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Introduction générale

Les oxydes pyrochlores R2M2O7 où R est une terre rare magnétique et M un élément de
transition font l’objet d’une attention particulière ces dernières années. Dans ces systèmes, les
réseaux de tétraèdres connectés par les sommets des ions R et M engendrent de forts effets de
frustration magnétiques dont les conséquences peuvent être très variables suivant la nature de
ces ions. Outre des ordres magnétiques non conventionnels, de nombreux états magnétiques
originaux ont pu être observés avec en particulier l’exemple des glaces de spin Ho2Ti2O7 et
Dy2Ti2O7. D’autres états encore plus complexes pourraient être stabilisés comme les liquides
de spin quantiques. Si de tels états intriqués à longue portée sont prédits théoriquement, leur
mise en évidence expérimentale est toujours manquante. Un des candidats très étudié mais
aussi très controversé est Tb2Ti2O7. S’il présente certaines des caractéristiques attendues, il
semble que bien d’autres degrés de liberté jouent un rôle important dans ce système.

C’est dans ce contexte qu’a débuté ce projet de thèse, motivé par l’étude des couplages
entre degrés de liberté dans le composé Tb2Ti2O7 et ses dérivés. Il s’agissait plus précisément
de comprendre l’effet de ces couplages sur les états fondamentaux et les excitations de ces
composés mais aussi sur leurs propriétés physiques. L’objectif du chapitre I sera d’introduire
quelques éléments relatifs à la physique des pyrochlores permettant de montrer que ce type
d’effet de couplage est particulièrement pertinent. Ce chapitre sera aussi l’occasion de donner
une vision large et variée de la richesse que peut présenter la physique des systèmes frustrés.

La nature de chaque degré de liberté étant différente, les sondes expérimentales doivent
être adaptées à chaque cas. Le chapitre II présente les techniques expérimentales qui ont été
utilisé pour ce travail : chaleur spécifique, magnétométrie, électrométrie, spectroscopie THz
et diffusion neutronique. A plusieurs reprises, les résultats expérimentaux ont pu être com-
parés à des simulations numériques ce qui a permis d’aller plus loin dans la compréhension
et l’interprétation des données. L’objet du chapitre III est de présenter les modèles et les
techniques numériques employées pour cela.

Les quatre chapitres suivants sont dédiés aux différents travaux réalisés durant cette
thèse. Les deux premières études portent sur le pyrochlore Tb2Ti2O7 (et sur Ho2Ti2O7 pour
la première) où le site M comporte un seul élément chimique non magnétique, le titane. Dans
ce cas, le site M a une influence marginale sur les propriétés magnétiques du système. Les
deux études suivantes se concentrent sur des cas où l’influence du site M est importante :
dans Tb2Ir2O7 avec un ion Ir4+ magnétique et dans Tb2ScNbO7 avec un désordre de charges
électriques Sc3+/Nb5+.



2 Introduction générale

Le chapitre IV traite des propriétés diélectriques et magnéto-électriques du composé
Tb2Ti2O7 et de son voisin Ho2Ti2O7. Ces couplages magnéto-électriques ont donné lieu à
d’intenses recherches avec d’un point de vue applicatif le possible contrôle de l’aimantation
(respectivement de la polarisation) par un champ électrique (respectivement magnétique).
Dans les pyrochlores, et plus particulièrement les glaces de spin comme Ho2Ti2O7, de tels
couplages à l’échelle microscopique ont été prédits recemment par Khomskii. Les mesures
diélectriques sans et sous champ magnétique obtenues sur plusieurs échantillons de Tb2Ti2O7
et sur un échantillon de Ho2Ti2O7 sont reportés ici. L’interprétation des effets observés en
champ magnétique nul sera mise en regard avec les études récentes reportant des propriétés
ferroélectriques variables et les mesures sous champ magnétiques seront comparées à des
simulations Monte Carlo du modèle de couplage proposé par Khomskii.

Le chapitre V porte sur les couplages magnéto-élastiques dans Tb2Ti2O7 connus pour être
particulièrement importants dans la physique basse température de ce système encore mal
compris. Par un ensemble de mesures de spectroscopie THz suppléées de simulations numé-
riques, l’évolution de ces couplages en fonction d’un champ magnétique extérieur est exami-
née. Les mesures hautes résolutions sur synchrotron sur deux échantillons de Tb2+xTi2–xO7+y
avec x = ±0.003 permettent aussi de regarder l’influence d’un faible désordre chimique sur
les propriétés de ce système. Le rôle des effets quadrupolaires sera discuté.

Le chapitre VI traite de Tb2Ir2O7 et tend à observer le rôle d’un champ magnétique local
induit par les ions Ir4+ sur les ions Tb3+. Les études récentes sur les pyrochlores iridates
R2Ir2O7 ont montré l’émergence de phases magnétiques originales avec par exemple une
réalisation expérimentale de fragmentation magnétique. Dans Tb2Ir2O7, l’ordre magnétique
des ions Tb3+ induit par le magnétisme de l’iridium évolue sous l’effet des interactions entre
terbiums. La compréhension plus précise du mécanisme à l’origine de cette évolution est
étudiée par des mesures de diffusion de neutrons et des simulations numériques en champ
moyen. L’importance particulière des degrés de liberté quadrupolaires sera là aussi établie.

Le chapitre VII propose une étude préliminaire de Tb2ScNbO7 où les ions Tb3+ sont affec-
tés par un désordre à la fois chimique et électriques liées aux ions Sc3+ et Nb5+. Ce composé
synthétisé pour la première fois est étudié par une combinaison de mesures magnétiques et
de diffusion de neutrons. Le comportement magnétique complexe observé sera discuté dans
le cadre des liquides de spin quantiques induits par le désordre.



Chapitre I

Pyrochlores magnétiques : propriétés
et états exotiques

Ce chapitre introductif présente quelques concepts généraux sur les effets magnétiques
non conventionnels rencontrés dans les oxydes pyrochlores. Après une rapide introduction
sur la frustration magnétique permettant de rappeler divers éléments de contexte, les as-
pects cristallographiques de ces composés seront présentés. On discutera ensuite la glace de
spin, un état magnétique original stabilisé dans certains pyrochlores magnétiques qui consti-
tuera le fil directeur de la suite du chapitre. A travers cet exemple, on montrera d’une part
comment des couplages magnéto-électriques peuvent émerger et, d’autre part, quels peuvent
être les effets des fluctuations quantiques dans des composés magnétiquement frustrés. Ces
discussions nous amèneront à mentionner d’autres origines de comportements magnétiques
originaux pouvant être rencontrés dans les pyrochlores et à présenter les motivations des
études abordées dans la suite de ce manuscrit.

Figure I.1 – Oxydes pyrochlores R2M2O7. Les éléments R et M sont en violet et
en vert respectivement tandis que les oxygènes O en rouge.
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1. De la frustration magnétique aux oxydes pyrochlores 5

Figure I.2 – Exemples de configurations magnétiquement frustrées. A gauche :
frustration d’interaction. Pour des liaisons ferromagnétiques (F) entre premiers voisins et
antiferromagnétiques (AF) entre seconds voisins, il est impossible de minimiser toutes les
interactions. A droite : frustration géométrique. Deux des six configurations minimisant
l’énergie sont représentées : aucune ne permet de satisfaire l’ensemble des interactions.

1 De la frustration magnétique aux oxydes pyrochlores

1.1 Frustration magnétique
Le terme frustration, introduit pour la première fois par P.W. Anderson en 1976 puis

popularisé par G. Toulouse, J. Vannimenus [Tou77 ; VT77] et J. Villain [Vil77 ; Vil78] dans
le contexte des verres de spin, fait aujourd’hui référence à une grande variété de systèmes
caractérisés par l’impossibilité de minimiser simultanément toutes les énergies d’interaction
entre les degrés de liberté. L’étude de la frustration a en réalité commencé bien avant son
nom avec les travaux de Bernal, Fowler [BF33] et Pauling [Pau35] sur une phase solide de
l’eau ou encore ceux de Wannier [Wan50] et d’Anderson [And56] sur l’antiferromagnétisme
dans les réseaux à base de triangles et de tétraèdres.

Dans le cadre du magnétisme localisé de composés cristallins, un système sera dit frustré
si l’ensemble des interactions de paires entre les moments magnétiques ne peut pas être
minimisé. Deux origines de la frustration peuvent être distinguées :

1. La frustration d’interaction où les moments interagissent par plusieurs chemins
en compétition. Le cas le plus simple est celui de moments placés sur les sommets
d’un carré avec des interactions ferromagnétiques entre les premiers voisins (reliés par
un coté) et antiferromagnétiques entre seconds voisins (reliés par une diagonale).

2. La frustration géométrique induite par la connectivité du réseau. On peut citer
le cas de moments magnétiques en interactions antiferromagnétiques placés sur les
sommets d’un triangle.

Ces exemples sont visibles sur la figure I.2. On ne s’intéressera dans la suite qu’à la frustration
géométrique qui mène à l’apparition de nombreux états magnétiques originaux [LMM11].
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Figure I.3 – Illustration de quelques configurations magnétiques sur des tri-
angles ou tétraèdres. A gauche : moments magnétiques XY ou Heisenberg en interac-
tions antiferromagnétiques. A droite : moments magnétiques Ising dont l’axe d’anisotropie
s’identifie à l’axe reliant l’atome porteur du moment et le centre du triangle (en haut) ou
du tétraèdre (en bas). Les configurations minimisant l’énergie ne sont pas frustrées pour
des interactions antiferromagnétiques mais le sont pour des interactions ferromagnétiques.

La discussion précédente suppose que les moments magnétiques ne puissent être dirigés
que selon une seule direction. On parle dans ce cas d’une anisotropie Ising. On peut aussi
rencontrer des moments magnétiques moins anisotropes avec comme cas limites des moments
magnétiques XY (d’anisotropie planaire) ou Heisenberg (totalement isotropes) 1. Dans ces
deux derniers cas, l’exemple du triangle antiferromagnétique conduit à des configurations où
la seule contrainte est que les moments magnétiques s’orientent à 120° les uns des autres
(de façon équivalente, la somme vectorielle des trois moments magnétiques doit être nulle).
De nombreuses configurations respectent cette règle : une fois un arrangement fixé, toute
rotation d’un même angle des trois moments magnétiques dans le plan (pour le cas XY) 2

ou dans l’espace (pour le cas Heisenberg) est acceptable. Le rôle de l’anisotropie peut aussi
être illustré avec un autre exemple, toujours sur un triangle, mais avec cette fois-ci une di-
rection d’anisotropie Ising différente pour les trois moments. Si on contraint les moments
magnétiques à être dirigés selon l’axe reliant l’atome porteur du moment et le centre du tri-
angle, on trouve une configuration non frustrée pour des interactions antiferromagnétiques
mais une configuration frustrée pour des interactions ferromagnétiques. Les mêmes caracté-
ristiques sont retrouvées en dimension trois en remplaçant les triangles par des tétraèdres.
La figure I.3 reprend quelques-unes des configurations mentionnées ici.

1. Le mécanisme responsable de l’anisotropie des moments magnétiques (aussi dénommée anisotropie
magnéto-cristalline) est appelé champ cristallin et sera décrit en détail dans le chapitre III.

2. Une fois un premier moment magnétique fixé, il ne reste que deux possibilités pour déterminer le
second : choisir un moment orienté à 120° ou à −120° du premier moment. Le dernier moment magnétique
est alors entièrement déterminé. Ces deux possibilités, avec des rotations des moments magnétiques dans un
sens ou dans l’autre, définissent les deux chiralités magnétiques possibles du triangle.
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Figure I.4 – Réseaux à base de triangles ou de tétraèdres pouvant induire
de forts effets de frustration magnétique géométrique. En haut à gauche : réseau
triangulaire. En haut à droite : réseau kagomé. En bas à gauche : réseau cubique face
centrée. En bas à droite : réseau pyrochlore. La frustration est plus grande pour les deux
réseaux de droite, de plus faible connectivité.

Un autre ingrédient fondamental pour la frustration géométrique est la connectivité du
réseau. Si la présence de triangle ou de tétraèdre apparaît propice à l’existence de frustra-
tion géométrique, la façon dont ils sont connectés (par exemple par leurs arrêtes ou par
leurs sommets) aura une influence sur le nombre de configurations minimisant l’énergie. La
figure I.4 montre quelques exemples de réseaux propices à l’existence de frustration : les
réseaux triangulaire (triangles connectés par les cotés), kagomé (triangles connectés par les
sommets), cubique face centrée (tétraèdres connectés par les cotés) et pyrochlore (tétraèdres
connectés par les sommets). Le réseau pyrochlore peut être vu comme une alternance de
plans triangulaires et kagomé dans les directions ⟨111⟩ de la structure cubique (c’est à dire
ses grandes diagonales). On peut sentir l’influence de la connectivité en prenant le cas de mo-
ments magnétiques XY : sur le réseau triangulaire, l’arrangement des moments magnétiques
sur un triangle fixe la configuration de l’ensemble du réseau (puisque deux triangles voisins
partagent deux moments magnétiques) alors que ce n’est pas le cas sur le réseau kagomé.
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Une caractéristique générale des systèmes frustrés classiques est la présence d’une entropie
résiduelle S = kB ln Ω ̸= 0 (où Ω désigne le nombre de configurations) à T → 0 [Cha11]. Le cas
de moments magnétiques Ising en interactions antiferromagnétiques sur un triangle (figure
I.2) est à nouveau instructif. Une fois les deux premiers moments magnétiques fixés, il reste
deux possibilités pour le dernier : l’entropie résiduelle par site vaut donc S/N = 1

3kB ln 2 ≃
0.23kB (où N désigne le nombre de sites). A la limite thermodynamique, cette quantité diffère
en fonction de la connectivité du réseau : S/N ≃ 0.323kB pour le réseau triangulaire [Wan50]
et S/N ≃ 0.502kB pour le réseau kagomé [KN53]. A nouveau, on retrouve aussi l’influence
de l’anisotropie : pour des spins XY, S/N = 0 sur le réseau triangulaire (la configuration
n’est pas frustrée dans ce cas, il s’agit d’un ordre magnétique non colinéaire où les moments
magnétiques plus proches voisins sont orientés à 120°) tandis que pour le réseau kagomé,
S/N ≃ 0.168kB [RCC93].

Cette entropie résiduelle par site est particulièrement importante. Elle indique que le
nombre d’états de même énergie croît plus vite que le nombre de sites. A la différence d’états
ordonnés (avec des corrélations magnétiques non nulles ne dépendant pas de la distance) ou
paramagnétiques (sans corrélations), les phases stabilisées sont caractérisées par des corréla-
tions non nulles mais décroissantes avec la distance [Cha11]. Ces phases sont généralement
appelées liquides de spin classiques (par analogie avec les états liquides) ou paramagnétiques
coopératifs [Vil79]. Cette définition assez large regroupe en réalité des systèmes assez divers
et variés. Parmi les propriétés qui permettent de les distinguer, la façon dont les corrélations
diminuent avec la distance r entre deux moments est particulièrement importante. On peut
naturellement penser à une décroissance exponentielle [RSM17] associée à une longueur de
corrélation finie comme dans les liquides ordinaires mais il existe aussi des cas où la décrois-
sance est algébrique [Hen10]. La dynamique des systèmes peut aussi être très différente :
les états peuvent être très fluctuants (notamment pour des degrés de liberté magnétique
continus comme des moments magnétiques XY ou Heisenberg) ou à l’inverse bien plus lente
(particulièrement pour des moments magnétiques Ising du fait des barrières d’énergie). On
reviendra ultérieurement sur l’ensemble de ces particularités avec l’exemple des glaces de
spin.

Tous les aspects quantiques ont été négligés à ce stade. Aucune intrication n’est présente
et les phases peuvent être décrites par des moments magnétiques associés à chacun des
sites du réseau. La présence de fluctuations quantiques dans les systèmes fortement frustrés
peut générer des états encore plus exotiques que leurs équivalents classiques [LM11]. Ces
liquides de spin, fondamentalement quantiques, sont caractérisés par un état fondamental
non magnétique formé d’une superposition des états magnétiques initiaux. Plus précisément,
les liquides de spin quantiques sont définis comme des états possédant une intrication longue
portée accompagnés d’excitations fractionnaires [SB16 ; Bro+20]. Remarquons que l’entropie
résiduelle non nulle des liquides de spin classique disparait au profit de cet état fondamental
unique intriqué, en accord avec le troisième principe de la thermodynamique. S’il est difficile
de caractériser précisément ce type d’état et que les composés étudiés expérimentalement
ne présentent pas toutes ces caractéristiques, les effets quantiques peuvent être importants
dans la physique basse température de systèmes au comportement magnétique exotique.
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Figure I.5 – Illustration des deux réseaux pyrochlores imbriqués des oxydes
pyrochlores R2M2O6O’. Les ions R3+ sont en violet et les ions M4+ en vert. Les
oxygènes n’ont pas été représentés.

Atome Position de Wyckoff Symétrie ponctuelle Coordonnées minimales

R 16d 3̄m 1
2
,
1
2
,
1
2

M 16c 3̄m 0, 0, 0

O 48f mm x,
1
8
,
1
8

O’ 8b 4̄3m 3
8
,
3
8
,
3
8

Tableau I.1 – Positions cristallographiques du groupe d’espace Fd3̄m pour les
composés pyrochlores R2M2O6O’ avec une origine en 16c.

1.2 Oxydes pyrochlores
Plusieurs ingrédients importants dans l’émergence de comportements magnétiques com-

plexes ont été mis en évidence dans la section précédente : nature des interactions entre
atomes magnétiques, anisotropie des moments magnétiques, connectivité du réseau. De nom-
breuses phases frustrées ou présentant des caractéristiques magnétiques exotiques ont ainsi
été découvertes ces dernières années dans les oxydes pyrochlores [GGG10]. Ces solides io-
niques de formule chimique R2M2O7 ou plus précisément R2M2O6O’ (les notations O et O’
permettent de distinguer deux oxygènes inéquivalents) cristallisent dans le groupe d’espace
cubique Fd3̄m et sont particulièrement propices à l’apparition de ce type de phases : les ions
R3+ et M4+ sont placés sur deux réseaux pyrochlores imbriqués (figure I.5) et les oxygènes
environnants peuvent induire une anisotropie des moments magnétiques très différentes en
fonction des ions considérés. Le tableau I.1 donne les positions de Wyckoff des atomes de
ces composés ainsi que leurs symétries ponctuelles locales. Tous les systèmes discutés dans
la suite font partis de cette famille des oxydes pyrochlores.
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Figure I.6 – Deux vues de l’environnement local de la terre rare R3+ et de
l’élément de transition M4+ dans les oxydes pyrochlores. Les oxygènes O sont en
rouge et les oxygènes O’ en rouge foncé. A gauche : environnement des terres rares R3+

(en violet). A droite : environnement des éléments de transition M4+ (en vert).

L’environnement des ions R3+ et M3+ est controlé par le paramètre x fixant la position
des atomes O. Celui-ci varie généralement entre 0.320 − 0.345 en fonction des éléments R
et M . L’environnement des ions R3+ comporte six oxygènes O formant un anneau autour
de l’ion terre rare et deux oxygènes O’ formant une chaîne linéaire O’ −R− O’ orthogonale
à l’anneau et parallèle à une direction ⟨111⟩ de la structure cubique (c’est à dire une des
grandes diagonales du cube). Les distances typiques entre les oxygènes et la terre rare sont
de l’ordre de 2.4−2.5 Å pour R−O et 2.2 Å pour R−O’. L’environnement des ions M4+ est
composé de six atomes O tels que les six liaisons M − O soient de même taille. Les angles
O − M − O varient entre 80° et 100°. Remarquons que pour x = 0.375 l’environnement de
la terre rare R3+ serait cubique (les liaisons R − O et R − O’ sont de même taille dans
ce cas) tandis que pour x = 0.3125 l’environnement des éléments de transition M4+ serait
octaèdrique (les angles O − M − O sont tous de 90° dans ce cas). La figure I.6 montre
l’environnement local des terres rares R3+ et des éléments de transition M4+.

2 Les glaces de spin

2.1 Le modèle original de la glace de spin classique
Un exemple particulièrement intéressant de liquide de spin apparaissant sur un réseau

pyrochlore est celui de la glace de spin premier voisin. Il s’agit pour cela de considérer
des spins en interactions ferromagnétiques avec une anisotropie Ising telle que les spins
soient contraints à pointer vers l’intérieur ou vers l’extérieur du tétraèdre [Har+97]. L’état
fondamental obtenu avec de telles conditions est hautement dégénéré : les configurations
minimisant l’énergie d’un tétraèdre sont celles respectant la règle 2-in 2-out où deux spins
pointent vers l’intérieur et deux vers l’extérieur (figure I.7). Cette règle est aussi appelée
règle de la glace par analogie avec une phase de la glace d’eau où chaque oxygène est lié à
deux protons proches par liaisons covalentes et à deux protons loin par liaisons hydrogène.
L’entropie par site de la glace de spin est d’ailleurs identique à l’entropie résiduelle de la
glace d’eau, déterminée approximativement par Pauling dès 1935 : S/N ≃ 1

2kB ln 3
2 [Pau35].
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Figure I.7 – Les six configurations 2-in 2-out minimisant l’énergie d’un tétra-
èdre dans la phase glace de spin.

Afin de déterminer d’autres caractéristiques des glaces de spin, on décompose le moment
magnétique Mi d’un ion i sous la forme Mi = |M |Si = |M |Szi zi où |M | fixe la norme du
moment magnétique, Szi = ±1 le sens du spin Si associé et zi sa direction d’anisotropie.
Remarquons que seul quatre vecteurs zi=1,2,3,4 sont distincts dans le cristal et correspondent
aux quatres grandes diagonales ⟨111⟩ de la structure cubique. Les vecteurs zi sont choisis
normés et de façon à avoir zi · zj ̸=i = −1/3. L’état glace de spin est obtenu en considérant
le hamiltonien [Moe98]

HSI = −J
∑
⟨ij⟩

Si · Sj = Jzz
∑
⟨ij⟩

Szi S
z
j (I.1)

en incluant |M |2 dans J et avec Jzz = J /3 > 0 : la minimisation de l’énergie impose deux
spins entrants et deux spins sortants par tétraèdre. L’équation I.1 peut aussi s’écrire, à une
constante près,

HSI = Jzz

2
∑
t

(∑
i∈t
Szi

)2

= Jzz

2
∑
t

Q2
t (I.2)

où t distingue les tétraèdres. La règle de la glace se traduit par Qt = 0 pour chaque tétraèdre.
On voit ainsi émerger une contrainte portant sur le spin total entourant chaque noeud du
réseau parent formé par les centres des tétraèdres (s’identifiant à un réseau diamant). L’exis-
tence d’une telle contrainte est associée au concept de phase de Coulomb 3 [Hen10]. Les
conditions requises pour qu’un liquide de spin soit une phase de Coulomb sont les suivantes :

1. Chaque variable (spin) peut être associée à un flux directionnel Fi reliant deux noeuds
du réseau parent ;

2. Ces variables sont soumises à de fortes contraintes telles que la somme des flux sur
chaque noeud du réseau parent est nulle ;

3. L’état du système est fortement dégénéré et non ordonné.
La définition des quantités Fi permet de construire un champ vectoriel émergent F (r) en
deux temps : (i) en sommant les flux discrets sur chaque tétraèdre ; (ii) en passant à la limite
continue en prenant la valeur moyenne sur un volume mesoscopique. Pour les glaces de spin,
les flux discrets Fi sont dirigés de la même façon que les spins Si initiaux et le champ F (r)
est alors directement proportionnel à l’aimantation M(r). La règle de la glace Qt = 0 se
traduit dans ce langage par la conservation du flux sur chaque tétraèdre ce qui, à la limite
continue, correspond à une divergence nulle de l’aimantation : ∇·M (r) = 0. Cette condition

3. La définition d’une phase de Coulomb n’est pas limitée aux systèmes magnétiques et est générale aux
systèmes sur réseau, comme la glace d’eau, bien que le magnétisme fournisse la plupart des réalisations expé-
rimentales. Remarquons par exemple que des spins XY ou Heisenberg en interactions antiferromagnétiques
sur un réseau kagomé ou pyrochlore entrent dans cette catégorie.
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Figure I.8 – Excitations élémentaires de la phase glace de spin. A gauche :
état fondamental glace de spin 2-in 2-out. Au centre : création d’une paire de charges
magnétiques (monopole et antimonopole magnétique, représentés par une sphère rouge et
une sphère bleue respectivement) en retournant un spin (en noir). A droite : déconfinement
de l’excitation : la paire de charges est séparée sans coût supplémentaire en énergie par le
retournement d’un second spin (en noir).

est transformée en k · M (k) = 0 dans l’espace de Fourier. En notant Mα la composante α
de M et en définissant r̂α = rα/|r|, les corrélations d’aimantation s’écrivent alors [Hen10]

⟨Mα(−k)Mβ(k′)⟩ ∝ δkk′

(
δαβ − kαkβ

|k|2

)
,

⟨Mα(0)Mβ(r)⟩ ∝ δαβ − 3r̂αr̂β
r3 .

(I.3)

Ces deux relations méritent quelques commentaires. La première indique que pour certains
points de l’espace réciproque (les points de pincement ou pinch point), les corrélations seront
singulières dans une direction et diffuses dans les deux autres. La seconde traduit le fait que
le champ M (r) est analogue à un champ magnétique sans monopoles magnétiques : les cor-
rélations sont similaires à celles générées par des interactions entre dipoles magnétiques. Plus
particulièrement, la décroissance des corrélations suit une loi de puissance (cette propriété
est générale aux phases de Coulomb) : la longueur de corrélations diverge.

Cette discussion permet d’interpréter naturellement la quantité Qt intervenant dans
l’équation I.2 : il s’agit de la charge magnétique portée par le tétraèdre t. Dans l’état glace
de spin 2-in 2-out le flux entrant est égal au flux sortant : la divergence de l’aimantation est
nulle et Qt = 0. Si on considère à présent l’excitation élémentaire la plus simple possible, le
retournement d’un spin, la divergence devient non nulle : ∇ · M(r) ̸= 0. Par analogie avec
la loi de Gauss de l’électrostatique, on peut considérer qu’une paire de charges magnétiques
±qm est créée sur les deux tétraèdres connectés par ce spin qui sont à présent dans des confi-
gurations 3-in 1-out et 1-in 3-out [Ryz05]. Ces deux quasi-particules sont aussi dénommées
monopole et antimonopole magnétique. Il s’agit d’excitations fractionnaires : chaque charge
magnétique porte un demi moment magnétique puisque le retournement d’un spin défini
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Figure I.9 – Signatures expérimentales des glaces de spin. A gauche : entropie
résiduelle de Dy2Ti2O7 obtenue en intégrant la chaleur spécifique du composé (figure
adaptée de la référence [Ram+99]). L’entropie R ln 2 correspond à l’entropie par mole
de spins Ising dans un état paramagnétique. A droite : points de pincement (visibles en
(0, 0, 2), (1, 1, 1), (2, 2, 2), etc.) observés sur Ho2Ti2O7 par diffusion diffuse de neutrons
(figure adaptée de la référence [Fen+09]).

deux charges magnétiques. Une fois créées, ces charges peuvent être déconfinées et se dépla-
cer librement sur le réseau diamant sans coût en énergie en considérant des retournements
successifs de spins 4. Cet aspect est illustré sur la figure I.8. Il faut néanmoins passer une
barrière d’énergie 2J à chaque retournement de spin. La dynamique du système reste donc
lente en comparaison des liquides de spin où les degrés de liberté sont continus.

Les pyrochlores Dy2Ti2O7 et Ho2Ti2O7 sont historiquement les deux premières réalisations
expérimentales de la glace de spin [BG01 ; BH20]. L’entropie de Pauling déterminée dans
Dy2Ti2O7 par A. P. Ramirez et collaborateurs [Ram+99] est en accord avec celle mesurée
par W. F. Giauque et J. W. Stout [GS36] sur la glace d’eau et les points de pincement ont
pu être observés dans Ho2Ti2O7 par T. Fennell et collaborateurs [Fen+09] (figure I.9).

2.2 Les glaces de spin dipolaires
Pour comprendre le comportement de Ho2Ti2O7 et Dy2Ti2O7, il est en réalité essentiel

d’aller au delà du modèle initial de la glace de spin classique [BG01 ; BH20]. Cet aspect est
due à la faiblesse des interactions d’échange dans ces systèmes (de l’ordre de 1 K) et aux
moments magnétiques importants des ions Ho3+ et Dy3+ (M ≃ 10µB) qui fixent l’amplitude
des interactions dipolaires (de 2.4 K pour les premiers voisins) [HG00 ; BG01]. Celles-ci ne
peuvent donc pas être négligées. La découverte d’une phase glace de spin dans ces composés
apparaît donc à priori contradictoire avec la complexité et la longue portée des interactions
dipolaires. Pour conserver un tel état, il est nécessaire que les interactions plus proches voisins

4. Pour T > 0, il existe en réalité un terme d’interaction entre les charges magnétiques d’origine purement
entropique (la dégénérescence du système fait que l’énergie libre est déterminée uniquement par l’entropie)
qui prend la forme d’un potentiel coulombien. Il s’agit d’une caractéristique générale des phases de Coulomb.
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restent similaires pour toutes les paires de spins (afin de conserver la présence de frustration
magnétique) et que les interactions à longue portée ne lèvent pas cette dégénérescence.

Pour comprendre l’origine de la phase glace de spin dans ces systèmes à fortes interactions
dipolaires, il est instructif d’examiner le hamiltonien de la glace de spin dipolaire

HDSI = HSI + Hdip = −J
∑
⟨ij⟩

Si · Sj + D
∑
i>j

r3
nn

[
Si · Sj

|rij|3
− 3(Si · rij)(Sj · rij)

|rij|5

]
. (I.4)

Dans cette équation, D = µ0M
2/4πrnn, rij est un vecteur joignant les deux ions i et j et rnn

désigne la distance entre deux premiers voisins. L’effet du terme dipolaire sur les plus proches
voisins s’identifie, pour toutes les paires de spins, à (5D/3)Si · Sj [HG00]. Une réécriture du
hamiltonien HSI en remplaçant Jzz par J̃zz = −J /3 + 5D/3 permet de retrouver un état
fondamental glace de spin pour J̃zz > 0. L’effet des interactions à plus longue portée est
plus subtil à appréhender. Une approche élégante consiste à nouveau à introduire la notion
de monopoles magnétiques. C’est le chemin suivi par Castelnovo et collaborateurs [CMS08]
pour montrer que le hamiltonien de la glace de spin dipolaire se réécrit à un terme constant
et un terme correctif faible décroissant en r−5 près sous la forme 5

HDSI ≃ v0

2
∑
t

Q2
t + µ0

4π
∑
t̸=t′

QtQt′

rtt′
(I.5)

où rtt′ est la distance entre les centres des tétraèdres t et t′ et v0 dépend de J et D. La
valeur de la charge magnétique qm est fixée dans ce modèle et vaut qm = ±2M/rd où
rd =

√
3/2rnn est la distance entre deux noeuds du réseau diamant de tétraèdres. Pour un

potentiel v0 suffisamment important, l’état fondamental de ce système est à nouveau un état
glace de spin Qt = 0. La présence du terme correctif proportionnel à r−5 devrait néanmoins
conduire à un état ordonné à très basse température [MHG01]. Cet état n’est pas observé
expérimentalement dans Ho2Ti2O7 et Dy2Ti2O7 : ces systèmes gèlent à très basse température
dans un état hors équilibre (du fait des barrières d’énergie) désordonné [MHS01 ; Sny+04 ;
Cla+09].

Une caractéristique remarquable des monopoles magnétiques émergents de cette des-
cription est qu’ils interagissent par des interactions coulombiennes magnétiques 6 : c’est la
constante µ0 qui intervient. Comme il ne faut qu’une énergie finie pour séparer les monopoles,
le phénomène de déconfinement reste possible : il s’agit toujours d’excitations fractionnaires
et ces charges magnétiques restent dynamiques [JH09 ; JH11]. Notons tout de même qu’outre
le fait qu’il s’agisse de quasi-particules et non de particules élémentaires, ces charges magné-
tiques possèdent plusieurs différences avec les monopoles magnétiques de Dirac [Dir31] : dans
les glaces de spin, les monopoles magnétiques ne sont pas quantifiés et ne peuvent se déplacer
que sur les noeuds du réseau diamant.

5. Pour obtenir l’équivalence entre les deux hamiltoniens, l’approche proposée dans la référence [CMS08]
est de remplacer les spins par des haltères (dumbbells) formées de paires de charges magnétiques ±qm/2 égales
et opposées sur les extrémités des liaisons du réseau diamant. Les interactions entre ces charges conduisent
au hamiltonien I.4. Le terme correctif proportionnel à r−5 vient du fait que les dipoles magnétiques initiaux
M sont ponctuels alors que les haltères ne le sont pas : l’équivalence n’est rigoureuse qu’à grande distance.

6. C’est ce potentiel coulombien magnétique énergétique qui a motivé l’introduction du terme mono-
pole magnétique dans les glaces de spin [CMS08]. Ce terme masque totalement l’interaction coulombienne
magnétique entropique entre les charges déjà présentes dans le modèle de la glace de spin premier voisin.
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Figure I.10 – Formation d’un dipole électrique par magnétostriction. Les anions
O2– sont représentés en noir et les cations R3+ en gris. (a) Sur un triangle. En haut :
configuration 3-in. Toutes les liaisons R− O −R sont équivalentes. En bas : configuration
2-in 1-out. Deux liaisons sont ferromagnétiques et la dernière est antiferromagnétique.
Par magnétostriction (déplacement des oxygènes O2–), un dipôle électrique (représenté
par une flèche verte) est induit. (b) Sur un tétraèdre. L’oxygène pouvant se déplacer (non
représenté) se situe initialement au centre du tétraèdre. Ce déplacement n’a pas lieu pour
les configurations all-in all-out et 2-in 2-out symétriques (en haut) mais apparaît pour
les configurations non symétriques 3-in 1-out et 1-in 3-out (en bas) [Kho12].

3 Vers des propriétés magnéto-électriques

3.1 Le modèle de Khomskii
La découverte d’excitations ayant les propriétés de monopoles magnétiques a renouvelé

l’intérêt considérable porté à l’étude des glaces de spin. Une caractéristique supplémentaire de
celles-ci serait la présence d’un dipôle électrique associé à ces charges magnétiques. La dualité
entre ces quasi-particules et les électrons serait ainsi complétée : un monopole magnétique
serait associé à la présence d’un dipole électrique de la même façon qu’un électron possède
une charge électrique et un dipole magnétique, son spin. C’est la proposition de Khomskii
que l’on discute dans cette section [Kho12].

La (magnéto)striction d’échange est l’un des mécanismes pouvant conduire à l’apparition
d’un tel dipôle électrique. Un exemple simple est montré sur la figure I.10a où on considère
un triangle de cations magnétiques (par exemple des terres rares R3+) portant des moments
magnétiques Ising dirigés vers le centre du triangle et des anions non magnétiques (comme
des oxygènes O2–) entourant ce triangle de façon symétrique. On suppose également que les
couplages magnétiques sont médiés par ces ligands comme c’est généralement le cas pour
les terres rares ou les métaux de transition. Pour trois moments entrants, le système est
totalement symétrique : aucune dipôle électrique ne peut exister. Ce n’est plus le cas si l’on
considère deux moments entrants et un sortant : sur les trois liaisons du triangle, deux sont
ferromagnétiques tandis que la dernière est antiferromagnétique. Comme le ferromagnétisme
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(respectivement l’antiferromagnétisme) est généralement favorisé pour des angles formés par
la paire d’ions magnétiques et l’oxygène de 90° (respectivement 180°) d’après les règles de
Goodenough-Kanamori-Anderson 7, un déplacement des oxygènes pourra être induit pour
minimiser l’énergie du système. Ce déplacement sera différent pour les trois oxygènes : celui
médiateur du couplage antiferromagnétique tendra à se rapprocher de 180° alors que ce sera
l’inverse pour les deux autres. En conséquence, une disymétrie apparaît et le barycentre des
charges positives et négatives n’est plus confondu : un moment dipolaire électrique est induit.

Le même effet peut se produire sur des tétraèdres en remarquant qu’il s’agit de quatre
triangles connectés par les cotés. Pour les tétraèdres R3+ des oxydes pyrochlores, il suffit
pour le démontrer de ne considérer que l’ion O2– situé au centre du tétraèdre (que l’on
pourra visualiser sur la figure I.6). Dans les configurations 2-in 2-out, quatre liaisons sont
ferromagnétiques et deux sont antiferromagnétiques. On pourra vérifier sur la figure I.7 que
ces deux liaisons antiferromagnétiques sont toujours opposées : elles ne connectent pas les
mêmes triangles. Autrement dit, chaque triangle possède deux liaisons ferromagnétiques et
une liaison antiferromagnétique. La configuration magnétique est ainsi symétrique et aucun
dipôle électrique n’est attendu. La même conclusion est facilement obtenue pour les configu-
rations 4-in et 4-out (que l’on désigne généralement sous le nom générique all-in all-out) où
toutes les liaisons sont antiferromagnétiques. Les configurations 3-in 1-out (respectivement
1-in 3-out) sont plus intéressantes. La présence de trois liaisons ferromagnétiques et de trois
liaisons antiferromagnétiques fait que toutes les liaisons du triangle à l’opposé du spin out
(respectivement in) sont nécessairement antiferromagnétiques. Ce n’est pas le cas des trois
autres triangles où deux liaisons sont ferromagnétiques. Par striction d’échange, l’oxygène
central va s’éloigner du spin out (respectivement in) : un dipôle électrique est créé. La figure
I.10b récapitule ces différents cas.

Il est intéressant de remarquer que d’autres mécanismes microscopiques d’origine électro-
nique (n’impliquant pas de déplacement d’ions) pourrait aussi générer des dipoles électriques.
Comme mentionné par Khomskii dans son modèle original [Kho12], ces dipôles électriques
pourraient aussi provenir d’une redistrbution spontannée des charges électriques en fonction
de la configuration magnétique du triangle ou du tétraèdre, comme prédit dans certains
isolants de Mott magnétiquement frustrés [Bul+08 ; Kho10]. Une autre possibilité serait la
présence d’un courant de spin jij ∝ Si×Sj entre des spins Si et Sj non colinéaires qui, sous
l’effet du couplage spin-orbite, affecte les hybridations d’orbitales et produit une polarisa-
tion électrique P ∝ rij × jij. Ce modèle, initialement proposé par Katsura et collaborateurs
[KNB05], conduit à la présence d’un dipôle électrique induit sur les tétraèdres 3-in 1-out et
1-in 3-out dans la même direction que celui proposé par Khomskii [SM14].

Les conséquences de ces dipoles électriques associés aux monopoles magnétiques seraient
nombreuses. On peut citer la possibilité de manipuler les excitations magnétiques par un
champ électrique, la présence d’un ordre antiferroélectrique induit par un champ magnétique
H ∥ ⟨111⟩ ou encore la possibilité de séparer les monopoles et les antimonopoles par un
champ électrique non uniforme [Kho12]. Quelques unes de ces propriétés seront discutées et
étudiées en détail dans le chapitre IV.

7. Ces règles sont généralement énoncés pour les métaux de transition. Une discussion succinte et péda-
gogique de leur origine microscopique pourra être trouvée dans la réféfence [Koc12].



3. Vers des propriétés magnéto-électriques 17

3.2 Phénoménologie à l’échelle macroscopique
On propose dans cette partie de quitter momentanément les aspects microscopiques pour

examiner les conséquences des couplages entre degrés de liberté magnétique et électrique
(comme celui proposé par Khomskii) à l’échelle macroscopique. On cherchera plus précisé-
ment à décrire les différentes propriétés physiques pouvant émerger de ces couplages et à
donner un cadre permettant de les caractériser expérimentalement. L’approche proposée ici
est basée sur la description phénoménologique introduite par Landau et Lifschitz [LL67] puis
reprise par H. Schmid [Sch73 ; Sch94].

L’existence de couplages magnéto-électriques à l’échelle microscopique se traduit généra-
lement par l’apparition d’une polarisation électrique P (respectivement d’une aimantation
M ) induite par un champ magnétique H (respectivement un champ électrique E). On parle
d’effet magnéto-électrique [Fie05 ; EMS06]. Ces effets sont caractérisés par la présence d’inva-
riants dans le développement d’un potentiel thermodynamique du système. Si on considère
un cristal maintenu à température T , contrainte σ, champ électrique E et champ magnétique
H constant 8, le bon potentiel thermodynamique est l densité d’enthalpie libre G. L’équilibre
du système est effectivement caractérisé par un minimum de Φ = G − (ε0E

2/2 + µ0H
2/2) où

la soustraction du second terme permet d’éliminer les contributions de E et de H dans le
vide. En supposant que Φ puisse être développé sous la forme de puissances successives des
champs E et H , on aura en utilisant la convention de sommation d’Einstein sur les indices
(représentant les composantes) répétés et en se limitant aux premiers ordres,

−Φ(E,H) = Φ0 + P S
i Ei +MS

l µ0Hl + 1
2
ε0χ

ee
ijEiEj + 1

2
µ0χ

mm
lk HlHk + αilEiHl

+ 1
3
χeee
ijkEiEjEk + 1

3
χmmm
lkj HlHkHj + 1

2
βilkEiHlHk + 1

2
γijlEjEkHl

+ 1
2
δijlkEiEjHlHk + . . .

(I.6)

où Φ0 représente les autres contributions à Φ. Dans cette expression, P S (respectivement MS)
décrit la possible polarisation (respectivement aimantation) spontanée du composé 9. Les
tenseurs χee et χeee (respectivement χmm et χmmm) s’identifient aux tenseurs de susceptibilité
électrique (respectivement magnétique) linéaire et non linéaire du premier ordre. Les effets
magnéto-electriques sont caractérisés par les tenseurs α, β, γ et δ. Le premier est responsable
de l’effet magnéto-électrique linéaire tandis que les suivants sont responsables des effets
magnéto-diélectriques (non linéaires). Habituellement, le développement de Φ comporte aussi
des termes de couplage avec des effets élastiques dépendants de σ (responsables par exemple
de la magnéto-striction ou de l’effet piezoélectrique) tandis que la température n’apparaît
pas explicitement dans le développement mais est incorporée dans les différents tenseurs qui
dépendent de T [EMS06].

8. La description des effets magnéto-électriques en fonction de E et H est adaptée à une approche
expérimentale (ces deux quantités, comme T et σ, peuvent être maintenues constantes) mais n’est pas celle
permettant de décrire le plus rigoureusement ces effets. Il faudrait plutôt utiliser E et B d’un point de vue
physique (les champs ressentis par une particule test sont E et B) [ODe62] ce qui en plus permettrait de
tenir compte des effets d’hystérésis et de champs démagnétisants et dépolarisant [LG01].

9. La présence de paramètres d’ordres plus complexes (comme l’aimantation alternée d’un antiferromagné-
tique) est ici inclue dans Φ0 : les champs conjugués (un champ magnétique alterné pour l’antiferromagnétisme)
ne peuvent pas être appliqués expérimentalement.
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L’équation I.6 donne un cadre permettant de décrire les couplages magnéto-électriques.
On voit tout d’abord apparaître le rôle fondamental des symétries : G doit être inchangée
sous l’effet des opérations de symétrie du cristal. En particulier, le champ électrique E
est un vecteur polaire et le champ magnétique H est un vecteur axial : la présence d’une
polarisation spontanée P S (respectivement d’une aimantation spontanée MS) n’est possible
que dans les composés sans symétrie d’inversion spatiale 1̄ (respectivement de renversement
du temps 1′). Similairement, l’effet magnéto-électrique linéaire n’est autorisé qu’en l’absence
des symétries d’inversion spatiale 1̄ et de renversement du temps 1′. De façon plus générale,
la forme des tenseurs de couplage sera contrainte par le groupe ponctuel magnétique du
composé [BGK13]. Un deuxième aspect intéressant de l’équation I.6 est que les dérivées
premières de Φ en fonction de Ei et Hl s’identifient à la polarisation et à l’aimantation 10 :

Pi = − ∂Φ
∂Ei

= P S
i + ε0χ

ee
ijEj + αilHl + 1

2
βilkHlHk + γijlEjHl + δijlkEjHlHk . . .

µ0Ml = − ∂Φ
∂Hl

= µ0M
S
l + µ0χ

mm
lk Hk + αliEi + βlkiHkEi + 1

2
γlijEiEj + δlkijHkEiEj . . .

(I.7)

où on a omis les contributions des suceptibilités non linéaires χeee et χmmm. Ces expres-
sions seront particulièrement utiles d’un point de vue expérimental puisqu’elles relient des
observables mesurables aux différents tenseurs. En appliquant les champs E et H dans diffé-
rentes directions, on pourra sonder les couplages magnéto-électriques et possiblement relier
ces différents effets aux mécanismes microscopiques sous jacents.

Pour conclure ce rapide détour sur les aspects macroscopiques, il convient de mentionner
une autre propriété intéressante pouvant être induite par des couplages magnéto-électriques :
le multiferroïsme. Ce terme désignait initialement l’existence dans un composé monopha-
sique d’au moins deux états parmis le ferromagnétisme, la ferroélectricité et la ferroélasti-
cité [Aiz70]. L’approche moderne est basée sur la brisure ou non des symétries d’inversion
spatiale 1̄ et de renversement du temps 1′ ce qui nécessite d’inclure un quatrième état, la
ferrotoroidicité (brisant simultanément ces deux symétries ; à l’inverse, la ferroélasticité n’en
brise aucune) [Ake+07]. Au sens large, le multiferroïsme inclut aujourd’hui des ordres plus
complexes (comme l’antiferromagnétisme). On distingue deux types de multiferroïques :

1. Les multiferroïques propres (ou de type I ) pour lesquels les états ordonnés (et donc
les paramètres d’ordres) sont indépendants ;

2. Les multiferroïques impropres (ou de type II ) avec dans ce cas des transitions de
phases liées et des paramètres d’ordre primaire et secondaire fortement couplés.

Ce sont évidemment des composés de type II qui seront associés à la présence de couplages
magnéto-électriques microscopiques significatifs. Dans ce cas, c’est quasiment exclusivement
le magnétisme complexe qui induit une brisure de l’inversion spatiale et donc l’ordre élec-
trique [EMS06 ; CM07]. A la différence des multiferroïques de type I, le paramètre d’ordre
électrique est donc généralement faible tandis que les effets magnéto-électriques sont plus
importants 11.

10. Les dérivées secondes sont quant à elles reliées aux susceptibilités électrique et magnétique.
11. Pour les multiferroïques magnétiques et électriques, on pourra citer comme exemple type les perovskites

BiFeO3 (type I) et TbMnO3 (type II). La polarisation électrique de ces deux composés est effectivement assez
différente : environ 60 µC · m−2 pour BiFeO3 [Leb+07] et 1 µC · m−2 pour TbMnO3. Ce sont surtout les effets
magnéto-électriques géants qui rendent TbMnO3 remarquable [Kim+03].
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4 Vers des effets quantiques

4.1 La glace de spin quantique
Revenons à la description microscopique des glaces de spin et plus particulièrement à la

glace de spin classique premiers voisins (section 2.1). On va s’intéresser ici à la façon dont les
états fortement dégénérés 2-in 2-out vont être affectés par des effets quantiques. Ceux-ci sont
introduits en ajoutant un terme transverse Ĥ⊥ au hamiltonien de la glace de spin classique
[HFB04] :

ĤQSI = ĤSI + Ĥ⊥ = Jzz
∑
⟨ij⟩

Ŝzi Ŝ
z
j − J±

∑
⟨ij⟩

(
Ŝ+
i Ŝ

−
j + Ŝ−

i Ŝj
)
. (I.8)

L’état fondamental du système sera naturellement modifié si les interactions d’échange trans-
verses J± sont importantes. Le cas intéressant ici est celui où J± ≪ Jzz : comme ĤSI ne
commute pas avec Ĥ⊥, ce dernier joue le rôle de fluctuations quantiques agissant sur les états
glaces de spin stabilisés si Jzz > 0. Dans une région finie de l’espace des phases {Jzz,J±},
l’état fondamental déterminé est un liquide de spin quantique [SB12 ; LOB12 ; SB13] : il
s’agit d’un état fondamental unique formé d’une superposition cohérente exponentiellement
large de configurations glaces de spin 2-in 2-out. L’entropie résiduelle par site est nulle à
T → 0 et des excitations fractionnaires sont prédites. Ce liquide de spin quantique est plus
particulièrement dénommé glace de spin quantique [GM14].

Pour donner quelques éléments permettant de comprendre plus en profondeur la phase
glace de spin quantique et l’origine de l’état fondamental fortement intriqué, on fait agir ce
terme transverse Ĥ⊥ en perturbation sur les états 2-in 2-out. Cette approche est justifiée par
le fait que J± ≪ Jzz et que les premiers états excités (associés à l’existence de monopoles
magnétiques) se situent à une énergie 4Jzz. Les deux premiers ordres de la théorie des
perturbations donnent des contributions nulles ou constantes tandis que le troisième ordre
conduit au hamiltonien effectif [HFB04]
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où h.c. dénote le hermitien conjugué et 7 rend compte de l’ensemble des plaquettes hexago-
nales fermées connectant six spins voisins du réseau pyrochlore. Le hamiltonien effectif Ĥeff

génère ainsi des effets dynamiques (fluctuations) en changeant l’orientation de tous les spins
d’une plaquette hexagonale (comme représenté sur la figure I.11) par effet tunnel. Ces pla-
quettes à six spins constituent la plus petite boucle permettant de passer d’une configuration
2-in 2-out à une autre.

Un aspect particulièrement intéressant des glaces de spin quantiques est l’analogie qui
peut être établie entre cet état et l’électrodynamique (quantique) [HFB04 ; BSS12]. Pour
expliciter ce lien, il est commode de noter B le champ vectoriel émergent de la description
de la glace de spin en terme de phase de Coulomb (au lieu de M comme dans la section
2.1). De cette façon, les configurations 2-in 2-out sont caractérisées par ∇ · B = 0. Comme
en électrodynamique, on peut introduire un potentiel vecteur A tel que B = ∇ × A. Les
fluctuations (quantiques) de B induites par Ĥeff sont alors associées à des variations tempo-
relles de A : en conséquence, un champ électrique E = −∂A/∂t émerge. En plus des charges
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Figure I.11 – Exemple de processus tunnel sur une plaquette hexagonale. Les
spins impliqués dans le processus sont en rouge et bleu : ils sont retournés entre les
configurations de gauche et de droite. Les autres spins (non représentés) sont inchangés.
La règle de la glace 2-in 2-out est respectée dans les deux cas.

magnétiques (aussi appelées spinons dans la littérature des glaces de spin quantiques) dont
l’énergie caractéristique est donnée par Jzz, deux nouvelles excitations apparaissent : les vi-
sons 12 (ou charges éléctriques) dont l’énergie caractéristique est 12J 3

±/Jzz et les photons. Ces
dernières proviennent des fluctuations transverses de A : elles sont non gappées et possèdent
une relation de dispersion linéaire à faible énergie et vecteur d’onde [BSS12 ; GM14].

Les principales signatures expérimentales de la glace de spin quantique sont liées au
photon émergent [BSS12] qui devrait être directement visible en diffusion inélastique de
neutron. Dans le régime où les fluctuations quantiques dominent, les points de pincement
observables en diffusion diffuse de neutrons seraient aussi altérés par rapport aux glaces de
spin classiques (figure I.12). Cette caractéristique est due à une décroissance des corrélations
d’aimantation proportionnelle à r−4 et non plus à r−3. Pour compléter ce panel d’observables,
on peut mentionner la dépendance en température de la chaleur spécifique qui est directement
reliée à l’entropie du système. Plus précisément, la dispersion linéaire des photons devrait
conduire à une contribution proportionnelle à T 3 dans le régime quantique. L’entropie nulle
à T → 0 serait ainsi retrouvée lors du passage de la glace de spin classique à la glace de spin
quantique dans le régime très basse température où les fluctuations quantiques deviennent
cohérentes.

12. Pour comprendre l’origine des visons, on rappel que le champ magnétique B a été introduit à partir
des flux Bi définis sur chaque lien reliant les centres des tétraèdres. Le spin Ŝi définissant le sens d’un flux
se situe précisément au milieu du lien portant Bi et c’est le retournement du spin Ŝi qui produit une charge
magnétique à chaque extrémité de ce lien. De la même façon, le champ E peut être défini à partir d’un flux
E7 sur les liens d’un réseau où le centre des liens correspond au centre des plaquettes hexagonales 7. Le
sens de E, défini par le rotationnel du champ conjugué de B sur les plaquettes, peut être modifié par le
retournement des six spins d’une plaquette (comme sur la figure I.11). Dans ce cas, une charge électrique est
créée à chaque extrémité du lien.
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Figure I.12 – Cartes de diffusion diffuse de neutrons calculées pour la glace
de spin classique (à gauche) et quantique (à droite). On peut voir la disparition
des points de pincement lors du passage du classique au quantique. Figures adaptées de
la référence [BSS12].

4.2 Quelques aspects expérimentaux
Bien que l’état glace de spin quantique ne soit pas le seul liquide de spin quantique

prédit dans les pyrochlores [LHB21], la majeure partie des recherches expérimentales se
sont concentrées sur ce cas 13. Plusieurs composés pyrochlores ont ainsi été qualifiés, à une
certaine période, de glace de spin quantique. Expérimentalement, on se trouve généralement
dans des cas complexes avec de multiples signatures rappelant parfois seulement certaines
caractéristiques de cet état particulier. Dans la littérature des pyrochlores, le terme glace de
spin quantique a souvent été utilisé dans un cadre bien plus large que celui décrit ci-dessus et
signifie surtout la présence d’un état stabilisé par des termes transverses ayant les propriétés
d’un liquide. On passe en revue quelques composés ou familles de composés ayant fait l’objet
d’intenses études dans ce sens.

Le premier composé historiquement associé à ce qualificatif est Tb2Ti2O7. Des corrélations
magnétiques caractéristiques d’un liquide existent jusqu’à au moins 50 mK sans aucun signe
d’ordre magnétique [Gar+99 ; Gar+01]. Ce comportement s’est très vite révélé en total
contradiction avec les calculs théoriques prédisant l’apparition d’un ordre à longue portée
dès 1 K lié à la nature antiferromagnétique des interactions et l’anisotropie Ising des moments
magnétiques [HG00 ; Kao+03]. Le terme glace de spin quantique a alors été proposé dans le
cadre d’un modèle où des fluctuations quantiques transverses sont restaurées par la présence
d’un doublet de champ cristallin excité de basse énergie (vers 20 K) et tendraient à stabiliser
un tel état [MGC07 ; MG09]. Néanmoins, les prédictions de ce modèle ne sont pas en accord

13. C’est aussi l’occasion de mentionner que la recherche d’un composé stabilisant un état liquide de spin
quantique s’est d’abord portée historiquement sur les composés 2D à réseau kagomé [MB16]. Si la nature de
l’état fondamental est encore sujette à débat pour des spins Heisenberg en interactions antiferromagnétiques
premiers voisins, la découverte de l’emblématique herbertsmithite ZnCu3(OH)6Cl2 en 2005 réalisant presque
parfaitement toutes ces caractéristiques a motivé de nombreuses études expérimentales et théoriques sur ce
composé et les composés voisins.



22 Chapitre I. Pyrochlores magnétiques : propriétés et états exotiques

avec toutes les données expérimentales [Lho+12] et ce composé s’est avéré extrêmement
complexe au fil du temps. On pourra citer par exemple la présence d’effets magnéto-élastiques
géants [Ale+85], de dépendance des mesures en fonction des échantillons [Tan+13] ou encore
d’une importance particulière des degrés de liberté quadrupolaires [Kad+15]. On reparlera
en détail de ce système et plus généralement des composés au terbium dans la suite de ce
manuscrit.

Un autre composé ayant longtemps été qualifié de glace de spin quantique est Yb2Ti2O7.
Les premières études ont mis en évidence la présence d’un ordre ferromagnétique canté
[Yas+03] bien que celui-ci ait rapidement été débattu [Gar+04], puis finalement reconfirmé
[Cha+12]. La complexité de Yb2Ti2O7 et la dénomination glace de spin quantique qui lui a
été attribuée provient principalement de sa dynamique extrêmement inhabituelle. A la place
d’ondes de spin bien définies généralement associées à un ordre magnétique, une large distri-
bution d’intensité diffusée, presque sans gap, est visible en diffusion inélastique de neutrons
[Rob+15 ; Tho+17]. Sous champ magnétique, ce spectre diffus évolue progressivement vers
des ondes de spin conventionnelles sans transition magnétique apparente [Tho+17]. La com-
paraison avec le composé voisin Yb2Ge2O7 rend ces caractéristiques encore plus intriguantes :
malgré un ordre à longue portée antiferromagnétique à basse température, le même type de
dynamique est visible [Hal+16]. Bien que ces composés à l’ytterbium ne soient à priori pas
de bons candidats pour stabiliser une phase glace de spin quantique (l’anisotropie des spins
est d’ailleurs plutôt XY que Ising pour ces systèmes), les aspects quantiques pourraient avoir
un rôle important : ces composés seraient situés proches d’une frontière de phase entre deux
ordres ferromagnétique et antiferromagnétique [Rob+15 ; Jau+15].

Les composés au praséodyme apparaissent aujourd’hui parmis les candidats les plus pro-
metteurs pour stabiliser une phase glace de spin quantique. Les moments magnétiques des
ions Pr3+d’anisotropie Ising, sont d’amplitude plus faibles (∼ 3µB) que les moments des ions
Ho, Dy (∼ 10µB) et même Tb (∼ 5−6µB) discutés précédemment. Cet aspect a tendance à
renforcer les effets quantiques et à diminuer les effets des interactions dipolaires. Les études
sur Pr2Zr2O7 ont justement révélé un état magnétique désordonné jusqu’à au moins 50 mK
[Kim+13 ; Bon+16] avec la présence de corrélations magnétiques à courte portée rappelant
les glaces de spin tout en présentant des signatures d’importantes fluctuations quantiques
[Kim+13]. Ultérieurement, il a été montré qu’une caractéristique fondamentale de Pr2Zr2O7
est la présence d’un désordre structural intrinsèque qui affecte profondément le magnétisme
des ions Pr3+ même dans le composé stoechiométrique [Wen+17]. Si un désordre important
pourrait favoriser l’apparition d’un état gelé à basse température, il a été montré qu’un
désordre faible pourrait au contraire restaurer des fluctuations et amener le système vers
une variante d’un état glace de spin quantique [SB17]. Un autre composé de la même famille
récemment étudié est Pr2Hf2O7. Une phénoménologie similaire à son voisin Pr2Zr2O7 sans
ordre à longue portée est observée avec, à l’inverse, aucun désordre structural relevé [Ana+16 ;
Sib+16]. De façon assez intéressante, des mesures de diffusion de neutrons montrent des pos-
sibles évidences du photon émergent des glaces de spin quantiques [Sib+18]. Si des mesures
complémentaires sont nécessaires, le composé Pr2Hf2O7 apparaît particulièrement promet-
teur.
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5 Vers des couplages entre degrés de liberté
A travers l’exemple des glaces de spin, de nombreuses propriétés des systèmes frustrés

ont pu être discutées. On citera tout particulièrement la dégénérescence (accidentelle) ma-
croscopique d’un point de vue classique ou l’intrication à longue portée dans une approche
quantique. Ces caractéristiques rendent les systèmes frustrés extrêmement fragiles : de faibles
perturbations pourront avoir des effets considérables en favorisant certains états par rapport
à d’autres. La dégénérescence sera dans ce cas au moins partiellement levée ou l’intrication
en partie brisée. Dans les systèmes magnétiques, la plus simple des perturbations est la
présence d’interactions à plus longue portée 14 mais bien d’autres effets peuvent exister.

Un des processus pouvant conduire à la sélection d’un état particulier est l’ordre par le
désordre [Vil+80 ; Hen87 ; Hen89]. Le cas le plus simple est l’ordre par le désordre classique
où ce sont les fluctuations thermiques qui sont responsables de la sélection. Les configurations
minimisant l’énergie pour lesquelles de plus nombreux états excités sont accessibles grâce à
la température seront favorisées par un mécanisme de sélection entropique. L’entropie S =
kB ln Ω (où Ω représente les états accessibles) sera plus importante pour ces configurations
que pour les autres et l’énergie libre F = U − TS (où U est l’énergie interne) sera abaissée
en conséquence. Dans d’autres cas, ce sont les fluctuations quantiques qui vont sélectionner
certains états. Une façon de décrire ce procédé est d’interpréter ces fluctuations comme
un champ moléculaire oscillant ajoutant un terme au hamiltonien. On parle d’ordre par le
désordre quantique. De la même façon, la sélection peut passer par un ordre par le désordre
structural où une dilution magnétique (par la présence de défauts) introduit des interactions
d’échanges aléatoires. Dans les pyrochlores, on pourra citer l’exemple du composé Er2Ti2O7
où tous ces processus d’ordre par le désordre semblent jouer un rôle dans la sélection de
l’ordre magnétique [RG19].

Les couplages entre différents degrés de liberté peuvent aussi avoir un effet important
dans les systèmes frustrés. Le relâchement des degrés de liberté élastiques est probablement
l’exemple le plus simple avec, lorsque c’est énergétiquement favorable, une contraction ou
un allongement de certaines liaisons. Dans certains cas, un ordre pourra même être stabilisé
[TMS02]. Outre la sélection d’état, ce type de mécanisme conduit souvent à des propriétés
intéressantes. La partie 3 de ce chapitre traitant des effets magnéto-électriques illustre bien
cet aspect avec la recherche d’une polarisation électrique produite par magnétostriction dans
le modèle de Khomskii [Kho12]. Enfin, certains couplages entre degrés de liberté peuvent
se traduire par des interactions effectives entre moments magnétiques [San+09]. Dans ce
cas, on pourrait rencontrer des systèmes où ces couplages agissent comme des sources de
fluctuations quantiques en instaurant des termes transverses dans le hamiltonien.

La multitude d’effets possibles et la fragilité des systèmes frustrés est probablement une
des raisons pour laquelle ceux-ci résistent parfois à la compréhension. Le composé Tb2Ti2O7
est probablement l’un des cas les plus complexes dans les pyrochlores où il est difficile de
désintriquer le rôle de chaque effet [GGG10 ; RG19]. La suite de ce manuscrit est dédiée
à l’étude de ce système encore mal compris et à ses composés voisins. L’importance des

14. Même si la dégénérescence n’est pas toujours levée : c’est le cas avec les interactions dipolaires dans
les glaces de spin.
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interactions entre degrés de liberté permet d’envisager des études du magnétisme des sys-
tèmes frustrés par les effets de couplages. C’est ce qui est proposé dans le chapitre IV où
le composé Tb2Ti2O7 est caractérisé électriquement sous champ magnétique. Les résultats
seront comparés avec ceux obtenus sur la glace de spin Ho2Ti2O7. Le chapitre V sera l’occa-
sion de revenir sur plusieurs aspects de Tb2Ti2O7 comme les couplages magnéto-élastiques,
l’influence du désordre structural ou encore les interactions quadrupolaires. Cette propriété
des états frustrés à être très sensibles aux perturbations permet de mettre en évidence des
ingrédients importants de la physique de ces systèmes en les déstabilisant. Un cas intéressant
est celui des pyrochlores iridates R2Ir2O7 où le champ moléculaire de l’ion magnétique Ir4+

a permis de révéler la très faible anisotropie des ions Gd3+ liée à des mélanges de termes
spectraux dans Gd2Ir2O7 [Lef+19]. En plus d’agir comme un révélateur d’effets fins, une
telle perturbation peut aussi permettre de stabiliser des nouveaux états. C’est par exemple
le cas dans Ho2Ir2O7 qui constitue la première réalisation expérimentale d’un état fragmenté.
Dans ce système, le moment magnétique fragmente en deux composantes où l’une intervient
dans une phase de Coulomb désordonnée et l’autre dans un ordre magnétique [Lef+17]. Le
chapitre VI traitera de l’effet d’un tel champ moléculaire sur les ions Tb3+ dans Tb2Ir2O7.
Enfin, l’objectif du chapitre VII sera de regarder l’influence d’une autre perturbation, un
désordre structural et de charges électriques Sc3+/Nb5+ dans Tb2ScNbO7.



Chapitre II

Techniques expérimentales

Les différentes techniques expérimentales utilisées dans les études des chapitres IV, V,
VI et VII sont décrites dans ce chapitre. Toutes les mesures macroscopiques ont été réalisées
à l’Institut Néel tandis que les mesures de spectroscopie d’absorption THz ont eu lieu au
synchrotron SOLEIL et les mesures de diffusion neutronique au laboratoire Léon Brillouin
et à l’Institut Laue Langevin. Il s’agit ici de donner les caractéristiques techniques des ins-
truments de mesures utilisés mais aussi d’expliciter les éléments théoriques nécessaires pour
analyser quantitativement les résultats expérimentaux obtenus. En particulier, le lien entre
les caractéristiques microscopiques des systèmes étudiés et les quantités mesurées sera établi
afin de pouvoir comparer les observables mesurées à celles calculées à partir d’hamiltoniens
modèles (chapitre III).

Figure II.1 – Grands instruments utilisés pour certaines mesures. A gauche :
sychrotron SOLEIL du plateau de Saclay (photographie issue de la référence [SOL01]). A
droite : Institut Laue Langevin de Grenoble (photographie issue de la référence [ILL01]).
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1 Mesures macroscopiques

1.1 Chaleur spécifique
1.1.1 Définition et intérêt

La chaleur spécifique d’un système est définie comme la quantité d’énergie (sous forme
de chaleur) par unité de masse à apporter à celui-ci pour augmenter de 1 K sa température.
On définit la chaleur spécifique à volume V constant

CV =
(
δQ

dT

)
V,Y

=
(
∂U

∂T

)
V,Y

= T

(
∂S

∂T

)
V,Y

(II.1)

et la chaleur spécifique à pression P constante

CP =
(
δQ

dT

)
P,X

=
(
∂H

∂T

)
P,X

= T

(
∂S

∂T

)
P,X

(II.2)

où δQ est la quantité de chaleur apportée, δT est l’augmentation de température induite, U
est l’énergie interne et H l’enthalpie du système. X et Y représentent ici d’autres grandeurs
thermodynamiques intensives et extensives conjuguées pertinentes pour la description du
système, par exemple le champ magnétique B et l’aimantation M . La différence entre ces
deux définitions

γ = CP − CV (II.3)

est la compressibilité et traduit le fait qu’à pression constante une partie de l’énergie fournie
sous forme de chaleur contribue à l’expansion volumique. Cette quantité est généralement
négligeable sur des plages de températures suffisamment restreintes et à suffisamment basse
température pour des solides et la distinction entre CV et CP ne sera pas nécessaire.

Les définitions précédentes indiquent que tous les degrés de liberté du système qui contri-
buent à l’énergie totale vont participer à la chaleur spécifique. Celle-ci sera fonction du
peuplement thermique des différents modes d’excitations pour un solide 1. : on peut citer les
phonons, les magnons pour les systèmes magnétiquement ordonnés, les électrons de conduc-
tion dans les métaux, ou encore toutes les excitations électroniques des isolants (champ
cristallin, etc.). De nombreuses informations sur le système peuvent donc être obtenues par
des mesures de chaleur spécifique, et en particulier des informations sur les transitions de
phases. De tels changements vont modifier considérablement les degrés de liberté du système
ainsi que les états accessibles ce qui conduit à une singularité dans la chaleur spécifique.

Plusieurs méthodes de mesures sont possibles. On peut placer l’échantillon dans une
enceinte adiabatique et lui appliquer une puissance calorifique continue. La mesure de l’aug-
mentation de température qui s’ensuit permet de remonter à la chaleur spécifique. Cette
méthode est bien adaptée à de gros échantillons, le problème étant le couplage thermique
entre l’échantillon et le support permettant d’appliquer la puissance calorifique. De façon
similaire, il est possible d’appliquer une puissance calorifique alternative, ce qui permet de

1. La dernière partie de la relation II.1 fait intervenir l’entropie, qui est fonction du nombre de micros-états
accessibles. A mesure que des états excités sont peuplés thermiquement, celui-ci augmente
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découpler le support et l’échantillon pour des fréquences de chauffage suffisamment élevées ;
il faut par contre que le système puisse atteindre un état stationnaire et donc l’équilibre
thermique rapidement. On peut enfin mesurer la relaxation du système à une impulsion de
chaleur : c’est la méthode utilisée lors des mesures présentées dans la suite.

1.1.2 Dispositif expérimental : PPMS

Les mesures de chaleur spécifique ont été réalisées sur le dispositif commercial Quantum
Design PPMS (Physical Property Measurement System). Cet équipement permet habituel-
lement de réaliser des mesures jusqu’à 1.8 K grâce à un cryostat classique comprenant deux
bains de fluides cryogéniques : un premier d’azote liquide à 77 K et un second d’hélium
4He pompé 2 à 1.8 K. L’ajout d’un troisième bain d’hélium 3He pompé dans l’environne-
ment échantillon permet d’atteindre 0.4 K. La présence d’une chambre à vide autour de
l’échantillon permet d’isoler celui-ci et d’éviter les échanges thermiques par rayonnement et
convection avec les bains de refoidissement du cryostat.

Le PPMS utilise la méthode de relaxation thermique pour mesurer la chaleur spécifique.
L’échantillon de chaleur spécifique Cx est placé sur une plateforme de chaleur spécifique Ca
qui comprend le porte échantillon, un dispositif de chauffage et un dispositif de mesure de
température. La bonne conductivité thermique K2 entre ces deux éléments est assurée par de
la graisse Apiezon N. L’ensemble est thermalisé à une température T0 grâce à la présence de 4
fils de conductivité thermique K1 reliant la plateforme au cryostat. La figure II.2 montre une
photo du porte échantillon et un schéma du dispositif. En notant P la puissance calorifique
appliquée, les bilans thermiques de la plateforme et de l’échantillon s’écrivent [Las+03]

P = Ca
dTa

dt
+K2(Ta − Tx) +K1(Ta − T0),

0 = Cx
dTx

dt
+K2(Tx − Ta)

(II.4)

où Tx, Ta et T0 sont les températures de l’échantillon, de la plateforme et du croystat res-
pectivement. Lorsque la conduction thermique entre l’échantillon et la plateforme est très
bonne (K2 ≫ K1), Tx ≃ Ta et ces équations se simplifient en

P = (Cx + Ca)dTx

dt
+K1(Tx − T0). (II.5)

La solution de cette équation différentielle

Tx(T ) = T0 + ∆T∞
[
1 − e−t/τ

]
(II.6)

avec ∆T∞ = P/K1 et τ = (Cx + Ca)/K1 indique que l’échantillon passe d’une température
Tx en t = 0 à une température Tx + ∆T∞ en t → ∞ lorsque la puissance thermique P
est appliquée. En pratique, la puissance P est coupée en t = t′ lorsque la température de
l’échantillon est Tx + ∆T < Tx + ∆T∞ si bien que la décroissance de la température suit la
relation

Tx(t) = T0 + ∆T e−(t−t′)/τ . (II.7)

2. La température de liquéfaction de l’hélium 4 passe de 4.2 K à pression ambiante à environ 1.8 K à
P ≈ 0.0164 bar.
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Figure II.2 – Dispositif de mesure de chaleur spécifique : PPMS. A gauche :
photographie du porte échantillon et de la plateforme sur laquelle est posée la graisse
Apiezon N et l’échantillon. A droite : schéma simplifié du dispositif (adapté de la référence
[Las+03]). T0, Ta et Tx correspondent aux températures du cryostat, de la plateforme et de
l’échantillon respectivement. Ca et Cx désignent les chaleurs spécifiques de la plateforme
et de l’échantillon. K1 et K2 correspondent à la conductivité thermique entre le cryostat
et la plateforme et entre la plateforme et l’échantillon.

La puissance P est choisie par itération successive de sorte à avoir ∆T∞ ≃ 0.01T0 ⇒
∆T∞/T ≪ 1 et de pouvoir ignorer la dépendance en température de Cx, Ca et K1. Dans
ce cas, la conductance K1 peut être déterminée à partir d’une estimation de ∆T∞ et la
connaissance de Cx permet d’accéder à la chaleur spécifique de l’échantillon Cx en mesurant
τ . La valeur de Ca doit néanmoins être corrigée par rapport à sa valeur sans graisse : une
mesure préliminaire avec uniquement de l’Apiezon N et sans échantillon doit être réalisée.
A chaque point de mesure, le PPMS s’assure que le temps de relaxation entre la plateforme
et le cryostat est négligeable par rapport au temps de relaxation entre l’échantillon et la
plateforme en vérifiant que l’hypothèse K2 ≫ K1 est valide.

1.2 Magnétométrie
1.2.1 Aimantation et susceptibilité magnétique

La caractérisation des propriétés et de la structure magnétique d’un composé commence
généralement par une mesure de ses propriétés macroscopiques dont son aimantation M .
Celle-ci peut être spontanée, dans le cas de matériaux ferromagnétiques, ou induite par
des paramètres extérieurs (champ magnétique ou électrique, pression, etc.). En considérant
uniquement une aimantation induite par un champ magnétique extérieur H et en sommant
sur les indices répétés, l’aimantation s’écrit

Ml = MS
l + χmm

lk Hk + χmmm
lkj HkHj + . . . (II.8)

où MS
l est l’aimantation spontanée, χmm

lk la susceptibilité magnétique linéaire et χmmm
lkj la

susceptibilité magnétique non linéaire d’ordre 2. Dans la limite d’une excitation extérieure
faible,

χmm
lk = lim

Hk→0

∂Ml

∂Hk

. (II.9)
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Variation en température. La variation de χmm
lk avec la température donne une indica-

tion du comportement magnétique du matériau et de la nature des interactions présentes.
Dans le cas simple d’un seul type d’atome magnétique dont les moments sont isotropes, la
susceptibilité magnétique χ ≡ χmm

ll est scalaire et pour T ≫ |θCW |,

χ = C

T − θCW
(II.10)

où C est la constante de Curie proportionnelle au carré du moment magnétique effectif de
l’atome et θCW est la température de Curie-Weiss. Dans les cas simples, une température θCW
positive (respectivement négative) est signe d’interactions ferromagnétiques (respectivement
antiferromagnétiques) entre les moments. En l’absence d’interactions, elle est nulle et le
composé est paramagnétique jusqu’à T = 0 K. Pour un système non frustré, la température
de transition entre l’état paramagnétique et l’état ordonné est de l’ordre de |θCW|. D’autres
indications, par exemple la présence de barrières d’énergie, peuvent être obtenues par des
mesures en température suivant les protocoles zero field cooled et field cooled successivement :

— Zero field cooled (ZFC) : l’échantillon est refroidi sans champ magnétique à la plus
basse température puis le champ magnétique de mesure H est appliqué, la mesure
se faisant lors de la remontée en température. Dans le cas de barrières d’énergie,
les moments magnétiques seront bloqués dans une configuration en dessous d’une
température de gel et ne parviendrons à s’orienter dans le champ magnétique que
lorsque la température sera suffisante ;

— Field cooled (FC) : l’échantillon est refroidi avec le champ magnétique H de mesure.
La mesure se fait soit lors de la descente en température soit lors de la remontée.
Les moments magnétiques s’orientent de façon à maximiser leurs projections dans
la direction du champ magnétique dès les hautes températures et la configuration
obtenue maximise l’aimantation du système.

Variation en fréquence. La variation de χ en fonction de la fréquence ω du champ d’exci-
tation est appelée susceptibilité magnétique AC et informe sur la dynamique des spins. Cette
dynamique peut être induite par divers mécanismes, pour lesquels on peut généralement as-
socier un ou plusieurs temps de relaxation τ et on distingue 3 régimes dans la susceptibilité
AC [TB18] :

— ω ≫ 1/τ : la réponse du système apparaît instantanée et la susceptibilité AC mesurée
correspond à la susceptibilité statique isotherme χT (le système étant à l’équilibre, il
peut échanger de l’énergie avec l’extérieur) ;

— ω ≃ 1/τ : un délai entre l’excitation et la réponse apparaît. La susceptibilité magné-
tique devient une grandeur complexe χ = χ′ + iχ′′ où la partie réelle χ′ rend compte
de la réponse en phase avec l’excitation et la partie imaginaire χ′′ de la réponse en
opposition de phase. Cette dernière décrit typiquement un pic centré en ω = 1/τ ;

— ω ≪ 1/τ : le champ d’excitation est trop rapide pour que le système ne puisse ré-
pondre. Le mécanisme de relaxation caractérisé par τ est bloqué et la susceptibilité
mesurée tend vers la susceptibilité statique adiabatique χS < χT, le système ne pou-
vant échanger de l’énergie avec l’extérieur et atteindre un état d’équilibre.

L’allure précise des mesures en fonction de la fréquence autour de ω ≃ 1/τ dépend donc du
mécanisme considéré.
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Figure II.3 – Schémas de fonctionnement d’un capteur SQUID. (a) Capteur
polarisé avec un courant I0 et traversé par un flux Φ. i est le courant supraconducteur des
jonctions Josephson. (b) Caractéristique I − V du SQUID. Le courant critique IC varie
avec le flux magnétique Φ. Pour un SQUID polarisé avec un courant I0 > IC, la tension
aux bornes de celui-ci varie entre les points A et B en fonction du flux. (c) Évolution de
la tension aux bornes du SQUID en fonction du flux Φ de l’échantillon. La tension est
minimale pour Φ = nΦ0 et maximale pour Φ = (n+ 1/2)Φ0.

1.2.2 Principe d’une mesure SQUID

Les mesures d’aimantation et de susceptibilités magnétiques ont été réalisées sur des ma-
gnétomètres SQUID (Superconducting QUantum Interference Device). Un capteur SQUID
DC est basé sur deux jonctions Josephson, chacune composée de deux supraconducteurs
séparés par un fin matériau isolant. Pour décrire le fonctionnement du SQUID, on note
ψj = √

njeiϕj les fonctions d’ondes des deux supraconducteurs j = 1, 2 d’une jonction où nj
est la densité de paire de Cooper et ϕj le paramètre d’ordre. Le courant dans la jonction est
alors fonction de la différence de phase ∆ϕ0 = ϕ1 − ϕ2 et s’écrit,

i(t) = ic sin(∆ϕ0(t)),
∂∆ϕ0(t)

∂t
= 2eV (t)

~
= 2πV (t)

Φ0
,

(II.11)

avec Φ0 = h/2e ≈ 2.068 × 10−15 T · m2 le quantum de flux, V (t) la tension aux bornes de
la jonction et ic le courant critique. Pour V (t) = 0, le courant i est continu : c’est l’effet
Josephson DC.

Dans le SQUID DC, les deux jonctions Josephson identiques sont placées de façon à
former une boucle et polarisées par un courant I0 (figure II.3a) : le courant dans les jonctions
est donc de I0/2 ± i(t). La différence de phase ∆ϕ± dans les jonctions devant être conservée
modulo 2π en parcourant la boucle, ∆Φ+ − ∆ϕ− = 2nπ et, le système étant symétrique,

∆ϕ± = δ0 ± nπ (II.12)

où δ0 est un paramètre qui dépend seulement des jonctions et de I0. La présence d’un flux
magnétique Φ induit par un échantillon dans le SQUID va avoir un effet sur les paires de
Cooper qui se traduit par une différence de phase supplémentaire ∆ϕm = 2πΦ/Φ0 d’où :

∆ϕ± = δ0 ± π

(
n+ Φ

Φ0

)
. (II.13)
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Tant que I0 est suffisamment faible pour ne pas dépasser le courant critique IC du SQUID
à partir duquel une tension apparaît, I0 est la somme des deux courants supraconducteurs
circulant dans les jonctions :

I0 = ic[sin(∆ϕ+) + sin(∆ϕ−)] = 2ic
∣∣∣∣∣cos

(
π

Φ
Φ0

)
sin(δ0)

∣∣∣∣∣ ≡ IC|sin(δ0)|. (II.14)

La présence d’un flux magnétique module la valeur du courant critique : il est maximal
lorsque le flux est un multiple de Φ0 et minimal lorsque c’est un multiple de Φ0/2 (figure
II.3b). La valeur de |sin(δ0)| peut être obtenue en réalisant une mesure avec un flux connu
(par exemple Φ = 0). En imposant un courant I0 légèrement supérieur au courant critique
IC pour opérer en mode résistif, la variation du flux va induire un changement du courant
critique et donc de la tension aux bornes du SQUID (figure II.3c) : une mesure de cette
tension permet de mesurer le flux magnétique avec une précision au moins égale à Φ0.

Afin de pouvoir faire des mesures sous champ magnétique, le capteur SQUID est isolé
magnétiquement grâce à des écrans supraconducteurs et l’échantillon ne le traverse pas di-
rectement : le flux Φ de l’échantillon est capté par un ensemble de bobines de détection
supraconductrices puis est transmis par une bobine de couplage au SQUID. Celui-ci est cou-
plé à un circuit de rétroaction dont la tension aux bornes est proportionnelle à la position
de l’échantillon dans les bobines de détection, schématisé sur la figure II.4. Lorsque l’échan-
tillon est loin des bobines de détection, le flux est nul. Lorsque l’échantillon s’approche, le
flux augmente progressivement jusqu’au flux Φ maximum au centre de la bobine. A chaque
fois que le flux augmente d’un quantum de flux Φ0, un courant de rétroaction est injecté
dans le circuit de rétroaction afin de compenser le flux crée par l’échantillon dans le SQUID.
Lorsque l’échantillon est au centre du SQUID, la tension aux bornes du circuit de rétroaction
est proportionnelle au flux maximal Φ et donc à l’aimantation de l’échantillon.

1.2.3 Dispositifs expérimentaux

Les mesures magnétiques ont été réalisées sur deux magnétomètres SQUID : un magné-
tomètre commercial pour les mesures au-dessus de 1.8 K et un magnétomètre développé à
l’Insitut Néel pour les mesures très basses températures (inférieures à 5 K et jusqu’à 50 mK).

Magnétomètre commercial Quantum Design MPMS 3. Ce magnétomètre permet
de réaliser des mesures d’aimantation et de susceptibilité magnétique DC entre 1.8 K et 400 K.
L’échantillon est placé dans une paille en plastique fixée à l’extrémité de la canne de mesure.
Un cryostat à flux d’hélium permet le refroidissement : l’échantillon est placé dans une en-
ceinte isolée au dessus d’un réservoir d’hélium liquide et une vanne à débit variable liant les
deux chambres est utilisée pour vaporiser de l’hélium dans l’environnement échantillon par
effet Joule-Thomson. La température de 1.8 K est obtenue en abaissant la pression de l’envi-
ronnement échantillon tandis que la régulation à plus haute température est assurée par une
résistance chauffante. La bobine supraconductrice située autour de la chambre échantillon
permet de réaliser des mesures avec un champ magnétique statique de 7 T. Deux protocoles
de mesure sont possibles : le mode DC où l’échantillon passe successivement entre le centre
des bobines de détection et le mode VSM où l’échantillon oscille autour de la position la plus
sensible du SQUID.
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Figure II.4 – Schéma de fonctionnement d’un magnétomètre SQUID. En haut :
tension mesurée aux bornes du circuit de rétroaction en fonction de la position de l’échan-
tillon dans les bobines de détection. En bas : échantillon parcourant les bobines de détec-
tion. Adapté de la référence [Bla02].

Magnétomètre très basses températures. Ce magnétomètre a été développé à l’Insti-
tut Néel par C. Paulsen [Pau01]. La mesure est basée sur un SQUID DC et le fonctionnement
est similaire au magnétomètre Quantum Design MPMS3 fonctionnant en mode DC classique.
Une bobine supraconductrice permet de générer un champ magnétique statique jusqu’à 8 T
pour les mesures sous champ magnétique et une petite bobine supplémentaire pour les me-
sures de susceptibilité AC. Le refroidissement de l’échantillon est assuré par un réfrigérateur
à dilution qui permet d’atteindre 50 mK. Le fonctionnement de celui-ci est basé sur la circu-
lation en circuit fermé d’un mélange 3He−4He et est décrit succinctement sur la figure II.5.
De plus amples informations peuvent être trouvées dans la référence [Whi59].

1.3 Electrométrie
1.3.1 Polarisation et permittivité diélectrique

Lorsqu’un diélectrique est soumis à des perturbations extérieures (comme un champ
électrique E, un champ magnétique H ou encore des contraintes mécaniques σ), les charges
liées présentes à l’intérieur de celui-ci sont susceptibles de se déplacer sur des distances
microscopiques. Une polarisation électrique macroscopique peut être induite en conséquence.
Il est alors commode de définir le champ de déplacement électrique D par

D = ε0E + P . (II.15)

où P contient la polarisation électrique induite et, pour un ferroélectrique, la polarisation
spontannée P S. En reprenant l’équation I.7 donnant une écriture explicite de la polarisa-
tion en fonction des différents tenseurs de susceptibilité électrique, magnétique et magnéto-
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Figure II.5 – Fonctionnement d’un réfrigérateur à dilution. A gauche : schéma
du diagramme de phase d’un mélange 3He - 4He. L’hélium 4 pur devient superfluide en
dessous de 2.2 K et cette température de transition diminue lorsque la concentration en
3He augmente. En dessous de 0.87 K (la température dépend de la concentration en 3He),
le mélange se sépare en deux phases : une phase riche en 3He et une phase diluée en 3He.
A droite : schéma simplifié d’un réfrigérateur à dilution. Dans ce système, la séparation
en deux phases a lieu dans une boîte à mélange (la phase concentrée, plus légère, flotte
sur la phase diluée) et un bouilleur constitué d’une seule phase est connecté à la phase
diluée de la boîte à mélange. En pompant sur la surface du bouilleur, l’hélium 3 (plus
léger que l’hélium 4), s’évapore en premier de la phase diluée. Par pression osmotique, un
flux d’hélium 3 passe de la phase riche à la phase diluée. C’est ce processus qui absorbe
la chaleur et permet le refroidissement. Le gaz riche en 3He récupéré par le pompage est
refroidi puis réinjecté dans la phase riche en 3He pour assurer un fonctionnement en circuit
fermé.

(di)électrique, on obtient pour Di la composante i = x, y, z de D la relation (en sommant
sur les indices répétés et en omettant les termes dépendants des contraintes σ)

Di = P S
i +

[
ε0
(
δij + χee

ij

)
+ χeee

ijkEk + γijkHk + . . .
]
Ej +

[
αil + 1

2
βilkHk + . . .

]
Hl. (II.16)

Cette écriture permet de définir la permittivité diélectrique ε et ξ le tenseur de couplage
magnéto-électrique par

Di =
∑
j

εij(E,H)Ej +
∑
l

ξil(H)Hl (II.17)

où l’on a regroupé à la dernière ligne les susceptibilités électriques et magnéto-diélectrique
dans la permittivité diélectrique ε et les susceptibilités magnéto-électriques dans ξ. Cette
relation est adaptée à une étude expérimentale où les champs Ej et Hl sont des champs
sondes suffisamment faibles pour ne pas induire de réponse non linéaire et où les autres
champs E et H sont des paramètres de l’expérience. On mesurera par exemple la polarisation
électrique induite par un champ électrique alternatif (Ej) en fonction du champ magnétique
statique H dans le chapitre IV.
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Les origines d’une polarisation induite par un champ électrique sont variées et cette der-
nière sera souvent la résultante de plusieurs contributions. On peut noter par exemple la
polarisation d’interface (due aux mouvements de charges de surface), la polarisation ionique
(liée aux phonons) ou encore la polarisation électronique (associée aux excitations électro-
niques). Comme pour la susceptibilité magnétique, une fréquence caractéristique ωc = 1/τ
peut être associée à chaque mécanisme. Le temps de relaxation τ rend compte de la vitesse
à laquelle les dipôles électriques responsables de la polarisation induite s’orientent dans le
champ électrique 3. Si ω ≪ ωc, la réponse des dipôles est instantanée. A l’inverse, si ω ≫ ωc,
le système ne peut répondre assez vite et le mécanisme est bloqué : les dipôles ne s’orientent
plus dans la direction du champ électrique et ne contribuent plus à la polarisation induite.
Lorsque ω ≃ ωc, il se produit un phénomène de résonance avec dissipation d’énergie. La
permittivité diélectrique devient une grandeur complexe ε = ε′ + iε′′ permettant de rendre
compte d’une réponse en phase (partie réelle, ε′) et d’une réponse en opposition de phase
(partie imaginaire, ε′′) des dipoles électriques avec l’excitation. La partie réelle rend compte
de la capacité du matériau à se polariser sous l’effet de l’excitation extérieure tandis que
la partie imaginaire représente la dissipation. Typiquement, ε′′ passe par un maximum à la
fréquence caractéristique ωc et tend vers zéro pour les fréquences supérieures et inférieures.

1.3.2 Principe des mesures

Permittivité diélectrique. La polarisation induite par le champ électrique peut être
caractérisée par le champ de déplacement D. La quantité de charges traversant une surface
donnée par unité de temps étant non nulle, on peut définir le courant de déplacement

jd = ∂D

∂t
= −iωD = −iωε0εE = σE (II.18)

écrit ici en représentation complexe avec ω la fréquence du champ électrique d’excitation E.
Dans cette équation, σ est la conductivité AC 4 reliant le courant et le champ électrique :

σ = −iωε0ε = −ωε0ε
′′ + iωε0ε

′. (II.19)

Ce lien entre conductivité et permittivité permet de mesurer la permittivité par une mesure
d’impédance [PG09]. Le principe de la mesure consiste à appliquer une tension alternative
u(t) = u0 cos(ωt) sur un échantillon situé entre deux électrodes de mesure et à mesurer
la réponse en courant i(t) = i0(ω) cos(ωt + ϕ(ω)) du matériau. Ces deux quantités sont
reliées par l’admittance Y (ω) = 1/Z(ω) de l’échantillon. Cette dernière est directement
proportionnelle à la conductivité de l’échantillon si celui-ci est homogène. Dans ce cas, en
notant K le facteur de proportionnalité qui ne dépend que de la géométrie de l’échantillon,

i(ω) = Y (ω)u(ω) = Kσ(ω)u(ω) = iω[ε′(ω) + iε′′(ω)]Ku(ω). (II.20)
3. A haute fréquence, les mécanismes mis en jeux sont plutôt associés à des excitations élémentaires

(atomiques, moléculaires, etc) qu’à des déplacement de charges induisant des dipôles électriques. On parle
plutôt de processus de résonance que de processus de relaxation.

4. L’effet d’un champ électrique alternatif peut être décrit par la conductivité électrique ou par la permit-
tivité diélectrique : l’information donnée est identique (à fréquence non nulle, les charges libres se déplacent
seulement autour de leurs positions d’équilibre et la distinction entre charges libres et charges liées est ar-
bitraire). Le cas d’un champ électrique statique est plus problématique puisque la permittivité décrit le
comportement des charges liées et la conductivité le comportement des charges libres. Il est alors possible de
définir, à la place de l’équation II.19, la relation σtot = σf + σc ≡ iωε0ε = −ωε0ε

′′ + iωε0ε
′ où jc = σcE est

le courant de conduction : cette contribution sera ainsi ajoutée dans la partie imaginaire de la permittivité.
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Polarisation. Les mesures de polarisation électrique sont plus difficiles à réaliser puisque
seules les variations de la polarisation P en fonction d’un paramètre externe sont accessibles
expérimentalement. Si on considère des variations de P avec la température T , le champ
électrique E et le champ magnétique H , on aura

dPi =
(
∂Pi
∂T

)
E,H

dT +
∑
j

(
∂Pi
∂Ej

)
T,H

dEj +
∑
j

(
∂Pi
∂Hj

)
T,E

dHj (II.21)

où les dérivées partielles intervenant dans cette équation sont respectivement associées aux
tenseurs (linéaires et non linéaires) de l’effet pyroélectrique, de susceptibilité électrique et
de susceptibilité magnéto-électrique. Les tenseurs de susceptibilité électrique et magnéto-
électrique sont les mêmes que ceux apparaissant dans l’équations I.6 (et II.16) à la différence
qu’ils sont indépendants de la température dans l’équation II.21 : la dépendance en tempéra-
ture est incorporée dans le premier terme d’effet pyroélectrique. Le principe des mesures de
polarisation est alors de placer l’échantillon entre deux électrodes métalliques et de fermer
le circuit avec un ampèremètre. La présence d’une polarisation perpendiculaire au plan des
électrodes P⊥ va induire une accumulation de charges libres Q = SP⊥ aux surfaces S des
électrodes pour compenser P⊥ = |P⊥|. La variation de celle-ci avec un des paramètres T , σ,
E ou H induira un courant

I = dQ
dt

= S
dP⊥

dt
(II.22)

dont la mesure permettra d’accéder à une dérivée partielle de la polarisation et donc de
remonter à la variation de celle-ci en fonction du paramètre considéré.

Afin de sonder l’existence d’une transition d’un état paraélectrique vers un état ferro-
électrique en température, nos mesures de polarisation ont été effectuées par des mesures de
courant pyroélectrique. Il s’agit de faire varier la température à vitesse constante v = dT/dt
et d’intégrer le courant pyroélectrique entre deux températures T1 et T2 pour obtenir la
variation de la polarisation dans cette gamme de température :

1
vS

∫ T2

T1
IdT =

∫ T2

T1
dP⊥ = P⊥(T2) − P⊥(T1). (II.23)

Une difficulté avec ces mesures est que la transition d’un état paraélectrique à un état fer-
roélectrique fait apparaître des domaines si bien que la polarisation macroscopique est nulle.
Il est donc nécessaire de rendre l’échantillon mono-domaine avant la mesure. En pratique,
l’échantillon est refroidi sous tension constante et la mesure se fait lors de la remontée en
température. Si la température minimale atteinte est suffisamment basse pour que la pola-
risation ait atteint sa valeur à saturation, on peut reconstruire la courbe P (T ). Les mesures
de polarisation électrique sont néanmoins délicates à cause de la présence d’électrodes de
mesure. Celles-ci peuvent par exemple induire des charges libres parasites dans le système.
Dans le protocole décrit précédemment, il est nécessaire d’attendre suffisamment longtemps
à basse température afin que toutes les charges libres générées sur les électrodes lors du
passage de la transition aient pu s’évacuer. On notera enfin que les mesures de polarisation
en fonction du champ électrique E sont encore plus délicates. Un cycle P (E) dont la forme
est proche de celle d’un réel cycle d’hystérésis caractérisant un matériau ferroélectrique peut
être mesuré dans un échantillon paraélectrique ou un conducteur uniquement à cause d’effets
extrinsèques [Sco07 ; Loi+08].
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Figure II.6 – Photographie du dispositif de caractérisation électrique. Cet ins-
trument développé à l’Institut Néel permet des mesures de permittivité diélectrique et de
polarisation électrique.

1.3.3 Dispositif expérimental

L’ensemble des mesures électriques ont été effectuées sur un dispositif expérimental dé-
veloppé à l’Institut Néel visible sur la figure II.6. Celui-ci est équipé d’une bobine supra-
conductrice horizontale permettant la génération d’un champ magnétique de 8 T maximum
et pouvant être orienté dans une direction différente du champ électrique de mesure. La
chambre échantillon est refroidie par un cryostat à flux d’hélium. Ce dispositif permet à la
fois les mesures de permittivité diélectrique et de courant pyroélectrique. En effet, dans les
deux cas, des électrodes de contact doivent être réalisées sur l’échantillon à face parallèle
et celui-ci est fixé sur un porte échantillon identique pour les deux cannes de mesure. Un
schéma de l’échantillon mis en forme et une photographie du porte échantillon sont visibles
sur la figure II.7. Afin d’obtenir un bon contact électrique et une bonne tenue mécanique,
ces électrodes sont faites en laque d’argent ou en époxy d’argent. La nature et la qualité des
contacts est très importante : les interfaces avec l’échantillon peuvent induire de nombreux
artefacts de mesure.

La mesure de l’impédance complexe se fait grâce à un pont RLC. Celui-ci est équipé d’une
détection synchrone qui permet de mesurer le module de l’impédance |Z(ω)| qui s’identifie
au rapport des amplitudes des signaux d’entrée u(ω) et de sortie i(ω) ainsi que le déphasage
ϕ(ω) entre ces deux quantités :

Z(ω) = |Z(ω)|eiϕ(ω) = u(ω)
i(ω)

eiϕ(ω) (II.24)
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Figure II.7 – Échantillon et porte échantillon utilisé pour les mesures élec-
triques. A gauche : schéma de l’échantillon à faces parallèles placé entre deux électrodes
de mesure. Pour les mesures de permittivité, les fils de mesure sont doublés (mesure 4
fils). A droite : photographie de l’échantillon fixé sur le porte échantillon.

Cette mesure est effectuée en 4 fils afin de s’affranchir de l’impédance des câbles coaxiaux
reliant le porte échantillon au RLC-mètre utilisé, un appareil commercial Agilent E4980A.
Pour cet instrument, la fréquence des mesures peut être comprise entre 20 Hz et 2 MHz.
Celle-ci doit être choisie suffisamment grande pour éviter les effets capacitifs liés aux charges
de surface mais ne doit pas être trop importante pour éviter tout phénomène de résonance
et conserver un bon rapport signal sur bruit de la mesure (qui devient moins favorable à
haute fréquence pour ce RLC-mètre). Pour nos mesures, une fréquence de 10 kHz convenait
parfaitement. L’amplitude de tension d’entrée doit également être déterminée. Il s’agit ici
encore d’un compromis : celle-ci doit être suffisamment grande pour avoir un rapport signal
sur bruit suffisant, mais suffisamment faible pour que la réponse de l’échantillon reste linéaire.
La tension choisie était de 1 V. Enfin, l’appareil ne donne pas directement les parties résis-
tives et réactives de l’impédance mais les caractéristiques de composants électriques passifs
de circuits équivalents. Il faut donc choisir un modèle de circuit et convertir les valeurs des
composants mesurés. Nos échantillons étant de bons diélectriques, une modélisation appro-
priée est un circuit RC parallèle représentant une capacité réelle. La mesure donne accès à
la capacité idéale Cp et à la résistance de fuite Rp du circuit. La permittivité diélectrique
s’écrit

ε′ = Cp

ε0K
& ε′′ = 1

Rpωε0K
(II.25)

où K ne dépend que de la géométrie de l’échantillon. Pour un échantillon à faces parallèles,
la K = S/l avec S sa surface et l son épaisseur.

Le courant pyroélectrique est mesuré par un femto-ampèremètre commercial Keithley
6517B. Afin de rendre l’échantillon monodomaine, la tension appliquée lors du refroidisse-
ment de l’échantillon était de 200 V. Vu l’ordre de grandeur extrêmement faible des courants
pyroélectriques (de l’ordre du pA), il est très important que les fils de la canne de mesure
soient parfaitement isolés afin de limiter les courants de fuite. Les mesures sont donc ef-
fectuées en 2 fils afin de réduire ce risque. Enfin, la relaxation des charges à l’intérieur du
circuit après l’application d’une tension importante pouvant induire des courants parasites,
le temps d’attente à la plus basse température après avoir appliqué la tension de 200 V doit
être suffisamment long (30 min dans notre cas).
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2 Spectroscopie d’absorption THz sur synchrotron

2.1 Principe général
2.1.1 Spectroscopie d’absorption et rayonnement THz

La spectroscopie d’absorption est une technique expérimentale consistant à envoyer une
onde électromagnétique d’intensité I0(ω) sur un échantillon de longueur l et de mesurer
l’intensité transmise I(ω, l). Dans le cas où l’absorption du milieu est indépendante du flux
incident et ne dépend que de la longueur du trajet, la transmission T (ω, l) s’écrit

T (ω, l) = I(ω, l)
I0(ω)

= e−α(ω)l. (II.26)

Le coefficient d’absorption α(ω) présente des pics aux fréquences des excitations du système
et est donc directement caractéristique des composants (atomes ou molécules) de celui-ci.

Le rayonnement THz désigne la partie du spectre électromagnétique se situant entre
l’infrarouge et les micro-ondes. On retiendra la gamme de fréquence 0.3 THz ≈ 10 cm−1 et
3 THz ≈ 100 cm−1 bien qu’il n’y ait pas de consensus sur les limites exactes. En matière
condensée, ces longueurs d’ondes correspondent aux énergies des excitations de champ cris-
tallin, aux magnons et aux phonons de basses énergies.

2.1.2 Description d’une expérience et observable

Dans le cadre de ce travail, les expériences de spectroscopie d’absorption THz ont été
réalisées sur monocristaux orientés. Ceux-ci se présentent sous forme de plaquettes à faces
parallèles d’épaisseur l. L’intensité transmise I(ω, l) dans des conditions expérimentales fixées
(polarisation de l’onde incidente, température, champ magnétique, etc.) est comparée à une
intensité de référence I0(ω) qui peut être une mesure sans échantillon ou avec le même
échantillon dans d’autres conditions expérimentales comme décrit sur la figure II.8.

Du fait des reflexions multiples sur les surfaces parallèles de l’échantillon, l’onde est par-
tiellement transmise à chaque trajet dans l’échantillon [Sol97]. Ces différentes ondes partielles
transmises interfèrent à la sortie de la lame et l’intensité transmise Ipp(ω, l) s’écrit

Ipp(ω, l) = I0τ
2e−αl

1 − 2ρe−αl cos (δ) + ρ2e−2αl (II.27)

avec δ = 2nlω cos (θt) la différence de phase causée par une double traversée de la lame
(induisant des interférences dans la transmission), τ la transmittance et ρ la réflectance
définie par

τ = n′ cos (θt)
n′

a cos (θi)
|t|2, ρ = |r|2 = 1 − τ , (II.28)

et où
— θi est l’angle incident et θr l’angle réfracté ;
— t et r désignent les coefficients de transmission et de réflexion respectivement ;
— n′

a et n′ sont les parties réelles des indices de réfraction du milieu ambiant et de la
lame.
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Figure II.8 – Illustration d’une expérience de spectroscopie THz. Une onde
incidente polarisée (E,H) de vecteur d’onde k, de longueur d’onde λ et d’intensité I0(ω)
est envoyée sur un échantillon orienté d’épaisseur l. Celui-ci transmet une intensité I(ω, l)
qui est comparée à une intensité I0(ω) de référence. Schéma adapté de la référence [Cha14].

Afin d’éliminer les interférences, plusieurs solutions sont possibles. Pour une réflectance
ρ faible, un développement limité de l’équation II.27 donne

Ipp(ω, l) ≃ I0τ
2e−αl

(
1 + 2ρe−αl cos (δ) + ρ2e−2αl

)
≃ I0τ

2e−αl
(
1 + 2ρe−αl cos (δ)

)
(II.29)

et la transmission T est la somme d’une composante statique et d’une composante propor-
tionnelle à cos(δ). Cette dernière pourra être éliminée avec un filtre numérique à transformée
de Fourier ou en utilisant une lame à faces non rigoureusement parallèles. Pour des varia-
tions d’épaisseur supérieures à la longueur d’onde, la différence de phase δ varie entre [0, 2π].
L’intensité transmise correspond alors à la moyenne sur l’ensemble des valeurs de δ,

I(ω, l) = 1
2π

∫ 2π

0
Ipp(ω, l)dδ = I0

τ 2e−αl

1 − ρ2e−2αl (II.30)

et, toujours dans le cas d’une réflectivité faible 5,

I(ω, l) ≃ I0τ
2e−αl. (II.31)

Dans nos dispositifs expérimentaux, les expériences sont réalisées en incidence normale
(θr = θi = 0) et sous vide (na = 1). Dans ce cas, en notant n′ et n′′ les parties réelles et
imaginaires de n respectivement, il vient [PCF96]

τ = n′|t|2 = n

∣∣∣∣ 2
1 + n

∣∣∣∣2 = 4n′

(n′ + 1)2 + (n′′)2 ,

ρ = |r|2 =
∣∣∣∣1 − n

1 + n

∣∣∣∣2 = (1 − n′)2 + (n′′)2

(1 + n′)2 + (n′′)2 .
(II.32)

5. Pour des matériaux fortement réfléchissants, il peut être judicieux de mesurer l’intensité réfléchie

I(R)
pp (ω, l) = I0

ρ
(
1 − 2e−αl cos (δ) + e−2αl

)
1 − 2ρe−αl cos (δ) + ρ2e−2αl

=⇒ I(R)(ω, l) = I0
ρ
(
1 + (1 − 2ρ)e−2αl

)
1 − ρ2e−2αl

.
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Si τ (et donc n) varie peu sur la gamme de fréquence considérée, on défini l’absorbance

A(ω) = − ln(T (ω)) = − ln
(
I(ω, l)
I0(ω)

)
= α(ω)l + C (II.33)

où C = − ln(τ). Si τ ne varie pas avec les conditions expérimentales, cette contribution peut
être supprimée en prenant une mesure de référence Iref dans des conditions expérimentales
différentes. Dans ce cas, le coefficient d’absorption α s’écrit :

α(ω, l) = −1
l

ln
(
I(ω, l)
Iref(ω)

)
. (II.34)

2.2 Approche microscopique de l’absorption
L’objectif de cette section est d’exprimer l’absorption à partir des paramètres d’une expé-

rience (polarisation initiale de l’onde, température, champ magnétique, etc.) et des propriétés
physiques à l’équilibre du système considéré. Dans le cas d’un milieu homogène, linéaire et
isotrope, la propagation d’une onde électromagnétique dans la matière ne dépend pas de la
polarisation de l’onde et en notant k le nombre d’onde et l la longueur de l’échantillon,

α(ω) = 2k′′(ω) = 2n′′(ω)ω
c

(II.35)

avec n = √
εµ et ε, µ la permittivité diélectrique et la perméabilité magnétique respecti-

vement. k′′ et n′′ représentent ici les parties imaginaires de k et de n. La description de
l’interaction onde-matière permettra de donner une expression microscopique de ces quan-
tités. L’extension de la relation II.35 à un milieu anisotrope sera ensuite détaillée dans la
suite.

2.2.1 Hamiltonien d’interaction onde - matière

En présence d’un champ électromagnétique (E, B), l’interaction champ - matière s’ex-
prime microscopiquement avec les potentiels scalaires ϕ̂ et vecteurs Â. En jauge de Coulomb
(∇ · Â = 0) le hamiltonien d’interaction s’écrit

Ĥint =
∑
i

(
− e

me
Â(r̂i, t) · p̂i + e2

2m2
e
Â 2(ri, t) − e~

2me
σ̂i ·

(
∇ × Â(r̂i, t)

)
+ eϕ̂(r̂i, t)

)
(II.36)

où la somme sur i porte sur les électrons du système, me est la masse d’un électron et r̂i, p̂i et
σ̂i sont la position, le moment conjugué de celle-ci et le spin d’un électron. Cette expression
est bien adaptée pour décrire l’interaction matière - rayons X mais présente l’inconvénient
de faire intervenir indépendamment chaque électron du système. Pour une longueur d’onde
grande devant les distances inter-atomiques, il est judicieux de formuler l’interaction à partir
des champs électriques et magnétiques et à une échelle où on peut définir une aimantation
et une polarisation. Il s’agit de la forme multipolaire du hamiltonien d’interaction dont
la dérivation générale et rigoureuse utilise la transformation canonique de Power-Zienau-
Wolley (PZW) [PZ59 ; Woo71]. On se bornera ici à donner seulement quelques éléments
d’une dérivation moins complète basée sur l’approche de L. D. Barron et C. G. Gray [BG73 ;
BL83]. Des compléments peuvent être trouvés dans la référence [CDG87].
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Ce développement est fondé sur la propriété d’invariance de jauge : la transformation
A(r, t) → A′(r, t) = A(r, t) + ∇χ(r, t)

ϕ(r, t) → ϕ′(r, t) = ϕ(r, t) − ∂

∂t
χ(r, t)

(II.37)

où χ(r, t) est une fonction quelconque n’affecte pas les équations du mouvement. Avec

χ(r) = −
∫ 1

0
dur · A(ru) (II.38)

les potentiels vecteurs et scalaires A et ϕ deviennent
A′(r, t) = A(r, t) + ∇χ(r, t) = −

∫ 1

0
udur × B(ru, t)

ϕ′(r, t) = ϕ(r, t) − ∂

∂t
χ(r, t) = − ∂

∂t
χ(r, t) = −

∫ 1

0
dur · E(ru, t).

(II.39)

La nouvelle jauge est la jauge de Poincaré : r · A′(r) = 0. L’introduction du développe-
ment multipolaire des champs électriques et magnétiques au point de référence r = 0 dans
l’expression des potentiels scalaires et vecteurs donne

E(r, t) =
+∞∑
n=0

[r · ∇]n

(n+ 1)!
· E(0, t) =⇒ ϕ(r, t) = ϕ(0) −

+∞∑
n=0

r[r · ∇]n

(n+ 1)!
· E(0, t),

B(r, t) =
+∞∑
n=0

[r · ∇]n

(n+ 1)!
· B(0, t) =⇒ A(r, t) =

+∞∑
n=0

[r · ∇]n

(n+ 2)n!
· B(0, t) × r.

(II.40)

Pour un système globalement neutre, en négligeant le terme diamagnétique et en adoptant
une approche semi-classique (où les opérateurs champs Ê et B̂ sont remplacés par leurs va-
leurs moyennes), le hamiltonien d’interaction se réécrit finalement sous la forme multipolaire

Ĥint = −p̂ · E(0, t) − m̂ · B(0, t) − q̂.[∇ · E(0, t)] − . . . (II.41)

où p̂ = e
∑
i

r̂i est le moment dipolaire électrique, m̂ = e

2me

(∑
i

(r̂i × p̂i) + ~σ̂i

)
le moment

magnétique 6 et q̂ le moment quadrupolaire électrique du système.
6. Il conviendrait de remplacer p̂ par p̂ ′ pour avoir une expression rigoureuse. En effet, la quantité p̂

est le moment conjugué de la position qui s’écrit p̂ = mê̇r + eÂ en présence d’un potentiel vecteur. Un
changement de jauge induit donc une modification

p̂ → p̂ ′ = mê̇r + eÂ′ = p̂ + e∇χ̂.

Le champ B̂ étant relié au potentiel vecteur (coordonnée généralisée du champ électromagnétique) et la
composante transverse du champ électrique Ê⊥ à son moment conjugué, le même effet se produit dans le
hamiltonien du champ électromagnétique libre Ĥc : en jauge de Coulomb,

Ĥc = ε0

2

∫
d3r
[
Ê2

⊥(r) + c2B̂2(r)
]

alors qu’en jauge de Poincaré,

Ĥc = ε0

2

∫
d3r

[
D̂2(r)
ε0

+ c2B̂2(r)

]
où D̂ = Ê′

⊥ est le champ d’induction électrique. Le changement de jauge fait passer d’une description
microscopique à une description en terme de milieu continu.
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2.2.2 Fonctions de réponse

La forme multipolaire du hamiltonien d’interaction (équation II.41) est adaptée à une
approche semi-classique et se réécrit de façon générique sous la forme

Ĥint =
∑
n

fn(t)B̂n. (II.42)

Ici, B̂n est une observable du système et fn(t) une force externe perturbative. Cette expression
permet d’exprimer les fonctions de réponse χBA du système en fonction de ses états et
énergies propres en l’absence de perturbation par une application directe de la théorie de la
réponse linéaire. Ces fonctions de réponse décrivent l’évolution de la valeur moyenne de B̂(t)
sous l’effet de la force externe f(t) qui se couple à la grandeur Â, conjuguée de f au sens
thermodynamique. Celles-ci s’écrivent grâce à la formule de Kubo [Kub57]

χBA(ω) ≡ lim
ϵ→0+

χBA(z = ω + iϵ) = lim
ϵ→0+

∑
nm

(pn − pm) ⟨n|B̂|m⟩⟨m|Â|n⟩
Em − En − ~(ω + iϵ)

(II.43)

avec |n⟩ et |m⟩ indexant les états propres du système non perturbé et pn = Z−1e−βEn est
le poids de Boltzmann du niveau |n⟩ (avec Z la fonction de partition du système et En
l’énergie du niveau |n⟩). Les singularités apparaissant en ω = ωmn dans l’équation II.43 se
retrouveront dans les mesures d’absorption tandis que les règles de sélection des transitions
se traduiront par des éléments de matrice ⟨n|B̂|m⟩ ou ⟨m|Â|n⟩ nuls.

Dans la gamme de fréquences étudiée (rayonnement THz de basse énergie), on cherchera
à observer des transitions magnétiques de champ cristallin. Ce sera donc la partie magnétique
de l’onde qui induira ces transitions. L’application de la formule de Kubo avec B̂ = M̂β et
Â = M̂α où M̂ = dm̂/dV est l’opérateur aimantation permet d’exprimer les composantes
χmmβα du tenseur de susceptibilité magnétique :

χmm
βα (ω) = lim

ϵ→0+
µ0V

∑
nm

(pn − pm) ⟨n|M̂β|m⟩⟨m|M̂α|n⟩
Em − En − ~(ω + iϵ)

. (II.44)

Le facteur µ0V avec V le volume du système permet d’obtenir une quantité sans dimension.
Une expression similaire peut être obtenue pour la susceptibilité électrique χee ou le tenseur
de susceptibilité magnéto-électrique.

2.2.3 Absorption d’un milieu cristallin anisotrope

Pour un milieu linéaire homogène et isotrope, les tenseurs de permittivité diélectrique
et perméabilité magnétique peuvent être identifiés à des scalaires et l’équation II.35 relie
donc les propriétés microscopiques du système en l’absence de perturbation à l’absorption.
Le développement suivant, réalisé dans le cadre de ce travail, étend le cas d’une onde élec-
tromagnétique se propageant dans un milieu anisotrope sans absorption (caractérisé par
une permittivité diélectrique tensorielle réelle) décrit dans de nombreux ouvrages d’optique
ondulatoire, par exemple [ST91], à un milieu absorbant (fonctions de réponse complexes).
A l’inverse des écrits d’optique, c’est la perméabilité magnétique qui sera ici une grandeur
tensorielle (les excitations attendues sont d’origine magnétique).
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Equation d’onde. Les équations de Maxwell sans sources s’écrivent

k × E = ωB

k × H = −ωD

ik · D = 0
ik · B = 0

(II.45)

dans l’espace de Fourier avec k le vecteur d’onde et ω la fréquence. Comme une onde réelle
peut s’écrire comme une superposition d’ondes planes, on se limitera dans la suite au cas
d’une unique onde plane progressive monochromatique.

Soit u = (ux, uy, uz) le vecteur normé représentant la direction de propagation de l’onde
tel que k = ku avec k le nombre d’onde. En réécrivant les opérations u×v avec v un vecteur
quelconque sous la forme d’un produit matriciel ũv avec

ũ =

 0 −uz uy
uz 0 −ux

−uy ux 0

 (II.46)

et en combinant les 4 équations, on obtient l’équation d’onde (écrite ici pour le champ B) :

WBB = k2
v
k2 B (II.47)

où kv = ω/c. En l’absence de couplages magnéto-électriques B = µH et D = εE, soit

WB = −ũε−1ũµ−1. (II.48)

Pour les champs, H , E ou D, la forme de l’équation est la même avec une matrice WH,E,D
obtenue par permutation circulaire des matrices ũ, ε−1 et µ−1 dans l’expression II.48. La
forme II.47 de l’équation d’onde est particulièrement simple si WB ne dépend pas de E et
de H et donc si la réponse est linéaire. Dans ce cas, c’est une équation aux valeurs propres
dont on note Bj=0,1,2 et wj=0,1,2 les vecteurs propres et valeurs propres. Plusieurs propriétés
peuvent être déduites de la forme de l’équation :

— Les valeurs propres wj sont identiques pour l’ensemble des opérateurs WB,H,D,E
7 ;

— Au moins une des valeurs propres wj est nulle et on la note w0
8 ;

— B appartient au plan (B1,B2) et ces 3 vecteurs sont orthogonaux à u 9.
Ce plan perpendiculaire à u (contenant B, B1 et B2) est appelé plan d’onde.

Les vecteurs propres Bj ̸=0 sont les axes neutres du cristal. En conséquence des propriétés
précédentes, la polarisation d’une onde polarisée selon un axe neutre ne change pas lors de la
propagation dans le matériau et celle-ci se propage dans le composé avec un nombre d’onde

k1,2 = kv√
w1,2

. (II.49)

La propagation est impossible selon B0 (w0 = 0) : il y a au maximum deux axes neutres.

7. Par permutation circulaire de la trace.
8. Ce qui découle de Det(WB) = 0.
9. u · (WBB) s’identifie au produit mixte [u,u,x] = 0 avec x = ε−1ũµ−1B. On en déduit u · (WBB1,2) =

(kv/k1,2)2
u · B1,2 = 0 et donc B1,2 · u = 0 puisque (kv/k1,2)2 ̸= 0.
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Propagation de l’onde dans le cristal. En conséquence des propriétés précédentes, une
onde B quelconque peut être décomposée sur les deux axes neutres du cristal,

B = CB
1 B1 + CB

2 B2 (II.50)

où CB
1 et CB

2 sont deux constantes. Les vecteurs propres B1, B2 peuvent n’être ni réels ni
orthogonaux : les constantes sont donc généralement complexes et déterminées en calculant
les produits hermitiens ⟨B1|B⟩ = CB

1 ⟨B1|B1⟩ + CB
2 ⟨B1|B2⟩

⟨B2|B⟩ = CB
1 ⟨B2|B1⟩ + CB

2 ⟨B2|B2⟩
. (II.51)

On peut de la même façon décomposer le champ D de l’onde. Les coefficients CD
1,2 obtenus

et CB
1,2 ne sont pas forcément égaux 10. Cette décomposition permet de traiter séparément la

propagation des deux ondes O1 et O2 qui s’écrivent, à l’interface entre le vide et le matériau
en t = 0 et r = 0 :

O1 =
(
CD

1 D1, C
B
1 B1

)
,

O2 =
(
CD

2 D2, C
B
2 B2

)
.

(II.52)

Ces deux ondes vont se déplacer dans le matériau avec les vecteurs d’ondes k1 et k2 respec-
tivement. Ceux-ci sont colinéaires à u (en accord avec k = ku) tandis que les deux vecteurs
de Poynting Sj = Ej ×Hj (direction des rayons lumineux) ne sont pas forcément colinéaires
ni à u ni entre eux. C’est le phénomène de double réfraction, schématisé sur la figure II.9.

Juste après la seconde interface, en r = l, les vecteurs de Poynting sont parallèles à k1,
k2 et u puisque la propagation se fait à nouveau dans le vide. Les deux ondes se propagent
avec le vecteur d’onde kv = kvu jusqu’au détecteur en r = l + d où celles-ci s’écrivent

O1 =
(
CD

1 D1eik1·le−i(ωt−kv·d), CB
1 B1eik1·le−i(ωt−kv·d)

)
,

O2 =
(
CD

2 D2eik2·le−i(ωt−kv·d), CB
2 B2eik2·le−i(ωt−kv·d)

)
.

(II.53)

En négligeant la séparation spatiale (matériau faiblement anisotrope), l’onde totale sur le
détecteur est la somme des champs des deux ondes O1 et O2 :(

ε0Etote−i(ωt−kv·d), µ0Htote−i(ωt−kv·d)
)

(II.54)

où on a utilisé les relations B = µ0H et D = ε0E valables dans le vide avecEtot = CD
1 E1eik1·l + CD

2 E2eik2·l

Htot = CB
1 H1eik1·l + CB

2 H2eik2·l . (II.55)

Dans ce développement, on a supposé implicitement que l’onde arrive en incidence normale
sur la première interface du cristal comme c’est le cas dans notre configuration expérimentale.
Si toute l’onde est transmise, les composantes normales de D et B sont continues : B reste
dans le plan (B1,B2). A l’inverse, les composantes tangentielles peuvent être discontinues et
B = CB

1 B1 + CB
2 B2 devient B = αCB

1 B1 + βCB
2 B2 où α et β sont des constantes. Comme

à la seconde interface le processus inverse se produit, ces deux constantes disparaissent et
n’ont pas besoin d’être explicitées.

10. Si les axes neutres sont réels et orthogonaux, CB
1,2 = CB

1,2. S’ils sont seulement orthogonaux, |CB
1,2| =

|CD
1,2|.
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Figure II.9 – Illustration de la propagation d’une onde lumineuse THz dans
un matériau anisotrope. L’onde, de polarisation initiale B, est décomposée sur les
deux axes neutres B1 et B2, réels et orthogonaux par simplicité sur le schéma. Dans le
cristal, les deux ondes se propagent séparément, avec des vecteurs d’ondes respectifs k1
et k2 (collinéaires à la direction de propagation u) et des vecteurs de Poynting s1 et s2.
Après le cristal, ceux-ci redeviennent parallèles à kv = kvu le vecteur d’onde dans le vide.

Coefficient d’absorption : cas général. L’intensité lumineuse sur une surface caracté-
risée par sa normale n (en incidence normale, n = u) est définie comme

I = ⟨SR(r, t) · n⟩t = ⟨SR(r, t)⟩t · n (II.56)

où ⟨ · ⟩t est la moyenne temporelle et SR = Re[E]×Re[H ] le vecteur de Poynting réel. Ainsi,

I = u · 1
T

∫ T

0
dtRe

[
Etote−i(ωt−kv·d)

]
× Re

[
Htote−i(ωt−kv·d)

]
= 1

2
u · Re[Etot × H∗

tot].
(II.57)

En définissant, pour i, j = {1, 2},

sij = 1
2
CD
i C

B∗

j

(
Ei × H∗

j

)
· u, (II.58)

la transmission T s’écrit

T = I

I0
=

e−2k′′
1 lRe[s11] + e−2k′′

2 lRe[s22] + e−(k′′
1 +k′′

2 )lRe
[
ei(k′

1−k′
2)l(s12 + s21)

]
Re[s11] + Re[s22] + Re[s12 + s21]

. (II.59)

Dans cette équation, les derniers termes proportionnels à s12 + s21 s’interprètent comme
des termes d’interférences provenant du fait que les 2 axes neutres ne sont pas orthogo-
naux. L’expression II.59 ne dépend que des valeurs propres et vecteurs propres de la matrice
WB de l’équation II.48 et des coefficients de projection apparaissant dans l’équation II.51.
Toutes ces grandeurs peuvent être obtenues à partir de la configuration expérimentale et des
caractéristiques microscopiques du système en l’absence de perturbation.
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Coefficient d’absorbtion : axes neutres orthogonaux. Si les axes neutres sont ortho-
gonaux, E1 × H∗

2 ∝ E1 · E∗
2 = 0, de même que E∗

2 × H1 ∝ E∗
2 · E1 = 0 et les termes s12 et

s21 sont nuls. L’expression II.59 se simplifie et devient

T = I

I0
= e−2k′′

1 lRe[s11] + e−2k′′
2 lRe[s22]

Re[s11] + Re[s22]
. (II.60)

Pour k′′
1 , k

′′
2 ≪ 1 (absorption faible), un développement limité à l’ordre 1 donne alors

T = I

I0
≃

(
1 − 2k′′

1 l
)
Re[s11] +

(
1 − 2k′′

2 l
)
Re[s22]

Re[s11] + Re[s22]
= 1 −

[
2k′′

1 lRe[s11] + 2k′′
2 lRe[s22]

Re[s11] + Re[s22]

]
(II.61)

soit
α(ω) = −1

l
ln(T (ω)) ≃ 2k′′

1 (ω)Re[s11(ω)] + 2k′′
2 (ω)Re[s22(ω)]

Re[s11(ω)] + Re[s22(ω)]
. (II.62)

Finalement, si k1 = k2 ≡ k (matériau isotrope), on retrouve l’expression initiale II.35 :

α(ω) = 2k′′(ω). (II.63)

2.3 Aspects expérimentaux : mesures sur synchrotron
Les sources et détecteurs de rayonnement THz de laboratoire ont pendant longtemps eu

des performances limitées. Bien que les sources compactes soient de plus en plus performantes,
l’utilisation du rayonnement synchrotron possède toujours l’avantage d’avoir une stabilité
et une intensité de faisceau lumineux bien supérieure. C’est pour cela que l’ensemble des
mesures de spectroscopie THz ont été réalisées sur synchrotron.

2.3.1 Rayonnement synchrotron : intérêt et production

Le rayonnement synchrotron, prédit en 1898 par A. Linéard [Lié98], est un rayonnement
électromagnétique émis par une particule chargée relativiste lorsque celle-ci subit une ac-
célération centripète. Ce rayonnement a été observé pour la première fois en 1957 sur le
synchrotron de Général Electric [Eld+47 ; ELP48] pour des électrons d’énergie 70 MeV. A
cette époque, ce rayonnement était considéré comme une nuisance puisqu’il faisait perdre de
l’énergie aux particules accélérées durant leur trajectoire circulaire. Depuis, le rayonnement
synchrotron est très utilisé pour sonder la matière dans une très large gamme du spectre élec-
tromagnétique : ce rayonnement est à la fois très brillant (intense et focalisé) et très stable.
En particulier, l’intensité du champ magnétique de l’onde étant inférieure d’un facteur c à
l’intensité électrique, l’utilisation du rayonnement synchrotron est indispensable pour espérer
voir des effets magnétiques. De plus, la lumière émise est polarisée et, en fonction du mode
de fonctionnement du synchrotron, il est possible d’avoir accès à une lumière pulsée et de
travailler en cohérence de phase. De nombreux accélérateurs synchrotrons de recherche se
sont développés ces dernières années. On peut citer le synchrotron SOLEIL sur le plateau
de Saclay et le synchrotron européen ESRF situé à Grenoble pour le territoire Français,
mais aussi les synchrotrons DIAMOND (Royaume-Unis), SLS (Suisse), ALBA (Espagne) ou
encore ELETTRA (Italie).
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Figure II.10 – Synchrotron SOLEIL. A gauche : schéma du synchrotron (adapté de
la référence [San02]). Le LINAC et le Booster permettant d’accélérer les électrons qui
seront ensuite stockés dans l’anneau de stockage puis envoyés dans les lignes de lumière.
A droite : photographie d’une ligne de lumière (issue de la référence [SOL03]).

L’ensemble des mesures présentées dans ce travail a été réalisé au synchrotron SOLEIL.
A SOLEIL, un faisceau d’électrons est émis par un canon à électrons puis accéléré dans un
accélérateur linéaire de 16 m de long appelé LINAC. Ils atteignent une énergie de 100 MeV.
Le faisceau est ensuite dirigé vers un accélérateur circulaire (Booster) qui porte son énergie
à 2.75 GeV, énergie de fonctionnement de SOLEIL. Les électrons sont alors injectés dans
l’anneau de stockage de 354 m de circonférence où ils tournent pendant plusieurs heures.
C’est dans cet anneau que des dispositifs magnétiques font osciller les électrons pour produire
le rayonnement synchrotron. Celui-ci est ensuite dirigé vers les lignes de lumière par des
systèmes optiques. Un schéma du dispositf et une photographie d’une ligne de lumière sont
visibles sur la figure II.10. Le rayonnement est émis sur toute la circonférence de l’anneau :
à la fois par les aimants de courbure (permettant, en plus de générer le rayonnement, de
contrôler la trajectoire des électrons) mais aussi par les onduleurs (succession d’aimants
alternés). L’énergie perdue par les électrons en émettant le rayonnement synchrotron est
compensée par des cavités radiofréquences accélératrices. Le synchrotron SOLEIL possède 31
lignes de lumière chacune spécialisée dans un domaine d’énergie allant de 1 meV (infrarouge
lointain) à 100 keV (rayons X durs). Toutes nos expériences de spectroscopie THz ont été
faites sur la ligne AILES spécialisée dans le rayonnement THz et infrarouge lointain.

2.3.2 Ligne de lumière AILES

La ligne AILES du synchrotron SOLEIL est optimisée pour des études dans la gamme
d’énergie 8 − 3000 cm−1 (1 − 400 meV). Celle-ci est divisée en deux stations. AILES A est
consacrée à l’étude des milieux dilués et plus particulièrement aux études rotovibrationnelles
de systèmes moléculaires. AILES B est consacrée aux études optiques en matière condensée.
Un miroir de sélection permet d’envoyer le rayonnement infrarouge et THz synchrotron sur
une des deux stations. Pour les mesures de spectroscopie THz présentées dans le chapitre V,
c’est la station B qui a été utilisée.
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Figure II.11 – Schéma d’un interféromètre de Michelson. La lumière incidente
est séparée par une lame séparatrice puis est recombinée et envoyée sur le détecteur. La
différence de chemin optique entre les deux parties du faisceau est de 2d.

Spectrométrie à transformée de Fourier. Sur AILES, les mesures résolues en fréquence
sont réalisées par spectrométrie à transformée de Fourier. Cette méthode donne accès à un
flux de photons élevé et une grande résolution spectrale en plus de permettre des mesures
rapides. Le principe (décrit en détail dans la référence [Bat78]) est d’utiliser un interféromètre
de Michelson (figure II.11) composé d’un miroir fixe, d’un miroir mobile et d’une lame
séparatrice semi-réfléchissante. Le faisceau lumineux envoyé sur la lame séparatrice est séparé
en deux parties cohérentes d’égale intensité : la première est transmise à travers la lame vers
le miroir fixe alors que la seconde est réfléchie en direction du miroir mobile. Une fois réfléchi
sur les deux miroirs, le faisceau est recombiné sur la lame séparatrice et est dirigé vers
le détecteur. Le déplacement d du miroir mobile par rapport au miroir fixe entraîne une
différence de chemin optique δ = 2d entre les deux faisceaux lumineux.

Pour une source monochromatique de longueur d’onde λ et de nombre d’onde ν = λ−1, il
y a interférence constructive entre les deux faisceaux pour δ = nλ et interférence destructive
pour δ = (n+ 1/2)λ avec n ∈ N. On mesure sur le détecteur l’interférogramme I(δ, ν) [Bel72]

I(δ, ν) = I(ν)
2

(1 + cos(2πδν)) (II.64)

où I(ν) désigne l’intensité de la source au nombre d’onde ν. L’avantage de l’interférométrie à
transformée de Fourier est de pouvoir, en une seule mesure, obtenir l’intensité transmise pour
chaque longueur d’onde λ et donc d’utiliser le rayonnement synchrotron polychromatique.
Dans ce cas, l’interférogramme mesuré I(δ) correspond à l’intégration de I(δ, ν) sur toutes
les longueurs d’ondes ν ∈ ]0,+∞[ et on peut retrouver l’intensité de la source à la fréquence
ν en calculant la transformée (cosinus) de Fourier inverse :

I(ν) =
∫ +∞

0
[2I(δ) − I(δ = 0)] cos(2πδν)dδ. (II.65)

En pratique, le déplacement d du miroir est limité et l’intégrale sur la variable δ ne peut être
calculée sur ]0,+∞[ mais seulement sur une longueur finie comprise entre 0 et δmax = 2dmax.
Cette troncation de l’intégrale introduit une résolution instrumentale ∆ν = 1/2dmax.
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Figure II.12 – Station de mesure AILES B. A gauche : photographie de la station
(issue de la référence [AIL01]). A droite : schéma de la station (adapté de la référence
[Lan19]). Le faisceau synchrotron entre par le compartiment source.

Mesure sur la station AILES B. Le spectromètre de la station AILES B est un instru-
ment Bruker IFS125HR dont une photographie et un schéma sont visibles sur la figure II.12.
Le faisceau synchrotron arrive dans le dispositif puis passe par l’interferomètre de Michelson.
Le miroir mobile peut se déplacer de 1 m, la résolution en énergie est donc de 0.005 cm−1.
Dans la gamme 5 − 40 cm−1, deux lames séparatrices peuvent être utilisées :

— Mylar de 125 µm, adaptée pour des mesures entre 5 et 40 cm−1 hormis vers 26 cm−1 ;
— Mylar de 50 µm, adaptée pour des mesures entre 15 et 55 cm−1.

Le faisceau recombiné sur la lame séparatrice passe ensuite vers l’environnement échantillon.
La ligne offre plusieurs possibilités : cryostat à tube pulsé, cryostat à désaimantation adia-
batique, cellule à enclume diamant et ensemble haute pression et basse température. Après
l’échantillon, le faisceau est détecté par un bolomètre. Ce type de détecteur utilise un maté-
riau absorbeur de photon qui convertit l’énergie du rayonnement en chaleur : le changement
de température fait varier la résistance électrique de l’absorbeur qui est ensuite mesurée.

Pour nos expériences, nous avons utilisé un bolomètre refroidi à 1.6 K par un bain d’hé-
lium liquide pompé et le cryostat à tube pulsé pour refroidir l’échantillon. Celui-ci permet
d’atteindre 6 K en présence du faisceau synchrotron. Le refroidissement est basé sur un cycle
de Stirling (succession de 4 transformations : compression isotherme, refroidissement isochore,
détente isotherme, chauffage isochore) appliqué à de l’hélium et répété périodiquement 11.

11. A la différence d’un moteur de Stirling classique qui utilise deux pistons pour la compression et la
détente, un seul piston est utilisé dans un cryostat à tube pulsé afin d’éviter les vibrations proche de l’échan-
tillon. La chambre d’expansion et le piston de détente sont remplacés par un tube isolé thermiquement
(hormis à son entrée ou il est en contact avec l’échantillon). Un réservoir est connecté à l’autre extrémité
du tube par un tuyau de faible diamètre. Le seul déplacement du piston du compresseur permet d’assurer
la compression et la détente isotherme et entraîne un gradient de pression au sein du tube : à l’entrée du
tube, la pression et la température du fluide sont plus faibles alors que du côté du réservoir, la pression et la
température sont plus grandes. Lors de la détente isotherme, le fluide capte l’énergie disponible à son point
le plus froid, c’est à dire au niveau de l’échantillon.
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Figure II.13 – Principe de fonctionnement d’un cryostat ADR. Pour ce cryo-
stat, deux sels paramagnétiques sont utilisés : du sulfate d’ammonium ferrique FAA et
du grenat de godolinium-gallium GGG. Ces deux sels sont thermiquement isolés et reliés
à une tige cryogénique en cuivre et or. La tige GGG est en contact avec divers éléments
du cryostat alors que la tige FFA est connectée au support échantillon. Le processus de
refroidissement se déroule en 3 étapes. A gauche : les sels sont refroidis à 3 K par un cryo-
stat à tube pulsé double étage en 21 h. Les moments magnétiques des sels sont totalement
désordonnés durant ce processus. Au centre : une bobine supraconductrice permet d’appli-
quer progressivement un champ magnétique de 4 T en 45 min ce qui a pour conséquence
d’orienter les moments magnétiques. Les sels sont en contact thermique avec un étage
à 3 K et leur température reste constante. Le champ magnétique est maintenu durant
2 h. A droite : les sels sont isolés thermiquement de l’étage 3 K et le champ magnétique
est abaissé jusqu’à devenir nul. En se désalignant, les dipoles magnétiques captent de
l’énergie à leur environnement. Les seules sources d’énergie disponible sont les tiges de
cuivre qui sont donc refroidies. En présence du faisceau synchrotron, les températures mi-
nimales atteintes sont de 550 mK et 250 mK pour les tiges GGG et FAA respectivement.
Ce processus dure 45 min. Figure adaptée de la référence [Lan19].

Des mesures prospectives jusqu’à 250 mK ont également été faites sur le cryostat à
désaimantation adiabatique (ADR) dont le fonctionnement utilise l’effet magnéto-calorique
[PG99] : il s’agit de désaimanter adiabatiquement des sels paramagnétiques. Le processus
est décrit succintement sur la figure II.13 et des informations complémentaires peuvent être
trouvées dans l’ouvrage de G. K. White [Whi59]. Le cryostat utilisé sur la ligne AILES est
un cryostat commercial Rainier 103 (HPD Inc) dont l’adaptation aux mesures optiques est
dûe à B. Langérôme et collaborateurs [Lan19]. Le temps total de refroidissement de l’échan-
tillon est d’environ 24 h. En l’absence de rayonnement, la température peut atteindre 64 mK
tandis qu’en présence du faisceau synchrotron, les ouvertures optiques modifient la tempé-
rature minimale atteinte qui passe à 250 mK au niveau de l’échantillon. Celle-ci peut être
maintenue constante environ 4 h. Ce dispositif est récent (2019) et est à ce jour encore en
phase de développement.
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3 Diffusion de neutrons

3.1 Principes généraux et intérêts
3.1.1 Propriétés des neutrons

Le neutron est une particule de masse mn = 1.675 × 10−27 kg découverte par J. Chadwick
en 1932 [Cha32]. C’est un baryon composé de trois quarks : 2 quarks down (de charge −1/3e)
et un quark up (de charge 2/3e) ce qui en fait une particule de charge nulle, insensible aux
charges électriques. Son spin 1/2 lui confère un moment magnétique de spin µn = γnµN où
γn = −1.913 est le facteur gyromagnétique du neutron et µN = 5.051 × 10−27 J · T−1 est le
magnéton nucléaire. Le neutron interagit principalement de deux façons avec la matière :

— Directement avec les noyaux atomiques via l’interaction forte ;
— Avec les atomes magnétiques par interaction dipolaire magnétique.

C’est donc un excellent outil pour sonder les propriétés nucléaires et magnétiques de la
matière. Comme pour toute particule, on peut assigner une longueur d’onde λ et un vecteur
d’onde k au neutron en fonction de son energie :

E = h2

2mnλ2 = ~2k2

2mn
. (II.66)

Les expériences de matière condensée nécessitent des neutrons dont la longueur d’onde est de
l’ordre des distances inter-atomique (quelques Å) et d’énergie de même ordre de grandeur que
les excitations de basse énergie de la matière (phonons acoustiques, magnons, etc.). Il s’agit
de neutrons lents (E < 0.5 eV) parmis lesquels on distingue les neutrons chauds, thermiques
et froids dont les énergies sont récapitulées dans le tableau II.1. La suite de cette section
a vocation de décrire l’interaction des neutrons lents avec la matière et sera basée sur les
ouvrages détaillés de G. L. Squires et S. W. Lovesey [Squ78 ; Lov84a ; Lov84b].

Type de neutrons Gamme d’énergie
Chauds 0.5 eV > E > 50 meV
Thermiques E ≃ 25 meV
Froids 5 meV < E < 0.5 meV

Tableau II.1 – Classification des neutrons en fonction de leurs énergies.

3.1.2 Observable : section efficace de diffusion

Lorsqu’un neutron interagit avec la matière, il passe d’un état initial |kiσi⟩ à un état
final |kfσf⟩ où |ki⟩ et |kf⟩ s’identifient aux vecteurs d’onde et |σi⟩ et |σf⟩ aux spins initiaux
et finaux du neutron. Durant le processus, le neutron échange avec la cible :

— Une quantité de mouvement ~Q où le vecteur de diffusion Q = ki − kf correspond à
la variation de vecteur d’onde de neutron diffusé ;

— Une énergie ~ω où ~ω = Ei − Ef avec Ei et Ef l’énergie initiale et finale du neutron.
On parle de processus Stokes si le neutron perd de l’énergie (~ω > 0) et de processus
Anti-Stokes dans le cas inverse (~ω < 0).
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Figure II.14 – Schéma d’une expérience de diffusion. Un faisceau incident de vec-
teur d’onde ki interagit avec un échantillon cible et est diffusé dans la direction kf(2θ, ϕ).

Une expérience de diffusion de neutrons consiste à mesurer la section efficace différentielle
partielle de diffusion d2σ/dΩdEf et donc à compter le nombre de neutrons diffusés par un
échantillon cible dans un angle solide dΩ autour de la direction kf(2θ, ϕ) avec une énergie
comprise entre Ef et Ef + dEf (figure II.14). Expérimentalement, les variables ki = |ki| et
kf = |kf | sont reliées par l’équation du triangle de diffusion

Q2 = k2
i + k2

f − 2kikf cos 2θ = k2
i

(
2 − 2

√
1 − E

Ei
cos 2θ − E

Ei

)
. (II.67)

Tous les points (Q = |Q|, E = ~ω) ne peuvent donc pas être atteints : le neutron ne peut pas
transférer plus de deux fois son impulsion initiale et ne peut pas perdre plus que son énergie
totale. L’étendue en Q accessible diminue avec ~ω et est maximum pour ~ω = 0.

L’interaction des neutrons lents avec la matière est faible et les neutrons sont générale-
ment diffusés une seule fois dans l’échantillon. Aussi, les processus de diffusion peuvent être
traités comme une perturbation du premier ordre (approximation de Born). Dans ce cas, la
section efficace différentielle partielle de diffusion est donnée par la règle d’or de Fermi(

d2σ

dΩdEf

)
= kf

ki

(
mn

2π~2

)2 ∑
σi,λi

pσipλi

∑
σf ,λf

|⟨kfσfλf |V̂ (r)|kiσiλi⟩|2δ(~ω − Ei − Ef) (II.68)

où V̂ (r) est le potentiel de diffusion qui dépend du système diffuseur considéré et |λi⟩, |λf⟩ les
états initiaux et finaux de l’échantillon. En notant r la position du neutron et en assimilant
les faisceaux de neutrons incidents et diffusés à des ondes planes l’équation précédente se
réécrit (

d2σ

dΩdEf

)
= kf

ki

∑
σi,λi

pσipλi

∑
σf ,λf

|⟨σfλf |â(Q)|σiλi⟩|2 δ(~ω − Ei − Ef),

â(Q) = mn

2π~2 ⟨kf |V̂ (r)|ki⟩ = mn

2π~2

∫
e−ikf ·rV̂ (r)eiki·rdr = mn

2π~2

∫
V̂ (r)eiQ·rdr

(II.69)

avec â(Q) l’opérateur amplitude de diffusion (proportionnel à la transformée de Fourier du
potentiel d’interaction). L’équation II.69 est appelée équation maîtresse de diffusion.
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3.2 Interactions neutrons - matière
3.2.1 Interaction nucléaire

L’interaction neutrons - noyaux est médiée par l’interaction forte significative seulement
sur une distance très inférieure aux longueurs d’ondes des neutrons. Le potentiel d’interaction
d’un centre diffuseur j situé en R̂j est ponctuel à cette échelle et se modélise sous la forme

V̂N(r) = 2π~2

mn

∑
j

b̂jδ
(
r − R̂j

)
(II.70)

où b̂j = bj1̂ avec bj la longueur de diffusion caractéristique de l’isotope et de l’état de spin
nucléaire du noyau considéré 12. Sa partie imaginaire est liée à la section efficace d’absorption
du noyau. Hormis quelques exceptions, l’énergie des neutrons lents est loin des résonances
nucléaires et l’absorption peut être négligée. L’amplitude de diffusion s’écrit directement

âN(Q) =
∑
j

b̂jeiQ·R̂j . (II.71)

En réinjectant cette quantité dans l’équation II.69, en sommant sur les états de spin des neu-
trons et en notant ⟨ · ⟩T la moyenne statistique sur les états |λi⟩ du système, on obtient pour
des neutrons non polarisés la section efficace différentielle partielle de diffusion nucléaire :(

d2σ

dΩdEf

)
N

= kf

ki

1
2π~

∑
jj′

∫ +∞

−∞

〈
b̂∗
j b̂j′e−iQ·R̂j(0)eiQ·R̂j′ (t)
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En supposant une distribution aléatoire d’isotopes et de spins nucléaires, l’équation II.72
peut être séparée en une partie cohérente (coh) et une partie incohérente (inc) :(
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(II.73)

où bj correspond à la longueur de diffusion moyenne d’un élément chimique donné, la valeur
moyenne étant prise sur les différents isotopes et états de spin nucléaire. La section efficace
de diffusion cohérente est proportionnelle à la double transformée de Fourier (en temps et
espace) de la fonction de corrélation de paire. Elle renseigne donc sur les corrélations entre
noyaux diffuseurs comme si le système était constitué de noyaux identiques (le noyau moyen)
pour un élément chimique donné et permet d’obtenir des informations sur l’arrangement
des atomes au sein d’un cristal périodique. La partie incohérente est reliée à la fonction
d’autocorrélation et rend compte de la corrélation d’un noyau avec lui-même. Ce terme est
une sonde précise de la dynamique d’un centre diffuseur mais n’a pas d’intérêt pour un
système statique : il sera omis dans la suite.

12. Une définition plus générale de b̂j est donnée par b̂j(I) = Aj(I)1̂ +Bjσ̂ · Î/2 avec Î le spin du noyau,
σ̂ le spin du neutron et Aj et Bj deux grandeurs caractéristiques de l’isotope considéré. Le second terme
n’induit une contribution cohérente que si un ordre des spins nucléaires existe (ce qui n’est possible qu’à très
basse température ou sous fort champ magnétique) et sera donc négligé.
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3.2.2 Interaction magnétique

L’étendu du nuage électronique d’un atome étant bien plus importante que la taille du
neutron, ce dernier peut être considéré comme ponctuel. Le potentiel d’interaction entre le
dipôle magnétique ponctuel du neutron µ̂n = γnµNσ̂ (avec σ̂ les matrices de Pauli) et le
champ Be créé par l’ensemble des électrons non appariés s’écrit alors directement

V̂M(r) = −µ̂n · B̂e(r). (II.74)

Le caractère non ponctuel du potentiel II.74 rend le calcul de l’amplitude de diffusion et
de ses éléments de matrice dans le cas général particulièrement complexe. Pour des élec-
trons suffisament localisés autour des noyaux et pour |Q| suffisament faible, on peut utiliser
l’approximation dipolaire qui permet d’introduire dans le calcul le facteur de forme magné-
tique fj(Q) de chaque atome j (qui s’identifie à la transformée de Fourier de la densité
électronique de ses électrons non appariés). Cette quantité permet factoriser l’amplitude de
diffusion magnétique âM en une somme portant sur chaque centre diffuseur j,

âM(Q) =
∑
j

γr0

2µB
fj(Q)σ̂ · m̂⊥

j eiQ·R̂j (II.75)

avec m̂⊥
j la projection du moment magnétique de l’atome j sur le plan perpendiculaire à Q

et γr0/2 = −2.26 × 10−15 m (amplitude de diffusion en Q = 0 pour un moment magnétique
de 1µB). Cette relation indique que seule la composante du moment magnétique atomique
perpendiculaire au vecteur de diffusion Q intervient dans la diffusion. Généralement, f(Q)
est décroissant : la diffusion magnétique est plus intense à faible vecteur de diffusion.

En insérant l’amplitude de diffusion dans l’équation maitresse II.69 et en sommant sur
les états de spin du neutron, il vient pour des neutrons non polarisés(
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(II.76)

où (δαβ −QαQβ/Q
2) est le facteur de polarisation qui traduit le fait que seule la projection

sur le plan perpendiculaire à Q de l’aimantation peut être sondée. La quantité S(Q, ω) =∑
αβ(δαβ −QαQβ/Q

2)Sαβ(Q, ω) est la fonction de diffusion qui s’interprète comme la double
transformée de Fourier de la fonction de corrélation de l’aimantation M . On peut séparer
S(Q, ω) en une contribution statique qui contient les processus indépendants du temps,

Ss
αβ(Q, ω) ∝ δ(~ω)

〈
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〉
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〈
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〉
T
, (II.77)

et une contribution dynamique associée aux corrélations des fluctuations magnétiques,
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(II.78)
Le lien entre la fonction de diffusion Sd et la susceptibilité magnétique χmm (sa partie
absorptive plus précisémment) correspond au théorème fluctuation-dissipation [JM91].
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3.3 Sections efficaces de diffusion
Les contributions nucléaires et magnétiques à la section efficace différentielle de diffusion

partielle (équations II.73 et II.76) contiennent un terme 13

〈
e−iQ·(R̂j(0)−R̂j′ (t))

〉
T

= e−iQ·(Rm+rl−Rm′ −rl′ )
〈

e−iQ·(ûl(0)−ûl′ (t))
〉

T
. (II.79)

Dans cette équation, la position R̂j(t) d’un atome dans le cristal a été décomposée en R̂j(t) =
R̂m + r̂l + ûl(t) avec R̂m ≡ Rm1̂ la position de la maille unité dans le cristal, r̂l ≡ rl1̂
la position d’équilibre de l’atome dans la maille unité et ûl la déviation de la position
d’équilibre. Pour des déplacements faibles par rapport à la distance interatomique, on peut
utiliser l’approximation harmonique et〈

e−iQ·(ûl(0)−ûl′ (t))
〉

T
= e− 1

2⟨(Q·ûl′ (0))2⟩T e− 1
2⟨(Q·ûl(t))2⟩T e⟨(Q·ûl′ (0))(Q·ûl(t))⟩T . (II.80)

Le calcul de e− 1
2⟨(Q·ûl(t))2⟩T montre que cette quantité est indépendante du temps [Sch10].

Le terme
e−Wl(Q) = e− 1

2⟨(Q·ûl(t))2⟩T ≡ e− 1
2⟨ûl⟩2

T
Q2

(II.81)

est alors appelé facteur de Debye Waller de l’atome l. Celui-ci est proportionnel à la valeur
moyenne au carré du déplacement atomique projeté sur la direction de Q et s’interprète
comme la déviation à la position d’équilibre due aux fluctuations thermiques.

Le développement à l’ordre 1 de la seconde partie de l’équation II.80 s’écrit

e⟨(Q·ûl′ (0))(Q·ûl(t))⟩T ≃ 1 +
〈(

Q · ûl′(0)
)(

Q · ûl(t)
)〉

T
. (II.82)

Pour la section efficace nucléaire, le premier terme (ordre 0) donnera une contribution élas-
tique (indépendante du temps) à la diffusion tandis que le second terme participera à la
section efficace nucléaire inélastique (section efficace à 1 phonon). Pour la diffusion magné-
tique, nous ne garderons que le terme d’ordre 0 dans l’équation précédente : la séparation de
la diffusion magnétique en une partie statique et une partie dynamique fera émerger deux
contributions, élastique magnétique et inélastique magnétique respectivement 14. On passe
en revue ces différentes contributions ci-après.

3.3.1 Diffusion élastique

La diffusion élastique est définie comme la diffusion sans transfert d’énergie entre la sonde
et la cible : ~ω = Ei −Ef = Eλf −Eλi = 0. Cette partie de la section efficace de diffusion va
donner des renseignements sur la structure statique nucléaire et magnétique de l’échantillon.

13. Pour la contribution magnétique, il faut supposer que le mouvement des ions est indépendant de
l’orientation des moments magnétiques :〈

m̂α
j (0)m̂β

j′(t)e−iQ·R̂j(0)eiQ·R̂j′ (t)
〉

T
≃
〈
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j (0)m̂β
j′(t)

〉
T

〈
e−iQ·R̂j(0)eiQ·R̂j′ (t)

〉
T

.

Cette approximation est justifiée si les effets magnéto-élastiques ne sont pas trop importants.
14. Le terme d’ordre 1 dans l’équation II.82 est généralement négligé pour la diffusion magnétique.



3. Diffusion de neutrons 57

Diffusion élastique nucléaire cohérente. Dans un cristal, la relation

∑
m,m′

eiQ·(Rm′ −Rm) = (2π)3

V
Ncell

∑
H

δ(Q − H) (II.83)

où H est un vecteur du réseau réciproque, Ncell le nombre de cellules unités dans le cristal
et V le volume d’une maille unité permet d’écrire la section efficace différentielle partielle de
diffusion nucléaire élastique sous la forme :(
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|FN(Q)|2δ(Q − H),
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bleiQ·rle−Wl(Q).
(II.84)

Le facteur de structure nucléaire élastique FN(Q) contient les informations sur le contenu
d’une maille unité. Le terme δ(Q − H) exprime les conditions de réflection de Bragg et ne
dépend à l’inverse que du réseau. La position des pics donne donc des informations sur la
maille unité (paramètres de maille, angles, systèmes cristallographique) tandis que l’intensité
des pics informe sur la nature et les coordonnées rl des atomes dans cette maille.

Diffusion élastique magnétique. On considère à présent des atomes magnétiques en
Rm+rl dont on note ⟨m̂m,l⟩ ≡ mm,l les moments magnétiques. Dans une structure ordonnée,
la distribution de moments est périodique dans l’espace et peut être développée sous la forme
d’une série de Fourier [Res14]

mm,l =
∑

k

m⊥
k,le−ik·Rm (II.85)

où ⟨m̂ ⊥
k,l⟩ ≡ m⊥

k,l sont les composantes de Fourier de la distribution de moments associées
au vecteur de propagation k. Ces vecteurs caractérisent la périodicité de l’ordre magnétique
par rapport à l’ordre nucléaire. Pour un ordre magnétique dont la périodicité est L fois la
périodicité de l’ordre nucléaire dans la direction H de l’espace réciproque, k = H/L où k
est choisi dans la première zone de Brillouin. On a par exemple k = (1/2, 0, 0) pour un anti-
ferromagnétique selon un axe cristallographique a et k = (0, 0, 0) pour un ferromagnétique.
La description de structures magnétiques complexes peut faire intervenir plusieurs vecteurs
k (structure multi-k) ou des composantes du vecteur de propagation irrationnelles (ordre
incommensurable).

En introduisant cette quantité dans l’équation II.77, on obtient la section efficace diffé-
rentielle partielle de diffusion magnétique élastique :(
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(II.86)

FM⊥(Q) est la projection sur le plan perpendiculaire à Q du facteur de structure magnétique
élastique. Pour une structure ordonnée, des pics de Bragg magnétique seront situés en Q =
H + k. Néanmoins, l’intensité mesurée sera nulle si Q est parallèle aux composantes de
Fourier des moments magnétiques.
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3.3.2 Diffusion inélastique

Contribution nucléaire à un phonon. Les phonons sont des excitations collectives
liées à la vibration cohérente des atomes dans un composé cristallin. Pour un cristal de N
atomes avec r atomes par maille unité, il existe 3N modes de phonons (modes normaux de
déplacements) divisés en 3r branches de phonons (3 branches acoustiques et 3r− 3 branches
optiques). Chaque mode est caractérisé par sa branche b ∈ J1, rK et son vecteur d’onde q
appartenant à la première zone de Brillouin (comportant N/r valeurs de q distinctes) ce qui
définit son énergie par la relation de dispersion ωb(q) ≡ ωq

b . L’opérateur ûl de déviation de la
position d’équilibre d’un atome l peut alors être exprimé en fonction de ces modes normaux
de vibration et donc des opérateurs création âq

b
† et annihilation âq

b d’un phonon :

ûl(t) =
3r∑
b

∑
q

√
~

2mlω
q
b

[
eq
b (l)â

q
be−iωq

b
t + eq∗

b (l)âq†
b eiωq

b
t
]

(II.87)

où ml est la masse de l’atome l et eq
b (l) le vecteur polarisation du mode phonon décrivant le

déplacement des atomes dans la maille unité. L’introduction de l’équation II.87 dans le second
terme de l’équation II.82 donne la contribution nucléaire inélastique cohérente [Sch10] :(
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(II.88)

On commente rapidement les différents termes de cette relation 15.
1. La quantité F q

b (Q) est appelée facteur de forme du mode phonon de vecteur d’onde
q de la branche b. L’expression précédente est fonction de Q2 et 1/ωq

b : le signal est
maximum pour les grandes valeurs de Q (ainsi que pour Q ∥ eq

b (l)) et les contributions
les plus importantes sont données par les branches de basses énergies.

2. Les deux fonctions δ sont liées à des processus de conservation :
— δ(Q − (H ± q)) exprime la conservation du moment cristallin, H étant un vecteur

du réseau réciproque et q appartenant à la première zone de Brillouin ;
— δ(ω ∓ ωq

b ) exprime la conservation de l’énergie : le neutron peut perdre de l’énergie
en créant un phonon dans le système ou à l’inverse en gagner en annihilant un
phonon.

3. Le facteur n±
B(ωq

b ) indique le niveau d’occupation du mode propre considéré :

n−
B(ωq

b ) = 1
exp(β~ωq

b ) − 1
& n+

B(ωq
b ) = n−

B(ωq
b )+1 = 1

1 − exp(−β~ωq
b )

(II.89)

où n−
B est le facteur de Bose. n−

B intervient pour un processus d’annihilation tandis
que n+

B intervient pour un processus de création. Cette asymétrie entre les processus
de création et d’annihilation est dénommé principe de la balance détaillée :
— Pour T = 0, le système est dans son état fondamental et ne peut pas donner

d’énergie aux neutrons : n−
B(ω) → 0 & n+

B(ω) → 1 ;
— Pour T → +∞, les deux processus sont équiprobables : n±

B(ω) → +∞.
15. Dans l’approximation de Born, l’amplitude de diffusion est proportionnelle au volume de l’échantillon.

Cette caractéristique se retrouve dans le nombre de modes de phonons qui dépend du nombre d’atomes N .
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Contribution magnétique. La nature des excitations magnétiques peut être très diverse
en fonction du système étudié (magnétisme localisé, itinérant, système ordonné ou désor-
donné, etc). Parmi les plus importantes, on peut citer les magnons qui sont des excitations
cohérentes pouvant être vues comme des ondes de spin. On sera par la suite intéressé par des
excitations de champ cristallin. L’origine de ces excitations magnétiques à un site (l = l′) sera
décrite dans le chapitre III. La double section efficace différentielle de diffusion s’écrit dans
ce cas directement en terme d’éléments de matrice des opérateurs moments magnétiques à
partir de la relation II.76 [MP10 ; Ray14] :(
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avec pn est le poids de Boltzmann du niveau |n⟩. La condition En ̸= Em provient de la
soustraction de la composante statique dans la fonction de diffusion. Le fait que la seule
dépendance en Q soit due au facteur de Debye-Waller et au facteur de forme magnétique
est liée à la nature localisée (à un site) de ces excitations.

3.4 Aspects expérimentaux
3.4.1 Production, monochromation et détection de neutrons

Production. La durée de vie des neutrons libres est de 15 min, ce qui impose de les
produire au moment de leur utilisation. Les flux de neutrons utilisés pour la recherche pro-
viennent actuellement de deux types d’installations.

1. Les sources de type réacteur nucléaire : les neutrons proviennent de la fission
d’uranium 235

92U selon la réaction nucléaire
235
92U + 1

0n → 236
92U → X + Y + k1

0n (II.91)

où X et Y sont les atomes produits et k le nombre de neutrons émis. Celui-ci vaut en
moyenne 2.47. Les neutrons produits ont une énergie moyenne E ≃ 2 MeV. Comme
la probabilité qu’ils provoquent la fission d’un noyau d’uranium et entretiennent la
réaction en chaîne est plus faible que pour des neutrons thermiques, un modérateur
(matériau ralentissant les particules sans les absorber) est nécessaire. Une partie des
neutrons produits sert à maintenir la réaction tandis que l’autre partie est utilisée
pour alimenter les instruments de mesure. Le flux obtenu par ce type de source étant
très important, la plupart des installations de recherche fonctionnent donc grâce à
un réacteur nucléaire. On mentionnera en particulier l’Institut Laue Langevin de
Grenoble qui fournit le flux le plus intense du monde (1.5 × 1015 n · s−1 · cm2) et le
réacteur Français Orphée (Saclay), arrêté définitivement le 29 octobre 2019.

2. Les sources à spallation : ces sources sont basées sur un accélérateur de particule
qui permet d’obtenir des protons de haute énergie (≃ 1 GeV) projetés sur une cible
de noyaux lourds (Pb,W,Hg,. . . ). Plusieurs particules sont éjectées de la cible lors
de ce processus, dont des neutrons. Ce type de source présente l’avantage d’avoir
un faisceau facilement modulable et des déchets moins importants. Les sources ISIS
(Angleterre), SINQ (Suisse) et le projet ESS (Suède) utilisent la spallation.
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Figure II.15 – Institut Laue Langevin. A gauche : photographie de la piscine conte-
nant le coeur du réacteur nucléaire (issue de la référence [ILL02]). La couleur bleu est
due à l’effet Tcherenkov. A droite : photographie du hall des guides (issue de la référence
[ILL03]). Différents instruments de diffusion neutronique sont visibles.

Monochromation. Le faisceau polychormatique obtenu en sortie du réacteur est ensuite
extrait par un ou plusieurs guides afin d’alimenter les instruments. Afin de pouvoir réaliser
des expériences résolues en énergie, le faisceau doit ensuite être rendu monochromatique. On
présente ici deux dispositifs possibles pour cela.

1. Alignement de monocristaux : des monocristaux sont co-alignés afin de sélection-
ner les neutrons de longueur d’onde λ fixée grâce aux réflections de Bragg λ = 2d sin θ
où d est la distance entre deux plans cristallographiques et 2θ l’angle de Bragg. En
fonction du type de monocristal (typiquement : graphite pyrolitique (PG), cuivre,
germanium ou silicium en fonction de la gamme d’énergie) et en tournant le mono-
chromateur afin que θ varie, plusieurs longueurs d’ondes peuvent être sélectionnées.

2. Hachoirs : ce dispositif fonctionne grâce à plusieurs disques perforés fabriqués à
partir de matériaux absorbants et tournants à une fréquence fixe. Dans le cas le plus
simple, un premier disque hache le faisceau (seule une partie des neutrons passent
dans la fente) alors qu’un second disque va permettre de sélectionner seulement les
neutrons ayant la bonne vitesse et donc la bonne énergie E.

Détection. Le neutron étant neutre, sa détection après diffusion passe par un milieu
convertisseur siège d’une réaction nucléaire : le neutron est converti en une particule char-
gée qui crée un courant électrique finalement mesuré. Pour que la détection soit efficace, la
section efficace de la réaction doit être élevée. Pour des neutrons lents, il s’agit souvent de
réactions d’absorption avec les noyaux 10B, 6Li ou 3He. Pour ce dernier, la réaction est

n + 3He → p + 3H. (II.92)

Les protons emis peuvent être détectés par des capteurs classiques de type CCD en silicium.
L’émission des particules produites est isotrope ce qui permet de reconstituer le point d’im-
pact du centre de masse et d’avoir des détecteurs sensibles à la position de l’impact. Par
contre, pour des neutrons lents, il est difficile de remonter à l’énergie du neutron à partir de
l’énergie de la particule chargée détectée. La mesure de l’énergie est donc réalisée avant le
détecteur, par exemple par la mesure du temps de vol entre l’échantillon et le détecteur.
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3.4.2 Expériences et instruments

Toutes les expériences de diffusion de neutrons de ce travail ont été faites à l’Institut
Laue Langevin (ILL) ou au Laboratoire Léon Brillouin (LLB). Il s’agissait de mesures sur
des échantillons polycristallins (poudres). A la différence d’un monocristal pour lequel les
expériences doivent être réalisées à Q fixé à cause de l’anisotropie du système, les mesures
sur poudres ne dépendent que de Q = |Q| : l’information sur la direction du vecteur Q est
perdue lors du processus de moyenne sur l’ensemble des cristallites.

Diffractomètres. Les diffractomètres de poudres utilisés lors de nos études fonctionnent
à ki fixé et les variations de Q sont mesurées en faisant varier l’angle 2θ. L’énergie des
neutrons diffusés dans la direction kf n’est pas discriminée mais est intégrée entre −kBT et
Ei, la quantité mesurée est donc la section efficace différentielle de diffusion :∫ Ei

−kBT

d2σ

dωdΩ
dω ≃

∫ +∞

−∞

d2σ

dωdΩ
dω ≡ dσ

dΩ
. (II.93)

Cette quantité est la somme des contributions élastiques et inélastiques. Il s’agit néanmoins
d’une bonne approximation de la section efficace élastique lorsque l’énergie transférée est
petite devant l’énergie initiale Ei du neutron. De plus, les contributions dynamiques appa-
raîtront comme un bruit de fond sur les diffractogrammes : les pics de Bragg recherchés
sont situés en des valeurs de Q précises alors que la diffusion inélastique est distribuée sur
l’ensemble du réseau réciproque.

G4.1 (LLB). Cet instrument utilise des neutrons froids de longueur d’onde comprise
entre 2.43 Å et 5.5 Å obtenue par un monochromateur PG (002). Pour la longueur d’onde
optimale λ = 2.43 Å, le flux est de 4 × 106 n · s−1 · cm−2. Un multidétecteur de 800 cellules
BFe3 espacées de 0.1° permet de couvrir une ouverture en 2θ de 80°. Ce détecteur est mobile
ce qui permet des mesures entre 3° à 105°. La meilleure résolution angulaire à faible angle
de diffusion Q < 60° en fait un instrument adapté à l’étude des structures magnétiques.

D1B (ILL). Ce diffractomètre à haut flux (7.9 × 106 n · s−1 · cm−2) utilise des neutrons
thermiques de longueur d’onde λ = 2.52 Å sélectionnée par à un monochromateur PG (002).
Une autre longueur d’onde, λ = 1.28 Å obtenue avec un monochromateur en germanium
(311) est aussi accessible. Un multi-détecteur 3He/CF4 sensible à la position de 1280 cellules
séparées de 0.1° permet une mesure de l’intensité diffractée entre 0.8° et 128.8° simulta-
nément. C’est un instrument très utilisé pour déterminer des structures magnétiques. Une
photographie de l’instrument est visible sur la figure II.16.

D2B (ILL). Des mesures de très haute résolution angulaire, 0.05° en 2θ, peuvent être
réalisées sur ce diffractomètre. Plusieurs longueurs d’ondes sont possibles entre 1.1 Å et 6 Å.
L’instrument est optimisé pour des neutrons thermiques de longueur d’onde λ = 1.594 Å
obtenue grâce à un monochromateur en germanium (335). A cette longueur d’onde, le flux
est de l’ordre de 1 × 106 n · s−1 · cm−2. La mesure est faite par 128 détecteurs 3He séparés
de 1.25° couvrant une gamme angulaire allant de 5° à 165°. Ces détecteurs sont mobiles et
l’acquisition des données se fait en 25 pas de 0.05°. Cet instrument est adapté à des études
structurales nécessitant une grande résolution et une large gamme angulaire.
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Affinement de Rietveld & FullProf. Les mesures de diffraction ont été analysées
avec le logiciel FullProf [Rod93] développé par J. Rodríguez-Carvajal et basé sur la mé-
thode d’affinement de Rietveld [Rie67 ; Rie69]. Cette méthode consiste à simuler un dif-
fractogramme à partir d’un modèle cristallographique et/ou magnétique de l’échantillon et
d’affiner ensuite les différents paramètres. Pour cela, le logiciel FullProf cherche à minimiser
la fonction

χ2 =
Np∑
i=1

1
σi

[
yobs
i − ycalc

i (β)
]2

(II.94)

où i parcourt les Np points de mesures expériementaux, yobs
i est l’intensité mesurée au point

i, ycalc
i est l’intensité calculée au même point et σi est la variance de l’intensité mesurée au

point i. L’intensité calculée dépend des n paramètres (β1, . . . βn) du modèle et est la somme
des contributions des reflexions de Bragg h (H ou H + k) et du bruit de fond bi :

ycalc
i = S

∑
h

Icalc
h F (2θi − 2θh) + bi (II.95)

Dans cette équation, S est le facteur d’échelle, F (2θi − 2θh) une fonction décrivant la forme
du pic observé 16 et Icalc

h = f cor
h |F calc

h |2 l’intensité calculée du pic h avec :
— F obs

h le facteur de structure élastique nucléaire FN ou magnétique FM⊥ ;
— f cor

h un terme correctif qui rend compte de corrections d’origine instrumentale (collima-
tion du faisceau, resolution spectrale, géométrie des détecteurs) ou liées à l’échantillon
(correction d’absorption ou d’extinction).

La qualité du diffractogramme calculé est ensuite évaluée à l’aide du Bragg R-factor (RB)
et du Rf-facteur (RF) pour les phases nucléaires [Rod01] :

RB = 100

∑
h

|Iobs
h − Icalc

h |∑
h

∣∣∣Iobs
h

∣∣∣ ,

RF = 100

∑
h

∣∣∣F obs
h − F calc

h

∣∣∣∑
h

∣∣∣F obs
h

∣∣∣ .

(II.96)

Le facteur de structure observé F obs
h apparaissant dans ces équations est obtenu à partir de

l’intensité observée et en prenant en compte les corrections d’origine instrumentale. Pour
l’intensité magnétique, seul le Magnetic R-factor (RM), définie comme le facteur de Bragg
nucléaire RB mais avec l’intensité magnétique, est utilisé.

16. Dans notre cas, cette fonction était une fonction pseudo-Voigt

PV(x) = ηL(x) + (1 − η)G(x)

avec η variant de 0 à 1 et L(x) (respectivement G(x)) une fonction lorentzienne (respectivement gaussienne)
de même largeur à mi hauteur H, c’est à dire

L(x) = 2H
π(4x2 +H2)

& G(x) = 2
√

ln 2
H

√
π

exp
(

−4 ln 2
H2 x2

)
.

Dans FullProf, la largeur à mi-hauteur H est (entre autre) relié à 3 paramètres U, V,W décrivant la
fonction de résolution de l’instrument.
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Figure II.16 – Deux instruments de mesures utilisés à l’ILL. A gauche : photo-
graphie du diffractomètre D1B (issue de la référence [D1B01]). A droite : photographie
du spectromètre IN5 (issue de la référence [IN501]).

Spectromètres. Les spectromètres utilisés pour ces travaux sont des spectromètres temps
de vol (TOF) adaptés pour les mesures sur poudre puisqu’ils permettent de détecter simul-
tanément des neutrons diffusés de vecteurs de diffusion Q et d’énergies ~ω différents. Pour
cela, des pulses de neutrons obtenus grâce à des hachoirs sont envoyés sur l’échantillon avec
une vitesse vi fixée et leurs temps de parcours de l’échantillon au détecteur après diffusion
est analysé pour en déduire la vitesse finale vf et donc l’énergie finale Ef :

~ω = Ef − Ei = 1
2
mn
(
v2

f − v2
i

)
. (II.97)

PANTHER (ILL). Le spectromètre PANTHER (anciennement IN4C) est un ins-
trument à haut flux utilisant des neutrons thermiques et adapté aux mesures des excita-
tions en matière condensée (notamment les phonons et les excitations de champs cristallin).
L’énergie incidente est sélectionnée par un monochromateur PG et peut aller de 7.5 meV
(λ = 3.3 Å) à 112 meV (λ = 0.86 Å). Pour une énergie incidente Ei = 20 meV, le flux est de
5.5 × 105 n · s−1 · cm−2 et la résolution de l’ordre de 1.1 meV. Le multi-détecteur 3He couvre
une gamme angulaire de 5° à 136° horizontalement et de −13° à 30° verticalement.

IN5 (ILL). Cet instrument haute résolution utilise 6 hachoirs pour obtenir un faisceau
de neutrons monochromatiques dont la longueur d’onde peut être choisie continuement entre
1.8 Å et 20 Å. Le multi-détecteur 3He/CF4 couvre une gamme d’angles de diffusion allant de
−12° à 135° horizontalement et ±20.55° verticalement ce qui fait une surface de détection de
30 m2. Pour une longueur d’onde incidente λ = 5 Å, le flux est de 6.83 × 105 n · s−1 · cm−2 et
la résolution d’environ 100 µeV. La figure II.16 présente une photographie de l’instrument.

SHARP (ILL). SHARP (auparavant IN6) est dédié à l’étude des propriétés dyna-
miques et de relaxation de basse énergie des solides, de matière molle et de liquides. Les
neutrons utilisés sont des neutrons froids et un monochromateur PG permet de travailler
avec des longueurs d’ondes de 4.1, 4.6, 5.1 et 5.9 Å. Pour une longueur d’onde incidente de
4.1 Å, le flux est de 8.9 × 104 n · s−1 · cm−2 et la résolution de 170 µeV. 337 détecteurs 3He
couvrent une gamme angulaire de 10° à 115° horizontalement et ±15° verticalement.





Chapitre III

Modèles et méthodes numériques

Ce chapitre propose une introduction à la description microscopique et à la modélisa-
tion des propriétés magnétiques des pyrochlores : ion libre, champ cristallin (influence de
l’environnement électrostatique sur un ion magnétique) et interactions entre terres rares ma-
gnétiques (à l’origine, parfois, d’ordres magnétiques comme ceux de la figure III.1). Il s’agira
uniquement de donner les quelques éléments nécessaires à la compréhension de la suite du
manuscrit et la plupart des résultats ne seront pas démontrés. Les méthodes numériques uti-
lisées dans les chapitres IV, V & VI, pour simuler les modèles microscopiques précédemment
discutés seront ensuite introduites. Une importance particulière sera accordée aux calculs
d’observables permettant une comparaison directe avec les expériences.

Figure III.1 – Illustration de quelques configurations magnétiques classiques
possibles sur un tétraèdre. De gauche à droite et de haut en bas : all-in all-out,
Ψ2, Ψ3, Palmer-Chalker, glace de spin (ordonnée) et ferromagnétique canté.
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1 Composés pyrochlores : modèles
Le magnétisme des terres rares R (dont la configuration électronique est [Xe]4fn5d16s2

pour R =Ce, Gd & Lu et [Xe]4fn+16s2 pour les autres avec n allant de 0 pour La à 14 pour
Lu) provient de la sous couche électronique 4f de plus haute énergie partiellement remplie.
Dans un solide, les orbitales 4f internes sont protégées de l’environnement par les orbitales
externes 5s et 5p, 6s et éventuellement 5d. Pour les oxydes (comme les pyrochlores), la valence
de la terre rare est généralement 3+ : les deux électrons 6s et l’électron 5d ou un électron 4f
sont captés par les oxygènes pour former des liaisons ioniques tandis que la sous couche 4fn
responsable du magnétisme reste peu affectée par l’environnement puisque toujours protégée
par les orbitales 5s et 5p. La configuration électronique de la terre rare trivalente est dans
ce cas [Xe]4fn. Il est alors pertinent, lors de l’étude des propriétés magnétiques d’un oxyde
de terres rares, de partir du multiplet fondamental (dégénéré) de l’ion libre et d’étudier en
perturbation l’effet des éléments environnants.

1.1 Propriétés magnétiques des terres rares
Moment magnétique. Un multiplet |J,MJ⟩ avec J fixé est caractérisé par un facteur de
Landé gJ qui relie l’opérateur moment cinétique total Ĵ à l’opérateur moment magnétique
total m̂ de l’ion par la relation

m̂ = −gJ
e

2m
Ĵ = −gJ

µB

~
Ĵ (III.1)

où
gJ = 1 + J(J + 1) − L(L+ 1) + S(S + 1)

2J(J + 1)
. (III.2)

L’ensemble des propriétés magnétiques peuvent être déterminées par les relations

Ĵ 2|J,MJ⟩ = ~2J(J + 1)|J,MJ⟩,
Ĵz|J,MJ⟩ = ~MJ |J,MJ⟩,

Ĵ±|J,MJ⟩ = ~
√
J(J + 1) −MJ(MJ ± 1)|J,MJ ± 1⟩,

(III.3)

avec Ĵ± = Ĵx ± iĴy. Le long de l’axe de quantification, le moment magnétique peut ainsi
prendre les valeurs mz = −gJµBMJ avec MJ ∈ {−J,+J}. La symétrie sphérique du système
implique que l’axe z peut être choisi arbitrairement (isotropie du moment magnétique).

Deux cas limites peuvent être distingués. Sans champ magnétique B ou dans la limite
haute température kBT ≫ µBB, tous les états |J,MJ⟩ sont équipeuplés. La norme du moment
magnétique de l’ion libre, le moment (para)magnétique effectif meff , vaut alors

meff = gJµB

√
J(J + 1). (III.4)

C’est le moment magnétique qui apparait dans la loi de Curie-Weiss (équation II.10). A
l’inverse, pour un champ magnétique intense µBB ≫ kBT , seul l’état |J,MJ = −J⟩ est
peuplé et la composante du moment magnétique suivant l’axe du champ magnétique est
appelée moment magnétique à saturation msat et s’écrit

msat = gJµBJ . (III.5)
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Théorème de Kramers et renversement du temps. Le hamiltonien d’un système
invariant par renversement du temps commute avec l’opérateur renversement du temps Θ̂ :[

Ĥ, Θ̂
]

= 0 (III.6)

Comme pour toute autre symétrie, cela se traduit par le fait que si |ψ⟩ est un état propre
de Ĥ, Θ̂|ψ⟩ est aussi un état propre de même énergie. Les conséquences de cette propriété
sont particulièrement importantes : le théorème de Kramers stipule que pour tout système
de spin total demi-entier, l’état propre Θ̂|ψ⟩ est différent de |ψ⟩ et donc que tous les niveaux
d’énergie sont au moins doublement dégénérés (dégénérescence de Kramers) [Kra30].

Pour des systèmes atomiques, cela se traduit par un comportement différent des ions
avec un nombre impair d’électrons (ions Kramers, de spin total demi-entier) comme le Dy3+

et des ions avec un nombre pair d’électrons (ions non Kramers, de spin total entier) comme
le Ho3+ et le Tb3+. On propose d’expliciter ce résultat dans le formalisme des multiplets
des terres rares et d’en analyser les conséquences. L’opérateur renversement du temps Θ̂ est
antiunitaire 1, commute avec les opérateurs position r̂ mais anticommute avec les opérateurs
implusion p̂ et spins ŝ et donc avec l’opérateur moment cinétique total : Θ̂ĴαΘ̂ = −Ĵα avec
α = x, y, z. Comme l’opération Θ̂ 2 ne change pas le système, Θ̂ 2 = eiq1̂ et l’antiunitarité
impose eiq = ±1. Dans la base {|J,MJ⟩}, une forme explicite est donnée par la relation

Θ̂ = K̂e−iπĴy/~ (III.7)

où K̂ est l’opérateur conjugaison complexe ce qui donne

Θ̂αMJ
|J,MJ⟩ = (−1)J−MJα∗

MJ
|J,−MJ⟩ (III.8)

avec αMJ
est un coefficient. On a donc Θ̂ 2 = 1̂ pour J entier (ion non Kramers) et Θ̂ 2 = −1̂

pour J demi entier (ions Kramers). Cette propriété peut être résumée par

Θ̂ 2|J,MJ⟩ = (−1)2J |J,MJ⟩. (III.9)

Ce résultat est à la base du théorème de Kramers : soit |ψ⟩ un état combinaison linéaire
d’états |J,MJ⟩ et soit |ψ′⟩ = Θ̂|ψ⟩. Si |ψ′⟩ et |ψ⟩ sont linéairement dépendants, c’est à dire
si |ψ′⟩ = a|ψ⟩ avec a ∈ C, alors

Θ̂ 2|ψ⟩ = Θ̂|ψ′⟩ = Θ̂a|ψ⟩ = a∗Θ̂|ψ⟩ = |a|2|ψ⟩. (III.10)

Or Θ̂ 2 = −1̂ si J est demi-entier : la relation III.10 conduit à une contradiction pour les ions
Kramers et les états |ψ′⟩ et |ψ⟩ sont necessairement orthogonaux dans ce cas. Les états des
ions Kramers restent donc au moins doublement dégénérés en l’absence de toute perturbation
brisant la symétrie de renversement du temps. A l’inverse, il est possible d’avoir un état |ψ⟩
singulet pour un ion non Kramers (c’est à dire |ψ′⟩ = a|ψ⟩) mais alors

⟨m̂⟩ = −µBgJ
~

⟨ψ|Ĵ |ψ⟩ = −µBgJ
|a|2~

⟨Θ̂ψ|Ĵ |Θ̂ψ⟩ = −µBgJ
|a|2~

⟨ψ|Θ̂†Ĵ Θ̂|ψ⟩ = − 1
|a|2

⟨m̂⟩ (III.11)

et donc ⟨m̂⟩ = 0. La valeur moyenne quantique du moment magnétique de tout état singulet
est nulle pour un système invariant par renversement du temps.

1. Un opérateur Θ̂ est antiunitaire si les deux propriétés suivantes sont vérifiées :
— Antilinéarité : Θ̂[λ|ϕ1⟩ + µ|ϕ2⟩] = λ∗Θ̂|ϕ1⟩ + µ∗Θ̂|ϕ2⟩, λ, µ ∈ C ;
— Unitarité : Θ̂ † = Θ̂−1.
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1.2 Champ cristallin
On appelle champ cristallin l’environnement électrostatique d’un ion dans un cristal.

Cet environnement va agir directement sur les degrés de liberté orbitaux et modifier les
niveaux d’énergie de l’ion libre. Par couplage spin-orbite, le spin pourra aussi être affecté.
Cet ensemble d’effets conduit à une modification des propriétés magnétiques de l’ion libre
particulièrement importante. C’est par exemple le champ cristallin qui est à l’origine de
l’anisotropie des moments magnétiques et de l’anisotropie magnétocristalline d’un solide.

1.2.1 Hamiltonien

L’annexe A explicite en détail l’origine du hamiltonien de champ cristallin. Seules les
idées principales seront introduites dans cette section. Le potentiel électrostatique de champ
cristallin V agissant sur un ion central situé en O peut être développé formellement sous la
forme d’une combinaison linéaire d’harmoniques sphériques Y q

k et s’écrit sous la forme

V =
∑
i

∑
k≥0

k∑
q=−k

Aqkr
k
i

√
4π

2k + 1
Y q
k (θi, ϕi). (III.12)

Dans cette expression, ri est la position (radiale) de l’électron i de l’ion central (par rapport
au noyau en O) et les quantités Aqk sont données par

Aqk =
∑
j

eqj
4πϵ0

1
Rk+1
j

√
4π

2k + 1
Y q∗
k (θj, ϕj). (III.13)

où j distingue les ions environnants situés en (Rj, θj, ϕj) et portant une charge qj. La réalité
du potentiel électrostatique est assurée par la relation Aq∗k = (−1)qA−q

k . Pour un ion central
traité quantiquement, ri est remplacée par l’opérateur position radiale de l’électron i, r̂i et
les harmoniques sphériques sont remplacées de la même façon par les opérateurs tensoriels
sphériques irréductibles Ŷ q

k (i). Ces opérateurs sont définis de façon à ce qu’une rotation les
transforment de la même façon que les harmoniques sphériques multiplées par le facteur de
normalisation

√
4π/2k + 1. Le hamiltonien de champ cristallin Ĥcf s’écrit donc

Ĥcf =
∑
i

∑
k≥0

k∑
q=−k

Aqkr̂
k
i Ŷ q

k (i). (III.14)

En pratique les paramètres Aqk sont généralement déterminés à partir de mesures expérimen-
tales : l’existence dans le cristal de nombreux autres effets (écrantages, covalence, etc.) rend
le modèle électrostatique très souvent invalide.

Si l’effet est faible devant les énergies intra-atomiques (ce qui est le cas pour les terres
rares 4f), le champ cristallin agira en perturbation sur les états de l’ion libre. Dans ce cas,
seuls les termes Aqkr̂ ki Ŷ q

k (i) dont l’élément de matrice entre deux états de l’ion libre est non
nul auront un effet. En ne considérant que des transitions entre états de même configuration
électronique 4f , les règles de sélection suivantes sont déterminées :

— Tous les éléments de matrice des opérateurs k > 2l où l est le nombre quantique
orbital des électrons (l = 3 pour des électrons f) sont nuls ;
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θ2 θ4 θ6

−1/99 2/16335 −1/891891

Tableau III.1 – Valeurs de θk(J = 6). Extrait des références [Ste52 ; Hut64].

— Seuls les termes k = 2p où p ∈ N sont non nuls (absence de changements de configu-
ration électronique).

D’autres conditions sur Ĥcf sont imposées par les symétries du système : le hamiltonien
doit être invariant par l’ensemble des symétries locales du site de l’ion central. Pour les
pyrochlores, la symétrie des sites R3+ est 3̄m (on pourra visualiser l’environnement des ions
sur la figure I.6 par exemple). En conséquence, seuls les termes q = 0 (mod 3) sont autorisés
et les paramètres Aqk sont réels et contraints par la relation Aqk = (−1)qA−q

k .

Même en tenant compte de ces simplifications, l’évaluation directe des éléments de ma-
trice de Ĥcf est rapidement complexe. Pour un champ cristallin traité en perturbation et
agissant sur un multiplet J , on peut utiliser la méthode des opérateurs équivalents [Ste52]. Il
s’agit de ré-exprimer le hamiltonien avec des opérateurs T̂ q

k = f(Ĵz, Ĵ±) s’écrivant en puis-
sance d’opérateurs Ĵz et Ĵ±. Ce changement est possible en vertu du théorème de Wigner-
Eckart qui stipule que tous les éléments de matrice d’opérateurs tensoriels de rang k sont
proportionnels entre eux. L’opérateur T̂ k

k est défini par [Rac42]

T̂ k
k = (−1)k

2kk!

√
(2k)!

(
Ĵ+
)k

(III.15)

tandis que les opérateurs T̂ q ̸=k
k sont obtenus à partir des relations

[
Ĵ±, T̂ q

k

]
= ~

√
k(k + 1) − q(q ± 1)T̂ q−1

k ,
[
Ĵz, T̂ q

k

]
= ~qT̂ q

k ,

T̂ −q
k = (−1)qT̂ q†

k .
(III.16)

Le facteur de proportionnalité θk(J) entre les éléments de matrice des opérateurs T̂ q
k et ceux

des opérateurs initiaux Ŷ q
k (i) ne dépend que du nombre quantique J du multiplet considéré.

Ils sont tabulés [Ste52 ; Hut64] et le tableau III.1 reproduit les valeurs pour le Tb3+ où J = 6.
En introduisant les opérateurs de Wybourne 2 Ĉ q

k = θk(J)T̂ q
k [Wyb65] et en ne considérant

que des électrons i équivalents (par exemple 4f), le hamiltonien III.14 devient pour les
pyrochlores

Ĥcf = B0
2 Ĉ 0

2 +B0
4 Ĉ 0

4 +B3
4

(
Ĉ −3

4 − Ĉ 3
4

)
+B0

6 Ĉ 0
6 +B3

6

(
Ĉ −3

6 − Ĉ 3
6

)
+B6

6

(
Ĉ −6

6 + Ĉ 6
6

)
,

Bq
k = Aqk⟨r̂ k⟩

(III.17)

où ⟨r̂ k⟩ est la moyenne quantique de la partie radiale à la puissance k de la fonction d’onde
des électrons 4f et est inclue dans le paramètre de champ cristallin Bq

k. Pour le Tb3+, les
valeurs de ⟨r̂ k⟩ pour k pair sont données dans le tableau III.2.

2. Dans la convention initiale de Wybourne, ces opérateurs sont notés Ĉ (k)
q .
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⟨r̂ 2⟩ ⟨r̂ 4⟩ ⟨r̂ 6⟩
0.822 1.651 6.852

Tableau III.2 – Valeurs de ⟨r̂ k⟩ en Åk pour le Tb3+. Extrait de la référence [FD79].

Une autre description du hamiltonien de champ cristallin utilise les opérateurs de Stevens
Ô q
k [Ste52] définis comme des combinaisons linéaires des opérateurs T̂ q

k :

Ô q
k =



1
λqk

(
T̂ −|q|
k + (−1)qT̂ |q|

k

)
si q > 0,

1
λ0
k

T̂ 0
k si q = 0,

i
λqk

(
T̂ −|q|
k − (−1)qT̂ |q|

k

)
si q < 0.

(III.18)

Certains coefficients λqk sont reproduits dans le tableau III.3. La relation entre les opérateurs
T̂ q
k et les opérateurs Ô q

k est identique (au facteur λqk/
√

2 près) à celle entre les harmoniques
sphériques Y q

k et les harmoniques tesserales Zq
k . A la différence des opérateurs T̂ q

k ou Ĉ q
k , les

opérateurs Ô q
k sont hermitiens : Ô q†

k = Ô q
k . Le hamiltonien de champ cristallin devient

Ĥcf = B̃0
2Ô 0

2 + B̃0
4Ô 0

4 + B̃3
4Ô 3

4 + B̃0
6Ô 0

6 + B̃3
6Ô 3

6 + B̃6
6Ô 6

6

B̃q
k = λqkθk(J)Bq

k.
(III.19)

Remarquons finalement que les différentes conventions utilisées dans la littérature peuvent
être sources de confusions. Les paramètres de champ cristallin en convention de Stevens sont
souvent notés Bq

k similairement aux paramètres en convention de Wybourne notés Bq
k (ou

Bk
q suivant la convention initiale [Wyb65]). Les coefficients λqk sont parfois définis négatifs

lorsque q < 0 (si la convention de phase de Condon-Shortley n’est pas utilisée pour les
harmoniques sphériques) ou toujours positifs. Le fait que l’échange simultané des signes des
paramètres B3

4 et B3
6 conduise aux mêmes énergies propres 3 [Ber+12] peut accroître les

difficultés. Les équations suivantes explicitent l’expression de certains opérateurs de Stevens
Ô q
k . En définissant X̂ = J(J + 1)1̂ où 1̂ est l’opérateur identité et en notant Ĵα ≡ Ĵα les

composantes α = x, y, z de l’opérateur Ĵ pour une meilleure visibilité, on a :

Ô 0
2 = Ôz2 = 3Ĵ 2

z − X̂

Ô 1
2 = Ôxz = 1

2
(
ĴzĴx + ĴxĴz

)
Ô −1

2 = Ôyz = 1
2
(
ĴzĴy + ĴyĴz

)
Ô 2

2 = 2Ôx2−y2 = 1
2
(
Ĵ 2

+ + Ĵ 2
−

)
= Ĵ 2

x − Ĵ 2
y

Ô −2
2 = 2Ôxy = − i

2
(
Ĵ 2

+ − Ĵ 2
−

)
= ĴxĴy + ĴyĴx

(III.20)

3. Cette propriété vient du fait que la représentation matricielle de Ĥcf
(
B0

2 , B
0
4 , B

3
4 , B

0
6 , B

3
6 , B

6
6
)

dans
la base {|MJ = J⟩, . . . , |MJ = −J⟩} est la même que celle de Ĥcf

(
B0

2 , B
0
4 ,−B3

4 , B
0
6 ,−B3

6 , B
6
6
)

dans la base
{|MJ = −J⟩, . . . , |MJ = J⟩}. Ce n’est par contre plus vrai en présence d’un champ magnétique statique
extérieur. Ce cas sera rencontré dans le chapitre V.
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λ0
2 λ1

2 λ2
2 λ0

4 λ3
4 λ0

6 λ3
6 λ6

6

1/2
√

6
√

6/2 1/8
√

35/2 1/16
√

105/8
√

231/16

Tableau III.3 – Valeurs des paramètres λq
k. Adapté de la référence [DL72].

Ô 0
4 = 35Ĵ 4

z −
[
30X̂ − 251̂

]
Ĵ 2
z +

[
3X̂ 2 − 6X̂

]
Ô 3

4 = 1
4
[
Ĵz
(
Ĵ 3

+ + Ĵ 3
−

)
+
(
Ĵ 3

+ + Ĵ 3
−

)
Ĵz
] (III.21)

Ô 0
6 = 231Ĵ 6

z −
[
315X̂ − 7351̂

]
Ĵ 4
z +

[
105X̂ 2 − 525X̂ + 2941̂

]
Ĵ 2
z −

[
5X̂ 3 − 40X̂ 2 + 60X̂

]
Ô 3

6 = 1
4
[{

11Ĵ 3
z −

(
3X̂ + 591̂

)
Ĵz
} (
Ĵ 3

+ + Ĵ 3
−

)
+
(
Ĵ 3

+ + Ĵ 3
−

) {
11Ĵ 3

z −
(
3X̂ + 591̂

)
Ĵz
}]

Ô 6
6 = 1

2
(
Ĵ 6

+ + Ĵ 6
−

)
.

(III.22)

1.2.2 Levées de dégénérescences et fonctions d’ondes de champ cristallin

Il est instructif d’examiner la forme développée des opérateurs de Stevens intervenant
dans le hamiltonien de l’équation III.19. Les opérateurs Ô 0

2 , Ô 0
4 et Ô 0

6 sont diagonaux dans
la base {|MJ⟩} et ne font intervenir que des puissances paires de l’opérateur Ĵz. Ceux-ci vont
ainsi venir coupler des états |MJ⟩ et |−MJ⟩. A l’inverse, les opérateurs Ô 3

4 , Ô 6
3 et Ô 6

6 sont
fonctions de Ĵz ou (Ĵz)3 (pour Ô 3

4 et Ô 3
6 respectivement) mais surtout de (Ĵ±)3 ou (Ĵ±)6.

Les états formés seront des combinaisons linéaires d’états |MJ ±3n⟩, n ∈ N. En prenant pour
exemple le cas des ions non Kramers pour lesquels J est entier, le champ cristallin va ainsi
lever la dégénérescence des multiplets en singulets (formés des états |0⟩, |±3⟩, |±6⟩, etc) et
en doublets (faisant intervenir les états |±1⟩, |±2⟩, |±4⟩, |±5⟩, etc).

Une analyse de symétrie basée sur les représentations irréductibles du groupe ponctuel de
symétrie locale 3̄m permet de déterminer le nombre précis de singulets et doublets attendus
et des relations sur la forme des fonctions d’ondes des états de champ cristallin. Les niveaux
de champ cristallin sont alors classés en terme de représentations irréductibles Γp du groupe
de symétrie 3̄m. Pour J entier, on dénombre deux types de singulets Γ1 et Γ2 et un type de
doublet Γ3 avec un nombre d’apparition qui dépend de J (pour le Tb3+ pour lequel J = 6,
trois singulets Γ1, deux singulets Γ2 et quatre doublets Γ3 sont attendus). Les fonctions
d’ondes sont de la forme [Kah+72]

|Γ1⟩ = α0|0⟩ + α3(|+3⟩ − |−3⟩) + α6(|+6⟩ + |−6⟩),
|Γ2⟩ = β3(|+3⟩ + |−3⟩) + β6(|+6⟩ − |−6⟩),

|Γ±
3 ⟩ = ±γ5|±5⟩ + γ2|±2⟩ ± γ1|∓1⟩ + γ4|∓4⟩,

(III.23)

où les αi, βi et γi sont des constantes respectant les conditions de normalisation. Pour les ions
Kramers (J demi-entier), l’extension de l’analyse de symétrie donne deux types de doublets :
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les doublets Γ4 appellés spin effectif 1/2 et les doublets Γ5,6 dits dipolaires-octupolaires. En
prenant pour exemple J = 15/2, on a [Kah+72]

|Γ±
4 ⟩ = δ13/2|±13/2⟩ ± δ7/2|±7/2⟩ + δ1/2|±1/2⟩ ± δ5/2|∓5/2⟩ + δ11/2|∓11/2⟩,

|Γ±
5,6⟩ = ϵa15/2|±15/2⟩ ± ϵa9/2|±9/2⟩ + ϵa3/2|±3/2⟩

± ϵb15/2|∓15/2⟩ + ϵb9/2|∓9/2⟩ ± ϵb3/2|∓3/2⟩.
(III.24)

A nouveau, les δi, ϵai et ϵbi sont des coefficients soumis aux conditions de normalisation.

La connaissance des fonctions d’ondes permet de caractériser les propriétés magnétiques
des doublets de champ cristallin (valeur du moment magnétique et anisotropie). Pour cela,
on rappelle que la projection des opérateurs Ĵα (avec α = x, y, z) sur le sous espace dégénéré
formé par les deux états des doublets |Γ±

p ⟩ s’écrit dans la base restreinte à ces deux états{
|Γ+
p ⟩, |Γ−

p ⟩
}

à partir de l’opérateur projection P̂Γp = |Γ+
p ⟩⟨Γ+

p | + |Γ−
p ⟩⟨Γ−

p | :

P̂Γp Ĵ
αP̂−1

Γp
= P̂Γp Ĵ

αP̂Γp =
(

⟨Γ+
p |Ĵα|Γ+

p ⟩ ⟨Γ+
p |Ĵα|Γ−

p ⟩
⟨Γ−

p |Ĵα|Γ+
p ⟩ ⟨Γ−

p |Ĵα|Γ−
p ⟩

)
. (III.25)

Pour les doublets Γ3 et Γ4, on a directement les relations
gJP̂Γp Ĵ

zP̂Γp = g||Ŝ
z(Γp) & gJP̂Γp Ĵ

±P̂Γp = g⊥Ŝ
±(Γp) (III.26)

avec Ŝ(Γp) l’opérateur pseudo-spin 1/2 4 représenté par les matrices ~
2 σ̂ (où σ̂ correspond

aux matrices de Pauli) et

g|| = ±2gJ
~

⟨Γ±
p |Ĵz|Γ±

p ⟩ & g⊥ = gJ
~

⟨Γ±
p |Ĵ±|Γ∓

p ⟩. (III.27)

La définition d’un opérateur Ŝ(Γ5,6) est aussi possible mais les quantités g|| et g⊥ ne peuvent
pas être définies aussi simplement : on a généralement gJP̂Γ5,6 Ĵ

zP̂Γ5,6 = jŜz(Γ5,6) + tŜx(Γ5,6)
avec ~j = ±2gJ⟨Γ±

5,6|Ĵz|Γ±
5,6⟩ et ~t = 2gJ⟨Γ∓

5,6|Ĵz|Γ±
5,6⟩ ̸= 0. La base des états dans laquelle

Ŝ(Γp) doit être exprimé pour retrouver une expression similaire à l’équation III.26 dépend
alors des coefficients ϵa,bi de l’équation III.24 : il faut choisir la combinaison linéaire des états
|Γ+

5,6⟩ et |Γ−
5,6⟩ diagonalisant P̂Γ5,6 Ĵ

zP̂Γ5,6 , ce qui revient à redéfinir g|| ≡
√
j2 + t2.

Les quantités g|| et g⊥ ainsi définies caractérisent l’anisotropie du moment magnétique
de champ cristallin. L’amplitude du moment magnétique de champ cristallin parallèlement
et perpendiculairement à l’axe ternaire de quantification est en effet directement donnée par

m|| = 1
2

|g|||µB & m⊥ = 1
2

|g⊥|µB. (III.28)

Pour les doublets Γ4, g|| et g⊥ peuvent être non nuls : l’anisotropie est Ising si g|| ≫ g⊥, XY
si g⊥ ≫ g|| ou Heisenberg si g|| ∼ g⊥. A l’inverse, pour les doublets Γ3 et Γ5,6, la forme des
fonctions d’ondes impose g⊥ = 0 5 : l’anisotropie est forcément Ising [RG19].

4. Explicitement, on a Ŝx(Γp) = ~
2
(
|Γ−

p ⟩⟨Γ+
p | + |Γ+

p ⟩⟨Γ−
p |
)
, Ŝy(Γp) = ~

2
(
i|Γ−

p ⟩⟨Γ+
p | − i|Γ−

p ⟩⟨Γ+
p |
)

et
Ŝz(Γp) = ~

2
(
|Γ+

p ⟩⟨Γ+
p | − |Γ−

p ⟩⟨Γ−
p |
)
. Le terme pseudo-spin 1/2 vient du fait que les vecteurs et valeurs

propres (±~/2) de Ŝ(Γp) sont les mêmes que celles d’un opérateur spin 1/2 exprimé dans la base {|±⟩} des
deux états du spin.

5. C’est pour cela qu’il est toujours possible de trouver une combinaison linéaire des états |Γ+
5,6⟩ et |Γ−

5,6⟩
diagonalisant P̂Γ5,6 Ĵ

zP̂Γ5,6 pour les doublets Γ5,6.



74 Chapitre III. Modèles et méthodes numériques

1.3 Interactions entre terres-rares
La prise en compte des interactions entre les différents éléments d’un solide est beaucoup

plus complexe que la physique à un seul ion. On se bornera à une description qualitative des
phénomènes et de leur description par des hamiltoniens modèles. Dans cette section et les
suivantes, les différents ions seront distingués par les indices i et j et les composantes x, y, z
des opérateurs moments angulaires Ĵ par les exposants α et β.

1.3.1 Origine et description

Les interactions entre deux entités magnétiques d’un solide peuvent être de nature extrê-
mement variée. De façon phénoménologique et simplifiée, on peut citer (en s’appuyant sur
la référence [San+09]) :

1. Les interactions directes électrostatiques et magnétostatiques. Celles-ci pro-
viennent de l’effet des champs électriques et magnétiques produits par les ions ma-
gnétiques. Les interactions dipolaires entre les terres rares magnétiques entrent dans
cette catégorie.

2. Les interactions d’échange. Cet effet quantique provient du principe d’exclusion
de Pauli et fait que les ions dont les fonctions d’ondes se recouvrent dans un solide
interagissent. Lorsque le recouvrement est direct, il s’agit d’échange direct. Lorsque
l’interaction est médiée par les orbitales d’un ligand intermédiaire (comme les oxy-
gènes), il s’agit de superéchange ou de double échange. Ces effets sont généralement
plus importants que l’échange direct dans les oxides de métaux de transitions et de
terres rares puisque l’amplitude de l’échange direct diminue rapidement avec la dis-
tance entre les ions.

3. Les interactions médiées. Il s’agit d’interactions transmises par les électrons de
conduction (interaction RKKY) ou par les phonons. Dans le premier cas, le spin des
électrons de conduction est polarisé par un premier ion magnétique puis interagit
avec un autre ion : une interaction effective entre les deux entités est induite. Dans
le second cas, le champ cristallin d’un ion est déformé au passage d’un phonon et
donne lieu à un couplage magnéto-élastique. Comme les phonons sont des entités du
cristal dans sa totalité, les couplages magnéto-élastiques de chaque site ne sont pas
indépendants et une interaction effective entre les ions pourra émerger.

La description rigoureuse de ces mécanismes et des effets induits est souvent complexe
et fait appel à des formalismes parfois très différents. Néanmoins, comme pour le champ
cristallin, l’effet des interactions est généralement faible devant les énergies intra-atomiques
pour les terres rares et peut être décrit par une perturbation agissant sur les états dégénérés
du multiplet fondamental. Une manière commode de les exprimer est d’utiliser à nouveau le
théorème de Wigner-Eckart pour se ramener à un couplage entre opérateurs multipolaires
équivalents T̂ q

k

(
Ĵ
)

d’ions différents 6. La signification physique des interactions est perdue
dans ce processus mais permet une description microscopique compacte et généralement
adaptée à des approches numériques.

6. L’ensemble des (2J + 1)2 opérateurs T̂ q
k avec k ∈ J0, 2JK et q ∈ J−k, kK forme un ensemble complet

et orthogonal d’opérateurs de l’espace de Hilbert formé des 2J + 1 états d’un multiplet J . Tout opérateur
agissant sur cet espace peut donc s’exprimer comme une combinaison linéaire d’opérateurs T̂ q

k .
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En se restreignant aux interactions entre ions premiers voisins (ce qui est généralement
justifié hormis pour les interactions dipolaires magnétiques), le hamiltonien s’écrit de façon
générique [RG19]

Ĥint =
∑
⟨ij⟩

∑
k,q

∑
k′,q′

T̂ q
k

(
Ĵi
)
Mk,q;k′,q′

ij T̂ q′

k′

(
Ĵj
)

(III.29)

avec k, k′ ∈ J0, 2JK, q ∈ J−k, kK et q′ ∈ J−k′, k′K. L’apparence relativement simple du
hamiltonien III.29 cache un nombre très important de paramètres encodés dans la matrice
d’interactions multipolaires Mk,q;k′,q′

ij (d’une dizaine à une centaine en fonction de J). Il existe
néanmoins des contraintes sur les éléments de la matrice M imposées par les mécanismes
microscopiques d’interactions sous jacents et par les symétries du système : le hamiltonien
doit être invariant par toutes les opérations du sous groupe du groupe d’espace magnétique
laissant la liaison i − j invariante. En particulier, il ne peut subsister que des couplages
entre opérateurs multipolaires de même parité temporelle pour un système invariant par
renversement du temps. Comme Ĵ représente une quantité axiale magnétique, les opérateurs
T̂ q
k sont transformés en (−1)kT̂ q

k par le renversement du temps : seuls les termes tels que
k + k′ = 2p, p ∈ N sont alors possibles. Notons également que tous les opérateurs T̂ q

k sont
invariants sous l’effet de l’inversion spatiale : ces opérateurs représentent donc des multipoles
électriques pour k pair et des multipoles magnétiques pour k impair 7.

1.3.2 Hamiltoniens modèles

Etant donné la très grande quantité de paramètres de la matrice d’interactions multi-
polaires Mk,q;k′q′

ij et la difficulté de déterminer les paramètres par des modèles microsco-
piques, il est évident qu’une étude complète et exhaustive est inenvisageable. En fonction
des échelles d’énergies et des termes dominants dans III.29, des hamiltoniens modèles plus
simples peuvent être dérivés. On peut mentionner deux cas limites principaux.

Hamiltonien effectif pseudo-spin 1/2. Si la séparation ∆ entre les deux premiers ni-
veaux de champ cristallin est bien supérieure à l’énergie caractéristique des interactions,
l’effet des niveaux excités (inférieur ou égal à 1/∆) sera négligeable au premier ordre et on
peut se restreindre au doublet fondamental. L’expression projetée de l’ensemble des opéra-
teurs multipolaires T̂ q

k est obtenue en utilisant l’opérateur de projection P̂Γp : P̂Γp T̂ q
k P̂Γp =

7. Etant donné que tous les états issus d’une configuration électronique sont de parité définie (fixée par∏
i(−1)li où i indice les électrons des couches partiellement remplies et l = 0, 1, 2, 3 pour des électrons s, p, d, f

respectivement), il n’est pas possible de construire un opérateur équivalent T̂ q
k fonction de Ĵ agissant sur

un multiplet rendant compte d’une quantité non invariante par parité (moment dipolaire électrique, moment
quadrupolaire magnétique, etc). Un tel opérateur n’a aucun effet sur un espace de Hilbert ne comportant
que des états de même parité. Le hamiltonien de champ cristallin de l’équation III.14 illustre bien cette
propriété : en se restreignant à une configuration électronique fixée, tous les termes k = 2p + 1, p ∈ N (qui
représentent des multipoles électriques de rangs impairs) sont nuls. Remarquons enfin que les opérateurs T̂ q

k

sont des fonctions de Ĵ = L̂+Ŝ et agissent donc à la fois sur l’espace orbital et l’espace des spins. A l’inverse,
les opérateurs Ŷ q

k introduits pour le champ cristallin dans le paragraphe 1.2.1 n’agissent que sur l’espace
orbital. Pour k impair, il n’y donc pas de lien entre les quantités représentées par les opérateurs Ŷ q

k et T̂ q
k .

On voit d’ailleurs que l’inversion spatiale n’a pas le même effet sur ces opérateurs dans ce cas : la parité des
opérateurs Ŷ q

k est donnée par (−1)k tandis que les opérateurs T̂ q
k sont toujours pairs. Des compléments sur

la description des interactions dans les systèmes d’électrons f par le formalisme des opérateurs multipolaires
équivalents pourront être trouvés dans la référence [San+09].
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∑
α g

α
k,qŜ

α(Γp) où les gαk,q sont des coefficients 8. Les opérateurs T̂ q
k se réécrivent ainsi comme

une combinaison linéaire des opérateurs pseudo-spins 1/2 Ŝα(Γp) (et de la matrice identité
1̂). De cette façon, l’ensemble des coefficients de la matrice Mk,q;k,q′ est distribué dans une
matrice d’interaction effective J eff

ij de neuf paramètres et le hamiltonien d’intéraction projeté
dans le doublet fondamental est donné par

Ĥ eff
int =

∑
⟨ij⟩

tŜi(Γp)J eff
ij Ŝj(Γp). (III.30)

à un terme constant près. La signification des paramètres d’interactions est perdue dans le
processus de projection : un coefficient de J eff

ij résulte de la somme de plusieurs coefficients
de Mk,q;k′,q′

ij (de plus, les facteurs gαk,q apparaissant dans le processus de projection sont aussi
transférés dans la matrice J eff

ij ). Par exemple, pour les ions non Kramers où g⊥ = 0, les
termes d’interactions transverses entre pseudo-spin correspondent à des interactions entre
multipoles de rang pair (quadrupolaires au premier ordre). C’est dans cette approche pseudo-
spin que ce sont décrites les glaces de spin présentées au chapitre I 9.

L’équation III.30 correspond à l’ordre 1 d’un développement perturbatif sur un sous
espace dégénéré (ici le doublet fondamental). Les ordres supérieurs font intervenir l’opérateur
résolvant Q̂Γp = 1̂ − P̂Γp (projection sur les états excités) ce qui donne formellement

Ĥ eff
int = P̂ΓpĤintP̂Γp + P̂ΓpĤintQ̂ΓpĤintP̂Γp + . . . (III.31)

Les corrections d’ordre n > 1 sont appelées corrections de champ cristallin virtuel et vont
renormaliser les coefficients de J eff

ij . Des termes d’interactions comportant plus que deux
pseudo-spins pourront aussi apparaître.

Hamiltonien bilinéaire. En l’absence de hiérarchie claire entre les énergies caractéris-
tiques de champ cristallin et d’interactions il n’est pas pertinent de se restreindre au doublet
fondamental. On peut cependant supposer que les interactions dipolaires sont plus impor-
tantes que celles d’ordres supérieurs. En ne gardant que les interactions dipolaires et donc
le premier ordre du hamiltonien III.29, il vient la forme simplifiée

Ĥ (1)
int =

∑
⟨ij⟩

tĴiJ (1)
ij Ĵj. (III.32)

A l’inverse du hamiltonien effectif pseudo-spin 1/2, la matrice 3 × 3 J (1)
ij qui apparaît ici

correspond rigoureusement au premier bloc de Mk,q;k′,q′

ij . Les états et énergies propres du
système doivent alors être obtenus en diagonalisant le hamiltonien total Ĥ = Ĥcf + Ĥ (1)

int .
Cette approche sera utilisée dans le chapitre VI. On peut naturellement tenir compte de
corrections d’ordres supérieurs en considérant les interactions d’ordres supérieurs quadrupole-
quadrupole, dipole-octupole, octupole-octupole, etc.

8. On rappelle que les opérateurs Ŝi(Γp) sont représentés dans le sous espace du doublet fondamental
par les mêmes matrices ~

2 σ̂ avec σ̂ les matrices de Pauli peu importe le type de doublet Γ3, Γ4 ou Γ5,6 consi-
déré. Ces opérateurs sont donc habituellement notés Ŝi sans distinction dans la littérature des pyrochlores.
La notation adoptée ici sert uniquement à rappeler sur quel type de doublet sont projetés les opérateurs
multipolaires.

9. La convention habituelle pour les glaces de spin classiques est de définir un pseudo-spin de valeurs
propres ±1 (comme dans le chapitre I) et non ±~/2 comme défini dans le paragraphe 1.2.2.
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1.3.3 Réseau pyrochlore : symétries des interactions

Par simplicité, les notations Ĥ, Jij et Ŝi,j désignerons dans cette partie Ĥ eff
int ou Ĥ (1)

int ,
J eff
ij ou J (1)

ij et Ŝi,j(Γp) ou Ĵi,j respectivement. Comme mentionné précédemment, la matrice
Mk,q;k′q′

ij est fortement contrainte par les symétries du réseau et il en est donc de même pour
Jij. Pour déterminer ces contraintes dans les pyrochlores, il est suffisant de se concentrer sur
un tétraèdre puisque le hamiltonien peut être séparé en une somme portant sur les différents
tétraèdres t :

Ĥ =
∑
t

Ĥ [t] =
∑
t

∑
ij∈t

tŜiJij [t] Ŝj. (III.33)

Dans cette expression, i, j ∈ J1, 4K indices les 4 sites d’un tétraèdre et Jij [t] est une matrice
3 × 3 dépendant de la liaison i− j du tétraèdre t. En considérant le sous groupe du groupe
d’espace du système qui laisse une liaison invariante (il s’agit du groupe ponctuel mm2), on
montre que les 9 paramètres d’une des matrices Jij se réduisent au maxium à 4 paramètres
indépendants [Cur07 ; Cur18]. Une expression compacte du hamiltonien est obtenue en se
plaçant dans les repères locaux xi, yi et zi de chaque site i, j ∈ J1, 4K d’un tétraèdre défini
dans le tableau III.4. En notant Ŝα

i la composante α de Ŝi exprimée dans le repère local de
l’ion i, il vient (en suivant la référence [Ros+11])

Ĥ [t] =
∑
ij∈t

JzzŜz
i Ŝz

j − J±
(
Ŝ+
i Ŝ−

j + Ŝ−
i Ŝ+

j

)
+ J±±

(
γijŜ+

i Ŝ+
j + γ∗

ijŜ−
i Ŝ−

j

)
+ Jz±

(
Ŝz
i

[
ζijŜ+

j + ζ∗
ijŜ−

j

]
+ i ↔ j

)
.

(III.34)

où les matrices ζ = −γ∗ rendent compte du passage d’une liaison à une autre. L’expression
de ces dernières dépend des opérateurs Ŝi considérés et plus particulièrement de la façon
dont ils se transforment par les éléments de symétrie du groupe ponctuel. On distingue :

1. Ŝi = Ĵi ou Ŝi = Ŝi(Γ4) (doublet Kramers spin effectif 1/2) : les opérateurs Ŝx,y,z
i se

transforment dans ce cas comme des dipôles magnétiques et

ζ =


0 −1 eiπ/3 e−iπ/3

−1 0 e−iπ/3 eiπ/3

eiπ/3 e−iπ/3 0 −1
e−iπ/3 eiπ/3 −1 0

 = −γ∗ ; (III.35)

2. Ŝi = Ŝi(Γ3) (doublet non Kramers) : Ŝz
i se transforme comme un dipôle magnétique

et Ŝx,y
i comme des quadrupoles électriques : la projection des opérateurs multipolaires

de rangs impairs (magnétiques) ne fait intervenir que Ŝz
i tandis que les rangs pairs

(électriques) ne font intervenir que Ŝx
i et Ŝy

i . Les matrices ζ et γ sont identiques à
celles de l’équation III.35 mais la symétrie de renversement du temps impose Jz± = 0 :
il n’est pas possible de coupler deux opérateurs de parité temporelle différente ;

3. Ŝi = Ŝi(Γ5,6) (doublet Kramers dipolaire-octupolaire) : les composantes Ŝx,z
i se trans-

forment ici comme des opérateurs dipolaires tandis que la composante Ŝy
i se trans-

forme comme un opérateur octupolaire. On trouve alors ζ = γ = 1 et le hamiltonien
de l’équation III.34 est généralement réécrit sous la forme plus simple [HCH14]

Ĥ [t] =
∑
ij∈t

JxxŜx
i Ŝx

j + JyyŜy
i Ŝy

j + JzzŜz
i Ŝz

j + Jxz
(
Ŝx
i Ŝz

j + Ŝz
i Ŝx

j

)
(III.36)

où Jxx = 2(J±± − J±), Jyy = −2(J±± + J±) et Jxz = 2Jz±.
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Site 1 2 3 4
Coordonnées (1/2, 1/2, 1/2) (1/4, 3/4, 0) (3/4, 0, 1/4) (0, 1/4, 3/4)√

6 xi (2̄, 1, 1) (2̄, 1̄, 1̄) (2, 1, 1̄) (2, 1̄, 1)√
2 yi (0, 1̄, 1) (0, 1, 1̄) (0, 1̄, 1̄) (0, 1, 1)√
3 zi (1, 1, 1) (1, 1̄, 1̄) (1̄, 1, 1̄) (1̄, 1̄, 1)

Tableau III.4 – Définition des repères locaux pour chaque ion d’un tètraèdre.

On retrouve dans l’expression III.34 le hamiltonien des glaces de spin classiques de l’équation
I.1 (Jzz > 0 et J± = Jz± = J±± = 0) et celui des glaces de spin quantiques de l’équation
I.8 (Jzz > 0, |J±| ≪ Jzz et Jz± = J±± = 0). En terme de nomenclature, le modèle restreint
Jz± = J±± = 0 est parfois appelé modèle XXZ tandis que le modèle complet est dénommé
modèle XYZ.

L’étude du hamiltonien III.34 est grandement simplifiée si on considère une approche clas-
sique dans laquelle les opérateurs Ŝi sont remplacés par les variables classiques Si = ⟨Ŝi⟩.
Les phases accessibles sont alors classiques (sans intrication entre les états des différents ions)
et il est possible de montrer que le système possède alors toujours un minimum d’énergie à
k = 0 [Yan+17]. Il suffit donc de déterminer une configuration de vecteurs Si qui minimise
l’énergie d’un tétraèdre pour trouver un état fondamental du système. La théorie des repré-
sentations des groupes permet de classifier ces différents états classiques k = 0 en fonction
de la façon dont ils se transforment par les opérations de symétrie du système. Pour cela,
la représentation Γ de la configuration est décomposée en une somme directe de représenta-
tions irréductibles Γn du groupe de symétrie ponctuel m3̄m (où m3̄m = 1̄ × 4̄3m avec 4̄3m
le groupe de symétrie du tétraèdre et 1̄ l’inversion) et on distingue à nouveau les trois cas :

1. Si = Ji ou Si = Si(Γ4) : la décomposition de Γ s’écrit

Γ = Γ3 ⊕ Γ5 ⊕ Γ7 ⊕ 2Γ9 (III.37)

où les différentes représentations Γn sont ici directement associées à des ordres ma-
gnétiques puisque les quantités Si correspondent à des dipoles magnétiques. Les pa-
ramètres d’ordres mΓ associés sont définis dans le tableau III.5.

2. Si = Si(Γ3) : la relation III.37 (décomposition de la représentation Γ) et le tableau
III.5 (paramètres d’ordres) sont toujours valides mais les quantités Sx,y

i se trans-
forment ici comme des quadrupoles (électriques) : les phases impliquant ces compo-
santes (Γ5, Γ7 et une apparition de Γ9) s’interprètent comme des ordres quadrupo-
laires.

3. Si = Si(Γ5,6) : la décomposition de Γ est dans ce cas différente des précédentes :

Γ = Γ1 ⊕ 2Γ3 ⊕ Γ7 ⊕ 2Γ9. (III.38)

Le tableau III.6 donne les paramètres d’ordres associés. Les ordres Γ3 et Γ9 font
intervenir les composantes dipolaires magnétiques Sx,z et s’interprètent donc comme
des ordres magnétiques. A l’inverse, les représentations Γ1 et Γ7 correspondent à des
ordres octupolaires puisque seule la composante Sy intervient.
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Ordre Paramètre d’ordre
Γ3 (AIAO) mΓ3 = Ψ1 = Sz

1 + Sz
2 + Sz

3 + Sz
4

Γ5 (NCAF) mΓ5 =
(

Ψ2
Ψ3

)
=
(

Sx
1 + Sx

2 + Sx
3 + Sx

4
Sy

1 + Sy
2 + Sy

3 + Sy
4

)

Γ7 (PC) mΓ7 =

Ψ4
Ψ5
Ψ6

 =

 Sy
1 + Sy

2 − Sy
3 − Sy

4
−

√
3[Sx

1 − Sx
2 + Sx

3 − Sx
4 ]/2 − [Sy

1 − Sy
2 + Sy

3 − Sy
4 ]/2

+
√

3[Sx
1 − Sx

2 − Sx
3 + Sx

4 ]/2 − [Sy
1 − Sy

2 − Sy
3 + Sy

4 ]/2



Γ9 (OSI) mΓA
9

=

Ψ7
Ψ8
Ψ9

 =

Sz
1 + Sz

2 − Sz
3 − Sz

4
Sz

1 − Sz
2 + Sz

3 − Sz
4

Sz
1 − Sz

2 − Sz
3 + Sz

4



Γ9 (SFM) mΓB
9

=

Ψ10
Ψ11
Ψ12

 =

 Sx
1 + Sx

2 − Sx
3 − Sx

4
[Sx

1 − Sx
2 + Sx

3 − Sx
4 ]/2 +

√
3[Sy

1 − Sy
2 + Sy

3 − Sy
4 ]/2

[Sx
1 − Sx

2 − Sx
3 + Sx

4 ]/2 −
√

3[Sy
1 − Sy

2 − Sy
3 + Sy

4 ]/2



Tableau III.5 – Paramètres d’ordres classiques k = 0 pour Si = Ji, Si(Γ4)
et Si(Γ3). Adapté des références [Yan+17 ; RG19]. Les ordres pour Si = Ji et
Si(Γ4) sont magnétiques et la figure III.1 montre certaines configurations possibles. Pour
Si = Si(Γ3), Γ5, Γ7 et Γ9 sont des ordres quadrupolaires. Abréviations : AIAO, all-in
all-out ; NCAF, non-coplanar antiferromagnet ; PC, Palmer-Chalker ; OSI, ordered spin
ice ; SFM, splayed ferromagnet.

L’analyse de symétrie permet aussi de réécrire le hamiltonien III.34 sous une forme qua-
dratique simplifiant la minimisation de l’énergie. Par exemple, pour Si = Ji ou Si = S Γ4

i ,

H [t] = 1
2
[
aΓ3m

2
Γ3 + aΓ5m2

Γ5 + aΓ7m2
Γ7 + aΓA

9
m2

ΓA
9

+ aΓB
9
m2

ΓB
9

+ aΓAB
9

mΓA
9

· mΓB
9

]
(III.39)

où les mΓ sont les paramètres d’ordres du tableau III.5 (fonction des Sα
i ) et les aΓ des

fonctions de Jzz, J±, Jz± et J±±. Cette écriture permet de mettre en évidence les paramètres
stabilisant les différents ordres. C’est particulièrement simple pour les ordres Γ3 (AIAO) et
Γ5 puisque aΓ3 = 3Jzz et aΓ5 = −6J± [Yan+17] : tant qu’une autre phase n’est pas stabilisée,
seul Jzz (respectivement J±) aura une influence sur mΓ3 (respectivement mΓ5).

L’état fondamental du système peut ensuite être déterminé en construisant la configura-
tion du réseau entier à partir de celle d’un tétraèdre. On peut distinguer deux cas limites :

1. Celui d’un état ordonné à longue portée pour lequel la configuration Si d’un tétraèdre
fixe celle de l’ensemble du cristal. C’est le cas par exemple de la configuration Γ3 all-
in all-out (AIAO) où les moments magnétiques d’un tétraèdre pointent tous vers
l’intérieur ou tous vers l’extérieur selon les directions zi ;

2. Celui d’un état fortement dégénéré où la configuration Si sur un tétraèdre ne fixe pas
entièrement celle du cristal. La dégénérescence de l’état fondamental augmente avec
la taille du système. C’est le cas de la glace de spin 2-in 2-out (2I2O) pour laquelle
la dégénérescence est extensive.
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Ordre Paramètres d’ordre
Γ1 (O-AIAO) mΓ1 = Ψ1 = Sy

1 + Sy
2 + Sy

3 + Sy
4

Γ3 (Dz-AIAO) mΓz
3

= Ψ2 =
(
Sz

1 + Sz
2 + Sz

3 + Sz
4

)
Γ3 (Dx-AIAO) mΓx

3
= Ψ3 =

(
Sx

1 + Sx
2 + Sx

3 + Sx
4

)

Γ7 (O-OSI) mΓ7 =

Ψ4
Ψ5
Ψ6

 =

Sy
1 + Sy

2 − Sy
3 − Sy

4
Sy

1 − Sy
2 + Sy

3 − Sy
4

Sy
1 − Sy

2 − Sy
3 + Sy

4



Γ9 (Dz-OSI) mΓz
9

=

Ψ7
Ψ8
Ψ9

 =

Sz
1 + Sz

2 − Sz
3 − Sz

4
Sz

1 − Sz
2 + Sz

3 − Sz
4

Sz
1 − Sz

2 − Sz
3 + Sz

4



Γ9 (Dx-OSI) mΓx
9

=

Ψ10
Ψ11
Ψ12

 =

Sx
1 + Sx

2 − Sx
3 − Sx

4
Sx

1 − Sx
2 + Sx

3 − Sx
4

Sx
1 − Sx

2 − Sx
3 + Sx

4



Tableau III.6 – Paramètres d’ordres classiques k = 0 pour Si = Si(Γ5,6).
Adapté des références [HCH14 ; RG19]. Les ordres Γ3 et Γ9 s’interprètent comme
des ordres dipolaires tandis que les ordres Γ1 et Γ7 s’interprètent comme des ordres oc-
tupolaires. Abréviations : AIAO, all-in all-out ; OSI, ordered spin ice ; Dx/z, dipolar x/z ;
O, octupolar.

2 Approche numérique
Deux méthodes sont présentées dans cette partie. La première est basée sur une approche

quantique et les interactions entre les constituants sont traitées dans l’approximation du
champ moyen. Dans la seconde, il s’agit de considérer des moments magnétiques classiques
en utilisant un algorithme de Monte-Carlo pour accéder aux propriétés physiques.

2.1 Diagonalisation à un site et champ moyen
L’ensemble des calculs numériques réalisés aux chapitres V & VI sont basés sur l’hypo-

thèse que les multiplets de l’ion libre constituent une bonne description initiale du système.
Les interactions entre les ions magnétiques seront donc modélisées si nécessaire par le hamil-
tionien bilinéaire Ĥ (1)

int défini dans le paragraphe 1.3.2.

2.1.1 Principe

On considère dans un premier temps le cas simplifié où les interactions entre les ions
magnétiques peuvent être négligées. En considérant les developpements précédents, seul le
hamiltonien de champ cristallin Ĥcf (équation III.19) perturbe les niveaux d’énergie des ions
libres R3+. L’effet est identique pour chacun des constituants puisque tous les ions du cristal
sont soumis au même environnement : le hamiltonien du système total est la somme des N
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hamiltoniens (identiques) à un site. Les simulations peuvent être restreintes à un seul ion.
La faible dimension du hamiltonien monoatomique permet de le diagonaliser exactement et
d’obtenir les 2J + 1 états propres |ni⟩ et énergies propres Eni

de chaque ion i. La fonction
de partition Zi associée à l’ion i s’obtient directement avec la formule usuelle

Zi =
2J+1∑
n=1

e−βEni . (III.40)

Les valeurs moyennes statistiques quantiques
〈
Ôi

〉
T

des observables Ô pour l’ion i s’ex-
priment aussi à partir de la relation habituelle

〈
Ôi

〉
T

=
2J+1∑
n=1

e−βEni

Zi

⟨ni|Ôi|ni⟩ =
2J+1∑
n=1

pni
Onini

(III.41)

où pni
≡ e−βEni/Zi est le poids de Boltzmann du niveau n de l’ion i. Cette relation permet

en particulier de déterminer
〈
M̂α

i

〉
T

= −gJµB
〈
Ĵ α
i

〉
T

la composante α = x, y, z du moment
magnétique de l’ion i. On obtient enfin l’énergie Ei, l’énergie libre Fi et la chaleur spécifique
(volumique) Ci associée à l’ion i par

Ei(T ) =
〈
Ĥi

〉
T

=
2J+1∑
n=1

pni
Eni

= ∂ ln Zi

∂β
,

Fi(T ) = −kBT ln Zi,

Ci(T ) = 1
kBT 2

(〈
Ĥ 2
i

〉
T

−
〈
Ĥi

〉2

T

)
=
∂
〈
Ĥi

〉
T

∂T
= ∂2 ln Zi

∂β2 .

(III.42)

L’ajout du hamiltonien d’interaction Ĥ (1)
int rend les calculs bien plus complexes puisque

les ions ne sont plus indépendants. Une approche simple consiste à découpler les sites en
utilisant l’approximation du champ moyen. En posant Ĵi =

〈
Ĵi
〉

T
+ δĴi où δĴi = Ĵi−

〈
Ĵi
〉

T
représente la fluctuation de Ĵi autour de sa valeur moyenne, il vient

ĴiĴj =
〈
Ĵi
〉

T

〈
Ĵj
〉

T
+
〈
Ĵi
〉

T
δĴj + δĴi

〈
Ĵj
〉

T
+ δĴiδĴj. (III.43)

En négligeant le terme de second ordre δĴiδĴj, on obtient

ĴiĴj ≃
〈
Ĵi
〉

T
Ĵj + Ĵi

〈
Ĵj
〉

T
−
〈
Ĵi
〉

T

〈
Ĵj
〉

T
. (III.44)

Le hamiltonien de l’équation III.32 se réécrit ainsi sous la forme d’une somme d’hamiltoniens
à un site (et d’un terme constant omis)

Ĥ (1)
int ≃

∑
i

∑
α=x,y,z

hαi Ĵ
α
i ,

hαi =
∑
j

∑
β

J αβ
ij

〈
Ĵ β
j

〉
T

(III.45)

où hi est le champ moyen agissant sur l’ion i et produit par l’ensemble des autres sites du
système. On peut ainsi résoudre le système de manière itérative : en partant d’une confi-
guration initiale donnée

〈
Ĵi
〉

T
, l’ensemble des hamiltoniens à un site peut être diagonalisé.
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L’opération est répétée plusieurs fois en recalculant à chaque itération l’ensemble des valeurs
moyennes

〈
Ĵi
〉

T
et la convergence est définie lorsque celles-ci ne varient plus. Numérique-

ment, on choisira le critère ∣∣∣F (T )(n) − F (T )(n−1)
∣∣∣ < nc (III.46)

où nc est une valeur numérique et F (T )(n) l’énergie libre totale du système à l’itération n.
Celle-ci s’obtient en sommant les énergies libres Fi de chaque constituant (équation III.42)
puisque la fonction de partition totale Z s’identifie au produit des fonctions de partition à
un site Zi. La procédure de champ moyen peut néanmoins mener à une convergence vers un
minimum local. Pour minimiser ce risque, la diagonalisation est répétée plusieurs fois avec
des valeurs moyennes initiales

〈
Ĵi
〉

T
différentes : en comparant l’énergie libre du système

et en sélectionnant la plus basse, on augmente la probabilité d’atteindre l’état fondamental.
Cette procédure empêche néanmoins d’accéder à tout état intriqué : l’état final du système
ne pourra être qu’un produit tensoriel d’état à un site puisque le hamiltonien total reste
la somme d’hamiltoniens à un site. En ce sens, seules des phases magnétiques classiques
pourront être déterminées, bien que l’approche initiale soit quantique.

2.1.2 Spécificités liées aux pyrochlores

La recherche de l’état fondamental se trouve simplifiée par le fait que seules les phases
magnétiques classiques sont accessibles en champ moyen : comme mentionné précédemment,
il existe toujours un minimum d’énergie classique à k = 0 pour les pyrochlores. On pourra
se restreindre aux 4 sites inéquivalents de la maille unité avec des conditions de bords pé-
riodiques, ce qui est numériquement bien plus accessible que de considérer l’ensemble du
réseau.

Une difficulté est cependant liée aux axes d’anisotropie différents des 4 sites d’un tétraèdre
des pyrochlores. Lorsqu’il est nécessaire de prendre en compte les différents sites inéquivalents
du réseau (en présence d’interactions, d’un champ magnétique global extérieur, etc.), les
hamiltoniens des différents ions ne sont pas exprimés naturellement dans la même base. Pour
un opérateur quelconque Ôi exprimé initialement dans la base locale d’un site i, on pourra
utiliser les matrices de rotation pour le ré-exprimer dans la base globale cubique (a, b, c)
où l’axe de quantification est l’axe c = [001] du cube. Cette procédure permet d’exprimer
l’ensemble du hamiltonien dans le même repère. Pour une rotation d’ angle ϕ autour d’un
axe de vecteur unitaire u, l’opérateur de rotation s’écrit

R̂(u, ϕ) = exp
(

−iϕu · Ĵ

~

)
. (III.47)

En définissant les 3 angles d’Euler αi, βi et γi (rotation autour de l’axe zi local, rotation
autour de l’axe y obtenu et rotation autour du nouvel axe z respectivement), l’opérateur
rotation R̂i décrivant le passage d’un repère local (xi,yi, zi) au repère global (a, b, c) s’écrit

R̂i = R̂(z, γi).R̂(y, βi).R̂(zi, αi). (III.48)

et est tel que
|ni⟩(g) = R̂i|ni⟩(l) & Ô

(g)
i = R̂iÔ

(l)
i R̂−1

i (III.49)
où (l) et (g) rendent compte de l’expression dans la base locale ou globale respectivement.
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2.1.3 Expression des observables

Une expression adaptée à un calcul numérique a déjà été donnée pour l’énergie, le moment
magnétique et la chaleur spécifique dans la section précédente. Il s’agit ici de déterminer
l’expression d’autres observables plus complexes qui permettront de comparer les calculs
numériques aux expériences réalisées (absorption THz, intensité de neutrons diffusée). Pour
cela, on s’appuiera sur le chapitre II dans lequel on a rappelé les processus d’interactions
sonde-matière et on propose d’examiner dans un premier temps le cas de la susceptibilité
(dynamique) qui intervient dans le calcul de l’absorption THz. Toutes les observables définies
ici sont calculables à partir des états à 1 ion et on omettra l’indice i de l’ion considéré.

Susceptibilité dynamique. La formule de Kubo [Kub57], explicitée dans l’équation II.43,
permet de donner une expression de la susceptibilité χBA(ω) en fonction des états et énergies
propres du système (Â et B̂ sont ici deux opérateurs quelconques). Cette expression n’est
cependant pas adaptée à un calcul numérique puisqu’elle fait intervenir une limite dans le
plan complexe supérieur : χBA(ω) ≡ lim

ϵ→0+
χBA(z = ω + iϵ). On peut s’affranchir de cette

limite en séparant la susceptibilité en une partie hermitienne (réactive) χR
BA et une partie

anti-hermitienne (absorptive) iχA
BA tel que χBA = χR

BA + iχA
BA et

χR
BA(ω) = lim

ϵ→0+

1
2

[χBA(z) + χAB(−z∗)] =
∑
mn

En ̸=Em

(pn − pm)BnmAmn
1

~ωmn − ~ω
+ δω0χ

el
BA

χA
BA(ω) = lim

ϵ→0+

1
2i

[χBA(z) − χAB(−z∗)] =
∑
mn

(pn − pm)BnmAmnδ(~ω − ~ωmn)

(III.50)
où δω0 est une fonction delta de Kronecker, δ(~ω − ~ωmn) une fonction delta de Dirac, χel

BA

est une contribution élastique, Amn ≡ ⟨m|Â|n⟩ et ~ωmn ≡ Em − En. Notons que le produit
BnmAmn n’est pas forcément réél et donc que les parties hermitienne et anti-hermitienne
ne s’identifient pas toujours aux parties réelles χ′

BA et imaginaires χ′′
BA de la susceptibilité,

notamment en présence d’un champ magnétique statique externe 10. Ce cas sera rencontré
au chapitre V.

La partie absorptive de l’équation III.50 apparait comme une somme de fonctions δ
de Dirac non nulles seulement si ω = ωmn. A température finie, le système est sujet à

10. Cette différence est généralement masquée par le fait que les quantités χBA et χAB interviennent
souvent de façon symétrique et que les opérateurs Â et B̂ sont hermitiens. Dans ce cas, on peut identifier

χR
BA(ω) + χR

AB(ω) = Re[χBA(ω) + χAB(ω)] & χA
BA(ω) + χA

AB(ω) = Im[χBA(ω) + χAB(ω)].

Ce sont néanmoins les parties réactives et absorptives qui sont reliées par les relations de Kramers-Kronig
et la partie absorptive qui apparaît dans le théorème fluctuation dissipation. Plus précisément, en notant H
le champ magnétique statique externe et ϵO = ±1 la signature par renversement du temps de l’opérateur
Ô = Â, B̂ défini par Θ̂ÔΘ̂† = ϵOÔ, les propriétés de symétries de la susceptibilité s’écrivent χAB(−ω) =
χ∗

A†B†(ω) et χBA(ω,H) = ϵAϵBχA†B†(ω,−H) et conduisent aux relations (en injectant dans III.50)

χR
BA(ω,H) = 1

2
[χBA(ω) + ϵAϵBχ

∗
BA(ω,−H)] & χA

BA(ω,H) = 1
2i

[χBA(ω) − ϵAϵBχ
∗
BA(ω,−H)].

C’est seulement si B̂ = Â† et/ou si H = 0 et ϵAϵB = 1 (ce qui est le cas pour Â = m̂α et B̂ = m̂β) qu’on
peut rigoureusement identifier χR

BA(ω) = χ′
BA(ω) et χA

BA(ω) = χ′′
BA(ω).
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des fluctuations qui rendent le temps de vie τ des excitations fini et qui se traduit par
un élargissement des transitions observées. Celui-ci peut être prit en compte de manière
phénoménologique en remplaçant ~ωmn par ~ωmn − iΓmn où Γmn ∝ ~/τ . Dans ce cas, les
fonctions δ de Dirac deviennent des lorentziennes et χR

BA et χA
BA se réécrivent

χR
BA(ω) =

∑
mn

(pn − pm)BnmAmn
~ωmn − ~ω

(~ωmn − ~ω)2 + Γmn2 + Γ0
2

(~ω)2 + Γ0
2χ

el
BA,

χA
BA(ω) =

∑
mn

(pn − pm)BnmAmn
Γmn

(~ωmn − ~ω)2 + Γmn2 + ~ωΓ0

(~ω)2 + Γ0
2χ

el
BA.

(III.51)

Le terme proportionnel à χel
BA dans χA

BA s’interprète comme une contribution quasi-élastique.
En identifiant les opérateurs Â et B̂ aux opérateurs moments magnétiques m̂α et m̂β, on
obtient le tenseur de susceptibilité magnétique χmm à un facteur µ0/V près :

χmm
αβ (ω) = µ0

V
(gJµB)2∑

mn

pn − pm

(~ωmn − ~ω)2 + Γ 2
[iΓ + (~ωmn − ~ω)]JαmnJβnm. (III.52)

On a ici négligé le terme quasi-élastique et pris une demi-largeur à mi-hauteur Γ identique
pour toutes les excitations. Pour tenir compte de la résolution instrumentale caractérisée par
une gaussienne de paramètre σ, on peut remplacer la lorentzienne de l’équation III.52 par
une fonction pseudo-Voigt

PV(ωmn − ω) = ηL(ωmn − ω) + (1 − η)G(ωmn − ω) (III.53)

où η caractérise l’importance relative de la lorentzienne L et de la gaussienne G définies par

L(ωmn − ω) = 1
π

(
Γ

(ωmn − ω)2 + Γ2

)
,

G(ωmn − ω) = 1√
2πσ

exp
(

−(ωmn − ω)2

2σ2

)
.

(III.54)

Notons que les fonctions L et G ont la même demi largeur à mi hauteur Γ si σ = Γ/
√

2 ln 2.

Susceptibilité statique isotherme. La théorie de la réponse linéaire permet aussi de
déterminer l’expression de la susceptibilité statique [Kub57] 11 :

χT
BA =

∑
nm

En ̸=Em

(pn − pm)AmnBnm

Em − En
+ β

∑
nm

En=Em

pnAnmBmn − β
∑
n

pnAnn
∑
m

pmBmm. (III.55)

Pour la susceptibilité magnétique, la première partie s’identifie au terme de Van-Vleck tandis
que la seconde partie (élastique) à un terme de type Curie proportionnel à β. On peut ainsi
retrouver la contribution (quasi-)élastique χel

BA en prenant la limite statique de la partie
réactive de la susceptibilité (équation 10) et en identifiant le résultat à la relation III.55.

11. La quantité obtenue par cette limite est la susceptibilité statique isotherme χT (calculée dans l’ensemble
canonique) telle qu’intervenant dans le paragraphe 1.2.1 du chapitre II. La susceptibilité statique adiabatique
χS intervenant dans ce même paragraphe s’obtient en remplaçant le dernier terme de l’équation III.55
par −β

∑
n pnAnnBnn [Kub57]. Remarquons que dans le cadre de l’étude des matériaux diélectriques, la

susceptibilité statique isotherme est généralement notée χS et la susceptibilité statique adiabatique χ∞.
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Absorption THz. Le coefficient d’absorption THz α peut être directement déduit du
calcul de la susceptibilité dynamique en suivant le développement du paragraphe 2.2.3 du
chapitre II. En introduisant le tenseur de perméabilité magnétique µαβ = 1 + χmm

αβ dans les
équations de Maxwell, on obtient les nombres d’ondes k1,2 et les axes neutres B1,2 et D1,2
pour des paramètres extérieurs ω, T, µ0H , . . . fixés. En connaissant la polarisation (E,H)
de l’onde expérimentale, les coefficients de projection CB

1,2 et CD
1,2 peuvent être déterminés

et on en déduit directement l’intensité I de l’onde selon la relation II.57. En calculant de
la même façon l’intensité de référence Iref , on peut calculer le coefficient d’absorption α =
−(1/l) ln(I/Iref).

Fonction de diffusion magnétique dynamique de neutrons. La fonction de diffu-
sion magnétique dynamique Sd(Q, ω) (directement proportionnelle à l’intensité magnétique
inélastique de neutrons diffusée) calculée pour des entités magnétiques indépendantes peut
être déduite du calcul de la susceptibilité dynamique précédent par le théorème fluctuation-
dissipation. On utilisera cependant la relation II.90 réécrite pour un seul type d’atomes
magnétiques sous la forme

Sd(Q, ω) ∝ e−2W (Q)f 2(Q)
En ̸=Em∑
n,m

pn
∑
α

1 −
(
Qα

Q

)2
 |m̂α

nm|2 F (~ωmn − ~ω) (III.56)

où F est initialement une distribution de Dirac mais correspond ici par une fonction pseudo-
Voigt comme définie dans l’équation III.53 (afin de rendre compte du temps de vie fini
des excitations et de la résolution instrumentale). On examine à présent successivement les
différents termes de l’expression pour lesquels des remarques sont necessaires.

1. Facteur de Debye Waller e−2W (Q) : ce terme (rendant compte du déplacement des
ions autour de leur position d’équilibre) sera négligé : pour la diffusion inélastique,
son influence est faible à basse température et pour de petits vecteurs de diffusion Q.

2. Facteur de forme magnétique f(Q) : dans l’approximation dipolaire 12, en couplage
LS et en se restreignant à un seul multiplet et des électrons équivalents (de même
nombre quantique n et l, par exemple des électrons 4f), le facteur de forme ne dépend
que de Q = |Q| et s’écrit [Lov84b]

f(Q) = gS
2

⟨ j0(Q)⟩ + gL
2

(⟨ j0(Q)⟩ + ⟨ j2(Q)⟩),

⟨ jk(Q)⟩ =
∫ +∞

0
r2R2

nl(r)jk(Qr)dr.
(III.57)

Dans cette expression, Rnl(r) désigne la fonction d’onde radiale normalisée des élec-
trons considérées, jk les fonctions de Bessel sphériques et gS et gL les facteurs de Landé.
Ceux-ci sont définis à partir des nombres quantiques L, S et J qui caractérisent le
multiplet par

gS = J(J + 1) − L(L+ 1) + S(S + 1)
J(J + 1)

,

gL = J(J + 1) + L(L+ 1) − S(S + 1)
J(J + 1)

.
(III.58)

12. Cette approximation est basée sur l’hypothèse que le rayon moyen des fonctions d’ondes orbitales des
électrons responsable du magnétisme est bien plus faible que 1/Q [Lov84b].
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Ak ak Bk bk Ck ck Dk

k = 0 0.0177 25.510 0.2921 10.577 0.7133 3.512 −0.0231
k = 2 0.2892 18.497 1.1678 6.797 0.9437 2.257 0.0232

Tableau III.7 – Valeurs des paramètres intervenant dans le calcul du facteur
de forme magnétique de l’ion Tb3+. Tous les paramètres sont donnés en Å2 sauf A0,
B0, C0 et D0 qui sont sans unités. Extrait de la référence [And+06].

Les valeurs moyennes ⟨ jk(Q)⟩ ont été calculées pour différentes valeurs de Q dans la
référence [FD79]. Pour approximer ces quantités, on peut utiliser les fonctions

⟨ j0(Q)⟩ = A0e−a0Q2 +B0e−b0Q2 + C0e−c0Q2 +D0

⟨ j2(Q)⟩ = A2Q
2e−a2Q2 +B2Q

2e−b2Q2 + C2Q
2e−c2Q2 +D2Q

2
(III.59)

où Q est en Å−1 et où les coefficients ak, Ak, bk, Bk, ck, Ck et Dk sont tabulés dans la
référence [And+06]. Les valeurs pour le Tb3+ sont reproduites dans le tableau III.7.

3. Facteur de polarisation ∑
α

[
1 − (Qα/Q)2

]
: on sera intéressé uniquement par des

échantillons polycristallins pour lesquels il sera nécessaire de prendre la moyenne sur
toutes les orientations des cristallites. Pour cela, il est utile de revenr à l’expression

∑
α

1 −
(
Qα

Q

)2
 |m̂α

nm|2 = |⟨n|Q × (m̂ × Q)|m⟩T|2 (III.60)

où Q = (sin θ cosϕ, sin θ sinϕ, cos θ) est un vecteur unitaire. En intégrant, il vient∫ 2π

0

∫ π

0
[Q × (m̂ × Q)]2 sin θdθdϕ = 2

3
m̂2. (III.61)

Ce terme n’induit donc aucune dépendance en Q supplémentaire.

2.2 Monte-Carlo classique
Les méthodes de Monte-Carlo visent à déterminer des valeurs approchées numériques

par des méthodes probabilistes [MU49]. Le champ d’application de ces méthodes dépasse
largement le cadre de la physique statistique où on cherche à simuler des systèmes dont
l’évolution n’est pas déterministe. On s’interessera ici plus précisémment aux glaces de spin,
la technique de Monte-Carlo étant appliquée dans ce cadre au chapitre IV. Dans ce cas, les
spins peuvent être considérés comme des variables classiques ne pouvant prendre que deux
valeurs (spins Ising). Cet aspect se justifie en considérant les deux conditions suivantes :

1. Le doublet fondamental est bien séparé du premier niveau excité. On peut ainsi
considérer un modèle de pseudo-spin 1/2 tel que présenté dans le paragraphe 1.3.2.

2. On se trouve dans le cas g⊥ = 0 (équation III.27) et on ne tient pas compte des
interactions transverses.

La première partie de cet exposé décrit le principe des méthodes de Monte-Carlo et de
l’algorithme de Métropolis en prenant l’exemple d’un système de spin classiques. Une in-
troduction moderne plus complète pourra être trouvée dans la référence [Kra06]. La partie
suivante traite des aspects spécifiques aux glaces de spin tandis que quelques compléments
sur les calculs d’observables sont donnés dans la dernière partie.
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2.2.1 Principe général et algorithme de Métropolis

On considère un système magnétique classique où les variables sont les spins Si. L’objectif
de l’approche numérique est de calculer la valeur moyenne statistique ⟨O⟩T d’une observable
O quelconque du système. Dans l’ensemble canonique, la probabilité d’être dans une confi-
guration de spin s = {Si} = (S1,S2, . . .) est donnée par ps = e−βEs/Z où Es est l’énergie de
la configurations et Z la fonction de partition. Chaque état s possible représente un point
de l’espace des phases E du système et la valeur moyenne de O s’écrit formellement

⟨O⟩T =
∫

E
psOsds. (III.62)

Une façon d’approximer cette quantité est de tirer aléatoirement Nc configurations de spin
de sorte que

⟨O⟩T ≃
Nc∑
s=1

psOs. (III.63)

En pratique, cette méthode d’échantillonage direct est une procédure lente puisque seule une
faible partie des configurations de spin va apporter une contribution importante à la somme
III.63 du fait de la probabilité ps ∝ e−βEs .

Une autre façon de procéder est d’utiliser un échantillonage préférentiel de façon à sélec-
tionner les configurations avec une probabilité de distribution qui favorise celle contribuant
de façon importante à la somme III.63. C’est sur cette idée qu’est basé l’algorithme de Mé-
tropolis [Met+53]. Le principe est de parcourir l’espace des états par une marche aléatoire en
ne modifiant que partiellement l’état précédemment simulé 13. Ce processus est markovien :
l’état obtenu à un temps Monte-Carlo t ne dépend que de l’état au temps précédent t − 1
sans effet de mémoire. A la limite continue, l’évolution du système est dictée par l’équation
maîtresse

dPs(t)
dt

=
∑
r

[Pr(t)Γrs − Ps(t)Γsr] (III.64)

où Ps(t) est la probabilité que le système soit dans l’état s au temps t et Γsr = Γs→r

la probabilité de transition de l’état s vers l’état r. Dans certains cas, le système peut
atteindre un régime stationnaire caractérisé par une distribution de probabilité d’équilibre p
indépendant de t après un certain temps Tth . Pour t > Tth, les configurations de spin seront
générées en suivant cette distribution d’équilibre : Ps(t > Tth) = ps.

Condition de la balance détaillée. Une façon de s’assurer que le système atteigne un
état stationnaire après un certain temps Tth est de contraindre les probabilités de transition
Γ à respecter le principe de la balance détaillée :

prΓrs = psΓsr. (III.65)

Cette condition laisse le choix de la distribution d’équilibre p. Pour un système physique
classique, on choisira la distribution de Maxwell-Boltzmann pour p ce qui conduit à

Γsr
Γrs

= pr
ps

= e−β(Er−Es). (III.66)

13. Ce qui est justifié en remarquant que les états contribuants de façon significative à la moyenne III.63
sont souvent proches dans l’espace des phases.
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Seul le rapport de deux probabilités pr et ps intervient dans l’équation précédente : il n’est pas
nécessaire de calculer la fonction de partition du système (souvent difficilement accessible).
Dans l’algorithme de Métropolis, on choisit d’accepter toujours une nouvelle configuration
r = s+1 si son énergie est plus basse que celle de la configuration s. La probabilité d’accepter
une configuration augmentant l’énergie est donc imposée : il s’agit de e−β∆E où ∆E =
Er=s+1 − Es. En conséquence, on aura finalement

Γs→s+1 = min
(
1, e−β∆E

)
. (III.67)

On appelle taux d’acceptation le rapport entre le nombre d’états acceptés et le nombre d’états
testés. Lorsque l’état est rejété, le système reste dans la configuration initiale et est compté
une nouvelle fois dans la somme III.63

Ergodicité. Si les états ainsi générés suivent bien la statistique de Maxwell-Boltzmann,
il faut s’assurer que l’ensemble des points s de l’espace des phases E soient accessibles.
L’algorithme utilisé doit donc permettre de passer d’une configuration initiale arbitraire à
toute autre configuration : c’est la condition d’ergodicité. Un algorithme ergodique permet
de s’assurer d’un échantillonage correct de l’espace des phases lors des simulations.

Thermalisation et méthode du recuit simulé. Bien que le système tende vers un
état stationnaire caractérisé par la distribution de Maxwell Boltzmann en un temps Tth, les
premiers états simulés peuvent être loin de l’équilibre et suivre une distribution P (t) diffé-
rente. Le processus transitoire permettant d’atteindre l’équilibre est appelé thermalisation.
Cet état d’équilibre est atteint lorsque l’ensemble des observables fluctuent autour de leurs
valeurs moyennes et ne varient plus au cours du temps. Etant donné que le système n’est
que peu modifié à chaque étape dans l’algorithme de Métropolis, Tth peut être très long à
basse température : la quantité e−β∆ liée au taux d’acceptation tend vers 0 pour β → ∞.
Une des possibilités pour contourner ce problème est d’utiliser la méthode du recuit simulé.
Il s’agit de thermaliser le système à haute température (lorsque le taux d’acceptation est
grand) puis de réitérer la thermalisation à différentes températures intermédiaires pour enfin
arriver à la température désirée. On s’assure ainsi de se trouver dans un état proche de
l’équilibre à basse température. La distribution de Maxwell-Boltzmann étant exponentielle,
la décroissance de la température doit être logarithmique. On peut pour cela choisir une loi
du type Tk+1 = XTk où k indice les différentes température et X est compris entre 0 et 1.

2.2.2 Simulation des glaces de spin

Pour des spins Ising comme dans les glaces de spin, le mouvement le plus simple permet-
tant de passer d’une configuration à une autre est le retournement d’un spin. On parle de
single spin flip. Ce processus est à priori ergodique : à partir d’une configuration de spin
initiale, toute autre configuration est accessible. L’algorithme de Métropolis peut donc être
appliqué en réalisant des tentatives de retournement de spin acceptées avec la probabilité
de l’équation III.67. Afin de s’affranchir du nombre de spin N du système, on appelle pas
Monte Carlo la tentative de retournement de N spins (indépendamment de leur acceptation
ou rejet) qui définit l’unité de temps t.
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Si le retournement de spins isolés permet de sonder l’ensemble de l’espace des phases, il
faut néanmoins passer au moins ponctuellement par des configurations excitées. Deux états
2-in 2-out différents sont par exemple connectés par des configurations faisant intervenir des
tétraèdres 3-in 1-out voir all-in all-out. A basse température, la probabilité d’accepter ce
type d’état tend vers 0 : le système n’est plus ergodique. Une façon de contourner ce problème
est de faire appel à des algorithmes de retournement d’ensembles de spins comme les loop
flip. Il s’agit de retourner des boucles de spins 14 qui permettent (par exemple) de passer
directement d’un état 2-in 2-out à un autre. Comme de tels retournements ne respectent
pas la condition d’ergodicité (on reste nécessairement dans des états 2-in 2-out de même
énergie), il faut forcément conserver en parallèle l’algorithme de single spin flip. Le nombre
de single spin flip entre chaque loop flip doit rester constant durant une mesure.

2.2.3 Evaluation des observables

A l’équilibre, les configurations de spin générées suivent la distribution de Maxwell-
Boltzmann. La valeur moyenne de l’observable O est alors directement donnée par

⟨O⟩T ≃
N∑
s=1

Os. (III.68)

et il ne reste qu’à évaluer les quantités Os. Les configurations obtenues pour des temps
Monte-Carlo proches peuvent par contre être très similaires et ne reflètent donc pas toujours
l’ensemble de l’espace des phases. Afin de ne conserver que des configurations suffisamment
différentes dans la somme III.68, on introduit la fonction d’autocorrélation

c(τ) = 1
NMC − τ

NMC−τ∑
t=1

(
1
N

N∑
i=1

Si(t) · Si(t+ τ)
)

(III.69)

où NMC est le nombre de pas Monte-Carlo effectués. Cette fonction caractérise la décorré-
lation moyenne entre les configurations de spin séparées d’un temps τ . On s’assure ainsi de
choisir des états indépendants (typiquement tels que c(τ) ≤ 0.5) pour les mesures.

Les observables utiles pour les simulations Monte-Carlo du chapitre IV sont des quantités
thermodynamiques moyennées sur l’ensemble du système. Il s’agissait de l’aimantation M ,
de la polarisation P et des tenseurs de susceptibilité magnétiques et électriques. La relation
III.68 permet d’accéder directement aux composantes Mα et Pα de M et de P tandis que
les susceptibilités sont calculées en évaluant les fluctuations de M et de P [GC51 ; Cal60],

χoo
αβ ∝ 1

kBT

(
⟨OαOβ⟩T −

〈
Oα

〉
T
⟨Oβ⟩T

)
(III.70)

avec ici Oα = Mα ou Pα
15. Notons que la chaleur spécifique C est reliée aux fluctuations

d’énergie et se calcule donc de façon similaire :

C = 1
kBT 2

(〈
E2
〉

T
−
〈
E
〉2

T

)
. (III.71)

14. La figure I.11 montre un exemple de la plus petite boucle possible (faisant intervenir six spins). Re-
marquons néanmoins que ces retournements proviennent de fluctuations quantiques dans le chapitre I alors
qu’il s’agit ici d’une simple astuce numérique permettant de simuler un système classique.

15. L’équation III.70 s’identifie à la limite classique de l’équation III.55. On peut retrouver ces deux
relations par le même formalisme en considérant, pour la première, que les deux observables A ≡ Oα et
B ≡ Oβ commutent avec le hamiltonien du système [Kub57].





Chapitre IV

Effets diélectriques et
magnéto-diélectriques dans Ho2Ti2O7
et Tb2Ti2O7

Si les propriétés magnétiques originales de la glace de spin Ho2Ti2O7 et du liquide de
spin Tb2Ti2O7 ont été très étudiées, leurs propriétés diélectriques restent largement inexplo-
rées. La caractérisation de ces propriétés par des mesures de permittivité diélectrique et de
courants pyroélectriques montre que les effets observés peuvent être associés à des défauts
chargés. Les mesures magnéto-électriques révèlent des couplages entre les degrés de liberté
électriques et magnétiques complexes se traduisant notamment par une signature électrique
des changement de phases magnétiques de Ho2Ti2O7. Les simulations Monte-Carlo du mo-
dèle de Khomskii montrent que celui-ci est insuffisant pour expliquer l’ensemble des effets
observés.

Collaborations : Frédéric Gay, Julien Robert, Rafik Ballou, Jerôme Debray (Institut
Néel) ; Claudia Decorse (ICMMO).

Figure IV.1 – Monocristal C133 de Ho2Ti2O7.
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1 Contexte

1.1 Magnétisme de Ho2Ti2O7 et Tb2Ti2O7

Cette partie propose une courte description des propriétés magnétiques principales de
Ho2Ti2O7 et de Tb2Ti2O7. Seuls quelques éléments importants de la physique de ces com-
posés seront présentés. Des compléments sur Ho2Ti2O7 pourront être trouvés dans la revue
historique sur les glaces de spin [BG01] et celle plus récente de la référence [BH20] tandis
qu’un état de l’art plus conséquent sur Tb2Ti2O7 sera présenté au chapitre V.

1.1.1 Ho2Ti2O7, un prototype de glace de spin classique

Dans Ho2Ti2O7, le champ cristallin lève la dégénérescence du multiplet fondamental 5I8
des ions non Kramers Ho3+ en un doublet formé quasiment exclusivement des états |±8⟩ sépa-
rés de ∆ ∼ 250 K du premier niveau excité [Ros+00 ; JG00 ; Ber+12 ; Rum+16d]. Le moment
magnétique des ions Ho3+ est fortement Ising selon les directions d’anisotropie ⟨111⟩ avec une
valeur du moment magnétique du doublet fondamental proche de 10µB. La présence d’inter-
actions ferromagnétiques indiquée par une température de Curie-Weiss θCW ≃ 1.8 ± 0.1 K
positive [Har+97 ; Bra+01] couplée à la forte anisotropie Ising conduit à une frustration ma-
gnétique importante [BH98] : aucun ordre n’est observé jusqu’à au moins 0.05 K en diffusion
de neutrons et en µSR [Har+98] malgré la présence de très fortes corrélations courte portée.
Cette caractéristique est due à la phase glace de spin qui se développe à basse température
dans Ho2Ti2O7 où l’orientation des moments magnétiques de chaque tétraèdre est contraint
par la règle de la glace : deux des quatre moments magnétiques pointent vers l’intérieur tandis
que les deux autres pointent vers l’extérieur. Plusieurs études ultérieures ont ensuite montré
que les interactions d’échange premiers voisins sont antiferromagnétiques (Jnn ≃ −0.52 K)
dans Ho2Ti2O7 [Bra+01] et que ce sont les interactions dipolaires ferromagnétiques pour
les premiers voisins (Dnn ≃ 2.35 K) [Sid+99] qui rendent les interactions effectives premiers
voisins ferromagnétiques (Jeff ≃ 1.8 K) [HG00].

Ho2Ti2O7 étant une très bonne réalisation de l’état glace de spin dipolaire, toutes les
propriétés générales discutées dans la partie 2 du chapitre I s’appliquent. En particulier, les
moments magnétiques fortement Ising des ions Ho3+ font que 24 = 16 configurations par
tétraèdre sont possibles. En attribuant une énergie −Jeff à chaque liaison in-out et +Jeff à
chaque liaison in-in et out-out, les six configurations 2-in 2-out (2I2O) possèdent une énergie
E = −2Jeff , les huit configurations 3-in 1-out et 1-in 3-out (3I1O et 1I3O) une énergie nulle
E = 0 et les deux dernières configurations all-in all-out (AIAO) une énergie E = 6Jeff dans
Ho2Ti2O7. Ces considérations permettent d’interpréter les différents régimes en températures
et temps de relaxations observés dans les glaces de spin (par des mesures de susceptibilité
AC et diffusion de neutrons). Ceux-ci sont détaillés dans la référence [JH11] pour le composé
voisin Dy2Ti2O7 mais la même analyse s’applique pour Ho2Ti2O7 avec des températures et
des temps caractéristiques différents (indiquées dans la référence [Cla+09]). Trois régimes
sont observés :

1. Un régime haute température (T & 30 K) pour lequel le temps de relaxation τ aug-
mente lorsque la température décroît. Ce régime est bien décrit par une loi d’Arréhnius
avec une barrière d’énergie E ∼ ∆ et est donc lié aux excitations de champ cristallin.
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2. Un régime intermédiaire (3 K . T . 30 K) caractérisé par un quasi-plateau de re-
laxation où τ ∼ 10 ns. Ce régime est piloté par un effet tunnel assisté thermique-
ment. La loi d’Arréhnius rendant compte de ce régime indique une barrière d’énergie
E ∼ 2Jeff . La relaxation est donc due à la diffusion d’une charge magnétique unique
(séparément de la charge opposée associée) et non à la création de la paire monopole-
antimonopole 1. A ces températures, la grande quantité de charges magnétiques (entre
10 % et 50 % de tétraèdres sont dans des configurations 3I1O/1I3O 2) est responsable
de l’écrantage des interactions coulombiennes entre les (anti)monopoles : celles-ci
gènent mais n’empêchent pas leur propagation.

3. Un régime basse température (T . 3 K) associé à un gel où τ augmente à nouveau
fortement. Cette augmentation est due à un effet d’avalanche : la quantité de charges
magnétiques baisse, l’écrantage de l’interaction dipolaire diminue en conséquence et
la probabilité de créer une paire de charges magnétiques s’affaiblit à son tour.

La température de transition entre un état paramagnétique et la phase corrélée glace de
spin est donnée par Tc ∼ Jeff et est associée à la présence d’une anomalie dans la chaleur
spécifique [Bra+01] : rigoureusement, le terme glace de spin correspond donc au régime basse
température décrit ci-dessus. Néanmoins, la mise en place de cet état est progressif avec
l’instauration des corrélations magnétiques (il s’agit d’un crossover et non d’une transition
de phase au sens thermodynamique) : le régime intermédiaire sépare la phase paramagnétique
sans corrélations (régime haute température) de la phase glace de spin. Dans la suite, on
utilisera donc toujours la terminologie des glaces de spin lorsque des corrélations magnétiques
existent et que les spins ne dévient pas de leur direction d’anisotropie (jusqu’à 20 − 30 K).

Un autre aspect important de la physique de Ho2Ti2O7 est la façon dont réagit le composé
à un champ magnétique H . La forte anisotropie des moments magnétiques M des ions Ho3+

fait que celui-ci aura une influence très différente en fonction de la direction dans laquelle
il est appliqué : c’est la projection de H sur les direction zi=1,2,3,4 d’anisotropie des spins
d’un tétraèdre (où les axes zi sont définis dans le tableau III.4) qui va être importante.
Le diagramme de phase pour H ∥ ⟨111⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ et H ∥ ⟨001⟩ a pu être établi par
simulations numériques [Har+98 ; MG04] et mesures d’aimantations [PLB03]. Ces dernières
sont reproduites sur la figure IV.2a et s’interprètent de la façon suivante :

1. H || ⟨100⟩ : l’angle entre la direction d’anisotropie zi des quatres moments magné-
tiques de chaque tétraèdre et le champ magnétique est identique et vaut environ 54.7°.
Sous champ magnétique, la règle de la glace est toujours respectée : le champ magné-
tique H sélectionne une des six configurations 2I2O de chaque tétraèdre. Comme la
configuration sélectionnée est identique pour tous les tétraèdres, la phase stabilisée
est appelée glace de spin ordonnée (OSI). L’aimantation par site sature à M/

√
3.

1. La création d’une paire de charge magnétique monopole-antimonopole coûte une énergie 4Jeff : le
retournement d’un moment magnétique connectant deux tétraèdres 2I2O fait passer l’énergie de ces deux
tétraèdres de −2Jeff à 0. La diffusion d’une charge magnétique nécessite aussi de retourner un moment
magnétique mais le coût en énergie est nul (au premier ordre) : un des tétraèdres passe d’une configuration
3I1O ou 1I3O à une configuration 2I2O tandis que l’effet inverse se produit sur l’autre tétraèdre. Il est
néanmoins nécessaire de passer la barrière d’énergie 2Jeff associé au retournement de ce moment magnétique.
La figure I.8 en montre un exemple de ces deux processus.

2. Pour la partie haute température T ∼ 20 − 30 K du quasi-plateau, la proportion de tétraèdres AIAO
devient même non négligeable.
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2. H || ⟨11̄0⟩ : dans ce cas, l’angle entre la direction d’anisotropie zi des deux des
quatres moments magnétiques de chaque tétraèdre est nul, alors que l’angle avec les
deux autres moments magnétiques est d’environ 35.3°. Le système est ainsi découplé
en deux chaines orthogonales : les chaines α (dirigées dans la direction ⟨11̄0⟩ ∥ H)
qui contiennent les moments magnétiques s’alignant au maximum dans la direction
du champ magnétique et les chaines β (dirigées dans la direction ⟨110⟩ ⊥ H) qui
contiennent les moments magnétiques ne ressente aucune influence de H . Un ar-
rangement ferromagnétique des moments magnétiques d’une même chaine β permet
néanmoins de conserver la règle de la glace même sous champ magnétique (phase
αFF − βF). A très basse température, les interactions dipolaires couplent les chaines
β entre elles antiferromagnétiquement avec k = (0, 0, 1) (phase αFF − βFAF). A
saturation, l’aimantation par ion Ho3+ atteint M/

√
6.

3. H || ⟨111⟩ : pour cette direction, l’axe d’anisotropie d’un des quatre moments ma-
gnétiques (i = 1) est parallèle au champ magnétique tandis que l’angle entre H et
l’axe d’anisotropie des trois autres (i = 2, 3, 4) est d’environ 109.5°. Un faible champ
magnétique va orienter le premier moment magnétique alors que les trois autres vont
restés arrangés de façon à respecter la règle de la glace. C’est la phase kagome-ice
(K−ice) : les moments magnétiques i = 1 des plans triangulaires sont orientés par
H tandis que l’arrangement des moments magnétiques i = 2, 3, 4 des plans kagomé
est contraint par les règles 2-in 1-out et 1-in 2-out 3. En conséquence, un plateau
d’aimantation apparaît avec une valeur par site de M/3. Pour H plus important, la
règle de la glace est brisée et une alternance de tétraèdres 3I1O et 1O3I est stabilisée.
Cette phase est appelée monopoles-ice (M−ice) : il s’agit d’un cristal de monopoles
et d’antimonopoles magnétiques alternés pour laquelle l’aimantation sature à M/2.
Remarquons que la transition entre ces deux phases est du premier ordre et se ter-
mine avec un point critique [Sak+03] : à plus haute température et pour H faible, le
moment magnétique i = 1 s’aligne toujours dans le champ magnétique mais les trois
autres restent désordonnés : le plateau d’aimantation disparaît et la mise en place de
la phase M−ice est progressive (crossover).

La figure IV.2b montre les configurations magnétiques OSI, αFF − βF et M−ice.

1.1.2 Un bref aperçu de Tb2Ti2O7

L’état fondamental de Tb2Ti2O7 est tout autant remarquable que celui de Ho2Ti2O7 mais
pour d’autres raisons : bien qu’une phase de glace de spin classique ait été rapidement ex-
clue [Gar+99 ; Gar+01], la physique basse température complexe de ce composé échappe
toujours à la compréhension même après plus de 20 ans d’intenses investigations. Comme
dans Ho2Ti2O7, le champ cristallin lève la dégénérescence du multiplet fondamental 7F6 des
ions Tb3+ et conduit à un doublet fondamental d’anisotropie Ising dont le moment magné-
tique est d’environ 5µB. Celui-ci est séparé d’un premier doublet de champ cristallin excité
de moins de 20 K [Gin+00 ; Rum+16d]. En conséquence, un mélange des fonctions d’ondes
de ces deux doublets est induit par les interactions (qui semblent être plutôt antiferromagné-
tiques comme le suggère la température de Curie-Weiss θCW ≃ −19 K) pour former un état

3. On rappelle que la structure pyrochlore peut être vue comme une alternance de plans triangulaires et
de plans kagomé perpendiculaires aux grandes diagonales du cube ⟨111⟩. Les plans triangulaires et kagomé
dont il est question dans le texte principal sont les plans perpendiculaires au champ magnétique H ∥ ⟨111⟩.
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Figure IV.2 – Aimantation en fonction du champ magnétique et phases ma-
gnétiques (partiellement) ordonnées de Ho2Ti2O7 sous champ magnétique. (a)
Aimantation de Ho2Ti2O7 pour différentes directions du champ magnétique µ0H appli-
quées et à différentes températures. De haut en bas : H ∥ ⟨001⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ et H ∥ ⟨111⟩.
Les flèches rouges indiquent les plateaux d’aimantation associés à chaque phase magné-
tique (partiellement) ordonnée. Figure adaptée de la référence [PLB03]. (b) Ordres ma-
gnétiques stabilisés par le champ magnétique (repéré par une flèche noir). Les moments
magnétiques sont représentés en jaune et orange. En haut : phase glace de spin ordonnée
(OSI). Vues selon deux axes 4. Sur chaque tétraèdres, deux moments magnétiques sont
entrants et deux sont sortants. Au milieu : phase αFF −βF. Vues selon deux axes 2. Seuls
les moments magnétiques des chaines α parallèles à H sont représentés (ceux des chaines
β sont perpendiculaires au champ magnétique et ne sont donc pas orientés par H). En
bas : phase monopoles-ice (M−ice). Vues selon deux axes 3. Les moments magnétiques en
jaune (respectivement orange) appartiennent aux plans triangles (respectivement plans
Kagomé). Dans la phase K−ice, la configuration moments magnétiques des plans kagomé
est différente : ces moments sont contraints par les règles 2-in 1-out et 1-in 2-out.
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fondamental où la direction du moment magnétique peut dévier de son axe d’anisotropie zi :
expérimentalement, g||/g⊥ ∼ 10 à basse température [Cao+09]. L’anisotropie principalement
Ising des moments magnétiques rend néanmoins son comportement sous champ magnétique
intense assez proche de Ho2Ti2O7 même si quelques différences notables sont observées. On
détaille le cas d’un champ magnétique aligné selon les directions ⟨11̄0⟩ et ⟨111⟩, la direction
H ∥ ⟨001⟩ n’ayant pas, à priori, fait l’objet d’études approfondies.

1. H || ⟨11̄0⟩ : la structure de Tb2Ti2O7 pour un champ appliqué dans cette direc-
tion a été particulièrement étudiée. Dans un premier temps, comme pour Ho2Ti2O7,
les spins des chaines α s’alignent dans le champ magnétique et la valeur du moment
magnétique atteint rapidement 5µB. Si les spins sont au départ orientés dans les direc-
tions locales ⟨111⟩, leur plus faible anisotropie fait qu’ils s’alignent progressivement
dans la direction de H lorsque celui-ci augmente. Le comportement des spins des
chaines β est plus complexe. Un moment ordonné très faible est d’abord mesuré dans
la direction opposée du champ magnétique puis, vers 1 T (à 1.6 K, la valeur précise
de ce champ magnétique dépend de la température), les spins se réalignent dans la
direction de H (arrangement k = 0). Le moment ordonné augmente alors progressi-
vement [Saz+10]. Au dessus d’un champ magnétique d’environ 4 T (à 3 K), un ordre
k = (0, 0, 1) supplémentaire apparaît sur les chaines β. Il s’agit d’un ordre où les
corrélations intra-chaines et inter-chaines β sont antiferromagnétiques. Par analogie
avec Ho2Ti2O7 où l’ordre est αFF−βFAF, cet ordre peut être dénommé αFF−βAFAF
[Saz+10 ; Ruf+10a ; Saz+12]. En omettant la composante k = 0 des chaines β et en
adoptant la terminlogie des monopoles magnétiques des glaces de spin, cette phase est
généralement appelée structure double couche de monopoles : il s’agit d’une alternance
de doubles couches de monopoles et antimonopoles le long de ⟨001⟩.

2. H || ⟨111⟩ : dans toute la gamme de champs magnétiques étudiée en diffusion neu-
tronique (0.05 − 12 T), la structure 3I1O/1I3O est stabilisée avec une évolution des
moments magnétiques continue. La valeur du moment du site i = 1 augmente ra-
pidement jusqu’à atteindre 5.5µB dès 1 T (à 0.3 K) puis augmente seulement très
légèrement par la suite. A nouveau, le comportement des autres spins i = 2, 3, 4 est
un peu plus complexe : lorsque le champ magnétique augmente, les moments passent
d’une direction presque perpendiculaire à H à une direction dont l’angle avec le
champ magnétique est d’environ 40° (à 12 T et 0.3 K) [Saz+13].

1.2 Propriétés diélectriques et couplages magnéto-électriques
1.2.1 Premières études

Les études sur les propriétés diélectriques et magnéto-électriques des pyrochlores sont
moins abondantes que les caractérisations magnétiques. Un lien entre la variation sous champ
magnétique de la partie réelle de la permittivité diélectrique et les différentes phases de
Ho2Ti2O7 sous champ magnétique est tout d’abord établi [KT04]. Une autre étude à très
basse température sur la glace de spin Dy2Ti2O7 révèle qu’une signature des transitions
entre les phases glaces de spin, K−ice et M−ice est visible dans la dépendance en champ
magnétique de la permittivité diélectrique du composé [SHM05]. Par ailleurs, une faible pola-
risation électrique (de l’ordre de 0.5 µC · m−2) est mesurée dans un échantillon polycristallin
de Ho2Ti2O7 avec deux contributions, vers 60 K et vers 22 K [Don+09].
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Figure IV.3 – Fréquence du maximum du pic νp observé dans la partie ima-
ginaire de la permittivité diélectrique de Dy2Ti2O7 en fonction de la tempéra-
ture du champ magnétique. Le temps de relaxation τ ∝ 1/νp diminue drastiquement
proche du point critique (µ0Hc = 1 T, Tc = 0.36 K) de la transition entre les états K−ice
et M−ice. Figure de la référence [Gra+14].

1.2.2 Depuis le modèle de Khomskii

En 2012, Khomskii publie son modèle intitulé Electric dipoles on magnetic monopoles
in spin ice [Kho12] (présenté dans la section 3.1 du chapitre I) qui stipule qu’un dipole
électrique est associé aux monopoles et antimonopoles magnétiques de charges ±qm dans les
glaces de spin. Ces dipoles électriques seraient dirigés selon les directions ⟨111⟩ et leurs sens
seraient donnés par le vecteur reliant le centre du tétraèdre au spin in (respectivement out)
pour les tétraèdres 1I3O (respectivement 3I1O). La publication de ce modèle a stimulé de
nouvelles études sur les propriétés électriques des pyrochlores dont certaines sont décrites
dans les paragraphes suivants.

Grams et collaborateurs ont montré que les degrés de liberté électriques sont sensibles
à la transition entre les phases K−ice et M−ice dans Dy2Ti2O7. Pour cela, la permittivité
diélectrique est mesurée sous champ magnétique H ∥ ⟨111⟩. Un processus de relaxation est
mis en évidence et celui-ci apparaît particulièrement sensible au changement d’état magné-
tique. Si le temps de relaxation τ associé ne dépend que faiblement du champ magnétique
µ0H et de la température T loin du champ critique µ0Hc = 1 T et de la température critique
Tc = 0.36 K de la transition, ce n’est plus le cas proche de ce point critique. Autour de ce
point, τ diminue dramatiquement à mesure que le champ magnétique se rapproche de µ0Hc
et la température de Tc depuis les hautes températures alors qu’à l’inverse aucune anomalie
n’est repérée en fonction de µ0H pour T < Tc (figure IV.3). Une explication possible de ce
couplage magnéto-diélectrique est le mécanisme proposé par Khomskii : l’antiferroélectricité
prédite par ce modèle pour H ∥ ⟨111⟩ serait un paramètre d’ordre secondaire de la transition
[Gra+14].
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D’autres études suggèrent la présence d’effets diélectriques et magnéto-électriques dans
les glaces de spin. Sur Ho2Ti2O7, une polarisation électrique dépendante du champ magné-
tique est vue sur monocristaux [Liu+13]. Celle-ci apparaît vers 28 K dans les directions
⟨111⟩ et ⟨11̄0⟩ et sature à 2.5 µC · m−2 à basse température. Sous champ magnétique, la po-
larisation baisse entre 0 T et 2 T pour atteindre 2 µC · m−2. L’existence de cette polarisation
et la diminution observée sous champ magnétique est interprétée comme provenant des di-
poles électriques du modèle de Khomskii. Des mesures sur des échantillons polycristallins de
Dy2Ti2O7 montrent également la présence d’une polarisation électrique apparaissant à 25 K
et 13 K dont l’amplitude varie avec le champ magnétique [Lin+15]. Les anomalies relevées
dans la permittivité diélectrique de ces deux composés à haute température (au dessus de
30 K) sont interprétées non pas comme un comportement ferroélectrique mais plutôt comme
des processus de relaxation [YTU19]. A l’inverse, les anomalies similaires visibles à plus de
300 K dans Tb2Ti2O7 sont attribuées à des propriétés ferroélectriques par les auteurs [SNV21].
Des effets magnéto-diélectriques pourraient aussi exister dans Tb2Ti2O7 : un changement de
pente est observé dans la permittivité diélectrique sous champ magnétique à basse tempéra-
ture lorsque la structure 3I1O/1I3O se met en place [Jin+20]. De plus, les effets électriques
suggérés par Khomskii pourraient être à l’origine de la structure double couche de monopoles
observée pour H || ⟨11̄0⟩ sur Tb2Ti2O7 [JM15].

1.3 Motivations et présentation des échantillons
Bien que différentes études tendent à suggérer que le modèle de Khomskii soit bien adapté

pour décrire les propriétés magnéto-électriques des glaces de spin, les variations observées
entre ces différentes études (notamment les températures de transition vers un état ferroélec-
trique jamais identiques) amènent à questionner ces résultats. Pour déterminer correctement
les propriétés électriques et magnéto-électriques des glaces de spin et tenter de comprendre
les apparentes contradictions dans la littérature, différentes mesures de permittivité diélec-
trique et courant pyroélectrique ont été réalisées sur Ho2Ti2O7. Afin de comparer les résultats
avec des mesures similaires sur un composé non glace de spin, les mêmes caractérisations ont
été faites sur Tb2Ti2O7. Pour ce dernier, il s’agissait aussi d’apporter de nouveaux éléments,
par les mesures électriques, à la compréhension de sa physique complexe. Enfin, on dispo-
sait pour Tb2Ti2O7 d’un monocristal (dénommé C119) et de deux échantillons provenant
de cristaux différents (C309 et C311) qui permettait d’étudier les possibles dépendances des
propriétés en fonction des échantillons. Pour Ho2Ti2O7, un seul monocristal (C133) était à
notre disposition. La première partie de ce travail sera consacrée aux mesures diélectriques
en champ magnétique nul et à la physique des défauts tandis que la seconde partie sera
centrée sur les couplages magnéto-diélectriques.

Toutes les mesures ont été effectuées sur des plaquettes monocristallines orientées perpen-
diculairement aux directions cristallographiques de haute symétrie des pyrochlores : ⟨111⟩
(axe 3), ⟨11̄0⟩ (axe 2) et ⟨001⟩ (axe 4). Une photographie des trois plaquettes de Ho2Ti2O7
et des cinq plaquettes de Tb2Ti2O7 sont visibles sur les figures IV.4 et IV.5 respectivement.
Pour ce dernier, trois plaquettes ont été découpées dans le cristal C119 tandis que les deux
dernières correspondent à deux plaquettes orientées perpendiculairement à une direction
⟨111⟩ pour les cristaux C309 et C311. Notons que les faces de la plaquette ⟨111⟩ du cristal
C311 ne sont pas parallèles. Le tableau IV.1 récapitule les dimensions de ces plaquettes.
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Figure IV.4 – Plaquettes de Ho2Ti2O7 (cristal C133) utilisées pour les mesures
diélectriques et magnéto-diélectriques. De gauche à droite : plaquettes orientées
perpendiculairement à une direction ⟨111⟩, ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩. L’orientation dans le plan de
la plaquette (repérée par un méplat) est indiquée sur la figure.

Figure IV.5 – Plaquettes de Tb2Ti2O7 utilisées pour les mesures diélectriques
et magnéto-diélectriques. De gauche à droite : plaquettes du cristal C119 orientées per-
pendiculairement à une direction ⟨111⟩, ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩, plaquette du cristal C309 orientée
perpendiculairement à une direction ⟨111⟩ et plaquette du cristal C311 orientée perpen-
diculairement à une direction ⟨111⟩. A la différence des autres, les faces de cette dernière
ne sont pas parallèles. L’orientation dans le plan de la plaquette (repérée par un méplat)
est indiquée sur la figure.

Ho2Ti2O7 Tb2Ti2O7

C133 C119 C309 C311
Plaquette ⟨111⟩ ⟨11̄0⟩ ⟨001⟩ ⟨111⟩ ⟨11̄0⟩ ⟨001⟩ ⟨111⟩ ⟨111⟩
S (mm2) 15 16 9 9 4.5 8 6 5.5
l (µm) 160 180 110 150 170 170 170 370

Tableau IV.1 – Caractéristiques des différentes plaquettes utilisées pour les
mesures électriques et magnéto-électriques. S est la surface de la plaquette et l son
épaisseur. Pour toutes les plaquettes hormis celles de l’échantillon C311, S est évalué avec
une incertitude de l’ordre de 10 % tandis que l est mesuré avec une précision de ±1µm.
Pour la plaquette C311 à faces non parallèles, S et l correspondent à une valeur moyenne
de la surface et de l’épaisseur de l’échantillon.
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2 Propriétés diélectriques
L’objectif de cette section est de déterminer les propriétés diélectriques des composés

Ho2Ti2O7 et Tb2Ti2O7 en champ magnétique nul. Les mesures diélectriques ont été effectuées
dans la gamme de température 330−2.5 K sur le dispositif expérimental développé à l’Institut
Néel. Celui-ci, ainsi que le principe des mesures, est décrit en détail dans la section 1.3
du chapitre II. On rappelle que l’échantillon est connecté à la canne de mesure par deux
électrodes en epoxy d’argent, une sur chaque face de la plaquette. La direction de mesure
correspond ainsi à la direction perpendiculaire à ces électrodes et donc à la plaquette. On
désignera cette direction par e pour les mesures de permittivité diélectrique (où e est le
champ électrique alternatif de mesure de fréquence f ∈ [20 Hz, 20 MHz]) et par E pour les
mesures de courant pyroélectrique (où E correspond au champ électrique continu auquel
est soumis l’échantillon lors de la phase de refroidissement en température). On rappelle
également que :

— la permittivité diélectrique complexe est déduite de la mesure de la capacité Cp et la
résistivité Rp de l’échantillon par les deux relations de l’équation II.25 ;

— les mesures de courant pyroélectrique se font en trois temps : (i) refroidissement de
l’échantillon sous tension ; (ii) attente de 30 min à basse température sans tension ; (iii)
mesure du courant pyroélectrique Ipyro sans tension lors du réchauffement. Bien que
le courant puisse aussi être mesuré lors du refroidissement (on notera Iref ce courant),
celui-ci n’a pas la même signification : il est associé à la résistivité du composé.

Pour toutes les expériences de ce chapitre, e était engendré par une tension alternative de
1 V et E par une tension continue de 200 V. La vitesse de balayage en température v était
fixée à 4 K · min−1. Dans un premier temps, les mesures sont présentés en valeur absolue bien
que les incertitudes sur les valeurs numériques déterminées soient importante (de l’ordre de
10 % puisqu’elles dépendent de l’incertitude de la surface S). L’intérêt est de conserver un
ordre de grandeur permettant de comparer les différents échantillons. Dans un second temps,
les résultats sont interprétés dans leur ensemble.

2.1 Permittivité diélectrique
Les mesures de la permittivité diélectrique ε ont toutes été effectuées dans la gamme de

fréquence 1 −500 kHz. Si des mesures sont possibles entre 20 Hz et 2 MHz avec l’appareil uti-
lisé, les caractéristiques de celui-ci deviennent moins bonnes pour des fréquences de mesures
plus faibles ou plus hautes. De plus, à trop basse fréquence, on risque de sonder des effets
associés à des charges de surface extrinsèques.

2.1.1 Ho2Ti2O7

La figure IV.6 présente la permittivité diélectrique mesurée sur la plaquette ⟨111⟩ de
Ho2Ti2O7 dans toute la gamme de température accessible. Les mesures sont présentées par
clarté uniquement entre 1 kHz et 100 kHz. Les deux autres mesures réalisées à 200 kHz et
500 kHz, plus bruitées, sont omises de la figure. On observe une augmentation de la partie
réelle de la permittivité relative ε′

r lorsque la température décroît jusqu’à atteindre un plateau
autour de 54 vers 20 K. Deux anomalies, vers 150 K et 300 K (la température exacte dépend
de la fréquence de mesure), sont aussi visibles. Celles-ci sont associées à des pics bien définis
dans la partie imaginaire de la permittivité ε′′

r dont la température du maximum dépend aussi
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Figure IV.6 – Permittivité diélectrique relative mesurée à différentes fré-
quences en fonction de la température sur la plaquette ⟨111⟩ du composé
Ho2Ti2O7 C133. A gauche : partie réelle ε′

r. A droite : partie imaginaire ε′′
r . Les princi-

paux pics observés dans ε′′
r sont indiqués par des flèches rouges (les températures données

correspondent à la température du maximum du pic à 10 kHz). Les plus intenses peuvent
être associés à des anomalies dans ε′

r.

de la fréquence. Ces deux caractéristiques indiquent la présence de relaxations diélectriques
dans le système. Pour distinguer ces relaxations, on les repérera par la température du
maximum du pic à 10 kHz. On trouve à cette fréquence des maximums à 153 K et 293 K
respectivement. D’autres pics, d’intensité moindre, sont aussi repérables dans ε′′

r : vers 210 K,
97 K, 80 K, 60 K et 20 K. Leur intensité trop faible ne permet pas de les détecter dans la
partie réelle. Des relaxations similaires avaient déjà été mises en évidence dans Ho2Ti2O7
et Dy2Ti2O7 bien que l’amplitude et la température du maximum des pics dans ε′′

r étaient
différentes [YTU19]. On se concentrera dans la suite sur les processus à 293 K, 153 K et 97 K
qui sont repérés par des flèches rouges sur la figure IV.6. Remarquons finalement que la
permittivité imaginaire relative (proportionnelle à l’inverse de la résistivité) reste faible sur
toute la gamme de mesure et décroît globalement pour atteindre 0.02 à 2.5 K ce qui indique
un comportement très isolant du composé.

Toutes ces caractéristiques sont retrouvées dans les autres directions de haute symétrie.
Les résultats obtenus à 10 kHz pour les plaquettes ⟨111⟩, ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩ sont visibles sur la
figure IV.7. L’évaluation de la surface des échantillons étant peu précise, les parties basse
température des courbes ⟨001⟩ et ⟨11̄0⟩ ont été ajustées à celle de l’échantillon ⟨111⟩ 4. On
repère peu de changement en fonction des directions. Seule l’amplitude des différents pics
dans la partie imaginaire ε′′

r varie légèrement, ce qui se retrouve dans les différences visibles
à haute température dans les parties réelles ε′

r. A 300 K, la valeur de la permittivité réelle
ne diffère que de moins de 5 %.

4. La valeur absolue de ε′
r a été ajustée de 2 % environ en prenant des surfaces effectives Seff = 15.89 mm2

et Seff = 8.84 mm2 pour les plaquettes ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩ au lieu de 16 mm2 et 9 mm2 respectivement.
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Figure IV.7 – Permittivité diélectrique relative mesurée à 10 kHz en fonction
de la température sur les trois plaquettes ⟨111⟩, ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩ du composé
Ho2Ti2O7 C133. A gauche : partie réelle ε′

r. A droite : partie imaginaire ε′′
r . La valeur

de ε′
r et ε′′

r mesurée à la plus basse température (2.5 K) sur les plaquettes ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩
ont été ajustées sur celles de la plaquette ⟨111⟩. A 300 K, les différences observées entre
les directions ne dépassent pas 5 %.

2.1.2 Tb2Ti2O7

La figure IV.8 montre la permittivité diélectrique mesurée entre 2.5 K et 200 K sur les
plaquettes ⟨111⟩ des échantillons C119, C309 et C311 de Tb2Ti2O7. Les valeurs trouvées à
basse température sont très proches pour les trois échantillons C119, C309 et C311 (respec-
tivement 63.4, 63.6 et 62.7 à 2.5 K et 10 kHz) et la différence pourrait être uniquement liée
à l’incertitude sur la surface des plaquettes 5. Si les courbes de la partie réelle ε′

r sont assez
similaires, on remarque tout de même une anomalie vers 125 K dans l’échantillon C309 qui
n’est pas présente pour les autres échantillons ainsi que de légères différences entre les trois
cristaux dans la (faible) décroissance de ε′

r en dessous de 20 K. Pour la partie imaginaire ε′′
r ,

une forte augmentation de la valeur mesurée à haute température (associée à un comporte-
ment moins isolant) est repérée dès 150 − 200 K pour les échantillons C119 et C311 et vers
250−300 K pour l’échantillon C309. A plus basse température, on observe pour l’échantillon
C309 un pic dans ε′′

r vers 125 K très similaire aux pics intenses observés dans Ho2Ti2O7. Ce
pic est aussi visible dans les deux autres échantillons (à 127 K) mais son intensité est bien
moins importante. A nouveau, on repère d’autres pics d’intensité moindre et notamment
un pic à 96 K (respectivement 98 K) dans l’échantillon C119 (respectivement C311). Enfin,
les mesures effectuées sur les plaquettes ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩ de l’échantillon C119 (non montrées)
indiquent, comme pour Ho2Ti2O7, un comportement globalement isotrope de la permittivité
diélectrique.

5. La valeur un peu plus basse obtenue pour l’échantillon C311 pourrait aussi être liée au fait que cet
échantillon n’est pas rigoureusement à face parallèle et donc que la relation II.25 utilisée pour passer de la
capacité mesurée à la permittivité diélectrique n’est pas rigoureusement applicable dans ce cas.
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Figure IV.8 – Permittivité diélectrique mesurée à différentes fréquences en
fonction de la température sur les plaquettes ⟨111⟩ des échantillons de
Tb2Ti2O7. A gauche : partie réelle ε′

r. A droite : partie imaginaire ε′′
r . De haut en bas :

échantillons C119, C309 et C311. Les principaux pics observés dans ε′′
r et parfois reliés

à des anomalies dans ε′
r sont indiqués par des flèches rouges. Les températures associées

sont celles relevées à 10 kHz. L’amplitude de ces pics dépend de l’échantillon.
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Figure IV.9 – Courant électrique mesuré et polarisation électrique déterminée
en fonction de la température sur les trois plaquettes ⟨111⟩, ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩ du
composé Ho2Ti2O7 C133. A gauche : courant électrique Iref mesuré lors du refroidis-
sement avec une tension appliquée de 200 V (la direction du champ électrique associé
est indiquée sur la figure) et courant pyroélectrique Ipyro mesuré lors de la remontée en
température. Les différentes anomalies observées et leurs températures sont indiquées par
des flèches rouges. A droite : polarisation électrique obtenue à partir de l’intégration du
courant pyroélectrique (équation II.23).

2.2 Courant pyroélectrique

2.2.1 Ho2Ti2O7

La figure IV.9a montre les courants de refroidissement Iref (mesurés lors de la descente en
température sous tension) et les courants pyroélectriques Ipyro (mesurés lors de la remontée
en température) obtenus pour les trois plaquettes ⟨111⟩, ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩ de Ho2Ti2O7 entre
200 K et 2.5 K. La présence de pics à 53 K, 87 K et 160 K dans les trois échantillons est visible
dans le courant pyroélectrique bien que l’amplitude de ceux-ci soit légèrement différente. En
intégrant le courant pyroélectrique mesuré multiplié par la vitesse de balayage en température
v = 4 K · min−1 et la surface de l’échantillon, on obtient la polarisation électrique montrée
sur la figure IV.9b. A chaque pic observé dans le courant pyroélectrique, une augmentation
de la polarisation électrique P est associée. Celle-ci reste néanmoins très faible : à 2.5 K, on
trouve P ≃ 10 − 20 µC · m−2 bien en deçà de la polarisation électrique P ≃ 60 µC · cm−2

du composé ferroélectrique BiFeO3 par exemple [Leb+07]. Si l’ordre de grandeur observé
ici est en adéquation avec les autres mesures de polarisation électrique sur Ho2Ti2O7, les
températures où cette polarisation électrique augmente sont assez différentes (160 K, 87 K
et 53 K ici contre 28 K dans la référence [Liu+13] et 60 K, 22 K et 20 K sur poudre dans la
référence [Don+09]). De plus, en désaccord avec la référence [Liu+13], les mesures sous champ
magnétique (présentées en détail dans la partie suivante) ne montrent aucune dépendance
du courant pyroélectrique avec le champ magnétique jusqu’à 4 T.
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Figure IV.10 – Courant mesuré en fonction de la température sur les pla-
quettes ⟨111⟩ des composés Tb2Ti2O7. A gauche : échantillon C119. Au centre :
échantillon C309. A droite : échantillon C311. Le courant Iref mesuré lors du refroidisse-
ment (avec une tension de 200 V) montre un comportement de moins en moins isolant au
dessus de 125 K pour les échantillons C119 et C311 et au dessus de 200 K pour l’échan-
tillon C309. Différents pics sont mesurés dans le courant pyroélectrique Ipyro dans la partie
haute température T ≥ 100 K. Dans l’échantillon C309, un pic est présent dans la partie
basse température à 72 K et est indiqué par une flèche rouge.

2.2.2 Tb2Ti2O7

Les courants mesurés sur les trois composés Tb2Ti2O7 pour les plaquettes orientées ⟨111⟩
sont visibles sur la figure IV.10 entre 160 K et 2.5 K. On observe pour les échantillons C119
et C311 un courant de refroidissement Iref qui augmente de façon importante au dessus
de 125 − 150 K et qui apparaît relié à l’augmentation observée dans la partie imaginaire
de permittivité diélectrique ε′′

r au dessus de 150 K. De nombreux pics d’intensité importante
sont visibles au dessus de 100 K dans ces échantillons et semblent corrélés à ce comportement
haute température moins isolant. Ces aspects ne seront pas discutées dans la suite. A plus
basse température, en dessous de 100 K, seule une petite anomalie est visible vers 70 K
dans l’échantillon C309. Les mesures sur les plaquettes ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩ du cristal C119 (non
montrées) sont très similaires à celles de la plaquette ⟨111⟩ de ce même cristal.

2.3 Processus activés thermiquement et défauts
Pour aller plus loin dans l’analyse, il est instructif d’étudier la dépendance en fréquence

du maximum des pics visibles dans la partie imaginaire ε′′
r des mesures de permittivité

diélectrique. Cette dépendance donne des informations sur le mécanisme microscopique res-
ponsable de la relaxation. Pour tous les pics observés, une dépendance linéaire de ln τ (où
τ = 1/2πf) en fonction de 1/T x

f , la température du maximum du pic x (où x désigne la
température du maximum à 10 kHz) est observée. Les processus de relaxation sont donc
activés thermiquement et décrits par une loi d’Arréhnius

τ = τ0 exp
(
Ea

T xf

)
(IV.1)
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où Ea est l’énergie d’activation et τ0 le temps caractéristique du processus. L’ajustement des
valeurs relevées par une fonction affine ln τ = b + a/T est montré sur la figure IV.11 et les
valeurs de a, b, Ea et τ0 sont données sur le tableau IV.2. Pour tous les processus de relaxation,
on trouve des énergies d’activation de l’ordre de 103 K et des temps caractéristiques de
l’ordre de 10−13 s. Le fait qu’une loi d’Arréhnius simple puisse être utilisée pour modéliser
cette dépendance indique que ces relaxations sont liées à une seule barrière d’énergie et
que les dipôles électriques (ou les ensembles de dipôles électriques) impliqués relaxent de
façon indépendante. On confirme ainsi les résultats de la référence [YTU19] sur Ho2Ti2O7 et
Dy2Ti2O7 (tout en les étendant à Tb2Ti2O7) où la dépendance en température du maximum
des pics observés suit aussi une loi d’Arréhnius avec des ordres de grandeur pour Ea et τ0
similaires. Dans cette étude, une analyse complémentaire de la dépendance en fréquence de
la permittivité diélectrique à température constante confirme le fait que les processus de
relaxation sont associés à des entités non corrélés ce qui exclut une transition de phase vers
un état ferroélectrique. Des caractéristiques similaires ont aussi été observées dans d’autres
pyrochlores, notamment Bi1.5ZnNb1.5O7 [Kam+02]. Les pics dans la permittivité diélectrique,
bien plus intenses, sont attribués aux sauts des ions Bi3+ et Zn2+ (désordonnés sur le site
R) et des ions O2– en position de Wyckoff 8b à différentes positions proches associées à des
minimums locaux d’énergie. La largeur bien plus importante des pics révèle une distribution
de temps de relaxation, probablement liée au désordre sur les sites R et M . Les énergies et
temps caractéristiques extraits de ces processus sont du même ordre de grandeur que ceux
déterminés dans Ho2Ti2O7et Tb2Ti2O7 ici, avec Ea ∼ 103 K et τ0 ∼ 10−13 s.

Dans les pyrochlores Ho2Ti2O7, Tb2Ti2O7 et Dy2Ti2O7, aucun désordre n’est attendu. Ce-
pendant, les mesures présentées précédemment montrent des différences marquantes entre
les échantillons issus de synthèses différentes. Cette caractéristique est observable dans les
mesures effectuées sur les différents échantillons de Tb2Ti2O7 mais aussi en comparant les
mesures effectuées ici sur Ho2Ti2O7 avec celles de la référence [YTU19] par exemple. Les carac-
térisations récentes fines de la stoechiométrie de Tb2Ti2O7 [Tan+13 ; Wak+16] donnent une
indication de l’origine de cette dépendance. Ces études montrent que les composés Tb2Ti2O7
étudiés sont généralement mieux décrits par la formule chimique Tb2+xTi2–xO7+y que par la
formule nominale Tb2Ti2O7 puisqu’il n’est pas rare que x soit de l’ordre ±0.05. Les défauts
les plus courants dans ce composé sont des substitutions de Tb4+ sur les sites M4+ (qui
donne une couleur marron au composé tandis que le composé nominal est transparent), ou
inversement. Dans ce cas, pour respecter la neutralité électrique, on peut s’attendre à des
lacunes ou excès d’oxygènes. D’autres types de défauts d’oxygènes peuvent aussi être pré-
sents dans les pyrochlores : dans Tb2Hf2O7 de nombreux défauts de Frenkel (oxygènes sur
les sites interstitiels en 8a et lacunes en 48f) ont été mis en évidence [Sib+17]. Il est donc
probable que les relaxations observées, différentes dans les trois échantillons de Tb2Ti2O7,
soient liées à la présence de défauts chargés en quantités différentes. De surcroît, les mesures
de chaleur spécifique réalisées à très basse température sur les trois échantillons de Tb2Ti2O7
(présentées en détail dans le chapitre V spécifiquement dédié à Tb2Ti2O7) indiquent que les
composés C119 et C311 possèdent moins de défauts que le composé C309. Cette différence
se reflète ici dans l’amplitude des processus activés thermiquement, plus importante dans
l’échantillon C309 que dans les deux autres échantillons. Par analogie, on peut supposer
que les processus activés thermiquement visibles dans Ho2Ti2O7 et Dy2Ti2O7 ont la même
origine.
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Figure IV.11 – Ajustement par une loi d’Arréhnius des températures T x
f obte-

nues par les mesures de la partie imaginaire de la permittivité diélectrique ε′′
r

sur les plaquettes ⟨111⟩ des différents échantillons. En haut à gauche : Ho2Ti2O7
C133 ; en haut à droite : Tb2Ti2O7 C309 ; en bas à gauche : Tb2Ti2O7 C119 ; en bas à
droite : Tb2Ti2O7 C311. Les données issues des mesures de courant pyroélectrique sont
ajoutées sur les figures du haut. La barre d’erreur issue de ces mesures est de 10 %.

Comme ces relaxations sont associées à des effets polaires, il est possible que celles-
ci soient visibles dans les mesures de courant pyroélectrique. On observe effectivement un
accord correct en ajoutant sur la figure IV.11 les points correspondant aux pics relevés en
courant pyroélectrique (en définissant τ = 1/2πv où v = 4 K · min−1 est la vitesse de balayage
en température) : à 10 % près, on peut associer les pics visibles dans les mesures de courant
pyroélectrique aux processus activés thermiquement.

La cohérence entre les mesures de permittivité diélectrique et de courant pyroélectrique
est une nouvelle évidence qu’il n’y a pas de transition de phase ferroélectrique dans ces
composés pyrochlores Ho2Ti2O7 et Tb2Ti2O7. La faible polarisation électrique mesurée est
liée à la présence de défauts ponctuels chargés.
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Echantillon Processus a ≡ Ea (K−1) b τ0 ≡ eb (10−13 s) R2

Ho2Ti2O7 − C118
T 97 K
f 1751 ± 40 −29.90 ± 0.40 1.03 ± 0.41 0.996

T 153 K
f 2882 ± 8 −29.84 ± 0.05 1.10 ± 0.05 0.999
T 293 K
f 5305 ± 21 −29.18 ± 0.07 2.12 ± 0.15 0.999

Tb2Ti2O7 − C119 T 96 K
f 1653 ± 43 −28.27 ± 0.43 5.28 ± 0.27 0.995

T 127 K
f 2524 ± 37 −30.95 ± 0.28 0.36 ± 0.10 0.998

Tb2Ti2O7 − C309 T 125 K
f 2532 ± 8 −31.27 ± 0.06 0.26 ± 0.02 0.999

Tb2Ti2O7 − C311 T 98 K
f 1689 ± 57 −28.41 ± 0.56 4.59 ± 2.57 0.990

T 127 K
f 2515 ± 42 −30.98 ± 0.32 0.35 ± 0.11 0.998

Tableau IV.2 – Paramètres de l’ajustement par une loi d’Arréhnius de la
dépendance en fréquence f du maximum en température des pics observés
dans ε′′

r . Les différents pics sont notés T xf où x désigne la température relevée à 10 kHz.
En plus des paramètres a et b de l’ajustement ln τ = b + a/T où τ = 1/2πf , les énergies
d’activations Ea et les temps caractéristiques τ0 des différents processus sont donnés. Le
coefficient de détermination R2 de l’ajustement est aussi indiqué.

3 Couplages magnéto-diélectriques

Cette partie traite des couplages magnéto-diélectriques dans les composés Tb2Ti2O7 et
Ho2Ti2O7. Pour cela, la permittivité diélectrique et le courant pyroélectrique ont été mesurées
sur toutes les plaquettes ⟨111⟩, ⟨110⟩ et ⟨100⟩ à disposition en fonction du champ magnétique
H et de la température T . Comme le champ électrique e (pour la permittivité diélectrique)
et E (pour le courant pyroélectrique) est nécessairement perpendiculaire à la plaquette et
que H pouvait être appliqué parallèlement ou perpendiculairement à la plaquette dans le
dispositif expérimental, les six configurations suivantes ont pu être testées :

— Pour e,E ∥ ⟨111⟩ : H ∥ ⟨111⟩ et H ∥ ⟨11̄0⟩ ;
— Pour e,E ∥ ⟨11̄0⟩ : H ∥ ⟨11̄0⟩ et H ∥ ⟨111⟩ ;
— Pour e,E ∥ ⟨001⟩ : H ∥ ⟨001⟩ et H ∥ ⟨11̄0⟩.

Il convient de souligner que la direction du champ magnétique appliqué n’est précise qu’à 2°
près environ et que les mesures magnéto-diélectriques sont très délicates, notamment celles
pour H ⊥ e,E. Il n’est pas rare que l’échantillon se décolle du porte échantillon ou que
des perturbations et artefacts soient observés dans les mesures (provenant par exemple du
mouvement des fils de la canne de mesure induite par des vibrations ou le champ magnétique).
En conséquence, le champ magnétique a pu être appliqué seulement jusqu’à 4 T.

3.1 Permittivité diélectrique sous champ magnétique

Toutes les mesures de permittivité diélectrique ont été réalisées avec une fréquence f =
10 kHz. Il s’agit d’une fréquence pour laquelle la précision de l’appareil de mesure est bonne
et où on peut espérer voir des effets magnéto-diélectriques par analogie avec l’étude sur
Dy2Ti2O7 de Grams et collaborateurs [Gra+14].
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a (10−3 T−2) b (10−5 T−1) c R2

e ∥ ⟨111⟩, H ∥ ⟨111⟩ 3.060 ± 0.003 5.8 ± 0.6 0.101 0.999
e ∥ ⟨111⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ −1.020 ± 0.003 −1.6 ± 0.6 0.102 0.996
e ∥ ⟨11̄0⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ 2.490 ± 0.004 0.6 ± 1.0 0.121 0.998
e ∥ ⟨11̄0⟩, H ∥ ⟨111⟩ −1.140 ± 0.003 0.4 ± 0.6 0.119 0.997
e ∥ ⟨001⟩, H ∥ ⟨001⟩ 1.140 ± 0.004 2.6 ± 0.9 0.086 0.996
e ∥ ⟨001⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ 0.091

Tableau IV.3 – Paramètres d’ajustement des courbes ε′
r (µ0H) mesurées à

20 K sur le cristal C119 de Tb2Ti2O7. La fonction utilisée pour l’ajustement est
a(µ0H)2 + bµ0H + c. Le paramètre R2 correspond au coefficient de détermination de
l’ajustement.

3.1.1 Tb2Ti2O7

La figure IV.12 montre la variation de la partie réelle de permittivité diélectrique avec
le champ magnétique µ0H mesurée à température T constante pour les trois plaquettes
⟨111⟩, ⟨11̄0⟩ et ⟨001⟩ de l’échantillon C119 de Tb2Ti2O7. Afin de mettre en évidence les
variations induites par le champ magnétique, c’est la quantité ∆ε′

r(µ0H,T ) = ε′
r(µ0H,T ) −

ε′
r(µ0H = 0, T = 3 K) où 3 K est la plus basse température de mesure qui est tracée sur la

figure. Pour toutes les températures mesurées, on observe un comportement bien décrit par
une fonction quadratique (avec un coefficient de plus haut degré positif) lorsque H ∥ e.
Pour H ⊥ e, le comportement est aussi dominé par une contribution quadratique pour les
plaquettes ⟨111⟩ et ⟨11̄0⟩ mais le coefficient de plus haut degré est cette fois-ci négatif et
une composante quartique est nécessaire pour ajuster les données à basse température. Pour
la dernière plaquette e ∥ ⟨001⟩ avec H ⊥ e, l’effet est beaucoup plus faible et on observe
même une partie réelle de la permittivité diélectrique indépendante du champ magnétique
µ0H pour T = 20 K. Les coefficients a, b et c obtenus pour l’ajustement des courbes à 20 K
avec une fonction du type aH2 + bH + c sont récapitulés dans le tableau IV.3. La résolution
de la mesure ne permet pas d’observer un effet du champ magnétique µ0H dans la partie
imaginaire de la permittivité diélectrique et les courbes obtenues ne sont pas présentées.
Finalement, les mesures de ε′

r en fonction de la température pour un champ magnétique
µ0H maintenu constant (non montrées) indiquent que la dépendance de ε′

r avec le champ
magnétique H commence à être visible en dessous de 30 K.

Afin de s’assurer que les effets observés ne soient pas liés aux défauts, les mêmes mesures
ont été effectuées sur les plaquettes ⟨111⟩ des échantillons C309 et C311. Les quantités ∆ε′

r
mesurées sur ces deux plaquettes sont tracées pour H ∥ ⟨111⟩ et H ∥ ⟨11̄0⟩ sur la figure IV.13.
Les mesures de la plaquette ⟨111⟩ de l’échantillon C119 sont reproduites sur cette même
figure. L’évolution avec le champ magnétique est remarquablement similaire pour les trois
échantillons. Les quelques différences qui peuvent être repérées sur ces courbes (par exemple
le changement de courbure observé vers 2 T pour e ⊥ H dans le cristal C119 mais pas dans
le cristal C309) pourraient être liées à la précision de la direction du champ magnétique H .
Les sauts observés dans les mesures sur les cristaux C309 et C311 (correspondant à des sauts
de capacité Cp de 10−3 pF au maximum) sont des artefacts de mesures.
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Figure IV.12 – Variation avec le champ magnétique de la partie réelle ε′
r de

la permittivité diélectrique de Tb2Ti2O7 (échantillon C119) mesurée à 10 kHz.
La quantité tracée est définie par ∆ε′

r(T, µ0H) = ε′
r(T, µ0H) − ε′

r(3 K, 0 T). La direction
du champ électrique de mesure e et du champ magnétique statique appliqué µ0H est
indiquée sur chaque figure.
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Figure IV.13 – Variation avec le champ magnétique de la partie réelle ε′
r de

la permittivité diélectrique de Tb2Ti2O7 mesurée sur trois cristaux différents
à 10 kHz. La quantité tracée est définie par ∆ε′

r(T, µ0H) = ε′
r(T, µ0H) − ε′

r(3 K, 0 T). A
gauche : e ∥ H ∥ ⟨111⟩. A droite : e ∥ ⟨111⟩ et H ∥ ⟨110⟩. De haut en bas : cristal C119,
cristal C309 et cristal C311.
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a (10−4 T−2) b (10−5 T−1) c R2

e ∥ ⟨111⟩, H ∥ ⟨111⟩ −1.05 ± 0.01 1.5 ± 0.3 0.002 0.902
e ∥ ⟨111⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ 2.61 ± 0.02 −2.0 ± 0.5 0.006 0.955
e ∥ ⟨11̄0⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ −1.36 ± 0.02 8.8 ± 0.5 0.000 0.889
e ∥ ⟨11̄0⟩, H ∥ ⟨111⟩ 2.63 ± 0.02 1.9 ± 0.5 0.003 0.956
e ∥ ⟨001⟩, H ∥ ⟨001⟩ 3.60 ± 0.03 1.7 ± 0.6 0.016 0.969
e ∥ ⟨001⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ 0.017

Tableau IV.4 – Paramètres d’ajustement des courbes ε′
r (µ0H) mesurées à

20 K sur le cristal C133 de Ho2Ti2O7. La fonction utilisée pour l’ajustement est
a(µ0H)2 + bµ0H + c. Le paramètre R2 correspond au coefficient de détermination de
l’ajustement. Les courbes mesurées pour e ∥ H ∥ ⟨11̄0⟩ ne sont pas centrées en µ0H = 0
(probablement à cause d’un champ magnétique rémanent) ce qui explique l’ajustement
moins bon.

3.1.2 Ho2Ti2O7

La figure IV.14 présente la variation avec le champ magnétique de la partie réelle de la
permittivité diélectrique mesurée sur Ho2Ti2O7. La plus basse température de mesure est ici
2.5 K : la quantité ∆ε′

r tracée sur la figure est donc définie par ∆ε′
r(µ0H) = ε′

r(µ0H,T ) −
ε′

r(µ0H = 0, T = 2.5 K). Les variations observées sont dix fois plus faibles que pour Tb2Ti2O7.
A haute température (20 K), un effet quadratique opposé à celui observé dans Tb2Ti2O7 est
visible dans les mesures avec e ∥ ⟨111⟩ et e ∥ ⟨11̄0⟩ : le coefficient de plus haut degré est néga-
tif pour e ∥ H et positif pour e ⊥ H . A l’inverse, pour e ∥ ⟨001⟩, le comportement à haute
température est similaire à celui de Tb2Ti2O7 : un effet quadratique de même signe (positif)
est mesuré pour H ∥ ⟨001⟩ tandis qu’aucun effet du champ magnétique n’est relevé pour
H ∥ ⟨11̄0⟩. Les coefficients obtenus pour l’ajustement des courbes à 20 K sont donnés dans
le tableau IV.4. La dépendance de ε′

r avec le champ magnétique H est par contre bien plus
complexe dans Ho2Ti2O7 que dans Tb2Ti2O7 à basse température : différents changements
de pentes (indiqués par des flèches rouges sur les courbes expérimentales) sont observés à
2.5 K pour le composé à l’holmium. En se concentrant tout d’abord sur les mesures avec
e ∥ H , on relève des changements de pentes aux champs magnétiques suivants :

— e ∥ H ∥ ⟨111⟩ : 1 T et 3 T ;
— e ∥ H ∥ ⟨11̄0⟩ : 1.2 T ;
— e ∥ H ∥ ⟨001⟩ : 1.8 T.

On a donc une signature électrique des phases sous champ magnétique de Ho2Ti2O7 : les
valeurs relevées correspondent globalement aux débuts des plateaux d’aimantation à 2.5 K
(estimés à partir des mesures d’aimantation de la référence [PLB03] reproduites sur la fi-
gure IV.2a). Les résultats pour e ⊥ H sont plus difficiles à interpréter. Si l’on retrouve des
changements de pentes pour e ∥ ⟨111⟩ et H ∥ ⟨11̄0⟩ ainsi que pour e ∥ ⟨001⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ (res-
pectivement vers 2.5 T et 0.5 T), ceux-ci ne peuvent pas être facilement reliés au diagramme
de phase magnétique du composé. De même, aucun changement de pente n’est visible pour
e ∥ ⟨11̄0⟩ et H ∥ ⟨111⟩. Finalement, comme pour Tb2Ti2O7, les mesures en fonction de la tem-
pérature avec un champ magnétique constant montrent que les effets magnéto-diélectriques
se développent progressivement en dessous de 30 K.
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Figure IV.14 – Variation avec le champ magnétique de la partie réelle ε′
r de

la permittivité diélectrique de Ho2Ti2O7 (échantillon C133) mesurée à 10 kHz.
La quantité tracée est définie par ∆ε′

r(T, µ0H) = ε′
r(T, µ0H) − ε′

r(2.5 K, 0 T). La direction
du champ électrique de mesure e et du champ magnétique statique appliqué µ0H est
indiquée sur chaque figure. Les flèches rouges indiquent des changements de pentes à
2.5 K.
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3.1.3 Effet de la magnétostriction

Pour tracer la variation ∆ε′
r(µ0H) sur les figures IV.12, IV.13 et IV.14 de la partie

précédente, les surfaces S et les épaisseurs l des plaquettes ont été considérées constantes.
Cette hypothèse était nécessaire puisque la quantité mesurée est la capacité Cp = ε0ε

′
rS/l et

non directement ε′
r. Avant d’analyser en détail les mesures de ces deux composés, il convient

donc de justifier cette hypothèse en regardant l’amplitude des effets magnétostrictifs.

Peu de données de magnétostriction sont publiées dans la littérature. Pour Tb2Ti2O7, la
magnétostriction longitudinale (respectivement transverse) mesurée est ∆l∥/l∥ ∼ 4 × 10−4

(respectivement ∆l⊥/l⊥ ≃ −1.5 × 10−4) à 4 T et 4.2 K sur poudre [Ale+85]. Sur monocris-
taux, la magnétostriction longitudinale déterminée est ∆l∥/l∥ ≃ 3.5 × 10−4 pour H ∥ ⟨111⟩
[Ale+85] tandis que la magnétostriction transverse est trouvée de l’ordre de ∆l⊥/l⊥ ≃
−3 × 10−4 pour H ∥ ⟨11̄0⟩ [Ruf+10b]. Pour évaluer l’effet de ces variations de longueur
sur Cp, on se base sur la mesure de la plaquette ⟨111⟩ de l’échantillon C119 : à 4 K, on
mesure une capacité Cp = 33.64 pF en champ magnétique nul et Cp = 33.76 pF à 4 T. La
variation de la capacité ∆Cp/Cp = [Cp(4 T) − Cp(0 T)]/Cp(0 T) est donc de 0.36 %. Si l’on
considère que seul S et l varient avec le champ magnétique, on trouve

∆Cp

Cp
≃ 2∆l⊥

l⊥
−

∆l∥
l∥

≃ −0.07 % (IV.2)

où on a utilisé la valeur ∆l∥/l∥ = 3.5 × 10−4 obtenue sur monocristaux et la valeur ∆l⊥/l⊥ =
−1.5 × 10−4 mesurée sur poudre. La variation de Cp avec le champ magnétique est donc lar-
gement dominée par la variation de ε′

r : l’effet magnétostrictif est de signe opposé et bien plus
faible que l’effet magnéto-diélectrique. Pour Ho2Ti2O7, la magnétostriction est dix fois plus
faible que pour Tb2Ti2O7 : ∆l||/l|| ∼ 10−5 [Ale+85]. Comme les variations de Cp mesurées
sur Ho2Ti2O7 sont aussi dix fois moins importantes que celles mesurées sur Tb2Ti2O7, les
contributions magnéto-diélectriques dominent aussi la magnétostriction dans Ho2Ti2O7. Le
fait qu’un même facteur 10 apparaisse entre l’amplitude de la magnétostriction et l’amplitude
des effets magnéto-diélectriques entre ces deux composés sera discuté ultérieurement.

3.1.4 Résumé

Les résultats principaux observés dans les mesures de permittivité diélectrique sous
champ magnétique sont résumés ici :

— Les effets magnéto-diélectriques sont visibles en dessous de 30 K dans les deux com-
posés Tb2Ti2O7 et Ho2Ti2O7. Cette gamme de température correspond au régime
intermédiaire discuté pour Ho2Ti2O7 dans le paragraphe 1.1.1 de ce chapitre ;

— La dépendance en champ magnétique de ∆ε′
r dans ce régime intermédiaire est qua-

dratique pour toutes les directions mesurées sauf pour e ∥ ⟨001⟩ et H ∥ ⟨11̄0⟩ ou
aucun effet n’est relevé. Le caractère concave ou convexe de la variation de ∆ε′

r avec
H dépend de la direction de e et H et de l’échantillon Tb2Ti2O7 ou Ho2Ti2O7 ;

— Dans le régime basse température (T . 8 K), quelques modulations légères de la
variation quadratique sont observées dans Tb2Ti2O7 tandis que des modulations im-
portantes sont visibles aux changements de phase magnétique dans Ho2Ti2O7 ;

— Les résultats ne dépendent pas (au moins dans Tb2Ti2O7) des défauts ;
— Les effets observés sont dix fois plus importants dans Tb2Ti2O7 que dans Ho2Ti2O7.
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Figure IV.15 – Courant mesuré en fonction de la température sur les pla-
quettes ⟨111⟩ des échantillons Tb2Ti2O7 C119 et Ho2Ti2O7 C133 pour diffé-
rents champs magnétiques appliqués H ∥ ⟨111⟩. Le courant Iref est mesuré lors
du refroidissement avec une tension appliquée de 200 V. Le courant pyroélectrique Ipyro
est mesuré lors de la remontée en température sans tension appliquée. A gauche : pour
l’échantillon Tb2Ti2O7 C119. Le courant Iref augmente avec le champ magnétique à basse
température. A droite : pour l’échantillon Ho2Ti2O7 C133.

3.2 Courant pyroélectrique sous champ magnétique

Les mesures de courant pyroélectrique sous champ magnétique ont aussi été réalisées
pour les six configurations (E,H) accessibles expérimentalement dans la gamme de champ
magnétique 0 − 4 T et la gamme de température 2.5 − 100 K. Pour ces mesures, le champ
magnétique H était appliqué durant l’ensemble du processus : pendant le refroidissement
depuis 300 K sous tension V = 200 V, lors des 30 min d’attente à 2.5 K sans tension et lors
de la mesure du courant pyroélectrique pendant le réchauffement.

La figure IV.15 montre les résultats obtenues avec H ∥ ⟨111⟩ sur les plaquettes ⟨111⟩
des échantillons Tb2Ti2O7 C119 et Ho2Ti2O7 C133 entre 2.5 et 95 K. Très peu de change-
ments sont observés lorsque le champ magnétique est appliqué. Le courant pyroélectrique
est indépendant du champ magnétique pour les deux composés. La seule différence notable
est observée pour Tb2Ti2O7 dans le courant Iref en dessous de 20 K : le courant mesuré est
plus important lorsque le champ magnétique augmente. Cette caractéristique est aussi vi-
sible pour les autres directions E ∥ H . L’effet inverse est observé pour E ⊥ H sauf pour
la mesure avec E ∥ ⟨001⟩ et H ∥ ⟨11̄0⟩ où aucun effet n’est observé. Le lien qui semble
pouvoir être établi avec les mesures de permittivité diélectrique sera expliqué dans la par-
tie suivante par une analyse des tenseurs de susceptibilité magnéto-diélectrique. L’absence
de dépendance des mesures de Ho2Ti2O7 avec H est probablement liée à l’amplitude bien
moindre des effets magnéto-diélectriques dans ce composé.
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3.3 Approche phénoménologique par les symétries
Cette partie est consacrée à une approche phénoménologique des mesures basée sur les

symétries. Il s’agit plus précisément d’analyser le caractère concave ou convexe de l’effet
quadratique observé à haute température dans les deux composés Tb2Ti2O7 et Ho2Ti2O7.

3.3.1 Symétrie des tenseurs de susceptibilité

La dépendance en champ magnétique de la permittivité diélectrique ε peut être décom-
posée sous la forme d’une somme de tenseurs de susceptibilité magnéto-diélectrique. En se
basant sur les équations II.16 et II.17 et en omettant tout effet non linéaire lié au champ
électrique, il vient (en sommant sur les indices répétés)

εij(H) = ε0
(
δij + χee

ij

)
+ γijlHl + δijlkHlHk + ... (IV.3)

où χee est le tenseur de susceptibilité électrique et où γ, δ sont les tenseurs de susceptibilité
magnéto-diélectrique 6. Ces tenseurs ne dépendent que de la température et caractérisent
des propriétés intrinsèques des composés : ce sont ces quantités qui sont contraintes par les
symétries. Soulignons que seuls les tenseurs magnéto-diélectriques non linéaires interviennent
dans l’équation IV.3 et donc que les effets mesurés ne peuvent pas être liés à l’effet magnéto-
électrique linéaire α. Cet aspect provient du fait que la permittivité diélectrique caractérise
la réponse électrique d’un échantillon soumis à une excitation électrique : deux champs
électriques interviennent dans le processus de mesure.

Remarquons que les tenseurs intervenant dans l’équation IV.3 interviennent aussi dans le
courant de refroidissement Iref : l’équation II.18 explicite le lien direct entre la conductivité
et la permittivité diélectrique. En conséquences, les effets mesurés sous champ magnétique
dans le courant de refroidissement de Tb2Ti2O7 correspondent à ceux observés dans la per-
mittivité diélectrique ε′

r en fonction du champ magnétique 7. A l’inverse, comme les tenseurs
de susceptibilité impliqués dans le courant pyroélectrique Ipyro sont différents, les effets son-
dés le sont aussi. On peut le remarquer en notant que le courant pyroélectrique mesuré dans
la direction i est directement relié à la polarisation électrique Pi : d’après l’équation I.7, il
vient (en sommant sur les indices répétés)

Pi = P S
i + αilHl + 1

2
βilkHlHk + . . . (IV.4)

On retrouve le fait qu’un seul champ électrique apparaît dans les mesures de courant py-
roélectrique : le champ électrique de réponse. Les mesures de courant pyroélectrique sont
effectivement réalisées sans tension V appliquée.

On se concentrera dans la suite sur le tenseur magnéto-diélectrique δ responsable de la
dépendance quadratique de ∆ε′

r avec le champ magnétique et de l’effet observé dans Iref .

6. Le terme γijlHl peut sembler en désaccord avec la variation linéaire en champ magnétique symétrique
par rapport à H = 0 de ε′

r observée pour certaines directions. Ce n’est néanmoins pas le cas : il faut prendre
en compte la façon dont l’ensemble du terme γijlHl se transforme sous l’effet du renversement du temps 1′

pour déterminer le comportement de ε′
r de part et d’autre de l’axe H = 0 et non seulement la transformation

Hl → −Hl. Pour la partie réelle, il s’agit donc aussi de tenir compte de la relation 1′γijl = −γjil [Gal+19].
7. L’inverse n’est pas forcément vrai : à fréquence non nulle, certains mécanismes responsables d’une

polarisation électrique induite peuvent être bloqués.
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H = 0 H ∥ ⟨001⟩ H ∥ ⟨11̄0⟩ H ∥ ⟨111⟩
Groupe d’espace magnétique Fd3̄m1′ I41/am′d′ Imm′a′ R3̄m′

Groupe ponctuel magnétique m3̄m1′ 4/mm′m′ mm′m′ 3̄m′

Tableau IV.5 – Groupes d’espaces magnétiques et groupes ponctuels magné-
tiques de Ho2Ti2O7. Pour H ∥ ⟨111⟩, le même groupe d’espace est déterminé pour la
phase K−ice et M−ice. Les groupes magnétiques sont identiques pour Tb2Ti2O7 dans les
cas H = 0, H ∥ ⟨111⟩ (au moins pour T = 0.3 K et H < 12 T [Saz+13]) et H ∥ ⟨11̄0⟩
(au moins pour T ≥ 3 K et H ≤ 4 T [Saz+10 ; Saz+12]).

Les restrictions imposées par les symétrie sur un tenseur représentant une propriété
physique sont obtenues en déterminant le groupe ponctuel magnétique du système puis en
application des opérations de ce groupe sur le tenseur. On se contentera ici de donner les
résultats. Le tableau IV.5 présente les groupes d’espaces et les groupes ponctuels trouvés
pour Ho2Ti2O7. Le même raisonnement sur Tb2Ti2O7 est plus difficile puisque que l’orienta-
tion des moments magnétiques change continuement lorsque le champ magnétique augmente.
Néanmoins, les groupes d’espace magnétique pour H ∥ ⟨111⟩ et H ∥ ⟨11̄0⟩ ont été détermi-
nés à basse température par diffraction neutronique dans les références [Saz+10 ; Saz+12 ;
Saz+13] : il s’agit des mêmes groupes d’espaces magnétiques que pour Ho2Ti2O7. Le cas de
H ∥ ⟨001⟩ est problématique puisque l’influence de H est moins connue. Par analogie avec
les autres directions, on supposera que le groupe d’espace est aussi identique à Ho2Ti2O7.

Les tenseurs restreints par les symétries sont tabulés pour tous les groupes ponctuels
magnétiques [Gal+19]. Avant de donner les résultats, on souligne deux difficultés.

1. Les tenseurs symétriques à plus de deux indices sont généralement écrits en utilisant
la notation des indices réduits. Deux indices i ∈ J1, 3K, j ∈ J1, 3K symétriques sont
remplacés par un unique indice u ∈ J1, 6K tel que u ≡ i si i = j et u ≡ 9 − (i+ j) si
i ̸= j. Le tenseur δ est symétrique pour ses deux premiers indices et pour ses deux
derniers indices. Il s’écrit donc sous la forme d’une matrice 6 × 6.

2. Les tenseurs sont donnés dans un repère (a, b, c) naturel pour le groupe ponctuel
considéré. Par rapport au repère cubique ([100], [010], [001]), on aura :
— Pour les groupes m3̄m1′ (H = 0) et 4/mm′m′ (H ∥ ⟨001⟩) : a = [100], b = [010],

c = [001] ;
— Pour le groupe mm′m′ (H ∥ ⟨11̄0⟩) : a = [11̄0]/

√
2, b = [110]/

√
2, c = [001] ;

— Pour le groupe 3̄m′ (H ∥ ⟨111⟩) : a = [11̄0]/
√

2, b = [112̄]/
√

6, c = [111]/
√

3.

Pour H = 0, la forme restreinte du tenseur s’écrit

δm3̄m1′ = ε0µ
2
0



δxx δxy δxy 0 0 0
δxy δxx δxy 0 0 0
δxy δxy δxx 0 0 0
0 0 0 δ44 0 0
0 0 0 0 δ44 0
0 0 0 0 0 δ44


(IV.5)
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et les expressions obtenues pour les trois groupes ponctuels magnétiques associés à H ∥ ⟨001⟩,
H ∥ ⟨11̄0⟩ et H ∥ ⟨111⟩ s’écrivent respectivement

δ4/mm′m′ = ε0µ
2
0



∆xx ∆xy ∆xz 0 0 0
∆xy ∆xx ∆xz 0 0 0
∆zx ∆zx ∆zz 0 0 0

0 0 0 ∆44 0 0
0 0 0 0 ∆44 0
0 0 0 0 0 ∆66


,

δmm′m′ = ε0µ
2
0



dxx dxy dxz 0 0 0
dyx dyy dyz 0 0 0
dzx dzy dzz 0 0 0
0 0 0 d44 0 0
0 0 0 0 d55 0
0 0 0 0 0 d66


,

δ3̄m′ = ε0µ
2
0



Dxx Dxy Dxz D14 0 0
Dxy Dxx Dxz −D14 0 0
Dzx Dzx Dzz 0 0 0
D41 −D41 0 D44 0 0
0 0 0 0 D44 0
0 0 0 0 0 (Dxx −Dxy)/2


.

(IV.6)

3.3.2 Analyse dans le régime intermédiaire

Expression des coefficients de variation quadratique. L’équation IV.6 donne la
forme contrainte par les symétries du tenseur de susceptibilité δ G en fonction du groupe
d’espace G du cristal sous champ magnétique (4/mm′m′ pour H ∥ ⟨001⟩, mm′m′ pour
H ∥ ⟨11̄0⟩ et 3̄m′ pour H ∥ ⟨111⟩). Cette relation permet d’obtenir une expression du coef-
ficient de variation quadratique ∆(2)ε′

r des six observables ∆ε′
r mesurées expérimentalement

en fonction des composantes des tenseurs avec la relation

∆(2)ε′
r = 1

ε0µ2
0

∑
ijkl

δ G
ijkleiejHkHl

. (IV.7)

Dans cette équation ei,j = eα/|e| et Hk,l = Hα/|H| avec α = x, y ou z. L’expression de
∆(2)ε′

r en fonction des composantes ∆uv, duv ou Duv est obtenue en remplaçant e et H par
les directions cristallographiques selon lesquelles ces champs ont été appliqués et en calculant
la somme IV.7. Le tableau IV.6 donne les résultats. Si on suppose que la variation de ε′

r sous
champ magnétique est uniquement quadratique, on a directement

∆ε′
r = (µ0H)2∆(2)ε′

r (IV.8)
où µ0H = µ0|H| est l’intensité du champ magnétique 8.

8. La définition retenue ici pour ∆ε′
r est légèrement différente de celle des mesures expérimentales. On

a ici ∆ε′
r(T,H) = ε′

r(T,H) − ε′
r(T,H = 0) avec T la température (fixe) de la mesure que l’on a tracé

∆ε′
r(T,H) = ε′

r(T,H) − ε′
r(T0,H = 0) avec T0 = 3 K (pour Tb2Ti2O7) ou T0 = 2.5 K (pour Ho2Ti2O7).
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H ∥ e H ⊥ e

e ∥ ⟨111⟩ Dzz = 1
3(4δ44 + δxx + 2δxy) + ϵ

∥
111

2
3dyx + 1

3dzx = 1
3(−2δ44 + δxx + 2δxy) + ϵ⊥

111

e ∥ (11̄0) dxx = 1
2(2δ44 + δxx + δxy) + ϵ

∥
11̄0 Dxz = 1

3(−2δ44 + δxx + 2δxy) + ϵ⊥
11̄0

e ∥ ⟨001⟩ ∆zz = δxx + ϵ
∥
001 dzx = δxy + ϵ⊥

001

Tableau IV.6 – Quantités ∆(2)ε′
r exprimées en fonction des composantes des

tenseurs δ des équations IV.5 et IV.6. Les lignes du tableau associées à la direction
de e et les colonnes à la direction de H . Cette présentation permet une comparaison
directe avec les figures IV.12 et IV.14 présentées de la même façon. Pour les mesures
H ⊥ e, la direction du champ magnétique correspondant est H ∥ ⟨11̄0⟩ (pour e ∥ ⟨111⟩
et e ∥ ⟨001⟩) et H ∥ ⟨111⟩ (pour e ∥ ⟨11̄0⟩).

Pour pouvoir analyser l’ensemble des mesures dans un même cadre, il faut faire l’hy-
pothèse que l’on passe de façon continue et progressive du groupe d’espace magnétique
m3̄m1′ aux différents groupes d’espace magnétiques associés à chaque direction de H . Cette
hypothèse parait pertinente dans la phase paramagnétique corrélée à 20 K : les courbes d’ai-
mantation sont continues et varient de façon régulière. Dans ce cas, on peut supposer que
les composantes ∆uv, duv et Duv peuvent se réécrire en fonction des composantes δu′v′ de la
phase parente associée au groupe ponctuel m3̄m1′ (équation IV.5) et d’un terme supplémen-
taire ϵ (supposé faible) rendant compte de l’effet conjoint du champ électrique e et du champ
magnétique H sur le système 9. Les six coefficients ∆(2)ε′

r obtenus avec cette procédure sont
reportées dans le tableau IV.6. Les différents termes ϵ intervenant dans un même coefficient
∆(2)ε′

r ont été sommés pour former un seul terme ϵ. Puisque six configurations (e,H) ont été
mesurées expérimentalement, six termes ϵ différents sont définis. Ceux-ci sont notés ϵ∥

e pour
les mesures avec H ∥ e et ϵ⊥

e pour les mesures avec e ⊥ H , l’indice e donnant la direction
du champ électrique de mesure.

Hypothèses simplificatrices et signes des coefficients. Pour aller plus loin, on peut
comparer les expressions de ∆(2)ε′

r du tableau IV.6 aux mesures de Tb2Ti2O7 (figure IV.12) et
Ho2Ti2O7 (figure IV.14) à 20 K. Remarquons aussi que les coefficients a des tableaux IV.3 et
IV.4 obtenus en ajustant les données expérimentales avec une fonction du type aH2 + bH+c
s’identifient directement aux coefficients ∆(2)ε′

r ici. On examine successivement plusieurs
configurations intéressantes permettant de faire des simplifications.

1. Un configuration intéressante est e ∥ ⟨001⟩ et H ∥ ⟨11̄0⟩. Pour les deux composés
Tb2Ti2O7 et Ho2Ti2O7, on a a = 0 à 20 K : aucune variation de ε′

r n’est observée sous
champ magnétique. Aussi, le coefficient ∆(2)ε′

r doit être nul. Le tableau IV.6 donne
l’expression ∆(2)ε′

r = δxy + ϵ⊥
001. On fait donc l’hypothèse (raisonnable) δxy = ϵ⊥

001 = 0.

9. La procédure est la suivante :
— On réécrit le tenseur δm3̄m1′ de l’équation IV.5 dans le même repère que le tenseur δ4/mm′m′ , δmm′m′

ou δ3̄m′ en fonction de la direction du champ magnétique considérée ;
— On identifie les composantes de mêmes indices uv ;
— On ajoute une petite quantité ϵ.

Le cas H ∥ ⟨001⟩ est le plus simple puisque les tenseurs δm3̄m1′ et δ4/mm′m′ sont déjà exprimés dans le même
repère. Dans ce cas, les deux dernières étapes donnent directement ∆uv = δuv + ϵ.
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2. Les configurations e ∥ ⟨111⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ et e ∥ ⟨11̄0⟩, H ∥ ⟨111⟩ sont aussi intéres-
santes. On remarque que les coefficients quadratiques expérimentaux a de Tb2Ti2O7
sont très proches : −1.020 × 10−3 T−2 et −1.140 × 10−3 T−2 respectivement. Il en est
de même pour Ho2Ti2O7 : 2.61 × 10−4 T−2 et 2.63 × 10−4 T−2 respectivement. En ins-
pectant le tableau IV.6, on trouve les expressions ∆(2)ε′

r = (−2δ44 + δxx)/3 + ϵ⊥
111 et

∆(2)ε′
r = (−2δ44 + δxx)/3 + ϵ⊥

11̄0 respectivement. Hormis les coefficients ϵ, les expres-
sions sont les mêmes. On peut donc faire l’hypothèse ϵ⊥

111 = ϵ⊥
11̄0.

Seules les quantités δxx, δ44 et ϵ∥
e semblent intervenir dans les mesures hautes températures.

En négligeant les termes ϵ∥ (supposés faibles), on peut déterminer le signe des coefficients
δxx et δ44 pour les deux composés. Pour cela, on s’appuie sur la configuration e ∥ H ∥ ⟨001⟩
puisque l’on a alors l’expression ∆(2)ε′

r = δxx. Comme les coefficients a expérimentaux de
Tb2Ti2O7 et Ho2Ti2O7 sont positifs, on a necessairement δxx > 0. En inspectant à nouveau
le tableau IV.6 et les tableaux IV.3 et IV.4 (donnant les coefficients a expérimentaux), on
trouve que les coefficients δ44 doivent être de signe opposés pour les deux composés (δ Tb

44 > 0
& δHo

44 < 0) et respecter la condition |2δ44| > δxx.

Application numérique. Pour Tb2Ti2O7, on peut obtenir un accord quantitatif remar-
quable entre les valeurs des coefficients a et les coefficients ∆(2)ε′

r sans tenir compte des
quantités ϵ. En prenant δxx = 1 × 10−3 T−2 et δ44 = 2 × 10−3 T−2, on trouve :

— ∆(2)ε′
r = 3 × 10−3 T−2 pour e ∥ H ∥ ⟨111⟩ (a = 3.060 × 10−3 T−2) ;

— ∆(2)ε′
r = 2.5 × 10−3 T−2 pour e ∥ H ∥ ⟨11̄0⟩ (a = 2.490 × 10−3 T−2) ;

— ∆(2)ε′
r = 1 × 10−3 T−2 pour e ∥ H ∥ ⟨001⟩ (a = 1.140 × 10−3 T−2) ;

— ∆(2)ε′
r = −1 × 10−3 T−2 pour e ∥ ⟨111⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩ et e ∥ ⟨11̄0⟩, H ∥ ⟨111⟩ (a =

−1.020 × 10−3 T−2 et −1.140 T−2 respectivement).
Tous les coefficients a sont bien reproduits avec seulement deux paramètres δxx et δ44. Pour
Ho2Ti2O7, la même démarche n’est pas possible : les quantités ϵ ne peuvent pas être négligés.

Conclusion et conséquences. Le signe convexe (a > 0) ou concave (a < 0) de la variation
quadratique de ε′

r avec le champ magnétique (ou l’absence de variation a = 0) mesurée à 20 K
pour six configurations (e,H) sur deux échantillons est donc tout à fait compatible avec les
symétries. On peut aussi déterminer l’expression de la variation du tenseur ε′

r en fonction de
δxx, δxy et δ44 pour les trois directions du champ magnétique H selon les relations IV.7 et
IV.8 :

ε′
r(H ∥ ⟨001⟩) = (µ0H)2

δxy 0 0
0 δxy 0
0 0 δxx

 ,

ε′
r

(
H ∥ ⟨11̄0⟩

)
= (µ0H)2

2

δxx + δxy −2δ44 0
−2δ44 δxx + δxy 0

0 0 δxy

 ,

ε′
r(H ∥ ⟨111⟩) = (µ0H)2

3

δxx + 2δxy 2δ44 2δ44
2δ44 δxx + 2δxy 2δ44
2δ44 2δ44 δxx + 2δxy

 .

(IV.9)

avec δxy = 0 d’après l’analyse ci-dessus. L’accord qualitatif (respectivement quantitatif)
obtenu pour Ho2Ti2O7 (respectivement Tb2Ti2O7) permet de poser des contraintes sur les
composantes de ε′

r qui aideront à l’identification du mécanisme microscopique.
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3.4 Simulations Monte-Carlo du modèle de Khomskii
Cette partie aborde les résultats des mesures magnéto-électriques sous un angle différent

de l’analyse de symétrie précédente. Il s’agit ici de partir d’un modèle microscopique, celui de
Khomskii, pour tenter de comprendre les observations [Kho12]. Les données expérimentales
mesurées sur la glace de spin Ho2Ti2O7 sont comparées aux prédictions de ce modèle obte-
nues par des simulations numériques basées sur la méthode de Monte-Carlo et l’algorithme
de Métropolis [MU49 ; Met+53]. Ces calculs sont néanmoins préliminaires et les résultats
présentés dans la suite devront être approfondis ultérieurement.

3.4.1 Description des simulations

Dans le modèle de Khomskii (décrit dans la section 3.1 du chapitre I), un dipôle électrique
est associé à chaque (anti)monopole magnétique (et donc aux tétraèdres 3I1O et 1I3O) des
glaces de spin. Les calculs Monte-Carlo effectués ici ont donc pour objectif de modéliser un
système de N spins Ising classiques sur un réseau pyrochlore avec des interactions ferroma-
gnétiques premier voisin qui rend compte d’un état glace de spin. Comme on sera intéressé
par l’effet d’un champ magnétique le hamiltonien total s’écrit

H = −3Jeff
∑
⟨ij⟩

SiSj − µ0H ·
∑
i

gJJµBSi (IV.10)

où le premier terme est le hamiltonien des glaces de spin classiques (équation I.1 avec |Si| = 1)
et où le second rend compte d’un effet Zeeman. Le principe général des simulations Monte-
Carlo appliqué à des systèmes de spins tel que celui-ci est décrit dans la section 2.2 du
chapitre III. Dans le cadre des mesures magnéto-diélectriques, on va chercher à calculer
l’évolution de la polarisation électrique et de la permittivité diélectrique sous champ magné-
tique. La seule contribution à ces quantités incluse dans les simulations est la contribution
phénoménologique de Khomkskii. Dans ce cas, les tétraèdres 2I2O et AIAO ne contribuent
pas à la polarisation électrique tandis qu’un moment dipolaire électrique p dirigé du centre
du tétraèdre vers le spin in (respectivement out) est associé à chaque tétraètre 1I3O (res-
pectivement 3I1O). Il suffit donc de compter le nombre d’apparitions de chaque type de
tétraèdre 1I3O et 3I1O (il en existe 8 au total) pour obtenir la polarisation électrique par
site P d’une configuration de N spins modélisée numériquement. Cette polarisation s’iden-
tifie directement à la somme vectorielle de l’ensemble des moments dipolaires électriques p
de ces tétraèdres divisée par le nombre de spins N . Le tenseur de susceptibilité électrique
χee peut ensuite être déterminé en calculant les fluctuations de la polarisation 10

χee
αβ = V

ε0

⟨PαPβ⟩ − ⟨Pα⟩⟨Pβ⟩
kBT

(IV.11)

avec V le volume et la permittivité diélectrique s’écrit alors directement

εr(T,H) = 1 + χee(T,H). (IV.12)

10. Le tenseur χee
αβ calculé dans l’équation IV.11 ne s’identifie pas au tenseur χee

ij apparaissant dans l’équa-
tion IV.3 de la section précédente. Dans l’analyse de symétrie, χee

ij ne dépend que de la température et la
dépendance en champ magnétique est reportée dans les termes d’ordre supérieurs γijlHl et δijlkHlHk. A l’in-
verse, les composantes du tenseur χee obtenues par les simulations Monte-Carlo dépendent du hamiltonien
IV.10 et donc du champ magnétique H.
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Figure IV.16 – Courbes d’aimantation de la glace de spin Ho2Ti2O7 obtenues
par simulations Monte-Carlo. De gauche à droite : H ∥ ⟨001⟩, H ∥ ⟨11̄0⟩, H ∥ ⟨111⟩.

Mentionnons à ce stade deux aspects différents entre les simulations et les mesures expé-
rimentales.

1. Les interactions dipolaires à longue portée ont été négligées dans le hamiltonien IV.10.
Ces interactions sont nécessaires pour reproduire toutes les caractéristiques de la glace
de spin dipolaire Ho2Ti2O7 puisqu’elles sont responsables de l’interaction magnétosta-
tique entre les monopoles magnétiques.

2. La susceptibilité électrique calculée avec la relation IV.11 s’identifie à la suscepti-
bilité électrique statique (isotherme) alors que les mesures sont dynamiques : e est
appliqué avec une fréquence f = 10 kHz. La variation mesurée à fréquence non nulle
doit cependant se retrouver à fréquence nulle : ε′

r mesure la polarisation électrique
induite par un champ électrique et tous les mécanismes contribuant à cette quantité
s’ajoutent à fréquence nulle. Ce n’est que lorsque la fréquence du champ électrique
est trop importante que certains mécanismes sont bloqués et ne contribuent plus à la
polarisation induite 11.

Les paramètres utilisés pour les simulations sont ceux de Ho2Ti2O7 : gJJµB = 10µB et
Jeff = 1.8 K [Bra+01]. Les résultats obtenus peuvent donc directement être comparés aux
données expérimentales de Ho2Ti2O7. Toutes les simulations ont été réalisées pour N = 1024
spins (correspondants à 4 mailles unités cubiques de 16 spins dans chaque direction de l’es-
pace) 12. Un pas Monte-Carlo est alors défini comme N tentatives de retourner un spin (single
spin flip) et N/10 retournement de boucles de spins (loop flip). Le système est d’abord si-
mulé à haute température T0 puis la température est progressivement abaissée selon une loi
Ti+1 = 0.8Ti jusqu’à atteindre la température de mesure Tmes selon une procédure de recuit
simulé. A chaque température intermédiaire, le système est thermalisé afin d’atteindre un
état d’équilibre. 100 pas Monte Carlo sont suffisants pour la thermalisation du fait des tem-
pératures de mesures suffisamment élevées (Tmes ≥ 2.5 K > Jeff). Une fois la thermalisation
à la température Tmes effectuée, les observables sont calculées en prenant la moyenne de
10 000 mesures. Afin de garantir une décorrélation suffisante entre les configurations de spin
associés à chaque mesure, 10 pas Monte Carlo sont effectués entre deux mesures.

11. Remarquons aussi que le temps caractéristique associé au déplacement des charges magnétiques (et
donc des dipôles électriques de Khomskii) est de l’ordre de 10−8 s dans Ho2Ti2O7 [Cla+09]. Un champ
électrique e de fréquence f = 10 kHz apparaitra donc statique par rapport à ce temps caractéristique.

12. Ce nombre est très faible et devra être augmenté pour des simulations plus réalistes.
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La figure IV.16 présente l’aimantation par site M calculée pour des ions Ho3+ en fonction
du champ magnétique appliqué dans les trois directions H ∥ (111), H ∥ (11̄0) et H ∥ (001).
Les températures choisies pour ces simulations, T = 1.6 K, 2.5 K, 4.5 K, 9 K et 18 K sont les
mêmes que celles des courbes expérimentales de la référence [PLB03] reproduites sur la figure
IV.2b. La méthode de calcul est validée par le bon accord entre les mesures expérimentales
et les simulations numériques. Les faibles différences qui peuvent être observées (notamment
pour H ∥ ⟨001⟩) sont dues à l’absence d’interactions dipolaires dans les simulations.

3.4.2 Comparaison avec les données expérimentales

Les données expérimentales peuvent à présent être comparées aux simulations du mo-
dèle de Khomskii. La polarisation calculée (non montrée) est nulle pour les trois directions
H ∥ ⟨111⟩, ⟨11̄0⟩ et ⟨111⟩ du champ magnétique. Cette caractéristique n’est pas surpre-
nante : les charges magnétiques sont toujours créér par paires (monopole - antimonopole
magnétique) avec en conséquence une compensation de la polarisation électrique à l’échelle
macroscopique 13. Ce résultat est en accord avec les données expérimentales où aucune pola-
risation électrique n’est mesurée.

La figure IV.17 présente le calcul de l’évolution de εr avec le champ magnétique pour
toutes les configurations (e,H) mesurées expérimentalement à T = 2.5 K et T = 20 K. Ces
résultats peuvent être comparés à ceux mesurés sur Ho2Ti2O7 (figure IV.14). On observe que
la contribution de Khomskii à la permittivité diélectrique décroît toujours avec le champ
magnétique. Des changements de comportement proches des changements d’états magné-
tiques sont toutefois visibles à basse température, à un peu plus bas champ que ce qui est
constaté expérimentalement. A haute température, la diminution continue ne semble pas
uniquement quadratique. Ce modèle est donc insuffisant pour expliquer l’ensemble des me-
sures : pour certaines configurations (e,H), la permittivité diélectrique augmente avec le
champ magnétique expérimentalement. Les courbes calculées montrent néanmoins plusieurs
caractéristiques intéressantes à 2.5 K :

1. La seule direction du champ magnétique pour laquelle la contribution de Khomskii à
la permittivité diélectrique ne tend pas vers 0 à fort champ magnétique est H ∥ ⟨11̄0⟩
avec e ∥ ⟨111⟩ et e ∥ ⟨001⟩. Cet aspect se comprend en notant que la phase glace
de monopoles stabilisée pour H ∥ ⟨111⟩ est antiferroélectrique (il n’y a donc plus de
fluctuations de polarisation électrique) tandis que plus aucun monopole magnétique
(et donc de dipôle électrique) n’existe dans la phase glace de spin ordonnée (H ∥
⟨001⟩). A l’inverse, seuls les deux moments magnétiques des chaines α sont orientés
par le champ magnétique pour H ∥ ⟨11̄0⟩ : des excitations induites par la température
peuvent subsister. Les dipôles électriques restant seront cependant nécessairement
perpendiculaires au champ magnétique puisque leur direction est celle des moments
magnétiques des chaines β. C’est pour cette raison que la contribution de Khomskii à
la permittivité diélectrique tend également vers une valeur nulle dans le cas e ∥ H ∥
⟨11̄0⟩.

13. Si aucune polarisation spontanée n’est prédite par le modèle de Khomskii, la phase stabilisée à fort
champ magnétique H ∥ ⟨111⟩ est antiferroélectrique : il s’agit d’une alternance de tétraèdres 1I3O (antimo-
nopole magnétique) et 3I1O (monopole magnétique) et donc d’une alternance de dipôles électriques orientées
dans la direction ⟨111⟩ et pointant dans des sens opposés.
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2. Des changements de pente associés aux changements de phase magnétique sont vi-
sibles. La courbe e ∥ H ∥ ⟨111⟩ illustre particulièrement bien cet aspect avec des
changements de pente vers 0.6 T (début de la phase kagomé-ice) et vers 3 T (début
de la phase monopole-ice).

Il est finalement intéressant de relier ces résultats à l’analyse de symétrie précédente. On
peut pour cela calculer l’ensemble des composantes du tenseur de permittivité diélectrique
pour toutes les directions du champ magnétique H . La forme des tenseurs de permittivité
calculée avec le modèle de Khomskii est cohérente avec celles de l’équation IV.9. Les com-
posantes de ε′

r faisant intervenir uniquement δxy sont néanmoins non nulles et les variations
sous champ magnétique observées sont du même ordre de grandeur que celles des compo-
santes ne faisant intervenir que δxx. Ceci n’est pas compatible avec les résultats de l’analyse
de symétrie pour le composé à l’holmium. Remarquons aussi que les variations avec le champ
magnétique des composantes diagonales sont dix fois plus importantes que celles des com-
posantes hors diagonales. Il semblerait donc que le modèle de Khomskii ne puisse pas non
plus expliquer l’ensemble des mesures de Tb2Ti2O7 bien qu’il serait necessaire d’adapter les
simulations aux spécificités de ce composé pour conclure.

4 Discussion
L’étude des propriétés magnéto-diélectriques de Ho2Ti2O7 et Tb2Ti2O7 montre des va-

riations de la permittivité diélectrique sous champ magnétique. Ces effets sont géants dans
Tb2Ti2O7 avec des variations dix fois plus importantes que celles mesurées dans Ho2Ti2O7
et ne dépendant pas des défauts dans Tb2Ti2O7. Si le comportement global des propriétés
magnéto-électriques est complexe, une signature électrique des changements d’états magné-
tiques de Ho2Ti2O7 induit par un champ magnétique est clairement observée à basse tempé-
rature. Les simulations Monte Carlo du modèle Khomskii [Kho12] montrent toutefois que ce
modèle est insuffisant pour décrire l’ensemble des données expérimentales.

L’origine des effets magnéto-diélectriques dans Ho2Ti2O7 et Tb2Ti2O7 est certainement
plus complexe. Une mesure intéressante est celle pour laquelle e ∥ H ∥ ⟨001⟩ à 2.5 K. Pour
Ho2Ti2O7, la permittivité diélectrique augmente avec le champ magnétique jusqu’à environ
2 T où un plateau est atteint. La phase stabilisée sous champ magnétique est alors une phase
glace de spin ordonnée où tous les tétraèdres sont dans des configurations 2I2O. L’augmenta-
tion de la permittivité entre la phase glace de spin en champ magnétique H = 0 et la phase
glace de spin ordonnée ne peut évidemment pas être reproduite dans le modèle de Khomskii :
le nombre de monopôle magnétique diminue à mesure que le champ magnétique augmente
et la permittivité diélectrique devrait diminuer en conséquence. Les tétraèdres 2I2O doivent
donc avoir une contribution non nulle à la permittivité diélectrique. Dans plusieurs études
antérieures sur les pyrochlores [KT04 ; SHM05], les mesures magnéto-diélectriques sont in-
terprétées de façon phénoménologique en incluant des termes proportionnels à l’aimantation
au carré, aux corrélations des moments magnétiques ⟨mi · mj⟩ ou encore aux corrélations
d’aimantation des tétraèdres dans la permittivité diélectrique. Il serait intéressant d’inclure
de telles contributions dans les simulations Monte-Carlo. Celles-ci pourraient expliquer l’aug-
mentation de la permittivité avec le champ magnétique. L’origine microscopique de ce type
d’effets, s’ils existent, reste cependant à établir.
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Figure IV.17 – Variation avec le champ magnétique de la permittivité diélec-
trique statique relative εr de Ho2Ti2O7 calculée pour le modèle de Khomskii
par simulations Monte-Carlo. La permittivité diélectrique relative en champ magné-
tique nul a été fixée à 1. Les points représentés pour µ0H < 0 sont les symétriques (par
rapport à µ0H = 0 T) de ceux calculés pour µ0H > 0. En violet : T = 2.5 K. En rouge :
T = 20 K. La direction du champ électrique de mesure e et du champ magnétique statique
µ0H est indiquée sur chaque figure.
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Bien que les dipoles électriques de Khomskii ne soient assurément pas responsables de
tous les effets observés, il serait intéressant d’améliorer les simulations préliminaires présen-
tées ici pour voir si certaines des caractéristiques expérimentales peuvent être comprises. Il
s’agirait pour cela de prendre en compte de façon plus précise les aspects dynamiques des
glaces de spin. En particulier, les interactions dipolaires ont été négligées dans tous calculs.
Responsables des interactions magnétostatiques entre les monopoles magnétiques, ces inter-
actions vont nécessairement avoir un effet notable sur la dynamique de ces derniers dans le
système et donc sur les effets électriques proposés par Khomskii. Les aspects dynamiques
devront aussi être pris en compte en calculant la permittivité diélectrique à fréquence non
nulle et non la permittivité diélectrique statique.

D’autres mesures expérimentales peuvent aussi être envisagées pour sonder les effets
magnéto-diélectriques. Il serait intéressant de réaliser des mesures magnétiques (aimanta-
tion, susceptibilité magnétique) sous champ électrique pour sonder les effets réciproques de
ceux observées ici et voir si un lien peut être établi. Remarquons enfin que les temps ca-
ractéristiques du déconfinement des monopoles magnétiques sont de l’ordre de 10−8 s dans
Ho2Ti2O7 dans le régime intermédiaire (3 K . T . 30 K) [Cla+09]. Des mesures à plus hautes
fréquences (dans le GHz ou THz) pourraient donc aussi révéler des effets remarquables si les
monopoles magnétiques sont effectivement associés à des degrés de liberté électrique.

5 Conclusion
L’étude des propriétés diélectriques d’un échantillon de Ho2Ti2O7 et de trois échantillons

de Tb2Ti2O7 a permis de mettre en évidence la présence de processus activés thermiquement
dépendant des échantillons. Ceux-ci sont associés à des relaxations polaires qui sont aussi
responsables de la faible polarisation électrique mesurée dans ces composés. L’ensemble de
ces résultats permettent de réinterpréter les études diélectriques antérieures reportées pour
ces systèmes. Les amplitudes et températures caractéristiques variables des processus activés
thermiquement ainsi que les polarisations électriques différentes mesurées sont attribuées à
des défauts chargés de nature et de quantités différentes dans les échantillons.

Les caractérisations magnéto-diélectriques révèlent une dépendance complexe des proprié-
tés électriques de Ho2Ti2O7 et de Tb2Ti2O7 avec le champ magnétique. A basse température,
des signatures électriques des transitions de phases magnétiques de la glace de spin Ho2Ti2O7
sont observées. S’il est tentant d’attribuer la dynamique électrique aux dipôles électriques
associées aux monopoles magnétiques du modèle de Khomskii, la comparaison des données
expérimentales avec les prédictions de ce modèle simulées par une approche Monte-Carlo
montre que cette approche est insuffisante. A plus haute température, des variations quadra-
tiques de la permittivité diélectrique avec le champ magnétique sont visibles dans les deux
composés et notamment dans Tb2Ti2O7 où ces effets sont dix fois plus importants que dans
Ho2Ti2O7. Si l’origine de ces phénomènes reste encore à élucider, une analyse de symétrie
prenant en compte l’ensemble des mesures de ces deux composés permet de contraindre les
mécanismes microscopiques sous jacents. La compréhension de ces effets haute température
apparaît essentielle pour comprendre convenablement les effets intriguants visibles à basse
température.





Chapitre V

Effets magnéto-élastiques dans
Tb2Ti2O7

Cette étude se concentre sur le composé Tb2Ti2O7 connu pour son comportement com-
plexe et exotique à très basse température dont la compréhension reste partielle. Les mesures
de spectroscopie THz sous champ magnétique confirment la présence de forts effets magnéto-
élastiques se manifestant sous la forme d’excitations hybrides champ cristallin - phonon,
même en présence d’un champ magnétique allant jusqu’à 15 T. La reproduction des spectres
mesurés par des calculs quantiques d’absorption permet de mieux caractériser ces couplages
et déterminer les termes importants du hamiltonien [Ame+20]. La comparaison de deux mo-
nocristaux différents (C119 et C311) en spectroscopie THz révèle finalement l’importance
capitale de ces couplages magnéto-élastiques dans la physique très basse température du
composé. L’état fondamental, liquide de spin ou ordre quadrupolaire, apparaît corrélé avec
l’amplitude des couplages spin-réseau.

Collaborations : Julien Robert, Rafik Ballou, Jérôme Debray (Institut Néel) ; Claudia
Decorse (ICMMO) ; Evan Constable (TU Wien) ; Kirill Amelin, Thomas Rõõm, Urmas Nagel
(NICPB) ; Pascale Roy, Jean-Blaise Brubach, Benjamin Langérôme (SOLEIL) ; Zhe Wang
(TU Dortmund).

Figure V.1 – Monocristal C119 de Tb2Ti2O7.
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1 Etat de l’art et motivations

1.1 L’énigme Tb2Ti2O7

Les premières études sur Tb2Ti2O7 montrent un composé pyrochlore non ordonné magné-
tiquement jusqu’à au moins 70 mK malgré la présence de corrélations magnétiques courte
portée antiferromagnétiques (θCW ≈ −19 K) visibles dès 50 K [Gar+99 ; Gar+01]. Les études
du champ cristallin indiquent un doublet fondamental Ising séparé de 1.5 meV du premier
doublet excité et un moment magnétique des ions Tb3+ à basse température de 5µB [Gin+00 ;
Gar+01]. Ces résultats seront confirmés par les nombreuses études ultérieures du champ cris-
tallin [MBH07 ; Lum+08 ; Ber+12 ; Zha+14 ; KM14 ; Pri+15 ; Rum+16d]. En parallèle, un
ordre all-in all-out (AIAO) est prédit pour des spins Ising en interactions antiferromagné-
tiques sur réseau pyrochlore avec une transition à 1 K pour Tb2Ti2O7 [HG00] en désaccord
avec les mesures expérimentales. D’autres caractéristiques s’avèrent difficiles à interpréter :
on citera par exemple la plus faible anisotropie de l’aimantation et de la susceptibilité magné-
tique que celle des glaces de spins classiques [Yas+02 ; Cao+09], l’anisotropie de la diffusion
diffuse [Gar+01 ; Yas+02 ; Gar+03] ou encore la coexistence de fluctuations à courte portée
et d’ordres à longue portée sous pression et champ magnétique [Mir+02 ; Mir+04 ; Rul+06].

Les processus dynamiques complexes sur des échelles de temps très différentes est un
autre aspect intriguant de Tb2Ti2O7. Si un ralentissement des fluctuations est observé en
µSR (rotation et relaxation du spin du muon) avec la mise en place des corrélations (entre
10 K et 1 K), celles-ci persistent jusqu’à au moins 70 mK [Gar+99 ; Ker+04 ; Yao+11] avec
des temps caractéristiques de l’ordre de 10−11 s. Dans la même gamme de température, un
gel d’une partie des spins est observé en diffusion neutronique dès 1.5 K [Yas+02] mais
semble lié à des défauts [Gar+03]. Les mesures de NSE (spectroscopie neutronique à écho
de spin) montrent également un ralentissement des fluctuations mais seulement en dessous
de 400 mK avec 10% des spins qui deviennent statiques à l’échelle de temps de la mesure
(10−9 s) [Gar+03 ; Ker+04]. Un gel partiel est aussi observé en régime quasi-statique dans
les mesures de susceptibilité magnétique DC [LHC01 ; Lho+12 ; Leg+12] et en susceptibilité
magnétique AC [Gar+03 ; Ham+04 ; Lho+12] à 0.1 − 0.2 K bien qu’une transition vers un
état verre de spin canonique soit exclue [Lho+12]. Un processus additionnel autour de 4 K
est aussi observé avec un temps caractéristique de l’ordre de 10−2 s [Lho+12].

La physique de Tb2Ti2O7 est aussi caractérisée par la présence d’effets magnéto-élastiques.
Une magnétostriction géante [Ale+85] et des anomalies dans les constantes élastiques étaient
déjà relevées dans les premières études [MPP86]. Ces effets sont confirmés par des mesures
ultrasonores plus récentes qui montrent un amollissement géant des constantes élastiques à
basse température affecté par un champ magnétique extérieur [Nak+11]. Les fluctuations
structurales à courte portée dépendantes du champ magnétique mesurées en diffusion des
rayons X entre 20 K et 0.3 K [Rul+06 ; Ruf+10b] sont associées à un effet précurseur d’une
transition coopérative Jahn-Teller prédite vers 0.1 K [MPP86]. La levée de dégénérescence du
doublet fondamental est suggérée par des mesures de chaleur spécifique et de µSR [Cha+10 ;
Yao+11] est aussi naturellement interprétée comme une signature d’une distorsion associée
à une telle transition. La présence d’un singulet fondamental est néanmoins rapidement dé-
battue [Gau+11], tout comme celle d’une distorsion [HGB04 ; OKB07 ; Got+12 ; Rum+16b].
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La complexité de Tb2Ti2O7 rend sa modélisation difficile. Les premiers efforts se sont fo-
calisés sur le rôle du premier doublet excité de champ cristallin. L’anisotropie de la diffusion
diffuse à 9 K est reproduite en tenant compte de l’ensemble du multiplet et des interactions
magnétiques (ce qui n’avait pas été possible avec des spins Ising) mais un ordre AIAO reste
prédit à basse température [Kao+03 ; EG04]. Un modèle pseudo-spin 1/2 suggère que les
excitations de champ cristallin virtuelles induisent un état fondamental glace de spin quan-
tique issue d’une superposition d’états 2-in 2-out (2I2O) [MGC07]. Les caractéristiques de
la diffusion diffuse sont à nouveau reproduites mais la prédiction de plateaux d’aimantation
[MG09] est en contradiction avec les données expérimentales. S’il est possible qu’un tel pla-
teau existe [Yin+13], il est bien moins marqué que dans les prédictions et n’est pas observé
à ∼ 0.05 mK [Lho+12 ; Leg+12 ; Saz+13]. Une autre partie des développements théoriques
se sont concentrés sur l’hypothétique transition Jahn Teller coopérative associée à une dis-
torsion structurale. Si un état glace de spin quantique pourrait aussi être induit par une telle
caractéristique [Cur08], l’existence de deux singulets (issus de la distorsion) couplés par des
interactions d’échange anisotrope permet également de rendre compte de l’aimantation, la
diffusion diffuse et la réponse inélastique du composé [Bon+11 ; Pet+12]. La présence d’une
forte réponse élastique échappe cependant au modèle.

1.2 Corrélations, stoechiométrie et modes magnéto-élastiques
La découverte de corrélations associées à une phase de Coulomb [Fen+12], d’une sensi-

bilité de certaines propriétés physiques à de faibles non stoechiométries [Tan+13] et d’exci-
tations hybrides magnéto-élastiques [Gui+13] dans Tb2Ti2O7 marque une étape importante
dans la compréhension du composé. On présente successivement ces trois caractéristiques.

Plusieurs types de corrélations sont présentes dans Tb2Ti2O7. Dès 20 K, les cartes de
diffusion diffuse apparaissent anisotropes associées à des corrélations à courte portée sur des
distances de l’ordre d’un tétraèdre [Gar+01 ; Yas+02 ; Gar+03]. Des points de pincement
(caractéristique d’une phase de Coulomb associée à une contrainte locale gouvernant l’orien-
tation mutuelle des spins) sont repérés par diffusion de neutrons à beaucoup plus basse tem-
pérature (∼ 0.05 K) [Fen+12 ; Pet+12 ; Gui+13]. La diffusion est néanmoins plus complexe
que dans les glaces de spin et il est suggéré que l’orientation des composantes longitudinales
des spins (selon les directions ⟨111⟩) soit contrôlée par la règle de la glace 2-in 2-out tandis
que l’orientation des composantes transverses (perpendiculaire à ⟨111⟩) soit contrainte par la
règle 2-up 2-down [Fen+12]. En dessous de 275 mK, des quasi pics de Bragg sont également
observés autour des positions Q = (1/2, 1/2, 1/2) [Fri+13 ; Fri+14 ; Gui+15] mais seulement
en conditions FC (field cooled) et non en conditions ZFC (zero field cooled) [Ker+15]. Ceux-ci
indiquent la présence de corrélations avec une distance caractéristique d’environ deux mailles
unités, probablement du type glace de spin ordonnée avec un couplage antiferromagnétique
entre les mailles unités. L’apparition de ces corrélations seulement en condition FC suggère
un lien avec les gels de spins observés à basse température [Fri+14 ; Ker+15]. Le faible mo-
ment magnétique ordonné déterminé pour cet ordre mésoscopique (environ 1 − 2µB) montre
néanmoins que la phase de Coulomb désordonnée implique la majeure partie des spins. Les
différentes excitations inélastiques de basse énergie (< 0.5 meV) reportées dans ces études
sur les corrélations (mais aussi dans des études antérieures) sont probablement associées à
ces différents ordres bien qu’un consensus ne soit pas encore établi.
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Figure V.2 – Chaleur spécifique de Tb2+xTi2−xO7+y. A gauche : dépendance en
température de la chaleur spécifique de Tb2+xTi2–xO7+y mesurée sur poudre en fonction
de x. Insert : diagramme de phase. Abbréviation : LRO, Long Range Order. Figure de la
référence [Tan+13]. A droite : diagramme de phase obtenu à partir de mesures sur mono-
cristaux. Abbréviation : QSL, Quantum Spin Liquid. Figure de la référence [Wak+16].

L’étude de composés Tb2+xTi2–xO7+y indique une dépendance importante du compor-
tement basse température pour une très faible variation de x. La caractéristique la plus
frappante est la présence sur poudre [Tan+13] et sur monocristaux [Wak+16] d’un pic de
chaleur spécifique autour de Tc ∼ 0.5 K pour les échantillons avec −0.0025 < x < 0.03 . La
figure V.2 montre les mesures sur poudre et le diagramme de phase. Le paramètre d’ordre
primaire de la transition n’est pas magnétique : il s’agit donc d’une transition vers un ordre
caché, bien qu’un ordre magnétique à longue portée magnétique ne soit pas exclu dans ces
échantillons [Tan+13 ; Gui+15]. Sur la base d’un modèle pseudo-spin 1/2, un ordre quadru-
polaire est suggéré [Tak+16], conforté par une étude récente sur l’évolution des constantes
élastiques [Gri+20]. Cette dépendance des propriétés à basse température en fonction de x
permet de réinterpréter les comportements différents observés sur divers échantillons anté-
rieurement. On peut citer les différences de température de gel ou la diffusion inélastique de
basse énergie avec une excitation observée dans tous les échantillons centrée en 0.1 meV mais
dont la largeur et l’intensité varie fortement avec la stoechiométrie [Kad+18 ; Kad+19].

Une inspection fine du premier niveau de champ cristallin excité vers 1.5 meV par diffusion
de neutron montre une dispersion non nulle et un comportement inhabituel dans les régions
où celui-ci croise les branches de phonons acoustiques [Gui+13]. Un mode magnéto-élastique
(MEM) hybride de dispersion similaire à celle des phonons acoustiques au dessus du niveau de
champ cristallin est ainsi mis en évidence : son intensité est d’origine à la fois magnétique et
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Figure V.3 – Processus vibroniques observés en spectroscopie THz dans
Tb2Ti2O7. A gauche : processus vibronique impliquant les deux doublets de champ cris-
tallin CEF0 et CEF1 (fondamental et premier niveau excité) et transitions P0, P1 et P2
associées. A droite : processus vibronique impliquant le premier doublet de champ cristal-
lin excité CEF1 et un phonon optique qui devient magnétiquement actif et donne lieu au
pic P3. Schémas de la référence [Con+17].

nucléaire [Fen+14]. Aucune différence n’est observée en diffusion de neutrons entre les échan-
tillons Tb2+xTi2–xO7+y de stoechiométrie différente [Rum+16a]. En approximant cette hybri-
dation à un effet Jahn-Teller dynamique, l’aimantation et la diffusion diffuse magnétique très
basse température est bien reproduite [Saz+13 ; Bon+14]. Deux modes magnéto-élastiques
couplant le troisième niveau excité de champ cristallin (vers 16 meV) et des phonons optiques
transverses à proximité en énergie ont par la suite été reportés [Rum+16c ; Rum+16d]. Une
étude ultérieure de spectroscopie THz [Con+17] révèle des hybridations spins-réseaux encore
plus importantes : le MEM (visible dès 50 K) implique à la fois le premier doublet excité de
champ cristallin mais également le doublet fondamental. Cette caractéristique est associée à
la présence de deux pics P0 et P2 dont l’énergie est respectivement un peu plus faible et un
peu plus grande qu’un troisième pic P1 s’identifiant à l’énergie du premier niveau de champ
cristallin. Ces trois pics sont interprétés comme la signature d’une levée de dégénérescence
identique du doublet fondamental et du premier doublet excité par les couplages magnéto-
élastiques dynamiques. La présence d’un dernier pic, P3, à une énergie légèrement supérieure
au premier niveau de champ cristallin, est liée à une hybridation de ce doublet excité avec
un phonon optique silencieux qui devient ainsi magnétiquement actif en dessous de 200 K.
Ces deux couplages, dénommés dans la suite processus vibroniques, sont récapitulés sur la
figure V.3. Ils impliquent tous deux le premier doublet excité et ne semblent pas indépen-
dants : un transfert de poids spectral entre les différents pics est visible en fonction de la
polarisation incidente de l’onde THz. L’état fondamental de Tb2Ti2O7 serait ainsi constitué
d’une hybridation entre les deux premiers doublets de champ cristallin et plusieurs modes
de phonons, acoustiques et optiques.
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Figure V.4 – Chaleur spécifique mesurée sur les trois échantillons C119, C309
et C311 de Tb2+xTi2−xO7+y. Le pic à Tc = 0.42 K dans l’échantillon C119 marque la
transition vers un possible ordre quadrupolaire.

1.3 Motivations et caractérisations préliminaires des composés
Dans la continuité de la référence [Con+17], on propose dans les parties suivantes deux

nouvelles études de spectroscopie THz :
1. Une mesure de l’effet d’un champ magnétique statique sur le spectre basse énergie

de Tb2Ti2O7. L’objectif est ici d’observer l’influence du champ magnétique (qui va
naturellement modifier les niveaux de champ cristallin du Tb3+) sur les excitations et
en particulier son effet sur les couplages magnéto-élastiques ;

2. Une caractérisation de l’influence de la stoechiométrie sur les processus vibroniques.
Il s’agit de voir si un lien peut être établi entre les couplages magnéto-élastiques et
la présence ou l’absence de l’ordre quadrupolaire à très basse température. Si aucune
différence n’a été vue en diffusion de neutrons pour le couplage avec les phonons acous-
tiques [Rum+16a], aucun résultat n’est connu pour le processus impliquant le phonon
optique et il est possible que la spectroscopie THz apporte de nouvelles informations.

Nous disposions pour cela des mêmes possibilités que pour les mesures magnéto-diélectriques
du chapitre IV : un monocristal de Tb2Ti2O7 (C119) et deux plaquettes orientées ⟨111⟩ issues
des monocristaux C309 et C311 (visibles sur la figure IV.5). Notons que cette dernière a déjà
été mesurée en spectroscopie THz au synchrotron SOLEIL : le cristal C311 est celui qui a
donné lieu aux résultats de la référence [Con+17].

Afin de caractériser les différences entre ces échantillons, la chaleur spécifique a été me-
surée jusqu’à environ 0.4 K sur une plaquette orientée ⟨111⟩ de chaque cristal. Il s’agissait
plus précisément :
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Echantillon C119 C309 C311
Pic de chaleur spécifique Oui (Tc ≈ 0.42 K) Non Non
Paramètre x ∼ 0.003 Inconnu ∼ −0.003
Phase déduite BT Ordre quadrupolaire Liquide de spin ? Liquide de spin
Processus activés Faible amplitude Forte amplitude Faible amplitude

Tableau V.1 – Récapitulatif des résultats des caractérisations macroscopiques
effectuées sur les trois échantillons de Tb2Ti2O7. Abbréviation : BT, basse tempé-
rature. L’amplitude des processus activés thermiquement est issue des mesures de permit-
tivité diélectrique (figure IV.14).

— C119 et C309 : d’une partie de la plaquette ⟨111⟩ utilisée pour les mesures électriques
du chapitre IV ;

— C311 : de l’ensemble de la plaquette ⟨111⟩ utilisée pour les mesures électriques et pour
les mesures de spectroscopie THz de la référence [Con+17].

Les mesures sont visibles sur la figure V.4. La présence d’un pic à Tc = 0.42 K dans la chaleur
spécifique de l’échantillon C119 révèle la présence d’un ordre quadrupolaire en dessous de
cette température. A l’inverse, aucun pic n’est observé pour les échantillons C309 et C311 :
ces deux échantillons restent désordonnés à basse température. On peut ensuite comparer les
mesures obtenues avec celles des références [Tan+13 ; Wak+16] et se servir de leurs résultats
pour déterminer le paramètre x de nos échantillons Tb2+xTi2–xO7+y. Pour les échantillons
C119 et C311, les courbes mesurées se superposent avec celles donnant x = 0.003 et x =
−0.003 respectivement. A l’inverse, la chaleur spécifique de l’échantillon C309 n’est pas en
accord avec les mesures de la littérature et le paramètre x ne peut être déterminé de cette
façon. Cet échantillon présente visiblement une quantité de défauts trop importante ou des
défauts de nature différente. Remarquons aussi le lien entre les résultats de chaleur spécifique
et la permittivité diélectrique mesurée dans le chapitre IV sur ces mêmes plaquettes (figure
IV.14) : l’amplitude des processus activés thermiquement (liés aux défauts) est similaire
pour les deux échantillons C119 et C311 (pour lesquels on a respectivement x ≈ +0.003
et x ≈ −0.003) tandis que l’amplitude de ces processus est bien plus importante pour
l’échantillon C309. L’ensemble des résultats et caractéristiques des trois échantillons sont
récapitulés sur le tableau V.1.

La mesure de spectroscopie THz sous champ magnétique nécessitait un échantillon de
taille suffisante. Ne disposant plus du barreau C311, c’est une plaquette d’épaisseur l =
220 µm et de diamètre d ≈ 4 mm orientée ⟨111⟩ de l’échantillon C119 qui a été utilisée.
Pour l’étude en fonction de la stoechiométrie x, deux plaquettes orientées ⟨111⟩ et ⟨110⟩ de
l’échantillon C119 ont été mesurées. Toutes ces plaquettes issues du monocristal C119 ont été
découpées dans le barreau monocristallin à la suite du morceau mesuré en chaleur spécifique
pour s’assurer que la caractérisation de l’échantillon (x ≈ 0.003 et ordre quadrupolaire en
dessous de Tc = 0.42 K) reste valable. Les résultats pourront ainsi être comparés à ceux de
l’échantillon C311 de la référence [Con+17] dont le comportement très basse température
est du type liquide de spin. Les défauts de l’échantillon C309 étant mal caractérisés, il n’a
pas été mesuré.
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2 Couplages spin-réseau et calculs d’absorption THz
Les mesures de spectroscopie THz sur Tb2Ti2O7 ont été systématiquement comparées à

des simulations numériques inculant les effets magnéto-élastiques vibroniques. Avant de dé-
tailler les résultats des deux études (influence du champ magnétique et de la stoechiométrie),
on propose dans cette section de donner quelques éléments sur l’origine et la description mi-
croscopique des couplages magnéto-élastiques dans Tb2Ti2O7 (repris de façon détaillé dans
l’annexe B) et le principe des simulations numériques réalisées. Les trois étapes conduisant
à l’absorption THz (décrite succinctement dans le paragraphe 2.1.3 du chapitre III) seront
discutées en détails dans le cadre des calculs sur Tb2Ti2O7.

2.1 Effets magnéto-élastiques
Le potentiel électrostatique généré par les ions O2– (supposés fixes) entourant les ions Tb3+

se traduit par un hamiltonien de champ cristallin comportant des termes du type θkλqkB
q
kÔ

q
k

(équation III.19). Dans cette écriture, Ô q
k est un opérateur de Stevens, θk et λqk sont des

coefficients tabulés (reportés sur les tableaux III.1 et III.3) et Bq
k est un coefficient rendant

compte du potentiel électrostatique créé par tous les oxygènes j environnants formant le
champ cristallin (ce qui s’exprime formellement par la relation Bq

k = ∑
j B

q
k(j) où Bq

k(j) rend
compte de la contribution de l’oxygène j uniquement). Lorsque les vibrations de ces atomes
autour de leurs positions d’équilibre sont prises en compte, la cage formée par ces atomes
autour des Tb3+ est dynamiquement déformée et une modification des coefficients Bq

k est
induite. Si les oscillations des ions environnants sont suffisamment faibles par rapport à leurs
positions d’équilibre, un développement limité du type Bq

k → Bq
k +∑

j ∇Rj
Bq
k(j) · δRj + . . .

donne au premier ordre des termes

∇Rj
Bq
k(j) · δRjÔ q

k (V.1)

qui seront à la base du hamiltonien magnéto-élastique. Notons que les opérateurs de Stevens
Ô q
k impliqués dans ces termes ne sont pas forcément ceux initialement présents dans le ha-

miltonien de champ cristallin : la brisure de symétrie (dynamique) de la cage électrostatique
liée aux déplacements Rj des ions peut faire émerger de nouveaux opérateurs auparavant
interdits par symétrie. Si les opérateurs impliqués sont déjà présents dans le hamiltonien de
champ cristallin, seules des renormalisations des paramètres Bq

k sont attendues. Dans le cas
inverse, des levées de dégénérescences pourront être induites : c’est ce qui se produit avec les
3 pics P0, P1 et P2 observés vers 14 cm−1 en spectroscopie THz [Con+17].

Dans Tb2Ti2O7, les excitations vibroniques sont issues du couplage entre les phonons
acoustiques transverses et les deux doublets de champ cristallin de basse énergie (le doublet
fondamental |ψs0⟩ et le premier doublet excité |ψs1⟩ avec s = ±) ainsi que du couplage entre
un phonon optique silencieux et le premier doublet de champ cristallin excité. Une analyse
de symétrie permet de déterminer les opérateurs de Stevens intervenant dans le hamiltonien
de couplage vibronique : il s’agit des opérateurs Ô ±1,±2

2 pour les couplages avec les phonons
acoustiques et optiques transverses et de l’opérateur Ô 0

2 pour le couplage avec le phonon
optique longitudinal. En introduisant les projecteurs

P̂n =
∑
n

∑
s=±

|ψsn⟩⟨ψsn| (V.2)
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sur les états considérés, on obtient le hamiltonien magnéto-élastique

Ĥme =
∑

q=±1,±2

 ∑
at=1,2

ζat2,qP̂−1
0,1 Ô q

2 P̂0,1 +
∑
ot=1,2

ζot2,qP̂−1
1 Ô q

2 P̂1

+ ζol2,0P̂−1
1 Ô 0

2 P̂1 (V.3)

où les quantités ζ sont des coefficients de couplages magnéto-élastiques issus des grandeurs
θkλ

q
k∇Rj

Bq
k(j)·δRj. Dans cette expression, at distingue les 2 phonons acoustiques transverses,

ot les deux phonons optiques transverses et ol correspond au phonon optique longitudinal
Ces coefficients rendent compte de l’hybridation des excitations champ cristallin - phonon
pour former des excitations vibroniques 1.

2.2 Diagonalisation du hamiltonien
Le hamiltonien magnéto-élastique de l’équation V.3 fait intervenir les projecteurs Pn

sur les doublets de champ cristallin |ψ±
n=0⟩ et |ψ±

n=1⟩. Pour diagonaliser simultanément le
hamiltonien de champ cristallin, le hamiltonien Zeeman (pour les calculs avec un champ
magnétique statique) et le hamiltonien magnéto-élastique, un calcul itératif s’avère nécessaire.
Un calcul perturbatif sur les quatres premiers niveaux de champ cristallin |ψ±

n=0,1⟩ est aussi
possible en ne considérant que le couplage avec les phonons acoustiques. Un traitement
rigoureux reste cependant difficile puisque les coefficients magnéto-élastiques ζ varient en
température (à cause du peuplement thermique des excitations) et en champ magnétique
(puisque l’énergie des niveaux de champ cristallin varie avec le champ magnétique). Par
conséquent, deux simplifications seront utilisées pour les calculs d’absorption THz :

1. Le hamiltonien de couplage magnéto-élastique sera simplifié en

Ĥvib = θ2λ
1
2D

1
2Ô 1

2 + θ2λ
1
2D

−1
2 Ô −1

2 + θ2λ
2
2D

2
2Ô 2

2 + θ2λ
2
2D

−2
2 Ô −2

2 (V.4)

où les coefficients Dq
2 seront considérés constants en champ magnétique et sont l’équi-

valent des coefficients Bq
k intervenant dans le hamiltonien de champ cristallin (en

convention de Wybourne). Soulignons à nouveau que les termes du hamiltonien vi-
bronique doivent être interprétés comme l’effet d’un processus dynamique bien que
l’écriture de l’équation V.4 soit similaire à celle d’un hamiltonien de distorsion struc-
turale statique. L’opérateur Ô 0

2 initialement présent dans le hamiltonien magnéto-
élastique a été omis puisqu’il s’agit d’un opérateur déjà présent dans le hamiltonien
de champ cristallin. De plus, la principale signature du processus vibronique associé
à cet opérateur est la présence d’un phonon devenant magnétiquement actif et cette
caractéristique ne pourra être reproduite en restant dans le cadre des états de champ
cristallin. L’erreur commise par la simplification du hamiltonien sera faible si les co-
efficients magnéto-élastiques varient peu en champ magnétique ce qui est le cas si
l’énergie des niveaux reste proche de celle des phonons. Dans la gamme de champ ma-
gnétique accessible, et dans la mesure ou le processus vibronique principal en dessous
de 50 K est lié aux phonons acoustiques dont la dispersion est linéaire, cette condition
devrait être bien respectée.

1. En toute rigueur, la diagonalisation du hamiltonien magnéto-élastique va intriquer les états de champ
cristallin et les états de phonons pour former des états hybrides. Néanmoins, étant donné que le hamiltonien
magnéto-élastique n’est qu’une perturbation du hamiltonien de champ cristallin, les fonctions d’ondes de
champ cristallin vont majoritairement garder leurs natures initiales. On peut ainsi (en première approxima-
tion) omettre cette hybridation des états et rester dans le formalisme des états de champ cristallin.
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Figure V.5 – Composé pyrochlore Tb2Ti2O7 sous champ magnétique H ∥ [111].
(a) Structure cubique du réseau pyrochlore d’ions Tb3+ (en violet) soumis au champ
magnétique (flèche épaisse noire). (b) Orientation du champ magnétique H ∥ [111] par
rapport aux axes de quantifications (flèches rouges) des différents sites i = 1 à 4 d’un
tétraèdre. Pour le site i = 1, l’axe de quantification est parallèle au champ magnétique.

2. La diagonalisation du hamiltonien vibronique sera faite simultanément avec celles du
hamiltonien de champ cristallin et du hamiltonien Zeeman dans la base des 2J +
1 = 13 états du multiplet fondamental du Tb3+ par diagonalisation exacte. Cette
approche est valide à condition que le mélange des fonctions d’ondes impliquées dans
les processus vibroniques et celles des états non impliqués soit négligeable. Celui-ci
sera au maximum de l’ordre de 1/Λ avec Λ la séparation en énergie entre le dernier
niveau impliqué dans le couplage vibronique et le premier niveau non impliqué. En
champ magnétique nul, il s’agit respectivement du premier doublet excité à 14 cm−1

et du singulet vers 75 cm−1 ce donne 1/Λ ∼ 1.5%. Les levées de dégénérescence et
variations en énergie des états excités n = 4 à 12 induite par le hamiltonien vibronique
seront par contre des artefacts de calculs.

En l’absence de champ magnétique extérieur, le hamiltonien du système sera ainsi

Ĥ = Ĥcf + Ĥvib (V.5)

où Ĥcf est le hamiltonien de champ cristallin (exprimé dans l’équation III.19) et Ĥvib le
hamiltonien vibronique de l’équation V.4. Le hamiltonien Ĥ est ici exprimé dans le repère
local (xi,yi, zi) de chaque ion i du système (définis dans le tableau III.4). Comme l’expression
du hamiltonien de chaque ion est rigoureusement identique (dans la base locale adaptée) et
qu’aucun terme de Ĥ ne couple les ions entre eux, les simulations peuvent être restreintes à
un seul Tb3+. Ce n’est plus le cas en présence d’un champ magnétique statique µ0H appliqué
sur l’échantillon : dans ce cas, les différents ions Tb3+ de la maille élémentaire asymétrique
(les 4 ions Tb3+ de chaque tétraèdre) peuvent devenir inéquivalents. En conséquence, le
hamiltonien minimal doit tenir compte des quatre sites inéquivalents i = 1 à i = 4 et s’écrit

Ĥ =
4∑
i=1

Ĥ (i)
cf + Ĥ (i)

vib + ĤZ (V.6)
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i = 1 i = 2 i = 3 i = 4√
18H · xi 0 −4 2 2√
6H · yi 0 0 −1 1
3H · zi 3 −1 −1 −1

Tableau V.2 – Projection du champ magnétique H ∥ [111] sur les axes locaux
xi, yi et zi des quatres sous réseaux i d’ions Tb3+ inéquivalents. Les valeurs

√
18,√

6 et 3 sont des facteurs de normalisation.

dans le repère global cubique (a = [100], b = [010], c = [001]). Ĥ (i)
cf et Ĥ (i)

vib sont ici les hamil-
toniens de champ cristallin (équation III.19) et de couplages vibroniques (équation V.4) des
sites i ∈ J1, 4K et

ĤZ = −gJµBµ0H · Ĵ (V.7)

est le hamiltonien Zeeman. Pour obtenir l’expression du hamiltonien de champ cristallin et du
hamiltonien vibronique des ions i dans le repère global, les opérateurs de Stevens initialement
exprimés dans les repères locaux des ions doivent être rééxprimés dans le repère global du
système en suivant la procédure de rotation des opérateurs explicitée dans le paragraphe
2.1.2 du chapitre III. Les rotations pour passer des repères locaux au repère global pour
chaque site i étant différentes, les hamiltoniens obtenus seront différents pour les 4 sites et,
en présence du champ magnétique, les énergies calculées pourront être différentes.

Pour les mesures de spectroscopie présentées dans la suite de ce chapitre, le champ
magnétique µ0H était appliqué le long de la direction [111] (un schéma est visible sur la
figure V.5a). Dans ce cas, en l’absence de couplage vibronique, un seul ion de chaque tétraèdre
est distingué des trois autres qui restent équivalents (figure V.5b) : pour i = 1, H ·z1 = 1 et le
champ magnétique est parallèle à l’axe de quantification tandis que pour les trois autres ions
i = 2, 3, 4, H · z2,3,4 = −1/3 et l’angle entre le champ magnétique et l’axe de quantification
des ions est de arccos(−1/3) ≃ 109.5°. L’ajout des couplages magnéto-élastiques distingue
les trois ions restants. Le tableau V.2 donne les produits scalaires H · xi, H · yi et H · zi
pour chaque ion i. Ces valeurs rendent compte (de façon qualitative) de l’effet conjoint du
champ magnétique et des opérateurs de Stevens Ô 1

2 = Ôxz, Ô −1
2 = Ôyz, Ô 2

2 = 2Ôx2−y2 et
Ô −2

2 = 2Ôxy (définis dans les équations III.20) qui couplent les axes locaux xz, yz, x2 −y2 et
xy respectivement. En inspectant les projections 2, on voit que l’effet des opérateurs Ô 1

2 et
Ô 2

2 sera similaire d’une part et que l’effet des opérateurs Ô −1
2 et Ô −2

2 sera similaire d’autre
part. Les premiers distingueront l’ion i = 2 des ions i = 3, 4 dont les niveaux d’énergie
resteront dégénérés tandis que les seconds distingueront les trois ions i = 2, 3, 4.

2. Les arguments sont les suivants :
— Ô 1

2 = Ôxz ∝ ĴzĴx + ĴxĴz : la projection de H sur xi et zi est identique pour les sites i = 3, 4 ;
— Ô 2

2 = 2Ôx2−y2 ∝ Ĵ 2
x − Ĵ 2

y : le carré de la projection de H sur xi et yi est identique pour les sites
i = 3, 4 ;

— Ô −1
2 = Ôyz ∝ ĴzĴy + ĴyĴz : la projection de H sur yi et zi est différente pour chaque site i = 2, 3, 4.

— Ô −2
2 = 2Ôxy ∝ ĴxĴy + ĴyĴx : la projection de H sur xi et yi est différente pour chaque site

i = 2, 3, 4.
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2.3 Tenseur de susceptibilité magnétique
Une fois les états et énergies propres obtenus, le tenseur de susceptiblité magnétique dy-

namique χmm(ν,H) est calculé à partir de la formule de Kubo dans le cadre de la théorie de
la réponse linéaire (relation II.43). Sans champ magnétique ni couplage magnéto-élastique,
le tenseur de réponse est diagonal dans le repère global (a, b, c) avec trois composantes iden-
tiques, comme attendu pour un système cubique de groupe ponctuel m3̄m. La modification
de la forme du tenseur de susceptibilité magnétique sous l’effet des différentes perturbations
(couplages vibroniques, champ magnétique) est schématisée par les relations suivantes :

χmm =

χ 0 0
0 χ 0
0 0 χ


︸ ︷︷ ︸

Symétrie cubique

−−−−→

χ+ δχ1 0 0
0 χ+ δχ2 0
0 0 χ+ δχ3


︸ ︷︷ ︸

+ Vibronsχa χb χc
χc χa χb
χb χc χa


︸ ︷︷ ︸

+ Champ magnétique H∥[111]

−−−−→

χ11 χ12 χ13
χ21 χ22 χ23
χ31 χ32 χ33


︸ ︷︷ ︸

+ Vibrons
+ Champ magnétique H

.

(V.8)

La prise en compte des effets magnéto-élastiques distingue les trois composantes dia-
gonales du tenseur. En conséquence, les propriétés physiques magnétiques du système de-
viennent faiblement anisotropes : la structure du tenseur est similaire à celle du tenseur de
permittivité diélectrique des cristaux biréfringents. La réponse du système sera ainsi diffé-
rente en fonction de la polarisation lumineuse de l’onde : c’est ce qui a été observé dans la
référence [Con+17] où l’absorption THz de Tb2Ti2O7 est mesurée dépendante de la polarisa-
tion lumineuse de l’onde incidente. La présence du champ magnétique statique µ0H modifie
également le tenseur de susceptibilité magnétique : la forme diagonale est alors dans le repère
cubique. Sans couplage vibronique, la symétrie entre les axes a, b et c est néanmoins conser-
vée puisque le champ magnétique est appliqué dans la direction [111] : toutes les composantes
diagonales sont identiques et les composantes hors diagonales suivent une symétrie circulaire.
La présence simultannée du champ magnétique statique et des effets magnéto-élastiques rend
à l’inverse le tenseur totalement asymétrique : seule la relation χmm

αβ (ν,H) = χmm
βα (ν,−H)

liée à la symétrie de renversement du temps est conservée.

2.4 Coefficient d’absorption
L’absorption THz est déterminée par les caractéristiques de l’onde incidente (dont on

notera (e,h) la polarisation et k le vecteur de propagation) et les propriétés du composé
(perméabilité magnétique µ et permittivité diélectrique ε). Pour les calculs d’absorption dans
la gamme de fréquence THz, le tenseur de perméabilité magnétique µ a été obtenu par la rela-
tion µ = 1+χ (valable pour une réponse linéaire) tandis que la permittivité diélectrique a été
considérée constante et de l’ordre de 60, comme mesuré dans la référence [Con+17]. Cette hy-
pothèse est généralement vérifée pour les oxydes pour lesquels les principales contributions à
ε viennent des phonons optiques présents à plus haute énergie. Remarquons également qu’au-
cune fréquence de resonance liée aux excitations de champ cristallin n’est attendue dans la
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permittivité diélectrique. Les transitions de champ cristallin correspondent à des transitions
entre niveaux d’un même multiplet de parité fixé : celles-ci ne peuvent être induites par un
opérateur dipolaire électrique qui ne connecte que des états de parités différentes.

Dans le cas du tenseur diagonal avec trois composantes χ identiques (symétrie cubique
dans le schéma V.8), la relation α(ν) = 2k′′(ν) où α est le coefficient d’absorption et k′′ la
partie imaginaire du nombre d’onde k(ν) = (ν/c)

√
εµ(ν) (équation II.35) est directement ap-

plicable. Pour des tenseurs de susceptibilité magnétique plus complexes, la méthode générale
du calcul d’absorption décrite dans le paragraphe 2.1.3 du chapitre III doit être utilisée puis-
qu’il n’est plus possible de déterminer un scalaire χ unique permettant de définir le nombre
d’onde k de la relation précédente. Si les axes neutres (qui s’identifient aux polarisations
propres du composé et ne dépendent que de µ et ε) sont orthogonaux, on peut utiliser la
relation II.62. Cette propriété est directement reliée à la forme du tenseur de susceptibilité
χmm puisque ε a été considéré constant. On relève deux situations où les axes neutres sont
orthogonaux :

1. En présence du couplage vibronique sans champ magnétique statique (H = 0) mais
à condition d’être suffisamment loin des résonances pour considérer µ′′ = 0. Les axes
neutres sont réels dans ce cas et correspondent donc à des polarisations linéaires ;

2. En présence du champ magnétique H ∥ [111] sans couplage vibronique et si k ⊥ H
ou k ∥ H . Dans le premier cas, les axes neutres sont également réels tandis que dans
le second cas, les polarisations propres sont les polarisations circulaires gauches et
droites et les axes neutres sont donc complexes. Cette propriété est valable même
proche des résonances, c’est à dire dans le cas où µ′′ ̸= 0.

Les axes neutres ne sont par contre pas orthogonaux en présence du couplage vibronique
et du champ magnétique statique H . La relation employée pour calculer la transmission et
l’absorption est alors l’équation générale II.59, démontrée dans le cadre de ce travail.

3 Etude magnéto-optique THz

3.1 Spectroscopie THz sous champ magnétique
Les mesures de spectroscopie THz sous champ magnétique ont été réalisées par Kirill

Amelin à l’Institut National de Chimie Physique et Biophysique de Tallinn (Estonie) sur une
plaquette [111] de l’échantillon C119. La gamme de fréquences accessibles, ν = 5 − 80 cm−1,
a permis de sonder la physique de basse énergie avec un champ magnétique H variant de
0 à 15 T. Ce dernier était orienté dans la direction de la plaquette [111] et parallèle au vec-
teur d’onde k. Afin de sonder l’évolution en température, deux mesures ont été effectuées :
3 K et 60 K. La transmission THz a été obtenue par spectroscopie à transformée de Fourier.
L’échantillon était plongé dans un cryostat à hélium liquide contenant une bobine supra-
conductrice permettant d’appliquer le champ magnétique et la transmission THz a pu être
mesurée par un bolomètre silicium 3He pompé à 0.3 K. Le contrôle de la polarisation de
l’onde THz incidente par un polariseur en aluminium devant l’échantillon a permis de son-
der deux polarisations : (e,h) ∥ ([2̄11], [01̄1]) et (e,h) ∥ ([01̄1], [21̄1̄]). La figure V.6 montre
l’orientation des différents champs e, h et H ∥ k par rapport à la structure pyrochlore dans
les deux configurations expérimentales.
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Figure V.6 – Orientation du champ magnétique statique H et de la polari-
sation de l’onde lumineuse incidente (e, h) par rapport au réseau pyrochlore
d’ions Tb3+ (en violet) dans les configurations expérimentales choisies.

On rappelle que l’intensité transmise I s’écrit I = I0τ
2e−αl avec τ = 1−ρ et où τ (respec-

tivement ρ) est la transmittance (respectivement la reflectance) de l’échantillon à l’interface
(équation 5). Comme la réflectance est principalement due à la réponse diélectrique des pho-
nons optiques dans la gamme de fréquence infrarouge 100 − 1000 cm−1, celle-ci peut être
considérée constante en champ magnétique dans la gamme de fréquences mesurées (jusqu’à
80 cm−1). On peut ainsi s’exempter de la transmittance τ en prenant comme intensité de
référence Iref une mesure à champ magnétique nul. L’absorption THz α(ν, µ0H) est alors ob-
tenue selon la relation II.34 : α(ν, µ0H) = −(1/l) ln[I(ν, µ0H)/Iref(ν)]. Pour s’affranchir des
valeurs d’absorption négative générée par des contributions présentes en champ magnétique
nul mais disparaissant sous champ magnétique et pour révéler les contributions existantes en
champ magnétique nul (masquées par la référence prise en µ0H = 0 T), un spectre de base
calculé statistiquement est soustrait à chaque spectre I(ν, µ0H) mesuré. Celui-ci correspond,
pour chaque valeur ν, à la valeur de plus faible intensité mesurée à ce même nombre d’onde ν
en tenant compte de tous les champs magnétiques µ0H et toutes les polarisations de mesures.
L’absorption issue des intensités corrigées avec le spectre de base est dénotée ∆α(ν, µ0H).

La figure V.7 montre les résultats à 3 K et 60 K pour les deux polarisations de mesure.
Aucune différence notable n’est observée en fonction de la polarisation. A 3 K, une large
bande d’absorption (notée ν1) centrée à 14 cm−1 pour µ0H = 0 T est visible et est associée
à la transition entre le doublet fondamental et le premier doublet excité. Une autre branche
intense, ν2, est visible en champ magnétique nul et correspond à une transition vers le
second état excité autour de 75 cm−1. Vers 4 T, trois branches supplémentaires ν3, ν4 et
ν5 émergent de l’excitation principale ν1. L’énergie de ν1, ν2 et ν4 augmente ensuite avec
le champ magnétique tandis que celle de ν5 diminue à mesure que le champ magnétique
augmente. A 60 K, ν1 et ν2 sont toujours présentes avec des intensités moindres dues au
peuplement thermique des états excités. Les branches ν3, ν4 et ν5 ne sont par contre plus
visibles. A l’inverse, une nouvelle branche, ν6, paraît émerger de l’excitation ν2 vers 3 T avec
une énergie diminuant lorsque le champ magnétique augmente.
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Figure V.7 – Absorption THz de l’échantillon C119 en fonction du champ
magnétique µ0H ∥ [111]. L’absorption (en couleur) est tracée en fonction du nombre
d’onde ν et de l’amplitude du champ magnétique µ0H. En haut : à 3 K ; en bas : à 60 K.
A gauche : pour une polarisation incidente (e,h) ∥ ([2̄11], [01̄1]) ; à droite : pour une
polarisation incidente (e,h) ∥ ([01̄1], [21̄1̄]). Les branches observées à 3 K sont notées ν1
à ν5 et la nouvelle branche observée à 60 K est notée ν6.

3.2 Simulations numériques

3.2.1 Sans couplage vibronique

Les paramètres de champ cristallin Bq
k utilisés pour les simulations sont récapitulés dans

le tableau V.3 en convention de Wybourne. Les énergies calculées et les fonctions d’ondes des
deux premiers doublets de champ cristallin |ψ±

0,1⟩ déterminés en champ magnétique nul sont
reportées dans les tableaux V.4 et V.5 respectivement. Pour s’approcher de la dépendance
expérimentale des niveaux en champ magnétique, un facteur de Landé effectif g = 1.35 a été
utilisé à la place de la valeur gJ = 1.5 attendue pour l’ion libre Tb3+ dans le multiplet fonda-
mental 7F6. Cette différence révèle un mélange du multiplet fondamental avec les multiplets
excités Tb2Ti2O7, comme remarqué dans l’étude de la référence [Pri+15].
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B0
2 B0

4 B3
4 B0

6 B3
6 B6

6

51.4 295 114 64.6 −84.2 129

Tableau V.3 – Paramètres de champ cristallin (en meV et en convention de
Wybourne) utilisés pour le composé Tb2Ti2O7.

E0 E1 E2 E3 E4 E5 E6 E7 E8 E9 E10 E11 E12

cm−1 0.00 0.00 13.5 13.5 76.1 122 346 353 353 356 483 483 536
meV 0.00 0.00 1.67 1.67 9.43 15.1 42.9 43.7 43.7 44.1 59.9 59.9 66.4

Tableau V.4 – Niveaux d’énergie calculés avec les paramètres de champ cris-
tallin du tableau V.3.

|ψ−
0 ⟩ (0.00) |ψ+

0 ⟩ (0.00) |ψ−
1 ⟩ (13.5) |ψ+

1 ⟩ (13.5)
|+6⟩ 0 0 0 0
|+5⟩ 0 −0.345 −0.888 0
|+4⟩ 0.912 0 0 −0.370
|+3⟩ 0 0 0 0
|+2⟩ 0 0.184 0.246 0
|+1⟩ −0.125 0 0 0.114
| 0⟩ 0 0 0 0
|−1⟩ 0 0.125 −0.114 0
|−2⟩ 0.184 0 0 0.246
|−3⟩ 0 0 0 0
|−4⟩ 0 0.912 −0.370 0
|−5⟩ 0.345 0 0 0.888
|−6⟩ 0 0 0 0

Tableau V.5 – Fonctions d’ondes des deux premiers doublets de champ cristal-
lin obtenus par diagonalisation du hamiltonien de champ cristallin (équation
III.19) avec les paramètres du tableau V.3. Les valeurs entre parenthèse après le
nom des fonctions d’ondes correspondent aux énergies associées, en cm−1. Le coefficient
de la principale composante |MJ⟩ d’un état est donné en gras.

Le résultat des simulations sans couplage vibronique à 3 K est présenté sur la figure V.8a.
Les raies d’absorption ont été modélisées par une fonction pseudo-voigt de paramètre η = 0.7
et une demi largeur à mi-hauteur unique Γ = 1.35 cm−1 lors du calcul de la susceptibilité
magnétique dynamique (équation III.52). Aucune différence dans la polarisation de l’onde
incidente n’est calculée 3. L’accord obtenu est déjà remarquable sans couplage vibronique :

3. Cette propriété est due au fait que les polarisations propres (sans couplage vibronique et pour H ∥
k ∥ [111]) sont les polarisations circulaires gauches l ∝ [2̄11] + i[01̄1] et droites r ∝ [2̄11] − i[01̄1] pour la
partie magnétique de l’onde (l’expression est identique à une rotation de π/4 près pour la partie électrique).
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Figure V.8 – Absorption THz calculée à 3 K avec les paramètres de champ
cristallin du tableau V.3 et comparaison avec les niveaux d’énergie obtenus.
(a) Carte d’absorption (en couleur) pour les deux polarisations (e,h) ∥ ([2̄11], [01̄1]) et
(e,h) ∥ ([01̄1], [21̄1̄]) : aucune différence n’est calculée entre ces deux polarisations. Les
branches observées expérimentalement, ν1 à ν5 (visibles sur la figure V.7), sont reportées
sur la carte. (b) Niveaux d’énergie calculés pour le site i = 1 (en noir) et i = 2, 3, 4 (en
rouge). Les notations |φ1,2,3⟩ sont définies dans le texte principal.

toutes les branches ν1 à ν5 observées expérimentalement sont reproduites et la dépendance
en champ magnétique des excitations calculées est correcte. Afin de déterminer l’origine des
différentes raies observées, la figure V.8b montre la variation des niveaux d’énergie avec le
champ magnétique de l’ion i = 1 d’une part (dont l’axe d’anisotropie zi est parallèle au
champ magnétique) et des ions i = 2, 3 et 4 d’autre part (dont les axes d’anisotropie zi
font un angle de 109.5° avec le champ magnétique). Lorsque le champ magnétique devient
non nul, les doublets de champ cristallin |ψ±

0 ⟩ et |ψ±
1 ⟩ initialement dégénérés se séparent

chacun en deux singulets. Ces nouveaux états seront notés |φ0,1⟩ et |φ2,3⟩ respectivement (et
le singulet excité |ψ2⟩ à 75 cm−1 sera similairement noté |φ4⟩ sous champ magnétique). Le
nombre de transitions du fondamental |φ0⟩ vers un des états excités |φ1,2,3⟩ issus des doublets
est alors porté à six (trois pour le site i = 1 et trois pour les sites i = 2, 3, 4) et celles-ci
sont directement responsables des raies ν1,3,4,5 observées dans les spectres : aucune transition
issue d’états excités n’est observée à cette température (on rappelle que la dernière branche
ν2 correspond à une transition de |φ0⟩ vers |φ4⟩). L’excitation ν1 provient d’une transition
vers |φ2⟩ des sites i = 2, 3 et 4. La branche ν3 vient des transitions vers les états |φ2⟩ (site
i = 1) et |φ3⟩ (sites 2, 3, 4) dont la dépendance en champ magnétique est très similaire. Enfin,
les branches ν4 et ν5 sont associées à des transitions vers le niveau |φ1⟩ des sites i = 2, 3, 4 et
i = 1 respectivement. Notons cependant que les mesures expérimentales montrent deux raies
parallèles pour ν4 ce qui n’est pas reproduit ici. Cet aspect sera discuté par la suite. Enfin,
la dernière excitation pour le site 1 (transition vers |φ3⟩) est calculée avec une intensité très
faible et n’est pas visible ni sur les mesures ni sur les cartes calculées.
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Figure V.9 – Absorption THz calculée à 60 K avec les paramètres de champ
cristallin du tableau V.3 et comparaison avec les transitions entre états propres
calculés. (a) Carte d’absorption (en couleur) obtenue pour les deux polarisations expé-
rimentales (e,h) ∥ ([2̄11], [01̄1]) et (e,h) ∥ ([01̄1], [21̄1̄]) : aucune différence n’est calculée
entre ces deux polarisations. Les branches observées expérimentalement, ν1, ν2 et ν6 (vi-
sibles sur la figure V.7), sont reportées sur la carte. (b) Transitions possibles entre les
états |φ0⟩ et |φ4⟩ calculées pour le site i = 1 (à gauche) et les sites i = 2, 3, 4 (à droite).

La figure V.9a montre le résultat des simulations numériques à 60 K et la figure V.9b
les transitions possibles entre les états |φ0⟩ à |φ3⟩ en tenant compte des transitions entre
états excités. L’accord est bon pour les trois branches ν1, ν2 et ν6 visibles dans les données
expérimentales. Cette dernière est attribuée à deux transitions entre niveaux excités : φ2 à
φ4 pour le site i = 1 et |φ3⟩ à |φ4⟩ pour les sites i = 2, 3, 4. On observe également sur les
cartes calculées la présence supplémentaire de deux bandes de très faible pente vers 15 −
20 cm−1 et 60 − 70 cm−1. Celles-ci proviennent aussi de transitions entre états excités. Il est
possible que cette différence entre l’intensité calculée et l’intensité mesurée soit attribuable au
traitement des données expérimentales : la soustraction du spectre de base dans les données
expérimentales rend invisible un mode plat sur toute la gamme de champ magnétique.
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Figure V.10 – Niveaux d’énergie calculés sous champ magnétique en présence
de couplage vibronique. Les cartes de gauche à droite et de haut en bas correspondent
aux résultats obtenus pour les quatres opérateurs de Stevens du hamiltonien vibronique
(équation V.4) : Ô 1

2 , Ô −1
2 , Ô 2

2 et Ô −2
2 respectivement. Celles-ci sont tracées pour les pa-

ramètres D1
2 = −0.52 meV, D−1

2 = −0.52 meV, D2
2 = −2.75 meV et D−2

2 = −2.75 meV
respectivement avec, dans chaque cas, des paramètres associés aux autres opérateurs nuls.
Des séparations sont observées pour les sites i = 2, 3, 4 (en jaune, orange et rose respecti-
vement) dont l’énergie des niveaux était identique sans couplage vibronique.

3.2.2 Avec couplage vibronique

L’objectif de cette partie est d’inclure les couplages vibroniques dans le modèle numérique.
Il s’agira d’une part de reproduire la levée de dégénérescence des doublets de champ cristallin
observée en champ magnétique nul [Con+17] et d’autre part de voir si ces couplages sont
responsables des deux raies parallèles ν4 visibles sous champ magnétique. Le hamiltonien
de couplage vibronique (équation V.4) comporte quatre opérateurs Ô 1

2 , Ô −1
2 , Ô 2

2 et Ô −2
2 .

Étant donné la difficulté de prévoir l’intensité des raies d’absorption calculées (qui dépendent
à présent de la polarisation de l’onde incidente), on présente dans un premier temps l’effet
de chacun des opérateurs Ô q

2 sur les niveaux d’énergie.
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Les quatre diagrammes d’énergie obtenus avec les mêmes paramètres que précédemment
(facteur de Landé effectif g = 1.35 et paramètres de champ cristallin du tableau V.3) en
ajoutant à chaque fois un seul des quatres opérateurs de Stevens du hamiltonien vibro-
nique (équation V.4) sont visibles sur la figure V.10. Les paramètres Dq

2 utilisés pour ces
diagrammes sont respectivement D1

2 = −0.52 meV, D−1
2 = −0.52 meV, D2

2 = −2.75 meV et
D1

2 = −2.75 meV. Ces valeurs ont été choisies de façon à reproduire une levée de dégéné-
rescence du doublet fondamental d’environ 2.8 cm−1 (0.35 meV) en champ magnétique nul,
comme mesuré dans la référence [Con+17]. Ces même mesures indiquent une levée de dé-
générescence de même amplitude pour le premier doublet de champ cristallin excité. Si les
paramètres D±1

2 = −0.52 meV conduisent également à une séparation très proche de 2.8 cm−1

pour le premier doublet excité, la levée de dégénérescence n’est que de 1.5 cm−1 pour les
paramètres D±2

2 = −2.75 meV. En champ magnétique, les branches des sites i = 2, 3, 4 ini-
tiallement dégénérées sont séparées en deux raies (pour les opérateurs Ô 1,2

2 ) ou en trois raies
(pour les opérateurs Ô −1,−2

2 ) en accord avec la discussion de la section 2.2 de ce chapitre.

On s’intéresse à présent à la reproduction des données d’absorption THz mesurées sous
champ magnétique. Les meilleurs résultats sont obtenus pour D1

2 = D−1
2 = −0.24 meV et

D2
2 = D−2

2 = 0. Ceux-ci sont présentés à 3 K sur la figure V.11a pour les deux polarisations
de l’onde incidente mesurées expérimentalement et les niveaux d’énergie calculés sont tra-
cés sur la figure V.11b. Les deux raies de la branche ν4 observées expérimentalement sont
reproduites : la raie basse correspond à la transition |φ0⟩ vers |φ1⟩ des sites i = 2 et i = 3
alors que la raie haute correspond à cette même transition pour le site i = 4. Les valeurs
des paramètres D1

2 et D−1
2 choisies permettent d’avoir la bonne séparation des deux raies ν4

à 15 T. Avec les coefficients mentionnés ci-dessus, on trouve une levée de dégénérescence de
1.8 cm−1 et 1.9 cm−1 pour le doublet fondamental et le premier doublet excité respectivement.
Cette valeur est un peu plus faible que celle reportée dans la référence [Con+17] (2.8 cm−1

pour les deux doublets). Cet aspect sera discuté dans la partie suivante. Enfin, la variation
de l’absorption THz en fonction de polarisation de l’onde incidente est trouvée faible, ce
qui explique qu’aucune dépendance n’ait été observée expérimentalement. Les simulations à
60 K (non montrées) ne présentent pas de différences significatives avec les simulations sans
couplage vibronique et restent donc compatibles avec les mesures.

Les paramètres Dq
2 sont des combinaisons linéaires de coefficients ∇Rj

Bq
2(j) · δRj (équa-

tion V.1). On peut tirer des informations pertinentes du modèle électrostatique du champ
cristallin (décrit dans l’annexe A) en regardant le rapport entre les paramètres expérimen-
taux et calculés 4. Dans ce modèle , les paramètres Bq

2(j) et Dq
2(j) sont données par

Bq
k(j) = −2e2⟨r̂ 2⟩

4πε0

1
Rk+1
j

√
4π

2k + 1
Y q∗
k (θj, ϕj),

Dq
2(j) ∼ ∂Bq

k(j)
∂Rj

δRj = 2e2⟨r̂ 2⟩
4πε0

k + 1
Rk+2
j

√
4π

2k + 1
Y q∗
k (θj, ϕj)δRj,

(V.9)

où Rj ≈ 2.4 Å correspond à la distance entre les ions Tb3+ et O2– et ⟨r̂ 2⟩ ≈ 0.822 Å2 pour les
ions Tb3+. En omettant la somme sur j et en prenant pour simplifier

√
4π/(2k + 1)Y q∗

k ∼ 1

4. Les ordres de grandeurs calculés ne sont par contre pas réaliste : de nombreux effets (écrantages,
covalences, etc.) ne sont pas pris en compte dans ce modèle.
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Figure V.11 – Absorption THz calculée à 3 K avec les paramètres de champ
cristallin du tableau V.3 ainsi qu’un couplage vibronique D1

2 = D−1
2 =

−0.24 meV et comparaison avec les niveaux d’énergie obtenus. (a) Absorption
(en couleur) pour les deux polarisations (e,h) ∥ ([2̄11], [01̄1]) (à gauche) et (e,h) ∥
([01̄1], [21̄1̄]) (à droite). La différence est surtout visible sur la branche ν4. (b) Niveaux
d’énergie calculés pour le site i = 1 (en noir) et i = 2, 3, 4 (en jaune, orange et rose).

ainsi qu’un déplacement atomique typique δRj ∼ 0.01 Å [Rum+16c], on trouve∣∣∣∣∣D1
2(calc)

D1
2(exp)

∣∣∣∣∣ ∼ 20
0.24

∼ 83,
∣∣∣∣∣B0

2(calc)
B0

2(exp)

∣∣∣∣∣ ∼ 1700
51.4

∼ 33. (V.10)

L’ordre de grandeur entre les paramètres expérimentaux et calculés est similaire pour les pa-
ramètres B0

2 (champ cristallin) et D1
2 (magnéto-élastique). Si plusieurs phénomènes physiques

peuvent être à l’origine d’interactions quadrupolaires Ô q
2 (le paragraphe 1.3.1 du chapitre III

en donne quelques exemples), la valeur numérique du coefficient D±1
2 = −0.24 meV est tout

à fait compatible avec une origine magnéto-élastique. Ces calculs et leur confrontation avec
les mesures sous champ magnétique confirment donc la présence de couplages vibroniques
dans de Tb2Ti2O7 y compris sous champ magnétique [Ame+20].



4. Influence de la stoechiométrie 151

4 Influence de la stoechiométrie
Les mesures précédentes ont permis de mettre en évidence la présence des couplages spin-

réseau dans le composé C119 qui est du côté de l’ordre quadrupolaire dans le diagramme de
phase. Bien que les mesures de diffusion neutronique sur plusieurs échantillons de stoechiomé-
trie différentes n’aient pas relevé de différence notable dans les processus magnéto-élastiques
[Rum+16a], les calculs effectués semblent indiquer une levée de dégénérescence des deux pre-
miers doublets de champ cristallin en champ magnétique nul moindre dans l’échantillon C119
que celle observée dans le composé C311 par spectroscopie THz sur synchrotron [Con+17].
On présente dans cette partie les mesures de l’échantillon C311 puis celles effectuées dans le
cadre de ce travail sur l’échantillon C119. Les simulations numériques pour les deux échan-
tillons seront ensuite confrontées aux résultats expérimentaux.

4.1 Mesures de spectroscopie THz haute résolution
Les différentes mesures d’absorption THz sur l’échantillon C119 (et les mesures anté-

rieures sur l’échantillon C311) ont été faites au synchrotron SOLEIL (Saclay) sur la ligne
AILES. Celles-ci ont été réalisées entre 300 et 6 K dans la gamme de fréquence 5 − 35 cm−1

(0.6 − 4.3 meV). La dépendance en fréquence des mesures est obtenue par spectroscopie à
transformée de Fourier et les basses températures sont atteintes en plaçant l’échantillon dans
un cryostat à tube pulsé. Dans le dispositif expérimental, le vecteur d’onde k de l’onde est
parallèle à la direction de la plaquette. La polarisation de l’onde incidente par rapport au
cristal peut être librement choisie dans le plan perpendiculaire à k en orientant l’échantillon
sur le support porte échantillon.

On présente dans un premier temps les résultats de l’échantillon C311 (identifié comme
liquide de spin à basse température) de la référence [Con+17] dont un résumé est visible
sur la figure V.12. Quatre pics P0, P1, P2 et P3 ont été observés dans cet échantillon avec
des intensités différentes en fonction du vecteur d’onde et de la polarisation de l’onde in-
cidente. La figure V.12a montre les résultats pour une plaquette (111) (donc une vecteur
d’onde k ∥ [111]) tracés avec deux références en température : 200 K (en haut) et 60 K (en
bas). On observe sur les courbes avec la référence à 60 K la présence des trois pics P0, P1
et P2 avec les énergies Eobs(P0) = 11.05 cm−1(1.37 meV), Eobs(P1) = 13.79 cm−1(1.71 meV)
et Eobs(P2) = 16.78 cm−1(2.08 meV). Ceux-ci correspondent à une levée de dégénérescence
du doublet fondamental et du premier doublet excité par le couplage vibronique basse tem-
pérature (T < 50 K) qui implique les phonons acoustiques transverses. Le dernier pic, P3,
est visible dans les mesures avec une référence à 200 K et correspond au signal du phonon
optique qui devient magnétiquement actif avec le processus vibronique haute température,
T < 200 K. Les mesures de la figure V.12b montrent les résultats obtenus pour k ∥ [11̄0]
(en haut) et k ∥ [100] (en bas) tracés avec une référence à haute température (300 K). Pour
k ∥ [11̄0], on voit un spectre très dépendant de la polarisation (e,h) de l’onde incidente
avec un pic P1 intense pour la polarisation (e,h) ∥ ([21̄1̄], [111]) et des pics P0, P1 et P3
intenses pour la polarisation orthogonale (e,h) ∥ ([111], [2̄11]). Ces mesures sont interprétées
comme liées à un transfert de poids spectral entre les différentes excitations. A l’inverse, pour
k ∥ [100], l’absorption THz dépend très peu de la polarisation de l’onde lumineuse et le pic
P3 est absent.
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Figure V.12 – Spectres d’absorption THz de l’échantillon C311. (a) Pour k ∥
[111] et (e,h) ∥ ([11̄0], [112̄]) avec une référence à 200 K (en haut) et 60 K (en bas). Quatre
pics P0, P1, P2 et P3 sont visibles. (b) Mesures en fonction de la polarisation de l’onde
incidente : en haut pour k ∥ [11̄0] (0° correspond à la polarisation (e,h) ∥ ([1̄1̄2], [111])
et 90° à la polarisation (e,h) ∥ ([111], [112̄])) et en bas pour k ∥ [100] (0° correspond à la
polarisation (e,h) ∥ ([01̄0], [001]) et 90° à la polarisation (e,h) ∥ ([001], [010])). L’intensité
des pics change avec la polarisation de l’onde lumineuse pour k ∥ [11̄0] alors que ce n’est
pas le cas pour k ∥ [100]. Figures de la référence [Con+17].

Pour l’échantillon C119, quatre configurations différentes ont pu être mesurées :
— k ∥ [111] avec (e,h) ∥ ([2̄11], [01̄1]) et (e,h) ∥ ([01̄1], [21̄1̄]) ;
— k ∥ [01̄1] avec (e,h) ∥ ([111], [2̄11]) et (e,h) ∥ ([21̄1̄], [111]).

La figure V.13 montre les résultats tracés avec une référence de 64 K. On observe à chaque fois
la présence d’un unique pic centré autour de 14−15 cm−1. Les quatre configurations donnent
des résultats similaires avec comme seule différence un pic plus large pour k ∥ [01̄1] que pour
k ∥ [111] et une intensité un peu plus importante pour une des deux polarisations à vecteur
d’onde fixé. Les pics P0, P1 et P2 observés dans l’échantillon C311 avec la même référence
en température ne sont pas visibles pour l’échantillon C119. Il est assez intriguant de ne pas
observer les différents pics indiquant l’existence de processus vibroniques dans l’échantillon
C119 alors que la présence de ces couplages (au moins celui à basse température) a pu être
démontrée sous champ magnétique. Il est néanmoins tout à fait possible que les différents
pics P0, P1 et P2 soient trop proches en énergie pour être résolus ici. C’est ce que suggèrent
les simulations effectuées sous champ magnétique avec une levée de dégénérescence calculée
de 1.9 cm−1 pour le C119 contre 2.8 cm−1 observé expérimentalement pour le C311.
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Figure V.13 – Absorption THz de Tb2Ti2O7 (échantillon C119) en fonction
de la température dans la gamme 8.5 − 24 cm−1 avec une référence de 64 K.
En haut : pour k ∥ [111]. En bas : pour k ∥ [01̄1]. A gauche et à droite : pour deux
polarisations orthogonales indiquées sur les figures. Le pic visible sur tous les spectres
est centré sur l’énergie correspondant à la transition entre le doublet fondamental et le
premier double excité de champ cristallin.

Les données avec une référence à 200 K sont montrées sur la figure V.14. On observe la
présence d’un unique pic avec des variations d’intensités similaires à celles visibles avec la
référence à 64 K. Le pic P3 est absent pour toutes les polarisations ce qui semble indiquer
que le processus vibronique haute température n’est pas présent dans l’échantillon C119.
Ces résultats sont à nouveau très différents de ceux relevés pour l’échantillon C311 où le
pic P3 était visible dans plusieurs configurations expérimentales avec une référence haute
température (200 − 300 K).

La grande sensibilité et précision des mesures THz sur synchrotron permet d’observer
une dépendance des couplages magnéto-élastiques en fonction des échantillons qui n’avait
pas été repérée en diffusion neutronique [Rum+16a]. Afin de comprendre ces différences, les
mesures expérimentales de ces deux échantillons sont confrontées au modèle numérique déjà
éprouvé sous champ magnétique pour le composé C119 dans la partie suivante.
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Figure V.14 – Absorption THz de Tb2Ti2O7 (échantillon C119) en fonction
de la température dans la gamme 8.5 − 24 cm−1 avec une référence d’environ
200 K. En haut : pour k ∥ [111]. En bas : pour k ∥ [01̄1]. A gauche et à droite : pour deux
polarisations orthogonales indiquées sur les figures. Le pic visible sur tous les spectres
est centré sur l’énergie correspondant à la transition entre le doublet fondamental et le
premier double excité de champ cristallin.

4.2 Résultats numériques

Pour tous les spectres d’absorption calculés en champ magnétique nul, la largeur de
raie Γ = 1.35 cm−1, le paramètre de la fonction pseudo-voigt η = 0.7 et les paramètres de
champ cristallin (donnés dans le tableau V.3) ont été pris rigoureusement identiques à ceux
utilisés pour les calculs sous champ magnétique. Etant donné que la signature du processus
vibronique à haute température est le pic P3 correspondant à un phonon magnétiquement
actif, on ne pourra pas le reproduire dans le cadre de ces simulations. On se concentre donc
sur le processus vibronique basse température visible dès 50 K. Pour cela, les spectres sont
calculés avec une référence à 60 K. Par simplicité, les paramètres de couplages vibroniques
Dq

2 ont été choisis indépendants de la température pour ces simulations. Notons toutefois que
des essais de simulations avec une dépendance en température ne montrait pas une différence
significative.
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Figure V.15 – Absorption THz simulée de l’échantillon C119 de Tb2Ti2O7 en
fonction de la température. En haut : pour k ∥ [111]. En bas : pour k ∥ [01̄1]. A
gauche et à droite : pour deux polarisations orthogonales indiquées sur les figures. Les
paramètres de champ cristallin sont ceux du tableau V.3 et les paramètres de couplage
vibronique sont D1

2 = D−1
2 = −0.24 meV.

La figure V.15 présente les simulations correspondant au cas du cristal C119 pour lequel
les paramètres de couplages vibroniques D1

2 = D−1
2 = −0.24 meV sont ceux déterminés sous

champ magnétique. Le tableau V.6 donne les énergies déterminées pour les quatres premiers
niveaux. Similairement aux données expérimentales, un unique pic vers 14 cm−1 centré sur
l’énergie du premier niveau de champ cristallin est calculé pour tous les vecteurs d’onde k
et toutes les polarisations (e,h). Notons néanmoins que les trois pics P0, P1 et P2 sont
bien présents dans les simulations (le pic P2 est discernable sur la figure V.15). Ces calculs
indiquent donc que le spectre d’absorption THz de l’échantillon C119 en champ magnétique
nul est tout fait compatible avec la présence de couplages vibroniques. Pour reproduire les
données du cristal C311, le paramètre de couplage est ajusté afin de rendre compte les
énergies Eobs des transitions associées aux pics P0 à P2 : D1

2 = D−1
2 = −0.38 meV. Les

quatre premiers niveaux d’énergie obtenus (reportés sur la table V.6) correspondent aux
valeurs expérimentales. Les spectres d’absorption simulés du cristal pour les quatre mêmes
configurations expérimentales que l’échantillon C119 sont visibles sur la figure V.16. La
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Figure V.16 – Absorption THz simulée de l’échantillon C311 de Tb2Ti2O7 en
fonction de la température. En haut : pour k ∥ [111]. En bas : pour k ∥ [01̄1]. A
gauche et à droite : pour deux polarisations orthogonales indiquées sur les figures. Les
paramètres de champ cristallin sont ceux du tableau V.3 et les paramètres de couplage
vibronique sont D1

2 = D−1
2 = −0.38 meV.

mesure expérimentale de cet échantillon C311 avec une référence à 60 K (figure V.12a, en
bas) est qualitativement reproduite par les calculs avec la présence de deux pics P1 et P2
bien distincts et d’un pic P0 moins intense.

Ces simulations permettent de reproduire qualitativement les spectres expérimentaux
des deux échantillons C119 et C311 en ajustement uniquement le paramètre de couplage
vibronique D1

2 = D−1
2 . On peut ainsi comprendre les différences observées entre ces deux

échantillons : les trois pics P0, P1 et P2 sont présents dans les deux cas mais ne sont pas
résolus expérimentalement pour le C119. Plusieurs différences entre les spectres mesurés et les
spectres calculés peuvent néanmoins être repérées. Il s’agit tout d’abord de la dépendance
en température qui est calculée incorrecte aux basses températures. Si l’intensité du pic
croît surtout entre 50 K et 10 K avec un ralentissement aux températures inférieures dans les
données expérimentales, ce n’est pas le cas dans les simulations où l’absorption augmente
de plus en plus à mesure que la température baisse. L’intensité des pics calculés en fonction



5. Discussion et perspectives 157

E0 E1 E2 E3

C119 0.00/0.00 1.83/0.23 13.6/1.69 15.5/1.92
C311 0.00/0.00 2.85/0.35 13.8/1.71 16.8/2.08

Tableau V.6 – Niveaux d’énergie calculés des quatre premiers états de l’échan-
tillon C119 et de l’échantillon C311 obtenus avec les paramètres du tableau
V.3 et les paramètres de couplage vibronique D1

2 = D−1
2 = −0.24 meV et

D1
2 = D−1

2 = −0.38 meV respectivement. Les énergies sont données en cm−1/meV.

du vecteur d’onde k et de la polarisation (e,h) de l’onde lumineuse n’est pas non plus
bien reproduite pour l’échantillon C311. Les calculs avec k ∥ ⟨01̄0⟩ dépendent peu de la
polarisation (e,h) de l’onde alors que les courbes expérimentales de ce composé (figure
V.12b, en haut) montrent une absorption très différente en fonction de la polarisation. A
l’inverse, les spectres calculés pour ce même échantillon dans le cas k ∥ ⟨100⟩ (non montrés)
dépendent de la polarisation (e,h) alors que ce n’est pas le cas expérimentalement.

Ces différences pourraient provenir de multiples effets. On peut tout d’abord penser à
l’absence d’interactions entre les ions magnétiques dans le modèle numérique alors que celles-
ci sont évidemment importantes à basse température. L’hybridation entre les états de champ
cristallin et les fonctions d’onde des phonons (non prise en compte dans les simulations)
pourrait aussi être un ingrédient crucial. En particulier, l’hybridation avec le mode phonon
optique (associé au pic P3) semble avoir une influence notable. C’est ce que suggèrent les
mesures sur la figure V.12b où on observe un pic P0 avec une intensité non négligeable
seulement lorsque P3 est présent. Remarquons aussi que le peuplement thermique des états
phononiques suit la statistique de Bose-Einstein, différente de celle des niveaux de champ
cristallin. Cet aspect pourrait avoir un effet significatif sur les dépendances en températures.

5 Discussion et perspectives
Les mesures et calculs de spectroscopie d’absorption THz confirment la présence de cou-

plages magnéto-élastiques dans Tb2Ti2O7 y compris sous champ magnétique jusqu’à 15 T.
L’amplitude de ces couplages est différente dans les deux composés Tb2+xTi2–xO7+y étu-
diés dont l’état fondamental est supposé différent (ordre quadrupolaire pour le C119 avec
x = +0.003 et liquide de spin pour le C311 avec x = −0.003 ). Durant ce travail, deux études
reliées ont été publiées : celle de Zhang et al. qui traite également de l’effet d’un champ ma-
gnétique sur le spectre de Tb2Ti2O7 [Zha+21] et celle de Ruminy et al. qui caractérise en
détail les excitations magnéto-élastiques [Rum+19]. On discute d’abord de ces deux études
avant d’aborder les résultats de ce chapitre et les directions futures envisagées.

Les mesures de spectroscopie THz de Zhang et al. [Zha+21] se concentrent sur les plus
faibles champs magnétiques µ0H < 7 T dans les mêmes configurations expérimentales que
les nôtres (k ∥ H ∥ [111]) mais avec une analyse de la polarisation de l’onde transmise. Les
excitations observées sont similaires à celles de nos mesures. Des calculs quantiques sont aussi
réalisés en tenant compte du hamiltonien de champ cristallin et du hamiltonien Zeeman. La
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principale différence vient du fait que les auteurs négligent les couplages vibroniques : aucune
évidence n’est observée dans leurs spectres. Cet aspect n’est pas surprenant puisqu’on ne
discerne pas non plus les levées de dégénérescence en dessous de 7 T (figure V.7) dans les
mesures sous champ magnétique. Leurs modélisations considèrent par contre que la symétrie
du champ cristallin est abaissée de 3̄m vers 1 par le champ magnétique pour les ions i =
2, 3, 4. Cet abaissement induit de nombreux termes supplémentaires dans le hamiltonien dont
six (comprenant Ô 1

2 et Ô 2
2 ) sont pris en compte dans les simulations. A plus fort champ

magnétique, ce type d’effet devrait donc aussi conduire au dédoublement de la branche ν4.
Pour que l’interprétation proposée puisse aussi expliquer ce dédoublement, il serait nécessaire
d’évaluer le déplacement des ions O2– induit par le champ magnétique et de s’assurer que
ce déplacement est suffisant (comme on a pu le montrer dans le cas des couplages magnéto-
élastiques en comparant les quantités |D1

2(calc)/D1
2(exp)| et |B0

2(calc)/B0
2(exp)|).

Les mesures de diffraction neutronique de Ruminy et al. [Rum+19] se focalisent sur les
très basses températures (0.07 K) en étudiant l’anisotropie et la dépendance en (E,Q) du
mode magnéto-élastique MEM et la dispersion du premier doublet excité de champ cristallin.
Trois branches (dénommées excitons) sont observées et associées à la présence d’interactions
d’échange qui rendent les 4 sites Tb3+ inéquivalents (la branche manquante étant le MEM).
En Q = 0, seuls trois modes sur les quatre sont résolus : le MEM est confondu avec un exciton.
C’est aussi ce que l’on observe en spectroscopie THz (où l’on sonde les modes en Q ≃ 0)
avec 3 pics P0, P1, P2 bien que l’interprétation soit différente. Dans le modèle vibronique, les
4 ions d’un tétraèdre sont équivalents (sans champ magnétique) et un seul ion est suffisant
pour obtenir les 3 pics. Notons néanmoins que les 3 pics en spectroscopie THz sont visibles
dès (30 − 40 K sur la figure V.12) ce qui est plutôt en faveur d’une origine magnéto-élastique
au moins dans la partie haute température (T ≥ 6 K) que lié aux interactions magnétiques.

Au vue des réserves mentionnées sur ci-dessus, l’interprétation de nos mesures en champ
magnétique et en température sur deux échantillons par des couplages magnéto-élastiques
semble plus robuste. Les résultats de ce travail révèlent un lien possible entre l’amplitude
des couplages vibroniques et l’état très basse température (liquide de spin pour l’échan-
tillon C311 et ordre quadrupolaire pour le C119). Remarquons qu’un tel lien ne serait pas
étonnant : si ce n’en est pas la seule source, les couplages magnéto-élastiques peuvent être
responsables d’interactions quadrupolaires (le lien entre ces deux effets est mentionné dans
le paragraphe 1.3.1 du chapitre III). L’amplitude des couplages vibroniques, dépendant de
la stoechiométrie précise, pourrait ainsi être reliée à des interactions quadrupolaires plus ou
moins importantes qui permettraient de stabiliser (ou non) l’ordre quadrupolaire. Il serait
intéressant de déterminer plus précisément quelles interactions quadrupolaires émergent des
effets magnéto-élastiques coopératifs multi-ion et de voir si celles-ci peuvent être reliées à
l’ordre quadrupolaire apparaissant pour une certaine gamme de paramètre x.

Pour aller plus loin dans la compréhension de l’état très basse température de Tb2Ti2O7,
plusieurs essais de mesures de spectroscopie THz sur le cryostat à désaimantation adiba-
tique de la ligne AILES du synchrotron SOLEIL se sont déroulés pendant toute la durée de
cette thèse. Ce dispositif sophistiqué permettant d’atteindre des températures inférieures à
quelques kelvins en présence d’ouvertures optiques est très récent (2019) et les mesures se
sont avérées difficiles. La focalisation du faisceau synchrotron est très complexe et le temps
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de refroidissement très long (environ 24 h). Bien qu’une température de 250 mK ait pu être
atteinte en présence de l’échantillon et du faisceau synchrotron, les campagnes de mesures
ont donné des résultats non reproductibles et donc inexploitables. La meilleure prise en main
du dispositif laisse espérer de bons espoirs pour la suite.

Des simulations numériques plus élaborées incluant les interactions entre les ions Tb3+

sont aussi envisagées. Mentionnons à ce sujet que la présence de couplages magnéto-élastiques
rend la prise en compte des interactions (dipolaires et quadrupolaires) encore plus importante.
Pour expliciter cette propriété, il est nécessaire de revenir au caractère non Kramers des ions
Tb3+. Cet aspect implique que les éléments de matrice des opérateurs dipolaires Ĵ sont nuls
entre les fonctions d’ondes d’un même doublet |ψ±

n ⟩ de champ cristallin : ⟨ψ±
n |Ĵ |ψ±

n ⟩ = 0.
Seuls des mélanges entre le doublet fondamental |ψ±

0 ⟩ et le premier doublet excité |ψ±
1 ⟩

peuvent être induits : ⟨ψ±
0 |Ĵz|ψ±

1 ⟩ ̸= 0. Cet effet sera néanmoins faible puisque la proportion
du mélange est de l’ordre J /∆ où ∆ ∼ 20 K est la séparation en énergie entre les deux
doublets). A l’inverse, les opérateurs quadrupolaires agissent de façon significativement dif-
férente en restaurant des fluctuations de spins : ⟨ψ±

i |Ô q ̸=0
2 |ψ∓

i ⟩ ̸= 0. Même pour de faibles
termes quadrupolaires, les deux états d’un même doublet de champ cristallin |ψ±

0 ⟩ et |ψ±
1 ⟩

seront mélangés en proportions équivalentes. L’effet de l’opérateur J sera donc très différent
en présence d’une hybridation des quatre états de champ cristallin |ψ±

0,1⟩ avec les phonons
acoustiques (se traduisant par des effets quadrupolaires) puisque même les états très proches
en énergie issus de ce mélange seront connectés par l’opérateur dipolaire. Le rôle des inter-
actions est donc très important et celles-ci pourraient expliquer que l’intensité des pics, les
effets de la polarisation et la variation en température des mesures en champ magnétique
nul ne soient pas reproduites avec un modèle simplifié sans interactions.

6 Conclusion
L’évolution sous champ magnétique des niveaux de champ cristallin de basse énergie

de Tb2Ti2O7 a pu être obtenue par des mesures spectroscopiques magnéto-optiques THz.
Les calculs d’absorption basés sur le hamiltonien de champ cristallin et le hamiltonien Zee-
man permettent de reproduire et de comprendre les principales caractéristiques du spectre
expérimental dont l’origine des nombreuses branches observées. Néanmoins, l’inclusion des
couplages vibroniques spin-réseau dans le modèle assure une meilleure reproduction des
données (en particulier le dédoublement d’une branche d’excitation) et révèle la présence
d’hybridation entre les états de champ cristallin et les phonons acoustiques transverses au
moins jusqu’à 15 T. Une différence d’amplitude significative de ces processus vibroniques
est observée en comparant les spectres d’absorption de deux échantillons de Tb2+xTi2–xO7+y
avec x = −0.003 et x = +0.003 jusqu’à 6 K. A basses températures, les mesures de chaleur
spécifique suggèrent un état fondamental différent pour ces deux échantillons, liquide de spin
pour le premier et ordre quadrupolaire pour le second. La reproduction par les calculs de
toutes les mesures de de spectroscopie THz de ces deux échantillons en fonction du champ
magnétique et de la température ont permis de montrer que les multiples hybridations entre
excitations de champ cristallin et phonons dans Tb2Ti2O7 sont sensibles à la stoechiomé-
trie précise x et sont donc d’une importance capitale pour comprendre l’état fondamental
intriqué de ce composé.





Chapitre VI

Influence d’un champ magnétique
local dans Tb2Ir2O7

A l’inverse du composé Tb2Ti2O7, les ions Tb3+ de Tb2Ir2O7 s’ordonnent magnétiquement
dès 130 K sous l’influence de l’iridium et cet ordre évolue en dessous de 10 K avec la mise
en place d’interactions Tb−Tb. Ces résultats sont confirmés et approfondis par de nouvelles
mesures de diffraction neutronique et une nouvelle analyse des données de diffusion inélas-
tique de neutrons obtenues par Emilie Lefrançois durant sa thèse [Lef16]. La comparaison
de l’ensemble de ces résultats avec des simulations numériques montre que la majorité des
propriétés magnétiques du composé associés aux ions Tb3+ sont bien comprises en tenant
compte d’une façon simplifiée des interactions entre les terres rares. Les caractéristiques
non reproduites soulèvent la présence d’interactions plus complexes, probablement d’origine
quadrupolaire.

Collaborations : Rafik Ballou, Julien Robert, Emilie Lefrançois, Elsa Lhotel, Pascal Lejay,
Abdel Hadj-Azzem (Institut Néel) ; Françoise Damay, Sylvain Petit (LLB) ; Jacques Ollivier,
Björn Fåk (ILL).

Figure VI.1 – Poudre de Tb2Ir2O7.
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1 Introduction
La présence d’un ion magnétique sur le site M des oxides pyrochlores R2M2O7 diversifie

les états magnétiques possibles par rapport aux composés voisins où M est non magnétique.
Les pyrochlores iridates, avec M = Ir, font partie des plus prometteurs : en plus de nou-
velles phases magnétiques, les oxides d’iridium pourraient stabiliser des phases électroniques
originales liées au fort couplage spin-orbite des ions Ir4+. L’objectif de cette section est de pré-
senter une courte revue des différents éléments importants dans ces systèmes et d’introduire
le cas particulièrement intriguant de Tb2Ir2O7.

1.1 Interêt des oxides iridates
La richesse de la physique induite par l’iridium provient de sa configuration 5d. La grande

extension de ces orbitales conduit à une hiérarchie des interactions dans les solides très diffé-
rentes de celle des terres rares : le champ cristallin 10Dq prédomine largement les corrélations
électroniques U et le couplage spin orbite λ. De plus, à l’inverse des éléments 3d pour lesquels
U ≫ λ, le couplage spin orbite peut être du même ordre de grandeur que les corrélations
électroniques : l’extension spatiale des orbitales d augmente avec le nombre quantique n (ce
qui réduit la répulsion coulombienne U) et le couplage spin orbite λ croît comme Z4/n3.
Pour illustrer ces caractéristiques, il est instructif de considérer le modèle de Hubbard 1

Ĥ = −t
∑

i,j; α,β

(
ĉ †
iαĉjβ + ĉiαĉ

†
jβ

)
+ λ

∑
i

L̂i · Ŝi + U
∑
i; α

n̂iα↑n̂iα↓ (VI.1)

où ĉiα (respectivement ĉ †
iα) est l’opérateur annihilation (respectivement création) d’un élec-

tron dans l’orbitale α sur le site i, Ŝi (respectivement L̂i) l’opérateur moment cinétique de
spin (respectivement moment cinétique orbital) du site i et n̂iα↑ (respectivement n̂iα↓) l’opé-
rateur densité d’occupation du site i dans l’orbitale α avec un spin up ↑ (respectivement
spin down ↓). Un diagramme de phase schématique en fonction de U/t et λ/t est visible sur
la figure VI.2a. Dans la partie t ≫ λ, U , un état métallique ou isolant de bande est obtenu.
Pour des corrélations électroniques plus importantes (U ≫ t, λ), l’état stabilisé est un isolant
de Mott. A l’inverse, pour un couplage spin orbite important (λ ≫ U, t), des semi-métaux 2

ou des isolants topologiques (de bande) 3 sont attendus [PB10 ; KYI11 ; WGK13]. Les oxides
d’iridates tendraient à se situer dans la partie du diagramme U, λ ≫ t où les phases prédites
sont regroupées sous l’appellation SOCMI (isolant de Mott à couplage spin orbite) [Wit+14].

Dans les pyrochlores R2Ir2O7, la valence de l’iridium est 4+ et conduit à une configuration
électronique [Xe]4f 145d5. Le champ cristallin, formé de 6 ions oxygènes O2–, est octaèdrique
pour x = 0.3125 où x est la position libre des oxygènes 48f. Expérimentalement, x est généra-
lement faiblement supérieur à 0.3125 dans les pyrochlores [SAS83] si bien qu’il est pertinent

1. Les termes d’interaction de Coulomb entre des électrons de spins opposés et d’orbitales différentes ainsi
que de spins parallèles dans des orbitales différentes (responsables des deux premières règles de Hund) sont
de moindre importance dans ces systèmes et ont été négligés.

2. Les semi-métaux sont caractérisés par une faible densité d’état au niveau de Fermi. Le sommet de la
bande de valence est typiquement d’énergie légèrement supérieure au bas de la bande de conduction et ces
deux extrema sont situés à des vecteurs k de l’espace réciproque différents.

3. Les isolants topologiques sont des matériaux isolant dans leur volume (la structure de bande possède
un gap) mais avec des états de surface conducteurs protégés par la topologie au niveau du gap.
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de considérer en première approximation un environnement parfaitement octaédrique. La
dégénérescence des orbitales 5d est levée en deux orbitales eg (dx2−y2 , dz2) de haute énergie
séparées par 10Dq ≈ 2 − 4 eV des trois orbitales t2g (dxy, dxz, dyz) de basse énergie. Avec
5 électrons sur les orbitales t2g, l’état stabilisé est de spin total S = 1/2. L’interaction pré-
dominante est ensuite le couplage spin orbite. La projection de l’opérateur L sur les états
t2g indique qu’ils sont équivalents à des états de moment angulaire effectif leff = −1 : les
états propres de couplage spin-orbite sont alors caractérisées par un moment angulaire total
effectif jeff = leff ± S. Les orbitales t2g sont ainsi séparées en un doublet jeff = 1/2 d’énergie
supérieure à un quadruplet jeff = 3/2. En conséquence, les 5 électrons d sont répartis tels
que les états jeff = 3/2 soient entièrement remplis tandis que l’état jeff = 1/2 est peuplé
d’un seul électron 4. Dans le cadre du modèle de Hubbard de l’équation VI.1, ce système
est modélisé par une bande jeff = 1/2 de faible largeur autour du niveau de Fermi EF et
les corrélations électroniques U pourraient ainsi induire un état SOCMI [Kim+08 ; Wit+14].
La figure VI.2b résume schématiquement ce diagramme d’énergie. En terme de magnétisme,
plusieurs modèles prédisent un état fondamental antiferromagnétique all-in all-out (AIAO)
où tous les spins sont dirigés selon les axes d’anisotropie du champ cristallin et pointent vers
l’intérieur ou vers l’extérieur d’un tétraèdre. Cet état brise la symétrie de renversement du
temps mais conserve l’inversion spatiale. En conséquence, des phases électroniques SOCMI
originales (isolant axionique ou semi-métal de Weyl) sont prédites [Go+12 ; Wan+11 ; WK12 ;
WGK13]. En l’absence de brisure de symétrie de renversement du temps, la coopération entre
le couplage spin orbite et les corrélations électroniques pourraient stabiliser un état isolant
de Mott topologique [PB10 ; KYI11].

1.2 Etats magnétiques originaux dans les pyrochlores iridates
Un changement de pente dans la résistivité est observé dans les pyrochlores R2Ir2O7 à

une température critique TN ≈ 120 − 150 K (R = Lu, Yb, Ho, Dy, Tb, Gd, Eu et Sm)
ou TN ≈ 30 K (R = Nd). Cette variation est associée à un changement d’état électronique
[YM01 ; Mat+07 ; Mat+11]. Il s’agit d’une transition métal isolant ou métal semi-conducteur
lorsque le rayon ionique de R3+ est grand et d’une transition entre deux états isolants dans
le cas inverse. La faible résistivité mesurée dans la phase isolante en comparaison avec les
isolants traditionnels traduit les caractéristiques particulières de l’ion Ir4+. Le diagramme de
phase est présenté sur la figure VI.3a. Une transition de phase magnétique est aussi observée
à cette même température TN. Le faible moment de l’iridium Ir4+ et la forte absorption
des neutrons par cet élément rend la détermination directe de l’ordre difficile. Les premiers
résultats d’aimantation [TWH01 ; YM01 ; Mat+07], chaleur spécifique [TWH01] et µSR
(rotation et relaxation du spin du muon) [Zha+11 ; Dis+12] ont indiqué qu’il s’agissait d’une
transition du second ordre vers un ordre antiferromagnétique. Un état AIAO a été suggéré
par diffraction inélastique résonnante des rayons X [Sag+13] et µSR [Dis14] en émettant de
fortes hypothèses sur le composé. La confirmation a finalement été obtenue par diffraction
neutronique en sondant le magnétisme de l’iridium via son interaction avec le magnétisme des
terres rares dans les pyrochlores R2Ir2O7 où R est un élément magnétique. Le comportement

4. La prise en compte de la légère distorsion du champ cristallin pour x ̸= 0.3125 sépare les deux états
jeff = 3/2 et les mélange avec les états jeff = 1/2. Pour Ir4+, l’état peuplé de plus haute énergie reste un
doublet (Kramers) à moitié rempli dont le caractère varie entre jeff = 1/2 et S = 1/2 en fonction du rapport
entre le couplage spin-orbite et la distorsion.
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Figure VI.2 – Composés à fort couplage spin orbite. (a) Schéma du diagramme
de phase générique des oxydes iridates en fonction de la force des interactions U/t et du
couplage spin-orbite λ/t. Figure de la référence [Wit+14]. (b) Illustration du diagramme
d’énergie pour les pyrochlores iridates. En haut : levée de dégénérescence des orbitales
5d par le champ cristallin 10Dq et le couplage spin orbite λ. En bas : illustration de la
structure de bande. La petite largeur de la bande jeff = 1/2 permet d’induire un état
isolant de Mott SOCMI pour U modéré.

des ions magnétiques R3+ est effectivement uniquement piloté par le champ moléculaire de
l’iridium (illustré sur la figure VI.3b) et par le champ cristallin tant que les interactions
entre terres rares restent faibles (au dessus de 10 − 20 K). Pour les ions R = Ho, Dy et
Tb, d’anisotropie principalement Ising dans les composés voisins R2M2O7, ou pour Gd de
moment magnétique Heisenberg, un ordre AIAO de la terre rare est induit par l’iridium dès
TN. A l’inverse, pour R = Er et Yb (anisotropie planaire XY), aucun ordre magnétique de la
terre rare n’est stabilisé. Des arguments de symétrie permettent de conclure que dans tous
ces composés, l’iridium s’ordonne AIAO à T = TN. Cette mise en ordre induit aussi un ordre
AIAO de la terre rare lorsque l’anisotropie est compatible (Ising ou Heisenberg) mais rentre
en compétition avec le champ cristallin pour une anisotropie (planaire) incompatible [Lef+15].
La confirmation d’un tel état magnétique pour les ions Ir4+ rend possible l’existence des états
électroniques SOCMI necessitant une brisure de symétrie de renversement du temps mais
une conservation de l’inversion spatiale. Plusieurs études expérimentales tentent d’élucider
la nature des états électroniques des pyrochlores iridates [Tok+14 ; Tia+15].

A plus basse température, les interactions magnétiques entre les terres rares ne sont
plus négligeables et on peut s’attendre à de nouveaux comportements magnétiques. Dans
Gd2Ir2O7, les interactions entre les ions Gd3+ induisent la mise en ordre d’une composante
planaire du moment magnétique dans une configuration appelée Palmer-Chalker en plus de
l’ordre AIAO. Cette structure ne peut être expliquée sans une faible anisotropie du Gd3+,
révélée ici par son interaction avec l’ion magnétique Ir4+ [Lef+19]. Pour une anisotropie
XY des moments magnétiques, l’influence du champ moléculaire de l’iridium est tout aussi
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Figure VI.3 – Composés pyrochlores R2Ir2O7. (a) Diagramme de phase de R2Ir2O7.
Figure de la référence [Wit+14]. (b) Illustration de l’ordre magnétique du sous réseau
Ir4+ (en vert) et du champ moléculaire H Ir

m généré sur le sous réseau de terre rare R3+ (en
violet).

subtile : un ordre ferromagnétique est reporté dans Yb2Ir2O7 en dessous de 2 K mais avec
un moment magnétique fortement réduit, conséquence d’une compétition entre le champ
moléculaire AIAO de l’iridium et les interactions entre les ions Yb3+ [Jac+20]. Pour Er2Ir2O7,
aucun ordre du sous réseau Er3+ n’est détecté jusqu’à 70 mK. Des corrélations à courte portée
sont néanmoins observées [Lef+15], mais la nature de l’état magnétique à basse température
reste inconnue. A l’inverse, des états très particuliers apparaissent pour des ions d’anisotropie
Ising. Dans Nd2Ir2O7, l’ordre du sous réseau Nd reste parfaitement AIAO jusqu’à au moins
1.8 K mais la valeur du moment du Nd3+ est réduite de moitié par rapport à ce qui est calculé
dans le doublet fondamental de champ cristallin. Cette caractéristique pourrait être liée à
des fluctuations quantiques [GRK16]. Dans Ho2Ir2O7 et Dy2Ir2O7, des mesures de diffraction
de neutrons montrent que le moment ordonné AIAO sature à la moitié de la valeur attendue
à basse température. La phase stabilisée est un cristal de monopole 3-in 3-out fragmenté : un
seul degré de liberté, le moment magnétique Ising, fragmente thermodynamiquement en deux
parties et chacune est associée à une phase différente : un ordre antiferromagnétique AIAO et
une phase de Coulomb désordonnée avec des corrélations prédominantes ferromagnétiques
[Lef+17 ; Cat+20]. Cette dernière rappelle la physique des glaces de spin dans Ho2M2O7
et Dy2M2O7 où M = Ti, Sn est non magnétique. Pour Tb2Ir2O7, un changement d’état
magnétique est suggéré par la présence d’une bosse dans la susceptibilité magnétique DC
vers 5 − 10 K [Lef+15] et confirmé par la mise en évidence d’un pic de Bragg magnétique
non compatible avec un ordre AIAO en dessous de 10 K. Celui-ci est interprété comme une
mise en ordre additionnelle des composantes transverses du moment magnétique du Tb3+

dans un arrangement dénommé Γ5 jusqu’à 1.5 K [GRK17]. L’origine de cette mise en ordre
n’est toujours pas établie. On propose dans ce chapitre de poursuivre l’étude de ce composé,
dans l’objectif de déterminer l’origine de son état fondamental et de la composante Γ5, mais
aussi de mieux comprendre la physique des pyrochlores au terbium.
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Figure VI.4 – Diffractogrammes de neutrons sur poudre de Tb2Ir2O7. Mesures à
130 K (en rouges) et 1.5 K (en bleu). L’intensité supplémentaire visible à 1.5 K est d’origine
magnétique. L’affinement de Rietveld des données 130 K (ligne noire) permet d’obtenir
la position des pics de Bragg nucléaires (traits violets). La différence entre les données et
l’affinement à 130 K correspond à la ligne verte, décalée de 0.5 en ordonnée.

2 Diffusion de neutrons

2.1 Diffraction sur poudre : ordre magnétique

Afin de confirmer la structure magnétique de Tb2Ir2O7 déterminée dans les précédentes
études jusqu’à 1.5 K [GRK17] et de sonder les plus basses températures, nous avons effectué
une mesure de diffraction neutronique sur poudre sur le diffractomètre G4.1 au laboratoire
Léon Brillouin (LLB) avec une longueur d’onde incidente λi = 2.426 Å. Un cryostat classique
a été utilisé dans la gamme 1.5 − 130 K tandis qu’un réfrigirateur à dilution a permis de
descendre en dessous de 1.5 K et jusqu’à 26 mK. La figure VI.4 présente les mesures à 130 K,
1.5 K et l’affinement des données à 130 K avec le logiciel FullProf [Rod93]. Des pics de
Bragg magnétiques sont visibles dans la différence entre les diffractogrammes obtenus en
dessous de 50 K et celui mesuré à 130 K au dessus la température d’ordre TN. Ces intensités
apparaissent aux mêmes positions que les pics de Bragg nucléaires 5 et peuvent donc être
indexées avec un vecteur de propagation k = (0, 0, 0) : la périodicité de l’ordre magnétique
est identique à la périodicité cristallographique.

5. On peut remarquer la présence d’un pic magnétique en Q = 2.75 Å−1 sur la figure VI.4 et de deux pics
magnétiques calculés sur la figure VI.5 qui n’apparaissent pas sur une position de Bragg nucléaire. Il s’agit
d’une position avec une extinction systématique du pic de Bragg nucléaire liée à l’aspect face centrée du
groupe d’espace Fd3̄m. Les pics de Bragg magnétiques ne sont pas affectés par ces extinctions et le vecteur
de propagation est bien k = 0.
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La théorie des représentations des groupes permet de déterminer les différentes structures
magnétiques classiques possibles à partir de la position des atomes magnétiques, du groupe
d’espace et du vecteur de propagation. Pour des atomes magnétiques en position de Wyckoff
16c (Ir4+) ou 16d (Tb3+) dans le groupe d’espace Fd3̄m et avec un vecteur de propagation
k = (0, 0, 0), la représentation Γ de la structure magnétique est décomposée en

Γ = Γ3 ⊕ Γ5 ⊕ Γ7 ⊕ 2Γ9. (VI.2)

Les notations Γ3,5,7,9 sont associées aux différentes représentations irréductibles du groupe
ponctuel m3̄m et classifient les ordres possibles. Le tableau III.5 décrit en détail ces diffé-
rents ordres dans le repère local (xi,yi, zi) de chaque ion i d’un tétraèdre. Ces repères sont
définis dans le tableau III.4. L’affinement de Rietveld des mesures permet alors, en testant
les différentes possibilités de l’équation VI.2, d’avoir accès à l’ordre stabilisé. Bien que la
position des pics de Bragg nucléaires et magnétiques soit identique, il a été possible d’affiner
simultanément les structures nucléaires et magnétiques. On présente ici les résultats.

Ordre magnétique all-in all-out pour T ≥ 10 K. Au dessus de 10 K, l’intensité des
pics de Bragg magnétiques est bien modélisée par une structure AIAO (représentation Γ3)
sur les deux sous réseaux Ir4+ et Tb3+. Il s’agit d’un ordre où tous les moments magnétiques
mi d’un tétraèdre sont dirigés le long des axes locaux d’anisotropie zi ∝ ⟨111⟩ et pointent
tous in ou tous out pour un tétraèdre donné :

mΓ3
i ∝ zi. (VI.3)

Ce résultat est en accord avec les études précédentes [Lef+15 ; GRK17]. L’ordre AIAO ap-
paraît dans un premier temps sur le sous réseau Ir4+ à TN ≈ 130 K et induit, lorsque la
température baisse, un ordre AIAO similaire sur le sous réseau Tb3+ du fait d’interactions
antiferromagnétiques entre les terres rares Tb3+ et ses six voisins Ir4+. Le faible moment sur
le site Ir4+ a été fixé à 0.36µB lors des affinements de 50 K jusqu’à la plus basse température
et correspond à la valeur moyenne obtenue lors d’affinements préliminaires. La présence de
celui-ci améliore l’accord avec les données expérimentales mais la trop faible longueur de
diffusion de l’iridium n’a pas permis d’avoir accès à sa dépendance en température.

Apparition d’une composante magnétique planaire ordonnée pour T < 10 K.
En dessous de 10 K et jusqu’à 1.5 K, une faible intensité non compatible avec un ordre
AIAO apparait et augmente en Q ≈ 1.05 Å−1 (position de Bragg (111)). Celle-ci est liée à
un changement de l’ordre magnétique du sous réseau Tb3+ sous l’influence des interactions
magnétiques Tb − Tb. La description du moment magnétique du Tb3+ lors des affinements
par une composante AIAO et une composante additionnelle appartenant à la représentation
Γ5 permet de reproduire les mesures. La structure Γ5 est caractérisée par des moments
magnétiques dans le plan (xi,yi) perpendiculaire aux axes locaux d’anisotropie et tels que 6 :

mΓ5
i ∝ (cosϕ xi + sinϕ yi). (VI.4)

6. La représentation Γ5 possède deux vecteurs de base Ψ2 et Ψ3 qui correspondent respectivement à
ϕ = 0 et ϕ = π/2. Comme on ne peut pas distinguer Ψ2 et Ψ3 en diffraction sur poudre, seule une des deux
composantes (Ψ2) est inclue dans l’affinement.
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Figure VI.5 – Diffractogramme de neutrons sur poudre de Tb2Ir2O7 à 1.5 K.
Les données observées sont en rouge et l’intensité calculée par un affinement de Rietveld
en noir. La différence des deux (en bleu) montre un affinement satisfaisant. Les positions
des pics de Bragg nucléaires et magnétiques sont indiquées par des traits violets et or
respectivement. La présence de deux pics de Bragg magnétiques à des positions sans pics
de Bragg nucléaires n’est pas incompatible avec un vecteur de propagation k = (0, 0, 0)
comme discuté dans la note 5. Le moment magnétique des ions Ir4+ a été fixé à 0.36µB
pour l’affinement.

On présente sur la figure VI.5 l’affinement à 1.5 K dont les facteurs d’accord (définis par
l’équation II.96) sont très satisfaisants : RB = 1.51, RF = 1.92 et RM = 1.69. A nouveau, ce
résultat est en accord avec les études antérieures [GRK17].

Absence d’évolution en dessous de 1.5 K. La figure VI.6a présente les diffracto-
grammes mesurés avec le réfrigirateur à dilution entre 1.5 K et 26 mK. Aucun changement
n’est observé entre ces deux températures : la structure magnétique et l’amplitude des mo-
ments magnétiques n’évoluent plus en dessous de 1.5 K.

Moment magnétique ordonné. La figure VI.6b montre l’évolution du moment du Tb3+

affiné et de ses composantes AIAO et Γ5 entre 50 K et 1.5 K. A 1.5 K, le moment magnétique
du Tb3+ est de 5.42 ± 0.15µB avec une composante AIAO 5.18 ± 0.12µB et une composante
Γ5 de 1.59 ± 0.12µB. L’angle entre le moment magnétique des ions Tb3+ et les axes locaux
zi = ⟨111⟩ est donc d’environ 17° à 1.5 K. La dépendance en température de la composante
AIAO ne suit pas une fonction de Brillouin et sa variation indique qu’elle est induite par
le champ moléculaire du sous réseau Ir4+. A l’inverse, la composante Γ5 semble suivre une
fonction de Brillouin ce qui confirme que cette mise en ordre additionnelle provient des
interactions entre les ions terres rares.
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Figure VI.6 – Evolution du moment magnétique ordonné des ions Tb3+ dans
Tb2Ir2O7. (a) Dans la gamme 0.026−1.5 K : diffractogrammes mesurés à 1.5 K (en rouge)
et 26 mK (en bleu) avec le réfrigirateur à dilution dont la différence (en vert) ne montre
aucune évolution. (b) Dans la gamme 1.5 − 50 K : évolution du moment magnétique
ordonné total (en noir) et des composantes AIAO (en rouge) et Γ5 (en bleu) du Tb3+.

2.2 Diffusion inélastique sur poudre : excitations magnétiques
Plusieurs campagnes de mesures de diffusion inélastique de neutrons sur poudre du com-

posé Tb2Ir2O7 ont été menées dans le cadre de la thèse d’Emilie Lefrançois [Lef16] et dans
la continuté de celle-ci. Cette section présente une nouvelle analyse de ces données.

La première série de mesure a eu lieu en 2014 sur le spectromètre temps de vol IN4 à l’ILL.
Les cartes S(Q,E) (où S est la fonction de diffusion, ~Q la quantité de mouvement transférée
et E = ~ω l’énergie transférée) obtenues à 2 K, 30 K, 150 K et 300 K avec une longueur d’onde
incidente λi = 1.2 Å sont présentées sur la figure VI.7a. L’intensité diffusée visible vers 10 meV
à T = 2 K diminue lorsque l’amplitude du vecteur de diffusion Q augmente ce qui révèle
une origine magnétique. L’absence de dispersion est caractéristique d’un niveau de champ
cristallin. La diffusion à faible énergie et à grand vecteur de diffusion (Q ≈ 5 Å−1, 6.75 Å−1

et 8 Å−1) ainsi que les taches autour de 20 meV, plus prononcées lorsque la température
augmente, sont à l’inverse d’origine phononique. Finalement, l’intensité visible autour de
36 meV est assez uniforme et seulement moins intense vers Q = 5 Å−1 ce qui semble indiquer
une origine mixte. Une mesure supplémentaire à 2 K et λi = 0.8 Å ne montre pas de diffusion
additionnelle jusqu’à au moins 100 meV. La figure VI.7b montre l’intégration des données
sur les faibles valeurs de Q, entre 0 à 4 Å−1. On observe un décalage des pics à 10 meV et
36 meV vers les basses énergies lorsque la température augmente et une intensité diffusée
additionnelle à 14 meV, notamment sur la courbe T = 30 K.

La comparaison de l’intensité diffusée en fonction du vecteur de diffusion Q avec le
facteur de forme magnétique au carré f 2(Q) de l’ion Tb3+ (figure VI.8) permet de confirmer
l’interprétation de la nature des excitations repérées à E = 10 meV, 14 meV et 36 meV.
Pour cela, l’intensité est intégrée sur une gamme 2∆E autour de E. Les paramètres ∆E
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Figure VI.7 – Intensité de neutrons diffusés mesurée sur IN4 avec une longueur
d’onde incidente λi = 1.2 Å. (a) Cartes S(Q,E). De gauche à droite et de haut en
bas : T = 2 K, T = 30 K, T = 150 K et T = 300 K. (b) Intensité intégrée entre 0 et 4 Å−1.
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Figure VI.8 – Comparaison des données de IN4 intégrées sur une largeur 2∆E
autour de la position E des excitations avec un modèle de diffusion. Les données
mesurées sont en bleu pour T = 2 K et en cyan pour T = 30 K. Le modèle utilisé (décrit
dans le texte principal) est en noir. En haut à gauche : E = 10 meV, ∆E = 2 meV
et λi = 1.2 Å. En haut à droite : E = 14 meV, ∆E = 1 meV et λi = 1.2 Å. En bas :
E = 36 meV, ∆E = 2 meV et λi = 0.8 Å.

sont choisis comme étant la demi largeur à mi hauteur du pic considéré sur des coupes à
faible Q fixé : ∆E = 2 meV, 1 meV et 2 meV respectivement. Le facteur de forme est calculé
dans l’approximation dipolaire à partir de la relation III.59 et est multiplié par un facteur
d’échelle a. Une intensité additionnelle constante en Q, modélisée par un paramètre c, est
ajoutée au modèle afin de prendre en compte les contributions indépendantes de Q (bruit de
fond, diffusion incohérente, diffusion multiple, etc). Le bon accord à faible vecteur de diffusion
obtenu pour E = 10 meV et E = 14 meV confirme l’hypothèse de niveaux de champ cristallin.
L’intensité supplémentaire visible à plus grand vecteur de diffusion est liée aux croisements
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avec des branches de phonon acoustique. Pour E = 36 meV, un bon accord est obtenu en
comparant l’intensité diffusée à un modèle prenant en compte le facteur de forme magnétique
au carré af 2(Q), une contribution phononique incohérente bQ2 et un terme constant c. On
identifie ainsi deux contributions principales : un niveau de champ cristallin visible à faible
Q et une contribution phononique incohérente responsable de l’intensité diffusée à grand Q.

Une seconde série de mesures, sur le spectromètre temps de vol IN5 (ILL) en 2016, permet
de sonder les basses énergies. La figure VI.9a présente les cartes S(Q,E) mesurées avec une
longueur d’onde λi = 4.8 Å à 1.5 K, 5 K, 10 K, 20 K, 50 K et 100 K et la figure VI.9b l’intensité
intégrée sur Q ∈ [0, 2.5]Å−1 dans la partie énergie positive (perte d’énergie du neutron). On
relève sur la carte à 1.5 K deux excitations magnétiques centrées en 0.4 meV et 1.4 meV. Le
peuplement thermique de ces niveaux explique la réduction de l’intensité des transitions à
haute température. La dispersion visible en dessous de 20 K entre ces deux niveaux révèle
la présence d’interactions entre les terres rares. La figure VI.10a montre les cartes mesurées
à 50 K et 100 K dans la partie transfert d’énergie négatif (gain d’énergie du neutron) tandis
que les données intégrées sur Q ∈ [0, 5]Å−1 sont présentées sur la figure VI.10b. On observe
à 50 K et 100 K une diffusion à 10 meV et 14 meV qui confirme l’existence de niveaux à ces
deux énergies. Sur les mesures à 50 K, un pic est aussi observé à 8 meV : il s’agit d’une
transition entre le niveau à 1.4 meV et celui à 10 meV.

3 Champ cristallin et champ moléculaire de l’iridium
L’objectif de cette section est de déterminer numériquement l’effet du champ cristallin

et du champ moléculaire de l’iridium H Ir
m sur les ions terres rares Tb3+. Cette étude servira

de base pour traiter les interactions Tb − Tb et ainsi élucider l’origine de la composante
magnétique planaire ordonnée Γ5. Pour cela, on considère un hamiltonien modèle de la forme

Ĥ(T ) =
∑
k,q

θkλ
q
kB

q
kÔ

q
k − µ0H

Ir
m(T )gJµBĴ

z. (VI.5)

Dans cette équation, T est la température, Ô q
k les opérateurs de Stevens et θkλqkB

q
k les

paramètres de champ cristallin en convention de Stevens (avec θk et λqk des coefficients donnés
dans les tableaux III.1 et III.3 et Bq

k les paramètres de champ cristallin en convention de
Wybourne). A l’inverse du cas de Tb2Ti2O7 (chapitre V), l’opérateur Ĵz est exprimé dans la
base locale des ions : le champ moléculaire de l’iridium est multiaxial et chaque terre rare
ressent un champ magnétique dans la direction de son axe d’anisotropie. Pour déterminer les
7 paramètres du modèle (les 6 paramètres de champ cristallin Bq

k et le champ moléculaire de
l’iridium H Ir

m), on s’attachera à comparer les observables calculées à partir du hamiltonien
VI.5 aux mesures expérimentales, avec en particulier :

— La variation en température du moment magnétique AIAO du Tb3+ ;
— La position des niveaux de champ cristallin observée en diffusion inélastique ;
— L’intensité relative des pics associées à ces niveaux.

Une importance particulière sera accordée aux mesures au dessus de 10 K où l’effet des inter-
actions Tb − Tb est moins important. La partie suivante décrit les hypothèses nécessaires
pour modéliser le composé et comparer les résultats simulés et expérimentaux.
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Figure VI.9 – Intensité de neutrons diffusés mesurée sur IN5 avec une longueur
d’onde incidente λi = 4.8 Å (région perte d’énergie du neutron). (a) Cartes
S(Q,E). De gauche à droite et de haut en bas : T = 1.5 K, T = 5 K, T = 10 K, T = 20 K,
T = 50 K et T = 100 K. (b) Intensité intégrée entre Q = 0 et 2.5 Å−1.
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Figure VI.10 – Intensité de neutrons diffusés mesurée sur IN5 avec une lon-
gueur d’onde incidente λi = 4.8 Å (région gain d’énergie du neutron). (a) Cartes
S(Q,E). De gauche à droite : T = 50 K et T = 100 K. (b) Intensité intégrée entre Q = 0
et 5 Å−1.

3.1 Hypothèses
3.1.1 Dépendance en température du champ moléculaire de l’iridium

Le champ moléculaire de l’iridium interagissant avec la terre rare peut s’exprimer sous
la forme H Ir

m(T ) = λIr−Rm
Ir(T ) où mIr est le moment magnétique de l’iridium et λIr−R la

constante de couplage entre le moment magnétique de l’iridium et le moment magnétique
de la terre rare. En supposant un couplage indépendant de la température, la dépendance
en température de H Ir

m ne provient que de la dépendance du moment magnétique mIr. Ce-
pendant, la trop faible amplitude de diffusion de l’iridium n’a pas permis d’obtenir cette
dépendance expérimentalement et il est nécessaire de recourir à un modèle. Une difficulté
majeure est que, bien qu’une transition métal isolant soit observée à TN = 130 K, les courbes
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Figure VI.11 – Modélisation de la dépendance en température du moment
magnétique de l’iridium. En bleu : modèle de magnétisme localisé suivant une fonction
de Brillouin. En rouge : modèle de magnétisme itinérant issu d’excitations de Stoner.

de résistivité [Mat+11] ne permettent pas de considérer des ions Ir4+ totalement localisés. Il
est alors instructif de regarder deux modèles simples limites :

— Le cas d’un isolant où les moments magnétiques sont totalement localisés. On peut
en première approximation considérer que la variation en température du moment
magnétique ordonné de l’iridium suit une fonction de Brillouin BJ avec J = jeff = 1/2,

mIr(T ) = mIr
satB1/2

(
µBµ0λIr−Irm

Ir(T )
kBT

)
= mIr

sat tanh
(
µBµ0λIr−Irm

Ir(T )
kBT

)
. (VI.6)

La constante de couplage λIr−Ir est déterminée de façon à avoir TN = 130 K.
— Le cas d’un conducteur où le magnétisme est itinérant. La façon la plus simple de

décrire un tel système est de considérer que le magnétisme est due aux excitations de
Stoner (excitations à une particule de type électron-trou entre bandes de conduction
de spins opposés) ce qui conduit à une dépendance en température du type [Sto38]

mIr(T ) = mIr
sat

√√√√1 −
(
T

Tc

)2
. (VI.7)

Le figure VI.11 présente les courbes montrant la variation du moment magnétique (et donc
du champ moléculaire) de l’iridium en température. La différence est surtout visible au dessus
de 50 K mais n’excède jamais 15 % de la valeur du moment, tandis qu’en dessous de 50 K,
l’écart est inférieur à 10 %. Dans nos mesures de diffusion de neutrons, toutes les mesures ont
été réalisées en dessous de 50 K ou au dessus de 130 K sauf une mesure de diffusion inélastique
sur IN5 à 100 K. Le modèle utilisé n’aura donc que peu d’influence sur la comparaison entre
les résultats numériques et les données expérimentales. Dans la suite, H Ir

m désignera la valeur
du champ moléculaire à température nulle.
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3.1.2 Niveaux de champ cristallin

On a repéré dans la partie précédente des excitations à 0.4, 1.4, 10, 14 et 36 meV. Pour
déterminer de façon intelligente les paramètres du modèle, il sera nécessaire d’assigner à
quelle transition de champ cristallin correspond chacune de ces excitations. L’analyse de
symétrie présentée dans le chapitre III mentionne que les 13 états du multiplet fondamental
7F6 du Tb3+ sont séparés en 5 singulets et 4 doublets par le champ cristallin de symétrie
3̄m. Étant donné que nous n’avons observé que 5 excitations, la correspondance entre les
observations et les transitions théoriques n’est pas directe. Comme dans les autres composés
pyrochlore au terbium, l’ensemble de l’intensité diffusée à basse énergie (ici les deux niveaux à
0.4 et 1.4 meV) est certainement liée à deux doublets de champ cristallin avec ici une levée de
dégénérescence d’au moins un des doublets. Dans les autres composés au terbium, les niveaux
suivants sont deux singulets vers 10 meV et 15−20 meV dans Tb2Ti2O7 [Pri+15 ; Rum+16d],
Tb2Sn2O7 [Zha+14] et Tb2Ge2O7 [Hal+20]. Les excitations observées dans Tb2Ir2O7 sont
cohérentes avec cette interprétation : on trouve un singulet à 10 meV et un second à 14 meV.
Dans ces mêmes composés voisins, les niveaux suivants observés ou calculés sont un doublet
et un singulet très proches en énergie (vers 34 meV pour Tb2Sn2O7, 45 meV pour Tb2Ti2O7
et 50 meV pour Tb2Ge2O7). Dans Tb2Ir2O7, il s’agirait de l’excitation visible à 36 meV.

3.1.3 Intensité diffusée inélastique d’origine magnétique

L’intensité relative des pics associée aux excitations de champ cristallin est difficile à
obtenir avec précision puisque le signal mesuré comprend l’ensemble de l’intensité diffusée et
pas seulement la partie magnétique inélastique. Comme une modélisation précise des autres
contributions est difficile à obtenir, on ne pourra avoir accès qu’à un ordre de grandeur de
l’intensité des pics. Pour cela, le plus simple est de travailler sur les données intégrées en
énergie et de soustraire une fonction phénoménologique B(E) rendant compte de ces contri-
butions. On notera que cette procédure ne permet pas d’exclure la diffusion non magnétique
inélastique présente aux mêmes énergies qu’une excitation magnétique, comme c’est le cas
autour de 36 meV dans les données de IN4 (figure VI.8c).

Pour les données de IN4, la fonction B(E) choisie est du type

B(E) = δ exp
(

− E2

2σ2

)
+ aE2 + bE + c (VI.8)

où δ et σ sont les deux paramètres d’une gaussienne centrée en E = 0 représentant le signal
élastique et a, b et c sont trois paramètres d’un polynôme du second degré représentant
l’ensemble des autres contributions. Les paramètres ont été ajustés numériquement de façon
à rendre compte au mieux de l’intensité en dehors des pics inélastiques. La même procédure
a été utilisée pour les mesures de IN5 dans la partie énergie négative sur les courbes à
50 K et 100 K. Dans ce cas, la très grande amplitude du signal élastique et quasi élastique
en comparaison du signal inélastique (le rapport est d’environ 1/2500) n’a pas permis de
déterminer une fonction B(E) modélisant l’ensemble des contributions sur toute la gamme
d’énergie s’étendant du pic élastique à 0 meV jusqu’à −30 meV. Le choix a été fait de se
restreindre à la gamme E ∈ [−17,−5] meV et de modéliser les contributions non magnétiques
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Données δ σ a b c ∆ Γ
IN4, 2 K 34.3 1.65 5.8 × 10−4 −0.049 1.08
IN4, 30 K 33.1 1.62 5.8 × 10−4 −0.049 1.08
IN4, 150 K 29.5 1.68 5.0 × 10−4 −0.050 1.31
IN4, 300 K 26.7 1.68 5.0 × 10−4 −0.055 1.52
IN5, 50 K 5.4 4.2
IN5, 100 K 11.5 7

Tableau VI.1 – Paramètres utilisés pour les fonctions B(E) définies dans les
équations VI.8 et VI.9.

par une fonction lorentzienne du type

B(E) = ∆
(

Γ
E2 + Γ2

)
(VI.9)

ou ∆ et Γ sont des paramètres. La figure VI.12 montre les fonctions B(E) avec les données
expérimentales et l’ensemble des paramètres utilisés pour B(E) pour les données de IN4 et
IN5 est récapitulé dans le tableau VI.1. La dispersion présente sur les mesures IN5 à énergie
positive ne permettra pas une comparaison simple entre les données expérimentales et les
calculs numériques, la même analyse n’a donc pas été effectuée.

3.2 Recherche de paramètres
Le hamiltonien VI.5 comporte 7 paramètres, il n’est donc pas possible de tester exhausti-

vement l’influence de ceux-ci. Pour pallier ce problème, on construit dans un premier temps
une fonctionnelle qui permet de comparer les grandeurs calculées numériquement aux don-
nées expérimentales. L’intensité relative des pics étant trop dépendante des fonctions B(E)
soustraites, seule la valeur du moment magnétique AIAO du Tb3+ et la position des niveaux
d’énergie ont été retenues pour la fonctionnelle qui est la suivante :

ϕ =
∑
n

1
σn

[
Ecalc
n

(
Bq
k, H

Ir
m(T )

)
− Eobs

n

]2
+
∑
i

1
σT

[
mcalc
T

(
Bq
k, H

Ir
m(T )

)
−mobs

T

]2
. (VI.10)

La première partie est relative aux positions des niveaux d’énergie observées Eobs
n et calculées

Ecalc
n (obtenues en diagonalisant directement le hamiltonien VI.5). Pour les observations, on

prendra plus précisément les valeurs relevées entre 10 et 30 K, dans une gamme de tempé-
rature où le champ moléculaire de l’iridium est bien établi mais où les interactions entre
terres rares n’ont pas trop d’influence : on pourra ainsi négliger la dépendance en tempé-
rature de la position des niveaux. La discussion précédente sur la correspondance entre les
niveaux observés et les niveaux théoriques permet d’attribuer un indice n ∈ J0, 12K aux exci-
tations observées. La seconde partie de l’équation VI.10 compare l’évolution en température
T du moment magnétique AIAO des ions Tb3+ mesurée mobs

T et calculée mcalc
T . On choisira

à nouveau des points dans la gamme 10 et 30 K. Enfin, les grandeurs σn et σT s’interprètent
comme l’inverse de poids affectés à chacune des grandeurs et permet de leur attribuer une
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Figure VI.12 – Fonctions B(E) (en noir) représentant les contributions non
magnétiques inélastiques dans les mesures expérimentales (en couleur). De
gauche à droite et de haut en bas : données de IN4 à 2 K, 30 K, 150 K et 300 K ; données
de IN5 à 50 K et 100 K. Pour les données de IN4, les fonctions utilisées correspondent à
la somme d’une gaussienne (représentant la partie élastique du signal) et d’un polynôme
du second degré (représentant la partie inélastique du signal). Pour les données de IN5,
seule une lorentzienne est utilisée. Les paramètres de ces fonctions sont récapitulés dans
le tableau VI.1.
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importance variable, en fonction du degré de certitude des hypothèses. L’algorithme de mini-
misation de ϕ est basé sur une méthode de Monte Carlo utilisant un algorithme de Métropolis
avec la méthode du recuit simulé [MU49 ; Met+53]. Il s’agit de partir d’une configuration
de paramètres i = 1 et de calculer ϕ1. On tire ensuite au hasard un nouvel ensemble de
paramètres i = 2 afin de calculer ϕ2. Si les nouveaux paramètres sont favorables, c’est à dire
si ∆ϕ = ϕ2 − ϕ1 < 0, ils sont conservés. Dans le cas inverse, ils ne sont gardés qu’avec une
probabilité e−β∆ϕ où β est l’inverse d’une température fictive. Cette procédure est répétée
un nombre de fois suffisant pour s’assurer d’obtenir des paramètres finaux satisfaisants. Pour
minimiser le risque de convergence vers un minimum local, on prendra β ∝ i où i indice les
itérations afin de diminuer progressivement la température lors de la procédure.

Une fois les paramètres finaux déterminés, on peut calculer les intensités relatives de tran-
sitions (à partir de l’équation III.56) ainsi que l’ensemble de la dépendance en température
du moment magnétique du Tb3+. L’opération peut être répétée plusieurs fois, en changeant
les poids σn,T ou les indices n de chaque excitation. On confirme ainsi qu’aucune différence
n’est relevée en fonction des deux modèles de variation en température du champ moléculaire
de l’iridium.

On obtient sans difficulté de nombreux ensembles de 7 paramètres
{
Bq
k, µ0H

Ir
m

}
qui repro-

duisent d’une manière satisfaisante la dépendance en température du moment magnétique
AIAO du Tb3+ au dessus de 10 K et la position des excitations magnétiques. La comparai-
son des intensités de transitions mesurées et calculées permet de sélectionner 5 ensembles de
paramètres qui reproduisent aux mieux ces données expérimentales. Ceux-ci sont numérotés
de 1 à 5 et récapitulés dans le tableau VI.2. Toutes ces solutions ont été choisies de façon
à obtenir un niveau vers 0.4 meV et le tableau VI.3 donne l’énergie calculée des 4 premiers
niveaux E0 à E3 pour ces 5 ensembles. Une caractéristique importante est que de faibles
changements des paramètres ne modifient pas significativement les intensités calculées mais
peuvent conduire à un doublet fondamental quasiment dégénéré. Cela est illustré par l’en-
semble de paramètres 2′ qui est ajouté aux tableaux précédents. Les énergies E0 à E3 sont
donc très sensibles aux détails des paramètres. De plus, la prise en compte des interactions
d’échange modifiera probablement ces positions. Pour cette raison, les excitations de basse
énergie ne sont pas un critère pertinent pour sélectionner les ensembles de paramètres et
la présence d’une énergie E3 souvent calculée vers 2 meV n’est pas problématique. Les fonc-
tions d’ondes |ψn⟩ (n ∈ J0, 3K) des 4 premiers niveaux sont aussi particulièrement sensibles
au détail des paramètres. Le tableau VI.4 donne ces fonctions d’ondes pour les ensembles
1 et 2. On remarque que les niveaux |ψ0⟩, |ψ1⟩, |ψ2⟩ et |ψ3⟩ de l’ensemble 1 sont constitués
principalement des états |+5⟩, |+4⟩, |−5⟩ et |−4⟩ respectivement tandis que pour l’ensemble
2 (et il en est de même pour les ensembles 3, 4 et 5), les fonctions d’ondes |ψ0⟩ et |ψ1⟩
ainsi que |ψ3⟩ et |ψ4⟩ sont inversées. Pour l’ensemble 2′, les deux premiers états |ψ0,1⟩ sont
similaires à l’ensemble 1 et les deux états |ψ2,3⟩ à l’ensemble 2.

Le fait d’avoir des ensembles de paramètres différents mais donnant des résultats proches
n’est pas surprenant : certains opérateurs de champ cristallin ont des rôles proches (para-
graphe 1.2.2 du chapitre III). On observe une variation linéaire analogue de B0

4 et B0
6 en

fonction de B0
2 (figure VI.13a) d’une part et une variation similaire de B3

4 et B3
6 en fonction

de B6
6 (figure VI.13b) d’autre part.
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1 2 2′ 3 4 5
B0

2 (meV) 49.6 61.1 63.0 72.6 81.0 88.5
B0

4 (meV) 256 274 271 286 300 310
B0

6 (meV) 19.7 84.6 78.8 122 127 163
B3

4 (meV) 72.3 85.9 89.8 91.3 42.9 74.1
B3

6 (meV) −109 −91.1 −86.0 −90.4 −212 −153
B6

6 (meV) 103 108 110 117 111 115
µ0H

Ir
m (T) 1.46 1.72 1.57 1.75 1.52 1.56

Tableau VI.2 – Paramètres de champ cristallin Bq
k et champ moléculaire de

l’iridium µ0HIr
m de Tb2Ir2O7. Les colonnes correspondent aux différents ensembles de

paramètres déterminés reproduisant correctement la position des niveaux d’énergie, la
variation en température du moment magnétique du Tb3+ et l’intensité des excitations.

1 2 2′ 3 4 5 Mesure
E3 (meV) 1.6 2.2 1.6 2.2 2.1 2.1 1.4
E2 (meV) 1.5 1.5 1.4 1.5 1.4 1.5
E1 (meV) 0.32 0.41 0.02 0.40 0.44 0.40 0.4
E0 (meV) 0 0 0 0 0 0 0

Tableau VI.3 – Quatre premiers niveaux d’énergie calculés pour les différents
ensembles de paramètres et comparaison avec les niveaux mesurés.

Ensemble 1 Ensemble 2
|ψ0⟩ |ψ1⟩ |ψ2⟩ |ψ3⟩ |ψ0⟩ |ψ1⟩ |ψ2⟩ |ψ3⟩

|+6⟩ 0 0 0 0 0 0 0 0
|+5⟩ 0.931 0 0 0.285 0 0.857 0.455 0
|+4⟩ 0 0.911 0.392 0 0.968 0 0 0.211
|+3⟩ 0 0 0 0 0 0 0 0
|+2⟩ −0.236 0 0 0.015 0 −0.243 −0.042 0
|+1⟩ 0 −0.073 −0.084 0 −0.103 0 0 −0.071
| 0⟩ 0 0 0 0 0 0 0 0
|−1⟩ 0.016 0 0 0.111 0 −0.013 0.125 0
|−2⟩ 0 0.160 −0.177 0 0.121 0 0 −0.220
|−3⟩ 0 0 0 0 0 0 0 0
|−4⟩ −0.277 0 0 0.952 0 −0.453 0.880 0
|−5⟩ 0 0.373 −0.899 0 0.195 0 0 −0.950
|−6⟩ 0 0 0 0 0 0 0 0

Tableau VI.4 – Fonctions d’ondes des 4 premiers niveaux pour les ensembles
de paramètres 1 et 2. Le coefficient de la principale composante |MJ⟩ d’un état |ψi⟩
est donné en gras.



182 Chapitre VI. Influence d’un champ magnétique local dans Tb2Ir2O7

Figure VI.13 – Dépendance des paramètres de champ cristallin pour les diffé-
rents ensembles. Les lignes sont des guides pour les yeux. (a) B0

4 et B0
6 en fonction de

B0
2 . (b) B3

4 et B3
6 en fonction de B6

6 .

Les figures VI.14 et VI.15 montrent la variation en température du moment magnétique
du Tb3+ (composantes AIAO et Γ5, cette dernière restant nulle en l’absence d’interactions
Tb−Tb) et les intensités de transitions intégrées en Q mesurées et calculées pour les en-
sembles de paramètres 1 et 2 respectivement. L’intégration de l’intensité calculée a été faite
sur la même gamme de vecteur de diffusion Q que les données expérimentales (Q ∈ [0, 4]Å−1

pour IN4 et Q ∈ [0, 5]Å−1 pour IN5) en tenant compte de l’équation II.67 du triangle de dif-
fusion qui fixe le domaine de définition Q = f(E). Pour l’ensemble 1, le moment magnétique
AIAO en température (figure VI.14a) est globalement bien reproduit jusqu’à 10 K et la posi-
tion des niveaux d’énergie trouvée est bonne. Pour l’intensité des transitions (figure VI.14b),
l’accord est correct à basse température (2 K et 30 K) sur les données IN4 mais est moins
bon à plus haute température (150 K et 300 K). Cette différence s’explique par la plus grande
importance de certaines contributions non magnétiques à haute température (et notamment
l’intensité phononique, proprotionnelle à T 2). On observe aussi que l’excitation vers 36 meV
est calculée trop faible par rapport aux données de IN4 tandis qu’à l’inverse, l’intensité du
niveau à 14 meV mesurée sur IN5 est plus faible que l’intensité calculée. Pour l’ensemble
de paramètres 2, la variation en température du moment magnétique AIAO (figure VI.15a)
est encore mieux reproduite (jusqu’aux plus basses températures) et la position des niveaux
d’énergie est similaire. Pour les intensités (figure VI.15b), on notera principalement que l’ex-
citation à 36 meV est encore moins bien reproduite à basse température que pour l’ensemble
1 mais qu’un meilleur accord est trouvé aux plus hautes températures. Le manque d’intensité
à 36 meV sur IN4 et le surplus d’intensité calculé à 14 meV sur IN5 est une caractéristique vi-
sible pour tous les ensembles de paramètres. Il est possible que ces différences soient liées aux
fonctions B(E) soustraites. Il y a une grande incertitude sur les données IN5 mais également
au pied du pic élastique vers 10 meV pour les données IN4. Prendre une fonction B(E) plus
faible conduirait automatiquement à un rapport d’intensité des deux excitations à 10 meV
et 36 meV différent. Enfin, une partie de l’intensité manquante à 36 meV est attribuable à la
contribution phononique présente dans les données expérimentales.
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Figure VI.14 – Comparaison entre les observables mesurées et calculées pour
l’ensemble de paramètres 1. (a) Moment magnétique ordonné des ions Tb3+ en fonc-
tion de la température. (b) Intensité de neutrons diffusés à différentes températures.
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Figure VI.15 – Comparaison entre les observables mesurées et calculées pour
l’ensemble de paramètres 2. (a) Moment magnétique ordonné des ions Tb3+ en fonc-
tion de la température. (b) Intensité de neutrons diffusés à différentes températures.
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4 Effet des interactions
L’existence de transitions de phases est liée à la présence d’interactions qui peuvent

induire des corrélations sur des distances de l’ordre de la taille du système. La prise en
compte des interactions complique cependant toute étude puisqu’il faut alors résoudre un
problème à N corps. Pour Tb2Ir2O7, bien qu’une partie des résultats expérimentaux puisse
être expliquée sans tenir compte des interactions entre terres rares (ordre AIAO, certaines
excitations inélastiques), ce n’est pas le cas de la composante ordonnée Γ5. La méthode du
champ moyen qui sera utilisée dans cette partie est l’approche la plus simple pour traiter
numériquement l’effet des interactions : il s’agit de se ramener à un hamiltonien effectif à 1
corps avec une condition d’autocohérence.

4.1 Etude numérique du diagramme de phase en champ moyen
Pour les ions Tb3+, la forme générale du hamiltonien d’interaction agissant sur le multi-

plet fondamental fait intervenir des interactions effectives multipolaires allant jusqu’au rang
2J = 12 (équation III.29) et implique un très grand nombre de paramètres. Deux simplifica-
tions ont été présentées dans le chapitre III : le hamiltonien pseudo-spin et le hamiltonien
bilinéaire. Le premier permet de garder l’ensemble des interactions multipolaires au prix
d’une simplification drastique : seul le doublet fondamental de champ cristallin est considéré
et tous les niveaux excités sont négligés. Pour Tb2Ir2O7, cette approximation n’est pas per-
tinente à cause de la présence de 4 niveaux rapprochés de basse énergie et les interactions
vont mélanger ces états. De plus, l’ordre magnétique Γ5 est un ordre des composantes de
spin transverses (perpendiculaire aux axes d’anisotropie ⟨111⟩). Il ne peut pas être expliqué
en ne tenant compte que du doublet fondamental de champ cristallin pour lequel le facteur
spectroscopique g⊥ est nul. On utilisera alors la seconde simplification, le hamiltonien bili-
néaire Ĥ (1)

int , qui permet de traiter les interactions au même niveau d’approximation que le
champ cristallin et le champ moléculaire de l’iridium. Il s’agit de ne tenir compte que des
interactions du type Ĵαi Ĵ

β
j entre premiers voisins, c’est à dire

Ĥ (1)
int =

∑
⟨ij⟩

tĴiJijĴj (VI.11)

où Jij est une matrice 3 × 3. Une analyse de symétrie permet de montrer que le hamiltonien
VI.11 se réécrit en fonction de 4 paramètres, Jzz, J±, Jz± et J±± mais que seuls Jzz et J±
vont avoir une influence sur les ordres AIAO et Γ5 [Yan+17]. Le paragraphe 1.3.3 du chapitre
III donne les principaux arguments permettant d’obtenir ce résultat. Aussi, le hamiltonien
s’exprime sous la forme

Ĥ(T ) =
∑
i

∑
k,q

θkλ
q
kB

q
kÔ

q
k (Ji)−µ0H

Ir
m(T )gJµBĴ

z
i +
∑
⟨ij⟩

JzzĴ
z
i Ĵ

z
j−J±

(
Ĵ+
i Ĵ

−
j + Ĵ−

i Ĵ
+
j

)
. (VI.12)

Ce hamiltonien est résolu en champ moyen. L’aspect technique de la méthode et les spé-
cificités liées aux pyrochlores sont décrits en détail dans la section 2.1 du chapitre III. On
est ainsi en mesure de déterminer le diagramme de phase de Tb2Ir2O7 sous l’influence des
interactions Jzz et J± pour les 7 autres paramètres

{
Bq
k, µ0H

Ir
m

}
fixés. Tous les ensembles de

paramètres de champ cristallin et de champ moléculaire présentés dans la partie précédente
ont été testés.
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Figure VI.16 – Diagrammes de phases AIAO (en haut) et Γ5 (en bas) du sous
réseau d’ions Tb3+ en fonctions des paramètres J zz et J ±. Les régions en rouge
correspondent approximativement aux valeurs expérimentales. (a) Pour l’en-
semble 1 de paramètres

{
Bq
k, µ0H

Ir
m

}
. (b) Pour l’ensemble 2 de paramètres

{
Bq
k, µ0H

Ir
m

}
.

Les diagrammes de phase à 0.3 K pour les paramètres
{
Bq
k, µ0H

Ir
m

}
des ensembles 1 et

2 sont présentés sur les figures VI.16a et VI.16b respectivement. Comme attendu, un ordre
magnétique Γ5 apparaît pour J± > 0. Les régions de l’espace des paramètres encadrées
sur les figures sont celles pour lesquelles les deux composantes AIAO et Γ5 du moment
ordonné sont proches des données expérimentales (respectivement 5.2µB et 1.6µB). L’allure
des diagrammes pour les deux ensembles de paramètres est assez similaire et il en est de
même pour les autres ensembles, avec des valeurs de Jzz et J± légèrement modifiées. Notons
que les paramètres µ0H

Ir
m et Jzz ont une influence très similaire puisqu’ils font intervenir les

mêmes opérateurs Ĵz et tendent tous deux à stabiliser une phase AIAO si Jzz < 0. Pour
cette raison, Jzz > 0 conduit à une phase glace de spin 2I2O (2-in 2-out) seulement si l’effet
des interactions est suffisant pour surpasser l’effet du champ moléculaire de l’iridium tandis
que pour Jzz positif mais trop faible, la phase AIAO reste stabilisée.



4. Effet des interactions 187

Figure VI.17 – Evolution en température expérimentale (points) et calcu-
lée avec des interactions dipolaires Tb−Tb (lignes) du moment magnétique
ordonné AIAO et Γ5 des ions Tb3+. (a) Pour l’ensemble 1 de paramètres {Bq

k},
µ0H

Ir
m = 2.00 T, Jzz = 0.045 K et J± = 0.047 K. (b) Pour l’ensemble 2 de paramètres

{Bq
k}, µ0H

Ir
m = 1.72 T, Jzz = 0.005 K et J± = 0.053 K.

4.2 Comparaison avec les données expérimentales
Pour l’ensemble 1 de paramètres

{
Bq
k, µ0H

Ir
m

}
, l’ajout des interactions n’a pas permis

d’obtenir une évolution correcte du moment magnétique AIAO du Tb3+ en dessous de 10 K
sans modifier la valeur du champ moléculaire de l’iridium µ0H

Ir
m. La figure VI.17a présente la

comparaison de la dépendance en température du moment magnétique ordonné AIAO et Γ5
expérimental du Tb3+ avec celle calculée pour les paramètres {Bq

k} de l’ensemble 1, un champ
moléculaire µ0H

Ir
m porté à 2 T 7 et des paramètres d’échange Jzz = 0.045 K et J± = 0.047 K.

La figure VI.17b montre le cas de l’ensemble 2 de paramètres {Bq
k} avec µ0H

Ir
m = 1.72 T, Jzz =

0.005 K et J± = 0.053 K. Bien que la valeur de la composante Γ5 du moment magnétique soit
reproduite à basse température, la dépendance en température calculée est incorrecte. Cette
observation est valable pour tous les ensembles de paramètres : la température de transition
ne dépasse pas 1.5 K, en désaccord avec une transition vers 8 − 10 K expérimentale. La seule
possibilité pour obtenir une température de transition plus importante est de stabiliser un
moment magnétique Γ5 supérieur 4µB à basse température, ici encore en désaccord avec
les données expérimentales. La faible valeur des paramètres d’échange déterminés font que
les intensités de transitions et les fonctions d’ondes sont très similaires à celles obtenues
sans interactions. L’énergie des trois premiers niveaux excités, très sensibles aux détails des
fonctions d’ondes, sont toutefois légèrement modifiés. Le tableau VI.5 récapitule les énergies
obtenus pour ces 2 jeux de paramètres. On souligne finalement qu’il n’a pas été possible de
séparer l’influence des paramètres µ0H

Ir
m et Jzz. Aussi, la procédure consistant a fixer µ0H

Ir
m

puis à ajuster Jzz ne permet pas de donner un sens physique à la valeur numérique de Jzz.
Celle-ci est d’ailleurs très basse pour l’ensemble 2 puisque la dépendance en température du
moment magnétique AIAO était déjà bonne sans interactions.

7. L’ordre des états |ψ0,1,2,3⟩, principalement formés des états |+5⟩, |+4⟩, |−5⟩ et |−4⟩, n’est pas modifié
par cette augmentation. Seuls les coefficients numériques des fonctions d’ondes changent légèrement.
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Bq
k Ensemble 1 Ensemble 2

µ0H
Ir
m 2.00 T 1.72 T

Jzz 0.045 K 0.005 K
J± 0.047 K 0.053 K
E12 56.8 64.6
E11 51.5 58.2
E10 51.4 57.9
E9 37.9 41.8
E8 37.6 41.2
E7 36.9 37.1
E6 35.5 35.1
E5 14.9 14.9
E4 9.69 9.80
E3 1.43 2.15
E2 1.25 1.47
E1 0.29 0.45
E0 0.00 0.00

Tableau VI.5 – Niveaux d’énergie calculés (en meV) pour deux jeux différents
de paramètres en incluant les interactions Tb−Tb.

5 Discussion : interactions quadrupolaires

La principale différence entre les expériences et les calculs numérique se situe dans la
dépendance en température du moment magnétique Γ5 que nos simulations n’ont pas per-
mis de reproduire. Les interactions entre les ions Tb3+ sont probablement plus complexes
que des interactions purement dipolaires. C’est le cas également dans d’autres composés py-
rochlores au terbium comme Tb2Ti2O7 où un ordre quadrupolaire est stabilisé [Tak+16] et
Tb2Ge2O7 où des corrélations quadrupolaires sont observées [Hal+20]. On est ainsi amené
à considérer des interactions quadrupolaires de type Dxx(Ĵxi )2(Ĵxj )2 ou Dyy(Ĵyi )2(Ĵyj )2 qui
paraissent naturelles pour stabiliser un ordre Γ5 (ordre des composantes transverses du mo-
ment magnétique selon les axes locaux xi ou yi). La figure VI.18 montre la comparaison de
la variation en température des moments magnétiques AIAO et Γ5 expérimentale et calculée
avec ce type d’interactions et les mêmes paramètres {Bq

k}, µ0H
Ir
m et Jzz que le tableau VI.5

précédents. Seul le paramètre J± est ajusté. Le paramètre J± est trouvé plus faible que
précédemment mais reste nécessaire. On observe une variation en température du moment
magnétique Γ5 bien différente de celle obtenue pour des interactions purement dipolaires
avec une température critique beaucoup plus importante : le moment magnétique Γ5 ap-
parait ici comme un paramètre d’ordre secondaire associé à un paramètre d’ordre primaire
quadrupolaire. Pour une fonction d’onde de l’état fondamental sans interactions principa-
lement composés de |MJ = +5⟩, c’est à dire pour les ensembles de paramètres 1 et 2′, la
dépendance en température du moment magnétique Γ5 ne suit pas les données expérimen-
tales (figure VI.18a). L’accord est bien meilleur pour un état fondamental sans interactions
principalement composé de |MJ = +4⟩ (ensembles 2 et 3, 4 et 5) illustré ici sur la figure
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Figure VI.18 – Evolution en température expérimentale (points) et calculée
avec des interactions dipolaires et quadrupolaires (lignes) des composantes
AIAO et Γ5 du moment magnétique ordonné des ions Tb3+. (a) Pour l’ensemble
1 de paramètres {Bq

k}, µ0H
Ir
m = 2.00 T, Jzz = 0.045 K, J± = 0.05 K et Dxx = −0.012 K.

(b) Pour l’ensemble 2 de paramètres {Bq
k}, µ0H

Ir
m = 1.72 T, Jzz = 0.005 K, J± = 0.008 K

et Dxx = −0.011 K.

VI.18b avec l’ensemble 2. Cette différence est probalement liée aux moments quadrupolaires
très différents de l’état fondamental sans interactions : ⟨Ôxy⟩, ⟨Ôyz⟩ et ⟨Ôzx⟩ sont de l’ordre
de 8~2 pour une fonction d’onde principalement |+5⟩ mais de 2~2 pour une fonction d’onde
principalement |+4⟩. Une étude plus approfondie des interactions quadrupolaires, similaire
à celle de la référence [Yan+17] pour les interactions dipolaires, est en cours. Il s’agit de dé-
terminer les symétries de la matrice d’interaction quadrupolaire et les différents paramètres
d’ordres quadrupolaires.

Mentionnons finalement les similitudes possibles avec le composé Tb2Ti2O7. Le couplage
vibronique fait intervenir un hamiltonien magneto-élastique qui s’écrit en terme d’opéra-
teurs quadrupolaires. Sachant que les phonons sont des vibrations de l’ensemble du cristal,
les hamiltoniens magneto-élastiques de chaque ion ne sont pas réellement indépendants et
une interaction effective quadrupolaire (médiée par le réseau) entre les ions émerge naturelle-
ment aux ordres supérieurs. Si les interactions quadrupolaires sont effectivement pertinentes
dans Tb2Ir2O7, il serait intéressant de regarder les opérateurs impliqués et de les comparer à
ceux issus du couplage vibronique dans Tb2Ti2O7 afin de souligner, ou non, une origine simi-
laire. Cela pourrait également apporter de nouvelles informations sur l’ordre quadrupolaire
dans Tb2Ti2O7. Une bonne compréhension de la physique de Tb2Ir2O7 et des interactions im-
portantes peuvent ainsi éclairer le cas énigmatique de Tb2Ti2O7 et permettre de comprendre
son comportement liquide de spin. Enfin, la mise en évidence dans Tb2Ir2O7 d’un terme d’in-
teraction J± faible mais nécessaire (même en présence d’interactions quadrupolaires) donne
une nouvelle évidence que des interactions transverses sont présentes dans les composés au
terbium. On confirme donc que les composés voisins Tb2M2O7 avec M non magnétique sont
de bons candidats pour stabiliser une phase glace de spin quantique pour laquelle il est
necessaire d’avoir Jzz ≫ |J±| ̸= 0.
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6 Conclusion
L’objectif de ce travail était de comprendre les ingrédients microscopiques à l’origine de

la mise en ordre d’une composante transverse du moment magnétique du terbium s’ajou-
tant à l’ordre AIAO induit par l’iridium dans Tb2Ir2O7. La comparaison entre les mesures
et les simulations numériques montre qu’une grande partie des résultats expérimentaux de
Tb2Ir2O7 au dessus de 10 K peuvent être compris en prenant en compte un champ molécu-
laire de l’iridium AIAO et l’influence du champ cristallin sur les ions Tb3+. La dépendance
en température du moment magnétique AIAO des ions Tb3+ mesurée expérimentalement est
bien reproduite et permet une nouvelle confirmation de la mise en ordre AIAO de l’iridium
à 130 K dans ce composé. Les différents ensembles de paramètres de champ cristallin et de
champ moléculaire déterminés donnent des niveaux d’énergie proches des excitations obser-
vées expérimentalement en diffusion inélastique de neutrons. Les fonctions d’ondes obtenues
pour ces différents ensembles de paramètres permettent de séparer les ensembles en deux
groupes qui se différencient principalement par un échange des fonctions d’onde du niveau
fondamental et du premier état excité composés majoritairement des états |MJ = +4⟩ ou
|MJ = +5⟩. En dessous de 10 K, l’influence des interactions entre les ions Tb se manifeste par
l’apparition d’un ordre des composantes transverses des ions Tb3+ dans la configuration Γ5 et
par la présence de dispersion induisant un continuum de diffusion entre les deux premières ex-
citations (à 0.4 meV et à 1.4 meV). La mise en ordre Γ5 est bien reproduite en tenant compte
d’interactions entre les composantes transverses du moment magnétique. La dépendance en
température du paramètre d’ordre Γ5 n’est pas reproduite par les simulations impliquant
des interactions dipolaires mais l’ajout d’interactions quadrupolaires pour reproduire cette
dépendance est prometteur. L’étape suivante serait de simuler la dispersion observée pour
les excitations de basse énergie. On pourrait pour cela étendre les calculs en champ moyen
aux vecteurs de diffusion à Q fini, par exemple avec la méthode RPA (approximation de la
phase aléatoire). L’intensité de neutrons diffusés en fonction de Q pourrait ainsi être obte-
nue et comparée aux données expérimentales de basse énergie de IN5 afin d’améliorer la
compréhension de la physique de Tb2Ir2O7.



Chapitre VII

Influence d’un désordre de charges
dans Tb2ScNbO7

Ce chapitre présente une étude en cours sur un échantillon Tb2ScNbO7 polycristallin syn-
thétisé en 2019 à l’Institut Néel. Le composé cristallise bien dans une structure pyrochlore.
Une caractérisation fine par diffraction de neutrons sur poudre ne révèle aucun ordre apparent
Sc3+/Nb5+ et la densité de défauts est trouvée à la limite de résolution de l’instrument. Les
mesures magnétiques macroscopiques montrent un échantillon désordonné magnétiquement
présentant une transition seulement partielle vers un état verre de spin. L’absence d’ordre
magnétique à longue portée au détriment de corrélations magnétiques majoritairement pre-
miers voisins est confirmée par diffraction neutronique. Les niveaux de champ cristallin larges
et mal définis visibles en diffusion inélastique de neutrons soulignent l’importance du mé-
lange Sc3+/Nb5+ sur la physique et en particulier les propriétés magnétiques du composé.
Ces éléments font de Tb2ScNbO7 un bon candidat pour stabiliser une phase liquide de spin
quantique induite par le désordre.

Collaborations : Elsa Lhotel, Claire Colin, Holger Klein, Elise Pachoud, Abdellali Hadj-
Azzem (Institut Néel) ; Emmanuelle Suard, Björn Fåk (ILL) ; Jean-Marc Zanotti, Quentin
Berrod (CEA-CNRS).

Figure VII.1 – Poudre de Tb2ScNbO7 synthétisée à l’Institut Néel.
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1 Introduction
Les trois chapitres précédents ont permis de montrer que la physique observée dans

les pyrochlores au terbium est extrêmement variée et que sa compréhension reste limitée.
Un des éléments importants semble être l’influence du désordre. On a pu le voir à travers
l’étude de Tb2+xTi2–xO7+y où le comportement basse température dépend de l’écart à la
stoechiométrie x. La transition vers une phase glace de spin ordonnée dans le composé
Tb2Sn2O7 en dessous de 0.87 K [Mat+02 ; Mir+05] en est aussi une parfaite illustration. Celle-
ci est le résultat d’un dosage subtil entre interactions magnétiques et anisotropie de champ
cristallin si bien que l’ordre est détruit dès une substitution de 5 % Sn/Tb [Dah+11]. Dans
Tb2Mo2O7, un gel des spins des ions Tb3+ est identifié en dessous de 25 K sous l’influence
des ions Mo4+ [Gre+90 ; Gau+92]. Celui-ci serait lié à une variation des distances Mo−Mo
et Tb−O dans le composé induisant du désordre [Jia+11]. Le cas de Tb2Hf2O7 est aussi très
instructif avec un taux élevé de défauts de Frenkel d’oxygène [Kar+12 ; Bla+13]. Dans ce
composé, une phase de Coulomb apparaît sous 1.7 K malgré les défauts affectant la moitié
des ions Tb3+ et les corrélations associées ne sont pas détruites lors de la transition de
phase verre de spin (partielle) constatée vers 0.75 K [Sib+17]. La question de l’influence des
défauts dans la structure n’est pas cantonnée aux pyrochlores de terbium et est aujourd’hui
centrale dans l’étude de ces systèmes frustrés [Tru+18]. A titre d’exemple, on peut citer deux
études en cours sur Nd2ScNbO7 qui tentent d’établir le rôle du désordre dans les composés
pyrochlores au néodyme [Mau+21 ; Sch+21]. La famille des pyrochlores R2ScNbO7 est très
prometteuse pour sonder l’effet du désordre puisqu’en plus du désordre chimique, un désordre
de charge Sc3+/Nb5+ est présent. Les premières caractérisations structurales et magnétiques,
pour R =Pr, Nd, Eu, Gd et Dy, ont mis en evidence des composés cristallisant dans une
structure pyrochlore sans ordre Sc/Nb ni ordre magnétique jusqu’à au moins 2 K [Zou+08].
Afin d’apporter de nouveaux éléments de compréhension, on propose ici d’étudier le nouveau
composé Tb2ScNbO7 pour évaluer l’influence du désordre de charge sur la physique des
oxydes de pyrochlore au terbium.

2 Caractérisation structurale

2.1 Synthèse et mesures préliminaires
Synthèse. La synthèse de la poudre Tb2ScNbO7 a été effectuée à l’Institut Néel par Elise
Pachoud et Abdellali Hadj-Azzem par réaction solide. Les précurseurs Tb4O7, Sc2O3 et Nb2O5
sont dans un premier temps mélangés dans un mortier en agathe pour suivre la réaction

Tb4O7 + Sc2O3 + Nb2O5 Tb2ScNbO7. (VII.1)

Le mélange obtenu est ensuite comprimé en pastille puis chauffé dans un four à 1500 °C
sous air pendant 3 fois 5 jours. Entre chaque chauffage, un diffractogramme des rayons X
permet de suivre l’avancement de la réaction et la poudre est recomprimée. Les tentatives
de synthèse de monocristaux par fusion de zone n’ont pour le moment pas été concluantes.

Diffraction des rayons X sur poudre. La figure VII.2 présente le diffractogramme
de poudre aux rayons X à température ambiante réalisé par Elise Pachoud. L’affinement est
compatible avec une structure cubique pyrochlore Fd3̄m de paramètre de maille a = 10.389 Å.
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Figure VII.2 – Diffractogramme de poudre aux rayons X. Les données mesurées
sont en rouge et l’intensité affinée pour une structure pyrochlore en noir. Le bon accord
entre les mesures et l’affinement se retrouve dans la différence des deux (en bleu).

Diffraction électronique. La figure VII.3 montre plusieurs clichés de diffraction des élec-
trons de Tb2ScNbO7 à température ambiante. Ces mesures, menées par Holger Klein à
l’Institut Néel sur des microcristaux provenant de la poudre, montrent des particules bien
cristallisées dont toutes les réflections peuvent être indexées dans le système pyrochlore. Au-
cune réflexion additionnelle de sur-structure n’est visible ce qui indique une absence de mise
en ordre sur le site M des ions Sc et Nb.

2.2 Diffraction de neutrons sur poudre : étude des défauts
Les deux principaux types de défauts dans les pyrochlores sont les défauts de Frenkel

d’oxygènes et les défauts antisites cationiques. Pour décrire précisément ces défauts et com-
prendre leur origine, il est instructif de comparer les pyrochlores R2M2O7 aux fluorites RMO4.
La structure fluorite est dérivée de celle des pyrochlores avec trois changements :

— le site 8a est totalement occupé par des oxygènes alors que son occupation est nulle
dans les pyrochlores ;

— le paramètre x vaut rigoureusement 0.375 ;
— les cations en R et M sont totalement désordonnés sur les sites 16c et 16d.

En conséquence, le paramètre de maille des fluorites est 2 fois plus petit que celui des
pyrochlores. On comprend ainsi que le ratio des rayons ioniques rR3+ et rM4+ des ions R3+

et M4+ ne doit pas être trop proche de l’unité pour stabiliser une structure pyrochlore : à
pression ambiante, la stabilité est estimée à 1.46 < rR3+/rM4+ < 1.78. Pour un ratio plus
faible, une structure fluorite défectueuse en oxygènes 8a est stabilisée [SAS83 ; SS93]. Aussi,
si on a bien une structure pyrochlore mais que le rapport rR3+/rM4+ est proche de 1.46, la
présence de défauts de Frenkel (oxygènes en 8a et vacances d’oxygènes en 48f associés) et de
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Figure VII.3 – Clichés de diffraction électronique. L’image de gauche et les trois
images de droite ont été obtenues sur deux microcristaux différents issus de la même
synthèse. L’ensemble des réflexions peuvent être indexés dans le système pyrochlore sans
aucune surstructure.

Elément Longueur de diffusion (fm) Rayon ionique (Å), (charge, coordinance)
8O 5.803

21Sc 12.29 0.745, (+3, VI)
41Nb 7.054 0.64, (+5, VI)
65Tb 7.38 1.04, (+3, VIII)

Tableau VII.1 – Longueur de diffusion cohérente de neutrons et rayons io-
niques des éléments chimiques de Tb2ScNbO7. La longueur de diffusion cohérente
est une moyenne sur l’ensemble des isotopes de l’élément en fonction de leur abondance.
Pour le rayon ionique, la charge de l’ion et la coordinance du site (VIII pour le site R et
VI pour le site M) sont indiquées entre parenthèse. Données de [Sea92] et [Sha76] respec-
tivement.

défauts antisites (échange de cations R3+ et M4+) est attendue. C’est ce qui explique le taux
de défauts de Frenkel élevé dans Tb2Hf2O7 (50 % d’occupation du site 8a et 8 % de vacances
du site 48f) où rTb3+/rHf4+ = 1.46 [Sib+17]. Notons qu’en utilisant le rayon ionique rTb3+ et
une moyenne des rayons ioniques rSc3+ et rNb5+ (donnés dans le tableau VII.1), le rapport
est de 1.50 et situe Tb2ScNbO7 dans la gamme de stabilité des pyrochlores.

Les défauts dans Tb2ScNbO7 ont été étudiés par diffraction neutronique. L’utilisation
des neutrons est dictée par le contraste entre les différents constituants. Les différences de
longueur de diffusion cohérente des neutrons (visibles sur le tableau VII.1) permettent d’avoir
une bonne sensibilité aux différences Sc/Nb ainsi qu’aux oxygènes. Ces derniers auraient
été masqués par les éléments lourds aux rayons X (la longueur de diffusion croît avec le
nombre atomique Z dans ce cas). On ne sera par contre pas en mesure de déterminer la
présence de défauts antisites puisque la longueur de diffusion du Tb et du Nb est similaire.
La figure VII.4 montre le diffractogramme mesuré sur D2B à l’ILL à température ambiante
et avec une longueur d’onde λ = 1.594 Å ainsi que l’affinement réalisé avec FullProf
[Rod93]. Le paramètre de maille a été fixé à 10.389 Å (valeur déterminé aux rayons X)
tandis que la présence de défauts de Frenkel a été autorisée. Le modèle comprend aussi
une phase parasite Sc2O3 représentant 0.5 % du poids spectral du diffractogramme mais
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Figure VII.4 – Diffractogramme de poudre aux neutrons. Les données mesurées
sont en rouge, l’intensité affinée en noir et la différence des deux en bleu. L’affinement
comprend une phase pyrochlore Tb2ScNbO7 avec des défauts de Frenkel (1.8 % de va-
cances du site 48f compensée par 10.8 % d’occupation du site 8a) représentant 99.5 % de
l’intensité diffusée et une phase parasite Sc2O3 représentant 0.5 % du poids spectral.

sans laquelle certains pics ne pouvaient être reproduits. Les facteurs d’accords (définis dans
l’équation II.96) RB = 3.54 et RF = 3.67 de la phase pyrochlore sont très satisfaisants.
Le paramètre x = 0.3369 ± 0.001 déterminé (lié la position (x, 1/8, 1/8) des oxygènes 48f)
est similaire à celui des autres pyrochlores. On relève un taux d’occupation du site 8a de
10.8 ± 1.8 % compensé par 1.8 ± 0.3 % de vacances sur le site 48f. Les facteurs de Debye
Waller des oxygènes (1.38 ± 0.02 Å2, 0.44 ± 0.05 Å2 et 3.19 ± 1.13 Å2 pour les sites 48f, 8b et
8a respectivement) indiquent un désordre important dans l’environnement des oxygènes 8a ce
qui n’est pas étonnant puisque ces derniers sont au centre des tétraèdres Sc/Nb. L’affinement
sans défaut de Frenkel donne des facteurs d’accords RB = 3.87 et RF = 3.85 moins bons sans
que la différence ne soit très significative : le taux de défauts est donc faible mais une valeur
quantitative ne peux être obtenue. Par ailleurs, il est difficile d’obtenir des informations
sur les ions M : le relâchement de la contrainte de stoechiométrie Sc/Nb fait apparaître
un excédent de 13.4 ± 1.8 % de Nb et un manque équivalent de Sc mais avec des facteurs
d’accords moins bons : RB = 3.59 et RF = 4.13. Il est possible que cela soit dû à un surplus
d’oxygènes O2– (assurant la neutralité électrique) ou à la présence de défauts antisites qu’il
n’a pas été possible de prendre en compte. Des mesures complémentaires seraient nécessaires :
on pourrait par exemple réaliser un affinement conjoint avec un diffractogramme de rayons
X mesuré sur synchrotron.
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Figure VII.5 – Aimantation du composé Tb2ScNbO7 en fonction du champ
magnétique. (a) Courbes d’aimantation à différentes températures. A 8 T et 0.09 K,
l’aimantation atteint 5.3µB à 8 T. (b) Ouverture d’un hystérésis à 0.09 K.

3 Magnétométrie

3.1 Aimantation et susceptibilité magnétique DC
On présente dans un premier temps les mesures d’aimantation et de susceptibilité magné-

tique DC du composé. Celles-ci ont été réalisées avec le magnétomètre Quantum Design
MPMS 3 de la température ambiante à 2 K et avec le magnétomètre fabriqué par Carley
Paulsen [Pau01] à l’Institut Néel pour les mesures entre 4 K et 90 mK.

La figure VII.5a montre les courbes d’aimantation isotherme du composé Tb2ScNbO7
entre 0 et 8 T et pour des températures allant de 300 K à 90 mK. La courbe à la plus
basse température 90 mK est caractéristique des pyrochlores au terbium : l’aimantation
augmente de façon continue (sans point d’inflexion) et le moment magnétique de 5.3µB
atteint à 8 T se situe bien en deçà du moment magnétique à saturation de l’ion libre (J = 6,
msat = gJJµB = 9µB). Ce comportement est très similaire à celui des pyrochlores Tb2Ti2O7
et Tb2Sn2O7 (avec respectivement, sur poudre, 5.6µB et 5.9µB à 8 T et 1.75 K [MBH07]).
Enfin, une inspection fine des courbes en dessous de 1 K et de 1 T montre l’ouverture d’un
faible hystérésis en dessous de 500 mK (figure VII.5b).

La figure VII.6a présente l’inverse de la susceptibilité magnétique entre 300 K et 2 K
mesurée avec un champ magnétique de 6 mT. Ce champ est suffisament faible pour rester
dans le régime linéaire où l’aimantation est proportionnelle au champ magnétique. Dans la
gamme de température 150 − 300 K, on peut ajuster la courbe avec une loi de Curie Weiss 1

dont on peut extraire la température de Curie-Weiss θCW = −6.90 ± 0.37 K et le moment

1. Si l’échelle d’énergie des interactions magnétiques est bien plus faible que la séparation entre le fonda-
mental et premier niveau excité, un ajustement similaire à basse température permet d’obtenir la valeur des
interactions magnétiques et du moment magnétique dans le fondamental. L’existence d’un doublet excité de
basse énergie dans les composés voisins au terbium rend cette analyse non pertinente pour Tb2ScNbO7.
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Composé Gamme de température (K) θCW (K) meff (µB)
Tb2Ti2O7 [Gar+99] 150 − 300 −19 9.6
Tb2Sn2O7 [Mat+02] 100 − 300 −12.48 9.68
Tb2Ge2O7 [Hal+14] 100 − 300 −19.2 9.87
Tb2Hf2O7 [Sib+17] 50 − 375 −12 9.6
Tb2ScNbO7 150 − 300 −6.90 ± 0.37 10.42 ± 0.01

Tableau VII.2 – Comparaison des paramètres obtenus par un ajustement de
la susceptibilité magnétique avec une loi de Curie-Weiss.

magnétique effectif Meff = 10.42 ± 0.01µB proche de la valeur de l’ion libre Tb3+, 9.72µB (les
incertitudes indiquées sont issues de l’ajustement uniquement). Ces grandeurs sont comparées
à celles des autres pyrochlores de terbium sur le tableau VII.2. Les valeurs trouvées pour
Tb2NbScO7 sont du même ordre de grandeur bien que le moment magnétique effectif soit un
peu plus important et la température de Curie-Weiss un peu plus faible que dans les autres
composés. Ces écarts pourraient provenir du fait qu’aucune contribution diamagnétique ou
liée au paramagnétisme de Van Vleck n’a été soustraite aux données en raison de la précision
trop faible de celles-ci pour les déterminer quantitativement. La déviation à la loi de Curie-
Weiss vers 125 K révèle des changements d’état magnétique dans le composé qui peuvent être
dûs aux corrélations magnétiques et aux dépeuplements de niveaux champ cristallin comme
dans les autres pyrochlores au terbium. La haute température à partir de laquelle cette
déviation apparaît pourrait aussi être le signe d’interactions magnéto-élastiques similaires à
celles de Tb2Ti2O7 et visibles dès 200 K [Con+17].

Les mesures de susceptibilité entre 4 K et 0.1 K sont présentées sur la figure VII.6b pour
différents champs magnétiques de mesure : 10, 50, 100, 200 et 500 mT. Au dessus de 2 K
et pour des champs magnétiques jusqu’à 0.2 T, la susceptibilité est indépendante du champ
magnétique : l’aimantation varie linéairement avec le champ. Ce n’est plus le cas pour des
températures plus basses et on peut voir apparaître une différence entre les mesures ZFC
(zero field cooled) et FC (field cooled) en dessous de Tg = 1 K pour µ0H = 0.01 T. Cette
caractéristique, tout comme la présence d’hystérésis dans l’aimantation à basse température,
est la signature d’une irréversibilité associée à un gel des spins. Une partie du système reste
néanmoins dynamique à l’échelle du temps de la mesure : la fraction ne répondant plus au
champ magnétique est de f = MZFC(T )/MFC(T ) ≈ 0.5. Il peut s’agir d’une partie des spins
du système ou d’une partie du moment magnétique de chaque ion. Cette fraction gelée et
la température de gel Tg diminuent lorsque le champ magnétique augmente ce qui signifie
qu’une plus grande partie du système est à l’équilibre. On notera enfin que des irréversibilités
à des températures similaires sont observées dans la susceptibilité à très basse température
d’autres pyrochlores et notamment dans Tb2Ti2O7 [Lho+12].

L’origine de l’irréversibilité peut être multiple : il peut s’agir d’une mise en ordre à longue
portée, de l’existence de barrières d’anisotropie ou encore d’un état de type verre de spin.
Plusieurs caractérisations ont donc été réalisées pour déterminer le mécanisme sous jacent :
susceptibilité magnétique AC, diffraction de neutrons et diffusion inélastique de neutrons.
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Figure VII.6 – Susceptibilité magnétique de Tb2ScNbO7 en fonction de la tem-
pérature. (a) Inverse de la susceptibilité magnétique au dessus de 2 K pour un champ
de mesure de 0.006 T. L’ajustement linéaire est réalisé entre 150 et 300 K et donne une
température de Curie-Weiss de −6.9 K et un moment magnétique effectif de 10.4µB. (b)
Susceptibilité magnétique basse température pour plusieurs champs magnétiques de me-
sures et avec les protocoles ZFC (zero field cooled) et FC (field cooled). Une irréversibilité
est visible sous 1 K pour un champ magnétique de 0.01 T.

3.2 Susceptibilité magnétique AC
La dépendance en fréquence de la susceptibilité magnétique AC a été mesurée pour

un champ magnétique de fréquence variant entre 0.057 Hz et 570 Hz et d’amplitude 0.18 mT
(f ≤ 57 Hz) ou 0.09 mT (f > 57 Hz). Les mesures aux basses et hautes fréquences étant assez
bruitées, la figure VII.7 ne montre les résultats que dans la gamme de fréquence 0.57−57 Hz.
Les courbes χ′(T ) et χ′′(T ) présentent un maximum dont la position en température est
proche de Tg mais varie avec la fréquence f du champ magnétique AC. Cette dépendance en
fréquence permet d’obtenir des informations sur le mécanisme à l’origine de l’irréversibilité.

Pour un processus activé thermiquement lié à l’existence d’une barrière d’énergie Ea, la
dépendance en température du maximum T ′′

f de χ′′(T ) est décrite par la loi d’Arrhenius

τ = τ0 exp
(
Ea

T ′′
f

)
(VII.2)

où τ = 1/2πf est relié à la fréquence de mesure et τ0 est le temps de retournement d’un
spin du système. Sans barrière d’énergie, celui-ci est habituellement de l’ordre de 10−12 s
à 10−14 s [Bro63]. Cette dépendance en fréquence est typiquement observée dans la glace
de spin classique Dy2Ti2O7 vers 15 K avec une énergie d’activation Ea ≈ 200 K et indique
des relaxations impliquant des transitions vers le premier doublet excité de champ cristallin
[Mat+00 ; Sny+01]. Bien que les données obtenues pour Tb2ScNbO7 soient décrites par une
telle loi (figure VII.8a) avec τ0 ≈ 3.5 × 10−24 s et Ea ≈ 52 K, le paramètre τ0 apparaît ici
clairement comme non physique : il est beaucoup plus faible que 10−14 s. L’irréversibilité
observée ne peut avoir comme origine l’existence de simples barrières d’anisotropie.
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Figure VII.7 – Susceptibilité magnétique alternative de Tb2ScNbcO7 mesurée
à différentes fréquences en fonction de la température. A gauche : partie réelle. A
droite : partie imaginaire.

La variation du maximum T ′
f de χ′(T ) en fonction de la fréquence f renseigne sur d’autres

mécanismes et en particulier sur l’existence d’un comportement de type verre de spin. La
théorie du groupe de renormalisation permet de démontrer que, pour une transition vers
une phase verre de spin canonique (c’est à dire vers un état corrélé de spins gelés dans une
configuration désordonnée métastable),

τ = τ0

(
T ′
f − Tc

Tc

)−zν

(VII.3)

avec zν variant généralement entre 4 et 12 et où z est l’exposant critique dynamique, ν est
l’exposant critique de corrélation et Tc < T ′

f est la température de transition à l’équilibre.
Une autre possibilité concerne une transition verre de spin à température nulle (Tc = 0 et
donc T ′

f → 0 pour f → 0) pour laquelle la relation entre le temps de relaxation τ et le
maximum T ′

f serait plutôt du type [You83 ; McM84]

τ = τ0 exp
[(

E

T ′
f

)σ]
(VII.4)

où T ′
f est une température de gel des degrés de liberté qui n’est pas directement reliée à une

température de transition de phase au sens thermodynamique et E une énergie de barrière 2.
Une telle loi, avec τ0 = 1.1 × 10−9 s, E = 0.91 K et σ = 2 décrit bien le comportement de
Tb2Ti2O7 [Lho+12] mais pas celui de Tb2ScNbO7. A l’inverse, pour ce dernier, l’analyse du

2. D’autres relations peuvent être utilisées pour caractériser les états gelés sans la necessaire présence
d’une transition de phase. On peut par exemple citer la loi de Vogel-Fulcher

τ = τ0 exp

(
E

T ′
f − T0

)
(VII.5)

où T0 est un paramètre phénoménologique.
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Figure VII.8 – Ajustement des températures T ′
f et T ′′

f obtenues par les mesures
de susceptibilité AC. Il a été possible d’extraire les maximums T ′

f et T ′′
f pour les mesures

entre 0.57 Hz et 570 Hz. (a) ln(τ) en fonction de 1/T ′
f (en rouge) et 1/T ′′

f (en bleu).
L’ajustement de ln(τ) = f

(
1/T ′′

f

)
par une loi d’Arréhnius est possible mais donne des

paramètres non physiques (τ0 ≈ 3 × 10−24 s). (b) ln(τ) en fonction de ln
([
T ′
f − Tc

]
/Tc

)
où Tc = 1 K est la température de transition verre de spin.

maximum dans χ′(T ) révèle un comportement très bien décrit par l’équation VII.3 et donc
une transition verre de spin canonique. L’ajustement des données donne une température de
transition Tc = 1 K (en accord avec la température Tg = 1 K déterminée par la mesure de
susceptibilité DC), des exposants critiques zν = 6.1 ± 0.1 et un temps de relaxation τ0 =
1.1 ± 0.1 × 10−7 s (figure VII.8b). Le décalage du pic par décade de fréquence (paramètre de
Mydoch) ϕ = ∆T ′

f/
(
T ′
f∆ log f

)
, de l’ordre de 0.05, est une valeur typique pour des verres de

spin isolants et vient confirmer cette hypothèse [Myd93]. La température de gel Tg diminuant
avec le champ appliqué observé dans les mesures de susceptibilité DC est également cohérent
avec une telle transition. Pour les pyrochlores, une transition verre de spin n’a été observée
pour la terre rare que dans Tb2Hf2O7 [Sib+17].

4 Diffusion de neutrons sur poudre

4.1 Diffraction magnétique de neutrons
En complément des mesures macroscopiques précédentes, des mesures de diffraction de

neutrons sur poudre entre 200 K et 50 mK sur D1B à l’ILL ont permis de sonder les corréla-
tions de spins. La figure VII.9a présente les diffractogrammes obtenus à 60 K et 50 mK ainsi
que la différence des deux. Aucun pic de Bragg n’est vu dans la différence ce qui indique
l’absence d’ordre magnétique à longue portée dans le composé jusqu’à au moins 50 mK. Des
corrélations de spins sont toutefois présentes comme le montre la diffusion diffuse visible
sous la forme de larges bosses centrées en 1.2 Å−1 et 3.2 Å−1 dans la différence. La forme de
ce signal rappelle les corrélations d’un liquide et les diffractogrammes analogues des autres
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Figure VII.9 – Diffractogrammes de neutrons mesurés sur D1B. (a) Mesure à
60 K et 50 mK ainsi que leur différence. (b) Comparaison de la différence avec un modèle
de diffusion sur poudre par des spins isotropes.

composés au terbium Tb2Ti2O7, Tb2Ge2O7, Tb2Hf2O7 [Gar+99 ; Gar+01 ; Hal+14 ; Sib+17].
L’étude en température de l’intensité diffusée indique l’émergence de corrélations en dessous
de 50 K et l’origine de ce signal est magnétique : il s’agit de la mise en place d’un ordre à
courte portée jusqu’à au moins 50 mK.

On peut comparer la diffusion diffuse magnétique à un modèle simple de diffusion sur
poudre par des spins corrélés de façon isotrope. Dans ce cas, la fonction de diffusion magné-
tique s’écrit [BB67]

Ss(Q) ∝ 2
3
f 2(Q)

∑
ij

⟨mi · mj⟩
sin(Qrij)
Qrij

(VII.6)

où f est le facteur de forme des ions magnétiques et rij la distance entre les ions i et j. En
prenant une seule distance r = 3.75 Å et des interactions antiferromagnétiques, c’est à dire
une intensité diffusée

Idiff ∝ −f 2(Q)sin(Qr)
Qr

, (VII.7)

le signal mesuré est globalement bien reproduit. La comparaison entre la mesure expérimen-
tale et le modèle est visible sur la figure VII.9b. La distance r déterminée est très proche
de la distance rnn entre deux Tb premiers voisins dans la maille (rnn = a/

√
8 ≈ 3.67 Å

où a = 10.389 Å est le paramètre de maille) ce qui indique des interactions principalement
antiferromagnétiques entre ions premiers voisins. Des mesures complémentaires sur mono-
cristaux seraient néanmoins necessaires pour déterminer la nature exacte des corrélations :
un accord similaire est obtenu pour les autres pyrochlores au terbium mentionnés précédem-
ment mais les corrélations de spins sont souvent structurées dans l’espace réciproque, ce qui
est inaccessible à partir de données sur poudre.
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Figure VII.10 – Cartes d’intensité de neutrons diffusés mesurées pour λi =
5.1 Å à différentes températures sur SHARP. De gauche à droite et de haut en
bas : T = 0.05 K, T = 0.5 K, T = 1 K, T = 10 K, T = 50 K et T = 100 K. Une intensité
diffusée autour de 0.2 meV est observée en plus du signal élastique à 0.05 K, 0.5 K et 1 K.
Celle-ci n’est plus visible dès T ≥ 10 K.

4.2 Diffusion inélastique de neutrons

Afin de sonder l’influence du désordre de charge Sc3+/Nb5+ sur les niveaux électroniques
du Tb3+, plusieurs mesures de diffusion inélastique de neutrons sur poudre ont été réalisées.
La figure VII.10 montre les mesures entre 0 et 1.9 meV sur le spectromètre temps de vol
SHARP (LLB/ILL) avec une longueur d’onde incidente de 5.1 Å. Seule une faible intensité
est visible autour 0.2 meV et centrée en Q = 1.2 Å−1 à 0.05 K, 0.5 K et 1 K. Une mesure sur le
même instrument à 50 mK et avec une longueur d’onde incidente de 4.1 Å ne montre aucune
diffusion supplémentaire jusqu’à au moins 3.5 meV. L’intégration sur l’ensemble des valeurs
de Q de l’intensité (figure VII.11a) permet d’observer que la bosse visible à 50 mK autour
de 0.2 meV disparaît progressivement dans le signal quasi-élastique lorsque la température
augmente. Celle-ci n’est plus visible à partir de 10 K. L’intensité mesurée à 50 mK est ajustée
sur la figure VII.11b avec une gaussienne centrée en E = 0 représentant le signal élastique
(dont la largeur à mi hauteur 0.07 meV donne la résolution instrumentale) et une lorentzienne
centrée en E = 0.16 meV que multiplie le facteur n+

B (défini dans l’équation II.89) rendant
compte du peuplement thermique des niveaux. Ce signal est interprété comme celui d’un
singulet issu de l’éclatement du doublet fondamental de champ cristallin. La grande largeur
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Figure VII.11 – Intensité de neutrons diffusée intégrée entre Q = 0.55 Å−1

et Q = 1.65 Å−1 (données de SHARP). (a) Mesures à différentes température. (b)
Comparaison du signal à 0.05 K avec une intensité élastique et une intensité inélastique
centrée en E = 0.16 meV.

à mi hauteur de la lorentzienne (0.82 meV) indique une forte distribution de niveaux pro-
bablement dûe au désordre chimique qui affecte le champ cristallin des ions Tb3+. Notons
qu’une intensité quasi-élastique 3 ne permet pas de reproduire les données et que l’absence
d’ordre à longue portée exclut l’existence de magnons.

L’absence d’un doublet excité de champ cristallin dans la gamme d’énergie 1−3.5 meV est
surprenante puisqu’un doublet est présent vers 1.5 meV dans plusieurs autres pyrochlores au
terbium. Pour comprendre cette différence, plusieurs mesures à différentes énergies incidentes
Ei (19, 35, 60 et 76 meV) et à 1.5 K réalisées sur le spectromètre temps de vol PANTHER
(ILL) sont présentées sur la figure VII.12. Du signal est présent à faible vecteur de diffusion
et son intensité décroît à mesure que Q augmente, suggérant une origine magnétique. Il
s’agit des larges bosses centrées autour de 4 meV et 18 meV s’étendant sur plusieurs meV
qui pourraient être des excitations de champ cristallin très élargies. L’origine magnétique du
signal est confirmé par la comparaison de la dépendance en Q de ces excitations (tirée des
données mesurées avec Ei = 35 meV et intégrées sur une largeur 2∆E = 2 meV autour de
l’énergie de l’excitation) avec le facteur de forme magnétique au carré f 2(Q) de l’ion Tb3+.
L’accord est très satisfaisant sur toute la gamme de Q pour l’excitation à 4 meV (figure
VII.13a) tandis que l’accord est bon jusqu’à 4 Å−1 pour l’excitation à 18 meV (figure VII.13b).
Cette différence est due à l’intensité phononique présente simultanément à cette énergie.
Notons que les phonons sont particulièrement bien définis au dessus deQ = 5 Å−1. A nouveau,
on a ici un comportement plus proche de Tb2Hf2O7 (où de larges signaux magnétiques sont
observés à 5 meV et 25 meV [Sib+17]) que de Tb2Ti2O7 ou Tb2Sn2O7.

3. La susceptibilité dynamique χ′′ quasi-élastique est la transformée de Fourier de e−t/τ (où τ est un
temps de relaxation) et correspond à une lorentzienne centrée en ω = 0 que multiplie ω (équation III.51). Ce
facteur ω peut aussi être vu comme issu de deux pics centrés en ±ωmn ̸= 0 dans la limite ω ≫ ωmn. Il suffit
ensuite de multiplier χ′′ par 1/π

(
1 − e−β~ω

)
(équations II.78) pour obtenir la fonction de diffusion S(Q,E).
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Figure VII.12 – Cartes d’intensité de neutrons diffusés à 1.5 K pour différentes
énergies incidentes Ei mesurées sur PANTHER. Du signal magnétique large est
observé à faible vecteur de diffusion autour de 4 meV et 18 meV tandis que les phonons sont
visible à grand vecteurs de diffusion. De gauche à droite et de haut en bas : Ei = 19 meV,
Ei = 35 meV, Ei = 60 meV, Ei = 76 meV.

5 Discussion
Les caractérisations structurales du nouveau composé Tb2ScNbO7 ne montrent aucun

ordre apparent Sc3+/Nb5+ sur le site M et une faible densité de défauts. Les mesures magné-
tiques macroscopiques et les diffractogrammes de neutrons sur poudre révèlent un échantillon
désordonné magnétiquement mais corrélé à courte portée avec la présence d’une transition
verre de spin partielle à 1 K. En diffusion inélastique de neutrons sur poudre, de large signaux
d’origine magnétique sont observés. Ces aspects sont discutés dans cette partie.

Les données de diffusion inélastique de neutrons montrent que le désordre sur le site M
dans Tb2ScNbO7 affecte fortement le champ cristallin avec la présence d’excitations larges
dans les données de PANTHER. Cette caractéristique est assez peu étonnante puisque les
terres rares peuvent avoir 26 = 64 environnements électrostatiques différents (qui se re-
groupent en 13 environnements distincts d’un point de vue des symétries) en considérant le
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Figure VII.13 – Comparaison du facteur de forme magnétique de l’ion Tb3+

avec les données de PANTHER (Ei = 35 meV, T = 1.5 K) intégrées sur une
largeur 2∆E centrée à la position des excitations. Les données sont en couleur et
le un modèle est en noir. Celui-ci prend en compte un terme af 2(Q) (où a est un facteur
d’échelle et f 2(Q) est le facteur de forme au carré de l’ion Tb3+) et un terme constant
c représentant les contributions indépendantes de Q. (a) Excitation autour de 4 meV,
2∆E = 2 meV. (b) Excitation autour de 18 meV, 2∆E = 2 meV.

désordre Sc/Nb [Sch+21]. La figure VII.14 montre les 6 ions M4+ autour des ions Tb3+. Il
s’agirait de caractériser le pourcentage d’apparition de ces différents environnements pour
mieux comprendre les excitations magnétiques. Même en l’absence d’ordre Sc3+/Nb5+, la dis-
tribution des ions pourrait être contrainte par des effets de neutralité électrique (deux ions
Sc3+ et deux ions Nb5+ par tétraèdre formant un arrangement de type "glace de charges"
sur le site M) ou encore d’encombrement stérique dans les hexagones entourant les terres
rares Tb3+. C’est ce qui semble avoir été observé dans Nd2ScNbO7 où 14 % des ions Nd3+

posséderaient un environnement de symétrie 3m composé d’un octaèdre de Sc et de Nb al-
terné [Mau+21] bien que cette observation soit débattue [Sch+21]. Si ce pourcentage s’avère
confirmé, il se situe bien au dessus de celui attendu pour des ions totalement désordonnés sur
le site M et plus proche des 17.6 % attendu pour une configuration glace de charge parfaite.
Une analyse PDF (Pair Distribution Function) de diffusion neutronique exclut dans tous les
cas une distribution totalement désordonnée et montre la présence de corrélations à courte
portée entre les ions Sc3+ et Nb5+ [Mau+21]. Il serait particulièrement intéressant de réaliser
des mesures similaires sur Tb2ScNbO7 pour caractériser la distribution de symétrie locale
des environnements des ions Tb3+ induite par le désordre de charge Sc3+/Nb5+. En effet,
des symétries locales différentes de la symétrie 3̄m conduisent à des excitations de champ
cristallin à des énergies différentes. On pourrait ainsi avoir des informations complémentaires
pour comprendre l’absence de diffusion magnétique vers 1.5 meV (visible dans une grande
partie des autres pyrochlores au terbium et attribuée au premier doublet de champ cristallin
excité) et interpréter avec plus de certitude l’excitation large vers 4 meV qui pourrait être
liée à ce même premier doublet excité, repoussé vers les hautes énergies dans Tb2ScNbO7.
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Figure VII.14 – Ion Tb3+ (en violet) entouré d’oxygènes O2– (8b en rouge
foncé et 48f en rouge) et d’ions Sc3+ ou Nb5+ (en vert). Vues de deux axes ⟨111⟩.

A la différence des ions Kramers comme Nd3+, les changements de symétrie locale sont
aussi susceptibles de lever la dégénérescence des doublets de champ cristallin pour les ions
non Kramers. Cet effet est probablement à l’origine du large signal mesuré à 0.16 meV dans
Tb2ScNbO7 qui serait ainsi issu d’une levée de dégénérescence du doublet fondamental des
ions Tb3+. Il est cependant surprenant que de fortes corrélations magnétiques restent pré-
sentes alors qu’un singulet de champ cristallin est un état non magnétique. De surcroît, une
étude en cours à l’institut Néel sur le composé Pr2ScNbO7 (où l’ion Pr3+ est aussi un ion non
Kramers) montre un comportement radicalement différent avec cette fois-ci une absence de
corrélations magnétiques très certainement liée à une telle levée de dégénérescence. Aucune
transition de phase magnétique ni dépendance en fréquence n’est observée dans la susceptibi-
lité magnétique de Pr2ScNbO7 jusqu’à 0.1 K (alors que divers gels et dynamiques lentes sont
vus dans les composés voisins Pr2M2O7 [Pet+16 ; Sib+16]) et les mesures de diffraction de
neutrons jusqu’à 50 mK ne montrent aucun signal magnétique. Une comparaison des mesures
de magnétométrie avec un modèle de charges ponctuelles confirme par ailleurs que 80 % des
ions Pr3+ ont un état fondamental singulet de champ cristallin. L’effet différent du désordre
de charge sur le comportement magnétique des composés Tb2ScNbO7 et Pr2ScNbO7 serait
alors probablement lié au moment magnétique plus important du doublet fondamental de
champ cristallin du Tb3+ (∼ 5 − 6µB [MBH07 ; Rum+16d]) par rapport à celui du Pr3+

(∼ 2.6µB [Pri+13 ; Bon+16]) et à la différence d’amplitude des interactions magnétiques.
Dans Tb2ScNbO7, les interactions seraient suffisantes pour mélanger les deux états singulets
non magnétiques issus du doublet fondamental de champ cristallin et ainsi former un état
magnétique corrélé. A l’inverse, les plus faibles interactions couplées à la dilution magnétique
dans le composé Pr2ScNbO7 ne seraient pas assez importantes pour produire le même effet.

Si la présence de corrélations magnétiques dans Tb2ScNbO7 nécessite d’être mieux com-
prise, la nature de celles-ci est tout aussi énigmatique et mérite d’être mieux caractérisée. Le
gel visible en dessous de 1 K et la présence de corrélations à courte portée dans les données
de diffraction est très similaire à ce qui est vu dans Tb2Hf2O7 [Sib+17]. Dans ce dernier,
les mesures sur monocristaux montrent une diffusion diffuse anisotrope et structurée dans
le réseau réciproque qui rappelle grandement la phase de Coulomb observée dans Tb2Ti2O7
[Fen+12 ; Gui+13]. Une autre caractéristique de la diffusion diffuse de Tb2Hf2O7 est que la
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grande majorité des contributions à celle-ci se situent dans une gamme d’énergie de 0.2 meV
autour du pic élastique et incluent l’ensemble du doublet fondamental. Des mesures sur
monocristaux de Tb2ScNbO7 seraient nécessaires pour aller plus loin dans la comparaison
et s’assurer des similitudes entre les deux composés. Si une telle phase de Coulomb existe
dans Tb2ScNbO7, on sera naturellement amené à discuter de l’origine de ces corrélations
particulières. Une des possibilités est le mécanisme d’intrication quantique induite par le
désordre proposé par Savary et Balents [SB17] : dans les pyrochlores d’ions magnétiques non
Kramers, un désordre abaissant localement la symétrie locale du champ cristallin des ions
terres rares et levant (faiblement) la dégénérescence du doublet fondamental pourrait induire
un état liquide de spin quantique de Coulomb. Notons néanmoins que le type de désordre
de Tb2Hf2O7 et Tb2ScNbO7 est radicalement différent. Dans Tb2Hf2O7, le désordre lié aux
défauts de Frenkel d’oxygène affecte à la fois le champ cristallin des ions Tb3+ et les interac-
tions d’échange médiées par les oxygènes. Dans Tb2ScNbO7, le désordre semble être induit
principalement par le mélange Sc/Nb sur le site M et le taux de défaut de Frenkel est trouvé
faible. Le champ cristallin sera plus faiblement affecté tandis que les interactions d’échanges
ne seront pas affectées (ce qui est plus favorable au mécanisme proposé par Savary et Ba-
lents). Une caractérisation plus fine des défauts (notamment antisites) sera nécessaire pour
comparer pleinement les deux composés et déterminer les ingrédients importants induisant
les corrélations magnétiques, le gel partiel et la possible phase de Coulomb.

6 Conclusion et perspectives
Les caractérisations structurales sur le composé Tb2ScNbO7 montrent une structure py-

rochlore bien cristallisé, sans ordre Sc/Nb et avec un faible taux de défauts. L’influence
du désordre de charge est visible dans le comportement magnétique original du composé :
gel partiel des degrés de liberté magnétique en dessous de 1 K, corrélations uniquement à
courte portée jusqu’à au moins 50 mK et distribution de niveaux de champ cristallin sur des
gammes d’énergie très larges. La faible levée de dégénérescence du fondamental induite par
ce désordre couplée à la similitude du comportement magnétique avec le composé Tb2Hf2O7
qui présente des signatures d’une phase de Coulomb [Sib+17] rapprochent Tb2ScNbO7 d’une
phase liquide de spin quantique de Coulomb induite par le désordre [SB17].

Cette étude est toujours en cours et plusieurs mesures sont d’ores et déjà envisagées. Il
s’agirait dans un premier temps de caractériser plus précisément l’aspect structural du com-
posé : diffraction des rayons X sur synchrotron pour détecter le taux de défauts antisites et
diffusion neutronique PDF pour caractériser le désordre de charges Sc3+/Nb5 et l’influence
de l’encombrement stérique de ces éléments sur la position des oxygènes. Ces expériences
ont l’avantage de pouvoir être faite sur la poudre à disposition et donneront des éléments
nouveaux pour mieux comprendre l’effet du désordre sur les composés pyrochlores au ter-
bium. Dans un second temps, et s’il est possible d’obtenir des monocristaux, une mesure
de la diffusion diffuse par diffraction de neutrons polarisés sur monocristaux permettrait de
caractériser l’anisotropie des corrélations magnétiques dans le réseau réciproque. La présence
d’une phase de Coulomb pourrait ainsi être confirmée.
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Ce travail avait pour objectif de sonder et comprendre le rôle des couplages entre de-
grés de liberté dans les oxydes pyrochlores magnétiques R2M2O7 (avec R une terre rare
et M un élément de transition) à travers l’étude de Tb2Ti2O7 et de ses dérivés. Les deux
premières études de ce manuscrit se concentrent sur les composés avec M4+ = Ti4+ en
comparant les propriétés magnéto-diélectriques de Ho2Ti2O7 et Tb2Ti2O7 puis en montrant
l’importance fondamentale des couplages magnéto-élastiques dans Tb2Ti2O7. Dans les deux
dernières études, l’influence de différents éléments M sur le magnétisme des ions Tb3+ est
observée avec la présence du champ moléculaire magnétique des ions Ir4+ dans Tb2Ir2O7 puis
celui du désordre de charge électrique Sc3+/Nb5+ dans Tb2ScNbO7.

Les effets magnéto-diélectriques de Ho2Ti2O7 et Tb2Ti2O7 ont été sondés par deux tech-
niques : permittivité diélectrique et courant pyroélectrique. Les mesures en champ magné-
tique nul ont permis de comprendre les résultats contradictoires reportés dans la littérature
concernant les propriétés électriques de ces deux systèmes. La caractérisation systématique
de cristaux issus de synthèses différentes a révélé que la faible polarisation électrique mesu-
rée était induite par la présence de défauts ponctuels. La nature et la quantité de défauts
pouvant différer entre les échantillons, ce résultat explique les différentes températures de
transition vers un état ferroélectrique reportées pour un même composé. Sous champ magné-
tique, des variations de la permittivité diélectrique sont observées dans les deux composés.
Les dépendances en température révèlent deux régimes où ces effets sont pertinents : un
régime intermédiaire (6 K < T < 30 K) où la variation avec le champ magnétique est quadra-
tique et un régime basse température (T ≤ 6 K) plus complexes. Une analyse de symétrie
permet d’interpréter qualitativement les résultats obtenus dans le régime intermédiaire des
deux composés en ne faisant intervenir que deux composantes du tenseur de susceptibilité
magnéto-diélectrique. Pour Ho2Ti2O7, le régime basse température montre des signatures
électriques des phases induites par le champ magnétique. Les simulations numériques par
la méthode de Monte-Carlo du modèle de Khomskii où un dipôle électrique est associé à
chaque monopole magnétique de la glace de spin s’avère insuffisant pour comprendre les
effets observés. Des calculs supplémentaires seraient nécessaires pour aller plus loin dans
la compréhension des effets observés. D’autres mesures pourraient apporter de nouveaux
éléments de compréhension. Outre l’application d’un champ magnétique plus intense, des
mesures de magnétométrie sous champ électrique révéleraient probablement d’autres effets
et d’autres aspects de ces couplages.
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Les couplages magnéto-élastiques présents dans Tb2Ti2O7 ont été étudiés en profondeur
par des mesures de spectroscopie THz sous champ magnétique et sur synchrotron ainsi que
par des calculs numériques quantiques. Pour cela, deux échantillons de Tb2+xTi2–xO7+y avec
x = +0.003 et x = −0.003 sont étudiés. A basse température, ces deux échantillons pré-
sentent un comportement différent : le premier stabilise un ordre quadrupolaire alors que
le second reste dans un état liquide de spin. Les résultats sous champ magnétique sur le
premier échantillon (x = +0.003) montrent la présence de multiples branches qui sont bien
comprises en tenant compte du hamiltonien de champ cristallin et d’un terme Zeeman. Une
reproduction fine du spectre expérimental ne peut néanmoins être achevée qu’en considérant
l’existence de couplages spin-réseaux se traduisant par un terme quadrupolaire supplémen-
taire. Le même modèle numérique permet de reproduire qualitativement les données de
spectroscopie THz mesurées à haute résolution au synchrotron SOLEIL. Les mesures simi-
laires antérieures réalisées sur le second échantillon (x = −0.003, liquide de spin à basse
température) sont tout aussi bien captées en modifiant légèrement l’amplitude des couplages
magnéto-élastiques. Ces résultats soulèvent donc un lien possible entre l’amplitude des hybri-
dations spin-réseau visible dès les hautes températures par spectroscopie THz et la présence
d’un état fondamental liquide de spin ou ordre quadrupolaire à très basse température. Des
mesures de spectroscopie THz à bien plus basse température seraient très pertinentes pour
observer l’évolution des couplages magnéto-élastiques dans ces deux phases. Numériquement,
il serait nécessaire d’inclure les interactions dipolaires et quadrupolaires entre les ions magné-
tiques pour tester quantitativement le modèle des couplages spin-réseau à des températures
où celles-ci ne peuvent pas être négligées.

L’étude suivante sur Tb2Ir2O7 avait pour objectif de regarder l’influence de l’ion magné-
tique Ir4+ sur le comportement magnétique du sous réseau de Tb3+. Si l’influence de l’ordre
all-in all-out dès 130 K du sous réseau pyrochlore de l’iridium sur le sous réseau de terbium
était bien comprise jusqu’à 10 K, la compréhension du comportement basse température
restait en partie inexplorée. La caractérisation de l’ordre magnétique a pu être étendue jus-
qu’aux plus basses températures (environ 30 mK) par diffraction de neutrons sur poudre. On
confirme ainsi que l’ordre all-in all-out du sous réseau d’ions Tb3+ présent dès les hautes
températures évolue à basse température avec la mise en ordre additionnelle des composantes
transverses dans un arrangement Γ5 tout en montrant que cet ordre n’évolue plus sous 1.5 K.
L’origine de cette phase non conventionnelle est étudiée en deux étapes. Les données de
diffusion inélastique préexistantes sur ce composé ont tout d’abord été analysées et compa-
rées aux calculs de champ cristallin en présence du champ moléculaire des ions Ir4+. Ces
simulations, en reproduisant les propriétés au dessus de 10 K, ont permis de déterminer les
paramètres du hamiltonien associés à ces deux effets. L’influence des interactions entre ions
Tb3+ a ensuite pu être ajoutée au modèle et traitées dans l’approximation du champ moyen.
Si la présence d’un ordre Γ5 est bien captée par les simulations incluant uniquement des
interactions dipolaires, la dépendance en température de ce paramètre d’ordre n’est repro-
duite qu’en ajoutant des interactions quadrupolaires. A nouveau, l’importance de ces degrés
de liberté quadrupolaires dans les pyrochlores au terbium est soulevée. Il serait particuliè-
rement intéressant de voir si un lien peut être établi entre ces effets quadrupolaires et des
effets magnéto-élastiques comme dans Tb2Ti2O7 ou si l’origine est ici totalement différente.
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La dernière étude de ce document porte sur le nouveau composé Tb2ScNbO7 et s’attache
à déterminer l’influence du désordre de charges électriques Sc3+/Nb5+ sur le site M sur
les propriétés magnétiques de ce système. L’effet de ce désordre est clairement visible dans
les données de diffusion inélastique de neutrons sur poudre qui révèlent des niveaux de
champ cristallin très élargis. Les mesures magnétiques macroscopiques montrent également
un comportement complexe avec la présence d’une transition verre de spin n’impliquant
qu’une partie des degrés de liberté magnétiques. Les résultats de diffraction de neutrons
sur poudre confirment l’absence d’ordre à longue portée tout en montrant la présence de
fortes corrélations courtes portées. La comparaison de l’ensemble de ces résultats avec le
composé voisin Tb2Hf2O7 suggère que les degrés de liberté magnétiques non gelés pourraient
participer à une phase liquide de spin de Coulomb. La faible densité de défauts confirmée
en diffraction de neutrons font de ce composé un bon candidat pour stabiliser un état glace
de spin quantique induit par le désordre. Des mesures complémentaires, sur monocristaux,
seraient nécessaires pour confirmer cette hypothèse.

La diversité et la complémentarité des techniques utilisées ont été un atout majeure dans
les études de cette thèse et ont permis d’observer des couplages variés entre degrés de liberté.
La comparaison systématique des données expérimentales obtenues sur plusieurs échantillons
aux modélisations numériques a aussi révéler la présence de certains ingrédients fins pouvant
avoir une influence considérable sur la physique de ces systèmes. C’est le cas des interactions
quadrupolaires par exemple dont l’importance est attestée dans plusieurs études présentées
sur les composés pyrochlores au terbium. Finalement, ces études révèlent qu’une grande
variété de propriétés statiques et dynamiques originales peuvent être découvertes et sondées
en utilisant la fragilité des systèmes magnétiques frustrés.





Annexe A

Champ cristallin

Il s’agit ici de déterminer comment les états électroniques d’un ion libre sont influencés
par l’environnement électrostatique (appelé champ cristallin) d’un cristal. Après un rappel
succinct sur les niveaux d’énergie de l’ion libre, le potentiel électrostatique de l’environnement
sera exprimé sous la forme d’un développement multipolaire. Cette expression permettra
de définir le hamiltonien de champ cristallin et de calculer l’effet de celui-ci sur les états
électroniques de l’ion.

Figure A.1 – Environnement local (champ cristallin) d’un ion R3+ (en gris)
dans les oxydes pyrochlores R2M2O7. Les oxygènes O2– sont en rouge (48f) et
rouge foncé (8b, au centre des tétraèdres).
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1 Hamiltonien et états électroniques de l’ion libre
Le hamiltonien d’un ion de N électrons et de Z protons s’écrit de manière générique

Ĥ =
N∑
i=1

(
p̂2
i

2m
− Ze2

4πε0r̂i

)
+
∑
i<j

e2

4πε0r̂ij
+

N∑
i=1

ξ(r̂i)l̂i · ŝi (A.1)

où m est la masse d’un électron, p̂i est la quantité de mouvement de l’électron i situé en
r̂i et r̂ij est la distance entre les électrons i et j. Le premier terme correspond à l’énergie
cinétique des électrons, le second à leur interaction avec le noyau, le troisième à l’interaction
coulombienne entre les électrons et le dernier au couplage spin-orbite. Les termes de moindre
importance (interaction spin-spin et couplage entre les spins et les orbites d’électrons diffé-
rents) ont été négligés. On peut réécrire l’équation A.1 sous la forme

Ĥ = Ĥc + Ĥres + Ĥso (A.2)
où Ĥc est le hamiltonien de potentiel central (composé du terme d’énergie cinétique, du terme
d’interaction des électrons avec le noyau et de la partie radiale du potentiel d’interaction
électrostatique), Ĥres est le hamiltonien d’interaction électrostatique résiduel (la partie non
centrale de l’interaction électrostatique) et Ĥso le hamiltonien de couplage spin-orbite.

Configurations électroniques
Le hamiltonien général Ĥ étant extrêmement complexe, il est généralement traité par

perturbations successives avec des énergies associées au potentiel central toujours bien supé-
rieures à celles des autres termes. En présence de Ĥc uniquement, les électrons n’interagissent
pas et les états obtenus sont des états monoélectroniques caractérisés par 3 nombres quan-
tiques n, l (0 ≤ l ≤ n − 1) et ml (−l ≤ ml ≤ l) définissant les orbitales atomiques dont
l’énergie est fixée par n et l 1. La fonction d’onde d’un électron est alors une spin-orbitale, pro-
duit tensoriel de son état orbital |nlml⟩ et de son état de spin |sms⟩ où s = 1/2 et ms = ±1/2.
Les N états monoélectroniques de plus basse énergie sont remplis successivement (théorème
de Pauli) pour obtenir la configuration électronique fondamentale. Pour k électrons sur i sous
couches (c’est à dire i ensembles d’orbitales caractérisées par n et l fixés) partiellement rem-
plies, la dégénérescence de la configuration est donnée par Ck

p = p!/k!(p− k)! où p = 2∑i xi
avec x = 1, 3, 5, 7 pour des sous couches d’orbitales s, p, d, f respectivement. Par exemple,
pour le Tb3+ (configuration électronique 4f 8), on trouve C8

14 = 3003.

Il est ensuite nécessaire de prendre en compte les autres termes du hamiltonien A.2, Ĥres
et Ĥso. Le premier va coupler les moments cinétiques orbitaux de chaque électron d’une
part et les moments cinétiques de spins de chaque électron d’autre part alors que le second
va coupler le moment cinétique de spin et le moment cinétique orbital d’un même électron.
Dans le cas où Ĥres domine largement Ĥso, on parle de couplage LS (ou Russel-Saunders).
Dans le cas inverse, on parle de couplage jj. Si Ĥres et Ĥso sont de même ordre de grandeur,
on se trouve en couplage intermédiaire. On supposera dans la suite que le couplage LS est
adapté (ce qui est généralement le cas pour les atomes légers incluant les terres rares 4f).

1. Pour l’atome d’hydrogène, l’énergie d’une orbitale ne dépend pas de l. Cette propriété est liée au fait
que le potentiel central Ĥc est dans ce cas uniquement proportionnel à 1/r et est donc associé à une symétrie
dynamique SO(4). Cette symétrie est brisée par la partie radiale du potentiel d’interaction électrostatique
pour les atomes polyélectroniques et il ne subsiste dans ce cas que la symétrie SO(3).
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Termes spectraux
En couplage LS, le hamiltonien électrostatique résiduel Ĥres agit en perturbation sur

les états propres du hamiltonien de champ central Ĥc. Le moment cinétique orbital total
L̂ = ∑

i l̂i et le moment cinétique de spin total Ŝ = ∑
i ŝi de l’ion commutent avec Ĥc et

Ĥres, les nombres quantiques moment cinétique orbital total L = ∑
i li et moment cinétique

de spin total S = ∑
i si sont donc de bons nombres quantiques. L’état de l’ion doit alors être

décrit par une fonction d’onde polyélectronique |γLMLSMS⟩ où ML ∈ {−L,−L+1, . . . , L−
1, L} et MS ∈ {−S,−S + 1, . . . , S − 1, S} sont les nombres quantiques associés à L̂z et Ŝz
respectivement. La quantité γ = n1l1 . . . nklkν caractérise la configuration électronique (par
les nombres quantiques n et l des k électrons appartenant aux sous couches partiellement
remplies) et distingue les états différents de mêmes nombres quantiques L, ML, S et MS

mais d’énergie différente par le nombre quantique de séniorité ν [Jud98]. Ces états sont
appelés termes spectraux et notés 2S+1X où X = S, P,D, F,G,H, I pour L = 0, 1, 2, 3, 4, 5, 6
respectivement. Le fondamental est généralement obtenu avec les 2 premières règles de Hund :

1. Pour une configuration électronique donnée, le terme de plus faible énergie est celui
maximisant le spin total S sous la contrainte du principe d’exclusion de Pauli ;

2. Pour un spin total S donné, le terme de plus faible énergie est celui de plus grande
valeur de L.

Si les dégénérescences en L et S seront levées par Ĥres, il reste les dégénérescences en ML et
MS : les termes spectraux sont dégénérés (2L+ 1)(2S + 1) fois. Par exemple, pour le Tb3+,
le terme fondamental est 7F de dégénérescence 49.

Multiplets
En couplage LS, le hamiltonien de couplage spin-orbite Hso s’écrit

Hso = λsoL · S (A.3)

avec λso un paramètre qui ne dépend que de γ, L et S. Pour faire agir ce hamiltonien en
perturbation, il faudrait le diagonaliser dans la base des sous espaces dégénérés |γLSMLMS⟩
mais Hso ne commute pas avec L̂z et Ŝz. Une base adaptée est celle des fonctions propres
{|γLSJMJ⟩} où J est le nombre quantique associé au moment angulaire total Ĵ = L̂ + Ŝ
et MJ celui associé à sa projection Ĵz suivant z 2. Le nombre quantique J peut prendre
les valeurs |L − S|, |L − S| + 1, ..., L + S tandis que MJ ∈ {−J,−J + 1, . . . , J − 1, J}. La
dégénérescence des termes spectraux est levée par Hso et les états propres obtenus (appellés
multiplets) sont dégénérés 2J + 1 fois et notés 2S+1XJ . La troisième règle de Hund permet
généralement de déterminer le multiplet de plus basse énergie :

3. Pour un terme spectral donné, le multiplet de plus faible énergie est celui minimisant
J si l’ion a sa couche externe à moitié remplie ou moins et celui maximisant J si l’ion
à sa couche externe plus qu’à moitié remplie.

2. Les fonctions d’ondes |γLSJMJ⟩ sont des combinaisons linéaires des fonctions d’ondes |γLSMLMS⟩
et peuvent être obtenues par :

|γLSJMJ⟩ =
∑

ML,MS

|γLMLSMS⟩⟨γLMLSMS | γLSJMJ⟩ =
∑

ML,MS

C(LSJMJ ;MLMS)|γLMLSMS⟩

où les C(LSJMJ ;MLMS) = ⟨γLMLSMS | γLSJMJ⟩ sont les coefficients de Clebsch-Gordan.
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2 Développement multipolaire du potentiel électrosta-
tique

2.1 Modèle des charges ponctuelles
On considère à présent que l’ion n’est plus libre mais est placé dans un solide. L’interaction

électrostatique entre un électron de cet ion situé en ri = (ri, θi, ϕi) et un ensemble de charges
électriques qj environnantes situées en Rj = (Rj, θj, ϕj) s’écrit

V =
∑
j

eqj
4πε0 |Rj − ri|

(A.4)

d’après la loi de Coulomb. Si les charges environnantes sont suffisamment éloignées de l’ion,
alors ri/Rj ≡ zj ≪ 1 et V se réécrit sous la forme

V =
∑
j

eqj
4πε0Rj

1(
1 − 2 cos(αj)zj + z2

j

)1/2 (A.5)

où αj est l’angle entre les vecteurs ri et Rj . La fonction (1 − 2 cos(αj)zj + z2
j )−1/2 est la

fonction génératrice des polynômes de Legendre Pk et donc

V =
∑
j

eqj
4πε0Rj

∑
k≥0

Pk(cosαj)zkj . (A.6)

Ce développement sous forme de série correspond au développement multipolaire (axial) du
potentiel électrostatique,

V = e

4πϵ0

∑
j

qj
Rj

+
∑
j

qj cos(αj)ri
R2
j

+
∑
j

qjr
2
i (3 cos2(αj) − 1)/2

R3
j

+ . . .

. (A.7)

L’expression A.7 n’est pas totalement satisfaisante puisqu’elle est fonction de l’angle α
et non des paramètres initiaux du problème θi, ϕi, θj et ϕj. Pour obtenir une telle expression,
il est commode d’utiliser un développement sur la base des harmoniques sphériques Y q

k (θ, ϕ)
puisque toute fonction angulaire s’exprime naturellement sur cette base. On rappelle pour
cela que les fonctions Y q

k sont définies seulement pour q ∈ J−k, kK par la relation

Y q
k = (−1)qNkqP

q
k (cos θ)eiqϕ (A.8)

où
P q
k (x) = 1

2kk!
(
1 − x2

)q/2 dl+m

dxl+m
(
x2 − 1

)l
(A.9)

est le polynôme associé de Legendre et où

Nkq =

√√√√2k + 1
4π

(k − q)!
(k + q)!

(A.10)

est un facteur de normalisation. Notons qu’avec cette définition, Y q∗
k (θ, ϕ) = (−1)qY −q

k (θ, ϕ).
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Le théorème d’addition des harmoniques sphériques donne alors directement la relation

Pk(cosα) =
k∑

q=−k

4π
2k + 1

Y q∗
k (θj, ψj)Y q

k (θi, ψi) (A.11)

qui permet de réécrire V sous la forme

V =
∑
j

eqj
4πε0

∑
k≥0

r ki
Rk+1
j

4π
2k + 1

k∑
q=−k

Y q∗
k (θj, ϕj)Y q

k (θi, ϕi)

= e

4πε0

∑
k≥0

k∑
q=−k

√
4π

2k + 1
Iqkr

k
i Y

q
k (θi, ϕi)

(A.12)

où

Iqk =
√

4π
2k + 1

∑
j

qj
1

Rk+1
j

Y q∗
k (θj, ϕj) (A.13)

est la composante q du moment multipolaire sphérique d’ordre k de la distribution de charge.
Par exemple, I0

0 est un scalaire représentant la contribution monopolaire, I−1
1 et I0

1 et I1
1 sont

les trois composantes d’un vecteur représentant la contribution dipolaire.

2.2 Généralisation à une distribution de charges
On généralise aisément l’expression précédente à une distribution de charge ρ :

V = e

4πε0

∑
k≥0

k∑
q=−k

Iqk(ρ)r ki

√
4π

2k + 1
Y q
k (θi, ϕi) (A.14)

avec

Iqk(ρ) =
√

4π
2k + 1

∫ ρ(R)Y q∗
k (Θ,Φ)
Rk+1 dR (A.15)

où R = (R,Θ,Φ) une variable continue de l’espace. En supposant que les charges électrosta-
tiques sont localisées autour de centres j, c’est à dire en posant R = Rj + ϵ où ϵ est une
variable continue de l’espace mais reste suffisamment petite pour pouvoir négliger les effets
de recouvrements, échanges et covalences entre les différentes entités, l’équation A.15 se met
sous la forme

Iqk(ρ) =
√

4π
2k + 1

∑
j

∑
n

∫
ρ(ϵ) 1

n!
(ϵ · ∇)nY

q∗
k (θj, ϕj)
Rk+1
j

dϵ. (A.16)

On a ainsi décomposé chaque distribution de charge j intervenant dans Iqk , comme la somme
d’une contribution monopolaire (n = 0), dipolaire (n = 1), quadrupolaire (n = 2), etc. On
obtient finalement l’expression

V =
∑
k≥0

k∑
q=−k

Aqkr
k
i

√
4π

2k + 1
Y q
k (θi, ϕi),

Aqk(ρ) = e

4πε0
Iqk(ρ).

(A.17)
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2.3 Modèle réel
Le calcul précédent ne tenait compte que de l’énergie d’interaction électrostratique (mo-

dèle de champ cristallin). En connaissant la distribution de charge, le potentiel V est direc-
tement calculable. Ce modèle est simplifié par rapport à la réalité puisqu’il ne prend pas en
compte différents effets :

— Les éventuels recouvrements de fonctions d’ondes, termes d’échanges, covalences et
transferts divers ;

— Les écrantages (par exemple des électrons s et p pour les électrons f de l’ion) et
anti-écrantages (par exemple du noyau) dans l’ion.

Ces différents effets vont modifier les coefficients Aqk en
∼
Aqk ce qui se traduira par

V =
∑
k≥0

k∑
q=−k

∼
Aqkr

k
i

√
4π

2k + 1
Y q
k (θi, ϕi). (A.18)

Le calcul de ces nouveaux coefficients
∼
Aqk est bien plus complexe que les précédents Aqk

et fait l’objet de la théorie du champ de ligand. En pratique, ces coefficients sont souvent
obtenus empiriquement. Néanmoins, dans le cas où le problème peut être analysé en une
somme d’interactions avec chaque ligand séparément (les différents environnements j ne se
recouvrent pas), ces effets sont indépendants de q et une modélisation correcte est possible
sous la forme

∼
Aqk = (ξk + χk)Aqk (A.19)

où ξk contient les effets de recouvrement, échanges, covalences et transferts divers et χk les
effets d’écrantage et anti-écrantage.

Jusqu’à présent, seul un électron i de l’ion central était considéré. Si le problème peut
être analysé en une somme d’interactions sur chaque électron i des couches partiellement
remplies de l’ion considéré, le potentiel total devient

V =
∑
i

∑
k≥0

k∑
q=−k

∼
Aqkr

k
i

√
4π

2k + 1
Y q
k (θi, ϕi). (A.20)

Cette approche n’est pas valide en présence de forts effets de covalence avec l’hybridation
d’orbitales atomiques en orbitales moléculaires par exemple. Dans ce cas, il faut à nouveau
se reporter à la théorie du champ de ligand.

3 Hamiltonien de champ cristallin
En se basant sur l’équation A.20 et en reprenant la notation Aqk pour les coefficients (bien

que les effets autres qu’électrostatiques peuvent aussi intervenir), on définit le hamiltonien
de champ cristallin Ĥcf par

Ĥcf =
∑
i

∑
k≥0

k∑
q=−k

Aqkr̂
k
i Ŷ q

k (i) (A.21)



220 Annexe A. Champ cristallin

où les opérateurs Ŷ q
k (i) avec k fixé et q ∈ J−k, kK sont les 2k + 1 opérateurs composantes

de l’opérateur tensoriel sphérique irréductible 3 (O.T.S.I.) Ŷ(k)(i) de rang k construit à par-
tir des harmoniques sphériques Y q

k (θi, ϕi) agissant sur l’ion i. Ces opérateurs sont nommés
opérateurs de Racah [Rac42]. L’expression de r̂ ki Ŷ k

k (i) est obtenue à partir de la définition

r ki Y
k
k (θi, ϕi) = (−1)k

√
2k + 1

4π
1

2kk!
(xi + iyi)k (A.22)

où xi = sin θi cosϕi et yi = sin θi sinϕi en remplaçant
√

2k + 1
4π

(xi + iyi) par x̂i + iŷi. Les

autres opérateurs Ŷ q ̸=k
k (i) sont obtenus à partir des relations de commutation[

Ŷ q
k (i), l̂zi

]
= qŶ q

k (i),[
Ŷ q
k (i), l̂±i

]
= ±1

2

√
k(k + 1) − q(q ± 1)Ŷ q±1

k (i),
(A.23)

où l̂i est l’opérateur moment cinétique associé à l’ion i. Notons également que Ĥcf est un
opérateur hermitien : Ĥ †

cf = Ĥcf . Comme Ŷ q†
k = (−1)qŶ q

k , les coefficients Aqk suivent néces-
sairement la relation

A−q
k = (−1)qAq∗k . (A.24)

3.1 Symétries et règles de sélection
Les propriétés de symétrie du système impliquent qu’un certain nombre de coefficients

Aqk dans le hamiltonien de champ cristallin Ĥcf de l’équation A.21 sont nécessairement nuls.
De plus, si on considère que le champ cristallin agit en perturbation sur les états de l’ion
libre, son effet sera non nul seulement si les éléments de matrice de Ĥcf entre ces états ne
s’annulent pas. L’objectif de cette section est d’exploiter ces caractéristiques pour simplifier
l’expression du hamiltonien. On pourra trouver des informations complémentaires dans les
références [Win65 ; Kah+72].

Invariance par les opérateurs de symétrie du groupe ponctuel de l’ion. Le hamil-
tonien de champ cristallin doit être invariant par l’ensemble des opérations de symétrie du
groupe ponctuel du site où réside l’ion. Pour déterminer l’effet de cette symétrie, on raisonne
directement sur les harmoniques sphériques Y q

k en utilisant la définition de Y q
k (θ, ϕ) donnée

dans l’équation A.8 et les propriétés des polynomes associés de Legendre suivantes :

P q
k (−x) = (−1)k+qP q

k (x),

P−q
k (x) = (−1)q (k − q)!

(k + q)!
P q
k (x).

(A.25)

3. Un ensemble de 2k+ 1 opérateurs T̂ q
k avec q ∈ J−k, kK forme un opérateur tensoriel sphérique irréduc-

tible de rang k si les relations de commutations[
T̂ q

k , Ĵ
z
]

= qT̂ q
k ,[

T̂ q
k , Ĵ

±
]

= ±1
2
√
k(k + 1) − q(q ± 1)T̂ q±1

k

où Ĵ désigne l’opérateur moment cinétique générateur des rotation sont respectées. Le hermitien conjugué
de tels opérateurs est défini par la relation T̂ q†

k = (−1)q
T̂− q

k .
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Ainsi :
1. Un centre d’inversion transforme l’angle θ en π − θ et l’angle ϕ en ϕ+ π. Sous l’effet

de l’inversion, Y q
k (θ, ϕ) devient donc

Y q
k (π − θ, ϕ+ π) = (−1)kY q

k (θ, ϕ). (A.26)

La présence d’un centre d’inversion dans la symétrie ponctuelle impose alors que seuls
les termes vérifiant la condition k = 2p, p ∈ N sont autorisés dans le hamiltonien.

2. Un axe polaire d’ordre h orienté selon z transforme ϕ en ϕ+ 2π/h et Y q
k (θ, ϕ) en

Y q
k

(
θ, ϕ+ 2π

h

)
= Y q

k (θ, ϕ)e2iπq/h. (A.27)

Les termes autorisés sont donc ceux tels que e2iπq/h = 1 ⇐⇒ q = ph, p ∈ N.
3. L’effet d’un axe de symétrie d’ordre h orienté selon un axe différent de z est moins

évident à déterminer. Néanmoins, pour une symétrie binaire orientée selon y, on a
les transformations θ → π − θ et ϕ → π − ϕ qui transformentY q

k (θ, ϕ) en

Y q
k (π − θ, π − ϕ) = (−1)k+qY −q

k (θ, ϕ). (A.28)

Cette relation impose la condition A−q
k = (−1)k+qAqk.

Pour le cas particulier des oxydes pyrochlores R2M2O7, les ions R3+ et M4+ résident
sur les sites 16c et 16d de symétrie ponctuelle locale 3̄m (que l’on pourra visualiser sur la
figure A.1) dont les générateurs sont un axe ternaire selon z, un axe binaire parallèle à y et
l’inversion. Les termes autorisés seront donc ceux tels que k = 2p, p ∈ N et q = 0 (mod 3). On
aura de plus la relation Aqk = (−1)qA−q

k avec Aqk ∈ R. Notons que ces résultats se retrouvent
plus naturellement par les méthodes de la théorie des représentations des groupes.

Eléments de matrice. Comme le champ cristallin agit en perturbation sur des orbitales
atomiques, il n’aura d’effet que si l’élément de matrice de Ĥcf entre deux orbitales atomiques
est non nul. Ces orbitales peuvent toujours être exprimées comme combinaisons linéaires de
fonctions d’ondes monoélectroniques de type |ψ⟩ = |nlmlsms⟩. Il s’agit donc d’évaluer des
termes du type

⟨ψ′|r̂ ki Ŷ q
k (i)|ψ⟩ ∝

∫
dV ψ′∗(ri)r̂ ki Ŷ

q
k (θi, ϕi)ψ(ri)

∝ ⟨r̂ ki ⟩nl,n′l′

∫ π

0
dθi sin θi

∫ 2π

0
dϕiY

ml′
l′ (θi, ϕi)Ŷ q

k (θi, ϕi)Y ml
l (θi, ϕi)

(A.29)

où |ψ′⟩ = |n′l′m′
ls

′m′
s⟩ est un autre état monoélectronique et où ⟨r̂ ki ⟩nl,n′l′ est définit par

⟨r̂ ki ⟩nl,n′l′ =
∫ ∞

0
drir2

i r̂
k
i R

∗
n′l′(ri)Rnl(ri) (A.30)

avec Rnl(ri) la partie radiale de la fonction d’onde (normalisée) de l’électron i dans l’état
|nlmlsms⟩. L’intégrale des trois harmoniques sphériques sur les variables angulaires de l’équa-
tion A.29 peut être déterminée à l’aide des symboles 3j et vaut :√

(2l′ + 1)(2k + 1)(2l + 1)
4π

(
l′ k l
0 0 0

)(
l′ k l
ml′ q ml

)
. (A.31)
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Les propriétés des symboles 3j nous permettent d’obtenir les règles de selection suivantes :

|l′ − l| ≤ k ≤ l′ + l

l′ + k + l = 2p, p ∈ N
ml′ + q +ml = 0.

(A.32)

Ainsi, pour exemple :
— Si on se limite aux seules orbitales f , l = l′ = 3 et donc k ≤ 6 et k = 2p, p ∈ N : seuls

les termes tels que k = 0, 2, 4, 6 sont autorisés ;
— Si on ne considère que des transferts d’électrons d’orbitales f vers les orbitales d,

l′ = 2 et l = 3 et donc 1 ≤ k ≤ 5 et k = 2p + 1, p ∈ N. Dans ce cas, seuls les termes
k = 1, 3, 5 n’interviennent.

3.2 Hierarchie des interactions
Le calcul direct des éléments de matrice du hamiltonien de champ cristallin conduit

à évaluer des intégrales telles que celles exprimées dans l’équation A.29. Ces calculs sont
rapidement très complexes, et, si on doit considérer des états polyélectroniques, il faudrait de
plus retrouver explicitement les combinaisons linéaires d’états monoélectroniques impliquées
dans ces états. Pour simplifier les calculs, on revient dans un premier temps sur la hiérarchie
des interactions. Pour cela, on rappelle que le hamiltonien de l’ion libre comporte trois termes
(équation A.1) : Ĥc le potentiel central, Ĥres le potentiel électrostatique résiduelle et Ĥso le
terme de couplage spin-orbite. Rigoureusement, la théorie du champ cristallin ne s’applique
que si le modèle de l’ion libre est une bonne approximation de départ 4 et on supposera donc
Ĥc ≫ Ĥres, Ĥso, Ĥcf . On supposera aussi que l’on est dans le cas d’un couplage LS, c’est à
dire Ĥres ≫ Ĥso. On distingue alors plusieurs situations.

Champ cristallin faible. Dans ce cas, Ĥres ≫ Ĥso ≫ Ĥcf . Cette situation est généra-
lement rencontrée pour les terres rares 4f pour lesquelles le couplage spin orbite est assez
fort et l’effet du champ cristallin sur les couches 4f est faible puisque celui-ci est écranté
par des couches externes. Le champ cristallin lève la dégénérescence des multiplets. Pour
déterminer l’effet de Ĥcf sur les fonctions d’ondes de l’ion libre, on peut utiliser la méthode
des opérateurs équivalents fonctions de Ĵx, Ĵy et Ĵz décrite dans le paragraphe suivant.

Champ cristallin moyen. On est dans le cas, Ĥres ≫ Ĥcf ≫ Ĥso. C’est en général la
situation des éléments 3d où les multiplets de l’ion libre n’ont plus de sens physique et où il
faut étudier l’effet de Ĥcf sur les termes spectroscopiques LS. Le champ cristallin agit ici sur
le magnétisme orbital uniquement. Si toute la dégénérescence orbitale est levée par le champ
cristallin, la valeur moyenne du moment angulaire orbital est nul dans l’état fondamental et
le moment magnétique orbital est bloqué. De la même façon que pour le champ cristallin
faible, on peut utiliser la méthode des opérateurs équivalents fonctions de L̂x, L̂y et L̂z pour
déterminer l’effet de Ĥcf sur les fonctions d’ondes des termes spectroscopiques de l’ion libre.

4. On peut en réalité étendre le formalisme de manière phénoménologique à des systèmes covalents pour
lesquels les notions d’orbitales moléculaires sont plus adaptées, ou même à des métaux où les électrons sont
totalement délocalisés.



3. Hamiltonien de champ cristallin 223

Champ cristallin fort. Le champ cristallin est ici plus fort que les termes d’interaction
résiduelle électrostatique et que le couplage spin-orbite : Ĥcf ≫ Ĥres ≫ Ĥso. Ce cas se produit
pour certains éléments de transitions 4d. Dans ce cas, L n’est plus un bon nombre quantique
mais S reste par contre généralement un bon nombre quantique. Les orbitales atomiques
sont fortement modifiées (avec souvent des liaisons covalentes). On revient généralement au
calcul direct des éléments de matrice de A.21 puisque Ĥcf agit directement sur les états
monoélectroniques.

On développe dans la suite le formalisme associé aux opérateurs équivalents dans le cas
d’un champ cristallin faible. Lorsqu’elle est possible, cette méthode simplifie considérable-
ment les calculs. L’approximation du champ cristallin faible doit néanmoins être rigoureuse-
ment applicable : les opérateurs équivalents fonctions de Ĵx, Ĵy et Ĵz ne permettent pas de
sortir d’un multiplet et donc d’obtenir des fonctions d’ondes mélangeant deux multiplets.

3.3 Méthode des opérateurs équivalents
Théorème de Wigner-Eckart. Soit un ensemble d’opérateurs T̂ q

k formant un O.T.S.I
de rang k noté T̂(k). Dans ce cas,

⟨γ̃′J ′M ′
J |T̂ q

k |γ̃JMJ⟩ = (−1)J ′−M ′
J

(
J ′ k J

−M ′
J q MJ

)
⟨γ̃′J ′||T̂(k)||γ̃J⟩ (A.33)

où γ̃ = γLS et ou ⟨γ̃′J ′||T̂(k)||γ̃J⟩ est une constante appelée élément de matrice réduit qui
ne dépend pas de MJ , M ′

J et q. Les éléments de matrice des composantes de deux O.T.S.I.
de même rang k sont donc proportionnels avec un facteur de proportionnalité qui ne dépend
que de k : soit un autre O.T.S.I. Û(k), alors

⟨γ̃′J ′M ′
J |Û q

k |γ̃JMJ⟩ = (−1)J ′−M ′
J

(
J ′ k J

−M ′
J q MJ

)
⟨γ̃′J ′||Û(k)||γ̃J⟩ (A.34)

d’où
⟨γ̃′J ′M ′

J |T̂ q
k |γ̃JMJ⟩ = θk(γ̃, γ̃′, J, J ′)⟨γ̃′J ′M ′

J |Û q
k |γ̃JMJ⟩. (A.35)

La constante de proportionnalité θk(γ̃, γ̃′, J, J ′) est directement donnée par

θk(γ̃, γ̃′, J, J ′) =
⟨γ̃′J ′||T̂(k)||γ̃J⟩
⟨γ̃′J ′||Û(k)||γ̃J⟩

. (A.36)

Opérateurs équivalents. Le principe des opérateurs équivalents (introduits par Stevens
[Ste52]) est d’utiliser cette propriété pour réécrire le hamiltonien de champ cristallin A.21
initialement exprimé avec les opérateurs Ŷ q

k (i) en fonction d’un autre ensemble d’opérateurs
T̂ q
k , afin d’évaluer plus simplement les éléments de matrice. Si on se place dans le cas d’un

couplage faible pour lequel on peut se restreindre à un multiplet J (on suppose donc γ̃ = γ̃′

et J = J ′ dans les équations A.33 à A.36), on peut construire des O.T.S.I. fonctions des
opérateurs Ĵz,± pour lesquels on sait calculer simplement les effets sur les états |γ̃JMJ⟩.
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Pour cela, on définit l’opérateur T̂ k
k par 5

T̂ k
k = (−1)k

2kk!

√
(2k)!

(
Ĵ+
)k

(A.37)

tandis que l’expression des autres opérateurs T̂ q ̸=k
k se déduit de celle-ci par les relations[

Ĵ−, T̂ q
k

]
=
√
k(k + 1) − q(q − 1)T̂ q−1

k & T̂ −q
k = (−1)q

(
T̂ q
k

)†
(A.38)

puisque l’opérateur T̂(k) est nécessairement un O.T.S.I. Pour k = 2, on trouve par exemple

T̂ ±2
2 =

√
3
8
(
Ĵ±
)2

,

T̂ ±1
2 = ∓1

2

√
3
2
(
Ĵ±Ĵz + ĴzĴ±

)
,

T̂ 0
2 = 1

2

[
3
(
Ĵz
)2

− J(J + 1)1̂
]
.

(A.39)

où 1̂ est l’opérateur identité. Ces opérateurs correspondent aux opérateurs de Racah lorsque
l’on se restreint à un seul multiplet. Le hamiltonien de champ cristallin Ĥcf se réécrit alors
sous la forme

Ĥcf =
∑
k≥0

k∑
q=−k

θk(γ̃, J)Aqk⟨r̂ k⟩T̂
q
k (Ĵz, Ĵ±) (A.40)

où les facteurs θk(γ̃, J) sont tabulés dans les références [Ste52 ; Hut64] pour les terres rares
4fn. Dans cette expression, la sommation sur i a été absorbée dans les coefficients θk(γ̃, J)
tandis que les quantités ⟨r̂ k⟩ proviennent de l’équation A.30. Si la configuration électronique
ne fait intervenir que des électrons équivalents (par exemple 4f), cette quantité s’interprète
comme la moyenne quantique de la partie radiale à la puissance k de la fonction d’onde des
électrons. Celles-ci sont également tabulées pour certaines valeurs de k, par exemple dans la
référence [FD79].

D’autres expressions du hamiltonien de champ cristallin sont couramment utilisées dans
la littérature. Celles-ci utilisent les opérateurs de Wybourne Ĉ q

k [Wyb65] ou les opérateurs
de Stevens Ô q

k [Ste52]. Les opérateurs de Wybourne sont directement définis par Ĉ q
k = θkT̂ q

k

tandis que les opérateurs de Stevens sont obtenus par les relations

Ô q
k =



1
λqk

(
T̂ −|q|
k + (−1)qT̂ |q|

k

)
si q > 0,

1
λ0
k

T̂ 0
k si q = 0,

i
λqk

(
T̂ −|q|
k − (−1)qT̂ |q|

k

)
si q < 0.

(A.41)

où les λqk sont des coefficients tabulés, par exemple dans les références [Kas70 ; DL72].
5. Cette expression vient de la forme cartésienne de Y k

k (θ, ϕ) :

Y k
k (θ, ϕ) = (−1)k

√
2k + 1

4π
1

2kk!

(
x+ iy
r

)k

.

L’expression de T̂ k
k est obtenue en remplaçant (x+ iy)/r par Ĵ+ et en multipliant le résultat par

√
4π/2l + 1.



Annexe B

Couplage champ cristallin - phonon

On propose dans cette annexe de discuter du hamiltonien magnéto-élastique et du cou-
plage champ cristallin - phonon provenant du mouvement des atomes environnants d’un ion
magnétique dans un solide cristallin. L’origine de cet effet sera brièvement rappelée puis la
dérivation du hamiltonien sera effectuée à l’aide de la théorie des représentations des groupes
en prenant pour exemple les oxydes pyrochlores R2M2O7. Le cas de Tb2Ti2O7 pour lequel
de tels états et excitations hybrides champ cristallin - phonon ont pu être mis en évidence
dans le chapitre V sera ensuite discuté.

Figure B.1 – Illustration de l’effet d’un couplage champ cristallin - phonon.
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1 Origine
Les oxides pyrochlores R2M2O7 cristallisent dans le groupe d’espace Fd3̄m (numéro 227

dans les tables Internationales de Cristallographie). Les éléments R3+ et M4+ occupent les
sites 16c et 16d de symétrie locale 3̄m. Le spectre de champ cristallin des ions R3+ est
donc protégé des levées de dégénérescence par la symétrie locale 3̄m de son environnement
électrostatique. Cet environnement, supposé fixe, crée un potentiel électrostatique qui se
traduit par le hamiltonien de champ cristallin Ĥcf comportant des termes du type Aqk⟨r̂ k⟩Ĉkq
où les Aqk sont des coefficients, les ⟨r̂ k⟩ les moyennes quantiques de la partie radiale à la
puissance k de la fonction d’onde des électrons 4f et les Ĉ k

q les opérateurs de Wybourne. On
pourra trouver plus de précisions sur Ĥcf dans l’annexe A. Les vibrations des atomes autour
de leur position d’équilibre déforment dynamiquement la cage formée par les atomes autour
des ions R3+ et un développement limité au premier ordre fait apparaître un hamiltonien
magnéto-élastique Ĥme comportant des contributions du type∑

j

∇Rj
Aqk(j) · δRj⟨r̂ k⟩Ĉ q

k . (B.1)

Dans cette expression, δRj traduit le déplacement des ions j voisins des R3+ (principalement
les oxygènes O2–) et, conformément aux équations A.16 et A.17 de l’annexe A, Aqk = ∑

j A
q
k(j).

Les opérateurs de Wybourne Ĉ q
k impliqués ici ne sont pas forcément ceux initialement présents

dans Ĥcf : la brisure de symétrie (dynamique) de la cage électrostatique liée aux déplacements
δRj des ions peut faire émerger de nouveaux termes auparavant interdits par symétrie. Afin
de déterminer ces opérateurs, il est utile d’écrire le hamiltonien magnéto-élastique sous la
forme de combinaisons linéaires des déplacements δRj en terme d’opérateurs création âh †

b et
annhilation âh

b de phonons de la branche b et de vecteur d’onde h représentants les modes
normaux de déplacement. Dans ce cas,

Ĥme =
∑
k,q,b,h

ζb,hk,q
(
âh †
b + âh

b

)
⟨r̂ k⟩Ĉ q

k (B.2)

où les coefficients magnéto-élastiques ζb,hk,q sont des combinaisons linéaires des quantités
∇Rj

A
(j)
k,q. Ce hamiltonien agit à la fois sur les phonons (par les opérateurs âh †

b et âh
b ) et

sur les niveaux de champ cristallin (par les opérateurs Ĉ q
k ) : des hybridations entre phonons

et niveaux de champ cristallin pourront ainsi émerger. Une analyse de symétrie, basée sur
la théorie des représentations des groupes, permet alors de déterminer les opérateurs de
Wybourne Ĉ q

k impliqués dans le hamiltonien et les hybridations champ cristallin - phonon
possibles. On suivra pour cela le raisonnement de la référence [Con+17].

2 Analyse de symétrie

2.1 Le groupe de symétrie locale
Le groupe 3̄m de symétrie locale des ions R3+ possède trois générateurs : une symétrie

ternaire associée aux rotations 2nπ/3 (n ∈ N) autour de l’axe z, une symétrie binaire associée
aux rotations nπ (n ∈ N) autour de l’axe y et la symétrie d’inversion. Pour les pyrochlores,
la symétrie locale des ions R et M conduit à prendre z ∝ ⟨111⟩ et y ∝ ⟨11̄0⟩ dans le repère
cubique. Les 12 éléments du groupe, répartis en 6 classes de conjugaison nCk, sont :
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3̄m C1 3C2 2C3 C1̄ 3C2̄ 2C3̄ Invariants
A1g 1 1 1 1 1 1
A2g 1 −1 1 1 −1 1 Jz
Eg 2 0 −1 2 0 −1 (Jx, Jy)
A1u 1 1 1 −1 −1 −1
A2u 1 −1 1 −1 1 −1 Z
Eu 2 0 −1 −2 0 1 (X,Y )

Tableau B.1 – Table de caractère du groupe ponctuel 3̄m.

3̄m A1g A2g Eg A1u A2u Eu

A1g A1g A2g Eg A1u A2u Eu
A2g A2g A1g Eg A2u A1u Eu
Eg Eg Eg A1g ⊕ A2g ⊕ Eg Eu Eu A1u ⊕ A2u ⊕ Eu
A1u A1u A2u Eu A1g A2g Eg
A2u A2u A1u Eu A2g A1g Eg
Eu Eu Eu A1u ⊕ A2u ⊕ Eu Eg Eg A1g ⊕ A2g ⊕ Eg

Tableau B.2 – Table de multiplication des représentations du groupe 3̄m.

— 1 l’élément neutre du groupe (classe C1,) ;
— 3±

111 les rotations autour de l’axe ternaire z (classe 2C3) ;
— 211̄0, 2011̄ et 21̄01 les rotations autour des 3 axes binaires y, 3+

111y et 3−
111y (classe 3C2) ;

— 1̄ l’inversion spatiale (classe C1̄) ;
— 3̄±

111 les rototinversions autour de l’axe ternaire z (classe 2C3̄) ;
— m11̄0, m011̄ et m1̄01 les miroirs perpendiculaires aux axes binaires y, 3+

111y et 3−
111y

(classe 3C2̄).
La table de caractère du groupe est donnée dans le tableau B.1 avec quelques invariants. La
table de multiplication du groupe est reportée dans le tableau B.2.

2.2 Principe général
Un hamiltonien représente une énergie qui est une quantité invariante par l’ensemble

des opérations du groupe de symétrie du système. La représentation ΓĤme
du hamiltonien

magnéto-élastique Ĥme de l’équation B.2 s’identifie donc à la représentation triviale A1g
qui, par définition, rend compte de ce type de transformation. Les termes autorisés dans ce
hamiltonien seront donc ceux pour lesquels le produit direct des représentations irréductibles
Γx associées à chaque entité x composant l’expression du hamiltonien (où x désigne donc
ζb,hk,q , âh †

b + âh
b , ⟨r̂ k⟩ ou Ĉ q

k ) contient la représentation A1g, c’est à dire

Γζb,h
k,q

⊗ Γûh
b

⊗ Γ⟨ r̂ k⟩ ⊗ ΓĈ q
k

⊇ A1g (B.3)

où la notation Γûh
b

≡ Γ( âh †
b

+âh
b

) a été adoptée pour simplifier l’expression. Pour calculer
ce produit direct de représentations, on est amené dans un premier temps à déterminer la
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décomposition en représentations irréductibles de chaque représentation x de l’équation B.3.
Notons que les représentations irréductibles exprimées dans le groupe de symétrie du système
(ici 3̄m) sont parfois obtenues en deux temps : (i) expression de la représentation irréductible
associée à l’entité x dans un groupe de symétrie adapté (ii) subduction (ou induction) de la
représentation irréductible de l’entité dans le groupe de symétrie du système.

1. Γζb,h
k,q

: un coefficient se transforme toujours comme un scalaire (symétrie A1g, inva-
riance par toutes les opérations de symétrie du groupe) ou comme un pseudo-scalaire
(symétrie A1u, invariance par toutes les opérations de symétrie du groupe hormis
l’inversion produisant un changement de signe). Les grandeurs Aak du modèle élec-
trostatique étant de symétrie A1g (respectivement A1u) pour k pair (respectivement
k impair) et les coefficients magnéto-élastiques ζb,hk,q étant des combinaisons linéaires
des composantes des vecteurs ∇Rj

Ajk,q, ils sont de symétrie A1u si k est pair et de
symétrie A1g si k est impair.

2. Γûh
b

: la symétrie des modes phonons s’exprime naturellement dans le groupe du vec-
teur d’onde h du mode phonon. Pour h = 0, il s’agit du groupe facteur qui contient
l’ensemble des symétries ponctuelles du cristal et s’identifie à m3̄m. Chaque appa-
rition d’une représentation irréductible dans la décomposition de la représentation
mécanique 1 Γm donnée par

Γm = A1g ⊕ Eg ⊕ 2T1g ⊕ 4T2g ⊕ 3A2u ⊕ 3Eu ⊕ 8T1u ⊕ 4T2u (B.4)

correspond alors à la symétrie d’un mode phonon b de vecteur d’onde h = 0 et donc
à une représentation composante de Γûh

b
.

3. Γ⟨ r̂ k⟩ : cette quantité représente la valeur moyenne de la partie radiale à la puissance
k de la fonction d’onde 4f et est donc de symétrie A1g (invariance sous l’effet de
toutes les opérations de symétrie de 3̄m y compris l’inversion).

4. ΓĈ q
k

: les représentations associées aux opérateurs Ĉ k
q sont les mêmes que celles des

harmoniques sphériques Y q
k à partir desquelles ils ont été construits. Il s’agit des

représentations irréductibles D+
k (si k est pair) ou D−

k (si k est impair) du groupe O(3)
comprenant l’ensemble des rotations et roto-inversions de l’espace à trois dimensions 2.

Etant donné que 3̄m ⊂ m3̄m et 3̄m ⊂ O(3), il s’agit ensuite de déterminer les subductions
des représentations irréductibles D±

k du groupe O(3) (opérateurs Ĉ q
k ) et celles du groupe

m3̄m (opérateurs âh †
b + âh

b ) vers le groupe 3̄m. Celles-ci sont tabulées, par exemple dans
la référence [AH94]. La dernière étape consiste à utiliser la table B.2 de multiplication des
représentations irréductibles du groupe 3̄m qui permet de décomposer les produits directs de
représentations irréductibles en somme directe de représentations irréductibles pour obtenir
les termes du hamiltonien respectant la condition B.3 et donc autorisés par symétrie.

1. Il s’agit de la représentation qui exprime comment sont transformés les déplacements Rn des différents
atomes n de la maille primitive par les éléments de symétrie du groupe. Celle-ci se décompose en Γm = Γv⊗Γp

où Γv est la représentation d’un vecteur déplacement (polaire) et Γp la représentation des permutations des
positions d’atomes équivalents dans la maille primitive.

2. On rappelle que toutes les représentations irréductibles de O(3) sont de dimensions impaires et qu’il
n’existe que deux représentations irréductibles de même dimension 2k+ 1 : D+

k (représentation paire) et D−
k

(représentation impaire). Les 2k + 1 harmoniques sphériques Y q
k (k fixé) sont des invariants orthogonaux de

D+
k si k est pair ou de D−

k si k est impair.
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2.3 Simplifications
La procédure précédente est grandement simplifiée en déterminant en amont les termes

du hamiltonien dont l’effet sera nul (par les règles de sélection) ou négligeable (à cause
d’ordres de grandeur trop faibles). On examine successivement ces deux simplifications.

Règles de sélection. L’élément de matrice ⟨ψ|Ĥme|ψ′⟩ avec |ψ⟩ = |ψcf⟩ ⊗ |ψph⟩ et |ψ′⟩ =
|ψ′

cf⟩⊗|ψ′
ph⟩ et où |ψcf⟩, |ψ′

cf⟩ sont deux états de champ cristallin et |ψph⟩, |ψ′
ph⟩ deux états de

Fock d’occupation de modes de phonons doit se transformer comme un scalaire : le produit
direct de représentation Γ⟨ψ| ⊗A1g ⊗Γ|ψ′⟩ doit contenir la représentation triviale A1g. Comme
les opérateurs Ĉ q

k et
(
âh †
b + âh

b

)
agissent uniquement sur les états de champ cristallin et de

phonons respectivement, cet élément de matrice peut être réécrit sous la forme développée

⟨ψ|Ĥme|ψ′⟩ =
∑
k,q,b,h

ζb,hk,q ⟨r̂ k⟩⟨ψcf |Ĉ q
k |ψ′

cf⟩⟨ψph|(âh †
b + âh

b )|ψ′
ph⟩. (B.5)

La complexité de l’équation B.5 rend difficile la détermination de règles de selection dans le
cas général. On peut néanmoins tirer profit de la parité puisqu’au sein d’un même multiplet
(et plus généralement d’une même configuration électronique), la parité des états est fixée. Les
deux états |ψcf⟩ et |ψcf′⟩ ont donc la même parité. Pour que l’élément de matrice ⟨ψcf |Ĉ q

k |ψ′
cf⟩

soit non nul, il faut donc que les opérateurs Ĉ k
q appartiennent aux représentations paires D+

k

de O(3) : les entiers k doivent donc être pairs.

Ordres de grandeur. L’effet le plus important sera donné par l’ordre de grandeur du
coefficient magnéto-élastique ζb,hk,q . En dérivant la relation A.13 donnant les coefficients Aqk
(au facteur e/4πε0 près) dans le modèle électrostatique et pour des oxygènes O2–, il vient

∂Aqk(j)
∂Rj

= 2e2

4πε0

k + 1
Rk+2
j

√
4π

2k + 1
Y q∗
k (θj, ϕj) (B.6)

où (Rj, θj, ϕj) rend compte de la position de l’oxygène j en fonction de celle de l’ion R3+

placé à l’origine. Dans les pyrochlores on aura Rj ∼ 2.4 Å (distance typique entre les oxygènes
O2– et les R3+). En prenant un déplacement typique δRj ∼ 0.01 Å [Rum+16c], l’exemple
de R3+ = Tb3+ pour lequel ⟨r̂ 2⟩ ≈ 0.822 Å2, ⟨r̂ 4⟩ ≈ 1.651 Å4 et ⟨r̂ 6⟩ ≈ 6.852 Å6 et en
supposant

√
4π/(2k + 1)Y q∗

k ∼ 1, on obtient les ordres de grandeur suivants : ζb,hk,q ⟨r̂ k⟩δRj ∼
0.02 eV (k = 2) et ζb,hk,q ⟨r̂ k⟩δRj ∼ 0.01 eV (k = 4, 6). En reprenant les coefficients θk(J = 6)
intervenant dans les opérateurs de Wybourne Ĉ q

k pour le Tb3+ tels que θ2 = −1/99 ≫ θ4 =
2/16 335 ≫ θ6 = −1/891 891, on voit que les termes autres que quadrupolaires (k = 2)
pourront être négligés en première approximation 3.

3. On pourrait avancer que le même argument (utilisant la valeur des coefficients θk) n’est généralement
pas applicable au champ cristallin puisqu’on ne néglige pas les termes avec k = 4 et k = 6 (bien que les
paramètres Aq

k déterminés par le modèle électrostatique donnent des ordres de grandeurs similaires pour
k = 2, 4 et 6). Il faut cependant noter que les coefficients magnéto-élastiques correspondent à des corrections
des paramètres de champ cristallin. Les effets magnéto-élastiques, même pour k = 2, seront donc à priori plus
faibles que ceux de tous les termes de champ cristallin y compris avec k = 6. Il est donc tout à fait pertinent,
en première approximation, de ne garder que le premier ordre dans le hamiltonien magnéto-élastique.



3. L’exemple de Tb2Ti2O7 231

3 L’exemple de Tb2Ti2O7

Les phonons et les niveaux de champ cristallin impliqués dans le couplage doivent être
proches en énergie. Dans Tb2Ti2O7, les niveaux de champ cristallin impliqués sont le doublet
fondamental |ψ±

0 ⟩ et le premier doublet excité |ψ±
1 ⟩ de symétrie Eg tandis que les phonons

impliqués dans les hybridations sont les phonons acoustiques de symétrie T1u (avec les deux
doublets) et un phonon optique de symétrie T2u (avec le doublet excité) [Con+17]. Les
subductions pertinentes sont alors les suivantes :

D+
2 ↓3̄m = A1g ⊕ 2Eg,

T1u↓3̄m = A2u ⊕ Eu,
T2u↓3̄m = A1u ⊕ Eu.

(B.7)

Dans le groupe 3̄m, les opérateurs quadrupolaires sont séparés en deux groupes (Ĉ 0
2 pour A1g

et Ĉ 1
2 , Ĉ −1

2 ainsi que Ĉ 2
2 , Ĉ −2

2 pour les deux apparitions Eg) tandis que les phonons triplement
dégénérés T1u (respectivement T2u) dans m3̄m sont séparés en une composante longitudinale
A2u (respectivement A2u) et deux composantes transverses doublement dégénérées Eu. En
calculant les produits A1u ⊗ T1u↓3̄m ⊗ D+

2 ↓3̄m et A1u ⊗ T2u↓3̄m ⊗ D+
2 ↓3̄m (où A1u est la représen-

tation du produit Γζb,h
k,q

⊗ Γ⟨ r̂ k⟩ pour k pair), on voit que les phonons acoustiques et optiques
transverses Eu peuvent se coupler aux états de champ cristallin via les opérateurs Ĉ ±1,2

2 et le
phonon optique longitudinale via l’opérateur Ĉ 0

2 puisque la représentation A1g est contenue
dans le produit direct des représentations dans ce cas. En introduisant les projecteurs

P̂n =
∑
n

∑
s=±

|ψsn⟩⟨ψsn| (B.8)

sur les états considérés et en omettant les opérateurs de phonons qui n’agissent pas sur les
états de champ cristallin 4, le hamiltonien magnéto-élastique de Tb2Ti2O7 s’écrit :

Ĥme =
∑

q=±1,±2

 ∑
at=1,2

ζat2,q⟨r̂ 2⟩P̂−1
0,1 Ĉ q

2 P̂0,1 +
∑
ot=1,2

ζot2,q⟨r̂ 2⟩P̂−1
1 Ĉ q

2 P̂1

+ ζol2,0⟨r̂ 2⟩P̂−1
1 Ĉ 0

2 P̂1. (B.9)

Dans cette expression, at distingue les 2 phonons acoustiques transverses, ot les deux phonons
optiques transverses et ol correspond au phonon optique longitudinal. Ces coefficients rendent
compte de l’hybridation des excitations champ cristallin - phonon.

Par définition, le hamiltonien est un opérateur hermitien : Ĥ †
me = Ĥme. Cette condition

impose la relation ζk,q = (−1)qζ∗
k,−q puisque Ĉ q†

k = (−1)qĈ −q
k . Il est alors judicieux d’intro-

duire les opérateurs de Stevens Ô q
k tels que

ζk,qĈ q
k + ζk,−qĈ −q

k = ζk,−qĈ −q
k + (−1)qζ∗

k,−qĈ
−q
k

= Re(ζk,−q)
(
Ĉ −q
k + (−1)qĈ q

k

)
+ iIm(ζk,−q)

(
Ĉ −q
k − (−1)qĈ −q

k

)
= θkλ

q
kRe(ζk,−q)Ô q

k + θkλ
q
kIm(ζk,−q)Ô −q

k

(B.10)

qui permettent de réécrire Ĥme avec des coefficients Dq
k ≡ Re(ζk,−q) et D−q

k ≡ Im(ζk,−q) réels.
4. Cette approximation suppose que les états de champ cristallin gardent leur nature initiale et donc

que l’hybridation entre les états de champ cristallin et de phonon est négligeable : en toute rigueur, la
diagonalisation du hamiltonien magnéto-élastique va intriquer les états de champ cristallin et les états de
phonons initialement distincts pour former des états hybrides.
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Résumé
Dans les oxydes pyrochlores magnétiques R2M2O7 où R3+ est une terre rare (Tb3+, Ho3+) et M4+ un

métal de transition (Ti4+, Ir4+, Sc3+/Nb5+), le réseau pyrochlore associé au principal élément magnétique R
est un réseau composé de tétraèdres connectés par leur sommet induisant des comportements complexes dues
à de forts effets de frustration magnétique. Cette thèse porte sur l’influence des couplages entre différents
degrés de libertés sur les états fondamentaux, les excitations et les propriétés de ces composés. Plusieurs
techniques complémentaires sont employées pour cela : chaleur spécifique, magnétométrie, électrométrie,
spectroscopie THz sur synchrotron, diffusion de neutrons et simulations numériques. La première étude se
concentre sur les effets diélectriques et magnéto-électriques dans R2Ti2O7 (R3+ = Tb3+,Ho3+. Plusieurs
contributions sont observées et confrontées au modèle proposé par Khomskii où une polarisation électrique
locale est associée aux monopoles magnétiques dans la glace de spin. Des simulations Monte-Carlo suggèrent
la nécessité d’aller au-delà de cette interprétation pour comprendre l’ensemble des observations. La seconde
étude s’intéresse aux interactions magnéto-élastiques dans Tb2Ti2O7, un composé dont la nature et l’origine
de l’état fondamental sont toujours incomprises. Des mesures de spectroscopie THz haute résolution sur syn-
chrotron et sous fort champ magnétique ont mis en évidence l’importance fondamentale de ces interactions
dans la physique basse température de ce composé. Un lien entre l’amplitude des hybridations spin-réseau et
l’état fondamental liquide spin ou ordre quadrupolaire a été établi en comparant des échantillons de stchio-
métrie légèrement différente et en modélisant numériquement ces couplages. L’étude suivante est consacrée à
Tb2Ir2O7 qui, à la différence des autres pyrochlores étudiés, possède un ion magnétique Ir4+ sur le site du mé-
tal de transition. Ses propriétés magnétiques sont étudiées par diffraction et diffusion inélastique de neutrons
mais aussi par une approche numérique. Il est montré que les interactions complexes entre et à l’intérieur
des deux sous réseaux magnétiques du système sont responsables de l’ordre magnétique non conventionnel
observé à basse température. Le rôle des interactions quadrupolaires est spécifiquement discuté. La dernière
étude est préliminaire et est dédiée à Tb2ScNbO7. Des mesures magnétiques macroscopiques et de diffusion
neutronique ont permis d’étudier l’influence du désordre de charge Sc3+/Nb5+ sur les propriétés magnétiques
et l’état fondamental du système.

Abstract
In the magnetic pyrochlore oxides R2M2O7 where R3+ is a rare earth (Tb3+, Ho3+) and M4+ a transition

metal (Ti4+, Ir4+, Sc3+/Nb5+), the pyrochlore lattice associated with R, the main magnetic element, is
a corner sharing tetrahedra network which induces complex behaviors due to strong magnetic frustration
effects. This thesis is focused on the couplings between different degrees of freedom and their influence on the
ground states, excitations and physical properties of these compounds. Several complementary techniques
are used: specific heat, magnetometry, electrometry, synchrotron based THz spectroscopy, neutron scattering
and numerical simulations. The first study is devoted to dielectric and magnetoelectric effects in R2Ti2O7
(R3+ = Tb3+,Ho3+). Several contributions are observed and compared to the model proposed by Khomskii
where a local electrical polarization is associated to magnetic monopoles in spin ices. Monte-Carlo simulations
suggest the importance to go beyond this interpretation to understand all the observations. The second
study examines the magneto-elastic interactions in Tb2Ti2O7, a compound where the nature and origin of
the ground state are still not understood. High-resolution THz spectroscopy measurements on synchrotron
and under strong magnetic field have been performed and revealed the fundamental importance of these
interactions in the low-temperature physics of this compound. A link between the amplitude of spin-lattice
hybridizations and the nature of the ground state, spin liquid or quadrupolar, has been established by
comparing samples of slightly different stoichiometry and numerically modeling of these couplings. The
following study is devoted to Tb2Ir2O7 which, unlike the other studied pyrochlores, has an Ir4+ magnetic
ion at the site of the transition metal. Its magnetic properties are studied by elastic and inelastic neutron
scattering but also by a numerical approach. It is shown that the complex interactions between and within
the two magnetic sub-lattices of the system are responsible for the unconventional magnetic order observed at
low temperature. The role of quadrupolar interactions is specifically discussed. The last study is preliminary
and is dedicated to Tb2ScNbO7. Macroscopic magnetic measurement and neutron scattering are used to
study the influence of the Sc3+/Nb5+ charge disorder on the magnetic properties and the ground state.
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