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Introduction

a physique des composés unidimensionnels comporte plusieurs caractéristiques

qui la rendent tres spécifique. L’état générique du liquide de Fermi et ses

quasi-particules deviennent instable. Les excitations élémentaires sont alors

des modes distincts de charge et de spin, caractéristiques du liquide de Lut-
tinger. De plus, un systéeme unidimensionnel ne peut présenter d’ordre a longue portée
pour une température non nulle, et a température nulle seules les symétries discretes
peuvent étre spontanément brisées [1]. Bien entendu, si un couplage interchaine est
présent, un ordre peut exister a température finie. En 1930, PEIERLS a montré [2] qu'un
systéme électronique (sans interaction) unidimensionnel sur un réseau déformable était
instable vis-a-vis d’'une modulation du réseau et de la densité électronique caractérisée
par le nombre d’onde 2kp. Enfin, un désordre infinitésimal localise les électrons libres
unidimensionnels, et par conséquent transforme un métal unidimensionnel en isolant
[3].

Revenons plus précisément sur I'instabilité de Peierls. Soit un systeme unidimen-
sionnel d’électrons libres de densité ngy couplés a un réseau déformable. Un traitement
en champ moyen sur les phonons (voir par exemple [4]) montre que les électrons se
couplent aux phonons de moment +2kp avec kp = nom. Ainsi, un gap |A| propor-
tionnel & la distorsion du réseau d est ouvert au niveau de Fermi du systéeme. D’un
point de vue énergétique, 1'énergie élastique perdue par la distorsion du réseau est
proportionnelle & 6% alors que I'énergie électronique gagnée est de I'ordre de §%1Iné.
Ainsi, quelle que soit I'intensité arbitrairement faible du couplage électron-phonon, le
fondamental du systéme est toujours caractérisé par une densité électronique spatiale-
ment modulée: n = ng + ny cos(2kpz + @), c’est-a-dire une onde de densité de charge
(ODC). Par conséquent, la période associée a la modulation est directement liée au
remplissage du matériau. Comme dans les supraconducteurs, on note que le parametre
d’ordre A = |A]exp(i®) est complexe. Le traitement champ moyen utilisé prédit en
outre une chute de la fréquence du phonon a ¢ = 2kr quand la température diminue
en se rapprochant de la température critique. Lorsque cette fréquence s’annule (mode
mou), le systéme devient instable face a une distorsion du réseau, et la transition de
Peierls a lieu. Ce mode mou est bien entendu fortement lié a I’anomalie de Kohn a 2k
d’un systeme unidimensionnel pour lequel des excitations de faible énergie ont lieu en
excitant des particules d’'un point de la surface de Fermi & un autre. On peut s’attendre
a ce que les diverses propriétés de ces systémes soient de type semi-conducteur, avec des
excitations thermiques individuelles de porteurs. En fait, comme ce qui se passe dans
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un supraconducteur, des modes collectifs dominent la physique du transport a basse
température et donnent naissance a des phénomenes variés, notamment en présence
d’un champ électrique (voir par exemple les revues [4, 5, 6, 7, 8|).

La conjecture théorique de formation d’un état ODC demeura non confirmée jusqu’a
la découverte environ quarante années plus tard de solides dont les chaines atomiques
possedent une structure électronique et cristalline hautement anisotrope. Les premieres
réalisations expérimentales sont le composé inorganique KCP (cyanoplatinate de po-
tassium), et une vaste famille de chaines organiques dont le sel & transfert de charge
TTEF-TCNQ est le premier exemple. Ainsi la validité du scénario proposé par PEIERLS
a pu étre testée.

Considérons désormais une chaine de spin unidimensionnelle sur un réseau défor-
mable. La transformation introduite par JORDAN et WIGNER [9] permet de changer for-
mellement un systeme de spin unidimensionnel en un systéeme de fermions sans spin au
demi-remplissage, possédant généralement un terme d’interaction. Tres grossierement,
par analogie, on comprend donc qu’une chaine de spin couplée au réseau sous-jacent
présente une instabilité de vecteur d’onde 7. L’analogue du gap de charge est typique-
ment le gap de spin, et le role du remplissage vis-a-vis de la commensurabilité de la
déformation est désormais tenu par le champ magnétique H. Par conséquent, on s’at-
tend a l'apparition d’incommensurabilité en champ magnétique. Plus formellement,
plusieurs approches de la transition spin-Peierls ont été développées. Le premier point
est génériquement d’appliquer la transformation de Jordan-Wigner. Un hamiltonien
avec des interactions électron-phonon mais aussi électron-électron est alors obtenu.
PyTTE [10] a proposé en 1974 de traiter l'interaction électron-électron dans I’approxi-
mation Hartree-Fock et électron-phonon en approximation de la phase aléatoire (RPA).
Le gain en énergie magnétique est alors de la forme 6% 1n? 6, ce qui est donc légérement
différent du résultat obtenu pour des fermions sans interaction. On notera que, simi-
lairement a la théorie BCS de la supraconductivité, le rapport 2A(T = 0)/kTsp ~ 3,5
dans la limite de faible couplage. CROSS et FISHER [11, 12] ont suivi en 1979 une
approche plus sophistiquée en résolvant exactement le hamiltonien électronique par
bosonisation, et en appliquant de méme que précédemment ’approximation RPA sur
les phonons. Similairement au cas de la transition de Peierls, un mode mou de phonon
est alors attendu a 2k sous la température critique. Les résultats de CROSS et FISHER
different de ceux de PYTTE par les points suivants notamment. Le gap ouvert n’est plus
une fonction linéaire de la distorsion mais A oc 6%/3, et I’énergie magnétique gagnée est
proportionnelle & §%/3.

La transition de spin-Peierls a été mise en évidence sur le composé organique TTF-
CuBDT en 1975 [13], puis sur de nombreux autres par la suite. En 1993, une transition
de spin-Peierls a été observée sur le composé inorganique CuGeQj [14] aux alentours
de 14 K, bientot suivi par NaV,Os5 [15] en 1996. Les principaux apports des composés
inorganiques résident dans la possibilité de synthese de gros monocristaux tres purs,
la réalisation d’expériences de diffusion de neutrons prohibées sur les organiques par
la présence d’hydrogenes, et la possibilité de substituer de maniére controlée des im-
puretés sur les différents sites du cristal. Ainsi la physique des chaines de spin connait
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depuis lors un renouveau a la fois du point de vue expérimental et théorique.

Cette these est typiquement consacrée a l'étude, principalement numérique, des
propriétés des chaines spin-Peierls a faible température. Nous aborderons alors succes-
sivement les points suivants. Le chapitre I est dédié a une présentation d’'un point de
vue expérimental des composés spin-Peierls. [.’accent sera particulierement mis sur le
composé inorganique CuGeQOj pour lequel les résultats obtenus dans cette thése peuvent
trouver des comparaisons directes. Dans le chapitre II, nous introduisons les principaux
modeles utilisés pour décrire les chaines spin-Peierls. Nous récapitulons les principaux
résultats les concernant, et rappelons les différentes techniques numériques permettant
d’appréhender ces modeles. Ensuite, lors du chapitre III, nous entrerons dans le vif du
sujet. Les excitations élémentaires de ces différents modeles sont caractérisées comme
des défauts topologiques appelés solitons. La possibilité de formation d’états liés entre
les solitons est particulierement étudiée. Enfin, dans le chapitre IV, les effets du dopage
dans les chaines et les plans spin-Peierls sont envisagés. Nous montrons la formation
typique d’états liés entre les solitons et les impuretés sous certaines conditions. Tous
les résultats obtenus sont largement comparés aux expériences réalisées notamment sur
le composé CuGeOs.



TABLE DES MATIERES




Chapitre 1

Présentation de composés
spin-Peierls

a transition de spin-Peierls a été originellement mise en évidence des 1975 sur le

composé organique TTF-CuBDT pour lequel la température de transition est

Tsp = 12 K [13]. Elle a été observée depuis sur plusieurs autres, successivement

MEM(TCNQ)s, puis dans ceux de la forme (TMTTF),X (X=PFg4 ou AsFg) et
(BCPTTF),X (X=PFg ou AsFg). En 1993, pour la premiere fois, elle a été observée
par HASE et coll. [14] & Tsp = 14,2 K sur un composé inorganique, CuGeOs, qui
possede un caractere quasi unidimensionnel. En 1996, un second composé spin-Peierls
inorganique, NaV,0Os, a été découvert [15] avec la plus haute température de transition
connue Tsp = 35,4 K. D’abord analysé comme une juxtaposition de chaines de spin 1/2
quasi indépendantes, il se révéla présenter en fait la structure nettement plus complexe
d’une échelle quart remplie.

Ces nouveaux composés inorganiques présentent certaines caractéristiques intéres-
santes que les composés organiques ne possedent pas. Tout d’abord, ils peuvent étre
synthétisés sous forme de gros monocristaux tres purs d’une longueur de I'ordre de
quelques centimetres par la méthode de fusion de zone dans un four a image [16].
De plus, I’'absence d’hydrogenes rend possible la réalisation d’expériences de diffu-
sion inélastique et donc par exemple 'observation directe du gap de spin. Ainsi, de
nombreuses nouvelles expériences, qui comprennent en outre l'introduction controlée
d’impuretés désormais facilement solubles pour CuGeQOs, voire NaV,Os5, peuvent étre
réalisées sur ces composés et permettent de mieux sonder la physique des composés
spin-Peierls.

Dans ce chapitre, nous allons d’abord nous intéresser assez rapidement aux com-
posés spin-Peierls organiques, en évoquant leurs caractéristiques principales. Ensuite,
nous aborderons plus spécifiquement le cas des deux composés inorganiques CuGeQOs3
(on pourra consulter par exemple [17] pour une revue) et NaV,Os. Leur structure ainsi
que les principaux résultats expérimentaux les concernant sont alors abordés.



Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

Introduction aux composés spin-Peierls organiques

En 1975, BRAY et coll. [13] ont mis en évidence pour le composé TTF-CuBDT
la nette diminution de la susceptibilité magnétique avec un champ magnétique orienté
successivement selon deux directions différentes (voire figure I.1). Ainsi le premier com-
posé spin-Peierls a été identifié et sa température de transition Tsp est typiquement
de 12 K. La susceptibilité magnétique a plus haute température que la transition est
tres proche de celle d’une chaine d’Heisenberg, indiquée par une ligne en figure I.1.
Peu de temps apres, la méme décroissance de la susceptibilité a été observée sur le
composé isostructural TTF-AuBDT [18]. La transition de spin-Peierls a ensuite été

T (K)

w

s ——

a R

=

S F e

: %
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Z 0 cHLe ..

) «HIC
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0 .u‘kx.‘.xl‘.w
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Figure 1.1 — Susceptibilité magnétique d’un cristal de TTF-CuBDT pour un champ
magnétique orienté selon deux direction différentes pour deux échelles de température.
Les lignes indiquent un fit par la susceptibilité d’une chaine d’Heisenberg (loi de
BONNER-FISHER [19]) (figure extraite de la référence [13]).

mise en évidence sur d’autres composés. Ainsi, MEM(TCNQ),, métallique a haute
température, subit une premiere transition de Peierls a 335 K et une seconde de spin-
Peierls & Tsp = 20 K [20]. Ensuite, dans les années 1980, plusieurs sels a transfert de
charge de la forme (TMTTF),X (X=PFg ou AsFg) [21] et (BCPTTF),X (X=PFg ou
AsFg) ont aussi été identifiés comme composés spin-Peierls. On notera bien que les
composés de basse dimensionnalité sont soumis a basse température a plusieurs insta-
bilités concurrentes, dont celles de spin-Peierls, onde densité de charge, onde densité
de spin ou supraconductrice. Cela est illustré en figure 1.2 pour les sels (TMTTF),X
et (TMTSF),X ou ces différentes phases sont présentes selon la pression ou ’anion X
a pression ambiante.

La distorsion du réseau associée a été mise en évidence par rayons X sur ces com-
posés, par exemple avec ’apparition de pics satellites aux vecteurs réciproques de la
forme (1/2,1/2,1/2) pour le composé (BCPTTF),AsFg au-dessous de 32,5 K [24]. Par
contre, le régime de fluctuations prétransitionnelles dépend beaucoup du composé ob-
servé. Par exemple, dans les composés TTF-CuBDT [23] et MEM(TCNQ),, l'intensité

6



1 Introduction aux composés spin-Peierls organiques

X=

Figure 1.2 — Diagramme de phase typique température-pression pour les familles
(TMTTF), X et (TMTSF),X. Pour certains de ces composés, leur position sur le dia-
gramme est indiquée a pression ordinaire. A haute température se situe la phase li-
quide de Luttinger (LL), qui peut éventuellement montrer une localisation de charge
(LL,) avant de développer un ordre spin-Peierls (SP) ou antiferromagnétique (AF).
La zone grise signale le rétablissement progressif du liquide de Fermi (FL), précurseur
des phases antiferromagnétique (AF) et supraconducteur (SC) (figure extraite de la
référence [22]).

200 -

(250L)p

102 COUNTS /min

Figure 1.3 — Intensité par rayons X dans la direction (5/2,0,L) mesurée sur un
cristal de TTF-CuBDT a plusieurs températures entre 4,6 et 225 K. La résolution
expérimentale est aussi indiquée (figure extraite de la référence [23]).
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est clairement non nulle jusqu’a haute température (~ 220 K pour TTF-CuBDT par
exemple (voir figure 1.3) [23]) aux lieux des pics de superstructure de basse température,
et les fluctuations restent quasi isotropes. Par contre, dans les composés (TMTTF),X
[25] et (BCPTTF)yAsFg [24], ces fluctuations élastiques prétransitionelles sont plutot a
caractere unidimensionnel. Il est a noter que, pour un composé spin-Peierls, le passage
dans une phase incommensurable sous champ magnétique n’a été observé que bien plus
tard par rayons X sur le composé TTF-CuBDT [26].

Le caractere magnétique de la transition a été observé par diffusion élastique de
neutrons, par exemple sur TTF-CuBDT [27], avec I’apparition de pics satellites sous
la température de transition pour les mémes vecteurs réciproques que la distorsion du
réseau. Par contre, I'impossibilité de réaliser des expériences suffisamment précises de
diffusion inélastique de neutrons par manque de gros monocristaux ou les hydrogenes
sont remplacés par du deutérium ont empéché, par exemple, I’étude directe du gap de
spin ou l’observation d’un mode mou phononique.

Le premier composé inorganique : CuGeQOs;

2.1 Cristallographie

CuGeOs est le premier composé spin-Peierls inorganique mis en évidence. C’est un
isolant qui cristallise dans une structure orthorhombique. Il appartient (a température
ambiante) au groupe d’espace Pbmm [28] et ses parameétres de maille sont a 1,5 K
a=4,801 A, b=8,473 A et ¢ =2,942 A.

D’un point de vue microscopique, la plus petite entité est constituée d’un octaedre
comportant en chacun des six sommets un oxygene et au centre un cuivre. La base
carrée est faiblement distordue et comporte quatre oxygenes notés O(2). Deux oxygenes
apicaux O(1) completent I'octaedre, I'axe les reliant étant légerement différent de la
normale & la base (voir figure 1.4 ou 1.5). Dans la direction ¢, les octaedres sont liés par
deux oxygenes partagés O(2). Selon l'axe b, le lien a lieu & travers un oxygene apical
O(1). Les octaedres voisins ainsi reliés selon b possedent une orientation différente et
il existe donc deux sites de cuivre inéquivalents dans la maille élémentaire selon b.
De maniere alternative, on peut considérer les tétraédres GeO, (qui comportent deux
O(1) et deux O(2)) partageant un oxygene apical le long de l'axe ¢ (voir figure 1.5).
La structure schématique (simplifiée) de CuGeOj3 est constituée d’un empilement de
plans faiblement couplés comprenant des chaines CuQOs reliées entre elles par des ponts
germanium (figure 1.6).

Les ions cuivre Cu?* le long de ’axe ¢ ont pour structure électronique 3d° sur la
derniere couche. On en déduit la présence d’un trou et donc Cu?* porte un spin 1/2.
La fonction d’onde de ce trou est en premiere approximation de la forme 3d,2_,2 (les
axes pointent vers les oxygenes O(2)) vu les symétries du systéme. Les spins inter-
agissent selon I’axe ¢ par un superéchange le long du chemin Cu—O(2)—Cu faisant un

8



2 Le premier composé inorganique: CuGeQOj;

Figure 1.4 — Structure cristallographique du composé CuGeQOs. La cellule unité est
représentée dans le parallélépipéde rectangle. L’alternance de [’orientation des octaédres
CuQg (traits en pointillés) selon l’aze b explique pourquoi la cellule élémentaire contient

deux motifs dans la direction b.

Cu

oM
0@

oo @

Figure 1.5 — Structure cristallogra-
phique du composé CuGeQOs. On dis-
tingue particulierement la succession
des tétraédres GeOy et des octaédres
CuQg selon laze c.

@®Cu O0R2) ®Ge
bL

Figure 1.6 — Représentation schéma-
tique des plans (b,c) faiblement couplés.
Des chaines de spin quasi unidimensio-
nelles (selon l’aze c) se succédent dans
la direction b.
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angle § = 98°. D’apres les regles de Goodenough-Kanamori-Anderson qui régissent
les chemins ion magnétique-ligand-ion magnétique avec deux ions dont les orbitales d
sont partiellement remplies, on s’attend a une faible interaction ferromagnétique entre
les cuivres pour cette valeur de . En fait, cette regle n’est strictement valable que
pour 6 = 90°. Cette interaction se révele bien étre faible mais antiferromagnétique.
KHOMSKII et coll. [29, 30] ont montré que, dans ce cas, le germanium semble jouer un
role essentiel : 'hybridation entre Porbitale 2p, de Poxygene et la sp® du germanium
rompt I'équivalence entre orbitales p, et p, de I'oxygene et rétablit un couplage an-
tiferromagnétique. De plus, le recouvrement entre les orbitales p, de deux oxygenes
O(2) voisins crée un couplage antiferromagnétique assez fort entre cuivres seconds voi-
sins. KHOMSKII et coll. ont ainsi évalué 'intégrale d’échange entre premiers voisins a
environ J ~ 11,6 meV ~ 135 K (voir page 37, au chapitre suivant, pour une méthode
d’évaluation a partir de la susceptibilité magnétique).

2.2 Mise en évidence expérimentale
i) Etude de la susceptibilité magnétique

En 1993, HASE et coll. ont effectué des mesures de susceptibilité magnétique sur des
monocristaux de CuGeQj [14] (voir figure 1.7). Ils ont observé une rapide décroissance
isotrope de la susceptibilité magnétique au-dessous d’une température Tsp ~ 14,2 K.
Cela suggérait un état fondamental singulet (non magnétique) et la présence d’un gap

w

single—crystal CuGeOg
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\°]
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—
DGRCstn

Susceptibility (1073 emu/mole)

(@)
o

100 200 300
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Figure 1.7 — Mesure de la susceptibilité magnétique d’un monocristal de CuGeQOs
selon les trois azes cristallographiques en fonction de la température. La ligne intitulée

« BONNER-FISHER » [19] indique la comparaison avec une chaine d’Heisenberg dont
Uinteraction entre premiers voisins vaut 88 K (figure extraite de la référence [14]).

dans le spectre d’excitation magnétique. La possibilité d’une transition structurale a
été écartée par I’observation d’une nette diminution de la température de transition en
présence d’un champ magnétique. La forme de la courbe de susceptibilité magnétique
était par ailleurs assez proche de celle d’autres composés spin-Peierls tels que TTF-
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2 Le premier composé inorganique: CuGeQOj;

CuBDT ou MEM(TCNQ),. HASE et coll. ont alors caractérisé cette transition comme
une transition de spin-Peierls. Le gap de spin a température nulle A% (0), déduit de
la forme exponentielle de la courbe de susceptibilité magnétique a basse température,
vaut environ 24 K (i.e. 2,1 meV ou 16,8 cm™!). On remarquera, sans le commenter
pour le moment, que la comparaison avec la susceptibilité magnétique d’une chaine
d’Heisenberg est trés mauvaise.

ii) Mise en évidence structurale

Outre le caractere non magnétique du fondamental et 'ouverture d’un gap de spin,
la principale caractéristique de la transition spin-Peierls est la dimérisation du réseau.
POUGET et coll. ont observé par diffraction de rayons X ’apparition de pics satellites
au-dessous de la température de transition [31]. Ces satellites se matérialisent entre
les pics principaux de Bragg du réseau, et correspondent au doublement de la maille
élémentaire (pics de superstructure). Leur intensité est trés faible par rapport a celle
des pics principaux (de Pordre de 2.107°), ce qui indique une trés faible amplitude
de la distorsion du réseau. Plus explicitement, les variations de position les plus im-
portantes sont celles des ions cuivre selon ¢, de ’ordre de 0,20 %, avec les différentes
chaines en opposition de phase. Ensuite, on note celles des oxygenes O(2) dans les
plan (a,b) qui valent environ 0,18 % et 0,08 % selon les axes a et b respectivement
[32]. En fait, cette distorsion due & la transition peut étre vue comme une rotation des
tétraedres GeO, autour de leur axe O(1)-O(1) [32], ce qui induit un déplacement alter-
nativement positif et négatif des atomes de Cu selon ’axe c. Les pics de superstructure
associés sont typiquement indexés par le vecteur d’onde réduit k3p = (1/2,«1»,1/2)
(«1» indiquant des valeurs impaires). Cela reflete que sous la température de transi-
tion, la maille élémentaire vaut o' = 2a, b’ = b et ¢ = 2¢ (il ne faut pas oublier que

400 T T T T T

x CUGEO3

N

Qsp = (1.5,1,1.5) ]

Peak intensity

(counts/sec)
Y] w
= S
=) =3

—
(=]
o

X c*

Tsp |
11 12 13 14 15 16
Temperature (K)

Figure 1.8 — Dépendance en température de l'intensité en réflexion du satellite
(8/2,1,3/2) pour T < Tsp et de celle des fluctuations a ce méme vecteur d’onde pour
T > Tsp observées le long des trois azes principauz d’un monocristal de CuGeOs (figure
extraite de la référence [33]).
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

la maille élémentaire au-dessus de la transition comprend déja deux motifs selon la
direction b). Un tel ordre, avec opposition de phase de la distorsion pour deux chaines
voisines, a été observé dans les composés organiques, par exemple (TMTTF),PFg et
(BCPTTF),AsFs. L'intensité d'un pic satellite (associé a la dimérisation) est tracée
en fonction de la température sur la figure 1.8. Ce poids s’annule a la transition, au
bruit de fond prés (transition du second ordre), comme (Tsp —T)%* avec 3 ~ 0, 28 [31].
La température critique a, quant a elle, été définie au moment ou la largeur du pic
satellite égale la résolution de I'expérience. Au-dessus de la transition, le poids diffus
ne s’annule pas a Tsp dans la direction des pics de superstructure, ce qui indique la
présence d’effets prétransitionnels dont nous parlerons plus tard.

ili) Diffusion de neutrons

Des études par diffusion élastique de neutrons ont confirmé 1’apparition d’une su-
perstructure sous la température critique, observée aussi par diffusion de rayons X,
mais pour des vecteurs d’onde de forme plus générale: ksp = (1/2,0,1/2) [31, 34] (la
seconde composante du vecteur d’onde n’est plus nécessairement impaire, contraire-
ment aux résultats obtenus par rayons X). L’intensité de ce pic varie aux abords de la
transition comme (T — Tgp)?® avec 8 ~ 0,26, en trés bon accord avec les résultats de
rayons X précédents.

La dynamique de spin a été étudiée tres précisément dans la phase dimérisée par
diffusion inélastique de neutrons. AIN et coll. ont obtenu, dans la direction kxr =
(0,1,1/2) distincte de kgp, une structure en double gap (figure 1.9) [35]. Le premier

2500 f"'l“"l"'?""l""l"‘ 1 "'l""1""_-
F Z
2000 | .
A g ]
i g
g 1500 T i :
g [ §
3 F i ]
wof :
S T ]
L i : 2
so0 | F ]
SR | Q=(0,1,0.5) 1
WA |

0
-10 1 2 3 4 5 6 7 8
meV

Figure 1.9 — Diffusion inélastique de neutrons: intensité en fonction du transfert
d’énergie dans la direction (0,1,1/2) a 2,6 K sur un monocristal de CuGeOs (figure
extraite de la référence [35]).

gap correspond au gap singulet-triplet, et vaut A% ~ 2,1 meV (voir aussi [36, 34]).
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2 Le premier composé inorganique: CuGeQOj;

Cette valeur est en parfait accord avec celle obtenue a partir de la courbe de suscepti-
bilité magnétique. Cette premiere excitation est nettement séparée du continuum qui
commence a une énergie d’environ 4 meV. Ainsi un second gap d’environ 2 meV sépare
la premiere résonance d’un continuum, ce qui signifie qu’un état 1ié triplet (souvent
appelé magnon) existe sous le continuum. Il est & noter que le pic a transfert d’énergie
nul en figure 1.9 reflete la résolution de I’expérience.

NISHI et coll. [36] et REGNAULT et coll. [34] ont étudié la dispersion dans la direc-
tion des chaines de cette branche bien définie sous le continuum, appelée « branche de
magnon » (figure I11.17, page 86) [34]. Trés qualitativement, on peut comparer cette
courbe a la relation de dispersion de la chaine d’Heisenberg en sinus obtenue par DES
CLOIZEAUX et PEARSON [37]. Deux différences importantes sont a noter: on observe
un gap de spin pour ¢ = 0 et ¢ = 7 et le maximum wy,ax/J = 15 meV /160 K~ 1,1
est assez nettement différent de la valeur alors attendue, 7/2 (nous reviendrons sur ce
probléme plus tard, page 86). Il ne faut pas non plus oublier que dans le cas de la chaine
d’Heisenberg, cette courbe n’est que la borne inférieure d’un continuum d’excitations
et non un état lié comme pour CuGeOs.

De plus, I’étude de la dispersion de ces excitations selon les axes a et b a permis
d’estimer les couplages interchaines: J,/J; ~ 0,1 et J,/J; ~ —0,01 [36, 34], ce qui
indique le caractere quasi unidimensionnel de CuGeOs3. On remarque que J, est fer-
romagnétique, ce qui explique que la composante du vecteur kar selon I'axe a soit
0.

La cartographie compléte de l'intensité neutronique en fontion du vecteur d’onde
réduit et de I’énergie a été réalisée par ARAI et coll. & 10 K (figure 1.10) [38]. Les
régions les plus claires (foncées) correspondent a des mazima (minima) d’intensité. Le
résultat ressemble spectaculairement a celui d’'une chaine d’Heisenberg. Ainsi CuGeQOj3

Energy Transfer [meV]

0 T 2n
Reduced Momentum Transfer

Figure 1.10 — Facteur de structure dynamique d’un monocristal de CuGeOs a 10 K
selon (0,0,q). Les zones les plus claires correspondent auxr mazima d’intensité (figure
extraite de la référence [38]).
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

se comporte typiquement comme une chaine de spins 1/2. A plus haute température
(50 K), les excitations de basse énergie sont élargies, et seul le haut du continuum reste
identifiable.

Plus précisément, la dépendance en température du gap de spin est indiquée en fi-
gure I.11. Le fait d’étre dans la direction g, = 1/6 au lieu de g, = 0 n’a que de mineures
conséquences (on constate que la valeur du gap est pratiquement la bonne). La raison
pour avoir choisi cette direction est de pouvoir controler en méme temps l'intensité
du pic de superstructure (1/2,3,1/2) pour connaitre précisément la température. On
constate que le gap reste constant en dessous de typiquement 10 K. Le fait qu’il ne
s’annule pas exactement a Tsp est sans doute lié au régime de fluctuations au-dessus
de la température critique observé par rayons X (voir page 16). Cependant, ces fluc-
tuations sont visibles dans une plus faible gamme de température, et disparaissent vers
T < 20 K. Les larges barres d’erreur dues a ’élargissement du pic au-dessus de la
température de transition ne permettent pas de conclure définitivement.

3.0 L T T T 25 T T T T
CuGeO =(1/6,1,1/2 1 ‘
25¢L u 3 a=(1/e ) - 20 L CLIGIGO3 a
e 3 ] ol ]
204 ? \{\ﬁ ] S 15} .
L 1 )] Fhd
> 15F é b é et
é . \ 1 < 1.0 v=2/3 ]
< 10f % ] i
\ 1 t e
0.5 - ]
05 \ ] P ]
00 S e e 10 520 2
"o 5 10 15 20 0 o B
Temperature (K) (Iy - 155" (arbitrary units)
Figure I1.11 — Dépendance en Figure 1.12 — Variation du gap de

température du gap de spin observé
dans la direction (1/6,1,1/2) sur un
monocristal de CuGeQjs (figure extraite
de la référence [3]]).

spin en fonction de la dimérisation du
réseau. Cette derniere a été obtenue
par la racine carrée de 'intensité d’un
pic de superstructure moins celle du
bruit de fond. Des fits de la forme
0" sont indiqués (figure extraite de la

référence [34]).

En figure .12 est indiquée la dépendance de ce méme gap de spin en fonction de
la dimérisation du réseau. [’amplitude de cette derniére est obtenue comme la racine
carrée de l'intensité d’un pic de superstructure (au bruit de fond pres). Les résultats
suggerent que le gap suit la loi de CROss-FISHER A" oc §2/3 [11].

Il est & noter que les études par diffusion inélastique de neutrons sur des mono-
cristaux n’ont pas pu mettre en évidence de mode mou de phonon pour le composé
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2 Le premier composé inorganique: CuGeQOj;

CuGeOQs, peut-etre a cause de la faiblesse des déplacements atomiques et par conséquent
des intensités associées [34, 39, 40]. Cependant, deux modes distincts de phonons de
(hautes) fréquences @ ~ 151 K et Q ~ 317 K, possédant la symétrie requise, sont
associés a la transition [40]. Ce résultat n’est pas forcément en contradiction avec la
théorie de CROSS-FISHER. Il a été proposé qu’un mode mou de phonon n’apparait que
si la fréquence de phonon est inférieure a environ 27sp [41], ce qui n’est typiquement
pas vérifié dans le composé CuGeOs.

2.3 Diagramme de phase champ magnétique-température

Trois phases sont clairement observées en figure 1.13: la phase uniforme (U : haute
température, bas champ), la phase dimérisée (spin-Peierls) (D : basse température, bas
champ) et la phase incommensurable (I: haut champ, basse température). Rappelons
que par transformation de Jordan-Wigner, I'application d’'un champ magnétique sur
un composé spin-Peierls revient formellement a changer le remplissage, et conduit donc
a l'apparition d’incommensurabilité.

Le diagramme a été établi par HASE et coll. sur une poudre de CuGeOj; et se
superpose presque parfaitement a ceux obtenus pour les composés organiques en unités
réduites (7/Tsp(H = 0) et gH/2Tsp(H = 0)) [42]. 11 est & noter que le rapport donné
par le champ moyen entre le gap de spin a température nulle et la température de
transition 2A% (T = 0)/Tsp ~ 3,5 [10] est bien respecté par les composés organiques
(par exemple ~ 3,50 pour TTF-CuBDT et ~ 3, 70 pour TTF-AuBDT) et par CuGeOj
(~3,4).
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Figure 1.13 — Diagramme de phase d’une poudre de CuGeQOs en unités réduites com-
paré a celui de composés spin-Peierls organiques (figure extraite de la référence [42]).

Les transitions U-D et U-I sont typiquement du second ordre alors que la transition
D-I est du premier ordre (voir ci-dessous). Nous allons maintenant nous intéresser a
ces trois phases successivement.
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

2.4 Phase uniforme
Fluctuations prétransitionnelles

Au-dessus de la température de transition, les pics de superstructure se transforment
en taches floues, et deviennent alors plus larges que la résolution expérimentale. Des
mesures de longueurs de corrélation du réseau selon les trois axes &,, & et & peuvent
étre déduites de leur largeur a mi-hauteur, en faisant varier I'une des trois compo-
santes du vecteur d’onde. Pour des composés organiques tels que TTF-CuBDT et
MEM(TNCQ)2, des fluctuations structurales prétransitionnelles quasi isotropes ont
été observées jusqu’a haute température (=~ 220 K pour TTF-CuBDT [23]). La transi-
tion de spin-Peierls est alors précédée, pour ces composés et dans une large gamme de
température, de fluctuations tridimensionelles du réseau. Cela n’est typiquement pas
le cas pour CuGeQj. Les résultats de la figure 1.14 [33] indiquent que &, > & > &, et

0.4 a.u' T
Teco 012 co
0.10 |
03} 0.08 w/
— 0.08 W"
- 0.04 &
| WY § N> Sy 1 &
o N 0.02
— 02 000 B8
T 18
wp
0.1 -TS - q*
\L -a- b*
i - C*
0.0 |

14 16 18 20 22 24 26 28 30 32 34 36
Temperature(K)

Figure 1.14 — Longueur de corrélation inverse £ 1 selon les trois azes cristallogra-
phiques en fonction de la température obtenue sur un monocristal de CuGeQs. L’insert
est un agrandissement. T,, est la température au-dessus de laquelle le composé peut étre
considéré comme une superposition de plans décorrélés (figure extraite de la référence

[33]).

que les trois longueurs divergent bien & la température critique comme (T — Tsp) /2.
Cependant, un cross-over intervient a T,, = 15,5 K (juste 1,3 K au-dela de Tsp),
température au-dessus de laquelle &, devient plus petite que la distance entre chaines,
signalant le passage dans un régime bidimensionnel. Les fluctuations deviennent méme
unidimensionnelles (dans la direction ¢ des chaines) au-dessus de 19 K. De plus, les fluc-
tuations prétransitionelles ne sont observées que jusqu’a des températures de 1’ordre
de 35 K. Cet intervalle prétransitionnel est a comparer avec les résultats de HIROTA
et coll., qui n’ont mis en évidence des fluctuations prétransitionelles quasi élastiques
(< 1 meV) par diffusion de neutrons que jusqu’a 16 K [43]. Cela indique donc un ordre
de grandeur de I’énergie des fluctuations prétransitionelles du réseau dans CuGeQOs.
Par analogie avec la transition de Peierls pour laquelle les fluctuations structurales
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2 Le premier composé inorganique: CuGeQOj;

créent un pseudogap dans la densité d’états & un électron [44], on s’attend a ce que les
fluctuations spin-Peierls dans CuGeOj3 ouvrent un pseudogap dans le spectre d’excita-
tion magnétique. Celui-ci a été observé expérimentalement, notamment par diffusion
inélastique de neutrons, mais dans une zone de température restreinte au-dessus de
TSP-

2.5 Phase dimérisée
Optique

Les représentations irréductibles des vibrations optiques de CuGeQO3 correspondent
a 12 (30) modes actifs en Raman et 13 (22) en infra-rouge au-dessus (au-dessous) de la
température de transition [45, 46, 47]. Les modes supplémentaires sont activés par le
repliement de la zone de Brillouin lors de la dimérisation. A haute température, tous
les modes ainsi attendus ont été observés. Par contre, la plupart des modes liés a la
transition n’ont pas été mis en évidence, sans doute a cause de leur faible intensité.

Intensity

100 200 300 400 500

-1
Raman shift (cm )

Figure 1.15 — Intensité Raman obtenue sur un monocristal de CuGeQOs dans la phase
dimérisée & 9 K (a), dans le régime ordre a courte portée de la phase uniforme (b) et
dans la phase uniforme & haute température (c) (figure extraite de la référence [48]).

La diffusion Raman est un moyen efficace pour sonder les fluctuations magnétiques.
En effet, le spectre Raman est typiquement sensible a la densité d’états. Le spectre Ra-
man (en géométrie cc) de CuGeO3 dans la phase dimérisée est indiqué sur la figure
[.15(a) [49, 48, 50, 51, 52]. Le pic asymmétrique 1 &4 32 cm™' correspond & un état
lié singulet sous le continuum, souvent appelé abusivement «état 1ié de magnons ».
Trois pics de phonons apparaissent dans la phase dimérisée a 105, 370 (et 820) cm™!.
Le pic 2 & 105 cm ™! est identifié comme un mode Fano [53], ¢’est-a-dire un fort cou-
plage entre un phonon et le continuum d’excitations magnétiques. Un continuum de
diffusion commencant au-deld de 30 cm ™! est observé avec un maximum aigu au pic
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

34 230 cm ! = 330 K. Ce pic est lié au maximum de la relation de dispersion des
magnons wWmax, observée par diffusion inélastique de neutrons (2wmayx =~ 320 K). Une
étude détaillée & faible énergie [54] a mis en évidence un faible pic vers 19 cm™!. Celui-
ci a été attribué a un processus activé thermiquement, c’est-a-dire a une transition
a partir, non du fondamental, mais d’un état excité. Dans le régime d’ordre a courte
portée (température inférieure & 60 K), on distingue encore le haut de la relation de
dispersion des magnons & 230 cm™* (voir fleche en figure 1.15(b)). A haute température,
ce dernier pic n’est plus observable et des fluctuations de basse énergie se développent
(figure 1.15(c)). Notons que les autres pics correspondent a des phonons.

Enfin, le spectre infra-rouge de CuGeOj est typique de celui d’un isolant ionique,
incluant tous les modes de phonons attendus a haute température. Dans la phase
dimérisée, un seul nouveau mode apparait clairement & 800 cm™! pour FE || b [45, 46].
Par contre, selon E || ¢, les spectres sont rigoureusement identiques au-dessus et au-
dessous de la transition. Ce mode, activé par la transition, est situé dans une région de
haute réflectivité et est distinguable par son absorption plus grande. Une étude détaillée
(voir figure 1.16) montre clairement sa dépendance en température, et sa liaison avec la
transition. Ce mode apparalt comme un nouveau pic dans la conductivité, obtenue par
transformée de Kramers-Kronig de la réflectivité. Qualitativement, ce nouveau mode de
phonon peut étre compris comme un phonon de bord de zone au-dessus de la transition
et se retrouvant en centre de zone au-dessous de la transition, par le repliement de la
zone de Brillouin, lors de la dimérisation. En prenant un forme gaussienne pour ce pic de
conductivité, DAMASCELLI et coll. ont obtenu son intensité sous la forme (1 —7/Tgp)?
avec 3 ~ 0,26, en bon accord avec ce qui a été mesuré par rayons X ou neutrons [45, 46].

795 800 805

770 780 790 800 810 820

Wavenumber (cm™)

Figure 1.16 — Détail de la dépendance en température de la structure ¢ 800 cm ™' avec

E || b dans le spectre de réflectivité. L’insert indique la conductivité dynamique obtenue
au moyen de la transformation de Kramers-Kronig et un nouveau pic est clairement
identifiable sous la transition (figure extraite de la référence [45]).
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2.6 Phase incommensurable

En partant de la phase dimérisée et en augmentant le champ magnétique, une
transition vers une phase incommensurable, c’est-a-dire ou les corrélations de spin ne
sont plus maximales au vecteur d’onde 7, a lieu vers 12 T. L’une des conséquences les
plus marquantes est la fermeture du gap de spin singulet-triplet. En effet, la présence du
champ magnétique ajoute un terme Zeeman au hamiltonien : Hzeeman = —7vH >, S}.
Si ce terme ne change pas I’énergie du singulet, la dégénérescence du triplet est levée
et 'une de ses composantes voit son énergie diminuer linéairement avec le champ,
comme cela a été vérifié expérimentalement par diffusion de neutrons (figure 1.17).
Treés grossierement, on atteint le champ critique au moment du croisement entre le
singulet et le triplet de plus basse énergie.
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Figure 1.17 — Dépendance en champ magnétique des trois composantes du gap a
kar = (0,1,1/2) pour une température de 6 K sur un monocristal de CuGeOs (figure
extraite de la référence [34]).

Au-dela du champ critique, I'apparition d’incommensurabilité peut étre mise en
évidence en étudiant la structure du réseau par rayons X. KIRYUKHIN et coll. [55]
ont sondé a 4 K Pintensité de la réflexion autour du pic de superstructure (7/2,1,k),
avec k autour de 5/2. Au-dessous du champ critique, la situation est typiquement la
méme qu’en champ nul: un seul pic existe et sa largeur est inférieure a la résolution
expérimentale. Lorsque le champ augmente, le pic associé a la phase dimérisée disparait
et laisse place a deux satellites (voir figure 1.18). La encore, la largeur de ces satellites est
inférieure a la résolution expérimentale, ce qui implique une structure incommensurable
a longue portée. La coexistence des pics commensurables et incommensurables sur
une région de champ magnétique de l'ordre de 0,2 T indique que la transition D-
I est du premier ordre, ce qui est confirmé par la structure en marche d’escalier de
'intensité du pic d’incommensurabilité en fonction du champ magnétique [56]. Lorsque
le champ augmente, I'incommensurabilté augmente, et un troisieme pic apparait. Le
fondamental est alors un réseau de solitons, ¢’est-a-dire que des domaines dimérisés sont
séparés par des spins 1/2 non appariés (parois), qui apparaissent comme des défauts
topologiques. Typiquement, le nombre de solitons, et par conséquent, ’aimantation et
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

I’incommensurabilité, augmentent avec le champ. Par contre, ’extension spatiale de la
partie élastique d’un soliton est quasi indépendante du champ et a été évaluée a environ
13 sites a tres basse température, ce qui implique un recouvrement non négligeable des
solitons a haut champ, vu que la distance intersolitons est déja d’environ 40-70 sites a
13 T.

(3.5 1 2.5) Superlattice Reflection
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Figure 1.18 — Intensité du pic de superstructure en réflexion par rayons X selon
la direction (7/2,1,L) ¢ 4 K sur un monocristal de CuGeOs avec différents champs
magnétiques appliqués selon 'axe ¢ supérieurs a la valeur critique. Les auteurs ont
évalué le champ critique dans la direction ¢ a 11,2 T (figure extraite de la référence

[55]).

Ces solitons possedent une contribution importante dans la susceptibilité magnétique
et ’aimantation locales, et peuvent donc étre mis en évidence par des expériences de
résonance magnétique nucléaire (RMN) sur les cuivres. En effet, la RMN permet de
sonder localement I'aimantation des différents sites. Au-dessous du champ critique,
chaque raie est symétrique et tres mince, reflétant une aimantation locale uniforme et
nulle. FAGOT-REVURAT et coll. ont observé, au-dessus du champ critique, pour cha-
cune des six raies (trois transitions possibles et deux isotopes: %3Cu et ®°Cu), le méme
profil fortement asymétrique (figure 1.19(b)), constitué d’une singularité a bas champ
et d’une « épaule » de plus faible intensité [57, 58, 59, 60]. Cela indique un nombre tres
important de sites de cuivre non équivalents (des sites équivalents correspondraient
a des raies tres fines, comme a faible champ ou a plus haute température comme en
figure 1.19(a)). En d’autres mots, on a affaire & une modulation incommensurable du
champ magnétique local. Pour chaque raie, la partie intense et abrupte a bas champ
correspond aux secteurs dimérisés majoritaires (S* = 0), comme on peut le vérifier en
comparant a un spectre obtenu dans la phase dimérisée, mais a faible champ. La partie

20



2 Le premier composé inorganique: CuGeQOj;

a plus haut champ se rapporte aux solitons pour lesquels S? est maximal. A la distri-
bution de moments locaux correspond une distribution de champs locaux, et le rapport
entre les deux est la constante de couplage hyperfine A... Ainsi, le profil de la raie n’est
rien d’autre que la densité de moments locaux. Une simple intégration permet donc
d’obtenir le profil de la polarisation, qui est symétrique et périodique dans un systeéme
unidimensionnel. Il est a noter que tous les parametres sont exactement déterminables :
la constante de couplage hyperfine A,., connue indépendamment, relie les moments au
champ magnétique, et la période spatiale se déduit aisément de ’aimantation moyenne.
A partir du profil de raie S, de Cu (e sur la figure 1.20), la dépendance spatiale de la
composante uniforme de la susceptibilité magnétique ou de ’aimantation locale a été
calculée (¢ sur la figure 1.20), avec une légere déformation pres des extrema [57, 59.
L’extension spatiale de la partie magnétique du soliton a ainsi été estimée a environ
6-10 sites (la dernieére valeur étant obtenue juste au-dessus du champ critique) [60] et
la distance entre solitons a environ 70 sites a 15 T. L’accord avec les résultats obtenus
par rayons X est assez bon. Lorsque le champ magnétique augmente, le nombre de
solitons augmente, et leur distance moyenne diminue donc.
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Figure 1.19 — Intensité RMN sur les
Cu a fréquence fixze d’un monocristal
de CuGeQOs avec un champ magnétique
selon ¢ en phase U (T=20 K) et I
(T=4 K et H>H, ~12 T). C représente
le pic central associé a la transition
1/2 <> —1/2 (le premier satellite Sy est
associé a —3/2 <> —1/2 et le second sa-
tellite Sy 6 3/2 <> 1/2) (figure extraite
de la référence [57]).

magnetic field (T)

Figure 1.20 — Forme de la raie as-
sociée a la transition ®*Cu (3/2 < 1/2)
obtenue sur un monocristal de CuGeQOs
a¢ 1,4 K avec vy = 169,5 MHz (en
dessous) ainsi que la composante uni-
forme (au-dessus) de l’aimantation lo-
cale S*(1), 1 étant sur l’aze vertical,
tirée de l’intégration numérique de la
forme de raie précédente (figure ex-
traite de la référence [57]).
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

Il est a noter que leur profil spatial devient typiquement sinusoidal a partir de 26 T
environ [59, 61, 60]. Le rapport entre 'amplitude de la partie alternée et uniforme de
la modulation varie entre 1,4 juste a la transition, et 1 & haut champ (~ 26 T).

2.7 Impuretés

L’une des caractéristiques de CuGeOj est la possibilité de le doper assez aisément,
contrairement aux composés organiques, pour lesquels la solubilité des dopants est tres
faible. HASE et coll. ont observé une décroissance rapide de la température de transition
Tsp(x) en fonction du pourcentage d’impureté = dans le composé Cu;_,Zn,GeO3 [62]
('impureté non magnétique Zn substitue les spins localisés sur les sites de Cu et donc en
premiére approximation ouvre les chaines de spins). Ils ont, de plus, observé I’apparition
d’une nouvelle phase, qu’ils ont interprétée comme une phase verre de spin. Par la suite,
cette phase a été identifiée sans ambiguité comme une phase antiferromagnétique par
des mesures de chaleur spécifique [63], de diffusion de neutrons [64] ou RMN (dans le
cas du dopage au Si) [65]. L’abaissement de la température de transition est, de plus,
accompagné d’une rapide diminution du gap de spin [64].

i) Coexistence entre phases spin-Peierls et antiferromagnétique

REGNAULT et coll. ont mis en évidence par diffusion élastique de neutrons sur le
composé dopé au Si CuGe;_,Si,O3, avec y = 0,007, la coexistence entre les phases
spin-Peierls et antiferromagnétique [66]. La coexistence des deux phases est déduite de
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Figure 1.21 — Dépendance en température de l’intensité des pics de neutrons auz
vecteurs (1/2,8,1/2) (o, spin-Peierls) et (0,1,1/2) (e, antiferromagnétique) pour un
monocristal de CuGe;_ySi, O3 avec y = 0,007 (figure extraite de la Référence [66]).

I’intensité finie des pics associés aux vecteurs réciproques correspondans, c’est-a-dire de
la famille de (1/2,0,1/2), et (0,0,1/2) respectivement. La dépendance en température
de l'intensité associée a ces deux pics est indiquée en figure 1.21, montrant indubitable-
ment que les deux phases sont présentes simultanément sous la température de Néel.
Cette coexistence entre phases spin-Peierls et antiferromagnétique semble étre en fait

22



2 Le premier composé inorganique: CuGeQOj;

générique pour tout type de dopage, aussi bien hors chaine donc que dans la chaine sur
les sites de cuivre, avec des impuretés magnétiques (dopage au Ni) ou non magnétique
(Zn ou Mg). On insistera particulierement sur le fait que les ordres spin-Peierls et anti-
ferromagnétique observés sont bien a longue portée, c’est-a-dire que la largeur observée
des pics associés est clairement limitée par la résolution expérimentale.

De plus, REGNAULT et coll. [66] ont mis en évidence dans le facteur de structure
dynamique un pic a basse énergie ~ 0,2 meV (c’est-a-dire sous le gap A" ~ 2 meV),
associé a la phase antiferromagnétique, toujours sur le composé CuGeO3 dopé au Si.

iil) Comparaison quantitative entre les différents types de dopage

Des courbes typiques de susceptibilité magnétique pour CuGeO3z dopé sur chaine en
Zn (S=0) et Ni (S=1) sur les sites de Cu sont indiquées sur la figure 1.22 [67] (voir par
exemple la référence [65] pour le dopage au Si). Sur la partie « haute température », on

30 e
3 Cu, M GeO
251 i xox 3
A M=Ni H//c
o M=Ni H//a

O M=Zn H//c I
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Figure 1.22 — Susceptibilité magnétique en fonction de la température de monocristaux
de CuGeOs dopés en Ni (x = 0,008) et Zn (x=0,007) sur les sites de Cu (figure extraite
de la référence [67]).

observe une diminution isotrope de la susceptibilité magnétique, synonyme de transi-
tion spin-Peierls (& plus basse température que le composé pur). Quand la température
diminue encore, on observe une seconde transition. La susceptibilité magnétique s’an-
nule alors mais seulement dans une seule direction (c en général et a pour le dopage
au Ni, voir figure 1.22). Elle tend vers une constante finie pour les autres orientations.
Ce comportement correspond a une transition antiferromagnétique. Le dopage a donc
pour effet de diminuer, voire de faire disparaitre la température spin-Peierls, et de créer
une température de Néel Ty finie.

Pour les faibles concentrations (c’est-a-dire quand la phase spin-Peierls existe encore
a basse température), la variation de la susceptibilité magnétique a été approchée entre
Ty et Tsp par une partie spin-Peierls, et une partie type Curie-Weiss, pour rendre
compte des spins 1/2 localisés, libérés par les impuretés. Leur nombre est alors évalué
(sous la température Tsp) par leur contribution dans la susceptibilité magnétique. Il
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

apparait ainsi que chaque impureté non magnétique Zn ou Mg (substituée sur les sites
de cuivre) libére un spin 1/2 [68, 67, 69]. Un dopage en Si sur les sites de Ge semble trois
fois plus efficace, c’est-a-dire que trois spins 1/2 sont libérés par chaque Ge substitué.
Cela peut s’interpréter, dans la mesure ou, selon KHOMSKII et coll. [30], le Ge joue
un role essentiel dans le superéchange entre spins 1/2 plus proches voisins pour deux
chaines différentes. Néanmoins, cette théorie n’expliquerait qu’un facteur deux entre les
dopages sur les sites de Ge et sur ceux de Cu. Une explication de ce désaccord pourrait
étre que les deux spins 1/2 libérés par I'insertion d’'un Ge ne sont pas indépendants,
et donc, que leur prise en compte dans la susceptibilité magnétique par contribution
de type Curie-Weiss n’est qu’approximative. Les effets du dopage en Ni présentent
quelques différences. Notamment, un cross-over a été observé vers 10 K, repéré par une
irrégularité dans la variation de la susceptibilité magnétique pour des dopages un peu
plus importants que celui de la figure 1.22. Néanmoins, il semble que chaque Ni sur la
chaine libére aussi approximativement un spin 1/2 a basse température.

iii) Diagramme de phase température-dopage

Résumons les principales caractéristiques du diagramme de phase. A faible dopage
est observée & basse température une phase de coexistence (D-AF) des ordres spin-
Peierls et antiferromagnétique [66, 70, 71]. Il semble que cette caractéristique ait lieu
quel que soit le dopage x # 0 (voir [72] pour le dopage au Zn). A fort dopage, la phase
spin-Peierls (SP) disparait totalement et lorsque la température diminue, le composé
passe directement de la phase uniforme paramagnétique (U) a la phase (uniforme)
antiferromagnétique (U-AF). La limite entre ces deux régimes se situe aux alentours
de z =~ 0, 025.
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Figure 1.23 — Diagramme de phase « universel» (pourcentage d’impureté x ouy = 3z,
température) pour Cuy_, My GeOs (M=Zn, Mg et Ni) et CuGe;_,Si, O3 obtenu par étude
de la susceptibilité magnétique. L’insert est un agrandissement de la zone des faibles
dopages (figure extraite de la référence [67]).
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2 Le premier composé inorganique: CuGeQOj;

De plus, les différents types de dopage meénent a des diagrammes de phase sem-
blables [67, 73]. La seule différence est que le dopage en Si sur les sites de Ge, noté v,
semble trois fois plus efficace que le dopage sur les sites de Cu, noté x. Ainsi, dans le
diagramme de phase « universel » obtenu en figure 1.23 par étude de la susceptibilité
magnétique, le dopage est repéré par z ou y avec la correspondance y = 3z.

Il reste, néanmoins, quelques incertitudes sur I’établissement d’un diagramme de
phase précis. MASUDA et coll. [74] puis NAKAO et coll. [75] ont observé, par étude
de la susceptibilité magnétique et par diffusion de neutrons, une valeur critique du
dopage en Mg (z. =~ 0,023 ou 0,027 respectivement) pour laquelle la transition de
spin-Peierls disparait, et la température de Néel de la phase antiferromagnétique subit
une discontinuité. Une transition du premier ordre entre la phase de coexistence spin-
Peierls-antiferromagnétisme (D-AF) et la phase antiferromagnétique typique (U-AF)
a été observée. Cela conduit a des diagrammes de phase similaires a ceux de la figure
[.24. 1l est a noter que I'obervation d’une valeur critique similaire x, ~ 0,020 pour le
composé dopé au Ni confirme 'universalité du diagramme de phase vis-a-vis du type
de substituant [73].
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Figure 1.24 — Diagramme de phase (pourcentage en impureté x, température) pour
le composé Cuy_ Mg, GeOs obtenu par étude de la susceptibilité magnétique (figure
extraite de la référence [74]).

Une étude par diffraction de rayons X sur le composé Cu;_,7Zn,GeO3 suggere que,
au-dessous du dopage critique x., I’ouverture du gap de spin se passe a une température

sensiblement plus élevée que celle ou la dimérisation du réseau devient a longue portée
[76].

iv) Influence du dopage sur ’optique

Le spectre Raman est typiquement sensible a la densité d’états, et devrait présenter
de nouvelles structures dans le composé CuGeQO3 dopé. Effectivement, en figure 1.25, on
constate tres clairement que la conséquence la plus marquante du dopage est la modifi-
cation du spectre & basse énergie sous I’état 1ié, mentionné précédemment & 29,7 cm .
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

On note ’apparition d’une nouvelle excitation bien définie & environ 15 cm!. Cette
résonance est synonyme d’un nouvel état lié singulet sous le continuum, dans le-
quel les impuretés non magnétiques sont impliquées. Nous reviendrons plus tard sur ce
point, de maniere plus théorique (voir pages 104 et 116).
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Figure 1.25 — Intensité Raman obtenue sur divers monocristaux de Cuy_,Zn, GeOs
avec x compris entre 0 (composé CuGeOs pur) et 0,033 ¢ T = 2,2 K. Les inserts
montrent le poids (en haut) et I’énergie (en bas) associés a la résonance liée & 'impureté
(d) et a la résonance correspondant d un état lié magnélique observé pour le composé
pur a environ 30 cm™ ! () en fonction du dopage x (figure extraite de la référence [77]).

Le second composé inorganique: NaV,0j;

o/-NaV,0s5 (appelé dans la suite de cette these NaV,05) est 'un des composés de
la famille Na, V5,05 pour lesquels sept phases ont été déterminés en fonction de x [78].
La phase o/ (0,7 < z < 1,0) est un isolant, qui cristallise & température ambiante dans
une structure orthorhombique. Les parameétres de maille sont, a température ambiante,
a=11,3A,b=3,6A et c =4,8 A. Sa structure est faite de doubles chaines de
pyramides légerement distordues VO3 le long de I’axe b pointant alternativement vers
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3 Le second composé inorganique: NaV,0;5

le haut et vers le bas, en partageant une aréte (voir figure 1.26). Ces doubles chaines
sont liées entre elles par des sommets communs de pyramides, pour former les couches
ab. Ces couches sont quant a elles séparées par des ions sodium résidant entre les plans.
Ainsi la cellule élémentaire contient deux motifs pyramidaux dans la direction a (c’est-
a-dire que selon a, quatre chaines font partie de la cellule élémentaire), et un seul dans
les directions b et ¢ (voir par exemple la figure 1.30 pour une vue schématique des plans
ab).

Figure 1.26 — Structure cristalline de NaV,0s5. Les sommets des pyramides sont oc-
cupés par les oxygenes alors que les tons vanadium résident au centre de ces mémes
pyramides (figure extraite de la référence [79]).

En 1975, CARPY et GALY ont réalisé des expériences de rayons X a température
ambiante sur des échantillons de polycristaux de NaV,0Os, et lui ont attribué le groupe
d’espace non centrosymétrique P2;mn [80]. Plus précisément, selon cette hypothese, les
ions vanadium sont alternativement, une chaine sur deux, dans ’état V4T, et portent
un spin 1/2 ou dans I'état VT, et sont donc non magnétiques. Pour résumer, selon cette
structure, les chaines de spin 1/2 sont séparées par des chaines non magnétiques, ce qui
devrait conférer au composé un bon caractere unidimensionnel. Notons que NaV,0O5 et
CaV,05 sont isostructuraux, la différence étant que tous les ions vanadium sont dans
'état V5T,

En 1996, ISOBE et UEDA [15] ont effectué des mesures de susceptibilité magnétique
sur des poudres de NaV,Os. 11 ont constaté une rapide décroissance de la susceptibilité
magnétique au-dessous de 34 K, suggérant une transition de spin-Peierls (voir figure
1.27). De plus, la susceptibilité a haute température est trés précisément reproduite
par celle d’'une chaine spin 1/2, dite de BONNER-FISHER [19], ce qui corrobore la
structure proposée. L’intégrale d’échange entre premiers voisins a ainsi été évaluée a
environ 560 K, en bon accord avec la valeur J ~ 530 K obtenue de la méme maniere
sur d’autres échantillons, a priori de moindre qualité [81]. On notera que la chute
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Chapitre I. Présentation de composés spin-Peierls

de la susceptibilité observée est tres sensible a une éventuelle déficience en Na, vu
qu’elle n’est plus observée pour z < 0,97 (et évidemment pour z > 1) sur le composé
Na, V505 [82]. En 1997, WEIDEN et coll. [83] ont réalisé la méme expérience, mais
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Figure 1.27 — Susceptibilité magnétique obtenue pour une poudre de NaVyOs. Le trait
continu indique un fit par la loi de BONNER-FISHER (figure extraite de la référence

[15]).

sur un monocristal de NaV,0s5. Ils ont clairement observé une décroissance isotrope
de la susceptibilité, et ont constaté une certaine dépendance de la température de
transition vis-a-vis du champ magnétique qui, quoique bien plus faible que dans le cas de
CuGeOs3 par exemple, montre la nature magnétique de la transition. Leur estimation de
I'intégrale d’échange est d’environ J ~ 440 K| et ils ont déduit de la forme exponentielle
de la décroissance un gap de spin A% ~ 85 K ~ 7,3 meV, soit un rapport A% /J ~
0,19.

Des mesures de diffusion de rayons X ont mis en évidence ’apparition de pics de
superstructure pour les vecteurs d’onde du type (1/2,1/2,1/4) [84, 85]. Cela implique
une dimérisation de la chaine selon 1’axe b. De maniere plus surprenante, la cellule
élémentaire comprend quatre unités selon a et ¢ sous la température critique (a haute
température, il y a déja deux motifs selon a dans la cellule élémentaire). Nous tente-
rons d’interpréter ce point plus tard. L’intensité associée a un pic de superstructure
s’annule typiquement & la température de transition comme (T — Tgp)?® avec 8 ~ 0, 2
[84] ou # ~ 0,15 [85], ce qui indique une transition du second ordre. Des fluctuations
prétransitionnelles ont été détectées jusqu'a 90 K. Ces fluctuations sont tridimension-
nelles jusqu’a ~ 50 K, et unidimensionnelles au-dela de ~ 60 K [85].

Des expériences de diffusion inélastique de neutrons sur une poudre de NaV,05 ont
mesuré un gap de spin d’environ 9, 8 meV dans la direction (1,1/2,0) [84]. Cette estima-
tion est en bon accord avec la mesure réalisée a partir de la susceptibilité magnétique,
et avec d’autres expériences de neutrons ultérieures réalisées sur des monocristaux [86].

De plus, une étude de RMN sur les 2Na, effectuée sur une poudre alignée magnéti-
quement, a montré une transition de phase a 34 K [87]. En effet, deux sites de sodium

28



3 Le second composé inorganique: NaV,0;

inéquivalents apparaissent sous la température critique. Un gap de ~ 98 K a aussi été
déduit de la décroissance exponentielle de la susceptibilité de spin.

Les mesures de réflectivité infrarouge, sur des monocristaux de NaV,05 a tempéra-
ture ambiante, montrent un spectre typique d’un isolant. Cependant, contrairement au
cas de CuGeOgs, tous les modes attendus n’ont pas été observés [79]. De nouvelles lignes
phononiques associées a la transition ont été observées selon les axes b et ¢ [88] (voir
figure 1.28), notamment & 718 cm™! selon b. Le poids de ce dernier pic varie comme
(1 —T/Tsp)? (avec B =~ 0,25) autour de la transition [88], en accord qualitatif avec
les résulats de rayons X.
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Figure 1.28 — Dépendance détaillée en température de la réflectivitité infrarouge d’un
monocristal de NaVy0s. (a): E || a et les températures sont de haut en bas: 21,8, 25,
29, 32, 37 et 300 K. (b): E || b et les températures sont de haut en bas: 21,8, 24, 27,1,
29,5, 32, 33,5, 34,3, 35,3, 38 et 300 K (figure extraite de la référence [88], publication
n° 3).

Ainsi, NaV,05 semble présenter toutes les caractéristiques d’un systeéme spin-Peierls
unidimensionnel modeéle. Cependant la relation de champ moyen 2A% /kTgp ~ 3,5,
pourtant vérifiée par les composés organiques et CuGeQOs, prend dans ce cas la valeur
inhabituelle de 6,5. De plus, selon les expériences, la température de transition varie
d’environ un Kelvin. Alors, des mesures de dilatation thermique et de chaleur spécifique
sur des monocristaux [89] ont montré, en fait, deux transitions de phase treés voisines:
une aigué du premier ordre a &~ 33 £ 0,1 K, vraisemblablement structurale, puis une
du second ordre a = 32,7+ 0,1 K, probablement de type spin-Peierls. Une expérience
de RMN sur les >V d’un monocristal de NaV,0j5 réalisée par OHAMA et coll. [90] a
montré, qu’au-dessus de la transition, existait un seul type d’ions vanadium, dans 1’état
moyen V45t Par contre, sous la transition, deux types de vanadium, typiquement V*+
et V5 coexistaient (voir figure 1.29). La transition de phase comprend donc une mise
en ordre des charges.

Finalement, début 1998, de nouvelles études de diffusion de rayons X sur des mo-
nocristaux de NaV,05 ont montré qu’a température ambiante, le composé appartient
au groupe d’espace centrosymétrique Pmmn [91, 92]. La conséquence majeure est que
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Figure 1.29 — Dépendance en température du spectre RMN sur les >V pour H selon c
a fréquence fire v = 41,7 MHz sur un monocristal de NaVyOs. Les lignes correspondent
au troisiéme satellite (le petit pic central correspond au satellite suivant) (figure extraite
de la référence [90]).

tous les sites de vanadium sont équivalents (de valence 4,5), et que l'interprétation de
NaV50s5 en tant que chaine de spin unidimensionnelle ne tient plus. NaV,05 doit étre
considéré comme une échelle 1/4 remplie et le couplage entre ces échelles est de type
zigzag, formant un réseau dit en treillis.

Une expérience conjointe de diffraction de neutrons et de rayons X sur des mono-
cristaux de NaV,05 a permis de commencer a élucider la structure de la distorsion
sous la température de transition [93]. En effet, chaque type d’atome est plus ou moins
sensible aux neutrons ou aux rayons X, et, par recoupement, on en déduit tous les
déplacements. Ainsi, la modulation structurale est essentiellement due au déplacement
des ions vanadium. Une alternance court-long-long-long des atomes selon les chaines
zigzag a été proposée (voir figure 1.30). Cette structure explique aisément le vecteur
(1/2,1/2,1/4) de la modulation observée aux rayons X. On comprend que la maille soit
doublée selon a et b par une telle distorsion. De plus, il est possible d’empiler de tels
plans en les décalant de facon a obtenir une période 4, méme s’il n’y a pas unicité pour
la maniere de procéder.

Du point de vue théorique, la situation laisse place a plusieurs interprétations.
Les valeurs par exemple des intégrales de saut sont assez dispersées: t; ~ 0,35 eV,
t) ~ 0,15 eV et tyy ~ 0,012 eV [91] (t,, est 'intégrale de saut selon la chaine zigzag et
t1, t concernent les échelles), alors que ¢, =~ 0,35 eV selon [94]. Le caractere isolant de
NaV,05 peut étre aisément compris dans le cadre d’une échelle Hubbard ou t-J quart

30



3 Le second composé inorganique: NaV,0;

remplie. Si ¢ est petit (¢ < ¢1/2 dans la limite d’une tres grande répulsion sur site U),
le modele possede un gap de charge de ’ordre de la différence 2¢, entre les états liant et
antiliant sur les barreaux. Dans I’état isolant, le fondamental correspond a exactement
un électron occupant I’état liant de chaque barreau, et il a été proposé que dans ce
cas, les processus de basse énergie peuvent étre décrits en terme d’une chaine d’Heisen-
berg [94, 91] (chaque échelle devient alors une chaine de spin effective), semblable & la
premiere modélisation du composé. Cependant, tous les ions vanadium sont équivalents
dans ce modele. D’autres modeles plus sophistiqués ont été avancés pour expliquer la
mise en ordre de charge observée expérimentalement [95, 96, 97, 98, 99, 100]. L’interac-
tion coulombienne intersite joue un role majeur dans ’apparition d’un ordre de charge.
Il a été proposé [98] que la répulsion entre électrons sur des chaines voisines mene a des
charges localisées sur un seul montant des échelles, conformément a l'image originelle
du composé, ou a un ordre de type zigzag sur les échelles [95, 96, 97]. MOSTOVOY et
KHOMSKII [96] ont suggéré que le couplage avec le réseau pouvait stabiliser I’ordre zig-
zag. RIERA et POILBLANC [99] ont notamment montré qu’un couplage avec le réseau
de type Holstein était aussi important que la répulsion coulombienne intersite pour
obtenir une disproportion de charge. De plus, sur un réseau en treillis comportant de
plus un couplage de type spin-Peierls, une alternance de liens faibles et forts selon la
chaine zigzag peut étre obtenue, avec des charges plutot localisées sur les liens faibles.
La seule différence avec la configuration observée expérimentalement (voir figure 1.30)
est que le lien faible central est plus faible que ses deux voisins, c’est-a-dire que les
distances entre les vanadiums varient plutot sinusoidalement, mais toujours avec une
période 4.

Le spectre des excitations magnétiques de basse énergie obtenues par diffusion Ra-
man est plus riche que dans le cas de CuGeQO3, ou une seule résonance de basse énergie
a été mise en évidence sous le continuum. LEMMENS et coll. [101] ont observé sur le
composé NaV,05 une diminution de I'intensité du bruit de fond pour des fréquences

Figure 1.30 — Structure schématique de la structure des plans ab sous la température
de transition selon la référence [93]. Les pyramides foncées pointent vers le bas, et
les claires vers le haut (ou linverse). Les liens épais le long des chaines zigzag sont
raccourcis alors que les fins sont allongés.
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inférieures & 130 cm™!. Trois modes & 67, 107 et 134 cm™! (voir figure 1.31) ont été
identifiés comme des états liés de basse énergie. En effet, la dépendance en température
de leur intensité est tres semblable a celle du pic de basse énergie observé sur CuGeQOs.
Les modeles théoriques existant dans le cadre des échelles ou des réseaux en treillis ne
permettent encore pas d’interpréter ces résultats.
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Figure 1.31 — Spectres Raman obtenus sur des monocristaux de NaVoOs pour trois
configurations de diffusion dans le plan ab ¢ T = 5 K et T = 60 K. On distingue
notamment trois résonances de basse énergie sous le continuum (figure extraite de la
référence [101]).

Conclusion partielle

Apres avoir considéré les principaux résultats expérimentaux sur les composés spin-
Peierls et particulierement CuGeQOs, nous essaierons dans les chapitres suivants de les
interpréter d’'un point de vue théorique. Les modeles envisagés devront absolument
posséder un gap de spin associé a une distorsion du réseau. De plus, des états liés
de basse énergie singulet (observé par diffusion Raman) et triplet (observé par dif-
fusion inélastique de neutrons) doivent étre présents. La présence d’'un mode mou ne
semble par contre pas requise d’apres les expériences de neutrons sur CuGeQOs. Ensuite,
la présence d’'impuretés augmente le nombre d’états liés (expériences de susceptibi-
lité magnétique ou de diffusion Raman). Enfin, la coexistence entre ordres antiferro-
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4 Conclusion partielle

magnétique et spin-Peierls doit pouvoir étre interprétée. Ainsi, toutes les motivations
précédentes devront rester a ’esprit lors de ’étude théorique qui suit.
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Chapitre 11

Modeles et méthodes numériques

es hamiltoniens unidimensionnels de spin quantiques sont des objets faciles
a définir, tres étudiés d’un point de vue théorique et suffisamment complexes
pour comporter assez peu de résultats analytiques exacts. Ainsi, la résolution
en 1931 par Ansatz de BETHE [102] du hamiltonien a priori le plus simple
pour des spins 1/2, appelé hamiltonien d’Heisenberg, est déja non triviale et ne fournit
que I'énergie du fondamental ainsi qu'une expression complexe de sa fonction d’onde.
L1eB, SCHULTZ et MATTIS (LSM) [103] ont construit en 1962 pour les hamiltoniens de
spin 1/2 (puis demi entier) invariants par translation spatiale et par rotation de spin
(donc notamment pour le hamiltonien d’Heisenberg) un état orthogonal au fondamental
et infiniment proche en énergie, ce qui implique typiquement ’absence de gap dans de
tels systemes. En 1969, MAJUMDAR et GHOSH ont obtenu sous une forme tres simple
I’expression du fondamental pour une extension du hamiltonien d’Heisenberg incluant
un couplage entre seconds voisins [104]. AFFLECK, KENNEDY, LIEB et TASAKI ont
ensuite montré en 1988 que l'on pouvait construire une classe de modeles, incluant
celui de MAJUMDAR et GHOSH, dont on connait le fondamental sous une expression
simple [105].
Ainsi, jusqu’au début des années 1980, par généralisation tacite du théroreme LSM,
il était communément admis que toutes les chaines de spin quantiques ne comportaient
pas de gap de spin. HALDANE a alors montré par une approche type modele o-non
linéaire que les chaines de spin entier et demi-entier avaient en fait un comportement
fondamentalement différent [106]. Ce résultat fut confirmé numériquement [107, 108] et
quelques années plus tard expérimentalement, typiquement sur les composés CsNiCls
[109] (le premier chronologiquement, mais comportant un couplage interchaine rendant
'interprétation difficile) et Ni(CyHgNy)o NOo C104 (NENP) [110]. Ainsi, la synthese de
nombreux composés, notamment organiques, a relancé la physique des chaines de spin,
permettant de multiples comparaisons entre théorie et expérience. Plus récemment, la
découverte en 1993 du premier composé spin-Peierls inorganique CuGeOjs [14] a de
nouveau suscité une grande activité théorique et expérimentale sur les chaines de spin.
La premiere partie de ce chapitre est une introduction aux modeles spin-Peierls.
Nous allons dans un premier temps précisément établir ’expression des principaux
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modeles permettant de décrire les composés spin-Peierls, c’est-a-dire la chaine d’Heisen-
berg statiquement dimérisée puis couplée a des phonons adiabatiques ou dynamiques et
ensuite rappeler ou mettre en évidence leurs propriétés fondamentales. Cependant, les
phénomenes physiques impliqués et donc les modélisations correspondantes sont sou-
vent trop complexes pour pouvoir étre traités analytiquement de facon satisfaisante.
Des traitements numériques sont alors nécessaires afin d’obtenir des résultats quanti-
tatifs directement confrontables aux expériences. Par exemple, en 1964, BONNER et
FISHER [19] ont montré dans un article pionnier 'extréme utilité de la Diagonalisa-
tion Exacte pour les chaines de spin unidimensionnelles. Ainsi, lors de la deuxiéme
partie, nous décrivons chronologiquement dans leurs grands principes les trois princi-
pales méthodes numériques permettant de traiter les problemes de fermions fortement
corrélés, soit explicitement la Diagonalisation Exacte, le Monte-Carlo Quantique et le
Groupe de Renormalisation de la Matrice Densité (DMRG en anglais). Il est a noter que
cette partie présente par conséquent un intéret principalement technique et le lecteur
non spécialiste et non intéressé pourra directement passer a la suite. La troisieme partie
est consacrée a quelques illustrations fondamentales de ces techniques numériques sur
les modeles spin-Peierls. On abordera notamment les spécificités numériques propres a
chaque modele.

Description des principaux modeles

1.1 Introduction

Les chaines spin-Peierls sont typiquement décrites au-dessus de la température de
transition comme des chaines (antiferromagnétiques) de spin 1/2 modélisées par le
hamiltonien d’Heisenberg:

HHeisenberg = JZ gi-§i+1- (1)
%

Cependant, dans le cas de CuGeOs, la dépendance de la susceptibilité en fonction
de la température est tres mal reproduite par la loi de BONNER-FISHER [19] (voir la
figure 1.7). RIERA et DOBRY [111] puis CASTILLA, CHAKRAVARTY et EMERY [112]
ont proposé d’inclure une interaction antiferromagnétique .J; entre seconds voisins:

Htrustre = JZ gi-§i+1 + Jo Z gi-§i+2- (2)

Ce nouveau terme est dit frustrant car dans 'image classique, il est impossible de mini-
miser simultanément les termes premiers et seconds voisins. La valeur de la frustration
a = Jo/J permet de fixer la position du maximum de la susceptibilité et I’accord avec
les résultats expérimentaux est trés bon (figure I1.1). Des résultats tels que J ~ 160 K,
a~0,36 et J ~ 120 K, a =~ 0,24 ont été respectivement obtenus, montrant la forte
frustration du composé. Des études ultérieures ont confirmé le premier jeu de valeurs
[113, 114].

36



1 Description des principaux modeles

a
N
T
S

a
o
T

o
®
T
e,
3
)
|
A

o o

> o

T

]
1

1000 susceptibility (emu/mole)
1

T

T

L 1 " n L
o 50 100 150 200 250 300
T (K

Figure I11.1 — Comparaison entre les susceptibilités magnétiques de HASE et coll.
[14] selon les trois azes cristallographiques, sur une poudre de CuGeOs (ligne avec
tirets) et par Diagonalisation Ezacte d’une chaine d’Heisenberg frustrée de 16 sites
avec J =160 K et a = 0,36 (ligne continue) (figure extraite de la référence [111]).

Au-dessous de la transition, dans la phase dimérisée, un terme de dimérisation
est explicitement ajouté au hamiltonien, ce qui constitue en quelque sorte le « modele
standard » des composés spin-Peierls:

- =

H=1J [L+(-1)'0]5.Si1 +at Y Si.Sie, (3)

ol d est la dimérisation. L’interaction entre premiers voisins prend alternativement
les valeurs J(1 + J) et J(1 — J), représentant des liens forts et faibles. J est alors
ajusté de telle fagon que le modele possede le gap de spin expérimental a température
nulle. RIERA et DOBRY ont proposé la (faible) valeur § ~ 0,014 pour CuGeOj3. On
peut a ’aide de ce modele calculer la dépendance du gap de spin en la température.
L’énergie libre F = H+ K| Y, 6%/2 (K| est la constante de raideur du réseau) doit étre
minimale & température nulle pour le § donnant le gap de spin expérimental, ce qui
fixe K. Ainsi, & partir de 1a, on calcule §(7°) (qui minimise F(7")) puis par conséquent
le gap de spin A% (T). La comparaison avec les valeurs expérimentales obtenues par
exemple par neutrons [34] est trés bonne, ce qui permet de valider le modele de la
chaine d’Heisenberg frustrée et dimérisée dans le contexte des composés spin-Peierls
[111].

1.2 Chaine d’Heisenberg frustrée et explicitement dimérisée

Dans cette partie, nous allons rappeler les principales caractéristiques de la chaine
d’Heisenberg frustrée et dimérisée (équation (3)). En tout premier lieu, rappelons que
le hamiltonien dépend de deux parameétres: la frustration « et la dimérisation . J,
quant a lui, est factorisable et fixe 1’échelle d’énergie.
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i) Chaine uniforme

Nous nous intéressons tout d’abord a la chaine frustrée mais non explicitement

dimérisée (0 = 0). Quelques résultats exacts sont connus:

— Depuis BETHE en 1931 [102], on sait que 1’énergie par site de la chaine d’Hei-

senberg pure (o = 0, § = 0) infinie vaut ey = (3 —In2).J et depuis 1962 que le
spectre d’excitation comporte un continuum d’excitations a partir du fondamen-
tal (théoreme LSM) [103]. Il convient de replacer ce résultat dans le contexte plus
général des chaines de spin S (avec le méme hamiltonien (3) o v = 0 et § = 0).
HALDANE a montré en 1983 par une approche du type modeéle o-non linéaire que
les chaines de spin S demi-entier ne comportaient pas de gap, contrairement aux
chaines de spin S entier [106]. Par exemple, A% (S = 1) ~ 0,41J [108, 115] et
A% (S =2) ~0,081J [116] (en fait, le gap varie typiquement comme exp(—S)).

Au point de frustration o = 0,5 (voir figure 11.2), MAJUMDAR et GHOSH (MG)
[104] ont montré que le fondamental pour une chaine paire de longueur L = 2N
(avec conditions aux limites ouvertes ou périodiques) s’écrit comme un produit
de singulets déconnectés:

U =[1,2][3,4] --- [2N —1,2N],

ou [1, 2] est le singulet sur les sites 1-2. Il est en effet facile de montrer que cet état
est état propre du hamiltonien avec une énergie minimale (’énergie est minimale
sur chaque lien donc aussi minimale globalement).

Ce fondamental brise la symétrie de translation dans le cas utilisant des conditions
aux limites périodiques. Le fondamental est alors au moins deux fois dégénéré (la
translation élémentaire relie ces deux états) (figure 11.3). En fait, le fondamental
est alors exactement deux fois dégénéré [117].

oJ

o o9 o0 o9 (A
ou
- O o0—0 o0—0 0—0 0O (B)

Figure 11.2 — Image =zigzag de Figure 11.3 — Les deuz fondamentaux
la chaine MG. Les traits pleins de la chaine MG périodique (les traits
représentent les liens premiers voisins pleins représentent des liens singulets).

et les tirets les seconds v0isins.
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La forme exacte de certains états excités a aussi été donnée sous une expression
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assez simple par CASPERS et MAGNUS [119]: un triplet et un singulet possédant
une énergie J au-dessus du fondamental sont connus.

Il est important de noter qu’au point MG la longueur de corrélation magnétique
est minimale (typiquement 2 sites) et lors de simulations numériques, il est
intéressant de se placer a son voisinage pour minimiser les effets de taille finie.

La question qui survient alors est de savoir pour quelle frustration «, le gap de
spin s’ouvre. Pour des spins classiques, il existe une valeur critique o, = 0,25: au-
dessous, on a un ordre de Néel classique et au-dessus une structure hélicoidale de vecteur
k = arccos(—1/4«). Pour des spins 1/2 (quantiques), la situation est nettement plus
complexe. L’étude des excitations de basse énergie par bosonisation permet d’apporter
des réponses.

Bosonisation de la chaine de spin 1/2 unidimensionnelle

Nous allons donc nous intéresser aux excitations du systeme de basse énergie par
la méthode de bosonisation. Le principe est de se ramener a un modele de fermions
unidimensionnel décrit génériquement par le liquide de Luttinger. Les excitations de
basse énergie ont alors un caractere bosonique et les opérateurs fermioniques peuvent
étre réécrits de maniere bosonique. Ce paragraphe ne constitue qu'un bref rappel des
résultats et pour plus de détails sur la procédure générale de bosonisation, on pourra
se rapporter a [120, 121, 122, 123, 124].

Le premier point est de transformer les spins 1/2 en des fermions sans spin par
la transformation de JORDAN-WIGNER [9]. L’idée est d’introduire en chaque site un
opérateur d’annihilation de fermions ¥, et de poser S? = WIW, —1/2 =n; —1/2 (un
spin vers le haut est assimilé a un fermion et un spin vers le bas a une absence de
fermion). Le plus simple serait de poser ¥; = S;, mais les relations d’anticommutation
ne sont alors pas vérifiées. La bonne expression est :

1—1
S; =W, cos(im Zn])
j=1

Le hamiltonien XXZ, qui est une généralisation du hamiltonien d’Heisenberg avec une
symétrie plus faible, s’écrit alors:

J
Hxxz = ) Z(S{FS;A + Si_Si—:—l) + 5757

J . .
= _5 Z(\Ij;r—t—lqlz + \If;-r\I/H_l) + J, Z(nz — 5)(7%,_1_1 _ 5)

Les termes selon XY et selon Z prennent alors une signification tres différente. En
effet, le premier correspond & un terme de saut alors que le second apparait comme
une interaction entre fermions premiers voisins. La chaine de spin est donc équivalente
a ce que 'on appelle le modele t-V. Le fait de se placer dans le secteur S* = 0 revient a
étre au demi-remplissage, ce qui implique la présence de termes d’interaction Umklapp.
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Apres linéarisation du spectre au voisinage du niveau de Fermi kr = 7/2 (on
s’intéresse aux propriétés de basse énergie) et passage au continu, on introduit selon la
procédure de bosonisation les champs bosoniques ® et II, ou II est le conjugué de . Il
est commode de considérer aussi § = 7 [ Il dz. Les opérateurs de spin s’écrivent alors:

—16(x) )
S*(z) = i/ﬁ (e_“””/a + cos 2®(z)) ,
1 inz/a COS 2@ (x
§*(a) = L 0,0(x) + enele O 22, @

ou a est le pas du réseau. Grossierement, les champs 2® et  peuvent étre vus comme
des angles. D’apres l'expression précédente (4), 2 représente 1’angle entre le spin et
I’axe z alors que 6 est celui entre ’axe x et la projection du spin dans le plan xOy. Au
demi-remplissage, un terme Umklapp a 4kg est présent et le hamiltonien XXZ bosonisé
est alors:

_ d_:L‘ 2 g 2\ 20'Jz
Hxxz = / o= (UK(WH) + K(ﬁaﬁ) ) L /d:v cos(49),

ol, dans la limite perturbative J, < J, K =1 —2J,/nJ et u = aJ(1 + 2J,/7J).

Dans un premier temps, ignorons le terme en cos(4®). On a alors affaire & un liquide
de Luttinger. Le systéme est critique et toutes les fonctions de corrélation sont donc
en lois de puissance dont I’exposant ne dépend que de K. Explicitement, on obtient
pour les fonctions de corrélation ordonnées temporellement entre (0,0) et (z,7) (voir
par exemple [121, 122]):

m2K /4
<TTeim‘I>(a:,T) efim<I>(0,0)> _ ( 1 )

22 + u?7?

m2/AK
. . 1
<TT€zm9(a:,7') e—zm0(0,0)> — ( > ’ (5)

2 + u27?

ou 7 est le temps imaginaire de Matsubara et on s’est placé dans la limite de température
nulle. En particulier, les fonctions de corrélation spin-spin sont, vu la forme des opéra-
teurs de spin en formule (4):

(T,5%(z,7)S7(0,0)) = 1 (#)KH/‘*K ur? — g2 N (=1)® ( 1 )1/4[(

©2m \ w272 + 22 u?r? + 22 T \u?r? 4+ 22
K u?r? — 2 (—1)* 1 K
T,5%(x,7)5%(0,0)) = — , 6
< (z,7)5%(0,0)) 21 (u?1? + 22)? + 2 (u?T2 +x2> (6)

Il est & noter que pour le modele XY (qui correspond a des fermions libres), on
obtient le hamiltonien d’un oscillateur unidimensionnel: les particules qui bougent
dans un sens entrainent les autres dans un méme mouvement collectif. Dans ce cas, on
aalors K =1et u= Ja.
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Modeéle sine-Gordon

Le hamiltonien précédent au complet est plus complexe a appréhender. On est en
fait dans un cas particulier du modele sine-Gordon (SG):

Hse = / do <’U,K(7TH)2 + l(aﬁb)?) + g/dx cos(m®). (7)
2m K

Calculons la dimension du terme d’interaction déduite de ’expression des fonctions de
corrélations (5): par exemple, on obtient ainsi [cos(m®)] = mK?/4. Par conséquent
1 = [g] — 1+ m*K/4, soit [g] = 2 — m?K /4. Suivant le signe de la dimension du
terme d’interaction, on peut connaitre son comportement par rapport a un changement
d’échelle. Si [g] = 0 (> 0, < 0), le terme est marginal (pertinent, non pertinent).
Ainsi, pour K < 8/m?, I'interaction est pertinente. Cette analyse est en accord avec le
traitement en groupe de renormalisation & 'ordre le plus bas de JOSE et coll. [125]:

dK 0

i

a )
i (2—-m?K/4)g.

Ce sont les équations de KOSTERLITZ-THOULESS (KT) [126] pour le modele XY (clas-
sique) bidimensionnel. En fait, la fonction de partition SG est la méme que celle
d’un gaz de Coulomb bidimensionnel de température o< 1/K. Donc & grand K (faible
température), le couplage n’est pas pertinent et on a une phase critique avec corrélations
en lois de puissance. Quand le couplage devient pertinent (haute température), les
corrélations décroissent alors exponentiellement.

Le diagramme de flot est représenté en figure I1.4. Deux situations sont possibles.
Soit g — 0 et K — K™ : on tend vers le point fixe liquide de Luttinger, soit g — oo et
K — 0: on est alors dans la limite couplage fort et le liquide de Luttinger est détruit.

92

Figure I1.4 — Diagramme de flot \\//
de type Kosterlitz- Thouless (K ,g?)
du modele sine-Gordon. /
8/m? K

Conclusions pour la chaine de spin

Pour la chaine d’Heisenberg, on est typiquement dans le cas ou on tend vers le
liquide de Luttinger. Il n’y a aucun gap et on observe un quasi-ordre a longue distance.
Les parametres nus exacts de la théorie ne sont pas accessibles par bosonisation mais
I'isotropie des fonctions de corrélation spin-spin (formule (6)) impose K* = 1/2 (la
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valeur de K™* aurait aussi pu étre obtenue a partir de la résolution exacte par Ansatz
de Bethe [127]). L’interaction est alors marginalement non pertinente ([g] = 0), mais
engendre tout de méme des corrections logarithmiques aux fonctions de corrélation en
lois de puissance (6), ce qui explique par exemple que les corrélations spin-spin de la
chaine d’Heisenberg ne soient pas exactement en loi de puissance.

Intéressons-nous maintenant a 1’effet d’une interaction frustrante entre seconds voi-
sins. Pour une petite frustration, la vitesse u* est renormalisée mais par isotropie K*
reste égal a 1/2. Si la frustration augmente suffisamment jusqu’a une valeur critique a,
la situation change radicalement. Le terme d’interaction marginalement non pertinent
devient marginalement pertinent lorsque sa valeur nue change de signe. Le terme d’in-
teraction se réécrit donc formellement comme (a— ) cos(4®) (et change bien entendu
les valeurs de u* et K*). On s’éloigne alors du liquide de Luttinger et un gap de spin
A% o el/(@=ee) typique de la transition KT s’ouvre [128, 129]. La symétrie élémentaire
de translation est brisée, le fondamental devient deux fois dégénéré 2® = +7/2 corres-
pondant a l'invariance 2& — 2® + 7 (2P est la grandeur physique, voir 4). En fait,
la situation au point MG est représentative pour toute la phase avec gap de spin. Ce
résultat n’est pas en contradiction avec le théoreme de Mermin-Wagner : une symétrie
est brisée spontanément en dimension un a température nulle mais cette symétrie est
discrete.

Estimation de a,

HALDANE a évalué par bosonisation (donc dans la limite des excitations de basse
énergie) a, = 1/6 [130, 131]. D’autres travaux similaires ont par la suite proposé les
valeurs suivantes, notamment o, = 1/3 [132] ou o, ~ 0,3 [133] (voir page 62 pour la
valeur précise de o, obtenue numériquement).

ii) Chaine dimérisée
Il faut alors ajouter le terme suivant suivant au hamiltonien :

—

Hp=J5Y (-1)'S;.Si. (9)

Son premier effet est de rompre l'invariance par translation et d’ouvrir un gap de spin
quelles que soient les valeurs des autres parametres. Ce nouveau terme prend alors la
forme bosonisée [129, 133]:

dr .
Hp = cb / % sin (20), (10)

oll ¢ est une constante. Déja, si on néglige les fluctuations quantiques, par exemple dans
le cadre de ’approximation harmonique autocohérente, on voit que le seul fondamental
envisageable est 20 = 7 /2. De plus, la dimension du couplage 0 est cette fois-ci stricte-
ment positive: [0] = 3/2. La dimérisation est ainsi toujours pertinente et ouvre un gap
de spin. On obtient ainsi généralement un hamiltonien sine-Gordon a deux fréquences
que ’on ne sait pas résoudre exactement.
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Pour a < ., le terme Umklapp a 4kr est marginalement non pertinent. Nous
pouvons donc l'ignorer. La présence de la dimérisation change totalement la nature du
fondamental. En se ramenant au modele de Thirring massif exactement soluble par An-
satz de Bethe [134], on conclut que le gap de spin A% varie comme §%/3, conformément
au résulat de CrROss et FISHER [11]. En fait, cette dépendance n’est exacte que dans
le cas ou le terme Umklapp est nul (c’est-a-dire & = ;). Dans les autres cas (a < a,),
des corrections logarithmiques sont présentes. De plus, ’analogie avec le modele de
Thirring massif indique aussi que le rapport entre le gap singulet-singulet A% et le gap
singulet-triplet A% vaut v/3 (toujours dans la limite § < 1) [130, 135, 136, 129]. Les ex-
trapolations de taille finie sont néanmoins tres délicates, ce qui explique les différences
avec [137].

Pour o > a, une petite dimérisation peut étre traitée perturbativement. Le terme
sin(2®) leve la dégénérescence entre les deux fondamentaux en rompant explicitement
I'invariance par translation. En effet, les singulets ont alors tendance a se former sur les
liens forts J(1+ ). Du point de vue de la bosonisation, le nouveau terme d’interaction
rompt U'invariance 2& — 2® + 7 et favorise seul un des deux états 2& = +7/2. Un
argument élémentaire de perturbation au premier ordre prévoirait un accroissement du
gap de spin lindaire en 6 : A% (§) — A%(0) o< 6 [112]. Cependant, si la dimérisation leve
bien linéairement la dégénéresence entre les deux fondamentaux, I’action sur le premier
triplet est beaucoup plus complexe. En effet, le triplet indique le début du continuum
d’excitations (dans le cas sans dimérisation explicite) et ’argument de perturbation
au premier ordre est erroné. Une étude numérique montre que A% (§) — A% (0)
§2/3 [138, 139], conformément & des arguments dimensionnels pour le probléme d’une
particule dans un potentiel linéaire (les excitations élémentaires appelées solitons ont
alors une relation de dispersion quadratique a basse énergie et interagissent par un
potentiel linéaire ; voir 1.3, page 81) [139]:

0%®
—@ + Céx(b = E(D,

ol ¢ est une constante. Pour avoir la dépendance en § de I’énergie (qui est liée au gap
comme on le verra), on fait un changement d’échelle: z = ay. Cela donne

R2d -
(05)2/3(_W +ud) = Ed, (11)

avec o®cd = 1. Ainsi les niveaux d’énergie et donc le gap varient comme §2/3.

Il est a noter que I'expression du fondamental au point MG reste vraie sur la ligne de
points 2« + § = 1, dite ligne de SHASTRY-SUTHERLAND (SS) [140]. Bien évidemment,
il n’est alors plus dégénéré. L’expression des états excités de CASPERS et MAGNUS
reste aussi valable mais leur énergie dépend du point considéré sur la ligne SS [141]. Le
triplet posséde une énergie J(1+9) et le singulet J(1+36) par rapport au fondamental.
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1.3 Chaine de spin avec relaxation du réseau adiabatique
i) Introduction

L’un des principaux problémes du hamiltonien précédent (équation (3)) est d’intro-
duire explicitement la dimérisation dans le hamiltonien, sans savoir si cette distorsion
particuliere du réseau correspond bien a un minimum d’énergie. Dans le méme ordre
d’idée, ’apparition d’inhomogénéités dans la chaine telles que des impuretés devrait
produire des distorsions du réseau locales et ne pouvant étre décrites par un hamilto-
nien rigide. En effet, les degrés de liberté du réseau agissent sur les degrés de liberté de
spin et réciproquement, ce qui n’est pas le cas dans le hamiltonien (3). Une extension
simple est de considérer une dimérisation ¢; pouvant s’ajuster en chaque site de fagon
a minimiser 1’énergie totale :

= = = = 1
Hadiab = JZ(l +6;)Si-Sit1 + aJZ S;i-Siya + Z §K||5i2’ (12)

ol K|, est la constante de rigidité du réseau. En toute rigueur, il faudrait aussi intro-
duire une dépendance de l'intégrale d’échange entre seconds voisins par rapport a la
distorsion. En effet, les oxygenes impliqués dans les processus d’échange entre premiers
et seconds voisins sont bien les mémes. Cependant, cet effet est vraisemblablement
d’un ordre de grandeur plus faible et par la suite nous nous restreindrons au cas ou
seule I'interaction entre premiers voisins dépend de la distorsion. On remarquera que le
réseau est traité classiquement alors que les degrés de liberté de spin sont quantiques,
ce qui induit une inégalité dans la prise en compte des deux effets et correspond a
la limite ou le réseau s’ajuste tres lentement par rapport aux spins (approximation
adiabatique). Il est & noter que la chaine explicitement dimérisée vue précédemment se
retrouve en imposant §; = § (—1)%,

ii) Fondamental d’un systéme pur
Groupe de renormalisation

La technique est typiquement la méme que celle décrite précédemment pour la
dimérisation explicite. Pour le passage au continu, on pose u(z) = (—1);/a (avec
x = ia, a étant le pas du réseau). Dans ce cas, u doit alors étre une fonction lentement
variable de I’abscisse. On arrive donc au hamiltonien bosonisé :

Hoa = /;i_x (uK(wH)2 + %((%@)2) +g/dx cos(49)

m
. K ,
+ ¢ [ drusin(2®) + [ dx 5 U (13)

oll g et ¢ sont des constantes (on a précédemment vu que g x a — «.). En fait, le
hamiltonien est le méme que celui de la chaine d’Heisenberg (10) sauf que I'amplitude u
de la dimérisation est désormais spatialement variable. Le fondamental d’un tel systéme
est en fait uniformément dimérisé, méme pour une petite frustration. NAKANO et
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FukuYAMA [142] ont alors vérifié que le gain en énergie dii a la dimérisation varie
bien comme u*3 en utilisant la méthode de ’approximation harmonique autocohérente
conformément au résultat de CROSs-FISHER [11].

Dans le cas d’une chaine périodique paire, la chaine se dimérise spontanément. On
obtient donc §; = (—1)%d pour le fondamental, et par conséquent les deux modeles
explicitement dimérisé et adiabatique se rejoignent. De fortes différences surviennent
néanmoins pour I'étude des états excités ou dans le cas des systemes avec impuretés
comme nous le verrons par la suite.

Les caractéristiques typiques pour le systeme pur sont les suivantes: le réseau se
dimérise pour tout K| (ce qui signifie en d’autres mots que le systeme présente un gap
de spin pour tout couplage). En effet, pour o < a, ’énergie magnétique gagnée est en
J§*/3 [11] alors que I'énergie élastique perdue est en K| ;6%. On obtient une dimérisation
§ ~ (J/K)*? (dans la limite § < 1, ou de manitre équivalente K| > J). Cette
dépendance est bien vérifiée numériquement (voir page 66). Ainsi un gap de spin de
la forme A% ~ 623 (pour a < a.) s’ouvre [11, 138], avec une longueur de corrélation
magnétique £ ~ 672/3. Si a > a,, de méme que dans le cas d’une dimérisation explicite,
le gap s’ouvre de la méme maniere, mais a partir de sa valeur sans couplage avec le
réseau: A% — A% (§ = 0) ~ §%/3 [138]. On remarque que la présence de la frustration
rend la chaine typiquement plus sensible aux effets de distorsion du réseau.

iili) Couplage interchaine

Le modele adiabatique précédent (équation (12)) est strictement unidimensionnel.
Le caractere tridimensionnel des phonons doit aussi étre considéré par exemple sous la
forme d’un couplage interchaine élastique:

Hsp = Hadiab + K1 Z 5767, (14)

1,

ol (5? ) est la distorsion au site 4 de la chaine numéro j. Le couplage K induit par son
signe des distorsions en phase (K, < 0) ou en opposition de phase (K, > 0) sur les
chaines plus proches voisines.

Ce hamiltonien (14) peut étre simplifié en traitant le couplage interchaine en champ
moyen (CM) et en conservant toute la dynamique unidimensionelle. Dans ce cadre, pour
une chaine donnée, les z chaines voisines (v) d’une chaine donnée possédent typique-

ment la distorsion 51(”) = d,(—1)*, ce qui donne finalement :

Hsp,cm = Hadiab + K’ Z(—l)i% (15)
2
ou K' = zK | 4.

Il est a noter que la limite de la chaine rigidement dimérisée est retrouvée quand
K, — oo et K| — oo en gardant la dimérisation moyenne de la chaine constante. En
effet, un couplage interchaine infini favorise une dimérisation (c¢’est-a-dire une distorsion
de période 2) de la chaine. Cependant, pour éviter que la distorsion ne diverge, il faut
alors augmenter la raideur du réseau.
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1.4 Chaine de spin avec phonons dynamiques

Le hamiltonien adiabatique vu précédemment permet des fluctuations spatiales de
la distorsion du réseau. Néanmoins, une dissymétrie existe entre les degrés de liberté de
spin et du réseau. Ces derniers sont traités classiquement, ce qui signifie que la fréquence
des phonons est tres petite devant 1’échelle d’énergie des fluctuations magnétiques,
c’est-a-dire J, d’out le nom de modele adiabatique (les spins voient en quelque sorte
un réseau immobile). Un modele plus sophistiqué nécessite un traitement quantique
complet des degrés de liberté phononiques. La distorsion sur le lien 7 est remplacée par
un déplacement atomique relatif, comme par exemple celui d’un oxygene O(2) partici-
pant au superéchange. En introduisant les opérateurs de création bJr et de destruction
b, phononiques, il faut opérer la substitution: ¢; < g(bT + b;), ou g est le couplage
magnéto-élastique. On arrive donc a:

—

Hayn = J > (14 g(bf +8,)) 5.1 + aJZ S;.Sia + My, (16)

ou ’Hoh est la partie purement phononique du hamiltonien. Dans toute la suite, on
considérera des phonons optiques non dispersifs, soit ’th =0>. bib,. Ce choix est

7171 °
dicté par plusieurs raisons. Les phonons doivent avoir une énergie du méme ordre de
grandeur que 1’échelle de fluctuation de spin. De plus, le caractere optique des phonons
impliqués dans la transition spin-Peierls pour CuGeQO3 a été observé expérimentalement
[40].

Ce hamiltonien dynamique est typiquement relié au modele adiabatique précédent
dans la limite de petite fréquence, c’est-a-dire de grande masse des ions M . Formel-
lement, le role de J; dans le hamiltonien adiabatique est joué par g(b;-r + b;) dans le
hamiltonien dynamique. En comparant la forme de 1’énergie potentielle dans les cas
adiabatique et dynamique, on en déduit que & = X; = (2M Q) 1/2(b! +b,) (ol X est
lopérateur déplacement au lien i), c’est-a-dire g = /2K).. Ainsi, les modeles dyna-
mique et adiabatique se rejoignent dans la limite 2/J — 0 en gardant le rapport Q/g?
constant (et égal a 2K))).

Ce genre de hamiltonien impliquant un couplage spin-phonon entierement quantique
est tres difficile a traiter numériquement, ne serait-ce que parce que I’espace de Hilbert
associé possede a priori une dimension infinie. Une premiere approche, qui ne conserve
que le mode dominant, va étre abordée avant un traitement complet.

i) Approximation a un seul mode

Le hamiltonien précédent (30) se réécrit de maniere équivalente en sommant sur les
modes de phonons:

Hayn = JZZ bT ri 4 p,e”)) 5,554 +aJZS Sipo+ Mo, (17)

ou la seconde somme porte sur la premiere zone de Brillouin et ’th = qu b:;bq.
Typiquement, ce hamitonien est tout aussi difficile a traiter que le prédédent. Sachant
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que le réseau se dimérise, on sait que le mode 7 va avoir une contribution dominante
dans la somme sur les vecteurs d’onde. On est donc amené a étudier, en remplagant la
somme par le seul mode 7 :

—

_ 9 icpt g 3 d t
He=JS (1+-(=1)' (b} +b)8.501 + S GG+ Qblb. 18
Xi:( \/E( )X ))Si-Sig1 + Z 42 (18)

On remarquera tout d’abord qu’un traitement en champ moyen de ce hamiltonien (18)
redonne typiquement la chaine d’Heisenberg dimérisée (3).

Pour le hamiltonien de Frohlich unidimensionnel comportant un couplage déplace-
ment-densité électronique type Holstein, il a été démontré rigoureusement en utilisant
une inégalité de LIEB [143] que I'approximation de phonons dynamiques & un mode et
le traitement champ moyen sont équivalents a température non nulle en ce qui concerne
les propriétés thermodynamiques [144]. Cependant, aucun résultat semblable n’a été
démontré sur ce modele et une étude numérique s’avere nécessaire pour statuer sur son
intérét propre (voir page 67).

ii) Traitement complet

Il est a noter que le hamiltonien spin-phonon sans approximation (17) conserve
I'invariance par translation. Il n’est donc pas évident que le fondamental brise spon-
tanément cette symétrie. Il est essentiel avant tout de savoir si ce hamiltonien permet
de décrire la physique des composés spin-Peierls quasi unidimensionnels, c’est-a-dire si
dans la limite thermodynamique le fondamental est deux fois dégénéré, avec un gap
dans le spectre d’excitation qui doit en outre contenir des états liés.

Il est a noter que pour ce modele les phonons sont attachés aux liens entre spins
1/2. Physiquement ce choix correspond pour CuGeQj a la vibration des oxygenes O(2)
situés entre les cuivres et prenant part au superéchange.

Méthodes numériques

Dans un second temps, nous introduirons les modeles utilisés pour décrire les com-
posés spin-Peierls et préciserons explicitement I’aspect numérique de leur traitement.
Les principales caractéristiques de ces modeles ainsi que les résultats obtenus dans le
cadre de cette these, essentiellement établis par Diagonalisation Exacte, seront exposés
par la suite.

2.1 Diagonalisation Exacte

Le principe de base est 1’écriture exacte du hamiltonien pour un systeme de taille
donnée dans un certain secteur de symétrie et la diagonalisation de la matrice (as-
sez creuse) selon I’algorithme de Lanczos; un profit maximal est obtenu a partir des
symétries du systeme. Les résultats sont donc par essence exacts. Il est a noter que le
calcul direct des fonctions de corrélation dynamiques est possible par cette méthode.
Par contre, la principale limitation vient de la taille des réseaux considérés (la taille des
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matrices croit exponentiellement avec la taille et 1'utilisation de symétries ne permet
de réduire typiquement que d’un facteur de 'ordre de la taille).

Les programmes de diagonalisation exacte utilisés dans le cadre de cette these sont
des adaptations de programmes initialement écrits par Didier POILBLANC. On pourra
pour plus de détails consulter les revues [145, 146, 147].

i) Utilisation des symétries du systéme

Considérons, par exemple, L spins sur une chaine avec des conditions aux limites
périodiques. La taille de I’espace de Hilbert total est de 2°. Néanmoins, il est possible
de la réduire de maniere tres significative en utilisant les symétries du systeme, c’est-
a-dire celles commutant avec le hamiltonien. Celles-ci forment un groupe G, que 'on
écrit généralement sous la forme:

G=SUQ2)xTx P,

ou SU(2) est le groupe de symétrie du spin, T celui des translations et P le groupe
ponctuel du réseau. Nous allons donc nous intéresser aux représentations irréductibles
de G et diagonaliser le hamiltonien dans chacune de ces dernieres.

Les représentations irréductibles de SU(2) sont caractérisées par le spin total S et
sa projection selon I'axe z S*. S’il est tres facile de fabriquer une base de I'espace avec
un S*# fixé, 'utilisation du spin total S est moins immédiate. Pour la caractérisation
des états, la connaissance de S n’est d’ailleurs pas nécessaire, cette information étant
redondante avec 1’éventuelle dégénéresence d’un état dans des secteurs de S* différents.
Il est a noter que pour le secteur S* = 0, une symétrie de plus, celle d’inversion de
spin, est utilisable.

Pour le groupe des translations 7', les représentations irréductibles sont repérées par
leur vecteur d’onde. Par exemple, dans le cas d’une chaine avec conditions aux limites
périodiques (que nous appelerons aussi de facon équivalente anneau) de longueur L,
les L secteurs sont repérés par les Ej = 2mj/L7.

Enfin, il reste a considérer le sous-groupe P; du groupe ponctuel qui laisse k inva-
riant. Dans le cas d'une chaine, P; vaut typiquement (Id,s) pour £ = 0 ou 7 et (Id)
pour les autres k (s est la réflexion perpendiculairement & la chaine).

Ainsi, de facon tres concrete, la taille des matrices est typiquement divisée par le
nombre de symétries disponibles par rapport a un espace construit a S* constant.

ii) Algorithme de Lanczos

Suite & l'utilisation des symétries, une base de I'espace de dimension N a été
construite pour une représentation irréductible donnée ainsi que la matrice correspon-
dante (trés creuse) du hamiltonien. Nous allons donc donner le principe de la méthode
de Lanczos [148] pour la diagonaliser.

La premiére étape est de partir d’un vecteur aléatoire normé (sans symétries parti-
culieres) |¥y). En calculant son image par #, on obtient :

H|W1) = a1|W1) + b1[Wy),
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ol |¥s) est normé et orthogonal a |¥;). En réitérant cette opération, on arrive a
H“I’Q) = bl‘\Iﬁ) + CLQ“I&) + b2|\1’3>,

avec |¥3) normé et orthogonal a |U;) et |¥s). La procédure générale qui produit une
suite de coefficients a; et b; en est facilement déduite:

%“I’z) = bz’—1|\lli—1> + aJ‘I&) + bi‘\Ifi+1>,

avec |¥,; ;1) normé et orthogonal & tous les |¥,) (p =0,... 7).

Le hamiltonien a donc été réécrit dans une base tronquée ou il est tridiagonal : les
(a;) forment la diagonale et les (b;) sont les éléments codiagonaux d’une matrice M de
taille n (n est le nombre de pas Lanczos):

ap by 0 ... 0
by as by :
M=101b . . 0
D Gy by

0 0 bn—l Qp

Cette forme tridiagonale est évidemment beaucoup plus aisée a traiter numériquement.
Les valeurs propres extrémales de M convergent exponentiellement vers celles de H
avec le nombre n de pas Lanczos. En principe, lorsque n vaut la taille de 1’espace
N, le hamiltonien a été intégralement réécrit dans une autre base. Dans la pratique,
des erreurs d’arrondi provoquent l’apparition de vecteurs fantomes qui auraient du
disparaitre par orthogonalisation. On peut toutefois s’affranchir de ces derniers en
supprimant des lignes et des colonnes de la matrice obtenue car ces fantomes sont
tres sensibles a de telles opérations, contrairement aux vrais états propres. Pour fixer
les idées, pour un espace de Hilbert de taille N/ = 20 millions, environ 300 itérations
Lanczos suffisent pour obtenir la valeur propre du fondamental avec une précision de
1010,

Il est essentiel de noter que l'intérét de I'algorithme de Lanczos du point de vue du
temps de calcul réside notamment dans le caractere « creux » de la matrice originelle du
hamiltonien. Cela est bien le cas par exemple dans les hamiltoniens de spin considérés.
Prenons par exemple une interaction type hamiltonien d’Heisenberg sur une chaine
de spin de longueur L. Chaque état sera typiquement couplé au maximum avec L
autres états (c’est le nombre maximal de spin flips possibles). Ainsi le nombre maximal
d’éléments non nuls est de 1'ordre de L x N par rapport au nombre total d’éléments
de matrice N” x N (bien entendu N > L!).

iii) Codage des états et implémentation du hamiltonien

Pour les modeles de spin 1/2, I'information en chaque site du réseau est stockée sur
un seul bit. En effet, en un site donné, le spin peut étre orienté vers le haut ou vers
le bas. Pour d’autres modeles tels que par exemple t-J, des chaines de spin 1, ou des
chaines de spin 1/2 couplées a des phonons, le codage est plus complexe et nécessite
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plusieurs bits par site. Ainsi pour un réseau de L spins 1/2, une base de 'espace de
Hilbert est aisément représentée par les nombres compris entre 0 et 21 — 1.

Cependant, tous les états ainsi obtenus ne sont pas nécessaires pour étudier une
représentation irréductible donnée. Déja, il est facile d’extraire les états possédant un
S# donné. Ensuite, chacun des états |a) possédant la symétrie requise est obtenu a
partir d'une configuration |¢) comme la somme :

@) [} =) x(9)gle), (19)

geG

ou x(g) est le caractere de la symétrie g. Cependant, comme la procédure pour cons-
truire I’état symétrique est bien définie, on n’a besoin typiquement que de garder une
seule des configurations g|c) = |r), souvent appelée représentatif. En d’autres mots, on
ne retient que les configurations non reliées entre elles par une symétrie g. En pratique,
on choisira comme représentatif entre toutes les configurations reliées par une symétrie
celle dont la transcription binaire est par exemple minimale:|r)[|c)] = minggg|c).
Tout cela explique que la taille du sous-espace symétrique soit typiquement celle de
I’espace total divisée par le nombre de symétries. Cependant, il est a noter que si un
sous-groupe dont la somme des caracteres est nulle laisse invariant une configuration,
alors la somme (19) est nulle et cette configuration n’a pas de représentatif (dans la
représentation irréductible en question). On remarquera que la base des représentatifs
ainsi obtenue est orthogonale mais non orthonormée.

Maintenant qu’une base (|r)) de la représentation étudiée de 'espace de Hilbert est
connue, il convient de s’intéresser a I'implémentation de ’opération a la base de 1’algo-
rithme de Lanczos: |¥;) — #H|¥;). L’application du hamiltonien sur chacun des états
de la base des représentatifs engendre un certain nombre d’états (proportionnel & la
taille du réseau). Il est alors nécessaire de leur appliquer toutes les symétries afin d’ob-
tenir leurs représentatifs. Ensuite, par exemple, une méthode de dichotomie ou alors de
hashing (ce qui est plus efficace) permet de retrouver la position du représentatif dans
la liste des représentatifs obtenue précédemment en construisant la base. La matrice
est alors obtenue et il ne reste qu’a appliquer ’algorithme de Lanczos.

iv) Calcul du fondamental

Il est important d’évoquer le moyen d’obtenir le fondamental ou un état excité
quelconque (par exemple pour calculer des fonctions de corrélation dynamiques). Le
fondamental (ou un autre état) est connu dans la base des vecteurs intermédiaires |¥;),
une fois la matrice tridiagonale obtenue. Pour avoir ses composantes dans la base de
départ (pour laquelle on sait écrire tous les opérateurs), il « suffit » de connaitre tous
les vecteurs |VU;) intermédiaires: soit ils ont été conservés lors de ’étape précédente
de diagonalisation (ce qui peut étre génant du point de vue de I’espace de stokage
pour de grandes tailles), soit on effectue une seconde fois la procédure précédente
de diagonalisation. En effet, cette derniere opération permet en fait de recalculer les
composantes des vecteurs |¥;) successifs mais double évidemment le temps machine
utilisé.
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v) Extrapolations de taille finie

Dans la plupart des cas, les quantités obtenues par Diagonalisation Exacte dépendent
de la taille du réseau considéré L. Cependant, on peut souvent en extraire les valeurs
a la limite thermodynamique d’'une maniere systématique. Quand la loi d’échelle est
connue ou déduite des données, des extrapolations de taille finie peuvent généralement
étre effectuées.

Deux situations principales sont alors possibles. Si le gap de spin (ou de charge
par transformation de Jordan-Wigner) est nul, la longueur de corrélation du systéme
est infinie et on est dans la situation du liquide de Luttinger. Quelques résultats sont
connus. Par exemple, la correction a I’énergie par site e suit la loi d’échelle suivante
pour un réseau périodique: e(L) = ey — mu/6L? + o(1/L?) [149, 122], oll ey, est la
valeur extrapolée de e et u la vitesse de spin. Par contre, la présence d’un gap de spin
change radicalement la situation: la longueur de corrélation magnétique & o< 1/A est
alors finie. Cela signifie que lorsque la taille du réseau (périodique) devient de ’ordre
de grandeur de quelques &, les grandeurs physiques ne ressentent plus le caractere fini
du réseau (les corrélations disparaissent au-dela de la distance L) et la convergence
par rapport a la taille du réseau L est pour ainsi dire achevée. Ainsi un facteur du
genre de exp(—L/Ly), oul Ly est de 'ordre de la longueur de corrélation &, intervient
naturellement. La plupart du temps, la forme de la loi d’échelle n’est pas connue et il
est alors nécessaire de postuler une loi, par exemple en s’aidant de la loi sans gap. Par
conséquent, dans le cas d’un systéme avec gap, I’énergie par site obéit tres précisément
a une loi du type: e(L) = eqo— Aexp(—L/Lg)/L?+0(1/L?). La signification de cette loi
est la suivante. Pour des tailles nettement inférieures a Ly, on est dans le cas similaire
au cas précédent ou la longueur de corrélation est infinie. Pour des tailles supérieures
a quelques Ly, la convergence est quasiment achevée et augmenter la taille du systéme
ne change rien vu que différentes parties suffisamment éloignées ne se « voient » pas.

Pour obtenir une extrapolation précise, il est souvent intéressant de prendre des
systemes avec des conditions aux limites différentes mais conduisant aux mémes valeurs
extrapolées, par exemple, sur un anneau, en introduisant un flux magnétique.

vi) Calcul des fonctions de corrélation dynamiques

Les propriétés des systemes physiques sont souvent décrites a I’aide du corrélateur
en temps d’une quantité. En mécanique quantique, cela revient a calculer la fonction
de corrélation d’un opérateur quelconque A(t) (en représentation d’Heisenberg) :

C(t) = (o] A(t) AT(0) | ®o),

et |®g) est le fondamental. En Diagonalisation Exacte, il est facile d’accéder a la trans-
formée de Fourier C'(w) du corrélateur, qui est souvent obtenue expérimentalement
sous la forme d’une intensité I(w):

1 1
I{w) = —=1limSm (Pg|A

Al|® 2
T =0 w+ Ey — H + ie o), (20)
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ol Ej est I’énergie du fondamental |®g). On écrit alors I(w) sous la forme:

1 ~ 1 -
I(w) = == (Do AAT| ) (Po| ———— | Do),
(@) = = (@l A1) B0 [80)
avec |Bg) = ((Bo|AAT|®g))"2At|®). La réalisation d'une nouvelle étape Lanczos en
partant non d’un vecteur aléatoire mais de |®) donne directement acces a I(w). En
effet, la matrice w + Fy — H est alors connue sous forme tridiagonale, en posant z =
w + EO :

(Z — C~L1 —61 0 e 0
—[;1 z — &2 —52

E —_— = —_— = ~
w + Ly H z H 0 —bg 0 )

Z_&n—l _bn—l
\ 0 R | I S

le premier vecteur de la base étant |®,). Ainsi intensité recherchée est proportionnelle
a I'élement [(w + Ey — H) |11 (exprimé dans cette méme base), ¢’est-a-dire & D1 /Dy,
ol D; est le déterminant de la matrice w + Ey — H privée des i premieres lignes
et colonnes. Ces déterminants peuvent aisément étre évalués par récurrence: D; =
(w+ Ey — @i41) Diy1 — BZZH D;,5. On arrive ainsi a un développement en fraction
continue de I(w):

(ol AAT|o)

I(w) = 2

(.L)+E0—&1—

b3

w+ Ey—ay — —
0 2 w+E0—a3—---

La signification physique des fonctions spectrales peut étre déduite a partir de:

I(w) =Y [(Do]A|,) *6(w — Ep + Eo), (21)

ou |®,) est une base compléte de vecteurs propres d’énergie associée E,,. La dynamique
est entierement déterminée par les poles et leurs poids associés. Lors du tracé du spectre,
les pics § sont remplacés par des lorentziennes de largeur € provenant d’un € # 0 dans
la formule (20). Cette substitution est en fait souhaitable pour une comparaison avec
les spectres expérimentaux vu la résolution finie des dispositifs. Bien entendu, les poids
associés aux différents pics sont indépendants de la valeur de €. Il est a noter que
de nombreux termes dans la somme ont une contribution nulle par regle de sélection.
Par exemple, pour fixer les idées, A vaut S*(§) (transformée de Fourier spatiale de
la composante z du spin total) pour la diffusion inélastique de neutrons. Ainsi, si le
fondamental est un singulet dans le secteur £ = 0, on pourra se contenter d’utiliser
dans la somme des états triplet dans le secteur k& = gq.
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2.2 Monte-Carlo Quantique

Le nom de Monte-Carlo provient du hasard qui joue un role essentiel dans un jeu
trés prisé dans la Principauté et dans les algorithmes du méme nom. Contrairement a
ce que l'on pense, ce jeu n’a pas lieu dans les casinos mais sur les plages de Monaco ou
les enfants jettent en fermant les yeux des pierres sur un carré et un cercle tangeant
intérieurement tracés dans le sable (voir figure I1.5 [150]). La motivation est que le
nombre de cailloux tombés a l'intérieur du cercle divisé par le nombre de cailloux
lancés dans le carré vaut typiquement 7/4 (si suffisamment de cailloux sont lancés) et
que l'on obtient une estimation de 7 de maniere on ne peut plus simple.

Figure I1.5 — Représentation du jeu des enfants sur la plage & Monte-Carlo (grande-
ment inspirée de la référence [150]).

La méthode Monte-Carlo est fondamentalement différente de la Diagonalisation
Exacte. Le Monte-Carlo permet d’obtenir des résultats sur des réseaux plus grands
mais ces mémes résultats sont soumis a des fluctuations statistiques. D’autre part, le
Monte-Carlo n’est pas applicable aux problemes frustrés a cause du probleme de « signe
moins » dont nous parlerons plus loin.

Plusieurs formulations du MCQ existent et nous allons ici décrire une version simple
et intuitive, adaptée aux systémes de spin: le World line Monte-Carlo [151, 152, 153,
147, 154].

i) Bases du Monte-Carlo classique

Avant de s’attaquer au probleme du Monte-Carlo quantique pour fermions sur
réseau, nous allons rapidement évoquer le cas classique, typiquement pour le modele
d’Ising. L’idée est de partir par exemple d’un état initial aléatoire noté [ et a partir de ce
dernier de visiter toutes les régions de 1’espace des états. Pour cela, il faut engendrer un
nouvel état [ & partir de /. On peut par exemple —car il y a de nombreuses possibilités—
retourner un spin choisi aléatoirement. Ainsi, en un nombre fini d’opérations, il est
possible de passer d’un état quelconque du systéme a un autre état quelconque. Ce
nouvel état est ensuite accepté ou rejeté avec une probabilité P(I — I') qui dépend des
énergies des deux états. On est a I’équilibre thermodynamique et la condition de bilan
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détaillé est vérifiée:
P(l = 1"P.,(l) = P(I' = 1)P.,(I'),
ou P,,(l) est la distribution de Boltzmann. Le choix de la probabilité P(I — ') est

alors arbitraire. Par exemple, on accepte le nouvel état avec une probabilité type bain
de chaleur:

P(l = 1) = Peg(I')/ (Peq (1) + Peg(l'))- (22)

En effet, il est facile de voir que la condition de bilan détaillé est alors vérifiée. Ainsi
on engendre une série d’états (1). Chaque état va étre visité un nombre de fois propor-
tionnel a son poids de Boltzmann. Si l'on s’intéresse a la valeur moyenne (A) d’une
variable A, on a donc

()= = 37 A), (23)
@

ot N est le nombre d’états engendrés et A(l) la valeur de A dans I’état [. Il est a noter
que lerreur induite varie en 1/v/N.

ii) Version quantique: World Line Monte-Carlo

La méthode est illustrée dans le cas d’une chaine de spin unidimensionnelle mais
reste valable dans un cadre plus large.

Dans le cas classique, on estimait exp(—##H) pour des configurations données. Dans
le cas quantique, exp(—(3H) est un opérateur complexe que 'on ne sait pas calculer.
Dans ce but, H est coupé en deux morceaux: H = Hi + Hq, ot H1, Ho se rapportent
a des liens différents (liens 1-2, 3-4, ... et liens 2-3, 4-5, ... respectivement) et sont une
somme d’éléments indépendants concernant chacun seulement deux sites (voir figure
I1.6). Ainsi, par conséquent, les éléments de matrice de exp(—3#H;) et exp(—FHz) s’ob-
tiennent trés aisément comme un produit de facteurs sur chaque carré. Le probléeme
principal, celui de calculer exp(—/3%H), reste entier car H; et Hy ne commutent pas (les
liens sont différents mais les sites sont communs aux deux parties).

I .

Figure 11.6 — Découpage du hamiltonien en deux parties indépendantes pouvant cha-
cune se décomposer en une somme de termes indépendants.

SUZUKI proposa en 1976 d’utiliser la formule de Trotter dans ce contexte [151]:

1
e mt = e e mMe o | O(ﬁ)’ (24)
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avec m > 1. Cela vient du fait que si deux opérateurs sont de norme 1/m, alors leur
commutateur est d’ordre 1/m?. Une erreur d’ordre 1/m? est commise en remplagant
exp((A + B)/m) par exp(A/m) exp(B/m). Cette erreur est méme d’ordre 1/m? dans
la forme symétrisée précédente (24). Ainsi, pour le calcul de la fonction de partition 7,
on arrive finalement a:

By, _B 1
Z = TI'(B mHIG m?-[z)m + O(W)’
en utilisant la cyclicité de la trace. L’erreur commise varie donc en 1/m?2. Nous verrons
plus tard comment s’affranchir de cette erreur.

En posant A7 = §/m (m est le nombre de tranches de Trotter) on se ramene a:

Z = 3 (W T (Talem AT g) - (Ul TL)(25)

[T1)[Uom)

= ) Puyeiuan

[W1)-[Wam)

ou (|¥;)) est une base complete de 'espace. Chacun des éléments de matrice se cal-
cule alors facilement comme produit lui-méme d’éléments de matrice n’impliquant que
quelques sites (quatre dans le cas présent). On est ramené & un probléme classique
d’une dimension supérieur (figure I1.7). Cette nouvelle dimension est appelée temps
imaginaire par similarité avec la formulation en temps imaginaire des intégrales de
chemin de Feynman. En chaque site du réseau de la figure I1.7 existe un spin s(z, )
pouvant prendre les deux valeurs 1 et |. Le poids statistique Py,)..|w,,,) d'une confi-
guration est le produit sur tous les carrés rayés d’éléments de matrice de exp(—A7H,;)
pris entre les configurations du « bas » et du « haut ».

Temps

Espace

Figure II.7 — Représentation de [’espace avec une dimension (de temps)
supplémentaire (décomposition en échiquier).

Un probleme d’intérét est alors, pour un opérateur A de calculer la valeur moyenne

(A) = LTr(Aexp(—(H)). Le probleme est nettement plus compliqué que dans le cas
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classique et, de méme que précédemment, on se ramene a:

1
(=5 3 (WAeM o) (Tlem 2 y) - (W e W), (26)

Uy Wo,
avec typiquement une erreur d’ordre A72.
— Cette équation se simplifie si A est diagonal dans la base (1, ) choisie. En effet,
I’équation (26) devient :
1
(A) = 7 Z (U1 AT P,y wann)- (27)
[T1): [ T2m)

Or, comme I’algorithme engendre les configurations avec leur poids statistique,
(A) s’obtient en moyennant comme dans le cas classique la valeur de A sur une
configuration donnée (formule (23)).

— Si A n’est pas diagonal, mais conserve localement le spin et peut subir la méme
décomposition A = A; + A, que le hamiltonien (A = #H par exemple), on obtient :

(A) = 1 3 (W1|Are 274 [ Wy) (W |Age 2772 |0 P
(U |e=A7H1|W,) (Wy,|e=A7H2 | W) ) am):
[T1)[Uom)
I1 suffit donc de faire la moyenne classique sur les éléments de matrice contenus
dans les parentheses précédentes. Cette décomposition de A est importante car il
faut se souvenir que les éléments de matrice de H; et Hs sont eux-mémes calculés
comme produits disjoints de facteurs sur les carrés de 1’échiquier.

— Dans les cas ot le spin n’est pas conservé localement (par exemple A = S5 S avec
|7—k| > 1, la procédure est un peu plus compliquée mais réalisable pratiquement :
il faut insérer une nouvelle tranche de temps de Trotter (voir [153] par exemple)
et utiliser un nouvel équivalent du poids de Boltzmann.

A partir de maintenant, la partie quantique est achevée, on est face a un probléeme
classique. Le dernier probléme est d’engendrer a partir d’une configuration de spin
d’autres configurations de spin puis de les accepter ou de les rejeter avec par exemple
le taux (22) vu précédemment en remplacant les poids de Boltzmann par les produits
d’éléments de matrice obtenus. On ne peut comme dans le cas d’Ising retourner un spin
aléatoire car la composante du spin selon z est conservée a chaque tranche de temps
AT et les éléments de matrice correspondants seraient nuls. Vu cette conservation, on
peut tracer des lignes reliant les spins 1 appelées world lines (qui ont donné son nom
a la méthode [153]) & mesure que le temps s’écoule (voir figure I1.8). Le mouvement
le plus simple est de considérer un carré blanc avec des configurations identiques en
«bas» et en «haut » et de lui appliquer un spin flip en «bas» et en « haut ». Si c’est
possible (c’est-a-dire si les configurations « basse » et « haute » possedent chacune un
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spin 1 et un spin |.), alors cette nouvelle configuration a obligatoirement une probabilité
non nulle d’étre acceptée. Par contre, de cette maniere, on ne décrit pas tous les états:
le « winding number» w = » _(—1)"""s(z, ) est conservé. Ce dernier ne peut étre
modifié que par des mouvements non locaux, comme par exemple I'inversion de tous les
spins le long d’une ligne de temps ou d’espace. Cependant, le taux d’acceptation de ces
mouvements non locaux est tres bas. Ainsi, en associant les deux types de mouvement,
I’ensemble des configurations est entierement parcouru.

I '
I II_Jll
' I JII

Il
1l
1l
Il

Il
Il
I
I
I

dll
dll
dll
dll

Configuration d’origine Nouvelle configuration

Figure I1.8 — Ezemple de mouvement (local) élémentaire. Les lignes représentent les
world lines des spins 1.

D’un point de vue pratique, on ne peut prendre A7 aussi petit que l'on désire
car alors le taux d’acceptation des nouvelles configurations locales (qui sont en fait
constituées d'un spin flip) devient tres petit. Il faut donc recommencer cette procédure
pour différents A7 et prendre la limite A7 — 0.

Le principal probleme de cette méthode est celui du signe moins. Le probleme quan-
tique a été transformé en probleme classique et ’équivalent des poids de Boltzmann est
représenté par des éléments de matrice non diagonaux (formule (25)). Cependant, rien
ne garantit que ces éléments de matrice vont étre séparément positifs, méme si on sait
que leur somme totale (qui est une trace) sera positive. Ainsi, dans les cas possédant
de la frustration (par exemple la chaine d’Heisenberg avec une interaction AF entre
seconds voisins), le Monte-Carlo quantique doit étre utilisé avec précaution.

Pour des problemes de fermions et non de spin, d’autres versions du Monte-Carlo
sont utilisées, comme par exemple la forme déterminantale (voir [155, 156] pour les fon-
dements ou [157] et les références incluses pour des applications récentes). Briévement,
dans cette approche, les traces d’exponentielles d’opérateurs bilinéaires sont avantageu-
sement changées en déterminants d’exponentielles de matrices [155]. Le terme d’interac-
tion quartique entre fermions est ramené en terme quadratique par une transformation
de Hubbard-Stratanovich, qui introduit des pseudospins d’Ising [156]. Des calculs de
déterminants interviennent alors et un Monte-Carlo classique est ensuite effectué sur
les spins d’Ising.
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iii) Calcul des fonctions de corrélation dynamiques

Nous allons maintenant évoquer en quelques mots le calcul des fonctions de corré-
lation dynamiques par Monte-Carlo Quantique. Il est typiquement difficile de les ob-
tenir. En effet, la transformée de Fourier temporelle des fonctions de corrélation G(7)
que ’on peut facilement évaluer conduit & des fréquences imaginaires (il ne faut pas
oublier que le temps utilisé est lui-méme imaginaire). Il est donc nécessaire de réaliser
une continuation analytique de la fonction sur ’axe réel. Cela n’est pas aisé car on
a affaire non a une fonction continue et bien définie mais & un ensemble discret de
points avec des fluctuations. Ainsi, de nombreuses solutions peuvent étre trouvées et
une toute petite différence sur les données change notablement le spectre. La méthode
la plus utilisée est la technique d’entropie maximale [158, 159, 160]. Elle consiste a
calculer, pour obtenir une fonction spectrale A(w) positive (dans le cas des fermions)
et normée, la fonction de corrélation en temps imaginaire et a passer en temps réel tout
en maximisant une quantité S naturellement appelée entropie :

5=3" (A(wi) — m(wi) — A(w;) In A(“’i)> , (28)

m(w;)

ol m(w) est appelé modele par défault, c’est-a-dire est une premieére estimation (régu-
liere) de A(w). En fait, la densité spectrale A(w) est interprétée, vu ses propriétés,
comme une densité de probabilité et ce qui est en général extrait des données est la
densité spectrale la plus probable. Souvent, comme on ne connait pas la forme de la
solution (sinon il ne serait pas utile de faire un traitement numérique), m(w) est choisie
plate avec une amplitude satisfaisant la regle de somme.

2.3 Groupe de Renormalisation de la Matrice Densité

Le but de ce résumé est de donner les principes du DMRG et reprend en grande
partie la présentation donné par WHITE dans les articles fondateurs [115, 161].

La méthode DMRG permet d’étudier (quasi) exactement des systémes de grande
taille (les états éliminés étant peu importants) mais ne tire néanmoins pas profit de
toutes les symétries du probleme: de part sa nature, il est impossible d’utiliser les
translations. De plus, si les fonctions de corrélation spatiales sont accessibles, les tem-
porelles ne le sont pas. En d’autres mots, il n’est pas possible d’obtenir les corrélations
dynamiques par cette méthode.

i) Algorithme numérique de groupe de renormalisation

Immédiatement apres la résolution numérique du probleme Kondo par WILSON
en 1975 grace a une procédure de groupe de renormalisation [162], il y eut de nom-
breuses tentatives pour adapter cette méthode a des problemes divers. Voici typique-
ment quelles seraient les étapes a suivre pour un probléme quantique unidimensionnel,
étant donné un morceau de chaine (bloc) B:

1. Joindre deux blocs B et écrire le hamiltonien de BB qui comprend ainsi trois
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types de termes: ceux liant des états du premier bloc, ceux liant des états du
second bloc et enfin ceux qui connectent les deux blocs.

2. Diagonaliser le hamiltonien de BB et retenir les m vecteurs propres u®, a =

1,--- ,m de valeurs propres associées les plus basses. Ces m vecteurs sont utilisés
pour décrire B’ (BB—B’).

3. Former alors tous les opérateurs d’intérét pour le systeme BB et les réécrire dans
la base tronquée des u* qui représente le nouveau bloc B’ (typiquement le nouveau
hamiltonien est alors diagonal).

4. Remplacer alors B par B’ et retourner a 1’étape 1.

Ces étapes sont répétées jusqu’a ce que le systeéme soit assez grand pour avoir le com-
portement d’un systéme infini. Evidemment, plus le nombre m d’états conservés est
important, meilleure est la convergence.

ii) Approche selon la matrice densité

Malheureusement, tres vite, il est apparu que pour les modeéles quantiques (unidi-
mensionnels) —Hubbard ou Heisenberg par exemple— il n’y avait que peu d’espoir
d’obtenir une précision raisonnable par ce genre de renormalisation dans ’espace réel.
La principale difficulté réside dans le choix des vecteurs u® a conserver. Comme le
hamiltonien de BB n’a aucune connection avec le reste du réseau, ses états propres ne
peuvent étre satisfaisants sur les bords.

WHITE et NOACK ont proposé de garder les vecteurs propres de valeurs propres
associées les plus basses mais pour différents types de conditions aux limites [163]. En
effet, le reste du systéme applique au bloc B toutes sortes de conditions aux limites
et un ensemble « complet » de vecteurs avec des conditions aux limites différentes en
tient ainsi mieux compte. Néanmoins, cette proposition n’a pas donné de résultats
satisfaisants.

WHITE et NOACK ont alors utilisé la méthode du superbloc. L’idée est de considérer
un systeme plus grand que les blocs BB utilisés pour obtenir B’, d’en obtenir les
fonctions propres et de les projeter ensuite sur BB (en les gardant comme vecteurs
de base). Cependant cette projection ne parvient pas a repérer les vecteurs les plus
représentatifs.

La matrice densité apparait alors assez naturellement dans ce cadre. En effet,
considérons un bloc B a I'intérieur d’un systéme. On peut alors voir le reste du systeéme
comme un bain de chaleur pour le bloc B, avec une certaine température effective et
pour décrire les propriétés du bloc B, il faut alors considérer sa matrice densité réduite :

Tr (univers sauf B) eiﬂthOta]-
Ainsi, pour décrire le bloc B fortement couplé & l'extérieur, il convient de prendre
les états propres les plus probables de la matrice densité réduite. Une démonstration
rigoureuse peut étre trouvée dans [161].
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iii) Algorithme DMRG (conditions aux limites ouvertes)

L’algorithme typique du DMRG va étre I'application du groupe de renormalisation
dans l'espace réel (voir section i)) en conservant certains états propres de la matrice
densité réduite. Cet algorithme est défini par la forme du superbloc, la maniere dont
le bloc grandit et le nombres d’états propres du superbloc (états cibles) utilisés. Le
superbloc peut étre formé de deux blocs B plus deux sites et B’=B+site (noté B'=Be),
c’est-a-~dire que le bloc ne croit que par une seule face (conditions aux limites ouvertes).
De plus, si on ne s’intéresse qu’aux propriétés du fondamental (dans un secteur de
symétrie donné), il est nettement plus efficace de ne considérer qu’un seul état cible. On
le choisit dans ce secteur lors de la premiere diagonalisation de superbloc. L’algorithme
est le suivant :

1. Considérer un bloc B de départ et écrire tous les opérateurs pour le superbloc
(BeeB).

2. Diagonaliser le hamiltonien du superbloc (par Lanczos par exemple) et obtenir
I’état cible W (i1, 49, 73,44) (i; est un indice se rapportant au bloc j). On peut a ce
point calculer des valeurs moyennes.

3. Former la matrice densité réduite:

p(i1, 19597, 1) = Z (41,02, i3, 14) U (i}, 14, i3, 14)

i37i4
et garder ses m vecteurs propres de valeurs propres associées maximales u®.

4. Obtenir les matrices des opérateurs dans le bloc Be et les réécrire dans la base
tronquée u®. On remplace B par le nouveau bloc Be et ainsi on forme un nouveau
superbloc. Retour a 1’étape 2.

Cet algorithme permet d’obtenir tres précisément les propriétés du systéme infini
dans le fondamental d’un certain secteur de symétrie (ou pour un état excité s’il est
possible de le suivre sans ambiguité lors de ’addition de sites). Il peut étre adapté pour
des conditions aux limites périodiques ou pour étudier des systemes de taille finie.

Applications

Le but de cette section est de décrire d’un point de vue technique les moyens dont
on dispose pour étudier spécifiquement les principaux modeles vus au début de ce
chapitre. Des exemples portant sur les propriétés fondamentales de ces modeles seront
ainsi abordés.
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3.1 Chaine d’Heisenberg frustrée et explicitement dimérisée

Ce hamiltonien peut étre traité par Diagonalisation Exacte sur des anneaux possédant
jusqu’a 32 sites ou par DMRG, de préférence sur des chaines ouvertes. Le Monte-Carlo
quantique, par contre, pose des problemes des que la frustration est non nulle.

La bosonisation notamment permet d’avoir une bonne compréhension de la chaine
d’Heisenberg. Cependant, I’évaluation de la valeur critique de la frustration o, pour
laquelle un gap de spin apparait ou 'obtention de valeurs précises pour des quantités
telles que le gap de spin rendent un traitement numérique indispensable.

Calcul de «,

Le probleme est que le gap s’ouvre trés doucement (sa dérivée par rapport a la
frustration est nulle & tout ordre) et la détermination numérique d’un gap nul ou tres
petit est alors délicate. Des valeurs de a,. comprises entre 0, 2 et 0,4 ont été obtenues de
cette maniere [164]. EMERY et NOGUERA ont proposé une méthode plus précise [165],
pouvant s’adapter a la situation présente. Pour le modele XY pur, le fondamental est
donné par la bande demi remplie (figure I1.9). Les deux états excités de plus basse
énergie sont produits par le transfert d’un fermion R ou L au travers de la surface de
Fermi. Ils sont dans le secteur de moment 2kr = 7 par rapport au fondamental. Seul
le terme Umklapp couple ces deux états de basse énergie (qui sont dégénérés en son
absence). Ainsi, en étudiant le croisement des deux excitations de plus basse énergie,

Figure I1.9 — Bande demi-remplie avec les deur excitations élémentaires a +2kp.

qui sont en fait le singulet et le triplet, pour une chaine de taille donnée (figure I1.10),
on obtient la valeur critique pour cette taille o (L) (voir figure II1.11). Les effets de
taille finie sont restreints et une dépendance de a.(L) en 1/L? est attendue [165]. La
figure I1.11 confirme cette analyse et la valeur a, ~ 0,241165+3.10 % est communément
admise [166, 112]. Une autre possibilité pour déterminer o, est d’imposer des corrections
logarithmiques nulles & la fonction de corrélation spin-spin [167, 168].
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Figure I1.10 — Gaps de taille finie
singulet-singulet A% (O) et singulet-
triplet A° (M) en fonction de la frus-
tration pour une chaine périodique de

Figure I1.11 — Valeur critique de la
frustration o, en fonction de l’inverse
de la taille de la chaine au carré 1/L?
(conditions auz limites périodiques).

longueur L=20 sites. On notera que
A% =0 qu point MG (o = 0,5) (voir
précédemment).

Gap de spin de la chaine frustrée et non explicitement dimérisée

Comme nous venons de le voir, le gap de spin s’ouvre tres doucement a o, =~ 0, 24. 1l
est ensuite maximum un peu apres le point MG, pour a & 0, 6, typiquement au méme
point que le parametre d’ordre associé a la brisure de symétrie d = <\II()‘§2Z'.§2Z'+1 —
Shi 1.5 | o) sur un réseau avec des conditions aux limites ouvertes (ol |¥p) est le
fondamental), comme on le constate sur les figures 11.12 et 11.13 obtenues par DMRG
[128]. La région de ’espace des parametres olt @ > 1 représente un lien avec les échelles
de spin. On a alors deux chaines faiblement couplées par un couplage zigzag (figure
I1.2). Pour les échelles a barreaux « classiques », le terme de couplage est pertinent et
produit un gap linéaire pour tout signe de ce couplage. Cependant, le couplage zigzag
est marginal et produit un gap de spin de la forme A% o exp(—.J/J;) (dans le cas
antiferromagnétique), conformément aux résultats numériques de la figure I11.12 [128].

Il est a noter que le point MG est un point de désordre, c¢’est-a-dire qu’au-dela,
les corrélations de spin dans l’espace réel n’oscillent plus avec une période 2. Les
corrélations de spin dans l’espace réciproque ne sont quant a elles plus piquées a 7
qu’au-dela de o, ~ 0,52063(6) (point de Lifshitz) [169]. Ces deux points sont distincts
a cause de la longueur de corrélation finie (les corrélations dans ’espace réciproque
sont déterminées par le maximum réel du facteur de structure a temps égaux S(q)
alors que celles dans 1’espace réel sont liées a la partie réelle des poles complexes de
S(q)) [116]. On peut noter I'analogie avec les chaines de spin 1 ou le réle du point
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Figure I1.12 — Gap de spin en unité
de J, = J en fonction de la frustration
a = Jy/Ji pour la chaine d’Heisenberg
frustrée obtenu par DMRG (figure ex-
traite de la référence [128]).

Figure I1.13 — Dimérisation d en
fonction de la frustration o = Jo/J;
pour la chaine d’Heisenberg frustrée
obtenue par DMRG (figure extraite de
la référence [128]).

soluble de désordre (MG pour la chaine 1/2) est joué par 1’état Valence Bond Solid
[105].

i) Diagramme de phase de la chaine explicitement dimérisée

CHITRA et coll. [170] ont dressé le diagramme de phase entier de ce modele par
DMRG. La ligne SS sépare le domaine commensurable du domaine incommensurable
(pour les fonctions de corrélation spin-spin dans 'espace réel). Tous ces résultats sont
résumés en figure I11.14.

)
1
. incomin.
pas de gap
comim. \\ DL
0 0,24 0,5 o

Figure I1.14 — Diagramme de phase de la chaine d’Heisenberg frustrée et dimérisée
dans le plan frustration-dimérisation (o — &). La ligne en tirets représente la ligne de
Shastry-Sutherland caractérisée par 2a+§ = 1. Les points de désordre (D) et de Lifshitz
(L) sont indiqués sur la ligne 6 = 0.
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3.2 Chaine d’Heisenberg dans approximation adiabatique

Dans le modele précédent, la distorsion du réseau est fixée extérieurement. Le ha-
miltonien suivant permet de prendre en compte la relaxation du réseau de maniere
adiabatique (voir page 44):

—

Hadiab = JZ(l +0:)S.Sie1 + aJZ S;.Siva + Z %K@-Z-

Les variables classiques (9;) doivent étre déterminées de fagon & minimiser ’énergie du
systéme, ce qui conduit explicitement & (dans le cadre de ce hamiltonien):

—

J(S;.Si1) + K6; = 0, (29)

les valeurs moyennes étant calculées sur le fondamental du hamiltonien qui est lui-
méme fonction des (J;). Ce probléeme est donc profondément autocohérent: en effet,
I'énergie du fondamental dépend des (9;) et ces mémes (¢;) influent sur cette méme
énergie.

La technique de résolution de I’équation précédente est itérative [138, 171]:

1. on part d’une distorsion (47) aléatoire (ou alors se rapprochant de la solution si
on pressent un certain type de solution);

2. on diagonalise le hamiltonien et on obtient le fondamental correspondant |®¢(6?))
qui dépend de la distorsion (&7);

3. on maximise alors ’énergie par rapport aux (¢;) (voir équation (29) ou les valeurs
moyennes sont prises sur |®,(4?))). On obtient ainsi une nouvelle distorsion (d;)
(a laquelle on va retrancher la distorsion moyenne afin d’obtenir une distorsion
totale nulle);

4. on remplace Pancienne distorsion (6Y) par les nouvelles valeurs (4} ). On retourne
a I’étape 2, muni de ce nouveau jeu de (4;).

La procédure est alors répétée jusqu’a la convergence de I'énergie et des (0;). Dans la
pratique, I’énergie converge plus vite que la distorsion. Typiquement, la convergence est
tres rapide dans les régions exactement dimérisées, comme on peut le voir en figure I1.15
sur un anneau de 11 sites. Quelques itérations suffisent a déterminer la dimérisation
dans le bulk. Par contre, au voisinage d’une inhomogénéité (sur le lien 10-11 par exemple
en figure I1.15), la convergence est un peu plus lente, mais reste tout a fait abordable
numériquement.

Ce traitement peut étre réalisé par Diagonalisation Exacte, DMRG ou MCQ in-
différemment avec les spécificités propres a chaque méthode. Par exemple, dans le
dernier cas, on est restreint au cas non frustré (e = 0) pour éviter le probléeme du signe
moins.

64



3 Applications
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Figure 11.15 — Convergence de la distorsion adiabatique du réseau selon le nombre
d’itérations (o, O et o correspondent a 5, 50 et 200 itérations respectivement) sur un
réseau périodique de 11 sites avec a =0 et K = J.

Il est a noter que la résolution numérique autocohérente d’un tel systeme va rompre
'invariance par translation du hamiltonien (la distorsion initiale est aléatoire). Ainsi,
la convergence s’effectuera, dans le cas d’un anneau pair, vers I'un des deux fondamen-
taux. Cette situation est a opposer au cas des phonons dynamiques, ou le fondamental
du systéme obtenu numériquement sera une combinaison linéaire des différents fonda-
mentaux éventuels du systeme.

Résultats numériques

La dimérisation ¢ du fondamental d’un anneau pair est indiquée en figure 11.16. Le
comportement attendu 6 o< K—3/2 est bien vérifié. La seule différence est que, pour une
chaine de longueur finie, une valeur critique de K existe pour créer la dimérisation. On
remarquera que la présence de la frustration augmente fortement la dimérisation de la
chaine.

3.3 Chaine d’Heisenberg couplée a des phonons dynamiques

Rappelons que le hamiltonien considéré est :

—

Hayn = JZ(l + g(bl'L + bz))gz i+1 Tt OzJZ gi-§i+2 + tha (30)

ol g est le couplage magnéto-élastique et b (b, ) est opérateur de création (destruction)
d’un phonon au lien i. Les phonons sont pris optiques et sans dispersion ; ainsi

() étant la fréquence des phonons.
Néanmoins, ce hamiltonien reste tres difficile a appréhender numériquement. En
effet, la dimension de I'espace de Hilbert correspondant est infinie, méme pour une
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Figure I1.16 — Variation de la dimérisation & en fonction de la raideur du réseau
adiabatique K| obtenue par Diagonalisation Ezacte d’un anneau de 12 sites pour oo =0
(), « = 0,36 (e) et d’un anneau de 16 sites pour o = 0 (O). L’insert indique la
dépendance de la dimérisation § envers K 32 Iq ligne en tirets est un fit linéaire
dans la zone ou les effets de taille finie sont restreints.

chaine finie. Nous avons considéré une premiere approche en ne gardant que le mode 7
des phonons et en tronquant I'espace de Hilbert phononique. Ensuite, tous les modes de
phonons ont été pris en compte en utilisant une base variationnelle non perturbative.

i) Approximation & un mode

Il ne reste donc qu’un seul mode de phonons a traiter. Si I’espace de Hilbert as-
socié aux phonons est de taille infinie, par contre, de nombreux modes excités ont
une contribution nulle. Ainsi, tronquer I'espace au niveau de ces modes inoccupés ne
change rien. Cette procédure peut étre aisément réalisée par Diagonalisation Exacte et
est illustrée sur la figure I1.17 ou la convergence d’une énergie par site est tracée en
fonction du nombre maximal N,,,, de phonons conservés pour deux tailles différentes.
On remarque que le nombre de phonons a considérer pour obtenir des résultats précis
dépend non seulement des parametres du probléme mais aussi de la taille L (typique-
ment, Npax & L). Il est a noter que les énergies par site ey du singulet et du triplet
sont identiques dans la limite thermodynamique. Si elles sont différentes sur la figure,
c’est un effet de taille finie: I’énergie par site du singulet a fini de converger alors que
celle du triplet diminue fortement avec la taille & cause du gap de spin A% qui apporte
une contribution principale en A% /L.

Ainsi cette méthode de troncature est fondamentalement exacte et peut étre aisément
contrdlée en vérifiant qu’ajouter des modes de phonons laisse le résultat invariant.

Néanmoins, il apparait que, dans le cadre du modele présentement étudié, les
résultats sont semblables & ceux de la chaine dimérisée du point de vue des propriétés
dynamiques a température nulle [172]. Nous ne nous étendrons pas sur cette équivalence
et passons a I’étude compléte des phonons dynamiques.
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Figure I1.17 — Convergence de ’énergie par site (en unité de J) du fondamental de
spin 0 (o,e) et de spin 1 (O,M) en fonction du nombre mazimal Nyay de phonons
pour o = 0,36, g = 0,5 et Q = 0,3J. Les symboles clairs (foncés) correspondent d une
chaine de 12 (20) sites (figure extraite de la référence [136], publication n° 2).

ii) Traitement complet

Ainsi, conserver seulement le mode m des phonons ne permet pas d’avoir acces a
toute la physique apportée par les phonons dynamiques. Il est donc nécessaire d’aller
au-dela. Différentes approches ont par la suite été proposées: approche Monte-Carlo
Quantique de type développement en séries stochastiques [173], approche par Diago-
nalisation Exacte en fixant un nombre maximal de phonons (indépendamment de leur
vecteur d’onde) [174].

Nous avons choisi d’adapter une méthode introduite par FEHRENBACHER [175, 176]
pour I’étude du modele t-J comprenant un couplage de type Holstein en Diagonalisation
Exacte [177, 171]. En chaque lien ¢, une base phononique & deux états incluant le vide
0;) et un état cohérent |1;) est utilisée. La partie phononique du hamiltonien (30) est
réécrite de la maniere suivante :

Honayn = JAY (b, +6) A+ Q> blo,,
[ 7

ou A; est un opérateur de valeurs propres 0 et 1, et A une constante. Il est alors utile
de considérer loscillateur déplacé (état cohérent):

1): = exp(=n/2)) exp(n b})[0),

n étant un parametre variationnel. En effet, si A; est un scalaire pouvant prendre les
valeurs 0 et 1, les vecteurs propres phononiques associés sont les deux états précédents
avec 1 = 1y = —AJ/Q. Dans le cas ol A; est un opérateur, cette base reste un tres
bon choix (figure 11.18) : = 7 est le choix optimal du parametre variationnel pour un
faible couplage et est une bonne estimation pour un couplage quelconque. Désormais,
nous utiliserons toujours cette valeur de ny. Dans le cadre de notre étude, 'opérateur
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A; correspond généralement & — (5.5, — 1) (le signe moins et le ; ont été introduits
afin de rendre 0 et 1 valeurs propres), ce qui introduit dans le hamiltonien un terme
de dilatation globale non pertinent.

0.2 & A

AEE,,
&

0.0 0.5 1.0 15
M

Figure 11.18 — Variation relative d’énergie du fondamental en fonction du parameétre
variationnel n pour a = 0,5, g = 0,5, Q = J (A, faible couplage) et o = 0, g = 1
et Q@ = J (0, couplage intermédiaire) sur un anneau de 4 sites (figure extraite de la
référence [171], publication n° 6).

D’un point de vue technique, il est pratique de considérer en chaque lien ¢ la base
phononique orthonormée formée des états |0); et [1);. |0); est donc le vide au lien ¢ |0);
auquel on a retranché sa projection orthogonale sur le vecteur |1);, soit explicitement :

1
Vi—em

Ainsi le codage des états phononiques utilise en chaque site un bit (comme pour celui
des états de spin). Un probléme de L spins couplés & des phonons dans ’approximation
considérée est a peu pres équivalent du point de vue de la taille de I'espace a 2L spins
sans phonons (le probleme est en fait légérement plus complexe car la conservation
du S* total pour les spins n’a pas d’équivalent pour les phonons). Pour implémenter
le hamiltonien, il reste & écrire sa partie phononique dans la base choisie (|0);, |1);)
qui correspond donc a une matrice 2 x 2. On obtient dans cette base par exemple
I’expression :

0): = (10) = e 0))

0 0
bi = 776_772/2
1
Pour avoir une idée de son efficacité, cette méthode variationnelle est comparée a une
troncature simple dans I’espace réel en gardant 2 (|0);, [1);) ou 8 modes (|0);, |1);, -- -,

|7);) de phonons par site sur un anneau de 4 sites pour 1’énergie par site du fondamental
et le nombre moyen de phonons par site (figures 11.19(a) et (b) respectivement). I
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apparait que les résultats sont bien meilleurs que ceux obtenus en ne gardant que deux
modes de phonons par site. En effet, le traitement est non perturbatif et ne sous-
estime donc pas de facon dramatique ’action des phonons. En couplage quelconque, la
dynamique des phonons reste qualitativement préservée. En fait, les parametres utilisés
pour décrire les composés restent dans le cadre des conditions de la figure 11.19. La
différence avec un traitement complet reste faible.
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Figure I1.19 — (a) Nombre de phonons moyen par site et (b) énergie par site pour le
fondamental sur un anneau de 4 sites en utilisant une troncature & 2 (o), 8 (o) phonons

par site et l’approche par états cohérents avec n = ny (3) (figure extraite de la référence
[171], publication n° 6).

Etude du réseau

Il convient tout d’abord de s’intéresser aux phonons qui ont un role prépondérant
dans ce hamiltonien. Le nombre moyen de phonons par site dans ’état fondamental est
indiqué sur la figure I1.20 en fonction de 'inverse de la taille L de ’anneau considéré. I
apparait clairement que le nombre de phonons par site varie tres peu et qu’a la limite
thermodynamique, I’action des phonons reste bien définie.

Néanmoins, ’étude de l'effet exact des phonons sur la distorsion du réseau est
nécessaire. On définit le facteur de structure du réseau a temps égaux sur le fondamen-
tal: C(1) = 1/L Y (uiyjuz)o, 0t u; = g(bl+b,) est Popérateur déplacement au lien i. En
fait, il est plus commode d’étudier la transformée de Fourier C(q) = _, C(j) exp(igr;)
qui décrit plus visuellement la distorsion. C'(q) est tracé pour plusieurs tailles en figure
I1.21. A la limite thermodynamique, le réseau est parfaitement dimérisé: le picen g = 7
diverge comme la taille L alors que les autres composantes sont constantes (cette diver-
gence provient simplement de la définition utilisée: de facon équivalente, on aurait pu
normer le pic en ¢ = 7 et faire tendre les autres composantes vers zéro). Il y a donc bri-
sure spontanée de la symétrie de translation. On prévoit aisément deux fondamentaux
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Figure I1.20 — Exemple typique de dépendance du nombre moyen de phonons par site
ny = 1/L Zi(b}bi)o dans le fondamental en fonction de 1/L (o = 0,36, g = 0,3 et
Q=0,3J).

reliés par la translation élémentaire. Cette brisure de symétrie peut étre caractérisée
par le parametre d’ordre §* défini a partir du facteur de structure du réseau :
(6")2 = lim C(m)/L.
L—oo

En effet, le second terme de cette égalité peut étre réécrit comme 1/L2 37, (—1)" (w;u )0
qui redonne bien 62 pour u; = (—1)!d;. Dans toute cette partie, la distorsion globale
(c’est-a-dire & ¢ = 0) de la chaine provenant de la forme du hamiltonien utilisé a été
soustraite pour ne garder que la partie pertinente des résultats. On notera que le pla-
teau constant pour 0 < g < m provient simplement des fluctuations de point zéro des
phonons qui contribuent typiquement par un terme égal 4 ¢g? comme on va le voir.
Lorsque ¢ est différent du vecteur d’onde 7 de la distorsion, on a:

2
g iq(r;—r;
Cla) = (ugu-go = D= ((b, +b])(b; + b))
1,

2
g 1q(ri—7; f t =
21T 0](b; + b (b; + 0D)0) = o7,

1]

12

ou la moyenne sur le fondamental est évaluée sur le vide des phonons. Ainsi, les
corrélations au vecteur d’onde ¢ considéré sont négligées. Cette approximation donne
un résultat correct (voir figure I1.21), sauf évidemment pour ¢ = 7.

Transition vers un état dimérisé

Nous avons montré que le réseau se dimérise spontanément. A cette brisure spon-
tanée de symétrie correspondent donc une dégénérescence du fondamental et I'ouver-
ture d’un gap de spin. Sur la figure 11.22, les premier et second gaps singulet-singulet
ainsi que le gap triplet-triplet sont indiqués en fonction de 'inverse de la taille L de
I’anneau considéré. Le premier gap singulet (qui correspond & la différence d’énergie
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Figure I1.21 — Facteur de structure du réseau a temps égauz C(q) pour les tailles
L=6 (0),8 (0), 10 (v), 12 (A) et 14 (x) sites (= 0,36, g =0,3 et 2 =0,3J).

de deux niveaux de symétries distinctes ¢ = 0 et ¢ = 7) semble disparaitre dans la
limite thermodynamique: les deux fondamentaux (singulets) des deux secteurs sont
alors dégénérés. Par contre, le gap singulet-singulet suivant noté A% (qui correspond
a la différence de deux niveaux d’énergie dans un méme secteur) est différent de zéro.
Il y a donc bien ouverture d’un gap (singulet-singulet et singulet-triplet).

Le parametre d’ordre du réseau 6%, le (deuxiéme) gap singulet-singulet A% et le
gap singulet-triplet A% sont tracés en fonction du couplage magnéto-élastique sur la
figure 11.23 a fréquence (2 fixée. Typiquement, les trois grandeurs augmentent a mesure
que le couplage croit et leur comportement est similaire, ce qui correspond au fait que
5%, A% et A% sont associés A la brisure spontanée de symétrie.

Diagramme de phase

La question naturelle qui se pose est de savoir précisément dans quelle région de
I’espace des parametres la transition spontanée vers un état dimérisé a lieu et s’il existe
des valeurs critiques de g ou 2. Pour o > «, la réponse est simple car le fondamental
est déja dimérisé, méme en I'absence de phonons. Il reste a traiter le cas a < a.
L’étude directe de la dimérisation 6* ou du gap de spin ne permet pas de conclure car
la transition vers la phase dimérisée se réalise continiment par rapport aux parametres
(la transition est du type KT et la dérivée des parametres d’ordre est nulle a tous les
ordres au point de transition) et il est donc difficile de différencier numériquement une
valeur nulle d’un parametre d’ordre d’une valeur tres faible.

Groupe de renormalisation

Pour a < a,, un argument de groupe de renormalisation similaire a celui proposé
par ZIMANYI, KIVELSON et LUTHER [178] a été utilisé & faible couplage, ¢’est-a-dire
plus explicitement lorsque ¢2.J/Q < 1 [177]. On se raméne tout d’abord & un probléme
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Figure I1.22 — Premier () et second Figure II.23 - Variation de la

(M) écarts singulet-singulet en fonction
de 1/L pour a« = 0, g = 0,45 et Q2 =
0,3J). L’absence de frustration permet
de se placer dans le cas le moins favo-
rable pour observer [’apparition d’une
phase dimérisée avec gaps.

dimérisation 6* (o) et des gaps
singulet-singulet A% (o) et singulet-
triplet A% () en fonction du couplage
magnéto-élastique g pour o« = 0 et
Q = 0,3 (figure extraite de la
référence [177], publication n° 4).

de fermions sans spin par la transformation de JORDAN-WIGNER [9]. Le modele sans
phonon ne posseéde —par symétrie SU(2) et absence d’excitation de charge— qu’une
interaction instantanée, marginalement non pertinente (pour o < ) notée h, de valeur
nue hy positive (I'interaction est répulsive). Une intégration sur les phonons engendre
une interaction attractive électron-électron retardée h de valeur nue hy ~ —cg?J/Q
[179, 180], ou ¢ est une constante positive. On renormalise alors les deux types d’inter-
actions jusqu’a des énergies de I'ordre de la fréquence €2. En effet, au-dessous de cette
échelle typique, toutes les interactions sont essentiellement instantanées et la nouvelle
valeur de l'interaction instantanée est obtenue en ajoutant ’interaction retardée renor-
malisée A () & celle instantanée h(Q). Le hamiltonien effectif de basse énergie a la méme
forme que celui sans phonon dont on connait les propriétés: si la nouvelle interaction
instantanée a changé de signe (h(Q) 4+ 2(Q) < 0), alors le systéme est spontanément
dimérisé.

Les équations de renormalisation sont [178]:

=
|
|
(Y
>
>
|
>
L

les dérivées étant prises par rapport au logarithme de 'inverse de I’échelle d’énergie.
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Ces équations sont exactement intégrables:

ht) = 1+ hgt

. (1 + hot) /2 (31)
t) = — .
( ) 1/h0+2/h0—2/h0(1+h0t)71/2

En fait, ce scénario de dimérisation a toujours lieu pour un couplage suffisamment élevé,
par exemple explicitement, g2 > Qhgy/(2cJ) dans la limite des faibles Q2. Néanmoins, il
est nécessaire que le couplage reste suffisamment faible pour que le traitement utilisé
soit valide. Une étude numérique est indispensable pour établir précisément un dia-
gramme de phase. Numériquement, on vérifie que la dimérisation a effectivement lieu
dans une tres vaste région de I’espace des parametres.

Résultats par Diagonalisation Exacte

L’étude précédente suggere 1’existence d’une valeur critique du couplage pour toute
fréquence. Nous allons maintenant nous intéresser au diagramme de phase exact ob-
tenu numériquement. Similairement au cas de la chaine d’Heisenberg frustrée, il n’est
pas possible, en étudiant le gap de spin ou la dimérisation, d’obtenir les valeurs cri-
tiques précisément. La procédure de groupe de renormalisation précédente indique que
I’action des phonons peut, a petit couplage, étre ramenée a une frustration effective.
Une méthode précise de détermination du diagramme de phase est alors d’étudier le
croisement du singulet et du triplet & Ag = 7 vue précédemment (page 42). Il est a
noter que I’étude du singulet est rendue difficile a petite fréquence car des excitations
de nature phononique au-dessus du fondamental sont indistinguables des excitations
magnétiques singulets. Par contre, pour le premier état triplet, aucune confusion n’est
possible. Le diagramme de phase ainsi obtenu pour oo = 0 est indiqué en figure 11.24.
Les résultats sont cohérents avec ceux du groupe de renormalisation au paragraphe
précédent. Des estimations directes du gap de spin par exemple encadrent bien les va-
leurs critiques. On constate que la zone pour laquelle g o« vQ quand Q < J (voir para-
graphe précédent) est effectivement assez restreinte et que les évaluations numériques
sont donc nécessaires.

Il est important de noter que 1’existence d’une valeur critique du couplage est une
caractéristique du modele avec phonons dynamiques. En effet, on note ’apparition
d’une dimérisation pour toute valeur du couplage dans le modele adiabatique. Les
fluctuations quantiques déstabilisent I’ordre dimérisé.

Une étude similaire [181] a été menée pour un hamiltonien avec des phonons sur sites
plutot que sur liens, c’est-a-dire plus explicitement comportant un terme spin-phonon
du type:

H spin—phonon = QJ[(b;H +b;41) — (6] + ;)15 5o

Les résultats sont qualitativement les mémes: pour toute fréquence finie existe un
couplage critique fini nécessaire a I’apparition de la phase dimérisée possédant un gap
de spin (avec a < ag).
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Figure 11.24 — Diagramme de phase dans le plan (2, g) du modéle spin-phonon dy-
namique pour oo = 0 séparant les phases uniforme (U) et dimérisée (D).

Conclusion partielle

Nous avons donc dans ce chapitre posé la forme des principaux modeles spin-Peierls
et résumé les principales caractéristiques de leur fondamental.

Un gap de spin s’ouvre dans la chaine d’Heisenberg frustrée (o > 0,24) par une
brisure spontanée de symétrie de translation. De plus, des qu'une dimérisation explicite
de la chaine est ajoutée, un gap de spin apparait quelle que soit la frustration.

Lorsque les degrés de liberté de spin sont couplés adiabatiquement au réseau, on
observe une distorsion de période 2, rendant le modele équivalent, en ce qui concerne
les propriétés du fondamental, a la chaine explicitement dimérisée.

La prise en compte du caractere quantique des degrés de liberté de réseau change
quelque peu la situation. En effet, pour une fréquence donnée, un couplage fini est
nécessaire afin de dimériser la chaine et ouvrir un gap de spin.

Maintenant que les propriétés fondamentales des modeles spin-Peierls ont été abor-
dées, il convient de s’intéresser aux états excités. C’est le sujet du chapitre suivant

74



Chapitre 111

Propriétés de basse énergie des
chaines spin-Peierls

ans le chapitre précédent ont été introduits les principaux modeles spin-
5 Peierls. Nous allons maintenant nous intéresser aux excitations de basse
énergie. Pour la chaine d’Heisenberg, depuis DES CLOIZEAUX et PEARSON
[37] en 1962, la forme des excitations de plus basse énergie est connue.
En 1981, FADDEEV et TAKHTAJAN [182] ont décrit ces excitations comme paires de
deux excitations de spin 1/2 appelées spinons. En 1981, pour la chaine de Majumdar-
Ghosh, SHASTRY et SUTHERLAND [140] ont introduit la notion de soliton, sorte de
défaut magnétique topologique apparaissant entre les deux fondamentaux possibles
de la chaine. NAKANO et FUKUYAMA [142] ont en 1982 étendu la notion de soliton
aux composés spin-Peierls en étudiant par bosonisation les excitations d’une chaine
de spin couplée adiabatiquement au réseau. La notion de soliton a quelque peu été
abandonnée dans le cadre des composés spin-Peierls jusqu’a ce que KHOMSKII et coll.
[30] proposent en 1996 une interprétation plaisante de la transition spin-Peierls en
terme de confinement-déconfinement des solitons a la Kosterlitz-Thouless.

Le chapitre a pour principal objet ’étude des excitations de basse énergie dans
les modeles spin-Peierls. L’excitation élémentaire est typiquement caractérisée comme
un soliton, dans les différents modeles. Nous nous intéressons d’abord au modele le
plus simple, c’est-a-dire la chaine d’Heisenberg frustrée et éventuellement explicitement
dimérisée. La structure des états de basse énergie ainsi que leur position par rapport au
continuum est alors détaillée. Ensuite, nous abordons la chaine d’Heisenberg couplée
adiabatiquement (deuxiéme partie) et dynamiquement (troisiéme partie) au réseau.
Essentiellement, les fonctions d’onde solitoniques et les énergies de liaison entre solitons
sont obtenues. Tout au long de ce chapitre, les résultats sont interprétés a la lumiere
des expériences réalisées sur le composé CuGeOs.



Chapitre III. Propriétés de basse énergie des chaines spin-Peierls

Chaine d’Heisenberg dimérisée

1.1 Chaine d’Heisenberg

DEs CLOIZEAUX et PEARSON [37] ont obtenu exactement la forme des états excités
de spin 1 pour la chaine d’Heisenberg périodique. Ceux-ci ont, dans la limite thermo-
dynamique, une énergie comprise entre wmin(q) = 7J/2sin(q) et wmax(q) = 7J sin(gq/2).
Ensuite, FADDEEV et TAKHTAJAN [182] ont interprété ces états excités comme combi-
naison de deux excitations élémentaires appelées spinons qui n’interagissent pas (a
distance suffisante), toujours dans la limite thermodynamique et ont une énergie:
w(q) = mJ/2sin(q). Ces spinons portent un spin 1/2 et apparaissent par paires dans
la chaine. Ils ont une énergie minimale nulle conformément & I’absence de gap dans le
spectre de la chaine d’Heisenberg. Il est a noter que la relation de dispersion est linéaire
a basse énergie. A impulsion ¢ fixée, un continuum d’excitations a deux spinons com-
mence & Wmin(q) et s’achéve a wpayx(g) (voir figure II1.1). La similitude avec la figure
[.10 est spectaculaire, indiquant le bon caractere « chaine de spin unidimensionnelle »
du composé CuGeOs. Une conséquence de la non-interaction a longue distance entre
spinons est typiquement que des états excités singulets de méme énergie que ceux de
spin 1 existent aussi. Ces spinons libres ont été mis en évidence expérimentalement par
diffusion inélastique de neutrons par exemple sur le composé KCuF3 [183].
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Figure II1.1 — Bornes inférieure et supérieure du continuum singulet et triplet a deuz
spinons de la chaine d’Heisenberg.

1.2 Chaine de Majumdar-Ghosh (ou plus généralement frustrée
avec a > o)

i) Solitons

Pour la chaine MG, SHASTRY et SUTHERLAND ont développé la notion de soli-
ton [140]. Appelons A et B les deux fondamentaux précédemment énoncés pour la
chaine MG. Si I’on part du fondamental A (B) et que I'on passe & I'autre fondamental
B (A), un spin non apparié apparait alors comme défaut topologique: c’est un soliton
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1 Chaine d’Heisenberg dimérisée

s (antisoliton §) qui porte un spin 1/2 (voir figure I11.2). Evidemment, les solitons se
propagent, acquérant une dispersion. Il est a noter que, contrairement au cas de la
chaine Delta [184, 185], solitons et antisolitons jouent un réle parfaitement équivalent.
SHASTRY et SUTHERLAND ont ensuite calculé avec grande précision les excitations de

(A) (B) (A)
*—eo 069 o06—° /t o—0 0O0—O *—0o
S

S

Figure I11.2 — Image du soliton comme défaut topologique et spin isolé entre les deux
fondamentaux A et B.

la chaine a I’aide de fonctions variationnelles faisant intervenir un soliton et un antiso-
liton comme sur la figure II1.2. En fait, 'image des solitons se généralise pour la chaine
frustrée jusqu'un peu au-dela du point MG (a. < a < 0,6).

~Y

Sur des chaines de longueur paires, les solitons et antisolitons n’apparaissent pas
isolés mais en paires de spin 0 ou 1 ou encore sous forme de combinaisons de ces paires.
Ainsi le gap singulet-triplet (singulet-singulet) n’est rien d’autre que ’énergie minimale
pour créer une paire s5 de spin 1 (0). Contrairement au cas des spinons de la chaine
d’Heisenberg, les solitons ont alors une énergie minimale de création.

Une maniere naturelle de créer un soliton isolé dans I'état fondamental est de
considérer une chaine de longueur impaire. De plus, pour visualiser le soliton, il est
nécessaire de briser artificiellement l'invariance par translation par exemple en utili-
sant des conditions aux limites ouvertes. Il est néanmoins essentiel de vérifier que cette
ouverture de la chalne ne présente aucun autre effet indésirable comme la formation
d’états liés soliton-bord. Nous reviendrons sur ce point dans le chapitre suivant.

0.04
Figure IT1.3 — (S?) (o) en fonction du 0.08 |
site i sur le fondamental de longueur 0.02 |

101 obtenu par DMRG avec conditions

A 001 F
aux limites ouvertes pour une chaine ]

. 0.00 &%
MG. La comparaison avec une onde
stationnaire est indiquée par e (figure -0.01 ¢
extraite de la référence [186], publica- —0.02 |
tion n° 5). -0.03 :

0 20 40 60 80 100

Au point MG, le soliton se comporte exactement comme une onde stationnaire, i.e.
comme une particule dans une boite, ainsi que le montre la comparaison en figure I11.3
[186]. Treés grossierement, I'image du soliton comme spin non apparié permet de le
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situer préférentiellemt dans les régions ot (S?) est maximal.
ii) Relation de dispersion du soliton

On va maintenant définir I’énergie minimale d’un soliton comme la différence d’éner-
gie entre une chaine impaire (pour laquelle le soliton apparait naturellement) et une
chaine paire (le fondamental d’une chaine paire constitué typiquement d’une succession
de singulets déconnectés joue un peu le méme role que le « vide » en théorie quantique
des champs, c’est-a-dire que les énergies sont repérées par rapport a lui). Plus quanti-
tativement, I’énergie minimale du soliton (c’est-a-dire le gap pour créer un soliton) sur
une chaine de taille L = 2p + 1 dans un secteur de symétrie k vaut :

1
Enin(2p+ 1,k) = Eo(2p + 1, 2’ k) — E§(2p + 1), (32)

ou Ey(L, S? k) est I’énergie du fondamental d’une chaine de longueur L dans le secteur
de symétrie k, de spin total selon I'axe z S* et E}(2p + 1) celle du fondamental d’une
chaine de longueur paire mais interpolée a la taille impaire 2p + 1 (voir figure I11.4).
On s’attend pour un systeme antiferromagnétique a avoir les excitations de plus basse

g3 igﬂfjp

Figure I11.4 — Schéma représentatif du calcul de l’énergie minimale d’un soliton
comme la différence entre I’énergie d’un anneau de taille impaire forcant apparition
d’un soliton et celle d’un anneau pair interpolé a la méme taille. Sur ce schéma, l’in-
terpolation la plus simple (une moyenne) a été considérée.

énergie dans le secteur 7. Cependant, comme le soliton se déplace de fagon effective
par deux sites, son minimum d’énergie a lieu autour de ky = £7/2 (voir figure IIL.5).
On a alors typiquement [186],

Emin(k) A \/U?(k + k0)2 + E12nin

ol v, est une vitesse typique. La théorie n’est strictement invariante de Lorentz qu’au
point critique .. Néanmoins, a basse énergie, le soliton se comporte comme une parti-
cule relativiste de masse E,,;,, donc avec une relation de dispersion quadratique a basse
énergie [186]. En fait, cette relation de dispersion a basse énergie que nous avons dérivée
ici juste en évoquant quelques criteres physiques peut étre obtenue par bosonisation
[142].

Numériquement, cette relation de dispersion quadratique a basse énergie est bien
vérifiée. De plus, on remarque que le soliton est bien défini autour de k = 7/2 (voir
figure I11.5), c’est-a-dire qu’un gap existe au-dessus de ’état solitonique (voir fleche en
figure I11.5).
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Figure II1.5 — Relation de dispersion du soliton obtenue par Diagonalisation Ezacte
pour une chaine fermée de 21 sites au point MG. Les niveaux d’énergie ont été calculés
dans le secteur S* = 1/2 (o) et S* = 3/2 (). La ligne indique la relation variationnelle
de SHASTRY et SUTHERLAND [140]: wso = (J/2)(5/4 + cos(2k)). La fléche indique
le gap au-dessus de l’état solitonique (figure extraite de la référence [186], publication
n° 5).

On s’intéresse maintenant a I’énergie minimale nécessaire pour créer un soliton qui
se définit naturellement comme E;, = limy o ming(Funin(L, k)). Par exemple, pour
la chaine d’Heisenberg, 1’équivalent du soliton est le spinon dont 1’énergie minimale est
nulle (la chaine d’Heisenberg ne comporte aucun gap), comme on le constate sur la
figure II1.6 quand la taille de la chaine augmente. La dépendance envers la taille du
réseau est alors en 1/L a des corrections logarithmiques prés. Sur une chaine fermée de
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Figure II1.6 — Energie minimale du spinon de la chaine d’Heisenberg par Ansatz de
Bethe (o) ou du soliton de la chaine MG par Diagonalisation Ezacte (B) et DMRG
(Q) en fonction de 1/L? (figure extraite de la référence [177], publication n° 4).

79



Chapitre III. Propriétés de basse énergie des chaines spin-Peierls

longueur L, la forme relativiste de ’énergie (équation (33)) engendre des corrections
d’ordre 1/L? quand ’énergie minimale est finie:

(Usk0)2 1

Emin(L) = Emin + m + O(E)a

(33)
dues au fait que 7/2 n’est un vecteur du réseau réciproque qu’a 1/L pres. Pour la chaine
de MG, D’énergie minimale du soliton est évaluée a 0,1170(2)J par Diagonalisation
Exacte ou DMRG [177] et sa vitesse a 0,43 — 0,45.J (voir figure I11.6). La premiere est
a comparer a 0,125 (0,11701J), valeur obtenue par les fonctions variationnelles de
SHASTRY et SUTHERLAND & deux (quatre) solitons [140].

iii) Etats liés de solitons?

Une question essentielle est de savoir si ces excitations élémentaires peuvent former
des états liés. De maniere générale, les états a deux solitons peuvent étre de spin 0 ou
1. Dans la suite, nous distinguerons typiquement ces deux cas. L’énergie de liaison dans
I'état a, notée Ef,. . (L), est alors naturellement définie comme la différence d’énergie
de la paire moins celles du soliton et de I’antisoliton séparés:

Ea

liaison

(L) = AY(L) = 2Emin,

A® étant le gap associé pour créer une paire soliton-antisoliton dans 1’état singulet
ou triplet et Ef,.. . 1'énergie de liaison correspondante. Pour la chaine frustrée (non
explicitement dimérisée), on obtient des énergies de liaison nulles (voir figure I11.7
au point MG dans le cas du triplet). Le soliton et 'antisoliton n’interagissent pas, a
part une répulsion a courte distance, et vont avoir tendance a se situer en des points
maximalement éloignés de la chaine (voir par exemple le haut de la figure II1.12 quand
d = 0). Comme conséquence immédiate, on en déduit par exemple que le gap singulet-

triplet est égal au gap singulet-singulet (et aussi par conséquent & deux fois 1’énergie
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Figure IT1.7 — E’nergie de liaison de la paire soliton-antisoliton de la chaine MG dans
létat triplet par Diagonalisation Ezacte (B) ou DMRG () et dans [’état singulet par
Diagonalisation Ezacte (o) ou DMRG (o) en fonction de 1/L (figure extraite de la
référence [177], publication n° 4).
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1 Chaine d’Heisenberg dimérisée

minimale pour créer un soliton). Cela semble étre le cas au moins jusqu’a une frustration
de Pordre de 0,7 [187].

iv) Dynamique

Le facteur de structure dynamique S#(g,w), qui correspond expérimentalement a
la diffusion de neutrons, et obtenu & partir de la formule (20) avec A = S%(q) (c’est-
a~dire la transformée de Fourier de la composante z du spin local) est tracé en figure
ITI.8 par Diagonalisation Exacte d’'un anneau de 28 sites. La structure de basse énergie

S™(q,m) [a.u]

2z

w/J

Figure II1.8 — Facteur de structure dynamique S**(q,w) de la chaine MG.

rappelle la solution de DES CLOIZEAUX et PEARSON de la chaine d’Heisenberg. Les
deux principales différences sont la présence d'un gap a ¢ = 0 et ¢ = 7 et le fait que,
a cause de la frustration, le maximum obtenu & ¢ = 7/2 ait une énergie w = J au lieu
de wJ/2. De plus, toujours a ¢ = /2, il est intéressant de noter que tout le poids est
contenu dans un seul pic (correspondant au triplet CASPERS-MAGNUS [119]), ce qui
indique la présence d’un état lié de haute énergie. Ce point n’est pas contradictoire
avec ’analyse précédente en termes de solitons qui exclut la présence d’états liés de
basse énergie, i.e. autour de ¢ = 0 et ¢ = 7. La non-invariance de Lorentz de la
théorie est alors cruciale car sa présence impliquerait I’équivalence des propriétés pour
tout g. Cet état 1lié de haute énergie devrait toujours exister pour des valeurs proches
de 7/2.

On remarquera que la relation de dispersion de la premiere excitation de spin 1
(c’est-a-dire le plus bas pic dans S**(gq,w) pour chaque ¢) semble avoir son minimum
en ¢ = 7 jusqu’a une valeur de la frustration comprise strictement entre le point de
désordre MG a = 0,5 et le point de Lifshitz [188].

1.3 Chaine explicitement dimérisée

Le calcul direct de I’énergie de liaison d’une paire ss n’est plus possible dans ce
cas car il impliquerait de considérer des chaines fermées impaires, ce qui est incom-
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patible avec la présence d’un terme de période 2 dans le hamiltonien. Par contre, un
argument simple permet de bien appréhender la physique. Les interactions entre soli-
tons sont totalement différentes du cas précédent, sans dimérisation explicite. En effet,
le terme de dimérisation leve la dégénérescence entre les deux fondamentaux A et B,
et A (par exemple) reste le seul fondamental. Si une paire soliton-antisoliton séparée
par une distance r intervient, 1’état B existe sur une distance r et ’énergie est aug-
mentée d’une quantité de I'ordre de typiquement dr par rapport au vrai fondamental
(voir figure II1.9). 11 y a donc confinement (c’est-a-dire une interaction divergeant a
'infini) des paires soliton-antisoliton, ce qui rend les paires s§ semblables aux paires
qq dans les noyaux, soumises a un potentiel attractif linéaire di a l'interaction forte
(voir figure II1.11). Le fondamental (non dégénéré) est un singulet. Au-dessus existe
un potentiel linéaire dans lequel une échelle d’états liés triplets et singulets alternés (et
non un continuum) prend place [129]. Le premier état excité est un triplet (souvent
appelé magnon) d’énergie par rapport au fondamental le gap de spin A%. Ces états
liés existent jusqu’a I'énergie 2A%. En effet, lorsqu’une paire s5 excitée atteint cette
énergie, il devient alors plus favorable de créer une seconde paire s§ (figure I11.10) et
le continuum (& deux paires) prend place a cette énergie. Ces paires sont séparées par
le vrai fondamental et n’interagissent pas dans la limite thermodynamique, mis a part
une répulsion 3 courte portée. L’appellation du premier état 1ié singulet (4 30 cm™1)
« état 1ié de magnons » dans les expériences de diffusion Raman est donc incorrecte. Ce
premier état est bien un état lié, mais de solitons.

V(r) ~rd
o f ool pute  PA=hed=ivtig

Ex fondamental ¢ - . .
S s Energie croissante

Figure IIL.9 — Image du potentiel Figure II1.10 — Illustration de la
linéaire entre un soliton et un antiso- création d’une seconde paire s§ quand
liton. on « tire» sur une paire Ss.

Selon cette analyse, le début du continuum est donc caractérisé par le premier état de
spin 2, synonyme de deux paires distinctes ss. Cette situation est résumée sur le schéma
ITI.11. 11 est a noter que lorsque la dimérisation § diminue, le potentiel devient plus
plat et la distance typique entre les états liés diminue, ce qui augmente leur nombre.
Dans la limite § — 0, les états liés deviennent infiniment proches et on retourne dans le
cas de la chaine frustrée pour laquelle le continuum commence au-dela de la premiere
excitation.

Cette situation est illustrée quantitativement sur la figure II1.12 ou (S?) est tracé
en fonction de la position pour le fondamental de spin 1 dans une chaine paire: une
paire s5 est donc présente. Typiquement, un maximum de (S?) représente un soliton
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1 Chaine d’Heisenberg dimérisée

Continuum

.

Fondamental ------%-----1...L____%
s=0

Figure III.11 — Etats liés singulets et triplets dans le potentiel linéaire dans le
référentiel du centre de masse (k = 0). Bien entendu, chacun des niveauzr posséde
une dispersion (non montrée ici par conséquent). Le continuum commence au premier
état de spin 2.

centré en ce point. Pour une dimérisation nulle, les solitons sont situés au quart et aux
trois quarts de la chaine (onde stationnaire). On constate que lorsque la dimérisation
augmente, la paire s5 voit son extension spatiale diminuer notablement conformément
a ce qui précede. Pour une forte dimérisation, la notion de soliton n’est plus adaptée
et la paire s§ forme une paire insécable appelée magnon. Notons qu’une méthode type
approximation harmonique autocohérente sur le hamiltonien bosonisé correspondant
(c’est-a-dire sine-Gordon a double fréquence, voir page 42) permet de retrouver quali-
tativement 1’allure de ces fonctions d’onde solitoniques [189].
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Figure II1.12 — Fonction d’onde (S!) dans de fondamental de spin 1 obtenu par
DMRG sur une chaine ouverte de 100 sites pour o« = 0,5 et 6 = 0, 0,025, 0,05, 0,1 et
0, 2 respectivement. Les chaines commencent et finissent par un lien fort (figure extraite
de la référence [186], publication n° 5).
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Le spectre d'un systeme explicitement dimérisé comprend des états liés bien définis
sous le continuum. De maniere a visualiser plus concretement ces états liés ss, le spectre
d’une chaine périodique de longeur L = 28 obtenu par Diagonalisation Exacte est in-
diqué sur la figure I11.13. Les parametres o = 0,5 et 6 = 0,05 sont choisis de fagon
a minimiser la longueur de corrélation magnétique &, donc par conséquent les effets
de taille finie (proximité du point de MG, dimérisation pas trop petite) et & maximi-
ser le nombre d’états liés s5 sous le continuum (soit dimérisation pas trop grande).
Néanmoins, a la limite thermodynamique, ces résultats sont génériques: plusieurs
états liés s5 (au moins cing pour ce jeu de parametres) existent sous le continuum.
L’image donnée précédemment est parfaitement en accord avec ces résultats exacts.
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o
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Figure II1.13 — Niveauz d’énergie les plus bas de spin 0 (o), 1 (o) et 2 (®) obtenus
par Diagonalisation FExacte d’un anneau de 28 sites pour les parameétres o = 0,5 et
0 = 0,05 labellés selon leur vecteur d’onde k. Leurs énergies sont repérées par rapport
au fondamental. La colonne de gauche indique les niveauxr d’un anneau de 32 sites,
dans le secteur k = 0 (figure extraite de la référence [186], publication n° 5).

Il est a noter que dans le cas peu frustré, analyse précédente en terme de confine-
ment di a un potentiel répulsif linéaire n’est plus valable. La dimérisation explicite ne
peut en effet plus étre considérée comme une perturbation. Des arguments dimension-
nels montrent que les solitons et antisolitons sont confinés en paires par un potentiel
o /1 [139] (voir page 43).

i) KEtats liés triplets

Dans le paragraphe précédent, des états liés s5 triplets ont été mis en évidence dans
le spectre d’excitation. Il reste a savoir s’ils peuvent bien étre détectés expérimentalement
(par diffusion inélastique de neutrons par exemple), c’est-a-dire s’ils posseédent un poids
appréciable dans le facteur de structure dynamique S**(q,w).

Analyse: Le facteur de structure dynamique est indiqué en figure II1.14 pour les
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1 Chaine d’Heisenberg dimérisée

parametres o = 0,5 et 6 = 0,05 permettant d’observer au moins trois états liés triplets.
La structure de basse énergie est donc bien définie et séparée du continuum (§ # 0).
Le comportement d’échelle du poids des quatre premiers pics en figure II1.15 confirme
cette analyse. Le poids du quatrieme tend vers zéro a la limite thermodynamique,
contrairement aux trois premiers, ce qui indique le début du continuum. Les branches
de triplets sont le plus facilement observables autour de ¢ = 7. Pour un composé plus
frustré que CuGeQOs, plusieurs états liés pourraient donc étre mis en évidence sous le
continuum mais toutefois avec une intensité assez faible [186]. En effet, on note que la
majeure partie du poids est répartie dans le premier pic et 1’observation expérimentale
de plusieurs états liés peut étre difficile a réaliser.
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Figure II1.14 — Facteur de struc-
ture dynamique S**(q,w) d’une chaine
dimérisée de 28 sites pour des pa-
rametres « optimauzry» o = 0,5 et § =

Figure II1.15 — Poids relatif des pre-
mier (o), deuziéme (), troisiéme (1)
et quatriéme (e) pics présents dans le
facteur de structure dynamique de la fi-

0,05. Les lignes continue, a tirets et
pointillée indiquent les trois états liés.
Un élargissement ¢ = 0,05J a été
utilisé (figure extraite de la référence
[186], publication n° 5).

gure précédente II1.14 en fonction de
[inverse de la taille du réseau.

Application a CuGeO;3: Dans le cas de parametres adapté au cas de CuGeOQOs, la
longueur de corrélation magnétique £ est nettement plus importante que précédemment
et le nombre d’états liés est difficile & déterminer. Cependant, le bas du spectre tri-
plet est pratiquement convergé pour L=28 sites. Au moins un état lié existe (6 # 0)
et possede un poids important dans le facteur de structure dynamique, notamment
autour de ¢ = 7 [190, 191, 192] (voir figure II1.16. De plus, il a été mis en évidence
expérimentalement par neutrons [35]. On remarque un maximum de la structure de
basse énergie pour w/J ~ 1,2 J. L’accord avec les points expérimentaux de REGNAULT
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et coll. [34] est trées bon (voir figure I11.17) et cela confirme la valeur de la frustration
du composé, introduite de facon totalement indépendante pour reproduire la varia-
tion de la susceptibilité magnétique a haute température. En effet, le maximum de la
structure de basse énergie varie de wy.x = J pour une forte frustration o = 0,5 a
Wmax = TJ/2 ~ 1,6J pour une chaine non frustrée, en passant donc par wpyay =~ 1,2J
pour a =~ 0, 36. Une remarque intéressante est la structure en double gap de CuGeOs.
Celle-ci peut ainsi étre expliquée par la chaine d’Heisenberg frustrée et explicitement
dimérisée. Nous avons vu que le continuum commencait (pour des raisons de stabilité
de la paire s5) exactement a deux fois le gap de spin, et ce rapport de 2 a bien été
observé [35].

S*(q,0) [u.a.]

0 1 2 3 0.0 0.5 1.0 1.5 2.0
o/J q/n

Figure III.16 — Facteur de struc-
ture dynamique S**(q,w) d’une chaine
dimérisée de 28 sites pour des pa-
rametres correspondant a CuGeOs
(¢ = 0,36 et 6 = 0,014). Un
élargissement € = 0,05J a été utilisé.

Figure II1.17 — Relation de disper-
ston des excitations de spin 1 de basse
énergie pour la chaine d’Heisenberg
(ligne avec tirets), la chaine MG (ligne
en pointillés) et la chaine utilisant des
paramétres adaptés o CuGeQOs (ligne

continue). Les points expérimentauz de
REGNAULT et coll. [34] sont aussi in-
diqués, en prenant J = 160 K.

ii) Etats liés singulets

Similairement a 'analyse des états liés triplets, nous allons étudier la possibilité
d’observer expérimentalement les états liés singulets par diffusion Raman. La théorie
de FLEURY-LOUDON [193] suggere que 'opérateur Raman & considérer dans la formule
(20) est proportionnel &: [194, 113]

A=Hp= Z ;.81 + ’YZ S;-Sita, (34)
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1 Chaine d’Heisenberg dimérisée

en omettant la partie commutant avec le hamiltonien qui produit un pic non pertinent
a fréquence nulle et ou 7 est un parametre microscopique. En fait, il apparait que
le spectre Raman ainsi obtenu est indépendant, a des différences mineures pres, de la
valeur de -y considérée pour les parameétres que nous avons considérés [195]. Nous avons
donc utilisé v = 0 par la suite.

Analyse: Le spectre Raman d’une chaine de 28 sites pour les parametres a = 0,5
et 0 = 0,05 est indiqué en figure I11.18. L’intensité Raman est nulle jusqu’au pic
principal d’énergie w = A%. Ce pic correspond au premier état lié singulet (foir figure
I11.13) et représente la structure la plus importante du spectre. Les deux pics suivants
correspondant aux autres états liés ont une intensité typiquement plus faible. L’étude
des poids relatifs des premiers pics en fonction de la taille L permet, comme dans le
cas des neutrons, de conclure en faveur de la nature liée de ces trois premiers états,
en accord avec 1'étude du paragraphe précédent. On constate en figure II1.19 que les
deux premiers pics ont un poids clairement non nul a la limite thermodynamique. Le
troisieme a un poids non nul mais infinitésimal et ne peut étre vu expérimentalement.
Le quatrieme, quant a lui, s’annule pour les grandes tailles et marque bien le début du
continuum. Ensuite commence donc une large bande correspondant au continuum. Les
oscillations présentes dans le continuum sont un effet de taille finie.
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Figure II1.18 — Spectre Raman d’un
anneau de 28 sites pour les parametres
a = 0,5 et d = 0,05 avec un élar-
gissement € = 0,1J. Les fleches in-
diquent les trois états liés singulets
vus précédemment (figure extraite de la
référence [196], publication n° 9).

Figure II1.19 — Poids relatif des pre-
mier (o), deuziéme (), troisiéme (A)
et quatriéme (o) pics présents dans le
facteur de structure dynamique de la fi-
gure précédente II1.18 en fonction de
Uinverse de la taille du réseau (figure
extraite de la référence [195], publica-
tion n° 10).
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Ainsi, plusieurs états liés singulets pourraient étre détectés pour un composé a
priori plus frustré que CuGeQOs.

Application a CuGeO;: Encore une fois, les parametres correspondant ne per-
mettent pas de conclure & propos du nombre d’états liés sous le continuum vu la
longueur de corrélation importante (mais il en existe au moins un). On note une in-
tensité Raman nulle jusqu’a un état lié, ce qui a été détecté expérimentalement [48].
Son interprétation assez répandue en tant qu’état 1ié de deux magnons (chacun d’entre
eux étant lui-méme un état lié de spin 1) [48, 50, 51, 52, 172, 54, 194] n’est donc pas
la mieux adaptée vu le caractere libre des magnons et une caractérisation en termes
d’état 1ié soliton-antisoliton semble plus réaliste.

Modele adiabatique

Considérons un modele de spin, couplé adiabatiquement au réseau unidimensionnel
sous-jacent. Les excitations élémentaires du systéme acquierent alors une composante
magnétique et une composante élastique, contrairement aux solitons de SHASTRY et
SUTHERLAND de la chaine MG qui sont purement magnétiques. En ’absence de cou-
plage interchaine, les variations brusques de la distorsion du réseau et de 'aimantation
sur site coincident.

2.1 Bosonisation

Il est intéressant de revenir tout d’abord a ’approche de basse énergie dans la
limite continue proposée par NAKANO et FUKUYAMA [142] et d’étudier les excitations
élémentaires selon cette approche. Reconsidérons donc le hamiltonien (13) obtenu pour
une modulation adiabatique du réseau:

Haa = /Z_x (uK(wH)2 + %(895@)2) +g/dw cos(4P)

m
: K ,
+ ¢ [ drusin(2®) + [ dx 5 U (35)

Le hamiltonien double sine-Gordon n’est a priori pas intégrable. Par contre, I’approxi-
mation harmonique autocohérente permet d’en extraire des résultats. Cette approche
consiste & séparer le champ ®(z) en une partie classique ®o(x) et une autre pre-
nant en compte les fluctuations quantiques <i>(x), Cest-a-dire ® = &, + ®. Dans la
pratique, I'approximation harmonique (ou gaussienne) revient & changer cos(<i>) en
exp(—(®2)/2)[1 — (&% — ($?))/2]. La méthode est appelée autocohérente car les valeurs
moyennes du genre ($?) doivent étre calculés sur le fondamental qui dépend du choix

de ®,. La partie linéaire en ® doit alors étre nulle dans le hamiltonien, ce qui mene a
[142, 197, 111]:

—2%63@0 - gsin(4<I>0)e’8<(i’2> +cu (:os(2¢>0)e’2<<i’2> =0. (36)
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2 Modele adiabatique

Le champ de distorsion u est obtenu a partir de sa condition d’équilibre :
csin(2@0)e 2**) + Kjju = 0. (37)

Ces deux équations peuvent étre réunies en:

02(4®,) + ? sin(4®) = 0, (38)
avec [198]
2o _ 2K @y C o a@y
1/& = - ~lge + 2K, ] (39)

& représente la largeur du soliton. Intuitivement, on comprend que lorsque la raideur
du réseau K| augmente, £, augmente. De méme, une forte frustration aura tendance a
réduire la largeur du soliton. Ces deux comportements sont bien vérifiés par la formule
(39).

La résolution la plus simple de 1’équation (38) est celle obtenue sur un réseau
infini en partant d’un fondamental &3 = +7/2 en z = 00 et en arrivant sur l'autre
fondamental &y = F7/2 en z = Foo. Dans ce cas, un défaut topologique survient
au milieu de la chaine. La solution est explicitement (voir page 40 pour l’expression
bosonisée des opérateurs de spin) :

(u(z) = uoth(
§ (St (2))
1

\( a1 (T)) o ma

ou ug est I’amplitude de la dimérisation dans le fondamental. Ce genre de solution est
évidemment typiquement adapté aux chaines ouvertes contenant un soliton ou plusieurs
bien séparés.

La solution précédente ne représente qu’un cas particulier de résolution adaptée a
des conditions aux limites bien particulieres avec un seul soliton. On peut s’intéresser
aux états a plusieurs solitons, par exemple en présence d’un champ magnétique. Ainsi,
les solutions périodiques de (38) sont (voir par exemple [199]):

k)

)
1

ch(z/&;)

€
(40)

(u(x) x sn(

k&’
L (Sz(@)) o d“(kgs k) (1)

(S5 (2)) o en(g ),

ou sn, dn et cn sont les fonctions elliptiques de Jacobi de module £. On remarquera
que la largeur d’un soliton est la méme pour les composantes magnétique et élastique.
Bien entendu, cette forme de solution (41) englobe le cas plus simple précédent (40).
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2.2 Résolution exacte

Un point essentiel est que, lors de la résolution autocohérente, le systéme évolue
vers 'une des solutions localement minimales en énergie. Par exemple, les solitons
sont ancrés autour d’'un site donné du réseau et ne se propagent pas comme dans
les modeles entiérement quantiques (chaine explicitement dimérisée ou couplée a des
phonons dynamiques). En conséquence, la visualisation des excitations ne nécessite
pas l'artifice utilisé précédemment des conditions aux limites ouvertes (alors nécessaire
pour rompre I'invariance par translation).

La fonction d’onde typique (S?) (o) ainsi que la distorsion ¢; ((J) d’un soliton est
montrée en figure I11.20 pour des parametres menant a une faible largeur solitonique.
Le soliton est identifiable par le maximum de la projection du spin sur I’axe z ou par
une distorsion du réseau nulle. Les liens forts (J; > 0) correspondent aux liens sur
lesquels un singulet a tendance a se former alors que les liens faibles J; < 0 sont les
liens inter-singulets. Une distorsion nulle indique donc une rupture locale de 1’ordre
spin-Peierls, c’est-a-dire un soliton. Son extension spatiale est bien finie, contrairement
au modele purement de spin, et sa largeur varie comme par exemple comme \/IT” pour
a < a, [111] en accord avec (39). On constate en figure II1.20 que le fit en th pour
la partie élastique et en 1/ch pour la partie magnétique donne de trés bons résultats,
malgré la faible extension spatiale du soliton. Plus généralement, les allures des parties
élastique et magnétique du soliton sont bien reproduites par les fonctions elliptiques de
Jacobi (voir par exemple la figure II1.21 pour le cas & deux solitons [200]). Cependant

0.4 0.4
02| 0.2 |
w 0.0 | 00 - 1
02l | 02 ¢ |
045 5 10 15 20 045 5 10 15 20

Figure II1.20 — Distorsion 0; (e, d gauche) et composante selon z du spin local (S?)
(M, a droite) du fondamental (dans le secteur S* = 1/2) obtenues par Diagonalisation
Ezxacte d’un anneau de 19 sites couplé adiabatiquement au réseau. Les parameétres sont
a =0 et K| =J. Les lignes continues indiquent un fit sur un réseau de méme laille
en cotangeante hyperbolique pour la partie élastique (&, ~ 2,4 sites) et en inverse de
cosinus hyperbolique pour la partie magnétique (&, ~ 2,0) uniforme et alternée (voir
équation (40) pour la dérivation).
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2 Modele adiabatique

un fit indépendant des parties élastique et magnétique mene a des largeurs solitoniques
élastique &, et magnétique &, différentes, contrairement au traitement en bosonisation.

2.3 Etats liés de solitons

De fagon préliminaire, étudions tout d’abord la fonction d’onde d’un couple soliton-
antisoliton, par exemple de méme S*. Le fondamental de spin 1 d’une chaine de 110 sites
est représenté en figure I11.21 pour des parametres présentant un léger recouvrement des
solitons (en raison de la taille du réseau par rapport a celle des solitons). Typiquement,
le fondamental semble étre identique aux fondamentaux de deux chaines impaires mises
bout a bout. On remarque que le soliton et 1’antisoliton sont situés de fagon a étre
maximalement éloignés. Ainsi, lorsque la taille typique du réseau devient plus grande
que la largeur d’un soliton, I'interaction a longue portée entre le soliton et 1’antisoliton
s’annule.
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Figure II1.21 — Distorsion 0; (haut) et composante selon z du spin local (S?) (bas)
du fondamental dans le secteur S* = 1 obtenues par DMRG sur un anneau de 110
sites couplé adiabatiquement au réseau. Les parametres sont o = 0,35 et K = 18J,
menant a une dimérisation de ceeur de 0,014, ce qui correspond typiquement au com-
posé CuGeQs. Les lignes continues sont des fits réalisés avec les fonctions elliptiques
de Jacobi (figure extraite de la référence [200]).

De maniere plus quantitative, une analyse semblable a celle menée pour la chaine
de spin (sans phonons) en terme d’énergie de liaison peut étre entreprise ici. La seule
différence est que le soliton ne se propage plus le long de la chaine et est centré en
un point donné. Les corrections ne sont donc plus d’ordre 1/L?. La présence d’une
longueur de corrélation magnétique finie £ et la dépendance en 1/L pour les petites
tailles suggerent d’utiliser la loi d’échelle exponentielle suivante (par exemple pour le
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gap A%): [172, 136, 113]

A (L) = A" + %exp(—L/Lo), (42)
ol A est une constante, Ly est une longueur typique de 'ordre de la longueur de
corrélation magnétique € et A% la valeur dans la limite thermodynamique. Cette loi
d’échelle permet de réaliser des extrapolations trés précises . Les résultats obtenus
sont alors identiques a ceux obtenus par exemple en utilisant la transformation de
Shanks qui permet d’éliminer systématiquement une composante exponentielle (voir
par exemple [201] et les références citées). Par exemple, dans le cadre des résultats de
la figure TI1.22, le gap de spin est estimé & 0,396J par la loi d’échelle (42) alors que
I’extrapolation de Shanks donne 0,399J. Cela donne un ordre de grandeur de I’erreur
commise lors de I'extrapolation.

On constate (voir figure I11.22) que le gap de spin est égal a deux fois la masse du
soliton. L’énergie de liaison de la paire s5 disparait dans la limite thermodynamique
(ou tout du moins est inférieure a 0,003.J, c’est-a-dire 1,5% de 1’énergie minimale d’un
soliton). Ainsi, conformément & 1’argument qualitatif précédent, 'excitation de spin 1
est exactement composés de deux solitons sans interaction a longue distance dans la
limite thermodynamique.
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Figure I11.22 — Energie minimale d’un soliton (o) et gap de spin A° () en fonction
de 1/L obtenus par Diagonalisation Ezacte pour des chaines fermées de spin couplées
a des phonons adiabatiques. Les parametres a = 0 et K| = J sont utilisés. Les lignes
en tirets indiquent un fit selon la loi d’échelle (42).

2.4 Comparaison avec les expériences de RMN

Nous avons donc vu que le traitement par bosonisation de la chaine spin couplée
adiabatiquement au réseau permet de retrouver indépendamment les composantes
élastiques et magnétiques du soliton. Cependant, la résolution exacte donne deux lar-
geurs solitoniques, une associée a chaque composante du soliton. Pour des parametres
adaptés & CuGeQOs, le rapport & /&, = 1,33 pourrait expliquer le rapport des largeurs
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3 Modele spin-phonon complet

solitoniques obtenues expérimentalement par rayons X et RMN &, /&, (exp) ~ 1,4 [200].
Néanmoins, les longueurs elles-mémes (et non leur rapport) ne présentent qu’un accord
moyen théorie-expérience, les valeurs expérimentales étant plus grandes. On notera que
ce rapport augmente sensiblement avec la frustration et que la valeur observée confirme
la présence d’une importante frustration dans le composé CuGeOs.

Cependant, la plus grande différence entre le profil solitonique théorique et expé-
rimental (obtenu par RMN) réside dans le rapport R entre les amplitudes des com-
posantes alternée et uniforme: R, ~ 1,4 [60] alors que Ry, ~ 4,5 [200]. Il a été
proposé que le mouvement de point zéro des phasons contribue a moyenner localement
I'aimantation sur site et donc a réduire fortement R [200]. Dans I’approche continue, le
hamiltonien est invariant par toute translation. La phase incommensurable brise cette
invariance et les phasons sont les bosons de Goldstone associés a cette brisure. Ainsi,
le soliton oscille autour de sa position d’équilibre (de méme que des atomes autour de
leur position moyenne dans un cristal). Cela a tendance & moyenner les composantes
du soliton si on suppose que les mesures de RMN ont lieu sur une échelle de temps
plus longue que ces oscillations. Cet aspect quantique n’est typiquement pas pris en
compte dans un traitement adiabatique du réseau.

L’effet qualitatif du caractere tridimensionnel du composé a de meéme été étudié.
Il apparait que les couplages interchaines élastique [198, 202] et magnétique [203, 199]
augmentent la largeur solitonique. Cela pourrait expliquer les différences entre les lar-
geurs observées et calculées sur des modeles purement unidimensionnels.

Modele spin-phonon complet

KHOMSKII et coll. ont repris I'idée de solitons dans le contexte de la transition
spin-Peierls [30] qui apparait alors comme une transition confinement-déconfinement
des solitons. Nous avons vu que, pour la chaine statiquement dimérisée, les excitations
élémentaires (solitons) avaient une énergie minimale finie et s’attiraient. Par contre,
pour une chaine couplée adiabatiquement au réseau, ’énergie de liaison est nulle. La
question est de savoir ce qu’il en est pour une chaine couplée a des phonons dynamiques.

3.1 Energie minimale des solitons

Il convient tout d’abord de vérifier que les solitons sont bien définis, c’est-a-dire
qu’il faut une énergie minimale E,;, pour les créer. Les mémes définitions ainsi que la
technique numérique décrites précédemment sont utilisées. La figure I11.23 représente
I’énergie minimale en fonction de I'inverse au carré de la taille L de la chaine. Cette
dépendance vis-a-vis de L s’interprete a partir d’une relation de dispersion relativiste
du soliton a basse énergie (voir formule (33)) pour plus de détails). La figure II1.23
suggere que 1’énergie minimale est non nulle dans une vaste région de l’espace des
parametres incluant les cas les plus défavorables (o = 0, (o)), des parametres physi-
quement acceptables pour le composé CuGeOs () et d’autres minimisant les effets
de taille finie (A). Ainsi, en présence de phonons dynamiques, les solitons sont bien
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Figure 111.23 — Energz’e minimale du soliton dans le cadre du modéle spin-phonon
dynamique obtenue par Diagonalisation Ezacte en fonction de 1/L* pour les paramétres
a=0,¢g=045 Q2=0,3J 0),a=0,36,9g=1,Q=J (O) et a«=0,5, g =0,4,
Q=0,3J (A) (figure extraite de la référence [177], publication n° 4).

Le probleme spin-phonon complet est tres difficile a appréhender et la taille des
réseaux considérés ne permet pas d’obtenir de « beaux » profils solitoniques contraire-
ment au cas adiabatique, rendant difficile la comparaison avec les profils de raie obtenus
en RMN. Cependant, il semble que le rapport entre la partie alternée et uniforme du
soliton soit inférieur dans le cas dynamique par rapport au cas adiabatique, ce qui
peut fournir un début d’explication aux différences entre les expériences et les résultats
théoriques obtenus dans le cas adiabatique (unidimensionnel). Le traitement étant ici
entierement quantique, on n’a pas a rajouter a posterior: les fluctuations de point zéro
des phasons.

3.2 Energie de liaison des solitons

Cette énergie a été calculée dans 1'état triplet ss. En effet, il faut prendre des
précautions pour le calcul de 1’énergie de I’état singulet car d’autres excitations de
nature phononique indistingables (du point de vue des symétries élémentaires) d’états
ss peuvent survenir. La figure 1I1.24 indique qu’elle disparait a la limite thermody-
namique, avec les comportements de taille finie exponentiels indiqués précédemment
(voir formule (42)). La courbe la plus intéressante est celle obtenue autour du point
MG (a = 0,5). En effet, la longueur de corrélation magnétique est alors minimale et
la forte frustration amplifie le couplage spin-réseau. L’applatissement exponentiel pour
les grandes tailles commence a étre visible et ’énergie de liaison est clairement nulle.
Pour des parameétres correspondant davantage au composé CuGeQgs, les effets de taille
finie sont plus importants et tous les points obtenus sont dans la partie linéaire.

Il est a noter que ces résultats sont cohérents avec le traitement de groupe de
renormalisation réalisé précédemment dans la limite de faible couplage (page 71). En
effet, le hamiltonien effectif obtenu dans ce cas est celui d’'une chaine de spin pure

94



3 Modele spin-phonon complet

0.8 /

06 | L

0.4 Pl N

Energie de liaison/ J
o}

0.2 r 4 -~

Figure I11.24 — Energie de liaison de la paire soliton-antisoliton pour [’état triplet
dans le cadre du modéle spin-phonon dynamique obtenue par Diagonalisation Ezacte
en fonction de 1/L pour les paramétres o = 0,36, g = 1, Q = J (d) et a« = 0,5,
g=0,4,Q=0,3J (A) (figure extraite de la référence [177], publication n° 4).

(i.e. sans phonons) frustrée (et non explicitement dimérisée). Or, on a vu que dans ce
cas les excitations élémentaires solitoniques n’étaient pas liées. Néanmoins une étude
numérique était nécessaire pour des couplages arbitraires non pris en compte par la
procédure de renormalisation utilisée.

3.3 Dynamique et comparaison avec ’expérience

Considérons le facteur de structure dynamique S%?(¢,w) obtenu en figure I11.25
pour des parametres permettant d’obtenir un gap de spin raisonnable. La structure de
basse énergie est mal définie, c’est-a-dire tres large. Ce résultat est cohérent avec ’étude
précédente qui a montré qu’il n’existait pas d’états liés de basse énergie. Cependant,
cela n’est pas en accord avec les expériences de AIN et coll qui ont observé la présence
d’un état lié autour de ¢ = 7 pour CuGeOs (figure 1.9, page 12). De plus, la relation
de dispersion des excitations de basse énergie est déplacée vers les hautes énergies
alors que, expérimentalement, la valeur wp,y/J ~ 1,2 [34] a été mesurée. L’accord
avec les expériences n’est donc pas satisfaisant. Cela suggere que le modele de phonons
dynamiques utilisé ici est encore trop simpliste.

3.4 Effet d’un couplage interchaine

Le modele considéré jusqu’a présent est purement unidimensionnel. Cependant, les
phonons possedent un caractere tridimensionnel certain dont il faut tenir compte.
Il convient donc de considérer un couplage interchaine élastique de la forme [129]:

H :KLZ Z uzuzl,
i ()

ou (v,7') sont des indices repérant les chaines adjacentes et K| est le couplage inter-
chaine. En effet, une chaine donnée dans le coeur du solide est soumise a un potentiel
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Figure II1.25 — Facteur de structure dynamique S**(q,w) d’une chaine de 12 sites
couplée a des phonons dynamiques obtenu par Diagonalisation Fzxacte pour a = 0,
g =0,3¢etQ =0,2J. Une largeur ¢ = 0,04J a été utilisée (figure extraite de la
référence [177], publication n° 4).

créé par ses Z voisines qui sont dans 1’état spin-Peierls et qui la pousse a se mettre en
opposition de phase. Ce couplage interchaine peut étre traité en champ moyen pour
les chaines adjacentes (c’est-a-dire que 'on a pour celles-ci u;” “ (u;’l> = (—1)'ug) et
exactement pour la chaine considérée, ce qui permet de conserver une grande partie de
la dynamique des phonons le long de la chaine. Le hamiltonien devient :

Hivr = /\Z(_l)i(b;r +b;),

ou = ZKL’U,O.

En rajoutant un couplage interchaine (dynamique), I'un des deux fondamentaux du
modele purement unidimensionnel devrait étre favorisé et ainsi les solitons devraient
étre liés en paires, comme cela est le cas expérimentalement. Cependant, ’analyse
précédente en terme d’énergie de liaison ne peut plus étre menée car le nouveau terme
du hamiltonien est explicitement dimérisé et ne peut donc étre utilisé que sur des
anneaux pairs (un exemple de traitement plus complet du couplage interchaine sera
donné plus loin dans la partie IV.3). Nous allons en fait directement nous intéresser
au facteur de structure dynamique pour des parametres donnant le méme gap de
spin que précédemment en figure I11.25 avec un couplage interchaine non nul (figure
I11.26). Ainsi, par comparaison avec la figure I11.25, on s’apergoit que I’ajout d’un
couplage interchaine rend les excitations de basse énergie bien définies (tres fines). De
plus, elles sont alors situées a des énergies typiquement proches de celles constatées
expérimentalement.

Plus quantitativement, les premier et second moment du facteur de structure dy-
namique a ¢ = 7/2 sont tracés en figure II1.27 en fonction du couplage interchaine
A. Les différentes valeurs de A ont été choisies de maniere a ce que le gap de spin
reste constant. Typiquement, on constate que la présence d’un couplage interchaine
méme faible déplace les excitations a plus basse énergie, vers des valeurs plus phy-
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Figure I11.26 — Facteur de structure dynamique S**(q,w) d’une chaine de 12 sites
couplée a des phonons dynamiques tridimensionnels obtenu par Diagonalisation Exacte
pour « =0, g = 0,08, 2 =0,2J et A\ = 0,1J. Une largeur ¢ = 0,04J a été utilisée
(figure extraite de la référence [177], publication n° 4).

siques. De méme, le second moment diminue nettement lorsque le couplage interchaine
est branché, ce qui suggere que ’excitation correspondante est alors bien définie.
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Figure I11.27 — Premier (w) (o) et second ({(w?) — (w)?)'/? (O) moments du facteur
de structure dynamique S**(m/2,w) en fonction du couplage interchaine \ qui est varié
de maniere a garder un gap de spin constant avec les méme parameétres que les figures
précédentes I11.25 et 111.26 (figure extraite de la référence [177], publication n° 4).

Conclusion partielle

Les excitations élémentaires des chaines spin-Peierls peuvent donc étre vues typi-
quement comme des défauts topologiques appelés solitons qui séparent deux types de
distorsions. Dans le cas ou des degrés de liberté phononiques sont présents, le soliton
possede a la fois une composante magnétique et une composante élastique, les deux
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étant bien entendu fortement liées.

Dans la chaine d’Heisenberg frustrée (mais non explicitement dimérisée), les solitons
ne forment pas d’états liés de basse énergie. La présence d’une dimérisation explicite
crée un potentiel de confinement entre les solitons et les lie en paires. Particulierement,
une échelle d’états liés triplets et singulets alternativement a été mise en évidence sous
le continuum qui commence a une énergie égale exactement a deux fois le continuum.

Pour la chaine couplée a des phonons, aucun état lié de basse énergie n’a été ob-
servé pour un modele strictement unidimensionnel. Par contre, la prise en compte du
caractere tridimensionnel des phonons par un couplage interchaine élastique traité en
champ moyen crée des états liés.
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Chapitre IV

Etude des impuretés dans les
systemes spin-Peierls

ypiquement, le dopage en impureté dans les chaines de spin permet de sonder

des propriétés fondamentalement différentes de celles du composé pur, no-

tamment dans les systemes possédant un gap dans leur spectre d’excitations.

L’exemple le plus connu, pour les chaines de spin, est sans doute la chaine
de spin 1 de longueur finie, c’est-a-dire dopée avec des impuretés non magnétiques
qui coupent les chaines. Des spins 1/2 effectifs apparaissent en bout de chaine [204],
comme le montre simplement I'image VBS, et leur interaction diminue exponentiel-
lement avec la longueur de la chaine [205]. Ce résultat peut apparaitre comme une
simple curiosité, mais I'interaction entre ces spins 1/2 domine la physique de basse
température, vu la présence d’un gap de spin. Ces spins 1/2 ont d’ailleurs été mis en
évidence expérimentalement, en premier lieu sur le composé NENP [204].

Dans le cadre des composés spin-Peierls, les expériences sur des matériaux dopés
concernent typiquement CuGeQO3s, et commencent a avoir lieu sur NaV,0O5. Rapidement,
des expériences réalisées sur des composés dopés en impuretés non magnétiques sur les
sites de cuivre ont observé la diminution de la température critique [62] et ’apparition
d’une nouvelle phase antiferromagnétique [64]. De facon beaucoup plus surprenante,
REGNAULT et coll. [66] ont montré la coexistence entre les ordres (a longue portée) spin-
Peierls et antiferromagnétique pour un dopage en silicum sur les sites de germanium.
Ce résultat s’est par la suite révélé générique pour tous les types de dopages. D’un
point de vue théorique, quelques études ont été menées. FUKUYAMA et coll. [197]
ont étudié, par bosonisation, des chaines avec conditions aux limites particulieres. Ils
ont obtenu une coexistence entre les ordres spin-Peierls et antiferromagnétique, avec
des résultats néanmoins surprenants. MOSTOVOY, KHOMSKII et KNOESTER [206] ont,
en considérant un désordre xxx et en traitant le couplage magnétique interchaine en
champ moyen, interprété la forme du diagramme de phase température-dopage des
composés spin-Peierls. Cependant, peu de résultats ont été obtenus, notamment sur les
excitations de basse énergie de tels systemes.

Dans ce chapitre, nous nous intéressons a l’introduction d’impuretés dans les com-
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posés spin-Peierls en utilisant les modeles étudiés dans les chapitres précédents. Plus
précisément, nous étudions l'occurence d’états liés entre solitons et impuretés. Dans
un premier temps, les effets dus a une seule impureté sont pris en compte. Pour cela,
on considere un anneau isolé sur lequel une impureté a été placée. Nous distinguons le
cas des chaines explicitement dimérisées (section 1) de celui des chaines ol le réseau
s’ajuste localement (section 2). Les fonctions d’ondes des états liées ainsi que des cal-
culs d’énergie de liaison sont présentés. Ensuite, dans un second temps, nous traitons
un plan de chaines couplées dopé par des impuretés non magnétiques, tout en incluant
la relaxation du réseau (section 3).

Impuretés dans une chaine explicitement dimérisée

Le probléeme d’un composé spin-Peierls dopé par des impuretés, non magnétiques
par exemple, est tres complexe. La modélisation la plus simple envisageable est de
considérer des chaines explicitement dimérisées avec conditions aux limites ouvertes
pour mimer la présence d’une telle impureté coupe alors la chaine. Deux situations tres
différentes interviennent alors selon la parité du nombre de spins du chainon.

Par convention, nous appellerons L le nombre de sites de spins 1/2 en sections 1 et
2. La taille effective du systeme total spins 1/2 plus impureté est alors L + 1.

1.1 Chaine impaire

Dans ce cas, un spin non apparié est présent, ce qui conduit a la formation d’un
soliton. Considérons par exemple que la chaine débute par un lien faible J(1 — 9).
On comprend que la configuration la plus favorable énergétiquement est celle ou tous
les liens forts J(1 4 §) sont satisfaits (c’est-a-dire que grossiérement on a un singulet
formé sur chacun d’eux). Ainsi le soliton se retrouve sur le site numéro un, « collé» a
I'impureté. Imaginons que le soliton se déplace (par sauts de deux sites). Pour cela, il
doit briser un singulet sur un lien fort et en former sur un lien faible. Au total, cela
nécessite donc une énergie supplémentaire proportionnelle a la dimérisation explicite
d et au nombre de sauts (c’est-a~dire a la distance a I'impureté). On voit alors que le
soliton est confiné dans un (demi-) puits de potentiel linéaire de pente proportionnelle
a d centré sur I'impureté située a coté du lien faible. La position d’équilibre est atteinte
quand I'énergie magnétique perdue est égale au gain d’énergie cinétique.

Une analyse semblable a celle menée pour le couple soliton-antisoliton dans un
potentiel linéaire est suivie ici [171, 77, 195]. Les états propres liés du hamiltonien
explicitement dimérisé peuvent étre vus comme les états propres d’une particule dans
un puits de potentiel linéaire (voir figure IV.1). Ces états liés existent jusqu’a ce qu’il
soit énergétiquement plus favorable de créer une paire s5 plutét que d’exciter le soliton
en ’éloignant de I'impureté, c’est-a-dire plus explicitement jusqua une énergie A% au-
dessus du fondamental (de la chaine impaire). Un quasi-continuum commence alors &
cette énergie. Par quasi-continuum, nous entendons un continuum de niveaux, non pas
a deux (ou plus) particules comme on I’entend généralement, mais di a la dispersion de
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la paire s3 alors créée (la paire s5 peut étre considérée comme une particule dans une
boite, voir page 81). En effet, ’'ouverture de la chaine a brisé 'invariance par translation
et tous les anciens états sS labellés par leur nombre d’onde k sont désormais dans le
méme (unique) secteur de symétrie. Le continuum proprement dit —a deux particules—
débute quand deux paires s5 peuvent étre créées, soit & 2A%. On se reportera a la figure
IV.1 pour une récapitulation.

$S - S continuum

SS quasi-continuum
*
S=3/2
N

—— ¢états liés, S=1/2

™~ fondamental

Figure IV.1 — Etats liés de spin 1/2 dans le demi-potentiel linéaire. Le quasi-
continuum commence a une énergie A% au premier état de spin 3/2 et le continuum @
2A% . Dans le cas de la figure, quatre états liés existent, ce qui permet trois transitions
de spin 0 pour des énergies Al , A7 et A L (figure extraite de la référence [195],
publication n° 10).

De maniére plus quantitative, la fonction d’onde d’un soliton (S?) dans le fondamen-
tal est indiquée en figure IV.2 [207, 186, 139]. L’interprétation qualitative précédente est
corroborée. L’extension spatiale du soliton est indiscutablement finie, et cela d’autant
plus que la dimérisation explicite de la chaine § est importante. De plus, la frustra-
tion «, qui accroit les effets de la dimérisation explicite, contribue aussi & diminuer
I’extension spatiale du soliton.

Le spectre des niveaux d’énergie d’une chaine impaire (pour a = 0,5 et 6 = 0,05
en figure IV.3) obtenu par Diagonalisation Exacte ou DMRG confirme aussi cette
analyse. Les raisons du choix de ces parametres sont les mémes que dans le chapitre
précédent : faible longueur de corrélation (« et § importants) et présence de plusieurs
états liés (0 suffisamment faible). Ainsi dans ce cas, quatre états liés existent sous le
quasi-continuum et I’écart d’énergie entre le fondamental et le quasi-continuum vaut
exactement le gap, c’est-a-dire 0,5200.J +=10%.J. [171]. Les fonctions d’onde correspon-
dant aux états liés et au premier état du quasi-continuum sont tracées en figure IV.4
[195]. Les états liés sont bien constitués d’un soliton attaché a I'impureté. Le soliton
s’éloigne du bord quand son énergie augmente, Ces états possedent bien une extension
spatiale finie. Par opposition, le premier état du quasi-continuum a une structure plus
complexe. Il est constitué tres exactement d’un soliton dans I’état fondamental plus
une paire soliton-antisoliton, comme le montre tres clairement la figure IV.4 en jux-
taposant la fonction d’onde de cet état a 1’addition de celles de ses constituants. Cet
état, qui comprend une partie soliton-antisoliton, s’étend alors sur toute la longueur
disponible de la chaine.
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Figure IV.2 — Fonctions d’onde (S?) du fondamental obtenues par Diagonalisation
Ezacte d’une chaine ouverte de 25 sites pour a = 0,5, 6 = 0,1 (o) et @ = 0,5,
d = 0,025 (x) et par DMRG sur une chaine ouverte de 41 sites pour o = 0, 6 = 0,1
(o) (figure extraite de la référence [186], publication n° 5).
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Figure IV.3 — Niveauz d’énergie de la chaine impaire (mesurés par rapport a l’énergie
du fondamental) dans les secteurs S* =1/2 (o) et S* = 3/2 (®) en fonction de 1/L? ob-
tenus par Diagonalisation Ezacte. Les lignes pointillées indiquent le fit en (1/L*1/L3)
et les comparaisons avec le DMRG sont indiquées (¢) (figure extraite de la référence
[195], publication n° 10).

1.2 Chaine paire

Le cas des chaines paire se déduit directement de ’étude menée pour le cas pur et
pour les chaines impaires ouvertes.

Considérons tout d’abord une chaine débutant et finissant par un lien fort J(1+9).
Le fondamental est typiquement constitué de singulets sur les liens forts (entre les
sites 1-2, 34, ..., L — 1-L). Ainsi, il est typiquement semblable au fondamental de
la chaine pure (périodique). La seule différence vient de P’absence d’invariance par
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Figure IV.4 — Fonctions d’onde (S?) obtenues par DMRG des cing états les plus bas
en énergie pour une chaine de 51 sites avec les mémes paramétres qu’en figure IV.3
(dans les secteurs S* = 1/2 pour (a,b,c,d) et S* = 3/2 pour (e)). Le fondamental du
secteur S* = 3/2 (e) peut étre consideré comme la juztaposition du fondamental absolu
(obtenu en (a)) (A) et d’une paire ss (o) sur les sites restants (figure extraite de la
référence [195], publication n°® 10).

translation : tous les niveaux d’énergie sont présents dans le méme secteur de symétrie.
Cela explique pourquoi, pour visualiser les fonctions d’ondes des solitons dans le cas

pur, on a précédemment utilisé des chaines ouvertes avec liens forts sur les bords (voir
figure I11.12).

Le cas de la chaine commencant et finissant par un lien faible est plus intéressant.
Le fondamental réalisé quand les liens forts sont satisfaits isole deux solitons contre
les bords de la chaine et cette derniere est alors considérée comme la juxtaposition de
deux chaines impaires. Les états excités du systeme sont alors la superposition de ceux
des deux demi-chaines [195].

1.3 Dynamique et comparaison avec les expériences

Il reste a savoir si les états liés de basse énergie étudiés au paragraphe précédent
peuvent étre mis en évidence expérimentalement. Par exemple, sur une chaine impaire,
des transitions Raman peuvent a prior: avoir lieu entre le fondamental et les états liés
pour des énergies w = A, A7 ... Etudions le poids associé & ces transitions est
fini. Le spectre Raman d’une chaine ouverte de 25 sites obtenu par Diagonalisation
Exacte toujours en utilisant v = 0 (voir formule (34)) est comparé a celui d’'un anneau
de 24 sites en figure IV.5 pour a = 0,5 et § = 0,05. On remarque que la structure
de basse énergie de la chaine ouverte comporte des pics correspondant aux états liés
de bord. Pour ces parametres, trois pics Raman de basse énergie sont typiquement
possibles (voir figure IV.1). Leur poids (normalisé & la concentration d’impuretés) ainsi
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Chapitre IV. Etude des impuretés dans les systémes spin-Peierls

que celui du quatrieme pic sont tracés en figure IV.6 en fonction de 1/L. Typiquement,
les deux premiers pics ont une contribution non nulle, correspondant bien a des états
liés. Le troisieme pic possede un poids tres petit, quoique non nul, mais difficilement
observable. Par contre, le poids du quatriéme disparait, ce qui indique bien sa nature
d’état du quasi-continuum. La partie du spectre a plus haute énergie est tres similaire
sur les chaines ouvertes et fermées. Elle est composée d’états liés de volume sous le
continuum.

Intensite Raman (u.a.)

w/J

Figure IV.5 — Intensité Raman calculée par Diagonalisation Ezacte d’une chaine
ouverte de 25 sites (traits pleins) et d’une chaine fermée de 24 sites (pointillés) pour
les paramétres o = 0,5 et § = 0,05. Les deux fleches en traits pleins indiquent les états
(excités) liés de bord de basse énergie alors que celles en pointillés représentent les états
(excités) liés de volume, présents aussi sur les chaines pures (c’est-a-dire fermées). La
séparation verticale marque le début du continuum de volume (figure extraite de la
référence [195], publication n° 10).

MARTINS, DAGOTTO et RIERA ont montré par Diagonalisation Exacte que 1'ouver-
ture de chaines explicitement dimérisées provoquait I’apparition d’états dans le gap et
donc de poids spectral a basse énergie dans le facteur de structure dynamique [208]. La
diminution du gap de spin a bien été constatée expérimentalement sur CuGeO3z dopé
en Zn par I’étude de la susceptibilité magnétique ou par diffusion de neutrons [62, 64]
et sur CuGeOj; dopé en Si [66]. Ces résultats s’interprétent aussi de maniére similaire
en termes de transitions entre états liés de bord.

Application a CuGeOj3: Des expériences de diffusion Raman sur Cu;_,7Zn,GeO3
ont mis en évidence I'apparition d’une résonance de basse énergie Af (exp)~ 15 cm™
due a la présence d’impuretés, sous I’état lié observé pour le composé pur & A% (exp)~
30 cm!. L’étude précédente incluant le calcul explicite des spectres Raman ne peut
étre réalisée avec précision pour des parametres plus adaptés pour CuGeOs. En effet,

les effets de taille finie sont trés importants et ne permettent pas de conclure quanti-
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Figure IV.6 — Poids relatif des quatre pics de plus basse énergie dans le spectre Raman
de la chaine ouverte de la figure IV.5 normalisé a la concentration d’impuretés. La
présence de deuz états liés de bord observables peut en étre déduite (o,0). Un troisiéme
état lié a un poids presque nul mais fini (A). Le quatriéme pic représente le premier
état du quasi-continumm (figure extraite de la référence [195], publication n° 10).

tativement. Néanmoins, les énergies des différents états liés peuvent étre obtenues par
DMRG méme si les poids spectraux restent inaccessibles par cette méthode. Trois états
liés de bord sont mis en évidence sous le quasi-continuum avec les deux énergies de tran-
sition associées Ailmp ~ 0,116J et Afmp ~ 0,175J. De méme, les gaps singulet-triplet
et singulet-singulet sont précisément déterminés: A% ~ 0,1802.J et A% ~ 0,2529.J.
Ainsi, pour le composé Cu;_,;Zn,GeOs, deux nouveaux pics a des énergies 13 cm™! et
20 cm~! sont donc attendus, en prenant J ~ 160 K~ 112 cm~!. Expérimentalement,
un pic a été observé & 15 cm™!, en bon accord avec le calcul, vu la simplicité du modele
considéré. Ce résultat a été retrouvé en considérant les niveaux d’énergie dans un demi-
puits de potentiel linéaire [77]. Le second pic attendu, qui devrait avoir une intensité
beaucoup plus faible, pourrait ne pas avoir été distingué du bruit. Remarquons que le
modele du demi-puits linéaire ne permet pas de retrouver I'existence de cette seconde

résonance sous le continuum [77].

Impuretés dans une chaine avec relaxation du réseau

La situation est notablement plus compliquée d’un point de vue théorique dans le
cas ol la relaxation du réseau est permise. En effet, on a vu dans la section précédente
que le caractere figé de la dimérisation créait des états liés de bord. Cependant, le
réseau s’ajuste localement aux distorsions magnétiques signalées par la présence de so-
litons. Nous allons voir que le comportement des excitations élémentaires est alors
tres différent. Nous nous intéresserons ici plus généralement au cas des impuretés
magnétiques et au dopage sur les sites de germanium. La situation considérée dans
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Impureté

Figure IV.7 — Ezemple d’un anneau de L = 5 sites comprenant de plus une impureté.
Les liens entre premiers (seconds) voisins sont indiqués par une ligne continue (avec
tirets). Les liens impliquant I’impureté sont tracés en gras.

cette partie est celle de la figure IV.7: on utilisera des anneaux dans lesquels 'un des
spins 1/2 a été substitué par une impureté, magnétique ou non, affectant ainsi deux
liens premiers voisins et deux liens seconds voisins. Rappelons que les modeles utilisés
dans cette partie sont la chaine de spin couplée adiabatiquement (équation (12)) ou
dynamiquement (équation (16)) au réseau unidimensionnel sous-jacent. On précisera
explicitement la prise en compte du caractere tridimensionnel du composé.

2.1 Impuretés non magnétiques

Nous allons typiquement reprendre les grandes étapes de I’étude menée sur les
chaines explicitement dimérisées.

i) Chaine paire

Rappelons tout d’abord que 1’état spin-Peierls est caractérisé par une succession
de liens forts (sur lesquels se forme préférentiellement un singulet de spin) et de liens
faibles. Pour une chaine comportant un nombre pair de spins 1/2 et une impureté non
magnétique se succede un nombre impair de liens. Comme le nombre de spins 1/2
est pair, un fondamental de type dimérisé est envisageable et, de maniere a minimiser
I’énergie totale, on imagine bien que le premier et le dernier lien de la chaine soient
forts. En effet, commencer et finir la chaine par un lien faible est nettement moins
favorable énergétiquement.

Phonons unidimensionnels adiabatiques : La figure IV.8 obtenue par Monte-Carlo
Quantique sur une chaine de 80 sites pour o = 0 et K = J (®) ou 3J (o) confirme
I'interprétation qualitative qui précede. La distorsion obtenue est tres proche de la
modulation uniforme §; = (—1)*y. Assez naturellement, ’amplitude de la modulation
du réseau varie de maniére croissante avec le couplage proportionnel & 1/K) (6 o
K3/2 dans le cas d’une chaine fermée peu frustrée). De plus, on note que des liens
sensiblement plus forts existent tout contre I'impureté [209, 171].

Phonons unidimensionnels dynamiques: La distorsion &; = g(b, + b!) obtenue
par Diagonalisation Exacte d’une chaine de spins couplée a des phonons dynamiques
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Figure IV.8 — Distorsion ¢; obtenue par Monte-Carlo Quantique (T = 0,05J) sur
une chaine de 80 sites comportant une impureté de spin 0 au site 0 en fonction de la
position i. Les paramétres o = 0 et Kyarallel = J (o) ou K| =3J (o) ont été utilisés
(figure extraite de la référence [171], publication n° 8).
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Figure IV.9 — Distorsion 6; = g(b, + b:) d’une chaine de L=12 sites couplée a des
phonons dynamiques obtenue par Diagonalisation Ezacte pour les parametres a = 0, 36,
g=0,8 et Q= (figure extraite de la référence [171], publication n° 8).

comportant une impureté de spin 0 est tracée en figure IV.9. Les résultats sont tout a
fait semblables a ceux obtenus dans le cas adiabatique. La distorsion est quasi uniforme,
avec des liens forts contre I'impureté. De plus, 'amplitude de ces mémes liens est alors
légérement plus importante que dans le volume.

ii) Chaine impaire

Dans le cas d’'un nombre impair de spins 1/2, on force I'apparition d’un soli-
ton magnéto-élastique. Contrairement au cas de la chaine explicitement dimérisée, il
possede deux composantes a priori distinctes, liées respectivement aux degrés de liberté
magnétique et élastique.

Phonons unidimensionnels adiabatiques : Considérons donc une chaine impaire,
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0.4 T T T T

Figure IV.10 — Distorsion §; et susceptibilité magnétique locale x; obtenue par Monte-
Carlo Quantique (T = 0,05.J) sur une chaine de 81 sites comportant une impureté de
spin 0 (au site 0) en fonction de la position i. Les deux courbes correspondent auz
meémes parametres o = 0 et Kparallel = J, mais pour deuz simulations Monte-Carlo
succesives (figure extraite de la référence [209], publication n° 7).

comportant une impureté de spin 0 au site 0. Tout d’abord, on constate en figure IV.10
que les deux composantes du soliton sont liées. AT # 0 (MCQ), on considérera la
susceptibilité x; = 1/T" " .(S7S7). En effet, le programme « world line » utilisé nécessite
I'emploi de chaines paires et ainsi un spin 1/2 totalement déconnecté du reste de la
chaine peut étre retourné et seules les valeurs moyennes des corrélations spin-spin dont
pertinentes. En d’autres termes, la valeur de (S?) est toujours mesurée ici par rapport a
la composante totale i S%, quantité fluctuante a T finie et quand 7' — 0, x; tend vers
(S?. Du point de vue magnétique, la présence d’un soliton est typiquement indiquée
par le maximum de (S?) ou, de maniére équivalente, de la susceptibilité magnétique
locale x; (voir figure IV.10). En ce méme point, la distorsion élastique ¢; s’annule (elle
n’est ni forte, ni faible, contrairement & ’alternance de 1’état spin-Peierls). Les deux
composantes du soliton sont donc similairement localisés. On veut vérifier que, loin
du soliton, la distorsion est réguliere et de méme amplitude que dans le cas pur (ou
pair, voir figure IV.8). Une constation plus intéressante est que les programmes Monte-
Carlo, lancés successivement avec des parametres identiques, meénent a des distorsions
solitoniques parfaitement semblables, mais centrées en des lieux différents. En d’autres
mots, le soliton se situe indifféremment en n’importe quel point de la chaine, pas trop
pres de I'impureté. Ainsi, en dehors d’un potentiel répulsif a courte portée (de 'ordre
de la largeur du soliton &), le soliton et I'impureté semblent ne pas interagir. On notera
de plus que la partie uniforme de la susceptibilité est nettement plus petite que la partie
alternée.

De maniere plus quantitative, on peut calculer par Diagonalisation Exacte I’énergie
de liaison soliton-impureté, de méme maniere que 'on a évalué I’énergie de liaison
soliton-antisoliton précédemment (voir page 80). L’énergie de liaison Flaison €st la
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Figure IV.11 — Energie de liaison impureté de spin 0-soliton pour une chaine de spin
couplée adiabatiquement au réseau unidimensionnel en fonction de l’'inverse de la taille
du réseau (o =0 et K = J). La ligne indique un fit par la loi exponentielle (42).

différence entre I’énergie d’une chaine contenant le soliton et I'impureté moins celles de
chaines ne contenant que le soliton ou que I'impureté. Formellement, on obtient alors,
sachant qu’un nombre impair L = 2p + 1 de spins 1/2 force I'apparition d’un soliton
et que I'énergie de référence («du vide ») est celle d’une chaine pair pure (donc avec
conditions aux limites périodiques) :

Eliaison(Qp + 1) = [E(l)mp(Qp + 1) — Eg(Qp + 1)]
— Emin(soliton) — Epin (impureté), (74)

ol E(i)mp(2p+ 1) est 1’énergie du fondamental d’une chaine comportant 2p+ 1 spins 1/2
plus une impureté et Ej(2p + 1) est I’énergie du fondamental d’une chaine paire sans
impureté, interpolée pour le nombre de sites impair 2p + 1. Ey;,(soliton) est I’énergie
minimale du soliton, avec la méme définition que pour I’étude préliminaire du soliton
dans la chaine frustrée:

Emin(soliton) = pli_)IEO[EO(Qp +1)— EX(2p+1)],

Ey(2p+1) étant le fondamental d’une chaine (fermée) pure de 2p+1 sites. Parallelement,
on définit :

Emin(impureté) = pliglo[E(l)mp(Qp) - E0(2p)]

En effet, on a alors directement acces a |’énergie due a la présence de I'impureté.
L’énergie de liaison soliton-impureté est indiquée en figure IV.11 en fonction de I'inverse
de la taille du réseau 1/L pour a = 0 et K = J. Il convient tout d’abord de remarquer
que les énergies considérées sont tres petites (I’énergie minimale d’un soliton pour ces
mémes parametres est de 'ordre de 0,2.J). Conformément & ’analyse précédente, cette
énergie de liaison s’annule dans la limite thermodynamique.
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Figure IV.12 — Distorsion 6; = g(b; +bl) (e) et composante du spin local selon z (S?)
(o) d’une chaine ouverte de L=13 sites couplée a des phonons dynamiques obtenues
par Diagonalisation Ezacte pour les parameétres o = 0,36, g = 0,8 et Q = J (figure
extraite de la référence [171], publication n° 8).

Phonons dynamiques: Les résultats typiques obtenus par Diagonalisation Exacte
pour une chaine comportant une impureté de spin 0 sont montrés en figure IV.12. La
distorsion du réseau &; = g(b, +b}) et la variation de la composante selon z du spin (S?)
sont tres similaires qualitativement au cas adiabatique. La différence principale est que
par symétrie, le soliton apparait toujours au centre de la chaine (pour un nombre de sites
de la forme L = 4p’ + 1) ou symétriquement sur les deux sites voisins du centre (pour L
de la forme L = 4p' + 3) —dans ce dernier cas, un soliton placé au centre de la chaine
isole 2p' + 1 sites de part et d’autre, ce qui empéche la création d’'un nombre maximal
de paires de singulets. En effet, la résolution par Diagonalisation Exacte d’un systeme
avec phonons dynamiques ne brise explicitement aucune symétrie, contrairement au
cas du Monte-Carlo ou de la la résolution autocohérente. Par contre, le rapport entre
la composante uniforme et de la composante alternée du profil magnétique du soliton
semble dépendre fortement du caractere dynamique du phonon.

Le fait que le soliton se fixe au milieu de la chaine loin de I'impureté suggere
encore une fois qu’ils n’interagissent pas (& la limite thermodynamique). La dépendance
d’échelle de I’énergie de liaison entre le soliton et 'impureté non magnétique est tracée
en figure IV.13 pour différents parametres choisis de fagon a minimiser la longueur de
corrélation ou a décrire CuGeOs3. On remarque que la dépendance fonction de la taille
du réseau est plutot de la forme 1/L?, ce qui & comparer a la loi d’échelle (42) vérifiée par
I’énergie de liaison dans le cas adiabatique. Cela suggere que les méchanismes impliqués
sont assez différents dans les deux cas. Finalement, cette énergie semble s’annuler a la
limite thermodynamique, conformément a ce qui précede.

La fonction de corrélation spin-spin dans l’espace réel S??(w) est définie comme :

1 2
159) (75)

Si (w) o (S?\m

2

SZ#(w) ainsi que sa transformée de Fourier, c’est-a-dire le facteur de structure dyna-
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Figure IV.13 — Energie de liaison soliton-impureté non magnétique pour une chaine
couplée a des phonons dynamiques obtenue par Diagonalisation Exacte en fonction de
1/L?. Les paramétres utilisés sont « = 0, g = 0,45, Q = 0,3J (o), « = 0,36, g = 1,
Q=J @), a=0,5 g=0,4, Q =0,3J (A) (figure extraite de la référence [209],
publication n° 7).

mique S%*(q,w) sont indiqués en figure IV.14 pour une chaine de 11 sites couplée a
des phonons dynamiques comportant une impureté de spin 0. La présence d’un gap
de spin de 'ordre de J est le point le plus marquant du spectre. Cependant, du poids
spectral apparait a faible énergie. Il peut étre attribué a 1’excitation solitonique qui se
comporte comme un objet de spin 1/2 faiblement couplé au reste de la chaine. Plus
précisément, si on numérote les sites de 1 & L (I'impureté étant placée au site 0), le
poids de basse énergie est observable pour les positions impaires ¢+ = 2n + 1, avec le
plus gros pic situé sur les sites voisins du centre. Cela s’interprete qualitativement par
le fait que le soliton se déplace le long de la chaine par bonds de 2 sites. Cela explique
de méme pourquoi dans ’espace des moments, le plus fort poids a faible énergie est
observé pour ¢ le plus proche de 7. Cette derniere caractéristique a aussi été observée
en employant une dimérisation fixe [208]. En fait, on remarquera que ¢ n’est pas un
bon nombre quantique vu que la chaine est ouverte et que I'invariance par transaltion
est brisée. Cependant, il est toujours possible d’étudier les corrélations spin-spin dans
I’espace réel et de calculer leur transformée de Fourier.

ili) Prise en compte du caractére tridimensionnel des phonons dans le cas
adiabatique

L’étude précédente a montré la non interaction entre les excitations élémentaires so-
litoniques et les impuretés non magnétiques dans les modeles strictement unidimension-
nels spin-phonon. Cependant, des mesures de susceptibilité magnétique dans le composé
CuGeO3 dopé en Zn ont montré que typiquement chaque impureté présente provoquait
I’apparition d’un moment magnétique localisé qui contribue a basse température selon
une loi de Curie-Weiss [67]. Ces résultats apparaissent comme incompatibles. Nous al-
lons donc améliorer le modele en prenant en compte le caractere tridimensionnel des
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Figure IV.14 — (a) Fonction de corrélation spin-spin dans ’espace réel S (w) sur
les sites indiqués sur la figure et (b) fonction de structure dynamique S**(q,w) (les
valeurs de q sont données en unités de 2w /L) obtenues par Diagonalisation Ezacte sur
une chaine de L = 11 sites comprenant en outre une tmpureté de spin 0. Le site 1
correspond au premier site contre ['impureté située au site 0 et le site 11 est le dernier
(figure extraite de la référence [209], publication n° 7).

Figure IV.15 — Explication du réle du potentiel élastique interchaine dans le cadre
d’une impureté non magnétique. Si par exemple les chaines adjacentes ont une
dimérisation en phase (K' < 0), Uintroduction d’une impureté va créer un soliton
et une opposition de phase des distorsions entre limpureté et le soliton (a). Ainsi,
le potentiel interchaine va avoir tendance a rapprocher le soliton de l'impureté pour
obtenir des chaines en phase (b).

phonons. Un nouveau terme de couplage élastique interchaine apparait alors. Nous le
traiterons en champ moyen (voir page 45), ce qui conduit &: H; = K'>.(=1)"¢; (en
section 3, un traitement plus élaboré du couplage interchaine sera proposé). L’intro-
duction d’une impureté dans une chaine donnée va décaler la distorsion de cette chaine
d’un site et créer un soliton (figure IV.15a). Néanmoins, cette chaine au coeur du so-
lide, ressent l'influence de ces voisines. Ainsi, afin d’étre en phase (ou en opposition de
phase comme dans CuGeQ3) avec ces dernieres sur la distance la plus grande possible,
la chaine a alors tendance a voir le soliton se rapprocher de I'impureté, formant un état
lié (figure IV.15b). Il reste toutefois & vérifier que ce scénario se réalise effectivement.
Chaine impaire: Commencons par considérer un morceau de chaine comportant un
nombre impair de spins entre deux impuretés non magnétiques. Lorsque le couplage
interchaine K’ est nul, nous avons vu que le soliton pouvait étre centré en divers
points du réseau, par exemple au milieu (figure IV.16a). Lorsque K’ augmente, un
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Figure IV.16 — Distorsion 6; obtenue par Monte-Carlo Quantique (T = 0,05J) sur
une chaine ouverte de 81 sites comportant une impureté de spin 0 au site 0 en fonction
de la position i. Les parameétres o = 0 et K = 2J ont été utilisés. Le couplage élastique
interchaine K' est indiqué sur la figure (figure extraite de la référence [171], publication

n° 8).

potentiel linéaire de confinement se crée entre le soliton et 'impureté du coté ou le
potentiel tend a former un lien faible. Ce potentiel s’équilibre avec la répulsion a courte
distance entre le soliton et 'impureté. Effectivement, ¢’est bien ce que ’on constate en
figure IV.16 ol le confinement augmente graduellement avec K’ jusqu’a fixer le soliton
tout contre I'impureté. De plus, 'amplitude de la distorsion augmente typiquement
avec le couplage interchaine. On remarque aussi que la distorsion du réseau du coté
opposé au soliton est sensiblement plus forte au voisinage de I'impureté. Ces résultats
sont typiquement tres différents de ceux de la référence [197], obtenus analytiquement
dans I'approximation continue. On notera aussi que la présence du soliton renforce les
corrélations antiferromagnétiques au voisinage de 'impureté [171].

Chaine paire: Le cas des bouts de chaines comportant un nombre pair de spins est
aussi tres intéressant. Deux cas doivent étre distingués. En effet, sue le morceau de
chaine isolé se forme une distorsion dimérisée, avec des liens forts sur les bords. Si le
potentiel interchaine a tendance a favoriser aussi les liens forts sur les bords, alors la
distorsion va seulement étre amplifiée. Par contre, si ce n’est pas le cas, il va y avoir
compétition entre ces deux phénomenes. A trés faible couplage, la distorsion reste a
peu pres identique (par rapport au cas ou K’ = 0). Cela cotite alors typiquement une
énergie proportionnelle & K'L car la chaine n’est pas en phase avec ses voisines. Pour
un couplage un peu plus grand, au contraire, le systeme aura tendance a créer une
paire de défauts solitoniques, rendant la plus grande partie possible de la chaine en
phase avec le potentiel extérieur. Chacun des solitons se rapproche d’un bord au fur et
a mesure que le couplage interchaine augmente (voir figure IV.17). L’énergie a payer

113



Chapitre IV. Etude des impuretés dans les systémes spin-Peierls

Figure IV.17 — Distorsion 6; () et composante selon z du spin local (S?) (o) obtenues
par Monte-Carlo Quantique (T = 0,05.J ) sur une chaine ouverte de 80 sites comportant
une impureté de spin 0 au site 0 en fonction de la position i. Les parameétres o = 0 et
K = 2J ont été utilisés. Le couplage élastique interchaine K' est indiqué sur la figure
(figure extraite de la référence [171], publication n° 8).

pour créer cette paire est de 'ordre du gap de spin A°'. Ainsi, ce simple raisonnement
qualitatif suggere 'existence d’une valeur critique du couplage K. qui dépend de la
longueur de la chaine considérée : K/(L) oc A% /L. Cela implique que pour des chaines
suffisamment courtes (pour un couplage interchaine donné) aucun soliton n’apparaisse.
On peut donc imaginer que pour le composé CuGeOs treés dopé en Zn, le nombre de
moments localisés devienne nettement inférieur au nombre d’impuretés introduites.

Nous allons enfin nous intéresser aux corrélations antiferromagnétiques. On définit
la fonction de corrélation alternée spin-spin a temps égaux:

Cli—jl) = AZ@ED(—DH} (76)

ou A est une constante déterminée de telle fagon que C(0) = 1. En figure IV.18, on
constate un net renforcement des corrélations antiferromagnétiques quand un couple
soliton-antisoliton a été créé par le potentiel de confinement. En revanche, pour une
chaine strictement unidimensionnelle, les corrélations en présence d’une impureté sont
pratiquement identiques a celles en I’absence d’impureté. Ce résultat est cohérent avec
le renforcement des corrélations antiferromagnétiques dans le voisinage d’une impu-
reté pour une dimérisation fixe [210, 207]. Ce phénomeéne doit pouvoir étre observé
par exemple par diffusion inélatique de neutrons dans les composés dopés. Néanmoins,
comme une seule impureté est considérée, il n’explique pas la présence d’un ordre anti-
ferromagnétique a longue portée dans CuGeO3z dopé. Nous aborderons cette question
plus loin.
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Figure IV.18 — Fonction de corrélation alternée spin-spin a temps égauz C(r) obtenue
par Monte-Carlo Quantique (T = 0,05J) pour les paramétres o = 0 et K = 2J d’une
chaine ouverte de L = 80 sites. La chaine est soit sans impureté (donc périodique)
unidimensionnelle (K' =0) (e), soit comporte une impureté de spin 0 avec K' =0 (o)
ou K'=0,02J (%)) (figure extraite de la référence [171], publication n° 8).

iv) Dynamique. Diffusion Raman

Dans ce paragraphe, nous allons nous intéresser aux effets des fluctuations du réseau
ainsi que du couplage interchaine sur le spectre Raman.

L’obtention du spectre Raman est alors un peu plus complexe que pour le modele
explicitement dimérisé. Dans le cas d’'un couplage spin-réseau adiabatique, le fonda-
mental ®, contient une partie magnétique et dépend de sa dimérisation dy (7). Comme
I'opérateur Raman ne dépend que de la partie de spin (en supposant que le temps
caractéristique de relaxation de réseau est plus grand que ’échelle de temps de fluc-
tuation de spin), les états propres ®, intervenant dans le calcul (voir la formule (21))
possedent la méme distorsion dy(i) que ®y. Ainsi, une fois que @y est obtenu par la
méthode autocohérente habituelle, la distorsion est considérée comme gelée et le calcul
est mené typiquement comme dans le cas décrit en page 86.

Les parametres utilisés en figure IV.19 ont été choisis de maniére a permettre une
comparaison avec les spectres obtenus en page 104 dans le cadre du modele explicite-
ment dimérisé, c’est-a-dire que o = 0,5 et que les différents couples (K|, K') menent
& une dimérisation § ~ 0,05. On se rappellera que lorsque K’ — oo en faisant va-
rier K| de maniere a garder une dimérisation constante, le modele adiabatique est
équivalent au modele explicitement dimérisé. C’est effectivement ce que 1’on observe
en figure IV.19. La courbe correspondant au plus fort couplage interchaine (ligne conti-
nue) possede deux pics de poids associé appréciable a des énergies trés proches de celles
du modele explicitement dimérisé. De plus, le premier pic porte la majorité du poids.
Lorsque l'intensité du couplage interchaine diminue, deux phénomenes se produisent.
Tout d’abord, les énergies caractéristiques des pics diminuent et on observe un transfert
de poids spectral du premier pic vers le second. Ainsi, pour un couplage interchaine
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Figure IV.19 — (a) Intensité Raman calculée par Diagonalisation Ezxacte avec un lar-
geur € = 0,05J sur une chaine ouverte de 21 sites dans le modéle adiabatique pour une
frustration o = 0, 5. Seule la partie de basse énergie corrspondant auz états liés de bord
est tracée. Les lignes en pointillés (avec tirets, continues) correspondent respectivement
a K'=0(0,1J,0,2J). Les valeurs de K| ont été choisies pour que la dimérisation de
la chaine soit § ~ 0,05. (b) Poids relatif normalisé a la concentration d’impureté des
deuz pics de plus basse énergie pour K' = 0,2J en fonction de 1/L (figure extraite de
la référence [195], publication n° 10).

nul, la grande majorité du poids spectral se retrouve dans le second pic, qui est le seul
visible dans le spectre (ligne en pointillés en figure IV.19).

Rappelons tout d’abord qu’ELS et coll. [77] ont mis en évidence sur le composé
CuGeO3 dopé en Zn une résonance & 15 cm™!, sous la résonance du composé pur i
~ 30 cm~!. Il est alors vraisemblable d’attribuer la résonance observée & 15 cm~! au
second pic de basse énergie observé en figure IV.19. Dans ce cas, on prévoit alors un
autre pic d’intensité plus faible, & une énergie un peu plus basse (= 10 cm™!). Cette
interprétation est a confronter a celle déduite du modele explicitement dimérisé qui
prévoit un autre pic & énergie sensiblement plus élevée (=~ 20 cm ') en plus de celui &
15 cm~!. Des expériences de diffusion Raman avec une meilleure résolution pourraient
permettre d’évaluer directement 'influence des relaxations du réseau et donner une
idée de l'ordre de grandeur du couplage interchaineK’.

2.2 Impuretés de spin 1

Jusqu’a maintenant, nous avons seulement considéré I'introduction dans la chaine
d’impuretés non magnétiques telles que Zn?** ou Mg?* dans le cas de CuGeOs par
exemple. Nous allons maintenant nous intéresser au cas des impuretés de spin 1 (typi-
quement Cu;_,Ni,GeO3) et étudier I'interaction entre ces impuretés et les excitations
élémentaires de la chaine. Par raison de simplicité, nous supposerons que l’intégrale
d’échange entre premiers et seconds voisins n’est pas affectée par cette substitution.
Phonons adiabatiques: Nous allons considérer le cas d’une chaine comportant un
nombre impair de spins (pour créer un soliton) ainsi qu’une impureté de spin 1, placée
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Figure IV.20 — Distorsion 0; (e) et composante selon z du spin local (S?) (o) d’une
chaine de 79 sites plus une impureté de spin 1 placée au site 0 en fonction de la position
i par Monte-Carlo Quantique (T = 0,05J). Les parameétres « = 0 et K = 1,5.J ont
été utilisés. Les fleches indiquent les deux liens entourant l’objet a 3 spins formés
par Uimpureté et ses deux plus proches voisins (figure extraite de la référence [209],
publication n° 7).

au site 0. La distortion et la susceptibilité magnétique locales d’une telle chaine sont
représentées en figure IV.20. En premiere approximation, le spin 1 et ses deux plus
proches voisins de spin 1/2 sont tres liés (voir les deux liens entourant l'impureté
de spin 1) et forment un singulet, c’est-a-dire se comportent typiquement comme une
impureté de spin 0. Cet objet a trois spins est en effet plus faiblement couplé aux autres
spins 1/2. Les liens suivants, indiqués par des fleches, sont plus intenses que la valeur
moyenne, comme au voisinage de 'impureté de spin 0. Cependant, on constate que
le soliton reste toujours au voisinage de I'impureté, indépendamment de la simulation
Monte-Carlo. Cela suggere une légere attraction entre le soliton et 'impureté de spin
1.

Phonons dynamiques : Nous allons maintenant essayer de montrer qu'une impureté
de spin 1 et un soliton interagissent, dans le cadre plus large des phonons dynamiques
(on ne se restreint plus aux petites fréquences phononiques). L’énergie de liaison im-
pureté de spin 1-soliton obtenue par Diagonalisation Exacte est tracée en figure IV.21
pour divers parametres, pouvant correspondre a CuGeQj3 ou choisis de fagon a obtenir
une faible longueur de corrélation magnétique, en fonction de I'inverse de la taille du
réseau. Les résultats semblent indiquer une faible énergie de liaison, en accord avec
I’étude précédente. Quoi qu’il en soit, la forme de la loi d’échelle est tres différente de
celle obtenue pour I’énergie de liaison dans le cas de I'impureté de spin 0 et on peut
donc penser que les mécanismes physiques impliqués sont tres différents.

Interprétation: Les résultats précédents sur les impuretés de spin 1 sont cohérents
avec les observations expérimentales de lois de Curie. En effet, dans le matériau CuGeO3
dopé au Ni, un intéressant cross-over a été observé a basse température entre deux com-
portements différents [67]. On interpréte alors ce comportement de basse température
par la formation d’un singulet effectif autour du site occupé par le Ni, pouvant a son
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Figure IV.21 — E’nergie de liaison soliton-impureté de spin 1 pour une chaine couplée
a des phonons dynamiques obtenue par Diagonalisation Ezacte en fonction de 1/L. Les
parameétres utilisés sont « =0, g = 0,45, 2 =0,3J (0), «=0,36,9g=1, Q=J (O),
a=0,5 g=04 Q=03 (A) (figure extraite de la référence [171], publication
n° 8).

tour lier un soliton de spin 1/2. Au contraire, & plus haute température, I'impureté se
comporte plutét comme un spin 3/2.

2.3 Impuretés de spin 1/2

Dans cette partie, nous allons nous intéresser aux impuretés de spin 1/2, ¢’est-a-dire
lorsque les ions cuivres sont remplacés par une impureté de méme spin , par exemple
du cobalt. La maniere la plus simple de modélider cette situation est d’affecter les deux
intégrales d’échange entre premiers (seconds) voisins comprenant I'impureté. Celle-ci
prend alors la valeur J'(1+ 6;) (aJ’) et on pose J' = yJ ou J est I'intégrale d’échange
non perturbée. Nous allons donc étudier la formation éventuelle d’états liés soliton-
impureté dabns ces systemes et décrire les fonctions d’one solitoniques.

Déja, quelques valeurs particulieres de y menent a des cas précédemmment étudiés.
Le cas le plus simple est pour y = 1. L’impureté est alors elle-méme un cuivre. Dans
le fondamental, « 'impureté » est un spin lié a un soliton et il faut fournir une énergie
égale au gap de spin A pour les dissocier donc Ejaison = —A%. Si y = 0, on a affaire
a un spin totalement déconnecté du reste de la chaine et celui-ci est donc semblable a
une impureté non magnétique. Dans ce cas, conformément a 1’étude précédente, il ne
devrait pas y avoir d’états liés et Ejjaison = 0. Enfin, dans la limite y — —oo, 'impureté
ressemble & un spin 3/2 et on s’attend & Ejjison < 0. Le terme « ressembler » est employé
car le réseau peut s’ajuster localement entre les trois spins reliés par des liens du type
yJ(1+ 90;).

L’énergie de liaison (définie exactement comme dans le reste de la theése) a été
obtenue par Diagonalisation Exacte en figure IV.22. L’allure de la courbe est bien celle
a laquelle on s’attendait. Il est important de noter que I’énergie de liaison semble étre
non nulle dés que y # 0 (dans la limite thermodynamique). Par contre, sur un réseau
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Figure 1V.22 — Energie de liaison soliton-impureté de spin 1/2 pour une chaine
couplée adiabatiquement au réseau obtenue par Diagonalisation Fxacte en fonction de
y, rapport entre l'intégrale d’échange spin 1/2-impureté (sur deuz liens successifs) et
Vintégrale spin 1/2-spin 1/2. Les paramétres utilisés sont o =0 et K| = J.

Figure 1V.23 - Evaluation du paramétre critique y.(L) pour une taille donnée a
température nulle par Diagonalisation FExacte. Les paramétres utilisés sont o = 0 et
K| = J. Une courbe hypothétique a température finie est aussi indiquée.

de taille finie, il existe une valeur critique y.(L) au-dessus de laquelle le soliton est
lié. Cette valeur peut étre aisément évaluée par Diagonalisation Exacte en regardant
a quelle valeur de y le soliton s’attache ou se détache de 'impureté. La figure IV.23
montre la variation de y, en fonction de I'inverse de la taille du réseau. A température
finie, on s’attend a ce que le soliton reste libre méme a la limite thermodynamique
pour de petits y. En effet, si les fluctuations thermiques sont de 'ordre de I’énergie
de liaison, le soliton se détache et est libre de se propager a l'intérieur de la chaine.
Pour y > 1, la situation est quelque peu différente. La distorsion du réseau s’ajuste de
maniere a former un lien fort et un lien faible sur les deux liens de I'impureté. Ainsi,
un spin 0 effectif est formé par I'impureté et I'un de ses deux voisins et ce spin 0 est
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Figure 1V.24 — Variation du gap de spin A obtenu par Diagonalisation Ezacte en
fonction de y, vartation relative de ['intégrale d’échange sur deux liens successifs. Les
parametres utilisés sont o =0 et K = J.

tres isolé par rapport au reste de la chaine. L’excitation élémentaire d’un tel systeme
consiste alors & briser un singulet sur un lien normal (cela nécessite moins d’énergie
que de briser le singulet formé sur I'impureté) et donc I’énergie de liaison telle que
nous ’avions définie vaut exactement —A% pour tout y supérieur & 1. Une grandeur
d’intérét intervenant par exemple dans la mesure de la susceptibilité magnétique peut
alors étre le gap de spin A% (y), défini comme D’énergie & apporter pour passer au
triplet de plus basse énergie. Déja, on sait que A% (0)=0 car le spin isolé peut étre
retourné sans effort. D’aprés ce que I'on a vu, A% (y > 1) = A% : il est en effet plus

intermédiaire (0 < y < 1), le soliton s’accroche de plus en plus a I'impureté et le gap
de spin doit croitre. La courbe IV.24 confirme précisément cette analyse.

2.4 Dopage en Si sur les sites de Ge (hors chaines)

Ce cas peut étre modélisé d’une maniere simple reliée a I’'insertion d’une impureté
de spin 1/2. En effet, le germanium influe sur ’angle Cu-O(2)-Cu et donc sur la valeur
de l'intégrale d’échange entre premiers voisins. En premiere approche, une chaine en
contact avec un silicium se modélise en changeant un des liens J(1 4 §;) en yJ(1 + 6;).

Qualitativement, 'effet résultant est le suivant. Le fondamental dégénéré d’une
chaine sans impureté consiste en une alternance de liens faibles et forts avec schéma-
tiquement des singulets formés sur ces derniers. Lorsqu’un lien est affecté (avec par
exemple 0 < y < 1), la dégénérescence entre les deux fondamentaux est levée et le
systeme se dimérise de maniere a former des liens faibles sur les liens de méme parité
que celui affecté par I'impureté. Si y > 1, la situation est inversée: le systeme cherche
a créer un lien fort sur les liens de méme parité que celui de 'impureté. Par exemple,
le gap de spin ne varie pas lorsque y est changé. La physique de basse énergie d’une
chaine spin-Peierls semble peu affectée par la présence d’un lien différent. Il est a noter
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que pour une chaine de spin 1 (sans phonon), des états liés apparaissent a faible ou
fort y [211].
ou faible Potentiel interchaine essentiel 7777

Impuretés non magnétiques dans un systeme bidi-
mensionnel

Jusqu’a maintenant, seuls les effets a une impureté ont été pris en compte en insérant
une impureté dans une chaine. Nous allons désormais utiliser un modéle bidimensionnel
et étudier les effets de I'insertion d’une ou plusieurs impuretés dans un plan de spins
couplés au réseau. Le modele utilisé se décompose en une partie pour laquelle les chaines
sont découplées, H 14 et une partie d’interaction, H . La partie unidimensionnelle vaut
typiquement :

2

g & = a 1 . P,
Hia = Jj Z(l +0i,a)Si,a-Sit1,a + ) Z Sia-Sit2,a T+ 3 Z(Kl|5i2,a Y ), (77)

1,0 2,a 2,a

ol les indices 7 comptent les sites sur une chaine et les indices a se réferent aux chaines.
Les déplacements Si,a peuvent ici étre classiques (M = oc) ou quantique (Sw = g{b;,+
b:a>) En ce qui concerne la partie d’interaction, on considere des couplages transverses
magnétique J, et élastique K| qui favoriseront la phase antiferromagnétique et la

phase spin-Peierls respectivement :

H,=J, Z gi,a-gi,a+1 + K| Z Sz’,a&,aﬂ- (78)

2,0 2,0

Le signe de K, n’influe que sur le caractére en phase / en opposition de phase de la
distorsion entre deux chaines voisines. Notons que la stabilité du réseau en 1’absence
de couplage, et donc le caractere défini positif de la forme quadratique associée aux
déplacements, impliquent que K| > 2|K ]|.

Pour pouvoir étudier numériquement ce hamiltonien (avec des phonons adiabatiques
ou dynamiques), nous allons traiter exactement le probléme & une chaine et utiliser une
approche de type champ moyen pour le couplage interchaine. Le terme H est alors
remplacé par sa forme champ moyen H | cm:

HL,cm = JL Z[Siz,a<siz,a+1> + <Szz,a> z'z,a—}-l - <Szz,a>< iz,a—|—1>]

+ KJ_ Z[Si,a<8i,a+1> + <5Ai,a>5i,a+1 - <Ai,a><$i,a+1>]a (79)

2,0

ou les (- - -) sont des valeurs moyennes sur le fondamental.
Ce hamiltonien (79) se résout numériquement de maniére autocohérente. On part
de valeurs moyennes aléatoires, puis on obtient 1’expression du fondamental. On en
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déduit alors un nouveau jeu de valeurs moyennes et ce schéma continue jusqu’a la
convergence finale. Dans le cas adiabatique, cette condition s’exprime simplement sous
la forme:

—

J||<S:z',a- i+1,a> + K||5i,a + KJ_((Si,afl + 5i,a—|—1)a (80)

qui est une généralisation de I’équation de minimisation de I’énergie (29) obtenue dans
le cas unidimensionnel.

Pour minimiser les effets de bord, des condidions aux limites périodiques sont uti-
lisées dans les deux directions.

3.1 Diagramme de phase (sans impuretés)

En I'absence de couplage avec les phonons, SCHULZ a montré, par un traitement
de type champ moyen du couplage interchaine, I’établissement d’une phase antifer-
romagnétique pour des chaines méme faiblement couplées. En présence de phonons
adiabatiques, des études prenant en compte le couplage interchaine élastique [198, 202]
ou magnétique [203, 199] ont été, de méme, réalisées par bosonisation. Dans le cas
présent, la situation est plus complexe, vu la présence simultanée de tous les types de
couplages. Le diagramme de phase a été établi en calculant 1’état du systeme avec des
parametres quelconques donnés, et en comparant dans cet état les parametres d’ordre
associés aux deux phases. La variation en fonction de la taille du réseau de la ligne de
transition entre la phase de Néel et la phase spin-Peierls sur le diagramme de phase
en figure TV.25 est tres faible. Qualitativement, le couplage magnétique J, favorise la
phase antiferromagnétique alors que le couplage élastique K| tend a stabiliser la phase
spin-Peierls. Comme on pouvait s’y attendre, les fluctuations quantiques des phonons
déstabilisent 1égerement la phase spin-Peierls. Par contre, la présence d’une frustration
a déplace la ligne de séparation dans le plan (K, .J,) vers les grands J,, ce qui cor-
respond a une phase spin-Peierls plus stable. Désormais, nous nous placerons dans la
phase spin-Peierls pour étudier les effets du dopage.

3.2 Présence d’une impureté

Pour commencer a étudier I'influence du dopage en impuretés, considérons la présen-
ce d’une seule impureté. Précédemment, on a vu que pour un modele quasi unidimen-
sionnel avec potentiel extérieur di au couplage interchaine (page 115), les corrélations
antiferromagnétiques étaient renforcées (sur la chaine méme). Dans le cas du modele
bidimensionnel, nous allons donc nous intéresser aux corrélations antiferromagnétiques
intrachaines et interchaines induites par la présence d’une impureté. Cette derniere
crée dans la chaine un soliton magnétoélastique et un changement de la parité de la
dimérisation intervient sur la chaine en question sur une région de longueur longitudi-
nale & donnée par la largeur du soliton. L’aimantation locale peut étre décomposée en
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Figure IV.25 — Diagramme de phase du systeme pur en fonction de K = K| — 2K |
et Ji. Les lignes continues correspondent au cas adiabatique sur un systeme 18 x 18
pour « =0 (o) et « = 0,36 () et la ligne avec tirets (AN) au cas dynamique sur un
systéme 8 x 8 pour a =0 et K, = 0,2J. Le prolongement de cette derniére ligne (cas
dynamique) a été tracé a partir de ’estimation du point sur l’aze des abscisses réalisée
a Kperp =0 (figure extraite de la référence [212], publication n° 11).

une partie uniforme et une partie alternée de la manieére suivante : [213]
ni 1
Mil,la f= Z((Sizfl,a> + 2<Szz,a> + < f—}—l,a))

M = (1) {S00) + 2(57,) — (1), (81)

Typiquement, on retiendra: (S7,) = M;jgif + (=1)""*M2;. En fait, 'exces de compo-
sante uniforme S% = 1/2 engendré par la présence de I'impureté ainsi que le soliton
restent localisés sur la chaine substituée. Par contre, comme on le voit en figure IV.26, le
couplage interchaine magnétique J; engendre une importante composante alternée de
méme parité sur les chaines voisines (c’est-a-dire que les corrélations interchaines sont
antiferromagnétiques et que, de part sa définition, Mf}f garde donc le méme signe). De
méme, 'amplitude de la distorsion spin-Peierls est diminuée de facon significative par
rapport a sa valeur loin de I'impureté. D’importantes corrélations antiferromagnétiques
peuvent étre distinguées jusqu’a quatre chaines d’éloignement en figure IV.26, méme
pour un petit (et réaliste) J,. Bien entendu, cet effet est nettement renforcée au voisi-
nage de la ligne de transition AF/SP du diagramme de phase en figure IV.25. La taille
transverse de ce « nuage de polarisation » autour de 'impureté augmente tres fortement
avec J .

Une caractéristique importante de la polarisation entourant 1’aire soliton-impureté
est que le signe de M;‘g (c’est-a-dire grossierement si le spin situé en (i, a) est plutét dans
I’état 1 ou |) est directement fixé par le choix de l'orientation du soliton (S%, = +1/2) et

par la position (7, ag) de 'impureté, indépendamment de la distance impureté-soliton.
En effet, le signe de M7 est exactement le méme que celui de SZ; x (—1)%tiot!,
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Chapitre IV. Etude des impuretés dans les systémes spin-Peierls

Figure IV.26 — Aimantation locale alternée Mﬂf obtenue par Monte-Carlo Quantique
(a =0, K =2,4J, K| =0,2J [214] et J, =0,1J ;T =0,05J) sur un cylindre 40 x 8
en présence d’une impureté (sa position iy = 21 est indiquée par une fléche en bas de
la figure) en fonction de la coordonnée longitudinale i. La coordonnée transverse Aa
est indiquée sur la figure. Les symboles pleins correspondent a la chaine possédant une
impureté (figure extraite de la référence [212], publication n° 11).

Cela se comprend trés facilement dans la limite de forte dimérisation (grand K ) ou
I'introduction d’une impureté en un site donné libére un spin 1/2 en site immédiatement
voisin en cassant un lien singulet. Quand le couplage interchaine diminue, le spin 1/2
libéré peut faire des sauts de deux sites (a cause de la dimérisation) et donc engendre
des corrélations antiferromagnétiques avec la parité précédemment définie.

3.3 Présence de deux impuretés et couplage effectif entre so-
litons

Intéressons-nous au cas de deux impuretés sur des chaines différentes en des sites
(11,a1) et (i2,a9) (a1 # ag). Rappelons tout d’abord qu’un soliton est libéré a proximité
de chaque impureté. Quand les deux nuages de polarisation associés a chaque soliton
commence a présenter un recouvrement, on s’attend a ce que leur interaction commence
a dépendre de l'orientation relative de leur spin. Comme on le voit en figure IV.27(a)
et (b), les combinaisons singulet et triplet des deux solitons ménent & des aimantations
locales tres différentes. Comme on ’envisage intuitivement, I’énergie la plus basse est
toujours obtenue pour I'état de spin qui conduit a une aimantation alternée de méme
signe pour chaque impureté séparément. Ainsi toute frustration magnétique est évitée.
On prévoit donc qu’une configuration triplet S = 1 (singulet S = 0) est favorisée
lorsque les deux impuretés sont placées sur le méme sous-réseau (les deux sous-réseaux
opposés). On peut alors définir un couplage magnétique effectif entre les nuages anti-
ferromagnétiques associés a chaque impureté par Jog = Eo(S = 1) — Ep(S = 0). Pour
une large gamme de parametres correspondant a un état spin-Peierls volumique, un
Jesr ferromagnétique a été trouvé lorsque les deux impuretés appartiennent au méme
sous-réseau et Jeg est antiferromagnétique dans I'autre cas. En somme, le couplage
magnétique entre les deux moments locaux associés aux impuretés est ferromagnétique
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3 Impuretés non magnétiques dans un systeme bidimensionnel

Figure IV.27 — Aimantation locale alternée M;’”}f obtenue par Diagonalisation Fracte
sur un cylindre 18 x 12 (a =0, K =1,9J, K, =0,2J et J, =0,1J) en présence de
deuz impuretés situées sur des chaines secondes voisines (Aa = 2) et mazimalement
espacées dans l'aze des chaines (leurs positions iy = 3 et i = 12 sont indiquées par
une fleche en bas de la figure) en fonction de la coordonnée longitudinale i dans la
configuration triplet (a) et singulet (b). Les symboles pleins correspondent aux chaines
possédant une impureté (figure extraite de la référence [212], publication n° 11).

ou antiferromagnétique telle fagon qu’aucune frustration n’apparaisse. Par exemple,
dans le cadre de la figure IV.27(a) pour laquelle les deux impuretés n’appartiennent
pas au méme sous-réseau (Aa = 2 et Aj = 9), 'aimantation alternée posséde un signe
différent autour de chaque impureté et par conséquent la configuration triplet (a) est
frustrante. I’amplitude du couplage Jog est directement reliée au recouvrement des
deux nuages de polarisation et on voit en figure IV.28 qu’il suit, en fonction de I’écart
A7 entre les deux impuretés le long de la chaine et en fonction du nombre de chaines
d’écart Aa, le comportement suivant :

Jog & Jo(—1)A1HAet exp(—C’L&) exp(—C’Hg), (82)

§1 €

ot Jy ~ Jy, les Cy, sont de I'ordre de I'unité et &, ~ J,/A%.

Si les deux impuretés appartiennent a la méme chaine (a; = az), 14 encore, deux
cas doivent étre distingués. Si les deux impuretés sont situées sur le méme sous-réseau
(19 — 41 est pair, et il y a un nombre impair de spins entre les impuretés), un com-
portement similaire a celui décrit ci-dessus est observé (comparer les courbes IV.29
et IV.27b) et linteraction effective est ferromagnétique. Par contre, I’amplitude du
couplage est d’un autre ordre de grandeur supérieur au cas ou les impuretés sont sur
des chaines différentes. Si les impuretés sont sur les deux sous-réseaux différents, alors
la chaine est coupée en deux segments comportant chacun un nombre pair de spins.
Conformément a ce que l'on a vu précédemment, pour des couplages K, pas trop
intenses, la configuration de plus basse énergie (S = 0) ne comporte pas de paire
soliton-antisoliton. Par contre, lorsque la longueur des chaines augmente, la formation
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Figure IV.28 — Valeur absolue du couplage effectif entre les deux impuretés situées
sur des chaines différentes séparées par Aa en fonction de la distance longitudinale
Ai = iy — i1 obtenue par Diagonalisation Eracte dans ’état singulet (a) et triplet (b).
Les tailles L x N sont indiquées sur la figure (figure extraite de la référence [212],
publication n° 11).

Figure IV.29 — Aimantation locale alternée Mf}f obtenue par Monte-Carlo Quantique
sur un cylindre 40 x 8 (a =0, K =1,9J, K, =0,2J et J, = 0,1J) en présence de
deuz impuretés mazrimalement espacées sur la méme chaine (leurs positions iy = 1 et
iy = 21 sont indiquées par une fléche en bas de la figure) en fonction de la coordonnée
longitudinale © (dans le fondamental triplet). Les symboles pleins correspondent a la
chaine possédant une impureté (figure extraite de la référence [212], publication n° 11).

d’une paire s5 devient énergétiquement favorable et I'interaction effective d’ordre A
est antiferromagnétique. En résumé, la formule (82) reste vérifiée lorsque les deux im-
puretés sont sur la méme chaine mais avec Jy ~ A’ En effet, I’échelle d’énergie de
I'interaction effective n’est alors plus donnée par J,, mais par le gap de spin d’une
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4 Conclusion partielle

chalne.

3.4 Modele effectif

A Tlaide des calculs microscopiques précédents, nous allons construire un modele
effectif pour un plan dopé en impuretés. Ce modele effectif est constitué de spins
1/2 distribués aléatoirement sur un réseau carré et interagissant selon la loi (82). Les
parametres « nus » sont ceux de la figure IV.28 et ceux placés dans I’équation (82) ont
été obtenus en fitant les courbes de cette figure. L’approximation que chaque impureté
libére un soliton a été faite (ce n’est pas le cas si Aa = 0 et Ai pair avec ces parametres).
Ainsi un nombre donné d’impuretés (et donc de spins 1/2) 4 < Niymp < 16 est placé
aléatoirement sur un systeme de chaines couplées de taille pouvant aller jusqu’a 40 x 40.
Alors I'aimantation alternée M, définie par:

M3, = (155, (53)

8 i,a

(Ny; = L x N étant le nombre total de sites) est calculée et moyennée sur typiquement
10 000 réalisations. Les résultats pour différentes tailles sont montrés en figure 1V.30
ainsi que l'extrapolation a la limite thermodynamique réalisée en utilisant un fit en
1/+/Ny (o). On en conclut donc que M, est finie pour tout dopage = # 0, ce qui
implique toujours la présence d’un ordre antiferromagnétique a longue portée a basse
température. Ainsi, les solitons vont s’orienter relativement de fagon a minimiser la
frustration et par conséquent présenter un ordre a longue portée. Dans le cas du fort
dopage, les solitons vont étre pres les uns des autres et induire un ordre a longue portée
malgré la frustration certainement engendrée. A plus faible dopage, les solitons sont plus
éloignés et vont réussir a s’orienter en minimisant la frustration. Ce résultat n’est pas
en contradiction avec le théoreme de MERMIN- WAGNER: un modele bidimensionnel
peut rompre une symétrie continue en dimension deux, mais seulement a température
nulle, ce qui est bien le cas ici. Cet ordre décroit doucement quand la concentration en
impureté x tend vers 0. Le comportement est cohérent avec des résultats expérimentaux
qui suggerent que My, décroit exponentiellement & petit z [74, 75].

Conclusion partielle

Typiquement, les solitons et les impuretés forment des états liés dans une chaine
spin-Peierls.

Dans le cas d’une chaine frustrée et explicitement dimérisé, les états liés dus a
des impuretés non magnétiques (chaine ouverte) proviennent du confinement créé par
la dimérisation explicite et une échelle d’états liés sous le continuum a été mise en
évidence.

Pour une chaine couplée au réseau, seule I'introduction d’une impureté non magné-
tique sur la chaine ne crée aucun état lié soliton-impureté. La prise en compte du
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Figure IV.30 — Aimantation alternée My, d’un cylindre de différentes tailles 12 x 12,
16 x 16, ---, 40 x 40 (de haut en bas) en fonction du dopage en impureté x. Les

extrapolations a la limite thermodynamique sont aussi indiquées (o) (figure extraite de
la référence [212], publication n° 11).

caractere tridimensionnel des phonons par un couplage interchaine élastique lie les so-
litons aux impuretés au-dela d’une valeur critique du couplage. Le dopage en impuretés
magnétiques sur les sites de cuivre ou de silicium sur les sites de germanium crée des
états liés, méme dans un modele unidimensionnel.

Les effets conjugués de plusieurs impuretés non magnétiques dans un plan de chaines
couplées favorisent une certaine orientation relative des couples de solitons en fonction
des positions relatives des impuretés auxquelles ils sont liés. De plus, le recouvrement
partiel des « nuages de polarisation» autour des impuretés engendre un ordre antif-
feromagnétique a longue portée qui coexiste avec ’ordre spin-Peierls présent loin des
impuretés.
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Conclusions

a découverte récente d’une transition spin-Peierls dans le composé inorganique
CuGeO3 a relancé la physique des chaines de spin a la fois d’un point de vue
théorique et expérimental. En effet, la synthese de gros monocristaux et la pos-
sibilité de les doper ont permis la réalisation de nouveaux types d’expériences
incluant notamment la diffusion inélastique de neutrons.
Cette these s’intéresse aux propriétés de hamiltoniens spin-Peierls, c’est-a-dire plus ex-
plicitement contenant un couplage spin-phonon. Celui-ci peut étre traité avec différents
niveaux de sophistication, allant d’un réseau gelé a un réseau dynamique unidimen-
sionnel ou incluant un couplage interchaine.

Dans le cas du couplage ot le réseau est gelé, nous nous sommes intéressés aux exci-
tations élémentaires qui sont des défauts topologiques appelés solitons depuis SHASTRY
et SUTHERLAND. Nous avons étudié la possibilité de former des états liés et mis en
évidence une échelle d’états liés alternativement singulets et triplets sous le continuum.
La présence d’impuretés non magnétiques, qui ouvrent les chaines, crée des états liés
de bord soliton-impureté. Tous ces états liés, de bord ou volumiques, peuvent de plus
étre mis en évidence dans les spectres de diffusion Raman et de neutrons.

Pour les modeles ou les degrés de liberté phononiques peuvent s’ajuster localement,
nous avons, a la suite des travaux de NAKANO et FUKUYAMA puis KHOMSKII et coll.,
caractérisé les excitations élémentaires comme des solitons comportant une compo-
sante magnétique et une phononique. Nous avons montré que le caractere quantique
des phonons déstabilise la phase spin-Peierls si bien qu’un couplage spin-phonon fini
est nécessaire pour dimériser la chaine. De plus, le profil solitonique semble dépendre
fortement de la fréquence phononique. Nous avons montré que le caractere tridimen-
sionnel des phonons était nécessaire pour former des états liés. En ce qui concerne
les composés dopés, la nature de I'impureté joue un réle essentiel. Par exemple, dans
un modele strictement unidimensionnel, les impuretés non magnétiques ne forment pas
d’états liés avec les solitons, contrairement a celles de spin 1/2 ou 1. Par contre, la prise
en compte des effets tridimensionnels phononiques rétablit le confinement. En ce qui
concerne les impuretés hors chaine, blabla.... Enfin, nous montrons qu’un réseau spin-
Peierls bidimensionnel dopé avec des impuretés non magnétiques permet la coexistence
entre ordres spin-Peierls et antiferromagnétique.

Tous ces résultats sont confrontés aux expériences réalisées sur le composé CuGeQOs.
Une grande partie des résultats expérimentaux peut étre interprétée dans le cadre des
modeles précédemment étudiés. Notamment, la présence d’une résonance bien séparée



Conclusions

du continuum observée par neutrons peut étre interprétée comme un état lié de solitons
et la structure en double gap (avec des intervalles identiques) est une conséquence de la
nature solitonique des excitations. Les résonances vues en Raman sur les composés pur
et dopé sont de méme interprétables dans les mémes termes. Des mesures plus précises
sur I’existence et la position d’une seconde résonance sur le composé dopé pourraient,
permettre d’évaluer le couplage interchaine élastique. Les profils solitoniques obtenus
par RMN ne sont pas encore totalement compris d’un point de vue théorique, méme s’il
apparait que le caractere quantique des degrés de liberté du réseau est important. On
notera que la frustration magnétique semble importante dans le composé CuGeQOs. En
effet, une forte frustration est nécessaire pour obtenir (indépendamment) une forme
correcte de susceptibilité magnétique, le maximum de la relation de dispersion des
magnons et le bon rapport entre les largeurs solitoniques magnétique et élastique.
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