnant ainsi
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lieu & un comportement activé (proportionnel a exp(—7"/|A|)) et donc trés
faible pour des températures basses.

Un paramétre d’ordre qui change de signe en différents endroits a la sur-
face de Fermi sans y avoir de nceuds est tout & fait concevable dans un sys-
téme quasi-unidimensionnel grace a la forme ouverte de la surface de Fermi.
11 suffit que le changement se fasse au moment ot on passe d’un feuillet de
cette surface & un autre. L’exemple le plus simple serait une supraconducti-
vité de type p||. Il ne serait par contre pas évident de comprendre 'origine
d’une telle symétrie & partir d’interactions répulsives. Une autre possibilité,
spécifique au perchlorate car liée & 'ordre anionique et au dédoublement
associé de sa bande de conduction, serait une supraconductivité d, dont les
nceuds se trouveraient juste & endroit o le gap d’anions s’ouvre [32, 177],
voir la Fig. 2.16. C’est le scénario que trouve Shimahara [177] dans un calcul
similaire & nos considérations exposées dans la section 2.3.2.

En réalité, les choses sont un peu moins simples, a cause justement de
I’ordre anionique. L’appariement d, exprimé en fonction des ondes de Bloch
du systéme avec ordre anionique, n’a plus la forme d’un simple cosinus, et
ceci est vrai pour tous les paramétres d’ordre du tableau donné dans la
section 5.3.1. De plus, comme mentionné dans la section précédente, les fluc-
tuations particule-particule de moment total q = 0 et q = P sont désormais
couplées. Finalement, les fluctuations de spin, origine probable de I’apparie-
ment, sont déja plus compliquées que dans le cas & une seule bande. (Dans
[177], seules les fluctuations de spin & Qq, et des paires de Cooper de moment
total O sont prises en compte.) La susceptibilité de spin contient des pics a
plusieurs vecteurs d’onde, correspondant aux emboitements interbandes ainsi
qu’intrabande. Les fluctuations de spin interbandes sont celles qu’on a déja
dans le systéme & une bande. Comme nous ’avons vu dans la section 2.3.2,
elles donnent alors lieu & un appariement de type d, ou f dans le cas d’une sy-
métrie triplet, c’est & dire & un appariement sur chaines premiers-voisins. Les
fluctuations intrabande, de vecteurs d’onde ¢, = 7/2b, ménent par contre &
un appariement entre électrons sur chaines seconds-voisins, comme on peut
bien se I'imaginer en se rappelant que, pour V > t;, on a affaire & deux
réseaux de chaines intercalés, avec une distance 2b entre chaines du méme
systéme. Des paires sur chaines seconds-voisins correspondraient & un para-
métre d’ordre “g”, ou “h” dans le cas d’une supraconductivité triplet. Il est
alors trés probable que la coexistence de plusieurs sortes de fluctuations de
spin méne & un paramétre d’ordre supraconducteur qui fasse intervenir les
deux composantes de Fourier, cos kb (d, f) et cos 2k b (g, h). La complexité
du probléme fait appel & des méthodes de calcul plus controlées que celle que
nous avons présentée dans la section 2.3.2. Une telle méthode est le groupe
de renormalisation.
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2.5 Pourquoi la renormalisation ?

Nous avons vu que les sels de Bechgaard sont des matériaux trés aniso-
tropes, au point de présenter un grand nombre de caractéristiques connues de
la physique unidimensionnelle. Une de ces caractéristiques est I'importance
des corrélations, et ceci dans plusieurs “canaux” : dans tout systéme fermio-
nique avec symétrie par renversement du temps, les corrélations particule-
particule (“canal de Cooper”) jouent un réle important a basse température.
Ceci est un des ingrédients de base de la transition supraconductrice. Dans
les systémes qui présentent aussi une symétrie d’emboitement de la surface
de Fermi, il y a de plus d’importantes corrélations particule-trou (“canal de
Peierls”), qui peuvent mener a des transitions vers des phases de type onde
de densité. Finalement, plus un systéme est unidimensionnel, plus ces diffé-
rentes sortes de fluctuations sont couplées. Si ce couplage est trop important,
il peut mener & la suppression des transitions de phase, comme c’est le cas
dans les systémes unidimensionnels & température finie. D’un autre coté, s’il
n’est pas trop fort, mais tout de méme présent, il peut induire de transitions
de phase additionnelles. Nous en avons discuté un exemple & la section 2.3.2,
ou des fluctuations particule-trou donnent lieu & des corrélations particule-
particule.

Comment ces propriétés se reflétent-elles dans les calculs ? Les symétries
ex = €_x (renversement du temps) et ex = —exyq (emboitement) font que
le développement perturbatif selon le terme d’interaction contient des diver-
gences a tous les ordres si la température tend vers 0. S’il n’y avait qu'un
seul canal de corrélations divergentes, on pourrait resommer les termes di-
vergents, seuls, & tous les ordres; c’est la RPA. Si on veut par contre tenir
compte du couplage entre les différents canaux de corrélations, il faut resom-
mer une classe encore plus grande de termes de perturbation. Le groupe de
renormalisation permet de faire exactement ¢a.

Il y a bien siir d’autres approches, notamment des approches non pertur-
batives, comme par exemple le calcul Monte Carlo quantique. Par rapport
& ces méthodes, le groupe de renormalisation a ’avantage d’exiger des res-
sources de calcul numérique plutét modestes, et d’étre une approche relative-
ment transparente au niveau physique : dans plusieurs cas, on arrive encore a
retracer les différents mécanismes en ceuvre. Nous allons en donner quelques
exemples dans le chapitre 4. Mais avant de nous tourner vers ’application
de cette méthode aux systémes quasi-unidimensionnels, discutons-la plus en
détail.
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Chapitre 3

Le groupe de renormalisation :
aspects techniques

Dans ce chapitre, nous allons introduire la méthode et dériver les équa-
tions de renormalisation qui seront utilisées dans le reste de la thése. Apres
une présentation des idées de base (section 3.1) et la définition des objets
formels (section 3.2), la dérivation des équations sera esquissée dans la sec-
tion 3.3. Différents schémas de renormalisation seront comparés au 3.4. Les
implications du changement d’échelle seront discutées dans la section 3.5.

3.1 La méthode

Aprés quelques notes historiques, nous exposons les idées de base de la re-
normalisation selon Wilson. Ensuite, nous discutons les problémes rencontrés
quand on applique cette méthode aux systémes fermioniques de dimension
supérieure a un. Ces problémes nous motivent pour utiliser une méthode
légérement différente, qui sera décrite dans la suite.

3.1.1 Quelques remarques historiques

La technique du groupe de renormalisation a été au départ développée
dans le cadre de la théorie quantique des champs par Stiickelberg et Peter-
mann [180] et par Gell-Mann et Low [74] afin d’éliminer des divergences qui
apparaissent dans certains calculs de perturbation. Wilson [195, 193, 194] a
introduit un nouveau concept de renormalisation dans le contexte de la phy-
sique des phénomeénes critiques, basé sur I'idée de Kadanoff [107] d’établir
une théorie effective valable & grandes distances en éliminant successivement
les degrés de liberté liés & des distances plus petites. La renormalisation en
théorie des champs peut étre reformulée dans les termes de 'approche de
Wilson, voir par exemple [148].
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Appliqué aux systémes de fermions en interaction, un succés impor-
tant du groupe de renormalisation a été la solution du probléme de Kondo
[3, 143, 193, 113|. Les équations pour un systéme fermionique unidimen-
sionnel se trouvent déja dans un article de Bychkov et al [38], ou elles sont
dérivées a partir d’'une resommation des diagrammes “parquet”. La renorma-
lisation a été appliquée au probléme fermionique purement unidimensionnel
d’une fagon exhaustive par Solyom, voir [179] et références y inclues. Ces
travaux ont permis d’identifier le liquide de Luttinger comme un point fixe
de renormalisation. Cela est aussi vrai, en dimension supérieure a 1, pour le
liquide de Fermi [175, 151, 176, 92, 40, 52, 158, 41, 51, 125]. Ainsi le groupe
de renormalisation a permis de justifier certaines hypothéses qui sont a la
base de la théorie de Landau de ces liquides. Le groupe de renormalisation
a également permis d’établir le diagramme de phases du modéle de Hub-
bard bidimensionnel & faible interaction. Aprés plusieurs études restreintes
aux environs des singularités de van Hove [56, 168, 118|, Zanchi et Schulz
[200, 203, 204] ont été les premiers a prendre en compte toute la surface
de Fermi, suivis de Halboth et al [84] et Honerkamp et al [99]. L’essentiel
des calculs de renormalisation appliqués aux systémes fermioniques quasi-
unidimensionnels, qui nous intéresseront dans la suite, a été développé par
Bourbonnais et Caron |27, 30, 26]. Duprat et Bourbonnais [50] ont étudié
en renormalisation ces matériaux dans leur régime bidimensionnel. Pour une
approche mathématiquement plus rigoureuse de la renormalisation pour les
systémes fermioniques, voir les travaux de Benfatto et Gallavotti [16] et de
Feldman et al [69, 70, 64, 65, 66, 63, 67, 68].

3.1.2 La renormalisation d’aprés Wilson
Action effective de basse énergie

Rappelons briévement les idées de base de la renormalisation selon Wil-
son en regardant ’exemple d’un systéme de fermions en faible interaction.
(Pour plus de détails, consulter l’article de revue de Shankar [176].) La ther-
modynamique d’un tel systéme peut étre décrite par une fonction de parti-
tion Z exprimée sous forme d’une intégrale de chemins sur des variables de
Grassmann v associées aux degrés de liberté k,

7z = Tr(e_ﬁ(ﬁ_“m)
_ / Dipe—S5)

ou S est l'action du systéme en question. Dans les applications du groupe
de renormalisation aux systémes fermioniques & N corps, on ordonne d’ha-
bitude les différents degrés de liberté selon leur énergie plutét que selon
I’échelle de longueur qui leur est associée. Pour les systémes bosoniques, les
deux reviennent essentiellement au méme, vu que les basses énergies sont
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normalement attribuées aux grandes longueurs d’onde (k — 0), tandis que
dans le cas des fermions, les basses énergies sont liées aux longueurs d’onde
de Fermi (k — kr). Nous pouvons donc trier les degrés de liberté en compa-
rant leurs énergies (ex — €p), €p étant I’énergie de Fermi du systéme, a une
échelle d’énergie A donnée. On définira 1)~ (resp. ¥s) correspondant & un
dégré de liberté pour lequel |ex — ep| < A (resp. > A). Ceci nous permet de

définir une action effective S/e\f T 4 Véchelle A par

7 = /p¢</p¢>€—5(w<,w>)
= /Dw< e_Siff(w<) .

On obtient alors l'action effective de basse énergie en calculant une trace
partielle sur les dégrés de liberté de haute énergie. Cette action effective
décrit la méme physique de basse énergie que l’action originale, mais en
faisant intervenir moins de dégrés de liberté. En échange, ses paramétres,
comme par exemple celui qui décrit 'interaction a deux particules, g, ont
changé, afin de tenir compte de l'effet des dégrés de liberté qui ne sont
plus présents explicitement. Les parameétres dans 'action dépendent donc
désormais de I’échelle d’énergie A, g — ga. Le calcul de la trace partielle est
souvent facilité si I'on procéde par des pas infinitésimaux en A. C’est ainsi
qu’on obtient des équations différentielles pour les parameétres dont dépend
I’action, les équations de renormalisation.

Points fixes

Un concept trés utile dans les études en renormalisation est celui du point
fixe. Afin de pouvoir profiter de cette notion, nous devons d’abord assurer la
possibilité de comparer deux actions effectives & différentes énergies A. Ceci
nous obligera a faire un changement d’échelle & chaque pas de renormalisa-
tion : l'action effective Sf\f ! (1<) ne dépend que des degrés de liberté dont
I’énergie est inférieure & A. A représente alors une coupure ultraviolet, et S/e\f !
décrit un systéme physique de largeur de bande < 2A. Si nous voulons com-
parer deux actions effectives SZ{ et Sf\’; f , nous devons dong, soit prendre
en compte cette différence en largeur de bande, soit faire un changement
d’échelle qui raméne Ay & As. Dans un grand nombre d’applications, c’est ce
deuxiéme choix que I'on fait, en ramenant A & chaque pas de renormalisation
4 sa taille originale Ag. Un pas de renormalisation, une “transformation de re-
normalisation” consiste donc en I’évaluation d’une trace partielle suivie d’un
changement d’échelle. Ainsi, il est en principe possible que l'action aprés
un pas de renormalisation soit exactement la méme qu’avant le pas. Si la
transformation de renormalisation dépend uniquement de I'action & I’étape
précédente, I’action reste invariante. Une telle action s’appelle un point fixe
de la transformation de renormalisation. Dans une théorie ou les degrés de
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liberté sont éliminés selon ’échelle de longueur a laquelle ils correspondent,
un point fixe indique alors une invariance d’échelle du systéme en question.
En particulier, ceci implique que les longueurs de corrélation du systéme ne
peuvent pas dépendre de 1’échelle de longueur choisie, en d’autres mots, elles
doivent étre 0 ou oo, la seconde possibilité étant la signature d’un point cri-
tique. La notion de point fixe permet donc d’identifier les points critiques
possibles d’un systéme physique donné. Indépendamment de cet aspect, il
y a beaucoup de situations ot un grand nombre de systémes physiques a
priori différents évoluent, pendant un enchainement de transformations de
renormalisation, dit “flot” de renormalisation, vers un méme point fixe. Ceci
est 'origine de I'universalité dans les phénoménes critiques. Pour connaitre
le comportement physique (& basse énergie, voire & grande distance) de toute
cette classe de systémes, il suffit alors d’étudier le seul point fixe.

Variables pertinentes, marginales et non pertinentes

Une autre notion importante est celle des grandeurs pertinentes, mar-
ginales ou non pertinentes. Supposons qu’'une certaine variable de 1’action
différe 1égérement de la valeur qu’elle devrait prendre & un point fixe donné.
Si cette déviation est augmentée pendant la renormalisation (de sorte que le
flot s’éloigne alors du point fixe), la variable est dite “pertinente au sens du
groupe de renormalisation”. Si la déviation est renormalisée vers 0, la variable
est dite non pertinente. Si la déviation reste inaffectée par les transformations
de renormalisation, la variable est marginale. Pour en donner un exemple,
considérons des fermions & une dimension. Leur interaction est décrite par
une fonction ¢, qui dépend des vecteurs d’onde k£ des particules avant et
aprés une collision. Si g est faible devant la largeur de bande, le systéme —
avant renormalisation — se trouve proche du point fixe libre (¢ = 0). On peut
déduire des régles de transformation de renormalisation (voir [176]) que la
dépendance de g en |k| sera supprimée pendant le flot. Dans cet exemple,
cette dépendance est donc non pertinente au sens du groupe de renormali-
sation.

3.1.3 Problémes avec des Fermions en dimension supérieure
al

Contrairement aux bosons, ou aux fermions 4 une dimension, le probléme
des fermions en interaction en dimension supérieure & un souffre de complica-
tions additionnelles, introduites par le fait que les degrés de liberté de basse
énergie ne sont plus limités a quelques points isolés, mais constituent toute
une surface de Fermi. Ceci implique que l'interaction a deux particules est
décrite par une fonction g(k) dont la dépendance en vecteur d’onde n’est plus
forcément non pertinente au sens du groupe de renormalisation. L’action ne
contient donc plus seulement un petit nombre de paramétres qui changent
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pendant le flot, mais des fonctions entiéres qui doivent étre renormalisées.
On parle de renormalisation fonctionelle.

F1G. 3.1 — Renormalisation pour des fermions & une dimension : un processus
d’interaction ou les particules, aussi bien avant qu’aprés la collision, ont leur
vecteur d’onde sur I'un des deux points de Fermi, kK = +kp, et un deuxiéme
processus (fleches en pointillé), qui intervient dans la renormalisation du
précédent. Les particules qui ne font pas partie du processus & renormaliser
se trouvent toutes les deux dans la couche d’énergie A.

Un probléme encore plus délicat concerne la question du traitement cor-
rect des termes qui ne donneraient pas de divergence logarithmique dans un
calcul de perturbation, mais des contributions pourtant appréciables, comme
par exemple celles dues aux corrélations particule-trou dans un systéme avec
emboitement imparfait. Plus généralement, la question se pose de comment
prendre en compte des processus d’interaction ol toutes les particules ne se
trouvent pas dans des états de basse énergie. A priori, on aurait tendance a
dire que de tels processus ne jouent pas de role a basse énergie. Le probléme
est que, méme s’ils ne sont pas présents dans une action effective de basse
énergie Sf\f ! , ces processus entrent dans la renormalisation des processus qui
font partie de Sif . Pour le dire plus naivement, ils sont présents au se-
cond membre des équations de renormalisation. Ces équations ont la forme

suivante :
dg(1k;
% = f(g({kj,k, k'})) :

ou létat k est choisi tel que |ex — ep| = A, et ou k est fixé par la conser-
vation du vecteur d’onde total. L’état k' peut alors se trouver trés loin de
la bande d’énergie ex € [er — A, ep + A]. Dans un calcul de renormalisa-
tion selon Wilson, son énergie devrait cependant aussi étre égale & A. Pour

95



F1Gc. 3.2 — Renormalisation pour un systéme bidimensionnel, pour le cas
ou A — 0 : un processus d’interaction ou toutes les particules se trouvent
prés du niveau de Fermi (fléches noires), et un deuxiéme processus (fléches
pointillés), qui intervient dans la renormalisation du précédent. On voit qu’un
des vecteurs d’onde se trouve trés loin de la surface de Fermi, et donc loin
de la couche d’énergie |ex| ~ A.

un systéme purement unidimensionnel, et pour une renormalisation a une
boucle, le probléme ne se pose pas. Les interactions qui sont importantes a
basse énergie (A — 0) sont celles avec toutes les particules aux points de
Fermi, +kpr. Les processus qui participent & la renormalisation d’une inter-
action g(k{, kb, ko, k1) font intervenir les états ki, kb, ko, k1, ainsi que des
états avec énergie =A. Nous devons donc trouver des interactions entre des
particules dans les états +kp, +kp + A/vp et £kp — A/vp, tout en assurant
la conservation du moment total. A une dimension, il est facile de trouver
de tels processus, au moins dans la limite de basse énergie, ou I'on peut li-
néariser la relation de dispersion, voir la Fig. 3.1. Considérons maintenant la
Fig. 3.2. I’exemple montre que pour une dimension supérieure a un, il n’y a
que trés peu de processus susceptibles de satisfaire toutes ces conditions a la
fois. Seule une fraction trés petite de la premiére zone de Brillouin participe
alors & la renormalisation des interactions de basse énergie si I’on prend a la
lettre la prescription de renormalisation selon Wilson. Cela donne la renor-
malisation & I'ordre logarithmique, ou supérieur, appliquée aux systémes fer-
mioniques par Shankar [176]. Cette méthode est cependant problématique.
Elle ne voit pas, par exemple, les effets de la quasi-unidimensionnalité, ni
d’un emboitement imparfait, voir la section 4.1.6.
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Il est possible d’inclure des processus d’énergies supérieures a la coupure
A dans un calcul de renormalisation a la Wilson [51, 203], en tenant compte
de processus a trois particules, qui sont générés pendant le flot de renor-
malisation, mais les équations de renormalisation qui en résultent sont non
locales par rapport a 1’échelle d’énergie A : I’évolution du flot de renormali-
sation ne dépend plus seulement de 'action effective & I’étape A, mais aussi
de son histoire. Mis & part le fait que la résolution de ces équations est for-
tement compliquée par cette non-localité, il en résulte aussi que ’existence
d’un point fixe commun & une grande classe de systémes physiques devient
bien moins probable. Dans la littérature, la plupart des schémas de renor-
malisation sont appelés “wilsoniens”. Quand, dans ce mémoire, nous parlons
de la renormalisation “selon Wilson”, il s’agit du schéma non local.

C. Bourbonnais et collaborateurs ont développé une méthode de renor-
malisation qui contourne le probléme discuté plus haut, de la facon suivante :
Ils fixent les énergies de seulement trois des quatre états d’un processus qui
intervient dans la renormalisation d’un autre, et laissent la quatriéme éner-
gie complétement libre. Ceci fait qu’on intégre parfois des états de basse
énergie, qui devraient encore faire partie de ’action effective, point qui n’est
pas évident & accorder avec la philosophie de Wilson. Nous verrons dans la
section 4.1.5 que ceci peut mener a des résultats peu physiques.

Nous allons décrire dans les sections qui suivent, et utiliser dans le reste
de cette these, une autre méthode de renormalisation, pas strictement wil-
sonienne, qui permet de prendre en compte toutes les contributions, qu’elles
soient logarithmiques ou non, d’une fagon assez mécanique, tout en donnant
des équations locales en A. En échange, nous perdrons la notion de point
fixe, ce qui ne constitue pas une perte importante dans notre cas, ou les
points fixes vers lesquels le flot se dirige ne seraient de toute fagon pas faciles
a caractériser. Un autre avantage de cette nouvelle méthode consiste dans
le fait qu’on n’a pas besoin de faire de changement d’échelle. Comme un tel
changement devrait réduire la premiére zone de Brillouin non pas vers ’ori-
gine, comme dans les problémes bosoniques, mais vers la surface de Fermi, il
ménerait en général & une distortion de I’espace réciproque, ce qui rendrait
la description de la conservation du vecteur d’onde total lors d’une collision
assez compliquée. D’un autre c6té, le changement d’échelle permettrait de
distinguer d’une maniére trés simple les variables pertinentes, marginales et
non pertinentes. Mais il y a une possibilité de retrouver I’argument corres-
pondant, du moins dans certains cas, méme si on ne fait pas de changement
d’échelle [112]|. Nous allons revenir sur ce point a la section 3.5.

3.1.4 Renormalisation avec coupure infrarouge

Le schéma de renormalisation que nous allons utiliser dans la suite a été
développé par Honerkamp et al [93, 99|, en s’appuyant sur les travaux de
Polchinski [150], Keller et al [110], Bonini et al [23], Morris [134|, Wetterich
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et al [191, 183| et Salmhofer [161, 162, 163, 164]. La motivation de ce schéma
est bien str similaire & celle de la renormalisation selon Wilson. On cherche
& calculer des grandeurs physiques par petits pas. L’intérét est de couper
en plusieurs parties un calcul qui mettrait en relation un grand nombre
de degrés de liberté a la fois, en commengant avec trés peu de degrés de
liberté et en y ajoutant quelques-uns & chaque étape. Dans les systémes
fermioniques, on a souvent affaire & des divergences a basse énergie. On
va donc commencer le calcul avec les degrés de liberté de haute énergie et
puis s’approcher systématiquement des divergences & basse énergie. Pour
mettre ceci en ceuvre, on ajoute une coupure infrarouge Arr a 'action, que
I’on réduit pas a pas. Une telle coupure peut étre réalisée en remplagant le
propagateur libre C' par [86, 93, 19] :

Cx(A) = Cx-6Os5(lex| — A) , ot (3.1)
1 siz>d
C) = ’
() {0 six < —46.

Théoriquement, on devrait utiliser une fonction lisse comme coupure; en
pratique, on prend la limite § — 0, ce qui raméne ©; & une simple fonction
de Heaviside (voir aussi [98]). Dans tout diagramme perturbatif, on supprime
ainsi les lignes de propagation qui correspondent aux basses énergies. On a
alors affaire & un systéme physique qui ne contient que des états de haute
énergie. Si I'on baisse la coupure infrarouge A, on récupére de plus en plus
de degrés de liberté, pour arriver au vrai systéme physique quand A — 0.

Faisons la comparaison avec ’approche selon Wilson. Dans la renormali-
sation wilsonienne, donc avec coupure ultraviolet, ’action change pendant le
flot de renormalisation, mais elle décrit le méme systéme physique & chaque
étape. Les paramétres de 'action, comme, par exemple, la fonction d’in-
teraction g, évoluent, mais si I’on calculait une fonction de corrélation, on
obtiendrait toujours le méme résultat. Dans la renormalisation avec coupure
infrarouge, le seul paramétre de 'action qui change est la coupure A (qui fait
partie de 'action libre Sy parce que Sy contient le propagateur libre, voir la
section 3.2.2). Sinon, les paramétres de l'action ne sont pas affectés par le
flot. Par contre, le systéme physique décrit par cette action change pendant
la renormalisation, et avec lui les fonctions de Green, les vertex, toutes les
fonctions de corrélation. Sy, ,, ne décrit donc le systéme physique en question
que dans la limite Ajp — 0.

Dans ce nouveau schéma aussi, on peut définir une action effective de
basse énergie avec une coupure ultraviolet et ainsi établir un lien avec I'ap-
proche wilsonienne [134], voir la section 3.3.2. Ceci nous permettra notam-
ment de connaitre les valeurs de départ des grandeurs que nous cherchons
& calculer en renormalisation. De plus, 'action effective de basse énergie
peut servir pour le calcul de certaines grandeurs non divergentes dont 1’éva-
luation serait empéchée par une coupure infrarouge, comme la suscepti-
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bilité uniforme de spin ou la compressibilité de charge, voir par exemple
[200, 86, 93, 19], mais aussi [96] pour une solution alternative.

La coupure infrarouge, équation (3.1), est transmise via ’action libre & la
fonction de partition Z et aux fonctions génératrices des fonctions de Green,
que 'on obtient en ajoutant des termes de source a I’action (section 3.2.2).
Toutes ces fonctions acquiérent alors une dépendance en A. Si 'on prend
la dérivée par rapport & A de la fonction génératrice G. des fonctions de
Green connectées, on obtient une équation différentielle qui a la méme forme
qu’une équation trouvée par Polchinski [150] (dans un travail qui s’inscrivait
cependant dans le cadre de la renormalisation a la Wilson). Si on développe
cette équation en mondémes de champs de source (“J” dans les notations
de la section 3.2.2) pour obtenir les équations de renormalisation pour les
fonctions de Green connectées G¢, on rencontre les mémes problémes de
non localité en A que dans ’approche selon Wilson. Une issue proposée par
Salmhofer ([164] et références ci-inclues) consiste & appliquer un ordre de
Wick aux mondémes de champs de source, et puis & faire un développement
de I’équation de Polchinski par rapport aux monémes ainsi ordonnés. La
forme “ordonnée Wick” Q([]; J;) d'un mon6me (][, J;) est un polynéme
des champs J;. (Par exemple, s’il n’y a qu'une seule variable, les monomes
ordonnés Wick sont les polynomes d’Hermite, a un facteur de normalisation
prés [164].) Les polyndmes ainsi obtenus forment un systéme complet, et on
peut développer G. en Q([[; J;) au lieu de ([]; J;) :

Ge ~ .G [1757
m J=1
~ Y G ) -
m 7j=1

Les coefficients G}/ de ce nouveau développement (dont l'interprétation phy-
sique est, bien stir, moins évidente que dans le cas des fonctions de Green)
obéissent & des équations différentielles qui sont locales en A.! Nous allons
cependant voir dans la section 3.4 que ce schéma de renormalisation pose
aussi des problémes.

Le schéma de renormalisation utilisé ici est encore différent. Si on fait
une transformation de Legendre sur G, pour obtenir la fonction génératrice
des vertex & une particule irréductibles (section 3.2), les équations de renor-
malisation pour ces vertex sont aussi locales en A [23, 134, 191, 183, 99]. La
dérivation de ces équations sera décrite dans la section 3.3. B. Binz [19] les
a redérivées a partir d’'une sommation “parquet” [38|; il a aussi montré que
la seule différence entre les trois approches (“non locale”, “ordre de Wick” et
“4 une particule irréductible”) consiste en des différences de domaines d’in-

'Des équations de méme structure se trouvent déja chez Wieczerkowski [192].
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tégration des propagateurs internes de ces diagrammes. Nous allons revenir
sur les différences entre les divers schémas dans la section 3.3.2.

Le modéle de Hubbard bidimensionnel a été étudié a ’aide de ce schéma
par Honerkamp et al [93, 99, 94, 96, 97, 100, 98] et Binz et al [19, 20, 21], et,
dans 'approche avec ordre de Wick, par Halboth et Metzner [86, 84]. Busche
et al ont réussi a calculer la fonction spectrale & une particule pour un liquide
de Luttinger unidimensionnel dans le schéma & une particule irréductible
[37].

3.2 Fonctions de Green et vertex & m particules

Nous allons écrire des équations de renormalisation pour les fonctions
de vertex I'y,. Commengons par quelques rappels de quelques définitions
et propriétés de ces fonctions. Cette section sert essentiellement & fixer les
notations et les conventions de signes. Pour plus de détails et notamment
des preuves des résultats évoqués ici, se référer au livre de J. W. Negele et
H. Orland [140].

3.2.1 Leur signification physique

Les fonctions de Green G,,, sont les valeurs moyennes de produits d’opé-
rateurs c}{ et cx respectivement de création et d’annihilation de fermions
dans un état K,

Gnm(Ky, ... K i Kp,...., K1) = <CK1...CK;nC}(m...C}(1> .

(Plus précisément, le multiplet K est composé de tous les nombres quantiques
qui caractérisent un état & une particule, et une fréquence de Matsubara.)
Elles décrivent la propagation de m particules injectées dans le systéme phy-
sique en question dans les états K7, ..., K, et retirées des états K1, ..., K.
Si, dans un développement en diagrammes de Feynman de ces fonctions, on
ne retient que les diagrammes connectés, on obtient les fonctions de Green
connectées G¢,. 1l se trouve que [140]

Gi1(K';K) = G{(K';K),
Go(1,2';2,1) = G1(151)G1(2)52) — G1(152)G1(251)
+G5(1',2';2,1) .

Diagrammatiquement, cette derniére équation est représentée dans la Fig.
3.4. La restriction aux diagrammes & une particule irréductibles (1PI) donne
enfin les vertex I';, si, en plus, on retire les propagateurs externes des dia-
grammes. Un diagramme est dit 1PI s’il est impossible de le rendre décon-
necté en coupant une seule ligne de propagation interne. Pour comprendre
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la signification physique de ces fonctions, considérons d’abord le cas m = 1.
Plutét que d’étudier I'y, on définit d’habitude ’énergie propre

»=1%_1,, (3.2)

. (0 R . R . :
ol I‘g ) est le vertex a une particule pour le systéme sans interactions. Dans
des systémes sans symeétrie brisée, on a [140]

GiI(K'; K) = T (K K) (33)
et donc .
—_ 0)—
Git=c"" +x.
Ce résultat implique I’équation de Dyson pour le propagateur a une particule,
a1 =GV - a6 + ¢VseVsc - .

voir la Fig. 3.3. On voit donc que I’énergie propre contient toute I'information
sur D'effet des interactions sur la propagation d’une particule dans le systéme
physique en question. De la méme fagon, le vertex I's décrit 'interaction
effective entre deux particules injectées dans le systéme :

Gg(KivKév K27K1) =

T
-~ > Gu(KT; L)) G (Ky; Ly)Gr(Lg; K2)Gr(Ly; Ki)x - (3.4)

LY LyLaLy
XFQ(L&, L,Q, LQ, Ll) .
Diagrammatiquement, on a donc la Fig. 3.5. La connaissance du propagateur

libre GSO), de ’énergie propre X et du vertex & deux particules I's suffit alors
pour calculer les fonctions de Green a une et deux particules.

e

F1G. 3.3 — Relation entre le propagateur complet G (ligne double), le pro-
pagateur libre GY (ligne simple) et 1’énergie propre Y.

3.2.2 Leur calcul a ’aide des intégrales de chemin

Dans le formalisme de I'intégrale de chemins, la fonction de partition est
donnée par

Z:/mwwwﬂww,
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F1G. 3.4 — Relation entre G et G5. Les lignes doubles désignent le propaga-
teur complet G7y.

Bt X E

Fi1G. 3.5 — Relation entre GG et I's.

ol ©* et ¢ sont des variables de Grassmann qui correspondent aux opérateurs
de création et d’annihilation de fermions. L’action se décompose en

S =50+S51,

sa partie libre s’écrit

So=> WiCyxlvx .
K

A partir d’ici, K désigne I’ensemble de nombres quantiques qui caractérisent
les états propre du Hamiltonien libre H et inclit une fréquence de matsu-
bara. Ck est le propagateur libre,
-1
Cx = GO K)=——,
K i ) iko — §k
k= €k — 1,

ol €x est 'énergie propre de ’état K et p le potentiel chimique. On obtient
les autres termes de I’action si on remplace les opérateurs c}(, ci par des
champs Grassmanniens *, ¢ dans les parties non-libres du Hamiltonien.
Pour l'intégrale de chemins, nous utilisons la notation

o) =TT [ dvic [ v

On rappelle que, dii au spin, le nombre d’états est pair, de sorte que 1’échange
de tous les 9} et ¥k ne change pas les signes des expressions dans cette
section. Notons par ailleurs que la fonction de partition pour un systéme
sans interactions est tout simplement

Zy = /D[¢*,¢]e—50 =detC™'.
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Nous nous placons d’abord dans une situation ou tous les termes de 'action
conservent le nombre de particules. Un cas plus général sera traité dans
I’annexe B.1. Dans ce formalisme, les fonctions de Green sont données par

G (K K Koy o K
1 * — * * *
:—/Dw,we“¢ﬂwmmm%wm,wm

(3.5)
— m . *7J] ,
H 6J5 5JK JE=0=Jx
si on définit la fonction génératrice
* ]- % _ * _ * _ *
LI ) = 5 [ Dl gl SO (g

ol nous avons utilisé la notation
V)= Ttk -
K

En d’autres mots, le développement de G selon les sources grassmanniennes
Ji, Jik est donné par

o0
N 1
m=0 K{..K,

Ki..Km

Les mémes équations tiennent pour les fonctions de Green connectées G,
au lieu des G, si on remplace G par

G.[J*,J] = InG[J*, J] . (3.7)

La fonction génératrice pour les vertex est la transformée de Legendre de G,
par rapport a des champs ¢*, ¢, qui sont définis comme les valeurs moyennes
de cj, ck en présence des sources Jy, Jx :

O = (3.8)
S / D", gl e— S 9= ) -w".)
= - JKQ[J* .
o = (cK)J (3.9)
- L / D™, s gee—S H1-( ) ~(w")
Zy

5 g
= gl ) o

/D[w*,w]e—S[w*,wl—uw—(w*vJ) =Zg.
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La transformation de Legendre s’écrit

Gr(e*, 9] = —Ge[J*[0", 0, J[¢", 9] (3.10)
— (0%, J16%, ¢]) — (J*[¢". 0], 9) -

On a donc, pour les champs de source,

* J *
Jg = ngw ], (3.11)
J «
Jgk = —5¢*Kgr[¢> ] (3.12)

A partir de Gr, les vertex s’obtiennent par

Fm(KivaK;anm;,Kl) - <E>m1ﬁ*672gf[¢*7¢] .
r j=1 5¢K;5¢KJ‘ J5=0=Jx

Définissons
§2Gr

T o, =——
T 5o aglD

(en gardant les sources J*) # 0) et

nwe(WwKF%%>. (3.13)

5%G. _ %G,
-1 _ [ sT5eIe 5T T%
(T )Kp—-<_ 526, o7 (3.14)
§Ik6Jp  3IxoTH

Dans des systémes sans symétrie brisée, les fonctions de Green avec des
nombres différents de créateurs et d’annihilateurs s’annulent, de sorte que
'on obtient 1’équation (3.3).

3.3 Dérivation des équations de renormalisation

La dérivation des équations de renormalisation reproduite ici est tirée de
la thése de C. Honerkamp [93]. On peut démontrer des équations presque
identiques & partir d’'une sommation des diagrammes “parquet”, voir la thése
de B. Binz [19].

Dans cette section, nous allons considérer une action de la forme
S(z) = So(x) + St ,
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qui dépend d’un paramétre z uniquement dans sa partie quadratique, Sy :
-1
So(z) =Y _vikCi'(@)vx .
K

Dans notre cas,  est une coupure infrarouge A, voir 'équation (3.1). Ainsi,
Z, G et toutes les grandeurs calculées a partir de G, acquiérent une dépen-
dance en A. Nous allons d’abord écrire une équation de renormalisation pour
la fonction génératrice Gr(z) et ensuite la développer selon les champs »*)
afin d’obtenir les équations correspondantes pour les vertex I'y,.

3.3.1 L’équation de Polchinski

D’aprés I’équation (3.10), la dépendance explicite de Gr en x vient d’une
part de la dépendance explicite de G. en z, d’autre part de la dépendance
en = des J[(;) [0*, ¢; x], qui s’obtiennent par inversion des équations (3.8) et

(3.9) pour qﬁ(;) [J*, J;z]. On trouve

d oot e O dy AT
%gc[*] [¢ 7¢7x]7‘][¢ ,¢,£U],$] - 833‘gc ( ’dl') (dx ’¢)
et donc
d 0

G. obéit a ’équation de Polchinski (cf. 'annexe B.2) :

O L o 4 ~—dCg! _
%QC[J,J,x]—; T-G1(K; K) (3.16)

B (5gc dCc1 5gc)
§J° dx 6J*
5 dC~t §

h (E’ dx 5J*)gc '

Avec (3.15) et (3.14), ceci implique pour Gr :

d e 1 dCt ‘
%Qr[cé,cﬁ,w]—; -Gh(K K) (3.17)

dx

dCi' =
dz ’ ( )22;KK :

dC
- —E¢iox
K
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3.3.2 La renormalisation a une boucle

L’équation (3.17) est exacte. Afin d’obtenir les équations de renormali-
sation pour les vertex I',,, nous allons maintenant la développer selon ¢*
et ¢, en faisant I’approximation de négliger tous les vertex a plus de deux
particules,

Fm>2 =0.

Dans ce schéma, ceci revient a prendre en compte la renormalisation des
vertex & une et deux particules & une boucle seulement, voir I’annexe B.3.1.
Nous ne tiendrons donc pas entiérement compte des processus & trois, ou plus,
particules, ni de leur effet sur les interactions & deux particules. Au départ,
dans l'interaction nue, ces processus ne sont pas présents, mais ils seront
en général générés par les interactions & deux particules. Il est cependant
probable qu’ils resteront faibles si les interactions qui sont & leur origine
le restent elle-mémes. Mais il n’est bien stir pas garanti que ces processus
ne jouent pas de role important et ne mériteraient pas de traitement plus
complet.

Le calcul se trouve dans I'annexe B.3. Les résultats pour la renormalisa-
tion & une boucle de I'énergie propre et du vertex a deux particules sont :

—21’ ZGS (1, K;1,K)

dil_‘g(ll, 2';2,1) = Cooper(C) + Landau(L) + Peierls(P)

=3 {Gs(K)GL (K K') + Gs(K)G1 (K K) } x (3.18)
KK’
{1 25 K KD (K, K32,1)

+Io(1, K; K/, 1T (K', 252, K)
—Iy(1, K;2, K'\To(K', 2", K, 1) }

dCt

Si on néglige les effets de I’énergie propre, on obtient

Cs(K) = S Ox(h)

Les équations de renormalisation & deux boucles ont été calculées par
Busche et al [37].

Les équations de renormalisation sont schématisées dans la Fig. 3.6. Elles
ont la méme structure que celles obtenues dans les schémas de renormali-
sation selon Wilson, de Bourbonnais et al, ou avec ordre de Wick (voir la
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b0

OO O
}g{ = — Landau
Cooper - a a

F1G. 3.6 — Renormalisation & une boucle de 1'énergie propre ¥ et du vertex
I's. Le propagateur barré représente Gg.

SIES

Peierls

section 3.1.4), aux différences suivantes prés : Dans tous les schémas, un des
propagateurs internes correspond & une énergie |ex| sur la coupure A, “Gg”
dans notre notation. Dans notre approche et celle selon Wilson, 1’énergie |ey|
associée a la deuxiéme ligne interne d’un diagramme doit étre supérieure ou
égale & A. Si on prend Wilson “a la lettre” (approche restreinte a 1’ordre loga-
rithmique), la deuxiéme ligne interne doit aussi étre sur la coupure. Dans le
schéma “ordre de Wick”, elle doit étre inférieure ou égale a A, et Bourbonnais
la laisse libre. La différence entre le schéma selon Wilson et le noétre consiste
dans le fait que pour Wilson, les vertex Iy qui interviennent au membre droit
de I’équation (3.18) ne sont pas ceux de I’étape actuelle de renormalisation,
mais de ’étape ot la coupure correspondait & I’énergie de la deuxiéme ligne
interne, A’ = |e/| [200, 51]. Nous allons discuter quelques conséquences de
ces différences a la section 3.4.

Pour déterminer les valeurs de départ, nous profitons de 1’équivalence
suivante entre les vertex en renormalisation et les paramétres de 'action
effective de basse énergie [134] : si toutes les énergies associées aux argu-
ments K J(./) du vertex 'y, (K7...K] ; K,,...K1) sont inférieures a la coupure

infrarouge A, I';,, est égale & la fonction d’interaction entre m particules gf,{ !
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qui apparait dans ’action effective de basse énergie Sf\f . Comme au départ,
S/e\f g , les valeurs de départ pour les vertex sont I's g = g, I'interaction
nue. De méme, 1’énergie propre avant renormalisation est 3y = 0.

3.3.3 Equations de renormalisation pour des systémes ani-
sotropes

Comme nous aurons toujours affaire & des systémes quasi-unidimension-
nels, nous allons réécrire les équations de renormalisation sous une forme
plus proche des formulations standard de la physique unidimensionnelle.

A partir du vertex I', qui apparait dans I’équation de renormalisation
(3.18), on peut définir des fonctions I'1 5, I'c g et I's; d’une fagon analogue
a nos définitions des paramétrisations “g-ologique”, charge-spin ou singulet-
triplet pour les interactions g, & partir de 'interaction générale w de 1’équa-
tion (2.6), introduites dans le chapitre 2. (Voir aussi ’annexe A pour une vue
d’ensemble.) Rappelons que dans ces paramétrisations, les signes des argu-
ments k|| des vertex I', sont fixés : on a toujours 'y (RLLR), oit R < (k) > 0)
et L & (k‘H < O).

Les indices K associés aux états qui diagonalisent la partie libre du Ha-
miltonien sont désormais

K = (k,m,o0),ou
E = (ko k),
k = (kH,kJ_) ,

ko est une fréquence de Matsubara fermionique, m un indice de bande, et
o = =1 la projection du spin selon ’axe z. Nous utilisons une forme sans
dimension du vertex,

—
Il
—

TUR

voir aussi la section 2.1.2.

Dans cette thése, nous tenons uniquement compte de contributions qui
peuvent mener & des divergences logarithmiques. Ceci n’est pas le cas pour le
canal de Landau, ni pour les processus g4 de collision de deux particules qui
se dirigent dans le méme sens le long des chaines. De plus, nous négligeons
les processus Umklapp. Sous ces conditions, on trouve alors les équations
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([86] et annexe B.4)

d -
mrﬂé(( i?ml) (k27m2) (k27m2)7(k17m1)) =
Z DPP((kr,mp), (kr,mg); k1 + k2)x
kr.kR
mrL-mMR

Z ozzg~ 17m/1)7<k57m,2>7(kL7mL)7(kRamR))><

x Tj((kr,mg), (kr,mp), (k2,m2), (k1,m1))

T
b ST D), (e m)s B — ha)

kr.kR
mr>mMR
Z 042]~ 17m/1)7(k‘L7mL)7(k2am2)>(kRamR))X
j((kRamR)7 (kéamé)a (kLamL)7 (klaml)) , ol
(3.19)
v
Dpp((k.’ m)u (klv m/); Q) = i aFH 5k’+k,q X (320)
d (0 01
x 2 (G (b, m)G (W, m))
Dpt((ka m)7 (kla m/); q) = TM;FH 5k’—k,q X (321)
d () Oy,
Xdl (Gl (kam)Gl (k , M )) ]
et [ = —InA. On remarque que les D ne contiennent pas de contrainte sur

les indices de bande m, m’ des lignes internes (comme c’est au contraire le
cas en ce qui concerne les k, k') ; les sommes sur ces indices dans (3.19) sont
complétement libres. Les indices «, i, j se référent aux spins : Dans le modéle
g-ologique, les matrices de coefficients CS,Z sont données par (dans l'ordre

(2123))
C _ 0 -1 P 2 —1
S = <_1 0 ) =7 ) (3.22)

10 0 0
05:—(0 1)’ C;D:_(o 1)'

Pour la renormalisation des couplages charge-spin, on obtient (dans lordre
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ou pour les couplages singulet-triplet (avec (fg’ st )) :

10 1/1 3

0 0 1/1 -1
Cg_(o 1)’ Cf_Z(—l 5)'

Le canal de Cooper est donc diagonal dans la représentation singulet-triplet,
et le canal de Peierls dans I’écriture charge-spin.

3.3.4 Susceptibilités

Pour la dérivation des équations de renormalisation pour les fonctions de
réponse, nous suivons essentiellement C. Halboth [86].

Afin d’évaluer la susceptibilité d’un systéme physique a réagir & un champ
externe h (qu’on prendra infinitésimal) qui se couple via un opérateur O, on
ajoute un terme

Seat = »_ 1*(9)O(q) + h.c. (3.25)
q
a Paction. Pour décrire une onde de densité, on prendra les O de la forme
OOD(q) = Z fOD(K/, K; q)ﬂJ;(M,ZJK avec (326)
K'K

(a)
fopa X Okt k—qO,i5,s

R . . c . .

ot les 0(%#v:2) sont les matrices de Pauli, et ag,; = 04/ ¢, VOIr aussi la sec-
tion 2.3.1 et 'annexe A. Pour étudier la supraconductivité, on utilisera des
opérateurs d’appariement

Osclq) = > foe(K' K;Q¢xx, (3.27)
K'K
fsca O 0w —ktqT, ﬁ?j
Les matrices 7(®) décrivent les orientations de spin des électrons qui consti-
tuent la paire ; elles sont définies dans (A.10) (voir aussi la section 2.3.2). On
note que la fonction fgo peut étre choisie telle qu’elle soit antisymétrique
par rapport a I’échange de K’ et K.
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Les valeurs moyennes sont donc données par

J

(@) = clhy I T ,
06 = gt ) L,
et la susceptibilité correspondante est
x(d',9) = (0(d)0"(q)) — (0(d))(0"(q)) (3.28)
52
= ——G.[hJ"J 3.29
52
= — ¢ 3.30
@) g (330
52
= ——T , 3.31
) s (&30

ou G et I'f sont les parties constantes, par rapport aux champs de source
J, de G, et Gr, respectivement.

L’inclusion de S¢;: dans I'action nous oblige & généraliser les expressions
présentées dans la section 3.2.2. Les développements des fonctions généra-
trices contiennent désormais des contributions qui ont des nombres différents

de variables grassmanniennes conjuguées et non conjuguées, voir l’annexe
B.1.

Nous allons toujours étudier des fonctions de réponse ol les ¢ sont tels
que r = —r’. Gréace a I'invariance par parité des systémes étudiés ici, il suffit
dans ce cas de considérer les coefficients f(K’, K;q) avec r = +, 7' = —. Avec
krj <0 et kg > 0, nous définissons 2¢/s(kr, kr; q) & 'aide de I’équation

fopa(KL, KR q) = 0y kg-q02rnza((kL,mp), (kr,mpg); q) (3.32)
et z5/¢(k, kr;q) par

fsca(Kr, KRiq) = Oy —kptaooh  2a((kr,my), (kr,mp);q).  (3.33)

Avant renormalisation, les z sont égaux, dans une base d’ondes planes, & un
pour les ondes de densité et & des fonctions décrivant la symétrie orbitale des
paires d’électrons pour la supraconductivité, voir le tableau dans la section
2.3.2.

Sous les mémes hypotheéses que celles énumérées dans la section 3.3.3, les
équations de renormalisation sont (voir I’annexe B.3.2)
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— dans le cas des ondes de densité de charge (a« = C') oude spin (o = 5) :

d
aza((p[n mIL)a (pRam/R)a Q) =
— Y D"((kr,mp), (kr,mp); 2kE + q)

krkR
mLMR (3.34)
X zo((kr,mr), (kr,mR); q) ¥

x Lo ((kr, mr), (pr,m7), (kr,mz), (pr, m7y))

d .
TXaldhq) = 2 > DP((kg,mp), (kr,mp); 2kE” + q)x  (3.35)

kLkgr
mpmp

X zo((kr,mr), (kr,mg); q")x
X zo((kp,mr), (kr,mg);q)"

— dans celui de la supraconductivité singulet (o = s) ou triplet (o =) :

za((pL, m1), (PR, MR); q) =

dl
> DP((kr,mL), (kr, mg); q) ¥
kLkR
mLmR (3.36)
X Za((kLa mL)a (kR7 mR); q) X
x Do((krymp), (kr,mr), (pr,m7), (R, M)
d
axa(q’,q) = =2 ) DP((kg,mp), (kr,mg)iq)x  (3.37)
krLkr
mrmpR
X zo((kr,mr), (kr,mr); q") %
X zo((kp,mr), (kr, mr); q)"
X est défini comme
. Tup
7= T”X . (3.38)

Avant renormalisation, X‘l:o =0.

3.4 Comparaison des différents schémas

[’avantage de notre méthode de renormalisation par rapport a celle selon
Wilson est que la nétre est locale par rapport au paramétre de flot A. Nous

72



allons maintenant comparer notre schéma de renormalisation (“4 une parti-
cule irréductible”, “1PI”) & celui avec ordre de Wick (“Wick”), et celui utilisé
par C. Bourbonnais et collaborateurs (“BC”), a I’aide d’un calcul exemplaire
simple.

Pour un systéme de fermions libres, la susceptibilité par rapport aux
fluctuations de spin & vecteur d’onde

q=2kr+q

est donnée par

Ao
a npp(ex) — nrp(ep)
— d ,
x(9) 4o /—Ao ok €f — € }’f =k—q
a 2vAg 1 1 . VFq . ~
~ | V(=) — Re¥(= — T A
2mup [n o7 UG T ReV(GHipas)| ST Jordl < Ao,

ol ¥ est la fonction digamma et v = 1.783 ’exponentielle de la constante
d’Euler. Si ¢ = 0, x(q) diverge logarithmiquement en température. Sur la
Fig. 3.7, x est représentée en fonction de la température pour différentes va-
leurs de q. Plus ¢ dévie de 2k, plus la susceptibilité est faible. Par contre, les
déviations ne se font sentir qu’a basse température. |x(7')| atteint méme un
maximum & une température finie, avant de saturer a4 une valeur légérement
plus basse lorsque T' < v |q| /4.
En renormalisation, y se calcule selon

d - :
KXo plee) —neplew)) (3.39)
dl ) € — €/ K'=k—q
Al) = Aget, (3.40)

voir aussi la Fig. 3.8. L’énergie ¢ est placée sur la coupure +A. Les valeurs
permises pour la deuxiéme énergie € dépendent du schéma de renorma-
lisation. Dans notre schéma (1PI), elle doit étre supérieure a la coupure,
lexs| > A(l), dans le schéma avec ordre de Wick, |ex/| < A(l), alors que Bour-
bonnais la laisse libre. Dans le schéma de Wilson, mais restreint & ’ordre
dominant (Shankar [176]), on exige que les deuz propagateurs soient placés
sur la coupure. Ceci donnerait une contribution uniquement pour q = 2kp,
ce schéma se restreint aux diagrammes qui donnent une divergence au moins
logarithmique (voir aussi la section 4.1.6). On voit déja que, parmi les trois
autres, seul le schéma 1PI limite I'intégration aux degrés de liberté de haute
énergie, ce qui est un point important si 'on veut construire une action
effective de basse énergie (voir la section 3.1.2).

Les expressions complétes sont (voir les sections précédentes ainsi que
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x|

F1G. 3.7 — Susceptibilité de spin (en unités arbitraires) de fermions libres
& une dimension en fonction de la température pour, du haut vers le bas,
vrpq/Ao = 0, 0.005, 0.01, 0.02. Les lignes horizontales indiquent la limite
T — 0.

I’annexe B.5), en posant

a E E E+ A
T—0 a E
- — :
TR 2F + A
A(l)
ariltie) = 3 [ de @ (0~ M)+ vor i)
y=+1 70

X0 (|A(z) + vorp [ql] — A(z)) X
xf(vor gl A=) ,

A()
xwick(l;q) = /0 dz © (A(z) —vr|ql) f(—vrlql, Az)) ,
1 A()
xpo(l;q) = 3 Z / dx © (Ag — |[A(z) + vvpq|) f(vopg, A(x))
vy==+1"70

1
= 3 (x1pr(l;9) + xwiek(l:q)) -

La premiére fonction © vient du fait que k¥’ doit faire partie de la bande,
k' € [tkp — Ao, £kp + Ag]. Mis & part cette contrainte de bord de bande,
le schéma selon Bourbonnais est le seul & ne pas contenir des expressions
en valeur absolue. Les valeurs absolues viennent du fait que nous utilisons
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Fi1Gg. 3.8 — Calcul de la susceptibilité en renormalisation. Le propagateur
barré correspond & une énergie sur la coupure. L’énergie associée a l'autre
propagateur dépend du schéma, voir le texte.

une coupure franche O(e — A) au lieu d’une coupure lisse. Elles sont a I'ori-
gine de singularités dans dy/dq a ¢ = 2kp pour [ fini, mais ces singularités
disparaissent quand [ tend vers l'infini.

On vérifie bien? que les trois schémas donnent le méme résultat dans la
limite | — oo. Or, dans les calculs présentés dans la suite de cette thése, le
flot de renormalisation diverge avant que cette limite ne soit atteinte. Pour
cette raison, il est important dans notre cas de prendre en considération
le comportement de x dans les différents schémas pendant le flot. Plus ¢
dévie de 2kp, plus le résultat final x(I — o0) est petit. Il est souhaitable
que ceci soit déja vrai pendant le flot. En particulier, il est important que
Ix(1;9)| < |x(l;2kp)| indépendamment de [. Il se trouve que c’est le cas uni-
quement pour le schéma “1P1”, voir la Fig. 3.9. On peut comprendre cet effet
comme suit : & basse température, les contributions les plus importantes a la
susceptibilité correspondent & sign €xr = —sign €. Comme |e| est toujours
sur la coupure, |ex| = A, le dénominateur dans (3.39) est donc maximal si
lexs| Uest. On en conclut que, plus g dévie de 2k, plus |dx1pr/dl| est faible,
tandis que le contraire est vrai pour |dxwick/dl|. Seul le schéma 1PI garde
donc le bon ordre des x(¢) pendant tout le flot de renormalisation. Pendant
la premiére partie du flot, le schéma “Wick” inverse cet ordre. Le schéma de
Bourbonnais revient a prendre la moyenne des deux autres. Dans ce schéma,
pendant la premiére partie du flot, les susceptibilités pour différentes valeurs
de ¢ ne sont distinguées que faiblement, et ceci dans ’ordre inverse, comme
dans le cas de 'ordre de Wick. Nous allons retrouver ce point dans la section

2en notant que

Ao—vplql dE ~
ara) = [ e, By
A(l)
~ vp|gl/2 dE _
+6 (v 1] /2 — A1) / 9L b vp gl E) et
AQ) 12
Ao dE .
xwick(l;q) = / Ff(—UF 4], E)
Max{vr|q|/2,A(l)}
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4.1.5, en liaison avec 'effet du saut interchaines ¢ .
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Ix1P1|

8 10
IXWick|

8 10
IxBC|

8 10

— IDA/AO

F1G. 3.9 — Flot de renormalisation, pour 7' = 0, de la susceptibilité de spin (en
unités arbitraires) de fermions libres & une dimension pour vpg/Ag = 0.005
(en noir) et vpG/Ap = 0.025 (en pointillé) dans les schémas respectivement
avec ordre de Wick, “1PI”, et celui de C. Bourbonnais. Les lignes horizon-
tales indiquent le résultat du calcul direct. On voit que pour le résultat final,
X(l — o0), la ligne en pointillé se trouve en-dessous de la ligne noire. C’est
uniquement dans le schéma “1PI” que cet ordre est clairement conservé pen-
dant tout le flot de renormalisation.
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3.5 Le changement d’échelle

Le schéma de renormalisation que nous utilisons ne s’inscrit pas stricte-
ment dans le cadre de la renormalisation selon Wilson, comme discuté dans
la section 3.1. En particulier, la question se pose [112] de savoir si le change-
ment d’échelle, qui est partie intégrante de la renormalisation wilsonienne,
doit aussi étre inclu dans le nouveau schéma. La discussion du 3.1.4 montre
que ceci n’est pas le cas. Or, le changement d’échelle, ou la “renormalisa-
tion & l'ordre 0” (en boucles), s’est avéré trés utile pour démontrer la non
pertinence de certaines variables [176]. Il est cependant possible, d’aprés un
travail de Kopietz et Busche [112], de retrouver cet argument dans notre
schéma, sans méme changer d’échelle explicitement. Nous allons briévement
rappeler ledit argument (pour plus de détail voir Shankar [176]) et ensuite
donner sa reformulation adaptée au schéma 1PI.

Nous considérons l'exemple d’'un systéme unidimensionnel de fermions
sans spin avec relation de dispersion linéaire. Commencons par ’approche
selon Wilson, et par un systéme sans interactions. L’action est alors 1’action
libre,

S() = szw(zw - ’UF];Z)i/)fm) s
kw

ol k est la distance d'un vecteur d’onde a la surface de Fermi. Nous défi-
nissons la transformation de renormalisation tel que Sy en est un point fixe.
Elle consiste en deux étapes :

1. élimination des degrés de liberté correspondants a I'intervalle d’énergie
[A — 6A, A
2. changement d’échelle :

(a) des vecteurs d’onde k afin de conserver la largeur de bande du
systéme initial ;
(b) de toutes les autres grandeurs qui apparaissent dans ’action libre

So, y compris des champs de Grassmann, afin de la rendre inva-
riante par la transformation.

On trouve que le changement d’échelle
ko B = sk, w e o = sw, Yk,w) o Y/(K,0) = 5739 (k,w),

ons=el = —InA/Ao,

laisse ’action libre inchangée. La vitesse de Fermi est la méme qu’avant
la transformation, v, = vp. Comme W), = sw = s(2n + 1)nT, la tempé-
rature change, 77 = sT. Le nombre de degrés de liberté diminue, N’ =
A/(vp(Ak)) =s"IN.

Plagons-nous maintenant légérement a c6té du point fixe libre, en ajou-
tant une interaction faible 4 deux particules, décrite par la fonction g(E, ) =
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g(]zla sz? ]%3,001,(4}2,(#3) :

T o=k *
SI = N Z g(k’w)wkp-i-];;l,wlQ’Z)—kp-i-fcz,wgq’z)—kF'Ff%,WST/)kF+];4aw4 )

kjw;

ol 1234 = 1231 + l?:g — 12:3, w4 = w1 + wy — ws. Si on applique la transformation
de renormalisation & Sy, on voit que tous les facteurs s se simplifient. On a
alors

gl(E,7&,) = 9(E7 ('_‘j) . (341)

g est donc marginale.

Tous les arguments évoqués dans la suite concernant la dépendance de
g en k s’appliquent également & celle en w, que nous allons négliger & partir
de maintenant. Pour les coefficients d’un développement limité de g autour
des points de Fermi,

3
. -1 .- -
g(k) = g0+ _gikj + 5 D gijkik; + O(F’) . (3.42)
j=1 ij
ceci implique que
g;- = s_lgj , ggj = s_2gij etc.,

de sorte que tous les coefficients dans le développement convergent vers 0 au
cours de la renormalisation, sauf gg, qui reste constant. gg est donc marginale,
par contre, la dépendance en k de l'interaction est non-pertinente.

Cette renormalisation de g a 'ordre 0 s’écrit aussi d’une fagon différen-
tielle [112]. Le changement d’échelle pour les vecteurs d’onde revient, pour

-,

la fonction g, & remplacer g(k) par g(%), voir la figure 3.10 :

g = g (@> —a(B) ~ (Va) ().(~Fs) (3.43)

WE) (G0 (3.40)

Si on réécrit cette équation pour les coefficients du développement limité de
g, on obtient
Ao _ o dg__ dog
dl T odl T dl
Nous avons revu deux facons de démontrer la non pertinence de la dépen-
dance en k de la fonction d’interaction g(g), dans le cas ot la transformation
de renormalisation contient un changement d’échelle. Nous allons mainte-
nant discuter comment on peut arriver a la méme conclusion sans faire de

-,

changement d’échelle. Supposons cependant que nous suivons toujours g(k)

= —gi; etc. (3.45)
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g~ o -

Fi1g. 3.10 — Renormalisation & l'ordre 0 : Dans le cas avec changement
d’échelle, on passe de la ligne noire a la ligne en pointillé, tout en gardant A
a k. Sans changement d’échelle, on reste sur la ligne noire, mais A passe de
kak/s.

pour les k qui sont placés sur la coupure A. k devient donc fonction de A.
Comme (3.43) reste vrai,

Au lieu de remplacer la ligne noire par la ligne en pointillé sur la Fig. 3.10,
nous restons alors sur la premiére, mais A s’approche de 'origine k=0.
L’effet est le méme, la dépendance en k devient non pertinente. Ceci marche
cependant seulement parce que g(E) est marginale. Dans tout autre cas, il
apparait bien moins évident d’arriver & des résultats sur la pertinence des
variables sans passer explicitement par un changement d’échelle.

Notons finalement que ces arguments s’appliquent seulement si tous les k
restent & I'intérieur de la bande 2A. Si, par contre, un des l;:j croit & la méme
mesure que le coefficient associé g; dans le développement (3.42) décroit, le
terme correspondant n’est bien str pas négligeable. Nous allons revenir sur

ce point, dans un contexte plus concret, & la section 4.2.2.
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Chapitre 4

Diagramme de phases d’un
conducteur
quasi-unidimensionnel

Ce chapitre est consacré a I’étude, en renormalisation, des instabilités
de basse température dans un conducteur quasi-unidimensionnel comme
(TMTSF)oPFg. Les équations sont présentées dans la section 4.1, ot nous
discutons aussi une série de limites simples, qui nous permettront de bien
comprendre le contenu physique trés riche de ces équations, avant de pas-
ser & leur solution numeérique (section 4.2). Dans la section 4.3, l'effet des
interactions entre électrons de chaines voisines est discuté.

Une étude similaire a déja été présentée par Duprat et Bourbonnais [50,
48]. Les équations utilisées ne sont pas exactement les mémes (section 4.1.7),
mais les résultats se ressemblent beaucoup. Les calculs présentés dans la
section 4.2.2 n’ont pas encore été faits ailleurs. La section 4.3, par contre, est
de nouveau basée sur une idée de Duprat et Bourbonnais [49] et reproduit
en partie (section 4.3.1) leurs résultats.

4.1 Les équations, et quelques limites simples

4.1.1 Equations de renormalisation pour un systéme quasi-
unidimensionnel

Appliquons les équations de renormalisation au modéle le plus simple
d’un conducteur quasi-unidimensionnel avec une seule bande au niveau de
Fermi, avec dispersion

e(r by k1) = wvplrk) — ki) +er(ky),
e1(ky) = —2t;coskyb— 2t cos2k,b.
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Dans un premier temps, nous allons négliger la dépendance en k| des vertex
(voir la section 4.1.3). Les équations de renormalisation pour les vertex sont
(annexe B.5.2)

Co(Ky Kby ko k)

/2dk/Lb { Be(T5 k1, qc1)%

Z az]~ lka/QLa_kL+QCL7kL)X

a
dl

xTj(k1, —k1 +qci,koi, k11) }
gc1=ky1 +ko1 (4‘1)

dk | -
_/Q—/b { Bp(T5k1,qpL,dp))*

Z CluTi(K L ki kot ki +gpy)x

xTj (kL + qpi, Ky, ki k) }

gpL=k} | —kay

Les Cy,ij sont donnés par (3.22) & (3.24), e

Bep(Tik,q) = > O(vA+ Acp(k,q)| — A)x
v=+1
; (tanh% + tanh VA+§%P(I€’Q)) X
A
* A + Acp(k,q)
=9 A ol
2A +|Acp(k,q)|
Ac(ki,q1) = —er(ky)+er(=kL+qy)et
Ap(ki,qu,q) = —ei(ky) —er(bL+qr)—vrq) -

Rappelons que nous considérons ©(0) = 1 dans ces équations (annexe B.5).
Si nous tenions compte de la dépendance en k| des vertex, gp| := gp| — lele
serait donné par gp|| = kill —ky|. Le choix de gp| dans nos calculs sera discuté
dans la section 4.1.3.

Pour la largeur de bande 2A¢, on prendra une valeur du méme ordre de
grandeur, mais tout de méme inférieure a sa taille originale 4¢;. On n’inteégre
donc pas toute la premiére zone de Brillouin, ceci n’aurait pas beaucoup
de sens vu la linéarisation du spectre. Il se présente cependant deux voies
possibles : soit on coupe la bande & une énergie |Ag| constante, soit a des
vecteurs k| constants en direction parallele (voir la Fig. 4.1). Quand on
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1D
kF /\ ‘Ek’ < A()

_k%?D \/ }k‘” - k};‘D < Ko

—T 0 0

kib

F1Gc. 4.1 — Deux fagons de limiter la bande des états a un électron apres
linéarisation de la dispersion. On voit que pour une bande limitée selon
I’énergie, tous les intégrales de k| ne s’étendent pas sur la premiére zone de
Brillouin compléte.

calcule la susceptibilité magnétique libre & (2kp,q,) pour les deux choix,
on s’apercoit que la coupure en énergie, qui serait a priori le choix le plus
naturel pour le groupe de renormalisation, fait que certaines intégrales sur
k1 mne parcourent pas toutes les valeurs entre — et m. Ainsi, la susceptibilité
contient des termes en puissances impaires de |t |, ce qui n’est pas en accord
avec la définition (2.11) qui ne fait intervenir que des paires particule-trou in-
trachaine. Par contre, une coupure paralléle aux bords de la zone de Brillouin
donne bien une susceptibilité en puissances paires de ¢ | . Le deuxiéme choix
est donc plus physique. Les calculs numériques montrent cependant que I’ef-
fet de cette contrainte n’est pas trés grand, de sorte que nous la négligerons
dans la suite. Pour illustration, nous I'avons tout de méme explicitée dans
I’annexe B.5.2 dans les expressions concernant le canal de Cooper.

La renormalisation des fonctions de réponse est donnée par les équations
suivantes. Pour les ondes de densité (o = C, 5) :

(P1.pL+qi5q1)

dk | -
= /mBP(T;kLQL,QPDX (4.2)

Xzo(ki ki +qi59 ) ekl +qi,p1, kL, p1 +q1) ,

™
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d_ . [dk . ) o
JjXalan) = /QW/bBP(TakLaQLaQPH)|Za(kLakL+QL7QL)| - (43)

Pour Pappariement (« = s,t) :

d
—Za(—P1L +q1,01;q1)

dl
dk |
= —— Be(T: k 4.4
/271_/19 C( ) J_7QJ_)X ( )
X 2o (—ki + g1, ki q0)Talky, —ki +q1,—pL +qi,p1) ,
d . dk | ,
T A - — —B T;k 3 o _k ,k ; . 4.
R (q1) /%/b c(T5ki,q1)|2a(=kL +qi, k1590 (4.5)

4.1.2 La signification de ¢; et ¢p

Considérons pour un instant le terme Peierls dans 'équation (4.1). On
observe bien que les “gp | ” appartenant aux vertex I i,j qui apparaissent dans
ce terme sont les mémes que celui du vertex T’y qui se trouve dans le terme
de gauche de cette équation :

ki —kot=(ki+gqpL)—kiL =gp..

Tous les autres facteurs de ce terme ne dépendent que de v et k) (qui sont
sommés) et de gp . On en déduit que, sl n’y avait que le canal de Peierls, la
renormalisation d’'un couplage dans ce canal serait entiérement déterminée
par son ¢gp | et que tous les couplages qui interviennent dans cette renorma-
lisation seraient renormalisés exactement de la méme fagon (pourvu qu’ils
soient égaux a l'instant initial). Un argument analogue s’applique au canal
de Cooper, qui serait entiérement caractérisé par le gc du couplage en ques-
tion s’il n’y avait pas le canal de Peierls. Mais, comme les deux canaux sont
présents en méme temps, le terme de Cooper mélange les différents gp | et
le terme de Peierls les différents g¢ |, de sorte qu’il y aura des différences
entre deux couplages de méme ¢p | si leurs g ne sont pas les mémes. On
constate cependant que ces différences ont exclusivement pour origine le cou-
plage entre les deux canaux.

4.1.3 La dépendance en g

Les vertex I' dépendent de trois variables indépendantes k;, qui varient
dans toute la premiére zone de Brillouin. Avec les moyens de calcul numérique
standards d’aujourd’hui, il est impossible de calculer le flot de renormalisa-
tion de tous ces couplages. 11 faut se restreindre & un nombre limité de vertex
représentatifs. Pour les systémes bidimensionnels avec surface de Fermi, on
peut décrire la dépendance en k & l'aide de variables (¢,d), ou ¢ indique
la position de la projection de k sur la surface de Fermi et d sa distance a
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cette surface. Comme pour les systémes quasi-unidimensionnels, la surface de
Fermi est presque plane, on peut représenter ¢ par k,, et d = k) — kg (kL).
Il est connu que la dépendance en ¢ ne peut pas étre négligée. Ceci est
confirmé par nos résultats, voir par exemple les Figs. 4.4 et 4.5. Nous devons
donc essayer de trouver des vertex avec des valeurs de d représentatives.

Dans les calculs de renormalisation appliqués a un systéme de fermions
unidimensionnel, ou & un systéme bosonique de n’importe quelle dimension,
on choisit d’habitude comme représentants les couplages qui ne font inter-
venir que des dégrés de liberté d’énergie nulle. Comme nous ’avons discuté
dans la section 3.1.3 (voir aussi la Fig. 3.2 et la section 4.1.6), ce choix est
trop restrictif dans notre cas. Dans les applications du groupe de renormali-
sation au modéle de Hubbard bidimensionnel isotrope, on choisit d’habitude
trois variables k sur la surface de Fermi (d = 0), en laissant la quatriéme
libre, voir par exemple [200, 86, 93]. Nous faisons ici un choix un peu diffé-
rent. Comme discuté dans la section 4.1.2, la renormalisation d’un vertex est
gouverné par les combinaisons qc et qp des variables k. Pour cette raison,
nous ne fixons pas les k|, mais plutot gc|| et gp||, en choisissant les valeurs
qui donnent la renormalisation la plus importante dans le canal respectif.
Pour le canal de Cooper, c’est bien siir g¢| = 0. Le choix de gp|| s’avére plus
délicat. Dans un premier temps, nous utilisons gp|| = 2k+P [50], la compo-
sante paralléle aux chaines du vecteur Qo de meilleur emboitement & haute
température (voir la section 2.3.1). L'effet de la variation de gp) est discuté
dans la section 4.2.2.

Nous allons donc seulement calculer le flot de renormalisation pour les
vertex avec des valeurs fixes de g¢| et gp|. Dans le membre de droite des
équations de renormalisation (4.1), toutes les valeurs de qc| €t gp| vont en
général intervenir. Nous devons alors projeter les vertex dans le membre de
droite de ces équations sur celles que nous renormalisons. Nous avons vu dans
la section 4.1.2 que, & 'intérieur d’un canal, les différents q correspondant a
ce canal ne se mélangent pas, mais qu’ils sont mélangés par ’autre canal,

d .
gL lac.ap) = > Cooper(T(qc, ap)) + Y Peierls(T(qe, qp)) -
ap dc

Il s’agit alors d’une approximation qui intervient au niveau du couplage entre
canaux. Le fait que nous utilisons les ¢ qui donnent la renormalisation la
plus importante dans leur canal respectif va donc en général mener & une
surestimation du couplage entre les canaux dans nos calculs.

1l est possible que le choix de placer un maximum de vecteurs d’onde sur
la surface de Fermi capte mieux la physique de basse énergie des systémes
en question, notamment pour les systémes & deux bandes discutés dans le
chapitre 5. Un travail correspondant est en cours.
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4.1.4 Le passage dimensionnel

Les équations de renormalisation (4.1) font bien apparaitre le changement
de dimensionnalité connu pour les systémes quasi-unidimensionnels, voir par
exemple Emery [59]. Considérons le terme

A
2A + |Ap(ki,qu)|’

Ol nous avons posé gp| = 21{:};’3 , voir la section 4.1.3. Pour des échelles
d’énergie A > ¢, |Ap| est négligeable pour toutes valeurs de &k, ¢|. Dans
ce régime, 'influence de la dépendance en k; des fonctions de couplage
disparait de la renormalistion, et on retrouve les équations des systémes
unidimensionnels (cf. la section 4.1.5). Quand on baisse I’échelle d’énergie A,
les termes de saut interchaine deviennent de plus en plus importants, et le
systéme devient bidimensionnel lorsque A est du méme ordre que ¢ .

Dans le régime unidimensionnel, la renormalisation ne dépend pas de
k. Tous les couplages sont renormalisés et par le terme de Cooper et par le
terme de Peierls. Les deux canaux sont entiérement couplés. Dans le régime
bidimensionnel, plus A est petit devant A¢ p, plus le terme correspondant
est supprimé. En général,

Acp~t1,

sauf pour des valeurs spécifiques de ¢ :

Ac(ger =0) = 0, et
Ap(gpr =7) ~ | <t).

Si on prend de plus en compte que dans un canal donné, les différents ¢; ne
sont pas mélangés (cf. la section 4.1.2), on voit que la renormalisation est
de moins en moins importante pour toutes les autres valeurs de ¢, au fur
et & mesure que A décroit. Comme il n’y a que trés peu de couplages qui
satisfont gc; = 0 et ¢gp; = 7 a la fois, ceci correspond presque & un décou-
plage des deux canaux dans le régime bidimensionnel. Nous allons voir dans
la suite que c’est le couplage entre les canaux dans le régime bidimensionnel
qui permet d’obtenir de la supraconductivité & partir des interactions répul-
sives. Il est donc important que le découplage ne soit pas total. Par contre,
I'instabilité de type onde de densité n’est pas beaucoup affectée par ce cou-
plage dés qu’on a atteint le régime bidimensionnel. C’est pour cela qu’on
peut traiter la transition vers ’ordre onde de densité de spin dans les sels de
Bechgaard en RPA, en utilisant des interactions renormalisées par le régime
unidimensionnel (voir aussi I'annexe C).
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4.1.5 Le régime unidimensionnel
Equations de renormalisation purement 1D

Pour des hautes échelles d’énergie par rapport au saut interchaine, A >
t,, les équations de renormalisation (4.1) reproduisent la physique d’un sys-
téme unidimensionnel (cf. par exemple [179, 26, 170, 76]). Comme & une
dimension, les dégrés de liberté de charge et de spin se découplent (la “sépa-
ration spin-charge”), I'interaction dans ces systémes est souvent paramétrée
par

9p =91 =292 et go := g1,
qui sont associés aux fluctuations de charge et de spin & grande longueur
d’onde. Les définitions pour les vertex I', , sont analogues. Si, dans les équa-

tions de renormalisation (4.1), on pose t(i) = 0, on obtient

1 A T—0 1
BCVp(T) = §tanhﬁ — 3

de sorte que, pour T' = 0,

d ~ _
gle = T2 et
d ~
—T 0
"’

La solution pour T, est .
Co(l) = 7572

14,
Si linteraction nue est répulsive, §i, go > 0, le vertex I', diminue au cours
de la renormalisation. La limite [ — oo donnerait le point fixe

T, —0,T,=43,0)

(correspondant & un liquide de Luttinger), mais cette limite ne sera pas
atteinte dans nos calculs, ou le saut interchaine fini ¢| méne & un passage
dimensionnel.

Contrairement & g, ,, gc,s comme définis dans la section 2.3.1 corres-
pondent aux fluctuations de charge et de spin & A ~ (Zk:ll;D )~L. Pour ces der-
niéres, et pour les fluctuations de paires particule-particule & vecteur d’onde
total ~ 0, les fonctions de réponse sont renormalisées selon [30]

d 1~
—dlanj = éFj,
d _

avio= ou

avec j = s, t, C, S. Pour le modéle de Hubbard répulsif, 'interaction nue
est, dans la paramétrisation charge-spin, g0 = —U et gs = U. (Dans la
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paramétrisation singulet-triplet, on a gs = —2U, g, = 0.) Dans la limite
[ — oo et pour un systéme purement unidimensionnel, I'c et I'g tendent tous
les deux vers la méme valeur +U/2. (Dans la méme limite, I's,I'; — —%)

Les fluctuations de spin restent tout de méme dominantes dans ce cas.

Corrections dues au saut interchaine

Les sauts interchaines générent des interactions entre porteurs sur dif-
férentes chaines. Dans le régime unidimensionnel, cet effet peut étre décrit
par un développement limité des expressions pour les bulles en %TL [30].

Considérons par exemple le canal de Peierls, et négligeons t/, :

A
2A + |Ap(kL,qpL)

2t qp.Lb

QPJ_b)
A

1
~ 5(1 — cos(k b+

—_

A 2

\V)

2t1\* 1
+ (—J‘> - =(1+cosgpib)- =(1+ cos(2k1 b+ gp b))

Définissons I'(k | j) = I'1 p+0T'(k 1 j), et négligeons 6T'(k ;) dans le membre de
droite des équations de renormalisation. Ceci fait que dans la renormalisation
de 0T'(k ), les canaux de Cooper et de Peierls se découplent. 6I'(k | ;) dépend
donc uniquement de g¢ et gp; (voir la section 4.1.2). La somme sur les k|
donne

/“/b dk | A 1( ot 2‘ gp.b

~ —(1—-—=-—|cos
—7/b 2 2N + |Ap(k1,qp1)] 2 A 7 2

2t;\* 1
+(T> -Z(l—l—cosqu_b)).

On vérifie bien que pour un transfert de vecteur d’onde correspondant a 1’em-
boitement parfait, donc avec gp = 7/b, les corrections en ¢ s’annullent, et
on obtient la méme divergence logarithmique dans ce canal que dans le cas
purement unidimensionnel. Pour gp; = 0, par contre, chacune des correc-
tions est maximale, la premiére, qui affaiblit la divergence, étant dominante.
Ceci est une des raisons pour notre choix de schéma de renormalisation.
Dans un schéma de renormalisation ou les énergies des propagateurs dans
les bulles seraient forcées d’étre égales ou inférieures a la coupure A, comme
dans la renormalisation en théorie des champs ou le formalisme avec ordre
de Wick, la correction linéaire en ¢t & ¢p, = 0 renforcerait la divergence.
Dans le schéma utilisé par Duprat et Bourbonnais, les termes impairs en
t, s’annullent pour tous les ¢gp . Or, comme il a été constaté par L. Hubert
[101], le terme en t2 renforce la divergence pour des gp; # /b plutdt que de
I’affaiblir. Ces effets non physiques ne sont supprimés que lorsque les termes
en A/(2A — |Ap|) sont coupés par les facteurs de Fermi.

On voit donc que le saut interchaines fait que l'interaction ne reste pas
constante en k. Elle devient non-locale dans la direction transverse déja
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dans le régime unidimensionnel, en favorisant le transfert de vecteur d’onde
g1 = /b, qui correspond au meilleur emboitement.

4.1.6 Le régime bidimensionnel :
Renormalisation a ’ordre logarithmique

Une premiére idée trés simplifiée du régime bidimensionnel est fournie
par la renormalisation restreinte a ’ordre logarithmique, que I’on obtient si
on prend Wilson “a la lettre” [176]. Elle consiste & prendre en compte uni-
quement ces contributions ol tous les propagateurs internes des diagrammes

de renormalisation correspondent & des énergies sur la coupure A,

Dpppt = Dpppt X Oje(io)].A0e(1e)].A - (4.6)

Il s’agit des termes pour lesquels les fonctions A¢cp = 0, ce qui entraine
des divergences logarithmiques quand A,T — 0. Un vertex pour lequel on
n'a pas q¢c = 0 ou qp = Qo = (2k+P, 7/b) n’est pas renormalisé dans ce
schéma, parce que (4.6) est seulement satisfait & quelques points singuliers
dans l'intégrale sur k£, au second membre de I’équation de renormalisation.
De plus, parmi 'infinité de vertex avec q¢ = 0, il n’en y a que 2 pour lesquels
qpr = Qo. Les vertex avec q¢ = 0 sont donc renormalisés indépendemment
de ceux pour lesquels gqp = Qq, et tous de la méme fagon, pourvu qu’ils
soient tous égaux & [ = 0. Avec

Vi = Dok, —k,—k k) et
/

T
Foc(k + (Q07O)7 k; - (Q070)7 kla k) 9

dVy, 1
— = §v§ , (4.7)
dzg 1
W = §Va2a s (48)
pour o = s,t, et
dW, 1
dze, 1
% = Waa, (4.10)

pour a = C,S. Les équations qui contiennent W sont vraies seulement si
Pemboitement est parfait. Sinon, (4.6) n’est pas satisfaite, et dW,/dl =
0; de méme pour zc,s. D'une fagon similaire, la renormalisation dans le
canal particule-particule serait nulle si notre systéme n’était pas invariant
par renversement du temps, ex 1 # €_x |.
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Dans ce schéma de renormalisation, les deux canaux de corrélations sont
entiérement découplés. Cette méthode ne voit donc pas la quasi-unidimen-
sionnalité de notre systéme. Mais elle permet de retrouver les résultats de
I’approche de champ moyen, c’est & dire supraconductivité singulet “s” pour
une interaction nue attractive, et onde de densité de spin si I'interaction de
départ est répulsive. D’un autre c6té, il est bien stir impossible d’obtenir de
la supraconductivité & partir d’une interaction répulsive avec les équations
(4.7) a (4.10).

L’origine de cet échec devient évident si on considére un développement
perturbatif. Si’emboitement est parfait, les termes associés aux diagrammes
particule-trou divergent logarithmiquement quand la température tend vers
0. Dés que I’emboitement est imparfait, il n’y a plus de divergence, mais les
diagrammes particule-trou ménent toujours & des contributions trés grandes
et donc pas du tout négligeables. Il en est de méme pour les vertex avec
qp # Qp, mais qp = Qp, ou q¢ # 0, mais q¢c = 0 : méme si leur série
de perturbation ne contient pas de divergence, elle contient tout de méme
des termes importants devant la largeur de bande. Si on inclit tous ces
termes dans la renormalisation, il se trouve que les vertex avec q¢ ~ 0
ou qp ~ Qg sont fortement renormalisés dans leur canal respectif. Ceci
implique notamment que 1’ensemble de vertex qui sont renormalisés d’une
fagon importante dans les deuz canaux & la fois passent de quelques points
isolés a des “taches” (plus précisément : & des ensembles de mesure non-nulle),
et c’est par 'intermédiaire de ces taches que les fluctuations de spin entrent
dans la renormalisation des corrélations particule-particule. Nous allons donc
étendre nos calculs dans la suite aux contributions sous-dominantes.

B. Binz a constaté que, au-dela de ’ordre logarithmique, il n’y a plus de
critére net qui permettrait de justifier la sélection de certains termes [19].
Il est vrai que nous prenons en compte tout le canal de Peierls, méme si
gp. est loin de 7/b, mais pas le canal de Landau, méme si, dans le régime
bidimensionnel, ce dernier donne des contributions du méme ordre de gran-
deur que le canal de Peierls pour un “mauvais” transfert de vecteur d’onde
gp. D’un autre coté, ces contributions sont tellement petites que la prise en
compte de quelques termes “de trop” dans le canal de Peierls ou de Cooper
ne devrait pas avoir d’effet important.

4.1.7 Les équations de renormalisation d’aprés Duprat et
Bourbonnais

Dans cette section, les équations de renormalisation (4.1) sont comparées
a celles qu'utilisent Duprat et Bourbonnais [50]. Ils calculent le flot de renor-
malisation en deux étapes. Dans le régime unidimensionnel, ils négligent la
dépendance en k| des vertex. Le saut interchaines ¢, est traité en perturba-
tion et dans le canal de Peierls seulement. Dans le régime bidimensionnel, ¢ |
est considéré a tous les ordres, et la dépendance en k| est également prise
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en compte. Comme les équations de renormalisation (4.1) sont correctes a
toutes les échelles d’énergie, une telle coupure entre les deux régimes di-
mensionnels n’est pas nécessaire. D’un autre co6té, les simplifications dans le
régime unidimensionnel permettent & Duprat et Bourbonnais d’aller jusqu’a
deux boucles dans les diagrammes de renormalisation, et de calculer la re-
normalisation de ¢ par les fluctuations unidimensionnelles. Dans [48], 1'effet
des processus Umklapp est en plus pris en compte, dans les deux régimes de
dimensionnalité.

Les équations de renormalisation qu’utilisent Duprat et Bourbonnais
pour le régime bidimensionnel ne sont pas exactement les mémes que (4.1).
Comme discuté dans la section 3.3.2, leur schéma de renormalisation est dif-
férent du notre. Ceci fait que les expressions pour les bulles sont différentes.
Pour le canal de Peierls, par exemple, ils ont

Bp(T;k,q) = = Z (tanh—+ta h%j@) X

Vil
A

“ WA 1 Ap(k,q)

= Z O(A + vAp(k, q))
v==+1

A
“ 2N+ vAp(k,q)

Les vertex I dépendent de trois variables indépendantes. Duprat et Bour-
bonnais n’en retiennent que deux, en posant gc; = 0; ils considérent donc
uniquement les couplages qui sont le plus fortement renormalisés dans le
canal de Cooper. Comme dans le membre de droite des équations de renor-
malisation, toutes les valeurs de g¢, interviennent (dans le canal de Peierls),
ils sont obligés de projeter les vertex avec qc; # 0 sur ceux dont ils cal-
culent la renormalisation. Malheureusement, cette projection peut étre faite
de plusieurs fagons inéquivalentes. Nous allons en donner deux exemples.

Avant de projeter gc; — 0, il faut écrire les vertex I'(k], kb, ko, k1) en
fonction de trois variables, dont une g¢. Selon le choix de ces trois variables
avant la projection, les équations obtenues aprés la projection sont en général
différentes. Nous avons vu dans la section 4.1.2 que la renormalisation d’un
vertex dépend de g¢ = ki + k2 et ¢p = k) — ka. Un choix naturel de trois
variables indépendantes est donc donné par

D(kq, Ky, k2, k1) = T(ge — k1 + qp, k1 — qp,qc — k1, k1) -
Si nous réécrivons tous les vertex dans les équations de renormalisation sous
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cette forme, et posons ensuite g¢c = 0 partout, nous obtenons

d -
_Fa k )
7 (k1isgp1)

ij

dk, | - )

5:042]

dk -
/2 /Lb { Bp(T; ki, qp)Ti(ky + gpisqpy) }Fj(ku;qpl) ,

(4.11)

Ce sont les équations de renormalisation utilisées par Duprat et Bourbonnais.

Dans les équations (4.1), le canal de Landau a été négligé. Si ce canal
joue un rdle, le seul choix possible de variables indépendantes est (qc, gz, ¢p),
ol gz = kb — ko détermine la renormalisation dans le canal de Landau de la
méme fagon que ¢¢, ¢gp dans les autres canaux. Si on remplace

F( ,17 kéa k27 kl) =

F(QC_QL+QP qct4qc—qp Gc —4qc —qp qc+4qc +4qp
2 ’ 2 ’ 2 ’ 2
dans (4.1), et pose g¢ = 0 ensuite, on obtient

) (4.12)

_Fa ;
¥ (qcisap1)

*BC(T qCJ_ - O Z az]
]

dk, [ = qcl —qpL —qr1 +qpy
DL [Py ¢ L OPL T TAPL
% / 27T/b{ (k475 L 5 )

. - -
<5 (kL + GeLtapL g o dcL QPJ_) }

2 2
2 G

dk |
Bp(T,
X/2 /b{ p(T ki, qp1)x

x Ty (k1 + w;%ﬁfy(—h + %QQPL) } :
Le fait que dans le terme de Peierls dans (4.13), les deuz vertex f‘i’j varient
avec la variable intégrée k| montre que les deux projections donnent des
équations de renormalisation tout & fait différentes.
Pour le choix (qc, gp, k1) de Duprat et Bourbonnais pour les trois va-
riables indépendantes, la projection gc +— 0 ne conserve pas q,. Ce choix
n’est donc plus correct dés que le canal de Landau rentre en jeu.

(4.13)
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4.1.8 Solution numérique : Aspects techniques

11 est hors question de suivre tous les vertex fa(kz’l 1, kY kot ki1). Nous
allons couper chaque nappe de la surface de Fermi en M segments, centrés
a kT = %, m € {4 Y _ 1}, et nous limiter aux vertex avec des
arguments sur les points £'. Le nombre de vertex différents peut encore
étre réduit en profitant des symétries par rapport & k, «— —k;, R « L,
renversement du temps, et leurs combinaisons. Pour M = 32, par exemple,
on passe ainsi de 2 x 323 = 65536 a 9010 vertex & prendre en compte. La
discrétisation en segments ne peut pas étre étendue a l'intégrale de k| , parce
que les fonctions B¢ p présentent des pics trés prononcés aux multiples entiers
de k1 = f;, si ¢ = 0 ou 7/b, pour basse température et petite coupure
infrarouge A. Nous calculons alors I'intégrale de B¢ p & I'intérieur de chaque
segment,

Ak
m L
kJ_ + 2

[ SrwnBe) ~ Srwn [T B
kT

k.miAki 2
1 2

L’intégrale est calculée en utilisant une méthode Runge-Kutta a l’ordre
quatre avec largeur de pas d’intégration adaptive [154, 174]. La méme mé-
thode est appliquée pour l'intégration des équations de flot selon [ & T = 0.
Les calculs & température finie sont en général faits avec des largeurs de
pas imposées, mais raccourcies dans la proximité d’une divergence, afin de
limiter le temps de calcul. Nous avons vérifié que le résultat avec largeur de
pas fixe ne dévie que trés peu de celui avec largeur de pas adaptive, voir par
exemple la Fig. 4.2. Dans la méme figure, on voit que le fait de doubler la
discrétisation de M = 32 & M = 64 segments ne change rien non plus.

Les équations sont intégrées jusqu’a A, ~ 1074, . La température
maximale & laquelle le flot de renormalisation diverge est interprétée comme
la température critique 7. La précision sur la température est 6T =~ 5 X
105t . Si aucune divergence n’est trouvée a T' > 36T > A, on considére

que T, = 0. Une “divergence” du flot de renormalisation est définie numéri-
quement par une pente trop importante. Plus précisément, dans ’algorithme
avec largeur de pas adaptive, on arréte le flot dés qu’il n’est plus possible
d’atteindre une précision relative locale (c’est a dire par pas d’intégration 41)
souhaitée € = 107 avec un pas d’intégration minimal 81,4, = 10—%. Si la lar-
geur de pas est fixe, le critére est simplement |dy/dl| > 10 (y =T, z ou ).
Dans les deux cas, le flot atteint des régimes ot les vertex deviennent grands
devant la largeur de bande. Il est clair que notre approximation de tronquer
le développement des équations de renormalisation & 1’ordre I'? n’est plus
vraiment justifiée dans ce régime. Ceci n’arrive cependant que juste avant
la divergence. Il faut aussi se rappeler que le groupe de renormalisation est
une technique de resommation d’un nombre infini de termes de perturbation
(voir par exemple [19]) : le deuxiéme ordre en renormalisation est loin d’étre
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F1a. 4.2 — Aspects techniques : Température critique calculée avec notre
méthode “standard” (étoiles; largeur de pas fixe, M = 32 segments par
feuillet de la surface de Fermi), comparée a celle obtenue avec largeur de
pas adaptive (triangles), discrétisation M = 64 (carrés), et a la coupure
infrarouge critique A, dans un calcul & "= 0 (losanges).

comparable au deuxiéme ordre en perturbation.

Pour tester le programme, nous avons vérifié qu’il reproduit parfaitement
les résultats pour le cas purement unidimensionnel (¢; = 0), et de la RPA
(Be =0).

4.1.9 La coupure infrarouge et la température

Le flot de renormalisation & une échelle A > T donnée refléte souvent
le comportement qu’aurait le systéme si la température était 7' ~ A. Ceci
s’explique par le fait que, pour des grandes échelles d’énergie, le flot de re-
normalisation ne dépend presque pas de la température, car Be p(A > T) ~
Bep(A;T = 0). Dun autre co6té, il est quasiment coupé pour des petites
échelles d’énergie, Be p(A < T') = 0. Pour une grandeur f calculée en renor-
malisation jusqu’a la coupure infrarouge A pour une température 77 < A,
on a donc frenorm (T’ < T) | AT N fexacte(T'). Une conséquence de ce phéno-
meéne est, par exemple, que, si I’on résoud les équations de renormalisation &
T = 0, on trouve des divergences a des échelles critiques A, du méme ordre
de grandeur que les températures de transition 7, (Fig. 4.2).
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4.2 Le diagramme de phases

4.2.1 Le diagramme de phases d’aprés le groupe de renor-
malisation

Le diagramme de phase obtenu est reproduit dans la Fig. 4.3. On trouve
une phase d’onde de densité de spin quand I’emboitement est presque par-
fait, et de la supraconductivité singulet de type “d” (Ax o cosk, ) pour un
emboitement un peu moins bon. Dés que les déviations de I’emboitement
parfait deviennent trop importantes, la phase supraconductrice est elle aussi
supprimée.

0.1
Te/ty AAAA““AA
A
0.01
A
0.001 | % ,
O
O
O o N
i 0.02 0.04 0.06 0.08
th/ty

FiG. 4.3 — Le diagramme de phases d’aprés le groupe de renormalisation.
Les triangles indiquent la température de transition pour 'onde de densité
de spin, et les losanges celles de la supraconductivité d. Valeurs initiales :
G12=0.8, Ag = 15¢,.

A emboitement parfait (¢, = 0), la température critique obtenue est
de T'ordre de t; /20, donc d’environ 15K si nous supposons t; ~ 300K
(avec g1 = g2 = 0.8). La température critique la plus élevée observée dans
(TMTSF),PFg est plus basse de quelques kelvins, mais I’emboitement dans
ce composé n’est pas parfait. La température critique maximale pour la tran-
sition vers un ordre supraconducteur est Tg”;g, ~ 0.002 x t; ~ 0.6K selon
nos calculs. Ceci est du bon ordre de grandeur, mais correspond seulement &
la moitié de la valeur expérimentale. Il est probable que l'interaction nue est
plus importante en réalité que celle que nous utilisons dans nos calculs, qui
sont restreints au couplage faible. Une interaction plus importante donnerait
aussi une température de transition plus élevée. La transition de 'onde de
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densité de spin a la supraconductivité est trouvée pour une valeur de ¢/, de
l’ordre de 0.04 x t; ~ 12K, en accord avec ce qu'on estime d’habitude pour
les sels de Bechgaard [132]. Toutes les températures critiques sont bien plus
basses que la température du passage dimensionnel 71 ~ ¢ . Les instabili-
tés vues dans ces calculs ne sont donc pas dues a4 des mécanismes purement
unidimensionnels.

FIG. 4.4 — Le vertex —T'g(k/, , — "v—ky, k1) pourt /t; =4.0x1072, cest
& dire dans le régime onde de densité de spin, juste avant la divergence.
L’échelle verticale est arbitraire.

Nous utilisons deux critéres indépendants pour déterminer la nature de la
phase ordonnée. La fagon la plus naturelle d’identifier le paramétre d’ordre en
question est d’examiner le comportement des susceptibilités en fonction de la
température, et d’identifier la susceptibilité la plus divergente (voir la discus-
sion plus bas). Le diagramme de phases ainsi obtenu coincide parfaitement
avec celui que 'on trouve si on applique un critére alternatif d’identification
de la phase ordonnée, dii & Duprat et Bourbonnais [50]. Il s’agit de consi-
dérer la dépendance des vertex en k prés de la divergence. Deux exemples
sont montrés dans les Figs. 4.4 et 4.5. Nous allons beaucoup profiter de cette
méthode dans le chapitre suivant. Discutons donc de la signification des Figs.
4.4 et 4.5 plus en détail.

La représentation de I'(k’, —k’, —k, k) obtenue dans la Fig. 4.4 se com-
prend facilement : La divergence est restreinte aux vertex avec ¢gp; = k| +
k), = m/b, il s’agit donc d’une instabilité dans le canal de Peierls. Pour appré-
cier la signification de la Fig. 4.5, considérons ’équation de renormalisation
pour le vertex décrivant le couplage entre un champ extérieur d’appariement
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Kb m

F1G. 4.5 — Comme la Fig. 4.4, mais pour ¢, /t| = 4.2 x 1072, c’est a dire
dans le régime de la supraconductivité d.

et deux fermions,
iz(k) x iZF(k —k,—K K z(K)
dl N k/ ) ) ) M

Visiblement, I'(k’, —k', —k, k) se factorise dans notre cas, I'(k, —k, —k', k') =
h(k)h(k'), de sorte que, schématiquement,

k) o h(k)(h])
dl
Si z et h sont orthogonales, %z = 0. Si z contient une composante x h,
celle-1a sera amplifiee. I'(k, —k, —k’, k') impose donc sa structure sur z(k).
Le parameétre d’ordre qui sera le plus fortement renormalisé serait notamment
z(k) o< h(k). C’est ce paramétre d’ordre qui ménerait alors a la susceptibi-
lité la plus divergente. En d’autres mots, on peut déduire la partie orbitale
du paramétre d’ordre supraconducteur de la divergence de T'(k', —k', —k, k)
pourvu que celle-ci se factorise.

On peut aussi comprendre pourquoi I'(k', —k’, —k, k) prend cette forme
d’un produit de deux cosinus. Rappelons l'interaction effective diie aux fluc-
tuations de spin, équation (2.20). Quand A < ¢/, le canal de Peierls est

essentiellement éteint (Bp — 0) grace a l'imperfection de ’emboitement.
11 suffit donc de réécrire I’équation de renormalisation (4.1) seulement dans
le canal de Cooper, de préférence en représentation singulet-triplet (équa-

97



tion (3.24)) en utilisant une interaction effective de la forme

Loy (K, =K, —k k) =

—Z )"al*D cos(k| + ky)nb

(4.14)
= Z ) al#t) (— cos k' nb cos kb + sin k' nbsin k nb) .

On trouve que, si n est impair, les termes en cos sont augmentés et ceux
en sin supprimés, et vice versa si n est pair (o, > 0). Comme «a, >
si n < m, c’est le terme en n = 1 qui I'emporte. Nous retrouvons donc le
mécanisme esquissé dans la section 2.3.2, mais a partir d’un calcul qui est
beaucoup plus controlé.

e ¢ ¢ ¢ ¢ ¢
0022 0024 0026 0028 003

T/t

F1G. 4.6 — Susceptibilités en fonction de la température pour t' /t, =
4.0 x 1072, c’est a dire dans le régime onde de densité de spin. Les triangles
correspondent & ’onde densité de spin et les losanges & différents paramétres
d’ordre supraconducteur, voir la légende de la Fig. 4.7.

Les Figs. 4.6 et 4.7 représentent le comportement de certaines susceptibi-
lités en fonction de la température. La susceptibilité la plus divergente est de
nouveau désignée plutdt selon sa pente |dx/dT| que selon sa valeur absolue.
Dans le régime de 'onde de densité de spin, Fig. 4.6, on voit que les seules
fluctuations divergentes sont celles de spin, et ceci méme trés prés de la phase
supraconductrice. Dans le régime supraconducteur, Fig. 4.7, les fluctuations
de spin sont toujours importantes, mais ne divergent pas. C’est la suscep-
tibilité associée au paramétre d’ordre supraconducteur d qui diverge. On
remarque cependant que le paramétre d’ordre associé & un appariement sur
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FI1G. 4.7 — Susceptibilités en fonction de la température pour ¢, /t| = 4.2 x
1072, dans le régime supraconducteur : onde de densité de spin (triangles),
supraconductivité d (z(k1 ) o cos k) b, losanges blancs), g (z(k1) o cos 2k b,
losanges gris clair) et ¢ (z(k)) o cos 3k b, losanges gris foncé).

chaines troisiémes-voisins, Ay o cos k| 3b, augmente aussi légérement prés de
T.. Un tel appariement est également créé par des fluctuations de spin, voir
I’équation 4.14. La méme équation explique pourquoi 'appariement de type
g, Ay o cos k| 2b, reste négligeable : I'interaction entre électrons sur chaines
secondes voisines créée par les fluctuations de spin présentes ici a le mauvais
signe, elle est répulsive et n’est donc pas renforcée par la renormalisation
dans le canal de Cooper.

Sur la Fig. 4.8, nous avons tracé des suceptibilités sur une gamme de
températures plus étendue. Nous montrons seulement les susceptibilités as-
sociées aux ordres onde de densité de spin et supraconductivité d, mais cha-
cune pour plusieurs valeurs de ¢ . On voit quatre régimes de température :
Pour T' >t , la dépendance en g | ne joue pas de role, c’est le régime unidi-

mensionnel. Les fluctuations de spin sont dominantes. En-dessous de T" ~ ¢ | ,
seules les fluctuations de spin avec modulation correspondant au vecteur de
meilleur emboitement, et les fluctuations de paires avec moment total nul,
continuent & augmenter ; les autres saturent. Le groupe de renormalisation
retrouve donc bien le passage dimensionnel selon la température. Nous avons
déja vu dans la section 4.1.4 que ceci est également le cas pour le passage
dimensionnel selon I’échelle d’énergie A. A partir de T' ~ ¢/, la croissance de
la susceptibilité de spin est coupée a cause des déviations de ’emboitement
parfait. Le canal de Cooper n’est pas affecté par t’, . La susceptibilité asso-

99



3| MAd A AA Aa,
o
25 | A
&
2 9 A
5 8 A
log|x| 1.5 o R
<><> AA
1 I R
<><>Q A,
05 | M ass 2 i &QQ $AA A A2 R
o o A
0 oy

log(T'/t1)

F1G. 4.8 — Susceptibilités en fonction de la température pour ¢, /t | = 4.2 X
1072, dans le régime supraconducteur : onde de densité de spin & ¢, =
/b (triangles noirs) et & ¢; = 0 (triangles gris), supraconductivité d avec
moment total transverse 0 (losanges blancs) et 7/b (losanges gris).

ciée a la supraconductivité d continue donc toujours & augmenter, et diverge
finalement au voisinage immédiat de T.

On note que selon nos calculs, les fluctuations de spin sont dominantes
presque pour toutes les températures, et ceci malgré le fait que, pour un
emboitement assez imparfait, ces fluctuations font intervenir des états qui se
trouvent relativement loin de la surface de Fermi : Les déviations de ’emboi-
tement parfait sont de 'ordre de 10K et les températures critiques pour la
supraconductivité de ’ordre de 1K ou inférieures, voir plus haut. Honerkamp
et al [95] ont remarqué que 'on surestime probablement les fluctuations de
spin dans une telle situation quand on néglige la renormalisation de 1’énergie
propre. Si nous tenions compte du temps de vie fini des quasiparticules, les
fluctuations faisant intervenir des états qui se trouvent loin de la surface de
Fermi seraient probablement moins fortes.

4.2.2 Influence de ¢p|

Dans cette section, nous examinons l’effet des variations du vecteur de
meilleur emboitement sur le flot de renormalisation, point qui sera important
quand nous appliquons, dans le chapitre suivant, le groupe de renormalisation
& un systéme avec plusieurs bandes au niveau de Fermi.

Comme expliqué dans la section 4.1.3, nous ne calculons le flot de renor-
malisation que pour les vertex avec qc| et gp| fixes, en essayant de choisir
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les valeurs de g qui ménent aux contributions les plus fortes possibles dans
leur canal respectif, et qui auront donc le poid le plus important dans les
moyennes sur tous les ¢ dans les autres canaux. Il est clair que q¢ = 0
maximise la bulle particule-particule. Pour qp, la situation est moins évi-
dente. La RPA dans ce canal (section 2.3.1) montre que pour des valeurs de
th élevées, le vecteur qui optimise la bulle particule-trou n’est plus forcément

Qo = (2k}P,7/b). Afin de tenir compte de ce fait, nous avons calculé le flot
de renormalisation avec des valeurs de gp| qui maximisent la susceptibilité
particule-trou du systéme sans interactions (voir I’équation (2.13)).

Aspects techniques

Un probléme qui se pose dans un tel calcul est que la composante per-
pendiculaire des vecteurs du meilleur emboitement ¢,,; | n’est en général pas
commensurable avec notre discrétisation. La procédure suivie était alors la
suivante : pour une température donnée, nous avons calculé qgp;, déterminé
la valeur gg4;5.1 commensurable avec la discrétization la plus proche de g | ,

puis calculé tous les qlopt pour qf)pt = ﬁ—’; entre ¢gijsci et %, ainsi que les

susceptibilités associées. Le qf,pt = qgl;',gc qui donnait la susceptibilité la plus
importante était finalement retenu pour le calcul du flot de renormalisation.
qgl;;c dépend de la température. Pour le calcul du diagramme de phase, q,p: a
été déterminé pour chaque nouvelle température, tandis que pour I’obtention

des courbes x(T), qg;‘ff a été fixé a sa valeur a T..

Diagramme de phases modifié

Le diagramme de phase qui en résulte est montré dans la Fig. 4.9, avec
celui obtenu pour ¢p| = 0 superposé pour comparaison. Aux températures
critiques de la transition vers I’onde de densité de spin trouvée par le groupe
de renormalisation, le vecteur du meilleur emboitement est toujours Q. Dans
ce régime, gp|| ne dévie alors pas de Qk:%D , et les résultats sont les mémes que
dans la section 4.2.1. La Fig. 4.9 montre T'effet de la variation de gp|| sur la
transition vers la supraconductivité. La température critique est augmentée a
certains endroits, mais pas dans tous les cas. A partir de t’, /¢, = 0.06, elle est
méme supprimée complétement. Ceci vient probablement de la discrétisation
de q].

Dans les Figs. 4.10 et 4.11, on voit la comparaison entre qop (7 = 8 X
10~* ¢, ), donc & basse température, et les qgﬁc
premier point, qui correspond a t/, /t; = 0.04, appartient encore au régime
onde de densité de spin, ol la température critique est plus élevée, de sorte
que le vecteur du meilleur emboitement est Qq, voir la section 2.3.1. Ensuite,
qgﬁc forme une courbe en marches d’escalier. Sur les Figs. 4.10 et 4.11, on

que nous avons utilisés. Le

: : : 3 N disc :
ne voit que le premier palier parce qu’au moment ol Qop: Passe au suivant,

la température critique trouvée par le groupe de renormalisation s’annulle.
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Fi1c. 4.9 — Températures de transition a la phase supraconductrice avec
(étoiles) et sans (losanges) “optimisation” de gp||, voir texte. Le premier point
correspond encore & I’onde de densité de spin.

On remarque de plus que qgjogc ne correspond pas toujours au palier le plus

proche de la courbe g, mais reste toujours du coété de Qo par rapport a
cette courbe. Ce comportement peut se comprendre si on considére la forme
de xo(q), Fig. 2.11 : qgl;ff reste toujours sur le plateau formé entre Qg et
Qopt -

Il est évident qu’il faudrait une discrétisation beaucoup plus fine pour
pouvoir vraiment profiter de 'optimisation de gp|, méme s’il y a effective-
ment une gamme de valeurs de ¢/, pour lesquelles ap| # 2/{}? meéne i une
température de transition & la supraconductivité plus élevée. Il peut appa-
raitre surprenant que des valeurs de qp qui donnent une renormalisation
plus importante dans le canal de Peierls ménent parfois & des températures
de transition plus basses pour le canal de Cooper. Une explication possible
pourrait étre fournie par le fait que le vecteur de meilleur emboitement varie
avec la température (voir la section 2.3.1). Nous avons vu dans la section 4.1.9
que le comportement du flot de renormalisation & une coupure A est compa-
rable au comportement du systéme & une température 7' ~ A. Dans le calcul
de la susceptibilité de spin, toutes les échelles d’énergie sont intégrées. Il est
trés probable que le vecteur q,,; n’est favorisé par rapport a Qo que par les
échelles d’énergie trés basses (de 'ordre de la température), pendant que les
fluctuations de spin qui générent I'appariement d sont créées & des échelles
d’énergie A ot les contributions les plus importantes seraient encore données
par Qg. Un calcul & base d’un vecteur q # Qo passerait alors a coté de ces
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F1G. 4.10 — Comparaison des transferts de vecteur d’onde commensurables
avec notre discrétisation qgﬁc utilisés dans le calcul de renormalisation
(étoiles foncés) avec les valeurs optimales non-commensurables g, (étoiles

grises) & T = 8 x 10~*¢,, composante transversale.
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Fia. 4.11 — Comme la Fig. 4.10, mais pour la composante paralléle aux
chaines.
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contributions.

En conclusion, nous avons vu que la variation de gp|| peut avoir un effet
considérable sur la renormalisation. Le choix du ¢p| qui donne la tempé-
rature de transition la plus élevée s’avére cependant délicat, au moins en
présence d’une discrétisation de la surface de Fermi en segments. Dans une
telle situaton, il faudrait en principe prendre en compte deux possibilités au
moins : le vecteur de meilleur emboitement & la température critique, et ce-
lui & une température plus élevée, inférieure & celle du passage dimensionnel,
mais supérieure aux déviations de I’emboitement parfait.

Pertinence des variables

Dans le chapitre 3.5, nous avons discuté la non-pertinence, au sens du
groupe de renormalisation, de la dépendance des vertex de la distance des
vecteurs d’onde de la surface de Fermi. D’un autre c6té, nous venons de voir
que cette distance a un effet considérable sur la renormalisation, par ’inter-
médiaire de gp|. La question se pose comment concilier ces deux observa-
tions. La réponse a déja été donnée dans la section 3.5 : les arguments qui
prouvent la non pertinence de la dépendance en & des vertex ne s’appliquent
que si tous les arguments k restent a I'intérieur de la bande d’énergies [— A, A].
Comme ceci n’est en général pas le cas pour les vertex qui interviennent dans
la renormalisation pour les systémes fermioniques (section 3.1.3), la dépen-
dance en k& peut jouer un role ici. Il faudrait en principe retenir toutes les
différences Ak qui restent finies mémes dans la limite ou I'énergie tend vers
0. Ainsi, pour les systémes bosoniques, il est en effet possible de ne considérer
que k = 0. Pour un systéme fermionique unidimensionnel, on peut négliger
tout Ak sauf Ak = 2kp. Pour des fermions sur une échelle (deux chaines
couplées), on doit de plus prendre en compte la distance entre les points
de Fermi des deux bandes [62, 142|, et pour un nombre infini de chaines
couplées, tout |Ak| < 4t /vp peut jouer un réle non-négligeable.
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4.3 Interaction Coulombienne interchaines et su-
praconductivité triplet

Méme si l'interaction Coulombienne entre les porteurs est fortement
écrantée dans les sels de Bechgaard, il va y avoir en général des interac-
tions entre électrons ou trous non seulement de la méme chaine, mais aussi
de chaines premiers-voisins au moins. En ajoutant une répulsion de type
g1 (diffusion vers l'arriére) entre électrons de chaines voisines, Duprat et
Bourbonnais ont trouvé une phase supraconductrice triplet [49]. Nous avons
reproduit ce résultat (section 4.3.1), et mené une étude similaire de effet
d’une interaction go entre chaines voisines (section 4.3.2).

EEEEEEEE** % % &% %k k k% % & x k k % %
AAAA AR A Ak kA kA Ak Ak Ak

AR A A AR AR A AR A Kok
0.3 AAAAAAAAAAAA A MMM A IIR
AAAAAAAAAAAAGKokAK
AAAAAAAAA AA gg
AAAAAAAAAAAA
0.25
0.2
~ AAAAAAAAAAAGGOD
9inn
0.15
0.1
0.05
0 4444444444A0000000

0.04 0.08 0.12 0.16
tl / t,
F1G. 4.12 — Phases de basse température si on varie g1 nn, (G2,nn = 0) : onde
de densité de spin (triangles), onde de densité de charge (carrés), supracon-

ductivité singulet avec Ax o cosk,; b (losanges), supraconductivité triplet
avec Ak o rcosk, b (étoiles).
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4.3.1 Diffusion vers D’arriére sur chaines voisines

La diffusion vers 'arriére entre électrons sur chaines voisines s’écrit

Hnn 1
91 nn Z Z Z ey +hgry o e X
oo’ k (n n=1
Jll
T T
X (Rkl/u,n O’LkQ/H7n+1,O'IRk1H’n+1’0/Lk2H»nva + h'c'> (4'15)
N”N 91,nn Z Z O 1k, ko +k Rk/ O'Lk’ Rk1U’Lk20 cosgp1b .

oo’ 1.(1)
kj

Si on branche g1 ,, graduellement, on obtient le diagramme de phases de la
Fig. 4.12. Avec nos paramétres (Ag = 15t,, g1 = 0.8 = g9 pour les interac-
tions intrachaine), on trouve jusqu'a gi nn = ng/m}FH = 0.27 les mémes
phases qu'a gi1,, = 0 : une onde de densité de spin si I’emboitement est
suffisamment bon, de la supraconductivité singulet de symétrie “d” & emboi-
tement moyen et pas d’instabilité du tout pour un mauvais emboitement.
La température critique pour 'onde de densité est légérement augméntée
quand g1 n, augmente, tandis que celle de la supraconductivité singulet est
diminuée ; la phase supraconductrice est ainsi supprimée plus tot par les dé-
viations de 'emboitement parfait quand gy ,, croit (Fig. 4.13). Ceci change &
partir de g1, =~ 0.28, ot une phase supraconductrice triplet de symétrie spa-
tiale “f” (Ag oc rcosk, , r = signk|) apparait. Cette phase prend rapidement
le dessus par rapport & la supraconductivité singulet d. En paralléle, les tem-
pératures de transition a la supraconductivité augmentent (Fig. 4.14), et la
phase associée s’élargit (en ¢/, ). Au-dela d’une valeur “magique” g1 n, =~ 0.31,
ol les phases onde de densité de spin et supraconductivité triplet se touchent,
I’onde de densité de spin est remplacée par une onde de densité de charge
au fur et & mesure que g ,, augmente.

Pour g1, = 0.31, nous obtenons les températures critiques suivantes :
& emboitement parfait, T, =~ 0.06 x t; ~ 18K si t; ~ 300K. La tempéra-
ture critique maximale pour la supraconductivité (f dans ce cas) que nous
obtenons est T, ~ 0.002 x t; ~ 0.7K. L’écart entre les deux valeurs est
donc devenu encore plus grand que dans le cas sans interactions interchaines
(section 4.2.1), mais on rappelle que dans nos calculs, nous faisons varier
uniquement #'| , tandis que la pression hydrostatique joue aussi sur les autres
paramétres (¢, Ag, §;) du Hamiltonien.

En ce qui concerne le méchanisme qui méne au diagramme de phases
Fig. 4.12, remarquons que déja dans le régime unidimensionnel, 'interaction
91,nn renforce les fluctuations de charge, comme on peut le voir aisément si
on écrit les équations de renormalisation pour ¢t; = 0. Les relations entre les
paramétrisations charge-spin et singulet-triplet, équations (2.15) et (2.16),
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F1G. 4.13 — Températures critiques pour des petites valeurs de g1 n,, avant
P’apparition des phases triplet ou onde de densité de charge. La ligne noire
correspond & g1, = 0.0 et la ligne pointillée & g1 5, = 0.27.
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F1G. 4.14 — Températures critiques pour (du plus foncé au plus clair, et de la

ligne pointillée aux traits de plus en plus espacés) : g1 nn = 0.27, 0.28, 0.29,
0.30, 0.31, 0.32.
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montrent ensuite que les fluctuations de charge diminuent les corrélations
singulet, mais augmentent celles de symétrie triplet. De plus, 'interaction
nue (4.15) est elle-méme déja favorable & un appariement triplet f : si on
la réécrit dans la paramétrisation singulet-triplet pour des interactions entre
paires de moment total nul, on obtient

Gt.mnn( ’L, —ki, —ki,k1)= 2g17m(cos k‘lbcos k| —sin klbsin k:L) ,

et la méme contribution, mais de signe opposé, pour g,. L’appariement singu-
let d n’est donc pas seulement affecté par les fluctuations de charge induites
par ginn, mais aussi directement par la valeur de g1 .

4.3.2 Diffusion vers ’avant

La diffusion vers ’avant interchaine est décrite par

Hnn2

92 nn g E E k1/|\+k2/||’k2H+k1H

oo’ k‘
J”

x(T T

Rkl/u,n O'Lkz/‘l,n+1 O'/LkQH ,’I’L+1,O'/Rk1“,n,0' + h'c') (4.16)

NIIN NN, T Z Z 5k'1+k'2,k2+k1Rk’ aLk’ Ry o' Lo COSq1b
oo’ k(’)

avec qr = kb — ko. Comme ce terme fait intervenir le transfert de vecteur
d’onde pertinent pour le canal de Landau, g, il ne peut pas étre traité dans
I’approximation des équations de renormalisation de Duprat et Bourbonnais,
voir la section 4.1.7. g2 », s’ajoute & 'interaction entre paires singulets avec
moment total nul, gs(k¥, -k ,—ky, k), sous forme d’un terme proportion-
nel a

—cosk/, cosk, —sink sink,

(de méme pour des paires triplets). La contribution directe de g2 nn, & g5 s’0p-
pose donc a celle qui provient des fluctuations de spin, voir la série (4.14), de
sorte que ’appariement premiers voisins est supprimé. La divergence corres-
pondant a ce terme est donc de plus en plus supprimée quand on augmente
92.nm, €t C’est le deuxiéme terme de la série (4.14), qui correspond & un ap-
pariement seconds-voisins, qui prend le relais. A cause du changement de
signe entre n pair et n impair dans la somme en (4.14), ¢’est un terme de
la forme rsin 2k, b, ou r = sign k|| est nécessaire pour conserver la symétrie
singulet. Comme ce terme n’est pas affecté par g2 .», la phase associée est
stable méme pour des grandes valeurs de ce paramétre. D’un autre coté, elle
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F1G. 4.15 — Phases de basse température si on varie g2 nn (G1,nn = 0) : onde

de densité de spin (triangles), supraconductivité singulet avec Ay o< cosk b
(losanges), supraconductivité singulet avec Ay o rsin 2k b (étoiles).
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F1G. 4.16 — Températures critiques pour (du plus foncé au plus clair) : gg pyn =
0.0, 0.17, 0.18, 0.31.
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est plus susceptible & la suppression des fluctuations de spin par les dévia-
tions de I’emboitement parfait, parce que la composante de période 2b de ces
fluctuations n’est pas trés importante dés le départ.

Ce scénario est bien celui que 1’on trouve dans les calculs de renorma-
lisation, comme le montrent les Figs. 4.15 et 4.16. La premiére valeur pour
laquelle on obtient un appariement avec paramétre d’ordre Ay o< r sin2k b
est ga2nn ~ 0.18. La température critique pour I’onde de densité de spin a
emboitement parfait n’est pas modifiée par rapport a sa valeur pour une
interaction purement intrachaine, 7° ~ 15K. La température critique maxi-
male pour la supraconductivité est légérement plus basse ici que pour 1’ap-
pariement sur chaines voisines. Nous obtenons T7'¢% ~ 0.4K si g2 nn ~ 0.18.
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4.4 Conclusions

Nous avons étudié les instabilités de basse température d’un systéme
de fermions en interaction quasi-unidimensionnel, qui modélise les sels de
Bechgaard sans transition structurale. Pour des hautes échelles d’énergie,
le flot de renormalisation ressemble & celui d’un systéme purement unidi-
mensionnel, avec notamment un fort couplage des canaux de corrélations
particule-particule et particule-trou. Pour des échelles d’énergie plus basses,
A < t |, les canaux sont moins couplés, ce qui permet aux fluctuations de
spin de se développer plus fortement et, si ’emboitement est suffisamment
bon, de donner lieu & une divergence du flot de renormalisation, que nous
interprétons comme la signature d’une transition de phase de second ordre
& une onde de densité de spin. Quand 'emboitement est moins bon, les cor-
rélations de spin cessent d’augmenter pour des échelles d’énergie en-dessous
de A = t/|. Si ces corrélations sont déja suffisamment fortes & ce point, elles
générent des corrélations de paires de particules, qui ménent & une transition
supraconductrice, avec des paires de Cooper singulet d. Nous avons vu que
I'inclusion d’une interaction entre électrons, ou trous, de chaines voisines,
méne & des fluctuations de charge plus importantes que dans le cas d’une
interaction purement intrachaine, ce qui donne lieu & une supraconductivité
triplet. Un tel scénario est obtenu pourvu que l'interaction entre chaines
premiers-voisins soit restreinte a la diffusion vers ’arriére, g;. Si on la res-
treint, par contre, & go, ’appariement sur chaines voisines est supprimé, et la
supraconductivité — singulet dans ce cas — se produit pour une gamme relati-
vement étroite seulement de valeurs de t/| , avec appariement sur les chaines
deuxiémes-voisins. Nous avons aussi étudié I'influence de la dépendance des
fonctions renormalisées avec la distance des états a la surface de Fermi, c’est
a dire, pour des systémes quasi-unidimensionnels, la dépendance en k. Cette
dépendance s’est avérée non négligeable.

Nos résultats confirment I’excellent accord des calculs basés sur le groupe
de renormalisation avec le diagramme de phases expérimental des sels de
Bechgaard, dans toute sa diversité. Cette méthode reproduit la physique
unidimensionnelle et le passage dimensionnel; on retrouve les fluctuations
de spin ainsi que les instabilités antiferromagnétique et supraconductrice.
L’inclusion de processus Umklapp permet de plus de retrouver la localisa-
tion de Mott observée dans les sels de Fabre [26, 48, 31|. Ainsi, le groupe
de renormalisation donne une description globale du diagramme de phase
température-pression de ces matériaux.

En particulier, cette approche est I'une des seules a ce jour qui permet
d’obtenir des phases antiferromagnétique et supraconductrice triplet dans
un méme diagramme de phases et presque cote & cOte, méme si les résultats
obtenus pour l'instant sont restreints & une gamme relativement petite de va-
leurs pour les diverses interactions possibles. Il faut cependant rappeler que
la comparaison du diagramme de phases Fig. 4.12 avec les expériences n’est
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pas évidente parce que la pression hydrostatique n’influence pas uniquement
la qualité de l'emboitement, mais aussi la largeur de bande, la vitesse de
Fermi et les interactions. Il est donc bien possible qu’une augmentation de
la pression correspond a un déplacement en diagonale dans le diagramme
Fig. 4.12. La fenétre de valeurs de g1 5, dans laquelle on obtiendrait, et une
onde de densité de spin, et une supraconductivité triplet ne serait alors pas
aussi étroite qu’elle apparait & premiére vue. Remarquons également que, se-
lon le calcul présenté ici, il y a une phase de supraconductivité singulet entre
les deux dans presque tous les cas. Il pourrait étre trés intéressant d’étu-
dier cette question expérimentalement. En ce qui concerne les mesures sous
champ magnétique, il faudrait de plus prendre en compte le scénario suivant,
proposé par Shimahara [178| : méme pour des valeurs de g1, < 0.27, les cor-
rélations triplet sont déja appréciables, ainsi que les fluctuations de charge.
L’application d’un champ magnétique, qui supprimerait la supraconducti-
vité singulet, pourrait permettre & la supraconductivité triplet de prendre la
place. Ce mécanisme ménerait aussi & un élargissement effectif de la fenétre
“onde de densité de spin + supraconductivité triplet”.

Dans des calculs de Monte Carlo [114] et en approximation d’échange
de fluctuations (FLEX) [145], de la supraconductivité triplet a été obtenue
en prenant en compte des interactions premiers voisins intrachaine. Il se-
rait intéressant de vérifier si le groupe de renormalisation donne le méme
résultat, et si une telle interaction permet d’élargir la partie “triplet” du
diagramme de phases théorique. Une autre possibilité de favoriser la supra-
conductivité triplet est de prendre en compte une interaction avec anisotropie
de spin, comme elle peut étre induite par les interactions dipéle-dipole ou
un couplage spin-orbite. Cette possibilité a été étudiée par Giamarchi et
Schulz [78]. Ils trouvent également des phases voisines antiferromagnétique
et supraconductrice triplet, en traitant la partie interchaines du Hamilto-
nien en I’approximation du champ moyen, ce qui est correct s’il n’y a pas de
passage dimensionnel. Le caractére bi- ou méme tridimensionnel des sels de
Bechgaard a basse température, notamment les effets de ’emboitement, sont
mieux pris en compte dans une approche basée sur le groupe de renormali-
sation. Il serait donc treés intéressant d’étendre nos calculs & des interactions
plus générales, comme celles considérées par Giamarchi et Schulz.
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Chapitre 5

Antiferromagnétisme et
supraconductivité en présence
du potentiel anionique

Dans ce chapitre, nous appliquons le groupe de renormalisation a un
systéme avec un potentiel additionnel, comme il en est créé un par l'ordre
anionique dans (TMTSF),ClO4. Nous diagonalisons d’abord le Hamiltonien
libre (section 5.1). Les instabilités de spin peuvent étre traitées en RPA
(section 5.2). Nous écrivons les équations de renormalisation dans la section
5.3. Leur solution numérique donne le diagramme de phases discuté dans la
section 5.4.

5.1 Diagonalisation de la partie H; a une particule
du Hamiltonien

Si on supprime la dépendance en spin, le Hamiltonien est donné par

Ho = ZHkn’

k|
Ny
_ T
Hkll = € Z C/fu,lck\\vl
=1
- Z tnl (CLH,lckH,l+n + h.C.)
n>0

(k) = vry(rky — ki) -
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D1 au potentiel périodique transversal &V, la maille contient deux sites. On
obtient alors deux bandes dans une zone de Brioullin réduite a

T

%7 %] )

ou b est la distance entre deux chaines. Définissons donc

ki E]—

_ 1 ik br9)l
Chi=o/r = 7N Z:e TR

Le Hamiltonien devient

Hy, = ZHk ;

He = (ko s EHHPWHW V. Cho
1% e+t =t )\ exr )

tﬁair/imp(kﬂ — Z em_(kj_)a

et
ent (k1) = —2t,1 cos(nk,b) .
La diagonalisation donne deux bandes (m = +1). Les énergies propres sont
e(r,kp,ki,m) = ¢ (r,ky) +er(kL,m)

e (k,m) = tﬁaw )+ m\/tlmp 24 V2,

Les quatres nappes de la surface de Fermi sont décrites par

rkp|(kL,m) = r(k:};D — iq_(kj_,m)) (r=4=).

Des exemples sont tracés a la Fig. 2.17. Les états propres sont

Ckm = Z vﬁﬁck7g avec (5.1)
9

1 1
Ve, = Ty = E(l_akL)Q ) (52)

g 1 1
’Ykl _fyki = E(l +O‘k1_)2 ) (53)

timp(kl)
a, = (5.4)
C T e

On constate que pour les fonctions d’onde correspondantes,

m.0 ik ik +3)2

1/ka \/—27
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on obtient aux bords de la premiére zone de Brioullin

limn i m (%) = M (%) (5.5)

kil—% ki=t+%
“discontinuité” que nous retrouverons dans les expressions pour les para-
metres d’ordre supraconducteurs. Si V' = 0, o, = —1, et on retrouve les
ondes planes du systéme & une bande. Dans la limite opposée, V/t| — oo,
aj, — 0. On obtient donc aussi des ondes planes dans un schéma de zone
réduite, mais maintenant localisées sur les chaines impaires si m = — et
paires si m = +.

5.2 Les phases antiferromagnétiques

Les phases onde de densité de spin dans un systéme quasi-unidimension-
nel avec potentiel périodique transverse ont été étudiées en RPA par Zanchi
et Bjeli§ [202], et en RPA ainsi qu'un développement de Ginzburg-Landau
par Sengupta et Dupuis [173]. Dans cette section, nous allons reproduire les
résultats de la RPA.

Le couplage entre un champ externe hgq de modulation transversale 27 /q
et les états propres de Hy, indicés par les nombres quantiques m, k|, est
décrit par des fonctions f((m/, k"), (m, k1 ); g1 ) (ot nous avons pour I'instant
supprimé la dépendance en k| et en spin de toutes les fonctions). Les valeurs
possibles de k£, sont données par la largeur 2b de la maille élémentaire et
donc restreintes a | — 5, 7-]. D'un autre coté, grace a la structure interne
de la maille, on distingue bien, expérimentalement, deux ondes planes ¢, et
(gL + %), de sorte qu’on considérera des valeurs de

27r[
) b N
Comme les états propres de nombres quantiques (m, k) sont des superpo-
sitions des ondes planes de modulation k; et (kL + 7), un champ externe
h de modulation transverse q; peut générer des excitations de modulation
q1 + %, de sorte que les susceptibilités ne sont plus diagonales en ¢, .

qL €0

5.2.1 Susceptibilités libres
1 1ol s . (ST) (ol ool . : )
La susceptibilité de spin x;” ’(x/,x;7" — 7) (voir la section 2.3.1) n’est
plus invariante par translation, de sorte que sa transformée de Fourier dépend
de ' et q,

S— .
U, qyiwo) =

p B 1 o 1 , -
dT'/ dreio(T' =) _—_ e X — ezq'xx(s )(x',x; 7 —7).
X! RL T R e
(5.6)
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Le calcul est fait dans [173] (voir aussi [202]). Le cas des corrélations particule-
particule est traité dans I’annexe D ; les deux calculs sont analogues. Pour le
canal particule-trou, on obtient

xés_)(q/ q;iwg) =

N Z Z Z q).9) qn kj—k XODm<k/7 k; WO) X

k’k m'm 99
9! (Y 4+ I 5.7
() bgpne + (8O S niag] (RT) < BT
I+ 9\ *
X [’Y}eri Og,, K\ —k1 +7k/ o ﬂ)éqbk’l—lﬁ—&-%} (’Y;ﬁ )

avec
1

w_eRk/ (w wo)_eﬁk )

(K K wo) :—TZ

Dans I’équation (5.7), comme dans tout ce chapitre, les k£ sont restreints a la
premiére zone de Brioullin, £, €] — 5, 5;]. Si nous faisons ici une exception,
nous pouvons écrire le résultat (5.7) d’une fagon plus explicite :

xésf) (q, q; iwp) =

N Z[ (X6H (K X) + Xop (K, ) (0 + %)’

(5.8)
o v ™ o 2
+(Xop K ) +Xop (K K) (i T = % n) } .
+q
S~ .
X$ ><q q+ Priwg) =
- Z (S5 K) = Xop(KK) (2 +9T)
(5.9)
+H(REp (k) = Xoh (K k) (il =]
!/ — +q

oll on autorise k', & varier entre —m/b et 7/b. Rappelons aussi la définition
P = (0,7/b). L’intégration sur & donne

—m'm 1,/ o a 27A0
NH kZXOD k =k+q N 27TUFH {ln 7T *
|
1 1 1
+¥(5) —ReW[5 +i— (vpd) + €l (ko) + €T (/n))]} , (5.10)

voir aussi I’équation (2.13). L’intégrale de k| doit étre faite numériquement.
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5.2.2 RPA matricielle

Dans le calcul de la susceptibilité de spin en RPA, nous devons prendre
en compte le fait que les fluctuations a q et & (q+ P) sont couplées. A partir
de I’équation

x(d,q) = xo(d’,q) + > xo(d, q")gsx(q",q)
q//

on obtient
x(a,q9) = {XO(Q» q)(1 - gsxo(a+P,q+P))

+95(Xo(q7Q+P))2}/D ,

x(a,a+P) = xo(q,qa+P)/D,
D = (1—gsxo(a,q))(1—gsxo(a+P,q+P))

—g%(xo(a,a+P))°.

Le critére de Stoner pour une transition a une phase onde de densité de spin
est
D=0. (5.11)

On remarque que sous cette condition, x(q,q), x(q+P,q+P) et x(q,q+P)
divergent tous les trois, sauf si xo(q,q + P) = 0, comme c’est le cas pour
V' = 0. Toute instabilité de spin fera donc forcément intervenir au moins
deux composantes de Fourier, q et (q + P), a la fois.

La solution numérique de (5.11) donne le diagramme de phases Fig. 5.1.
A faible V, on retrouve I'instabilité de spin du systéme sans ordre anionique,
qui correspond ici & un vecteur d’emboitement Qf, ~ (2]{};]3 ,0) interbandes,
voir aussi la discussion dans 2.4. Le paramétre d’ordre dans ’espace direct,
<CI(.I‘)CT($)> (voir la section 2.3.1), est intrachaine. Plus V' est grand, plus
les états appartenant aux bandes m = — et m = + sont localisés sur une
des deux familles de chaines (paires et impaires) ; le recouvrement entre deux
états de bandes différentes sur une chaine donnée devient alors de plus en
plus petit quand V augmente. Ainsi, 'onde de densité de spin interbandes
est supprimée a grand V. En échange, dés que ’emboitement intrabande est
suffisamment bon, ce qui arrive & partir de V' > ¢, des ondes de densité

de spin peuvent s’établir dans chacune des deux bandes. Les vecteurs de
meilleur emboitement sont alors Q+ ~ (2k” F 2V /vp, 7/2b). On remarque
aussi que, grace & Q+ | = m/2b, cet emboitement intrabande n’est pas affecté
par le terme de saut vers une chaine seconds-voisins, tandis que 'onde de
densité a Qg est, bien stir. Dans le régime o I'emboitement interbandes est
encore suffisamment bon, les trois ondes de densité, avec modulations Qg,
Q- et Q4, sont a priori possibles, comme le montre la Fig. 5.1 pour ¢/, = 0.
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F1G. 5.1 — Températures critiques en fonction de V/t| avec t/, /t; =0 (en
noir), 0.008 (en gris foncé) et 0.024 (en gris clair), en RPA. L’onde de densité
de spin avec modulation ¢; = 7/b est symbolisée par des triangles, celle
avec modulation ¢; = 7/2b par des carrés. La température critique de cette
derniére ne dépend pas de t/; ; nous avons donc uniquement tracé le résultat
pour t', /t; = 0.024.

Les phases avec Q1 et Q_ ont la méme température de transition.
Cette dégénérescence est levée si on incliit un terme de saut vers une chaine
troisiémes-voisins [202, 173]. Sengupta et Dupuis [173] ont cependant mon-
tré, a I’aide d’un développement de Ginzburg-Landau de 1’énergie libre, que
les deux phases coexistent toujours a des températures suffisamment basses.

Les composantes paralléles aux chaines des vecteurs de meilleur emboi-
tement sont tracées aux Figs. 5.2 et 5.3. Les composantes perpendiculaires
restent, & T' = T, w/b, ou 7/2b, selon le cas : les ondes de densité sont tou-
jours commensurables avec la périodicité dans la direction b ( (ft =m/bou
7/2b pourvu que T, > 0). Il est aussi possible de calculer les amplitudes et
phases relatives des différentes composantes de Fourier des ordres onde de
densité de spin qui s’établissent [202, 173]. Quelques résultats exemplaires
sont schématisés a la Fig. 5.4.

Comme pour V > t| 'emboitement intrabande devient de plus en plus
parfait, la température critique de la phase associée tend vers T (la tem-
pérature critique du systéme & une bande avec emboitement parfait, voir la
section 2.3.1). Ce résultat vient cependant du fait que la RPA ne voit 'uni-
dimensionnalisation par le potentiel anionique. La température critique pour
cette phase obtenue dans les calculs de renormalisation est trés différente,
voir la section 5.4.1.
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FIG. 5.2 = op| en fonction de V/t avec t', /t; = 0 (en noir), 0.008 (en gris
foncé) et 0.024 (en gris clair), en RPA, pour V faible. La valeur optimale de
q1 est toujours 7/b.

VP Gopt]| /tL 6 |

F1G. 5.3 — La composante paralléle du vecteur de meilleur emboitement dans
la bande m = —, Qi — 2k1P en fonction de V/t| avec /| /t; = 0.024, en

RPA, pour V fort (carrés). Les triangles indiquent la ligne vp g = 2V pour
comparaison. La valeur optimale de ¢, est toujours 7/2b.
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F1G. 5.4 — Modulation de spin dans les différentes phases onde de densité de
spin (n est l'indice de la chaine) : (a) V faible, ODS interbande. (b) V fort,
une seule ODS intrabande. (¢) V fort, & température plus basse, ot deux
ondes de densité de spin coexistent. D’aprés [173].
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5.3 Renormalisation pour un systéme & deux bandes

5.3.1 Hamiltonien dans la base propre de H,
Interaction

Notre procédure de renormalisation est basée sur 'ordre en énergie des
états propres de ’'Hamiltonien libre. Il faut donc qu’on exprime toutes les
autres parties de ’Hamiltonien en termes de cette base aussi. Le terme d’in-
teraction devient

1
Hp =+ > Okt 4!, k2 —ky1.0 Ok +K) ,—k Lo~k 1,0 mod T X
O’jk”]-k'ij]‘

% 9({(19"mj’aj)})Rli’ﬂ'ukilm’lLT gt ot gt ook Loms ok ma - (5.12)
(Rappelons la définition coxm = Rokm si k|| > 0, et cokm = Lokm si kj < 0.)
On voit que le fait que la maille fasse deux fois le pas de réseau transverse b
introduit des processus additionnels avec Umklapp transversal par rapport
aux systémes avec un seul site par maille. La fonction g({(k;,m;,0;)}) est
donnée par

9({(kj,mj,05)}) = U fr({(a, ky;)}) x

19/
X nyml m2 2 ym2d2” 7]’;111191 avec dans la somme J; = 7 pour  (5.13)

K\, Tk
un nombre pair de j stk | +K o—kio—ki1 =0,
un nombre impair de j  si k' | + K, —kio—ki1 =T,

ot fr({(oj,ky;)}) décrit la dépendance en spin de I'interaction (annexe A)
ainsi qu'une éventuelle dépendance en k. L’expression (5.13) est dérivée
dans 'annexe E.1. Aux Figs. 5.5 et 5.6, on peut voir deux exemples.

Fonctions de réponse

Considérons d’abord I'instabilité supraconductrice avec paires de Cooper
singulet de symétrie spatiale T. On trouve (annexe E.2)

Z(s,7) ((k/7 m/)v (k,m);q) =

Z’y”}/ﬂ/*’ymﬂ* % 1 (S) avec
~ Ko Tk V2coslb(k; +¥) (I=1:d;1=2:g)

9 =9 Sikl—l—]ﬂ_—qL:O,
YV =0+7 Sikﬁ_—l—]{l—qL:ﬂ:%.
(5.14)
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FIG. 5.5 — Le vertex —I'g( '\,—K\|,—ki, k1) dans la base propre de H avec
toutes les particules dans la bande m = —, pour | /t| = 0.024 et potentiel
anionique faible, V/t; = 0.34, avant la renormalisation.

FIG. 5.6 — Le vertex —T'g(k/, , —FK|,—ky, k1) dans la base propre de Hy avec
toutes les particules dans la bande m = —, pour ¢/ /t; = 0.024 et fort
potentiel anionique V/t; = 2.94, avant la renormalisation.
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—m/2 0 /2

F1G. 5.7 — Valeurs initiales des fonctions z pour quelques paramétres d’ordre
supraconducteurs singulet intrabande, c’est a dire m/=m : 2(s,0) (M= —
1;¢1=0) (ligne noire), —z(, ) (m= — 1;¢1=0) (en pointillé) et z(, 4y (m= —
1;q1=7/b) (en petits traits).

Le calcul pour la supraconductivité triplet est analogue. Le résultat pour les
ondes de densité est (o € {C, S})

zo((K',m), (k,m);q) = Z’Yﬁﬁ/’yﬁﬂ* avec
0
79/ == 19 1 — k;, l{ — =
R N AT
V=947 si k| +kL—q=%£].

Aux points k; ou k| passe d'un bord de la premiére zone de Brillouin a
lautre, certaines fonctions z font un changement abrupt de signe. Ce chan-
gement de signe se simplifie dans les équations de renormalisation pour les
susceptibilités, cf. les équations (5.18) et (5.20). A g, = 0 ou 7, on obtient
les valeurs suivantes (j € {C,S}) :

zi(m' =m;q =
(

zj(m' # miqL =

SASY o o
SN— SN— S~—
I
(@)

J
zj(m':m;qJ_ =
(

zi(m' #m;qu =
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Les résultats pour la supraconductivité singulet avec symétrie s sont iden-
tiques. Pour le cas d’une symétrie d, on obtient

/

Z(s,d,)(m =m;qL =0) = mvV2a, cosk,b,
Z(s,d) (m'#m;q =0) = V2,/1 - ail cosk,b,
T
Z(s,d)(m/ =m;qL = Z) = 0,
Z(s,d) (ml 7é m;qL = %) = —mv2cosk,b.
SiV =0, a, = —1, et on retrouve le cas d'une seule bande. T = g donne

= V2cos2k, b,
= 0,

= mv2 1—a%L cos2k b,

= —V2ay, cos2kb.

SiV >t |ag, | <1, et on retrouve le cas de deux systémes indépendants
de chaines couplées avec distance 2b entre chaines premiers-voisins, et avec
une supraconductivité de type d. Dans le cas q; = 0, le paramétre d’ordre a
la méme phase dans les deux systémes; dans le cas ¢, = 7, il y a un facteur
de phase (—1) entre les deux.

5.3.2 Equations de renormalisation
Interaction

Le calcul des bulles est fait dans ’annexe B.5. Si nous négligeons encore
une fois la dépendance des I'; en la distance des k a la surface de Fermi et en
les fréquences de Matsubara (voir le chapitre 4), nous obtenons les équations
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de renormalisation suivantes :

d -
EP"(( 1L-mh), (Kb, my), (kuam2) (k11,m1))

dlﬂ
azy

ij
X Z{BC sm,m T3 (K 1,mY), (K1, mb), (ki,m), (kL + q1,m'))x

mm/
x Tj((=kL +qu,m'), (ki,m), (ko , ma), (k11,m1))
+BC(+ m m)f (( /1J_amll) (kéjnm/Q) (_kL"i_QJ-?m/)’(kJ—’m))x
[ (kl» ), (ki +qi,m), (ka1,ma), (k11,m1))}

x I';
dk:J_
Y az]

ij

X Z{BP(_§ mam/)f‘l(( IlLvmll)’ (ki-’m)ﬂ (kQJ-vm?)v (kJ_ + QJ_,T)’L/))X

x T ((kl + qJ-7m,)7 (kéJJmIZ)v (kJ-v m)v (k1l7m1))
+B'P(+ m,m )f (( llLam/1)7 (kl - qum/)a (k2L3m2)7 (kl’m))x
i

X Tj((kL,m), (kg ,my), (ki —qr,m'), (ki,m1)} .
(5.16)

Ici, nous avons posé toutes les différences de fréquences de Matsubara ¢y = 0,
et nous avons défini les fonctions

Bep(rim,m') = Y O(A+vAcp|—A)x
v=+
x% (tanh % + tanh BEA +2VAC’P)> o +ﬁAC,P
T—0 A
— SATIA Aop) avec
Ac = Ac(m,m/,r ki, qc),qcL)
=  —ei(kr,m)+er(—kL+qu,m)—rvpgq ,
Ap = Ap(m,m/,r kL, qp|,qpL)
= —ei(kir,m)—ei(kL —rqL,m') —vp|q ,
ap| = 2k’ +dpy

ol les q dépendent du vertex dans le terme de gauche dans I’équation,
ger = kiL+kai,
qpr = kil — ka1

Comme dans le chapitre précédent, nous ne considérons les équations de
renormalisation que pour certains couplages, définis par des valeurs fixées de
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qe| et gp), voir la section 4.1.3. Nous avons vu dans la section 4.2.2 que le
choix de g peut avoir une influence importante sur le diagramme de phases
obtenu. Comme dans le cas & une bande, notre objectif sera d’utiliser les
valeurs de ¢ qui donnent la renormalisation la plus importante.

ChOiX de qC” et C_[p”

Pour le canal de Peierls, Gp|| est obtenu en minimisant le dénominateur
D des susceptibilités associées aux fluctuations particule-trou, qui apparait
dans le critére de Stoner (5.11). Comme la RPA montre que, du moins dans
la phase onde de densité de spin, le vecteur de meilleur emboitement garde
toujours la composante perpendiculaire commensurable avec le pas de ré-
seau b, nous allons fixer ¢; = 7/b pour V faible, ou ¢; = m/2b pour V fort,
dans les calculs d’optimisation de gp||. Contrairement au cas d’une bande, le
critére de Stoner (5.11) dépend de l'interaction gg. Ici, nous ne devons pas
utiliser 'interaction nue qui entre dans le calcul du flot de renormalisation ; il
faut tenir compte de 'effet des fluctuations unidimensionnelles, qui réduisent
I'interaction effective. La valeur précise de ¢gp| commence a jouer un role a
partir du moment ol la coupure A est du méme ordre de grandeur que les
variations de la fonction Ap. Ceci est justement la définition de 1’échelle
d’énergie du passage dimensionnel A1, et donc de 'ordre de, ou inférieur
a, t), voir les sections 2.4.2 et 4.1.4. La démarche naturelle serait donc de
faire le calcul d’optimisation en utilisant les valeurs renormalisées jusqu’a ce
point pour 'interaction ggf et la largeur de bande 2A¢/7. 1l y a ici un pro-
bléme pratique qui se pose. L’expression (5.10) pour I'intégrale de & dans le
calcul de la bulle particule-trou n’est valable que si la largeur de bande est
beaucoup plus grande que ¢, . Afin de limiter le temps de calcul numérique,
nous avons donc plutét fait le calcul d’optimisation en gardant la largeur
de bande grande et avec une interaction ggp A “typique”, déterminée par le

critére suivant : ggfp 4 injectée dans le critére de Stonder, a ', =0=1V,
devait donner la méme température critique 7° que le groupe de renorma-

lisation & partir de l'interaction nue §g. Les variations de (};’th avec ght4

sont relativement importantes. Nous ne pouvons donc pas étre siirs d’obte-
nir la valeur vraiment optimale avec notre procédure. Au pire, ceci ferait que
nous sous-estimerions les fluctuations de spin. Comme ces fluctuations sont
a lorigine de toutes les phases ordonnées que nous trouvons, le diagramme
de phases ne devrait pas en étre modifié qualitativement.

Le vecteur de meilleur emboitement dépend également de la température,
comme dans le cas d’une seule bande. Au vu des résultats de la section 4.2.2,
nous déterminons q;;ﬁr pour deux températures différentes : La température
“actuelle”, c’est & dire celle pour laquelle le flot de renormalisation sera cal-
culé, et la température T (la température critique si V=0 =/ ). Le choix
de (jgﬁt qui donne la température critique la plus élevée dans le calcul par re-
normalisation est retenu. Ce procédé est repété pour chaque paire de valeurs
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de V et de t/|. L’intérét de considérer un vecteur de meilleur emboitement
correspondant & une température plus grande que les déviations de I’emboi-
tement parfait est de mieux tenir compte de l'effet des fluctuations de spin
& des hautes échelles d’énergies A.

En ce qui concerne le canal de Cooper, nous utilisons toujours g¢| = 0,
pour la raison suivante : A faible V', on s’attend & un scénario similaire au
cas V = 0. On devrait donc obtenir des paires de Cooper avec vecteur d’onde
total nul dans la base d’ondes planes, ce qui correspond, dans la base propre
de Hyp, & des paires intrabandes toujours avec vecteur d’onde total nul. A
V fort, les deux bandes devraient se découpler, et 'appariement serait de
nouveau essentiellement intrabande avec q = 0. Le choix g¢| = 0 apparait
alors naturel dans les deux limites.

Nous avons vu dans la section 5.2 que pour les fluctuations de spin,
plusieurs vecteurs de modulations sont importants, q et (q + P), avec ¢, =
m/bou g, = 7/2b, et des composantes g différentes. Ces fluctuations vont en
général coexister, et il est bien possible que la supraconductivité soit générée
par différentes sortes de fluctuations de spin a la fois, ce qui va se refléter dans
le parametre d’ordre. Tout choix de gp| favorise certaines fluctuations de
spin par rapport a d’autres. Dans notre cas, cette approximation ne devrait
cependant pas changer les résultats fondamentalement. Les calculs en RPA,
ou nous avons traité tous les gp| sur un pied d’égalité, montrent qu'’il y a
toujours un type de fluctuations qui est dominant, ce qui ne peut étre que
renforcé par notre choix d’un gp| fixe. Le paramétre d’ordre supraconducteur
sera davantage déterminé par les fluctuations dominantes, qui sont bien prises
en compte dans nos calculs. La forme globale du paramétre d’ordre que nous
obtenons sera donc correcte. Pour connaitre sa structure fine, par contre, il
faudrait probablement tenir compte de plusieurs valeurs de gp| a la fois.

Fonctions de réponse

Les équations de renormalisation pour les fonctions de réponse sont les
suivantes. Pour les ondes de densité :

d
—zopa((PLL,mL), (PRL, MR);qL) =

dl
1 [dk
5/ 27:_ E /{BP(*;m,m,)ZODa((kL,m),(kL+q¢,m,);QL)X

X fa((kL + ql, m/)7 (pLJJ mL)v (kJJ m)7 (pRJJ mR))
+Bp(+;m,m")20pa((kL — qi,m'), (ki,m);q1)x

x Do ((ki,m), (pri.me), (ki —qi.m), (pri,mr))} ,
(5.17)
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d )=
dl —XODa QJ_7 q1

dk
/ - > (Bp(=imp,mg)za((kL,mp), (kL + ¢\, mg); q)) %

mrmpg
X zo((kyL,mr), (kL +q1,mR);qL) (5.18)
+B73(+, me, mL)Za((kL - QL mL)a (kLv mR)a qj_)x
X za((k1 — qi,mp), (ki,mgr);qL)) ,

ol @ = C (charge) ou o = S (spin). Pour ¢/, ¢, nous allons prendre toutes
les combinaisons de /b et 2m/bsi V est faible, et 7/2b et 37/2bsi V est fort.
On remarque que les équations de renormalisation pour les z sont diagonales
en ¢ . Dans ce schéma de zone réduite, le couplage entre les fluctuations a q
et (q + P) est pris en compte par le fait que les états (k,,m) qu'on somme
contiennent les ondes planes k1 et (ki + 7) a la fois.

Pour ’appariement :

dl —zsca((pri,mr), (PRI, MR);q1L) =

dk |
2 / o Z{Bc(—; m,m')zsca((kL,m), (kL +q1,m');q1)x

x To((=ki +qu,m), (kL,m), (pro,mr), (prL,MR))
+Be(+;m,m")zsca (kL + qi,m'), (ki,m);q1)x

x Do((ki,m), (=ki +qi,m), (pLo,mL), (PrL,MR))} ,
(5.19)

d
XSC’a (¢1,q10) =

dk
[ 5 Y (Belsmumezal(h,ma). (ks -+ dma)id)x
mrmpg
X za((kL,mr), (kL +q1,mR);qL)
+BC<+7 me, mL)ZOé((_kJ_ + qﬁ_a mL)7 (kJ_a mR)7 qj_))x
X za((=k1 4+ q1,mp), (kiL,mr);qL)) -
(5.20)

Comme dans le cas des ondes de densité, les fluctuations particule-particule
a q et (q+ P) sont couplées par I'intermédiaire des états (k,m). Ainsi, une
instabilité supraconductrice & q = 0 va en général en induire une 4 q = P.
Pour obtenir le diagramme de phases, nous calculons les susceptibilités
XoDc et Xops mentionnées plus haut, et xsc(0,0), xsc(0,P) et xsc(P,P)
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associées aux parameétres d’ordre singulet rsin k) b et cosk b (“d”), rsink, 2b
et cosk;2b (“g”) et cosk3b (“i”), ainsi que triplet sink, b (“p,”), sink, 2b
et rcosk b (“f”), et rcosk 2b (“h”).

L’échelle fermionique constitue un cas spécial trés important de systéme a
deux bandes. Nous faisons le lien entre les équations dérivées par Fabrizio [62]
pour une échelle, et les équations données ci-dessus, dans ’annexe F.

5.4 Le diagramme de phases

Le groupe de renormalisation donne le diagramme de phases de la Fig. 5.8.
On retrouve les deux phases onde de densité de spin qu’on avait déja trouvées
en RPA| celle & faible V', correspondant & 'emboitement interbandes, avec
q1L =7/bet gL =0, et celle a V fort, avec g, = £7/2b, qui vient de I’emboi-
tement intrabande. Les fluctuations de spin & V faible sont trés similaires &
celles du systéme a une bande et donnent lieu & une supraconductivité qui elle
aussi ressemble au cas V = 0 : 1l s’agit d’une supraconductivité de type “d”,
donc avec appariement entre chaines voisines. En analogie avec le systéme
& une bande, les fluctuations de spin intrabande de modulation transverse
7/2b générent une supraconductivité avec parameétre d’ordre Ay ~ cosk; 2b
(“g”), c’est a dire avec appariement entre chaines seconds-voisins. Dans cette
partie du diagramme de phases, V' est déja assez fort pour que 'unidime-
nionnalisation due au découplage des chaines premiers-voisins se fasse sentir,
de sorte que les instabilités sont repoussées vers des valeurs de V assez éle-
vées, et que les températures critiques dans ce régime sont trés faibles, voir
la section 5.4.1.

Nous avons souligné dans le chapitre 4 que nos résultats sont indépen-
dants de la discrétisation de la surface de Fermi si on prend un minimum de
M = 32 segments par feuillet de la surface de Fermi. Dans les calculs pour le
systéme a deux bandes, nous avons pris M = 16 par feuillet (donc le méme
nombre de segments dans la premiére zone de Brillouin que dans le cas d’une
bande). Il se trouve que les résultats pour le régime de V fort sont encore
sensibles a la discrétisation. On obtient la phase supraconductrice g pour
M = 16 et des interactions nues g; 2 = 0.8. Elle est supprimée pour M = 32
et g; = 0.8, mais réapparait si M = 32 et g; = 1.0. Pour bien définir la zone
de stabilité de cette phase, il faudrait alors passer & des discrétisations plus
élevées. Au vu des températures critiques dans cette partie du diagramme
de phases, qui sont trés faibles en comparaison aux résultats expérimentaux
(voir la section 5.4.1), nous n’avons pas poursuivi cette voie. En revanche,
nous avons vérifié que la phase supraconductrice d & V faible est trés peu
sensible & la discrétisation M au-dela de M = 16.

Si dans les paragraphes précédent, nous avons parlé de paramétres d’ordre
supraconducteurs “d’ ou “g”, ce n’était pas tout a fait correct. En réalité,
plusieurs composantes de Fourier sont superposées, pour deux raisons : Plu-
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F1G. 5.8 — Diagramme de phases du systéme avec deux bandes : Ondes de
densité de spin avec modulation ¢; = 7/b (triangles) ou ¢, = m/2b (carrés),
supraconductivité avec composante principale “d” (losanges) ou “g” (étoiles).
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Fi1Gg. 5.9 — Températures critiques selon le groupe de renormalisation, en
fonction de V/t| avec ', /t; = 0 (symboles foncés, ligne noire) et 0.024
(symboles gris, en pointillé). Les symboles pour les ondes de densité ceux
de la Fig. 5.8. La supraconductivité est & peine visible ici; voir plutot les
Figs. 5.10 et 5.11.
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F1G. 5.10 — Températures critiques en fonction de V/t,, pour V faible et
avec t', /t| = 0 (ligne noire), 0.024 (en pointillé) et 0.048. Symboles comme

a la Fig. 5.8.
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F1G. 5.11 — Températures critiques en fonction de V/t , pour V fort et
avec t'| /t; = 0 (ligne noire), 0.024 (en pointillé) et 0.048 (traits espacés).

Symboles comme a la Fig. 5.8.
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sieurs sortes de fluctuations de spin sont présentes, qui peuvent toutes mener
& un appariement particule-particule différent. De plus, les états de Bloch ne
sont plus des ondes planes; il n'y a donc plus de raison pour laquelle le pa-
ramétre d’ordre correspondrait & une simple fonction trigonométrique. Nous
allons examiner les divers paramétres d’ordres rencontrés dans le systéme a
deux bandes plus en détail aux sections 5.4.2 et 5.4.3, apreés avoir discuté des
températures de transition vers ces phases ordonnées a la section 5.4.1.

Remarquons encore un détail sur la Fig. 5.8 : la phase supraconductrice
pour V faible ne s’étend pas jusqu’a /| = 0. L’explication est la suivante :
On peut frustrer les fluctuations de spin, soit avec t/, , ce qui nuit a la qualité
de I’emboitement, soit avec V, comme discuté plus haut. Mais V frustre
également la supraconductivité d, puisqu’elle correspond & un appariement
sur chaines premiers-voisins. Pour obtenir de la supraconductivité, il faut
alors que la phase onde de densité de spin soit déja supprimée a des valeurs
de V qui lui permettent encore de se développer. L.’emboitement ne doit donc
pas étre trop bon.

5.4.1 Températures critiques

Les températures critiques dans le régime de potentiel anionique V' faible
sont du méme ordre de grandeur que dans le cas d’une seule bande (sec-
tion 4.2.1) : pour 'onde de densité de spin, les températures critiques sont
de l'ordre d’une dizaine de kelvins, et nous trouvons de la supraconductivité
pour des températures légérement inférieures & 1K, ce qui est en assez bon
accord avec les résultats expérimentaux sur (TMTSF)2ClOy4. Par contre, les
températures de transition pour V fort sont trés basses : inférieures 4 2K pour
la phase onde de densité de spin, et encore un ordre de grandeur en-dessous
pour la supraconductivité. Ceci vient de I'unidimensionnalisation due au po-
tentiel anionique : Le saut interchaines ¢, est frustré par V. Nous avons vu
dans la section 2.4.2 que ceci méne a une chute de la température 7,1 de
passage dimensionnel, qui décroit proportionnellement a ti /V. Cette chute
se reflete dans le comportement des températures critiques. Nous avons vé-
rifié que, pour les trés grandes valeurs de V', la température critique décroit
d’une facon similaire. Ce scénario va cependant étre modifié par deux effets :
le saut ¢/, sur les chaines seconds-voisins n’est pas affecté par V et présente
donc une limite inférieure pour T,1. De plus, jusqu’ici, nous nous sommes
focalisés sur le passage dimensionnel ¢ une particule seulement. 11 y a cepen-
dant aussi la possibilité d’un passage dimensionnel “4 deux particules” [30] :
sous certaines condictions, des fluctuations intrachaine peuvent se propager
plus facilement d’une chaine & I’autre que les particules toutes seules, et ainsi
donner lieu & un ordre & grande distance sans qu’il y ait eu de déconfinement
4 une particule. Bien que la possibilité d’un passage dimensionnel & deux
particule soit tout & fait pris en compte par le groupe de renormalisation, il
serait intéressant d’étudier plus explicitement ’effet du potentiel anionique
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sur ce mécanisme.

Finalement, on note le role différent que joue ¢/, dans les deux parties du
diagramme de phases. Dans la partie interbande (V faible), ¢/, nuit a I'em-
boitement et supprime ainsi les fluctuations particule-trou. Pour V fort, ',
n’affecte pas 'emboitement intrabande, mais rend le systéme plus bidimen-
sionnel. Ici, les températures critiques augmentent donc avec ¢/, (Fig. 5.11).

5.4.2 V faible
Onde de densité

La Fig. 5.12 montre le comportement en fonction de la température des
susceptibilités associées aux fluctuations de spin xs(q,q), xs(q,q + P) et
xs(a+ P,q+ P), avec ¢; = 7/b, dans le régime onde de densité de spin.
On voit que toutes les trois divergent au méme moment, en accord avec le
résultat de la RPA (section 5.2). Les susceptibilités associées aux fluctuations
de charge et a la supraconductivité restent petites.
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F1G. 5.12 — Susceptibilités en fonction de la température pour ¢, /t; =
0.024, V/t; = 0.34 : Onde de densité de spin avec modulation ¢, = 7/b
(triangles noirs) ou ¢, = 0 (gris clair), et la susceptibilité de spin non-
diagonale x(q,q + P) (gris foncé).

La Fig. 5.13 montre la dépendance en k; du vertex I'g juste avant la
divergence dans la base des ondes planes (en “zone étendue”), et la Fig. 5.14
dans la base propre de Hy (en “zone réduite”) pour le cas o toutes les par-
ticules se trouvent dans la bande inférieure m = —. Pour V faible, 'image
obtenue pour la bande m = + est identique. Tous les résultats numériques
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discutés dans cette section sont obtenus avec une discrétisation en 16 seg-
ments par feuillet de la surface de Fermi, c’est & dire 64 segments dans la
premiére zone de Brillouin, comme dans le cas & une bande (chapitre 4);
pour les images de I'(k, ) seulement, nous avons utilisé une résolution de 32
segments par feuillet.

La Fig. 5.13 est trés similaire & son pendant & V = 0, Fig. 4.4. La
Fig. 5.14 correspond grosso modo au carré [—m/2b, w/2b] x [—m/2b, w/2b] sur
la Fig. 5.13. Mais comme la transformation (5.13) mélange les états k; et
(ki +7/b), on voit, & k', = —k, en zone réduite, 'image du fossé qui se
trouve, en zone étendue, le long de la ligne k| = —k; + w/b. Leffet de
cette superposition est maximal quand %k, k' se trouvent au bord de la
zone, comme c’est déja le cas pour les valeurs de départ, voir par exemple la
Fig. 5.5. Ceci se comprend aisément & partir des équations (5.13) et (5.2) a
(5.4), en tenant compte du fait que V est encore assez faible par rapport a
2t | . Il peut apparaitre surprenant qu’on ne voit plus le fossé original dans
la Fig. 5.14, qui devrait bien sfir apparaitre aux coins k; = k| = £3;. Ceci
vient de la discrétisation. Dans les calculs pour le systéme & une seule bande,
les M segments étaient centrés sur, et représentés par, les points n2w/Mb.
Ainsi, /b représentait I’ensemble de points [~ 7, — 7+ 15 [U[F — 175> 5 [ Pour
le systéme a deux bandes, nous étions obligés de décaler tous les segments
d’une demie largeur afin d’éviter des problémes liés a la “discontinuité” (5.5).
Il n’y a donc plus de point exactement au bord de la premiére zone de
Brillouin.

Supraconductivité

Sur la Fig. 5.15 on voit la dépendance en température de plusieurs sus-
ceptibilités dans la partie “supraconductivité d’ du diagramme de phases.
Les fluctuations de spin sont encore fortes, mais ne divergent pas. Plusieurs
susceptibilités associées a différents parameétres d’ordre supraconducteurs di-
vergent ensemble, le paramétre “d” — Ay o cos k| b, appariement sur chaines
premiers-voisins — étant dominant, mais suivi de prés par I’appariement en
sin k| 2b et cos k| 3b. Tous les trois viennent des fluctuations de spin inter-
bandes (q ~ Qq), voir les sections 2.3.2, 4.2.1 et 4.3.2. De plus, il y a des
fluctuations de paires correspondant a Ay o cos k) 2b, avec vecteur d’onde
transverse total gc; = /b au lieu de 0, qui sont trés faibles, mais se mettent
également & diverger prés de T,.. De telles fluctuations peuvent avoir deux
origines différentes : Dans la section 2.3.2, nous avons vu que des fluctua-
tions de spin & gp | = 7/b générent des interactions attractives dans le canal
de Cooper pour des paires singulet de moment total 0 qui correspondent a
un paramétre d’ordre de la forme coslk’ b pour ! impair. Les termes avec
[ pair sont répulsifs. Si on fait le méme calcul pour des paires de Cooper
de moment total 7/b, les termes pairs deviennent attractifs. Si V' = 0, la
bulle particule-particule est trop faible pour que cette attraction puisse me-
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ner & une transition de phase. Ceci est différent pour le cas de V fini, ol les
corrélations & gc; = 7/b sont couplées a celles, divergentes, a g = 0.

AAAA
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logx| 2+ ¢
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F1G. 5.15 — Susceptibilités en fonction de la température pour ¢/, /t | = 0.024,
V/t, = 0.36, soit dans le régime de la supraconductivité : onde de densité
de spin avec modulation ¢; = 7/b (triangles), et supraconductivité avec
moment total ¢ = 0 et Ay, o cosk b (“d’, losanges clairs), ¢ = 0 et
Ay, ocr sin2k, b (étoiles clair), g = 0 et Ay, o< cos 3k b (losanges foncés),
et ¢ =m/bet Ay, o cos2k b (étoiles gris). Toutes les autres susceptibilités
calculées (voir texte) restent petites.

Alternativement, les fluctuations de paires correspondant 4 un paramétre
d’ordre g, c’est a dire Ag o< cos k| 2b, pourraient provenir des fluctuations de
spin & ¢p; = m/2b, qui viennent de I'emboitement intrabande. Par contre,
celles-ci devraient davantage se développer & gc; = 0. Il est cependant pos-
sible que les corrélations particule-particule de type ¢ avec moment total
transverse gc; = 0 soient tout a fait présentes en réalité, quoique pas dans
nos calculs parce que nous fixons, & V faible, le transfert de vecteur d’onde
dans la direction paralléle gp| & une valeur peu avantageuse pour des fluc-
tuations de spin intrabande, voir la section 5.3.2.

Le fait que plusieurs susceptibilités associées a différents paramétres
d’ordre supraconducteurs divergent ensemble, contrairement au cas d’une
bande, s’explique par le fait que le vrai paramétre d’ordre, décomposé en
ondes planes, contient plein d’harmoniques, comme nous I’avons discuté plus
haut, au début de la section 5.4.

Afin de trouver la forme orbitale du paramétre d’ordre, considérons la
dépendance en k| de l'interaction effective de basse énergie. Nous avons vu
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FIG. 5.16 — Le vertex —T's(k,, —k', —k, k) dans la base des ondes planes
pour ', /t| =0.024 et V/t; = 0.37, juste avant la divergence.
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FiG. 5.17 — Le vertex —T's(k,, K/, —k,,k,) dans la base propre de Hy
avec toutes les particules dans la bande m = —, pour #/| /t; = 0.024 et
V/t, = 0.37 (régime supraconducteur), juste avant la divergence. Le contour
le plus extérieur (en pointillé) marque la ligne de nceuds. L'image obtenue
pour la bande m = + est identique.
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dans la section 4.2.1 que sa forme peut indiquer celle du paramétre d’ordre
supraconducteur. Juste avant la divergence, le vertex I's prend une forme
qui, dans la base propre de Hy, rappelle un cosinus,

C((m' K, (m',—K)),(m,~k1),(m,k1)) o m'mcosk’ bcosk, b,

voir par exemple la Fig. 5.17. La représentation de I' sur la base d’ondes
planes, Fig. 5.16, donne un résultat similaire. Le paramétre d’ordre supra-
conducteur est donc essentiellement de type “d”. (La représentation du pa-
ramétre d’ordre “d” sur la base d’onde planes et sur la base propre de Hy,
section 5.3.1, ne change pas beaucoup de forme pour de faibles valeurs de
V, voir la Fig. 5.7.) Contrairement a une supraconductivité purement “d”,
les nceuds du paramétre d’ordre auquel nous avons affaire ici ne se trouvent
cependant plus & +7/2b, mais légérement plus & lintérieur de la premiére
zone de Brillouin. On est tenté d’expliquer cet effet par une superposition
des deux modes de Fourier cosk b (d) et cosk,2b (g). La Fig. 5.18 montre
cependant que ’accord n’est pas trés bon. De plus, selon le comportement
des susceptibilités, la composante g & gc; = 0 ne joue pas de réle, dans nos
calculs du moins, et 'accord avec une superposition d + g(gc. = m/b) est
encore pire. La forme de I'g(m, k), et donc du paramétre d’ordre supracon-
ducteur, aux endroits ol sa partie principale d est faible, ¢’est & dire prés de
+7/2b, reste alors a expliquer.
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F1G. 5.18 — Coupe transverse de la surface Fig. 5.17 a &/, = 0, en comparaison
a la superposition o« z(sq)(m = —;q1 = 0) + 0.32 X 25 oy (m = —; ¢ = 0).

L’aspect le plus surprenant de ce résultat pour le paramétre d’ordre est
le fait qu’il y aurait bien une possibilité d’enlever les nceuds. En présence du
potentiel anionique, les noeuds sur la surface de Fermi d’un paramétre d’ordre
supraconducteur de type d n’ont plus lieu d’étre, puisque le gap d’anions
s’ouvre exactement aux positions de ces nceuds, voir la Fig. 2.16. En effet,
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comme le montre la Fig. 5.7, une superposition d’une supraconductivité d,
soit avec une composante indépendante de k| (en ondes planes), soit avec
un ordre de type g (avec le bon signe), aurait donné un gap fini tout le
long de la surface de Fermi, avec des changements de signe uniquement aux
moments oil on passe d’une bande a ’autre. On s’attendrait & ce qu'une telle
solution soit plus favorable en énergie de condensation. Apparemment, les
interactions présentes ne permettent pas un appariement aussi favorable.

La structure fine du paramétre d’ordre Ay est directement liée & la forme
de l'interaction effective a basse énergie dans le canal de Cooper. Cette der-
niére résulte des fluctuations de spin générées a plus haute énergie. Dans
notre approche, seules les fluctuations dominantes & gp, = m/b sont prises
en compte par suite du choix de ¢gp|. Les fluctuations & gp; = 7/2b sont
elles essentiellement ignorées. Il est possible que notre description approchée
des fluctuations de spin, et par conséquent de I'interaction effective & basse
énergie dans le canal de Cooper, ne permette pas de rendre compte avec pré-
cision de la forme de Ay. Il serait donc trés intéressant d’examiner si la prise
en compte de plusieurs transferts de vecteur d’onde paralléles gp| différents
a la fois n’aurait pas d’effet sur ’existence ou non de noeuds dans le gap
supraconducteur, en présence de ’ordre anionique.
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5.4.3 V fort
Onde de densité

Pour ¢, = 7/2b, (q+P), = 37w/2b est équivalent & —q, , de sorte que les
susceptibilités de spin xs(q,q) et xs(q+ P, q+ P) sont identiques. Dans le
régime onde de densité & fort potentiel anionique, elles suivent donc exacte-
ment la méme courbe (Fig. 5.20). De fagon remarquable, ceci est également
vrai pour la susceptibilité non diagonale xs(q,q + P). Les autres suscepti-
bilités sont négligeables dans ce régime. La Fig. 5.19 montre que nous avons
bien affaire & une onde de densité de période doublée par rapport au cas
sans ordre anionique. La comparaison des Figs. 5.21 et 5.22 met en évidence
le fait qu’il s’agit d’une instabilité intrabande dans la bande m = — : les
vertex avec toutes les particules dans la bande m = + divergent beaucoup
moins fortement. Ceci est dii au fait que nous ne prenons en compte qu’une
seule valeur de gp|| — ici visiblement celle qui correspond a I'instabilité dans
la bande m = —. En réalité, il y a aussi une instabilité dans la bande m = +,
qui est indépendante de la premiére.
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F1G. 5.19 — Le vertex —fs(k‘ﬁ_, —FK|,—ky, k1) dans la base des ondes planes
pour ¢/ /t| =0.024 et V/t| = 2.94, juste avant la divergence qui correspond

a la transition vers une phase onde de densité de spin.
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F1G. 5.20 — Susceptibilités en fonction de la température pour t', /t | = 0.024,
V/t, = 2.94 : onde de densité de spin avec modulation g, = 7/2b (carrés), et
supraconductivité “g” (Ag, o cos2k,b) avec moment total ¢; = 0 (étoiles
claires), q; = /b (gris foncé), et la susceptibilité non diagonale qui couple

ces deux derniéres (gris clair).
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Fic. 5.21 - Le vertex —T's(k,, k' ,—k, k1) dans la base propre de Hy
avec toutes les particules dans la bande m = —, pour /| /t; = 0.024 et
V/t, = 2.94, soit dans le régime onde de densité de spin.
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FI1G. 5.22 — Le vertex —I'g(k/,, — ', —ki,k1) dans la base propre de Hy
avec toutes les particules dans la bande m = +, pour t/| /t; = 0.024 et
V/t, = 2.94 (onde de densité de spin).
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FI1G. 5.23 — Le vertex —f‘s(ki, —K|,—ky, k1) dans la base des ondes planes
pour ', /t| =0.024 et V/t| = 2.90, c’est a dire dans le régime de la supra-
conductivité g.
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FIG. 5.24 — Le vertex —fg(k:j_,—k:j_, —ki,k,) dans la base propre de Hy
avec toutes les particules dans la bande m = —, pour /| /t; = 0.024 et
V/t, = 2.90 (régime supraconducteur).
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Supraconductivité

Les fluctuations de spin avec de période 2b restreintes & une bande in-
duisent aussi de la supraconductivité comme dans un systéme & une bande,
mais seulement avec appariement sur chaines distantes de 2b, comme le
confirment les Figs. 5.23 et 5.24. Comme les trois susceptibilités associées
X5cg(0,0), xscqg(0,P) et xscq(P,P) sont couplées, elles divergent toutes
au méme moment, voir la Fig. 5.25. Des fluctuations de type d sont aussi
présentes. Comme ces derniéres fluctuations viennent des corrélations de spin
interbande, elles sont désavantagées dans nos calculs et risquent d’étre plus
importantes en réalité, voir la discussion analogue pour les fluctuations de
type g dans le cas de V faible, section 5.4.2.

s B B B
3 [ [ ]
25 | ]
21 %
llog x| 1.5
1 Ai(i%%
W%
05 I * ¥ ¥
0 W % ;/( V] o
* *
0.001 0.002 0.003
T/t,

F1G. 5.25 — Susceptibilités en fonction de la température pour ¢/, /t | = 0.024,
V/t1 = 2.90 : onde de densité de spin avec modulation g, = 7/2b (carrés), et
supraconductivité “¢g” (Ag, o cos2k,b) avec moment total ¢, = 0 (étoiles
claires), ¢; = m/b (gris foncé), et la susceptibilité non diagonale qui couple
ces deux derniéres (gris clair). Plus les susceptibilité correspondant & Ay, o
cosk b (“d”, losanges clairs) et Ay, o cos 3k b (losanges gris), toujours avec
q. =0.

Dans ce régime, les fluctuations de spin restent importantes. La Fig. 5.25
montre qu’elles présentent méme un maximum & une température 7 > T
comme c’est le cas pour la susceptibilité de spin d’'un systéme unidimension-
nel sans interactions, Xg(ZkF +q¢T), G #0, voir la Fig. 3.7.
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5.5 Conclusions

Nous avons étudié les propriétés électroniques de basse température d’un
conducteur quasi-unidimensionnel en présence d’un potentiel périodique trans-
verse, comme il en est créé un dans (TMTSF)2ClO4par 'ordre orientationnel
des anions.

Le potentiel anionique divise la bande de conduction en deux. Les nou-
veaux états de Bloch sont des superpositions d’ondes avec modulations trans-
verses k| et (k) +m/b). Le fait que la maille élémentaire contienne deux sites
méne alors au couplage des instabilités & vecteurs d’onde q et (q + P), ou
P = (0,7/b). Les différents feuillets de la surface de Fermi s’emboitent de
trois fagons différentes. Il y a I’emboitement interbandes avec transfert de
vecteur d’onde Qg si le potentiel anionique V' est faible, et deux possibilités
d’emboitement intrabande avec Q4 si V est fort. Les fluctuations de spin
associées & ces symétries d’emboitement générent des corrélations particule-
particule différentes, qui se superposent pour donner des paramétres d’ordre
supraconducteurs non triviaux. Pour V faible, le parameétre d’ordre est si-
milaire a celui d’un appariement d; pour V fort, la supraconductivité est
essentiellement de type g.

On comprend bien les résultats pour V fort. Contrairement & la RPA, le
groupe de renormalisation montre que, a cause des effets unidimensionnels
importants, les températures de transition dans ce régime sont trés faibles
en comparaison avec les expériences sur (TMTSF),ClO4. La phase supra-
conductrice observée dans ce matériau, en présence de ’ordre anionique,
correspond donc plutdt a celle que nous trouvons pour un potentiel anio-
nique plus faible, V' < ¢, en accord avec d’autres estimations de la valeur

de V| voir le chapitre 2. Dans ce régime, les températures critiques sont en
effet du méme ordre de grandeur que celles observées expérimentalement, et
pour la supraconductivité, et pour ’onde de densité de spin que 1'on obtient
quand on trempe ce matériau, ce qui réduit le potentiel V. Cet effet est
également bien en accord avec le diagramme de phases de la Fig. 5.8. On
ne peut cependant pas vraiment identifier 'axe V der cette figure avec le
taux de refroidissement, vu qu'une trempe ne réduit pas seulement V', mais
produit un potentiel désordonné & sa place.

A V faible, nous trouvons une supraconductivité singulet non conven-
tionnelle, avec des paires de Cooper de moment total 0 ou P. La forme
orbitale du paramétre d’ordre est essentiellement celle d’une supraconduc-
tivité d, mais d’autres harmoniques sont présentes également. Par rapport
4 une supraconductivité de type purement d, le paramétre d’ordre présente
des nceuds additionnels au niveau de Fermi, ce qui est surprenant du point
de vue énergétique, et en désaccord avec les mesures du transport de chaleur
dans (TMTSF)2ClOyde Belin et Behnia [15], qui semblent indiquer un gap
d’énergie fini partout. Il est probable que la détermination de Ay au voisi-
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nage de k| = &4; (ol la composante principale d s’annulle) aille au-dela de
nos approximations.
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Chapitre 6

Conclusions et Perspectives

Nous avons étudié les instabilités de basse température dans les sels de
Bechgaard, a I’aide du groupe de renormalisation a deux dimensions. Cette
méthode permet de prendre en considération & la fois les effets de ’anisotro-
pie, des propriétés d’emboitement de la surface de Fermi et des interactions
entre les corrélations particule-particule et particule-trou. Ainsi, nous avons
pu voir les différents régimes de dimensionnalité, et les transitions vers les
phases ordonnées de type onde de densité ou supraconductrice.

Rappelons d’abord le cas “standard”, avec une seule bande au niveau de
Fermi, correspondant au composé (TMTSF),PFg. Pour une interaction pu-
rement locale, on obtient successivement les phases onde de densité de spin,
supraconductivité singulet de symétrie orbitale d, et métallique, pour un em-
boitement de moins en moins bon. Si on ajoute une interaction de portée
finie, on obtient deux résultats différents selon que l’interaction de portée
finie concerne la diffusion vers I'avant (g2 ,n) ou vers l'arriére (g1 ny,). Dans
le premier cas, la supraconductivité d, qui correspond a un appariement sur
chaines premiers-voisins, s’efface devant un appariement sur chaines seconds-
voisins, et la phase supraconductrice associée est plus facilement supprimée
par un mauvais emboitement que dans le cas avec interaction purement lo-
cale. Si on ajoute l'interaction de portée finie uniquement & U'interaction g1,
la supraconductivité singulet d est peu & peu remplacée par un paramétre
d’ordre triplet de symétrie orbitale f, et pour une interaction premiers-voisins
suffisamment forte, I’onde de densité de spin devient une onde de densité de
charge. Il serait souhaitable d’étudier I'effet combiné des interactions pre-
miers voisins pour g; et g2 a la fois, et de mettre les paramétres g1, g2, g1,nn
et g2 nn en relation avec les interactions présentes dans les sels de Bechgaard
[10, 60, 7, 172, 8, 58, 24, 9, 168, 147, 128|. La fenétre de valeurs de g1 nn
pour lesquelles on obtient, et de la supraconductivité triplet, et une onde
de densité de spin, est assez petite. Il serait cependant intéressant d’exa-
miner, & I'aide du groupe de renormalisation, si des interactions premiers
voisins intrachaine ont un effet similaire & celui des interactions interchaines
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[114, 145], ce qui pourrait élargir la partie triplet du diagramme de phases.
Il en est de méme pour une interaction dépendant du spin [78]. Une autre
question ouverte dans ce contexte est s’il peut y avoir coexistence des su-
praconductivités singulet et triplet, question qu’on pourrait aborder a 'aide
d’un développement de Ginzburg-Landau & partir des résultats du groupe
de renormalisation [48].

Ensuite, nous avons étudié I'effet d’un potentiel anionique, comme dans
(TMTSF)2ClOy, ou est présent un tel potentiel dans 'état relaxé. L’ordre
anionique divise la bande de conduction en deux. Les nouveaux états de
Bloch sont des superpositions d’ondes de modulations transverses k| et
(k1 +7/b). Le fait que la maille élémentaire contienne deux sites méne alors
au couplage des instabilités de vecteurs d’onde q et (q+P), ou P = (0, 7/b).
Les différents feuillets de la surface de Fermi s’emboitent de trois fagons dif-
férentes. 11 y a 'emboitement interbandes avec transfert de vecteur d’onde
Qo, quand le potentiel anionique V est faible, et deux possibilités d’em-
boitement intrabande avec Qi, quand V est fort. Les fluctuations de spin
associées a ces symétries d’emboitement générent des corrélations particule-
particule différentes, qui se superposent pour donner des paramétres d’ordre
supraconducteurs non triviaux. Dans les deux cas, nous trouvons une supra-
conductivité singulet, avec des paires de Cooper de moment total 0 ou P.
A V fort, la forme orbitale du paramétre d’ordre est essentiellement celle
d’une supraconductivité g, mais d’autres harmoniques sont présentes égale-
ment. A V faible, le paramétre d’ordre est similaire & celui d’un appariement
d, également mélangé avec des harmoniques plus élevées. Afin d’éclaircir la
question de l’existence ou non de nceuds dans le gap d’énergie de 1’état su-
praconducteur, il semble important de prendre en compte plus exactement
la dépendance en ¢ de l'interaction. Un travail dans ce sens est en cours,
d’abord pour le cas plus simple de fermions sur une échelle [142].

D’autres extensions possibles et intéressantes de ce travail seraient la
prise en compte de la dimérisation selon la direction paralleéle aux chaines,
par inclusion de processus Umklapp [48], et des interactions entre électrons
de chaines premiers-voisins pour le systéme & deux bandes, afin de voir §’il
y a également une phase triplet en présence de ’ordre anionique. Un projet
beaucoup plus difficile serait d’étudier les effets du désordre dans ces sys-
témes [55], en particulier afin de pouvoir comparer les résultats du groupe
de renormalisation aux expériences sur l'effet du taux de refroidissement sur
la supraconductivité dans (TMTSF),Cl04[73, 187, 106]. La phase normale
dans le régime bidimensionnel peut aussi étre étudiée a ’aide du groupe de
renormalisation, voir [51, 125| et références y inclues, et [201, 98, 109, 160].
Il y a notamment des questions ouvertes sur la renormalisation de la surface
de Fermi par les interactions [18, 61, 62, 85, 112, 100, 54, 141, 126, 119]. 11 y
a également des efforts pour développer une théorie de groupe de renormali-
sation qui permettrait d’inclure les phases ordonnées [141, 5], contrairement
a notre approche qui ne peut pas aller au-dela de T,. Un systéme similaire
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qui présente aussi deux bandes au niveau de Fermi est donné par les échelles
couplées [111, 82|, on, au lieu d’un potentiel additionnel, la dimérisation en
direction transverse vient de deux intégrales de transfert entre premiers voi-
sins t 11 # t19 qui alternent. Vu la physique trés riche d’une échelle simple,
il serait trés intéressant de voir les effets des propriétés d’emboitement sur
ces sytémes.

Du c6té expérimental, nos résultats montrent que le diagramme de phases
de systémes avec et sans potentiel anionique sont trés différents, en particulier
en ce qui concerne les paramétres d’ordre supraconducteurs. Il est donc bien
possible que la méme expérience, appliquée une fois & la supraconductivité
dans (TMTSF),PFg et une fois & celle dans (TMTSF),ClOy4, donne des
résultats différents. Il serait par exemple extrémement intéressant de voir si
les expériences sur le transport de chaleur indiqueraient pour (TMTSF),PFg,
contrairement a (TMTSF)2ClOy, existence de nceuds dans le gap. Si ceci
n’est pas le cas, il faudrait revenir & la proposition d’Abrikosov [1] d’une
supraconductivité de symétrie pj, avec une ligne de nceuds pour k£ = 0 et
donc bien loin de toute surface de Fermi, indépendamment de la présence ou
non d’un potentiel anionique périodique. Shimahara [178] a indiqué qu’un tel
appariement peut étre généré par les fluctuations de spin, méme s’il devrait
étre dominé par un appariement singulet.

Dans le méme article, Shimahara discute la possibilité d'un changement
de paramétre d’ordre supraconducteur sous champ magnétique. Les fluctua-
tions de spin donnent a priori lieu & des corrélations triplet ainsi que singulet,
mais favorisent les paires singulet. Une fois la supraconductivité singulet sup-
primée, 'appariement triplet prendrait la place [178]. (Alternativement, 1’ap-
pariement & moment total nul pourrait étre remplacé par un appariement
singulet de type FFLO.) La présence d’une interaction interchaines gi nn
renforce les fluctuations triplet et rend un tel mécanisme encore plus pro-
bable. Il serait important de voir si des traces d’une telle transition peuvent
étre observées expérimentalement. Il n’est pas évident de faire ces observa-
tions, s’il y a coexistence des phases. Si par contre il y avait une transition
singulet-triplet pour une valeur du champ précise, ce serait forcément une
transition du premier ordre, qui devrait donc se voir dans le comportement
de grandeurs thermodynamiques comme par exemple la chaleur spécifique.
Une question similaire se pose, au vu des résultats du groupe de renormali-
sation pour g1 nn 7# 0, & propos des effets de la pression hydrostatique. Nos
calculs indiquent la possibilité d’une transition singulet-triplet quand la qua-
lité de ’emboitement diminue. S’il n’y a pas coexistence des deux parameétres
d’ordre singulet et triplet, on devrait pouvoir observer une transition du pre-
mier ordre entre les deux & une certaine pression critique. Alternativement,
la phase supraconductrice pourrait étre triplet partout, mais dans ce cas on
s’attendrait, selon les résultats du groupe de renormalisation, & une onde de
densité de charge plutot que de spin au voisinage de la supraconductivité.
Les expériences de diffusion de rayons X montrent que les deux types d’ondes
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de densité sont superposés dans (TMTSF),PFg[153, 152]. Par une étude si-
milaire, mais sous différentes pressions, on pourrait vérifier si la précence
d’onde de densité de charge est renforcée quand la pression augmente. Ce
serait un test intéressant du scénario qu’évoque le groupe de renormalisation.
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Annexe A
Spin

A.1 Paramétrisation de l'interaction en fonction du
spin des particules

La dépendance de l'interaction par rapport aux spins électroniques peut
étre paramétrisée de plusieurs fagons. Dans cet annexe, nous allons mettre
ces différentes représentations en relation. Nous allons essentiellement suivre
Giamarchi et Schulz [78], mais dans un cadre moins général et donc plus

simple.
La partie du Hamiltonien décrivant I’interaction s’écrit comme suit :
1 1
H = 7 % 2. Ok 43¢y ey 41 (K5 05) 0l sl s Chaa oy (A1)

kjo;

1
= N Z 5k/1+k/2,k1+k2.g(kj’ O-])RIT(/l /LIT(I /LkQO'QRklo'l (AZ)

(N le nombre total de sites), ou, dans la deuxiéme ligne, nous avons négligé
les couplages entre les électrons se déplagant dans la méme direction, et nous
avons fixé

k>0, k<0 (A.3)
Pour simplifier la notation, nous ne spécifions pas I’appartenance a une cer-
taine bande dans cette section. Comme w est antisymétrique par rapport &

I’échange des deux particules entrantes ou sortantes,
w(1,2,2,1) = —w(2',1,2,1) = w(2/,1',1,2), (A4)

on a

g( /170-11; 2,0'2,1{2,0'271{1,0'1)—'11)( /170-,1; 27027k27027k1701) . (A5)

Comme dans I'argument de la fonction g, nous avons fixé les signes des k)
(équation (A.3)), il n’y a en général pas de relation similaire & (A.4) pour

les g.
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Hj se décompose de la facon suivante :

Z Hspin( /1,1{,2,1{2,1{1 = ,1 + k,2 - k2) ) (A6)
K’ K, ko
avec
Hyim= Y (c}ch| Aloio) RL,l U,lLL,QoéLkakm : (A7)
ojohoo0

En général, Hy,;,,, A, aussi bien que les g; qui seront définis dans la suite, sont
toujours des fonctions des k;, k. (On gardera toujours ordre (1’,2',2,1)!)
Les interactions que nous allons traiter ne changent pas les directions de
spin, et elles sont invariantes par renversement du temps et par parité. Sous
ces conditions, la matrice A, dans la base {|11),]11),]11),]l])}, est donnée
par

g” 0 0 0

0 921 g1 O
A = . A8
I 0 g1 g21 O (A.8)

0 0 0 g||

Afin d’étudier le comportement des paramétres g; lors d’une rotation
dans ’espace des spins, nous passons & une base singulet-triplet,

|s) = (!Tl> 1L1)

Sl -

tz) = (ITT> [L1)

%\

1
t) = —=(1M+
|ty) \/5 (11 + 111)
tz) = —=(TH -+
|t2) \f (T +11)-
Dans cette base, A s’écrit
g21—9g91 0 0 0
_ 0 g 0 0
Ase = 0 0 g 0
0 0 0 g21+91

Une rotation dans ’espace des spins ne va rien changer dans le sous-espace
singulet, go1 — g1 est donc invariant par rotation. Dans ’espace triplet, au
contraire, les constantes g et g21 + g1 vont étre mélangées. Pour assurer
une interaction invariante par rapport aux transformations SU(2) (rotations
des spins), nous sommes alors obligés d’imposer que

9] =921 +9gu1. (A.9)
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En introduisant les opérateurs de création et d’annihilation de paires
d’électrons,

Oa(k7 q) = Z Ta(—(/)lo)—L—k—&-q,U’Rk,U )

(s)

Toro =005/ g
Tgi) — 06y (A.10)
70 = by,
705 =0oto
et les paramétres d’interaction [30]
gs = 9L—G21, (A.11)
g = —91—921, (A12)

on peut réécrire Hyy;, de la facon suivante,

Hspin = - Js Ol (k/a q)OS(k, q) + gt Z OI]- (k/7 q)Otj (k7 q) )

J=x,y,2

1
2

si l'on pose k = k;, k' = k!, q = k; + k.
Alternativement, nous pouvons définir des opérateurs liés aux dégrés de
liberté de charge et de spin, oc et og;, respectivement :

oalk,q) =Y 0V LL_ . Rico. (A.13)
g o
ot 0(©) est la matrice identité dans C2, et les 0(5i) sont les matrices de Pauli.

Les couplages correspondants sont définis par [30]

gc = 921 +291 , (A.14)
gs = g2l - (A.15)

Avec l'invariance SU(2), nous avons aussi gs = g — g1 (voir (A.9)), ce qui
nous permet d’écrire

1
Hopin = =35 | 90 ol (K, @)oo(k,a) + g5 Y of (K, a)os,(k,q) |,
J=z,y,2
(A.16)
ou l'on pose k = ki, k' =k, g =k] — ko.
En conclusion, pour des interactions invariantes SU(2), la fonction de
couplage g(k;,o;) dans (A.2) s’écrit des trois facons équivalentes suivantes
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([86] et réfs. ci-inclues) :

9(k;,05) = 9(Kj)00,0, 0050400102 (A.17)
+92J_(k )5010’150205501,—02 + gJ_(kj)(salaédaga’léUh—m
1
= _5 {gs(kj) (5010’15020é - 6010§50203> (A18)
+9gt (k]) <50'1Ji 5020"2 + 5010é 60203) }
1
e 5 { ( ) 50'/0'250'é0-1 + 95’ Z 0—0,10_20—0_10_1} (Alg)
a=z,y,z

A.2 Lien avec le modéle g-ologique

Les systémes unidimensionnels sont souvent décrits par un modéle dit
g-ologique [57, 179], avec

1
Hr=52.2. {(91”50—,0/ + 01100, -0/) Ry o L o Ry Ly
k; oo’
+(92||5o',0’ + gZJ_(SU,fU )Rk/ ULL/ a—/LkQU/Rklo'} 5k’ | +kb ko+k o
(A.20)

si on néglige les couplages entre les électrons se déplagant dans la méme
direction, qui seraient décrits par des paramétres g3 et g4. Récrivons les
équations (A 7) & (A.8) pour les comparer a la précédente :

- N Z Z {g”RT,ULk, Liyo B0

+ g2J_RT/ULL/27_ULk2,fURk1U (A'21)
—g1 R, ULL Rkl,—chkgcr} Ok 1K) ko tky -

Si on prend les g; indépendants des k;, on trouve que les go | dans (A.20) et
(A.21) sont les mémes, et qu’on peut identifier

—g91=g11. et g = g9 — 91 (A.22)

Un des paramétres g; peut alors étre fixé librement. D’habitude [179], on
choisit
go|| = g2l (A.23)

Notons cependant que le modéle g-ologique n’est pas restreint aux interac-
tions invariantes par rotations. Il se trouve que, I'identification (A.23) faite,
une telle invariance revient a identifier gy = g1 (cf. (A.9)), c’est & dire &
considérer les interactions comme indépendantes du spin.
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A.3 Lien avec le modéle de Hubbard

Dans le modéle de Hubbard, 'interaction est purement locale :

H[ :UanTnxl 5

ol 'opérateur ny, = cjmcxg compte le nombre d’électrons sur le site x avec
spin o. Aprés transformation de Fourier

1 .
k.
Cxo = \/N E e Fego
k

/
( 17017 270—27k270—2ak1701) U<5o"1(7150é02 _50’10250é01>

on obtient (A.1) avec

et donc
g =0, g21 =U, g1 =-U.

(Rappelons que nous négligeons les couplages entre les électrons se déplagant
dans la méme direction.) Ceci sera modifié lorsque l'on traitera plusieurs
bandes d’énergie.

A.4 Définition alternative de la paramétrisation
charge-spin
Les couplages g¢o et gg définis par les relations (A.13), (A.16) et (A.19)
correspondent & des composantes de Fourier q des densités de charge et de
spin pour lesquelles ¢ ~ 2]{:};‘[) . Dans la littérature, on trouve souvent des

couplages g, et g,, qui sont associés aux composantes de ces densités pour
lesquelles ¢ ~ 0. Avec

of(k,p) =Y o' R Rictpo

L

(et un o” correspondant), g,/, sont définis par

1
HSpin = *5 9p O ﬁ(k ) (k p) + 9o Z Oclr%]- (k,7p)0£j (ka *p)

J x7y7Z

(ou k =K, k' =k), p=k; —k}), de sorte que

1
05000 =~ {009 Btz ) 3 a5 .

a=x,y,z
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En utilisant (A.19) et (d’aprés [40])

(a
Z Uo 101 Oy Lo 50 0260'01 - 50/101505027

a= x?y7

nous trouvons

1 1
gp=—§(gc+3gs), 902—5(90—95)-

Les équations de renormalisation dans cette paramétrisation sont alors don-
nées par (3.19) avec

1/1 0 1(1 0
c_ = P _
=3 <0 3>’ “ =3 <0 3)’

1/0 1 1/0 1
c_1 P_
C“‘2(1—2)’ Co 2@ 9'
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Annexe B

Détails de la dérivation des
équations de renormalisation

B.1 Fonctions de Green pour le cas avec champs
bosoniques externes

Le couplage des fermions & des champs bosoniques externes h, intro-
duit des termes dans le Hamiltonien qui contiennent des nombres différents
d’opérateurs d’annihilation et de création. En présence de tels termes, les
coefficients dans le développement des fonctions génératrices (3.6) et (3.7)
deviennent

9 (K}, Kl Koy ooy K

m’ 1
! 0
=0 M sze T Gl (B.1)
3:1 K' j=m JE=0=Jg
On identifie en particulier
(c) el

Les expressions pour la transformation de Legendre (les équations (3.8) a
(3.12)) et la relation (3.14) restent inaffectées par le terme additionnel Seq:
dans l'action. Avec la définition

'Ym’m(Kia ..

m+m

e

gI‘QZ) ¢] ’ (B2)

K1)
m’ 1
U ; Hn J=0=Jk

on retrouve

=T et
Ymm ‘h:():h* m
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'm/+m -1

>N [T\ 2 1
gr[¢*7¢] = Z (N) m/!m!X
0

m/ m=

XY (KL e Ky Koy o K1) x 0 (B.3)
K{..K'

m/’
Ki...Km

X¢K1---¢Km¢;(’ /(ﬁ;q .
m

Les équations (3.16) et (3.17) restent valables méme si G1(K'; K) est non
diagonale : 11 suffit que Ck 'est.

B.2 Dérivation de I’équation de Polchinski

Nous allons calculer la dérivée de la fonction génératrice G.[J*, J; x| des
fonctions de Green connectées par rapport a sa dépendance explicite en la
coupure z. Cette dépendance entre uniquement par la partie Gaussienne
Sol1*, 1; x| de Iaction, qui, elle, est contenue, et dans I’exposant, et dans la
normalisation Z. Donc :

O i o x—dCg!
5l Tixl = 2 {aw. 1)

1 % * _ * _(T* —(aly*
4o [ D eSO ()

Comme
2
e = (o) (57

]. * * _ * _(T* _(a)y*
_Z_J/DW e ST E=0" )~ J)}, (B.5)

on peut réécrire ce résultat sous la forme (3.16).

B.3 Développement des équations de renormalisa-
tion

B.3.1 Vertex

Récrivons la matrice I (équation (3.13)) sous la forme

Lpxk = —y(K;K){Ipk + Mpi} , o
-1 0
Ipk = 5P,K<O 1) ;
A B
I rk  Bprk
Mpi = = (K5 K) <CPK DPK> '
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Si nous négligeons tous les vertex & m > 2 particules,

Bpx = 720(PK)
T
—\ 5 22 P K e,
Ki

17T
+§ N Z 722(P,K§K27K1>¢K1¢K2 5
K1 K>

Cpk = "02(P,K)
|r «
+ N;’hQ(Ki;P,KWKl

1

1T

K{K

Dpx = dpry(K;K)—y11(K;P)

T
+\/ 3 D 2( K2, P,
K>
r /. P\t
+ NZ'Y21(K7K2;P)¢K§
KI

2

T *
+N Z 722(K17K7K25P)¢K2¢Ki .
K| K>

Avec ces définitions,
(I+M) ' =1—-IMI+IMIMI + ...,

ol les termes manquants peuvent étre négligés, puisque nous nous intéressons
uniquement aux coefficients de mondémes de la forme ¢*¢, ¢*Pp*pop, ho* o,
hoo, h*h, ou obtenus par permutation ou conjugaison de ceux-ci. Donc

(f71)22;KK ~ =y (K K) %
{1 = (95 (5 K) Dice
K/

(B.6)

Les champs bosoniques h sont supposés infinitésimaux, ils ne doivent pas
affecter la renormalisation des vertex I'. Si 'on pose tous les h = 0, on a
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—11t = I = Gy, et (3.17) devient (toujours I'y,~2 = 0)

% {Zfl(K;KWMﬁ}
K

1T

1 % 3 rQ(Kg,Kg;KQ,K1)¢K1¢K2¢§<5¢}1}
KK}
KoK

K
T — dCy! 9 .
—5 2 (GBS )P YT Da(K Ky K K)o, O,
K KK,

2 dOg! > .
) TG K) G (K )
KK’

1
{1 S Tl K K KT K o, K

! !
KKy
KoKy

XK, PKcy @g <I5*K;
— ) To(K}, K K, K'\To(K', Ky; K, K1) x

! !
K1 Ky
KoKy

XOK, DKy Qﬂgé ﬁlﬁq

Aprés antisymétrisation des coefficients dans le membre de droite de cette
équation, on obtient (en observant (3.2)) les équations (3.18).

B.3.2 Susceptibilités

La renormalisation des suceptibilités s’obtient selon

52 d

d .,
%X(q ,Q) = _W%%O o .

A partir de (B.3), (3.17) et (B.6), on trouve

d T dCg!
7,700 = 5 T G1(K; K)
K
T
N ZGS(K)Gl(K/§K/)X (B.8)
KK’

X {’702(K7 K" )y20(K', K) 4+ y1 (K’ K)y1(K; K')} .
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G1(K; K) ne contient pas de contribution en hghyy si g, q #0.

Yo2 = 0Oet

h=0

")/11(KI;K) = F1(K’;K)

h=0
o Ok i et donc 0 si g, q # 0.

Les 792 et 11 qui nous intéressent sont alors au moins linéaires en h((l*), de
sorte qu’il suffit, pour Gg et G; dans le dernier terme, de ne garder que les
contributions indépendantes de h. Avec les définitions

)
Rsc (K2, K15q) = 5h*%2(K2’K1)
h=0
" 1)
(= Ric(K5, Ki5q) = W')QO(K{’KQ) ),
q h=0
)
Rop(K',K;q) = —7ym(K;K)
ohy h=0
. 1)
(= Rop(K' K;q) = W’Yu(K/;K) ),
q h=0

nous obtenons finalement pour la susceptibilité par rapport a la formation
des ondes de densité

d
——xon(d',q) ZGS )G1(K'; K')Rop(K', K; ¢ ) RHp(K', K q)
K’K
et pour celle concernant ’appariement
d /. / /. ! * !
prsclda) = -5 Z Gs(K)G1 (K K)Rso (K, K5 q' ) Rgo (K, K q) -
K’K

Il nous reste de trouver les équations de renormalisation pour les R. Pour la
supraconductivité, par exemple, on a

i { > 0 KQ,K1)<Z>K1¢K2}

dx
KoK,
T —dC! ~
N di{ (=1 HK; K)) (— ’7111(K/3K/))>< (B.9)
KK’
1
X{—Voz(K K') x5 > (K, K; Ko, K1) K, bxc,

Ki1K>

+ Z ')’12(K,§K27K)712(K;K17K,)¢K2¢K1} .
K1 Ks
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Les v12 = 0 au départ, et comme ils sont contenus dans tous les termes
contribuant & leur propre renormalisation, ils restent 0. Nous obtenons donc
pour les ondes de densité :

d
—R P , P;
7 op( 1q) =

- Z Gs(K)G1(K'; K)Rop(K',K; q)T(K,P',K',P) ; (B.10)
K/K

et pour 'appariement :

d
—R r , P;
7 SC( 1q) =

- = Z Gs(K)G1(K'; K)Rsc(K', K; )T(K,K', P',P) . (B.11)
K/K

Les valeurs de départ sont x =0 et Rop,sc = fop/sc-

B.4 Systémes anisotropes

L’équation de renormalisation & une boucle pour le vertex a deux parti-
cules s’écrit

%f(K{, K}, Ky, K1) = Cooper(C) + Landau(L) + Peierls(P)
1 T -
== 5 % 2 DP(Ukm), (k' m"): by + ko) T, K, K KDE(K K, K, )
KK’

+ = Z DPY((k,m), (K',m); k), — k) D(K}, K, K', K|)T(K', K}, Ko, K)
KK/

T .
- % > DP((k,m), (K, m'); k) — ko)T(K{, K, Ka, K\T(K', K3, K, K1),
K,K’
(B.12)

oil les DPP/Pt sont définis en (3.20), (3.21). Pour décrire la dépendance en
spin, utilisons d’abord la représentation (A.17), voir 'annexe A. Comme il
suffit, pour des interactions invariantes par SU(2), de se restreindre & deux
paramétres indépendants, étudions seulement la renormalisation de g et
g2 - Les D ne dépendent pas des spins, on peut donc faire les sommes des o
immédiatement [86]. Considérons par ailleurs les r, c’est & dire les possibilités
d’avoir k, k' a droite et a gauche. Si on ne s’intéresse qu’a la renormalisation
de g1 et go,, les facteurs ¢ en (3.20) et (3.21) imposent que ' = —r pour le
canal de Cooper et ' = +, r = — pour le canal de Peierls (dés que la largeur
de bande est inférieure & 2vp|kp| et qu’on peut négliger les processus avec
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Umklapp selon la direction paralléle). Si nous supprimons pour 'instant les
indices de bande, nous obtenons pour le canal de Peierls

Y DYk K qp =K —k2) .|y 50, =
K,K' ko) <0

Y Dk Figp Z&T_ér/ ... (B.13)

{k; k‘|<0} {k‘/ >0} T

Remarquons de plus que le terme “Cooper” est entiérement symétrique par

rapport a I’échange K < K’. Comme on somme de toute fagon les K, K,

on peut donc fixer r = — (= r’ = +), en enlevant le facteur 3 :

1
2 Z DPP(k, ks go = k1 4 k2) F(K, K')| e xy—r s’ ), =

KK’ k1)) >0k <0

> Z DPP(k, K qc ZF ((k,0), (K 0")) . (B.14)

{k k:||<0} {k/ >0}

Nous pouvons alors faire la sommation des r ensemble avec celle des spins,
ce qui donne

d ~

EFJ_( iv k/Q) k?a kl) -

T
- > DPP(ky, ks by + k)% (B.15)
kr,kr

x (T (kY K b k)T (ks s b, )

+To (K, Kb, kr, k)T L (R, kL, k2, lﬁ)}
+ Landau

T
-5 DP!(kp, kr; K — ko) x

kr.kr
X {f||(kivkL7k2akR)fL(kRvké,kLakl)

L (k] b ko, ki) Ty (ks R b k) |
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d -
EFQJ_( 1KY, Koy ke) =

T
N Z DPP(kp, kg k1 + ko)X (B.16)
kr.kr

X {fJ_( Uk kr, kr)T ) (KR, ki, ko, k1)

+To (K, kb, kr, kr)Tay (kR kL, k2, kl)}
+ Landau

T ¢
- > DPlkp, kpi ki — k) x
kr.kr
x Doy (K, kr, ko, kp)ToL (k. Ky, k., kr) -
Rappelons que, dans nos notations, les signes des composantes paralléles aux
chaines des vecteurs d’onde dans les arguments des fonctions de vertex I'y,
avec indice de spin sont fixés. Aprés utilisation de (A.9), ceci s’écrit d’une
fagon plus compacte [86] :

d -
ar‘a(( llvm/1)> (kévmg)7 (k2>m2)7 (kl,ml)) =

T
N Z Dpp((kLme))(kRamR);kl+k2)x

kr.kr
mr,mp

x Z Cg,wfl(( /17m/1)7 (kév ml2)’ (kLa mL)v (kR>mR))X
i

X fj((kR, mR), (kL,mL), (k’2,m2), (kla ml))
T

+5 2 DUk mu), (kpymp); Ky — ko) x
kp.kr

mr MR
X E :szgf‘l(( /bm,l)a(kLme)v(k27m2)7(kRva))X
ij
x Tj((kr,mg), (ky,mb), (kr,mg), (k1,m1)) ,

(B.17)

ol les matrices de coefficients CgZ; sont données (dans l'ordre (ij_ ﬁ%ﬁ ))

par
c (01 P (21
CJ__ <1 0 ’ CJ__ 1 0 ) (B18)

1 0 0 0
s(l). @)
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B.5 Calcul des bulles

B.5.1 Cas général

La présentation suit la référence [86].

Les équations de renormalisation contiennent des intégrales de la forme

1 3 (Gt m)G O )} ) F (). (€m0 Y s

kk/

an/

avec une fonction F' dont on va supposer qu’elle ne dépende pas des fré-
quences ko, k{, ; ¢ = k' + k pour le canal particule-particule et ¢ = k¥’ — k pour
les canaux particule-trou; et les propagateurs

0
G\ (k,m) = O(|€aem)| — AD)GO (k,m),
munis d’une coupure infrarouge
A(l) = Age™ .

G est le propagateur libre

-1

GOkm) = e

avec §(km) = €(k,m) — K, OU € 1) €st la dispersion et p le potentiel chimique.
En général, G(©) contient un facteur 1pande(m, k) de plus, qui est 1 si la bande
m contient un état labellisé k, et 0 sinon. Pour simplifier la notation, nous
n’allons pas expliciter cette fonction dans les calculs qui suivent, mais plutot
la rajouter lorsque nous traitons des systémes précis.

Nous avons trouvé dans l'annexe B.4 que I'on peut prendre k & gauche
et k' a droite, k” <0et k” > 0. Calculons alors ces sommes. Pour le canal
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particule-particule, on obtient

a
> DP((kp,myp), (kr.mg);q)F((kp,mL), (kr, mr)) k<0
VRN kikg kR >0
mpmR
1
=A X N2 Z {5(‘§(kL:mL)‘ - A)e(‘g(kmmR)‘ —M+( -0 )} X
kpkp
—1 —1
x T - X — - X
kzo Zk() - €(kL,mL) —Zk() + 1qo — g(kR,mR)
X F((kgme), ke, m) Noig, sk <o
kRH>0
1
=-Ax 15 D0 {0(&ukwmu] = DO(enmm| = A +( 3O )}x
kpkp
mpmR

nrD(Ekp,my)) — MFD(—E(kpmn)) y
5(kL,mL) + g(kR,mR) — iqo

x F((kr,mr), (kr, mr)) N0k +kg.q

k| <0
kR >0

(B.19)

Passons aux variables (¢,§), ou £ = §(k,m)> €t ou ¢ décrit la direction du
vecteur k. (¢ n’est pas forcément un angle. Une alternative courante est que

166



¢ désigne la projection de k sur la surface de Fermi.) Nous obtenons

Z DPP((kr,mr), (kr,mr); ¢)F((kr,mr), (kr, mR))

kp) <O
TUF| krkgr le\|I>O
mLTnR
= — E E ab ¢,I/A ‘fk/ " —A)X
v=+x1mm’

X (nrp(VA) — npp (= m)) X
X A X
I/A =+ é(k’,m’) — Zqo

F((k,m), (k',m"))
- Z Z / m (0 vA)O([E e )

x (nrp (€ ,mry) — nrp(—vA))x
X A X
g(k’,m/) + vA — g
X F((kla m/), (k, m))‘k:k(¢,uA,m),kH>0,

k/:—k+q

k:k(qﬁ,uA,nL),kH<0,
= ieta (B.20)
—A)x

(ki, /ﬂ\

avec le Jacobien Jp,(¢,§) = | ‘ ‘ |. En profitant de

npp(a) —npp(b) = —% <tanh % — tanh %) ,

nous pouvons réécrire I’équation pour la bulle comme suit :

> DP((kg,my), (kr,mg); Q) F((k,mL), (Kr, mg))

TR S el So
Z Z b/ ¢7 VA (’5(—k+q,m’) _A)X
v=x1mm/
X ! (tanh prA + tanh ﬁg(_lﬁq’ml)) A — X
2 2 2 vA + 5(7k+q,m’) — 140
X F((k7 m)’ (_k +q, m,)) k=k(¢,vA,m)

IcH<O

(B.21)
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= Y Y ab [ 25 (6O rrqm

v=+t1mm/’

X 1 (tanh M + tanh 55(—k+q,m’)> A — X
2 2 2 vA + 5(7k+q,m’) — 1490

—A)x

F((-k +q,m’), (k,m))

k=k(¢,vA,m) °

k>0
(B.22)
Dans la limite 7" — 0,
Y D"((kz,my), (kr,mp); @) F((kp,mp), (kr,mp))| ., <o
TUR| S kR >0
dé A
—_— ab —Jm 7A O~ m') — A a0
n%n:/ / 47‘[’2 (Qb ) (5( k+ch ) )A —|— f(—k—i—q,m’) - Zqo
F((k, m), (—k +q, m,)) k=k($,A,m)
k<0
+Zab m (9 AM)O(§(—k+qm) — N) . a0
’ A+ §(—k+qm’) — 190
X F((—k +q, m,)> (ka m)) ’ k=k(¢,A,m)
k) >0
do A
+ ab/—Jm , —N)O(=¢- mr) — A e
W%r;’ 12 (¢ )O( §(—ktqm) )A _ g(_k+q7m/) + 1qo
X F((k, m), (_k +q, m/)) k=k(¢,—A,m)
kH <0
+ Z / —N)O(—§(—ktqm) —A) : 0
mm/ 7 A - g(*k+q,m’) + 140
F((—k + q, m/)a (k7 m)) ’ k=k(¢,—A,m)

k”>0

(B.23)

Pour raisons de continuité, on va prendre

0 (0) = %

Nous allons toujours utiliser ¢ = (r, k) et des dispersions linéarisées selon
la direction k|| avec une méme vitesse de Fermi vp partout, en particulier
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indépendante de la bande. Le Jacobien devient donc J,,, (¢, &) = ﬁ”, et

a
Z Dpp((kln mL)v (kRa mR); Q)F((k[m mL)v (kR7 mR)) kp <0
VRN kikg kR >0
dk |
X E (tanh —&jA + tanh 7ﬁ£(k+q’m/)> X
2 2 2
X A X
VA + & xiqm) — 190
X F((k7 m)7 (_k + q, ml))
e B.24
kH<0 ( . )
O xrqm| — A)x
1 A _ /
X 3 (tanh /8% + tanh w> X
X A X
VA + §(_ktqm’) — 190
x F((—k + q,m), (km)) }
5(k,m):VA

kH>0
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T—»O dkL
Z / 47r21}F||

dk |
* Z /47721}1:”

dk |
+ Z /47TQUF||

dk

* Z /47r vF”

(—k+q,m’)

F((k,m), (—k +q,m))

(—k+q,m’)

F((~k +q,m/

—k+q,m

F((k,m), (~k +q,m))

—k+q,m

F((-k +a,

170

A

—A) X

A+ 5(—k+q,m’) —1q0

£(1,m)=A
kH<0

A

—A) X

A+ &§(—ktqm’) — 190

); (k,m))

£(e,m) =4
F1>0

A X
A — & xqqm) T 190

(B.25)

n—A~)

Se,m)="4
k<0
A
A X
0T )A - §(7k+q,m’) + 190
/
9 k7
m'), (k,m)) R

kH>O



Le calcul pour le canal particule-trou est analogue :

> DP((kr,mw), (kr,mg); @) F((k,mz), (Kr, mg))

TUR|
mLmR

=A% 5 3 {5(E |~ VO] N+ ( 5O )}

krkp
mpmpR

XTszo— X = - -1 X

kL mr) Zko + 1qo — g(kR,mR)

:L||<°
R||>0

x F((kr,mr), (kr,mR))N kg ki+q

’;LH<°
RH>0

_AX_ Z {5 |§(kLmL _A)@(lf(kR,mR)‘—A)-i-( 0« 0 )}><

krkp

nFD(g(kL,mL)) - nFD(g(kR,mR)) %
Skpmr) — 5(kRﬂﬂR) + 190

X F((kp,mp), (kr,mgr))NOkg ki+q

E—_— Z Zab m (¢, vA)O© (‘f(kJrq,m’)

v=x1mm’

X % (tanh % — tanh M) X

A
VA—karqm/) +1iqo

SDID LY ey ATRRNEE

v=x1mm’

1 BrA BE(e—qm)
X 5 (tanh T — tanh f X

" A
VA — §—qm’) — 190

k) <0
k) >0

—A)x

F((k,m), (k+q,m))

Sae,m) = A
kH <0

—A)x

F((k —q,m’), (k,m))

S(ae,m) = A
k” >0

(B.26)
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do A
_g;“/ﬁﬁw“¢m@“ﬂﬂw“‘Ahe&quw4%X

F((k,m),(k+q,m))

k=k(¢,A,m)
kH<0
A
- @ g m’) A —X
Z /471'2 ( (etq,m’) )A + g(k—&—q,m’) — 90
< F (e m), (k)| s o

kH<0

do A
: %; ab/ 42 (O MO mamy = M Eeam) — 0

X F((k - q_; ml)7 (k7 m)) ‘ k=k(¢,A,m)

kH>0

A
-2 “b/ AOCe-am ~ M7 Eeam) T 0

mm’

F((k —-q, ml)7 (k7 m)) ‘ k=k(¢,—A,m) ~

kH>0
(B.27)
Avec ¢ = (7, k), nous obtenons finalement
Z DP((kz,mr), (kr,mr); Q) F((kz,mr), (kr, mg)) k<0
TUFI ok kR| >0

mjypmp

dk
=— Z Z /4%2; ol (‘f(k+q,m’)

X L (tanh prA _ tanh M) X
2 2 2

y A
vA — g(k+q7m/) + ZQO

—A)x

F(k,m), (k+a,m)| 4

g(k,m):uA
dk |
B EV:H; /47r 2vp| (‘g(k_q’m/) A

1 A —q,m’
X 3 (tanh —ﬁ; — tanh %) X
y A F((k = q,m'), (. m))|

; —q,m), , M
VA — {—qm’) — 190 4 g(kkjl;iw\
(B.28)
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70 dk | A
m/ A - X
Z /47‘(‘2’[} A 5(kJr(L ) )A _ f(k-q—q,m’) +iqo

x F((k,m), (k+a,m)|

E(e,m)=A

_ Z / dky —A) A X
42 ’UFH Stctam) A+ Sqqm) — 10

m,m/’

x F((em), (k+a,m)|
§(k,m)="4A

dk A
— Z ab/ = f(k qm’) — A) - X

42 UFH A= &x—qm) —

(B.29)

xp«k—%nkamb\ww

§(,m) =0

3t Y= A
47T2UFH k am’) A+ f(qu,m’) + 2qo

X F((k—q,’m'),(k,m))‘ k| >0

E(k,m)=—A

B.5.2 Bulles pour un systéme quasi-unidimensionnel avec
une bande

Appliquons les équations de renormalisation au modéle le plus simple
d’un conducteur quasi-unidimensionnel avec une seule bande. La dispersion,
linéarisée dans la direction des chaines, s’écrit

E(T,k”,kj_) = UF(T]CH _k%:'D)‘f’EJ_(kJ_),
e1(ky) = =2t cosk; —2t cos2k,.

Pour un k placé sur la coupure d’énergie vA, avec r et k) donnés, il faut que

VR
D’aprés la section B.4, v’ = —r dans les deux canaux de renormalisation.
Pour le canal de Cooper, on a k' = —k + q, avec q imposé par les jambes

extérieures du vertex qu’on renormalise, ce qui donne (si p = 0)

G =vA—e (k1) + e (—kL+qu) —rvrg.

Pour le canal de Cooper, nous allons toujours prendre ¢ = 0, voir la dis-
cussion dans la section 4.1.3. De méme, nous allons poser la fréquence de
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Matsubara gy = 0. Tout ceci pris en compte, (B.24) donne

> DPP(kr, krs ) F (KL KR) |4y oy >0

krkr 20=0,q)|=0
1
~oN, D> Lbande(v, k1)O(vA + Ac(ki,q1)| — A)x
kl v=%1
1 BrA —BWA + Ac(ki,q1)) A
— | tanh —— — tanh
8 < an an 2 WA+ Ac(kL,qL)
X (F((=kp), (kL +qu) + F((— kL +q1), (+,k1)))
(B.30)
avec
Ac(ki,q1) = —ei(ky)+er(—kL+qu)et
lbande(V7 kJ_) = e('UFH/QO - ’A - VGJ—(kJ-)‘)'
(La fonction 1pgpqe assure 'appartenance de k et k’ a la bande d’énergie.)
Comme ~AC(—k'J_ +4q1,91) = —Ac(ki,q1), un changement de variables
(ky — ki = —ky +q1, v — U = —v) transforme exactement le premier

terme dans (B.30) en le second, sauf les fonctions 1j4p4.. Nous pouvons alors
écrire :

> DPP(kp, kr;q)F(kp,kr) kL) <Ok gy >0,

kLk‘R ‘10:07‘1”:0

1
:N—LZ Zi O([vA + Ac(k1,q1)| — A)x
k‘J_ v==+1

1
X 5 (1bande(7/’ kL) + 1bande(Vu _kL + QL)) X

3 (tonn 22 g DA Al )

A
X
2vA + Ac(ki,q1)

7—0 1 1 .
20 5" - (Loanae(sign(Ac (kL q1), i)+

F((—, —kL+qu), (+, k1))

+ Lpande(sign(Ac(k 1, q1), —ki +q1)) ¥

A
X F((—,—k + ,(+, k .
2A + ‘AC(kl,ql)‘ (( €L QL) ( i))

(B.31)

En ce qui concerne le canal de Peierls, on rappelle que, si on applique
I'équation de renormalisation (B.12) aux vertex I' définis en (A.5), on aura
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toujours affaire & des transferts de vecteur d’onde q dont la composante selon
la direction paralléle aux chaines est de 'ordre de 2/{:11;D ,

q = +2ki° + g,

ce qui fixe déja r, v’ pour les propagateurs internes du diagramme Peierls,
comme on l’a vu dans ’annexe B.4. On obtient alors pour les énergies (tou-
jours avec p = 0)

— pour k donné parr = —, k| et § =vA,et k' =k +q:
§w=-vA+ei(k)+e(kl+q1)+vrq;
— pour k donné par r =+, k| et & =vA, et k' =k —q:
§w = —vA+e (k) +er (kL —q1)+vrg).

Avec un choix des fréquences externes tel que gy = 0,

> D" (kp,kr; q)F (kL. Kg)

kLH <0,kRH >0,

krkr 90=0
1 -
:—mz Z@(‘VA—FAP(]{J_,QJJQH)}_A)X
k‘J_ l/::tl
—GB(vA + Ap(k q
y % <tanh 5;1\ tanh BvA + 7;( LQLQ))) y

A

X —F((—, k), (+, kL +
2vA + Ap(k1,q1,4)) (k) (b tqu))

—1 ~
2N, DD O(vA + Ap(ki, —qu,q))| — A)x
k‘J_ v==+1
—B(wA+ Ap(k1,—q.,q
A

F((= kL —qu1),(+, k1)) , ot
(B.32)

X =
2vA + Ap(ki,—q1,q))

Ap(ki,qL,q) = —er(kL) —er(kL +qL) — vrqg).
La transformation k| +— k 1 =k, — q1 dans la deuxiéme intégrale montre
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qu’elle est équivalente a la premiére, de sorte que

Z DPM(kr, kr; q)F (kL. kR)

krkp
1

k) <0.kg) >0,
qp0=0

=W Z Z @(‘VA+A7>(I<?L,QLC?H)‘ —A)x

kL v==+1

2

1
X = <tanh T — tanh

BrA —ﬁ(VA‘f‘AP(kJJQJJ(jH))) "
2
A

X =
2vA + Ap(k1,q1.q))

F((_7 kl_)a (+7 ki + QJ_))

o Ly A
Ny 4= "2 + |Ap(ki,qL.q))

|F((—, ki), (+ ki +q1)) -

(B.33)

En insérant ces résultats dans ’équation (3.19), nous obtenons finalement
les équations de renormalisation (4.1).

B.5.3 Le cas de deux bandes

Avec k fixé par 7, k1, m et la condition £y ,,,) = vA, on obtient les
expressions suivantes pour { /) : Dans le canal de Cooper, k'=-k+q
avec q|| suffisamment petit pour que 7’ = —r. Donc

g(k’7m/) = VA—FAC(m;m/)Ta kJ.?QH)QJ.) )

AC(ma m/7r7 kJ_ququ_) =

Dans le canal de Peierls, k/ =

ce qui donne

g(k’,m’)

A'P(mvm,ara kJ_quaQJ_) =

—ei(ki,m) 4+ e (=kL +qi,m') —rvpq .

k —rq avec q = Qk}JD + q) tel que = —r,

—vA — Ap(m,m/,r k., q; q1);

—ei(ki,m) —er (kL —rqu,m') —vpq -

La suite du calcul est analogue au cas d’'une bande.
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Annexe C

Effet des fluctuations
unidimensionnelles sur 'onde
de densité de spin : Passage
dimensionnel continu

La température de transition vers un ordre d’onde de densité de spin
dans un conducteur quasi-unidimensionnel peut étre obtenue par un calcul
en RPA, c’est & dire en nous restreignant au canal de Peierls. Pour tenir
compte de l'effet des fluctuations unidimensionnelles, qui réduisent fortement
la température & laquelle 'ordre est établi, on peut remplacer 'interaction
nue par une interaction renormalisée par le régime unidimensionnel. Ceci
revient & une coupure franche entre les deux régimes de dimensionnalité,
avec couplage total des canaux dans le régime unidimensionnel et pas de
couplage de canaux du tout dans le régime bidimensionnel.

D’une fagon alternative, on peut passer d’un régime a I'autre plus gra-
duellement [26] : Pour la plupart des couplages qui entrent dans le calcul
RPA, on a

q'pJ_:ﬂ'/bethJ_#O. (Cl)

Nous allons appliquer les équations de renormalisation (4.1) en supposant
que (C.1) est vrai pour tous les couplages (en choisissant gc; := 7/2b). Si
nous mettons 7' = 0 afin de simplifier la discussion, nous obtenons

— dans le régime unidimensionnel : Bp =~ % ~ B,

— dans le régime bidimensionnel : Bp ~ % > Be.
Avec les définitions

/b dk |
1 = ——B

/b dk |
Lp = YL, B
w o= [ BB
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Iipap

2 4 6 8
—1In(A/Ao)

F1a. C.1 — Les facteurs dimensionnels I;p (ligne noire) et Iap (en pointillé)
en fonction du paramétre de flot, avec Ag = 15t . Pour comparaison : A, =
t1/m correspond & (—In(A1/Ag)) ~ 3.85.

on peut réorganiser les équations de renormalisation selon le régime dimen-
sionnel,

dr .- ..
=& = Ip) j(cg,ijrirj—og’,ijnrj)
ij

]

L’allure des facteurs dimensionnels est montrée dans la Fig. C.1.
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Annexe D

Susceptibilités libres pour un
systéme quasi-unidimensionnel
a deux bandes

Nous définissons des opérateurs qui correspondent au paramétre d’ordre
supraconducteur singulet (a = s) ou triplet (o = ¢) comme suit :

O(aT) X ,7_ ZZCU X, 7‘ ( )T(X Y)CG(Y7 )7

ooy

oil T est un temps imaginaire, et les matrices 7(*) sont définies dans (A.10).
La fonction T décrit la symétrie spatiale des paires de Cooper en question.
Pour une paire singulet, on peut par exemple considérer une symeétrie de

type

— s T(x,y) =0xy ; (D.1)
1

— d: T(XaY) = E(sxﬂ,yu (5$l,yL—b+5wL7yL+b) ; (D2)
1

- g T(X7 Y) = Eéxn Y| (5$i7yL—2b + 5Il,yL+2b) . (D3)

La susceptibilité libre correspondante est définie par

(«

T S T

Xo )(x',x; ' —7) = <TTO(O"T)(X',T’)(9(Q’T) (x,7))o-

On prendra la valeur moyenne par rapport au Hamiltonien sans interactions
Hy. Comme les états propres de Hp ne mélangent pas les états de spins

différents, et comme T(, )T(x y) est antisymétrique par rapport a 1’échange
simultané ¢’ < o, x <y,

X(()Q’T) x'\x;7"—71) =

237|700 2 XY (xy)G (K xi 7 = TGP i =) (DA)
oo y'y

oo
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avec

G((,O) x,x;7" —71)= (TTCJ(X/,T/)CJ;(X,T»O.

Apres transformation de Fourier par rapport au temps imaginaire,

Xéa’T) (x/, x5 iwp)

—T/ dT/ dr'eiwo(T'=7) (Q’T)(X',X; ' —7)
:22 T ZT x,y)T*(x,y)x (D.5)
oo y'y

XTZ G(Log,(x’, X; iw)Ggo)_(y', v;i(—w + wp)).

w

Les fonctions de Green peuvent étre exprimées en termes des fonctions d’onde
¢ (x) des états propres de Hy :

GO x;iw) = Z(b?(X/)(d)?(X))*

)

m,k w — eir{n
Pr(x) = L ik Z (72119)* ik i+ ).
VN ve{o,m}

La transformation de Fourier dans ’espace donne pour la supraconductivité
singulet

(5,7) —zq x! —qu ) (ot o s

4 —m'm
- N Z Z Z 5‘1‘/‘ 4| 5Q||7k‘/|+k“ Xsc (k,a k; WO) X

k’k m'm 99
o (0 + md"\
[(7.2} ) 5‘1&716' +ky + (717;( ”)) 5Ql, +kL+%:| <’Ykl ) X
g+ Y
X [%?1 oy b ths +h )%,kﬁkﬁ%] Tiy
y 1 (symétrie s)
2coslb(ky + L)coslb(k, +¥) (I=1:d;1=2:g),
(D.6)
ou )
Yok K wo) =T
Xsc ( 0 Zzw—eLk, w—I—wo)—ERk

Comme discuté au début de la section 5.2, les divers § laissent deux combi-
naisons de ¢y, ¢ possibles : ¢; = ¢/ ou q, =¢| £ F. Ceci n’est pas le cas
pour ’expression correspondante pour un systéme & une seule bande, que
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'on retrouve si on pose 7y ° = 1 et tous les autres v = 0 : x0(q’,q) X g/ q
et

X5 (s iwo) =
1 bande
4 (T=s
-— (5 / Y o k/, k, w ’ D7
N% al kX5 0){20052@_6 (T=d). (D-7)

Dans I’équation (D.6), les sommes de k, k' sont restreintes & la premiére
zone de Brioullin, en particulier ¥ €] — 2, %-]. D’aprés la section 5.1, les
produits scalairs ~y vérifient

md __ m(9+m)
ok = ma

On peut donc remplacer

/

m/ (9+4) m'd s
Op 51@_#&—]& ’

—_ / o
’Ykl a1k —-% — m fyk’l

oll l;:i n’appartient plus forcément & la premiére zone de Brioullin. Remar-
quons d’ailleurs qu’un tel changement de variable n’affecte pas %,
—m'm / —m'm / ™

Avec P := (0, 7), nous obtenons donc

s, T .
XE) )(q7 q; ZWO) -
4 —m'm
N Z Z Z 6Q|’|7QH 6Q\\7kf‘+k“XSC (q - ka k7 wO) X
k m'm ¥
x (m?’u) (7'?119 ) Yot kX (D.8)
1 (symétrie s),
2coslb(k; + %/)coslb(lﬂ + %) (l=1:d;1=2:g),
(s,7)

xo (a4, E£P;iwg) =

4 —m'm
N Z Z Z 5q|/|a¢IH 5Q\\,kf‘+k”XSC (@ —k, kjwo)x

k m/'m 99
o\ " o\ m' 9
xm! (ﬂ—m) (7731 ) Voo =7k, ey X (D.9)
1 (symétrie s),
X /
2coslb(k; + %) coslb(k, +¥) (I=1:d;1=2:g).
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D’une fagon plus explicite, on a pour la supraconductivité de type d :

7d -
X6 (@, @ iwo) =

8 2 — - o, +o 7 AT\ 2
S 3 cos? kB[ (V5010 + X5 0€.10) (V27— )
k

(D.10)
P —_— (o} vy vy o 2
(XE (0. + X5 (1)) (T + )] 7
- + k'=—k+q
s,d .
X9 (q, q £ Priw) =
E 2]43 b (—++(k/ k) 7—77(1{/ k))( 4o, +m _ . +4o +ﬂ')
N 2 o8 kb (Xse (K, Xsco (K T, Ve, T ey Vhy
K (D.11)
+(Xde (K1) = Xab (6, 10) (™ + 2ot ™) -
€1 €L k'=—k+q
Pour T =g, on a
59 (a, q; iwo) =
é 22k b — k/ k —_— k/ k +o.,to +m T 2
N cos” 2k | (Xsc( k) +Xgo (K, ))(%glfykl +7ki7m)
k (D.12)
PR B _ vy v 2
(T (16 16) + X (K1) (3™ = 37 0)’] :
+ + k/=—k+q
X9 (q, q + Pyiwy) =
8 — —_— 10} s o ™
O cos? 2k b| (Y56 (K, k) = X5g (K, K)) (2 + 20T
K (D.13)

(X5 (K1) ~ X (K. 10) (30" — 20T

K'=—k+q
On obtient la susceptibilité pour la supraconductivité singulet avec symétrie
s si on remplace tous les cos par % dans les résultats pour T = g.

L’intégration sur k| peut étre faite analytiquement si la largeur de bande
en direction paralléle 2Aq est suffisamment grande devant V', ¢, et T :

1 .
— > Xs0" (K, k;0)
N "

K'=q-k

Ao

a ’

fy d N m k/ kO €| =€
27mF/ e1Xsc (K, k5 0)] ep=a

—Ao k'=q—k
a Ao 1 o1 m -
:27'["UFH {ln 27T — Re¥ [5 + Z47‘(‘T (UFHqH + €1 (kJ_) — €] (ki))] } )

(D.14)
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ol ¥ est la fonction digamma.
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Annexe E

Valeurs 1nitiales

Dans cet annexe, nous exprimons le terme d’interaction, H;, et celui qui
décrit le couplage a des champs externes, H.,:, en fonction des états propres
du Hamiltonien libre, Hy, du systéme avec potentiel anionique.

E.1 Interaction

Si nous nous restreignons & des interactions entre fermions qui se dé-
placent, en ce qui concerne la direction paralléle aux chaines, en sens opposés,
une interaction purement intrachaine s’écrit

Z FrQag, ki) DN Ok 4t o —kyu 0H1 L ({0, Ky 5 }) avee

|| U]k”J

lI2

HIJ—({Uj’kH] ZRo—lknl oLk 1L02k|\21RUIkHll‘

(E.1)

La transformation de Fourier dans la direction perpendiculaire aux chaines
donne

Hri = N, Z{dkiﬁku kio—ki1,0mod 2% %

ki

X Z Ral,k’ 19’ ’ ARTA L02,k2,192RU1,k1ﬂ91

94 e{o,7},
#pair de

+6kl1+k’ sk ia—ki1,T mod 2= X

X Z Rol,k' 9 02,1(’ A L027k2,192R01,k1,191} :

9;€{om},
# impai'r de
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Pour passer a la base propre de Hy, profitons de

Uk19 - 2714 mi* Rokm

pareil pour les opérateurs Lg,ig/,) pour obtenir I’équation (5.13) donnée
/
dans la section 5.3.1.

E.2 Couplages aux champs extérieurs dans un sys-
téme & deux bandes

Calculons les expressions dans la base 1, x (cf. la section 5.1) pour les
vertex z, qui décrivent le couplage entre les fermions et des champs exté-
rieurs. Seulement la dérivation pour le cas de la supraconductivité singulet
est donnée, les calculs pour les autres instabilités étant tout a fait analogues.

La partie du Hamiltonien en question s’écrit

egct Z Z h(s o Cxo' T, /) T(X, Y)Cyg + h.c.

oo X,y

(cf. D). Rappelons que (cf. 5.2), dans la transformée de Fourier du champ h,

1 )
hx = N g ezq.xhq,

la composante transversale ¢; du vecteur de modulation varie de 0 & QT”,

tandis que les nombres quantiques &k, sont limités a la premiére zone de
Brioullin réduite a | — 35, 57] :

207 2b) -
Cxo = —— Z Ze ku_+ IJ_ Z €Zk”IHRk190- + Z elka“Lkﬁ 7
\/_ 196{0 7r} ki k” >0 kH<0
T(X7Y) — Z Z zkxz .'EJ_’I‘k/I? )

Eh

de{o,r} k

avec

1 . .
Tletiy) = 53 e e i Tlny)
L iy,
- _— _ky, zbyl %
\/_
(si symeétrie s)
2coslbk¢+ ) (l=1:d;1=2:9)

185



et le nombre de sites N = NN . Si nous nous restreignons a des petites

le

valeurs du vecteur total parallele, ¢ < 2k, nous obtenons

= g&T

i D). gt ZTUSU N? N2 > Z N)Og k)
q

oo 1 k’ k
X [N16g, 1, 4k, Lirwor Ricoo

+ N1dg, k), 4k, + 2 Lo @im)or Bicoo | X

w (s)
\/ECOSlb(kJ_‘i‘%) (d; 9)

+h.c.
T
_Zh(s Z UUZNZNQ ZZN||5qu+kHX
x [Ni(s(u,ki-ﬁ-/u ’yk’ ’Yﬁﬂ*
m/ (9+m)*

19*
+ NLéqL Ktk +T ’Yk/ k| ]Lk’m’a’kaJX

5 1 (s)
V2cosib(k, + %) (d;g)
+h.c.

1 (s,7)* (s) L1
=D Y e D wmnem D Nk X
q oo m'm 1 k' k

XN10q, k) +k) mod =
XZ(s,7) ((k/7 m,)v (k7 m); q)Lk’m’a/kaa

~+h.c.
(E.2)

(cf. les équations (3.25),(3.27),(3.33)).
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Annexe F

Fermions sur une échelle

Des fermions sur une échelle constituent un cas spécial relativement
simple d’un systéme a deux bandes. Fabrizio [62| a établi les équations de
renormalisation & deux boucles pour ces systémes, en tenant compte de la
renormalisation de la surface de Fermi de plus. Dans cette annexe, nous al-
lons faire le lien entre ses équations et celles que nous avons dérivées dans le
chapitre 5.

Il se trouve que les états ¢,/ diagonalisent déja la partie libre du Hamil-
tonien, avec la dispersion

e(r,k,9) = vp(rk — k) — ¢, cos®.

Les ondes avec q; = 0 et g, = 7 restent donc découplées, et les susceptibi-
lités diagonales en q. Avec les vecteurs de Fermi des deux bandes,

kry = k}mD + Kk cos 1,
ou ~ est défini & partir de ’écart entre les deux bandes,
A =2t =: 2upk,

la dispersion s’écrit
€(Ta k, ﬁ) = ’UF(rk: - kF,ﬁ) :

Les fonctions A¢/p que nous utilisons dans les équations de renormalisation
deviennent
Ac(9,9',71,qc) = wvrk(cost — cos?') — rvpqge
Ap(9,9,Gp) = wvpk(cos? + cos?) — vpgp.
(On note que, avec les définitions utilisées ici, qc,gp # 0 méme pour des
processus ol tous les vecteurs d’onde sont des points de Fermi!)

En profitant des symétries par rapport a I’échange des particules en-
trantes ou sortantes, la parité, 'équation (A.4) et les symétries de la matrice
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Aj L (éq. (A.8)), nous pouvons nous restreindre a I’étude des couplages sui-
vants :

Fao = Ta(o0,0,0,0)
For = Do(mm,mm,)
Foc,t = PO((07077T77T7 )
Loy = TDalo,m,m,o0)
Iap = Talo,mo,m)
Fa,?)o = I, (07 0,0, 77)
I‘04,37r = Fa(O,ﬂ',’ﬂ',TF),

ol les o désignent toujours la dépendance en spin. Pour N = 2, les restric-
tions sur k; nous limitent & k; = 0, de sorte que les seuls processus avec
Umklapp transversal sont les I';; il n’y a pas de processus I's, ou I's;. Pour
tous les couplages sauf I', il est possible de poser que tous les vecteurs d’onde
sont des points de Fermi sans que la conservation du vecteur d’onde total
soit violée. Si nous ajoutons une symétrie par rapport a la transformation

| = r(=kj + 2kEP))

(0 = m ky =rlk j

Jll
simultanément pour tous les arguments d’un couplage, nous obtenons

I'4(0,0,0,4k) = T'5(0,0,4k,0) = IT'y(0, —4k,0,0) = T'y(—4k,0,0,0) =: T,

et cette égalité sera conservée par le flot de renormalisation. Par la méme
symétrie, I', = T'y =: T',.

Les expressions pour les valeurs de départ se simplifient aussi :

9({(oj. k13)})
Za(ﬁ/> 19; qlL = 0)

T
za(ﬁlaﬁ; q1L = E)

Ufr({(aj, k)1,

= dy9,

= 09 94n-

Pour la supraconductivité d, il faut ajouter un facteur cos .

Les équations de renormalisation découlent de celles que nous avons éta-
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blies dans la section 5.3.2. Nous obtenons :

d - 1 oL
ara,in = 1 ; CS i (TiinTjin + Titlje)
1 _ .
~1 Z CFii(CiinTjin + ITipT50)
ij
I, = lzc@.fimf-ﬁfuf-m
dl s azy Js P2V B
__Z a,ij Ztrf+1_‘1fr]t)7
d - . .-
gilar = —ZCa ij (T Tjp + ITipT5 )
__Z a,ij Ztrjt+rlfrjf)
d - . -
aFa,b = Z a,ij Iri7ijaf +Fi7frj»b)

1 Z CF i (CiinTjp + ITip i)
ij

2A
2A 4 2A°

Ces équations sont les mémes que celles trouvées par Fabrizio, si on se res-
treint & la renormalisation & une boucle, sauf que Fabrizio utilise un schéma
de renormalisation dans lequel un des propagateurs internes d’un diagramime
de renormalisation est sur la coupure vA, et le second correspond & une éner-
gie de valeur absolue égale ou inférieure & A. Ceci fait que les coefficients 1
sont remplacés par

2A
2A —2A

dans la référence [62]'. De plus, ces termes sont coupés a A = 2A dans [62].
Le schéma de renormalisation “ordre de Wick” donnerait les mémes équa-
tions que celles obtenues par Fabrizio. Vu les résultats de la section 3.4, il
serait intéressant d’étendre notre étude a deux boucles et d’inclure la renor-
malisation des points de Fermi, pour comparer des résultats d’aprés notre

Ir =

schéma a ceux de la référence [62].
En ce qui concerne les fonctions de réponse, nous définissons

'Dans I'équation qui est donnée pour 4T, dans I'annexe de [62], on trouve 2 au lieu
de (1 +1I). Par contre, dans le développement limité (21) de la méme équation, c’est bien
le développement de I qui apparait.
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— pour les ondes de densité :

zj(qr =0) = zj((=kpw, V), (krp,?): (2kry,0)) ,
slar=7) = 2((kEo0), (ke m); 2K, D))
(= 2((~kpm ), (kro,0): 2P, 7)) |
— pour la supraconductivité singulet :
zj(qL =0) = zj((—kF,,0), (kpo,0);0)
(= £2j((=kpm, ), (kpg,7);0))
slae=7) = ((~krm ), (kro, )i (25, 7)

(
(E izj((_kF,oa )(kaa )’( b))),

ot le signe “+” dans les parenthéses correspond aux paires avec symé-
trie s et le signe “—” & la symétrie d.
Comme nous négligeons la dépendance des I'; en la distance des vecteurs
d’onde aux points de Fermi, les z; de g différents sont renormalisés de fa-
con identique, de sorte que, dans cette approximation, il n’y a pas plus de
z;j différents que ceux énumérés dans la liste précédente. Les équations de
renormalisation correspondantes sont :

—avecj=0C,S:
d 1 ~ ~
550 = 7%(0) (Tjin + 1Tjp)
d T 1 7 = ~
15 125 e +Typ)
—avec j = (s,7) :
d 1 . -
ks 0) = 19 (O (Tym £ L)
d s 1 7~ ~
azj(g) = sz(g)(rj,f + IFJ‘JJ)

“+7siT=s“""siT=d).
Pour les susceptibilités, on a dans le cas des ondes de densité

Cclll ( - Xopj(q1 = 0)) = —(1+D)z(0)?,
%<£ﬂmmq_9>: 2l
et dans celui de la supraconductivité singulet
% (%XSCS,T(QJ_ = 0)) = —2[zx(0)]?,
4 (oxserla =) = -0+ DlaxP



(donc identiques pour la supraconductivité de type s et celle de type d).
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Antiferromagnetism and Superconductivity
in quasi-one-dimensional conductors,
a renormalization group study

We study antiferromagnetism and superconductivity in quasi-one-dimen-
sional Fermi systems. We start from a two-dimensional anisotropic Hubbard
model. The phase diagram is established using the functional renormalization
group. We obtain a crossover from a one-dimensional regime at high tempe-
rature to a two-dimensional regime at low temperature. Within the latter,
spin and charge fluctuations can stabilize the following phases, depending on
the nesting of the Fermi surface and the effective range of electron-electron
interactions : Antiferromagnetism, singlet d-wave superconductivity, triplet
f-wave superconductivity, or a charge density wave. These results are com-
pared to experiments on the organic conductors (TMTSF)2X (the Bechgaard
salts). Recent experiments on these materials could indicate the existence of
triplet superconductivity next to the antiferromagnetic phase.

We also study the effect of an additional potential with double periodicity
in a direction perpendicular to that of maximum conductivity. Such a po-
tential is present in (TMTSF),ClOy4. In this case, there are two bands at the
Fermi level. Several Fourier components of the spin fluctuations compete,
and some of them are coupled. The same applies to the superconducting
fluctuations. The resulting phase diagram is very rich. It contains two an-
tiferromagnetic and two superconducting phases, one being predominantly
d-wave and the other predominantly g-wave.
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Résumé

Nous étudions I'antiferromagnétisme et la supraconductivité dans les sys-
témes fermioniques quasi-unidimensionnels & partir du modéle de Hubbard
bidimensionnel anisotrope. Le diagramme de phases est obtenu en utilisant
une approche de groupe de renormalisation fonctionnelle. Nous mettons en
évidence 'existence d’un passage entre un régime unidimensionnel & haute
température et un régime bidimensionnel & basse température. Dans ce der-
nier, selon les propriétés d’emboitement de la surface de Fermi et la portée
effective de l'interaction entre électrons, les fluctuations de spin et de charge
peuvent induire une phase antiferromagnétique, une phase supraconductrice
singulet de symétrie d, une phase supraconductrice triplet f ou une onde de
densité de charge. Ces résultats sont comparés aux résultats expérimentaux
obtenus dans les conducteurs organiques (TMTSF)2X de la famille des sels
de Bechgaard, qui pourraient indiquer I’existence d’une phase supraconduc-
trice triplet au voisinage de la phase antiferromagnétique.

Nous étudions également ’effet d’un potentiel supplémentaire de période
double dans la direction perpendiculaire & celle de forte conductivité, si-
tuation réalisée dans le composé (TMTSF),ClOy4. 11 y a dans ce cas deux
bandes électroniques au niveau de Fermi. Plusieurs composantes de Fourier
des fluctuations de spin sont alors en compétition, et parfois couplées. C’est
également vrai pour les fluctuations supraconductrices. Il en résulte un dia-
gramme de phases trés riche, comprenant deux phases antiferromagnétiques
et deux phases supraconductrices, I'une de symétrie dominante d, 'autre g.

Mots clés : fermions corrélés, conducteurs organiques quasi-unidimen-
sionnels, onde de densité de spin, supraconductivité triplet, mécanismes d’ap-
pariement non conventionnels, groupe de renormalisation fonctionnel.
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