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pénétrant avec lesquelles il a, d’abord répondu dans son bureau à la liste
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à plusieurs discussions sur nos résultats. Je suis très content qu’il ait accepté
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Le beau cadeau de l’amitié de Bruno, Jean-Philippe, Catherine, Bruno H.
(dit “le Petit”), Sara, Soazig, et des camarades du “Thesarium” —Gianrico,
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Les conditions économiques indispensables pour assurer mon séjour en
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mier temps par COLCIENCIAS (gouvernement colombien), et par la suite
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3 Echantillons et Instrumentation 40
3.1 Les couches minces de Bi-2212 . . . . . . . . . . . . . . . . . . 41
3.2 Echantillons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 45

3.2.1 Caracterisation par µIR des échantillons . . . . . . . . 45
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de bicouche 131

6 Les transformées de Kramers-Kronig et l’analyse des spectres
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Chapitre 1

Introduction

La conduction métallique était le thème central de la Quatrième Conférence
Solvay, à Bruxelles, en 1924. Kamerlingh Onnes y participa, présentant ses
dernièrs résultats expérimentaux sur les supraconducteurs, ainsi que l’en-
semble des matériaux qui, à cette date, présentaient cette propriété [1]. Ça
n’est peut être pas la contribution d’Onnes à cette conférence qui restera la
plus connue, mais la discussion qui s’ensuivit. Lors de cette discussion, Marie
Curie fit remarquer ce qui, aujourd’hui nous le savons, est l’un des indices
le plus frappant de que la supraconductivité met en jeu un mécanisme fon-
damentalement différent de la conductivité ordinaire : les bons métaux ne
deviennent pas de supraconducteurs à basse température [2].

Pour les cuprates supraconducteurs, les indices expérimentaux montrent
une physique qui s’écarte sur plusieurs aspects fondamentaux de celle des
métaux simples. Les corrélations électroniques, par exemple, y jouent un rôle
important : à la stœchiométrie exacte, les cuprates sont des isolants antifer-
romagnétiques, alors que leur bande “de conduction” devrait être à moitie
pleine. En dopant, on obtient non seulement un matériau supraconducteur
à basse température, mais aussi un conducteur aux propriétés difficiles à
comprendre dans le cadre de la conduction métallique ordinaire.

Cette thèse est consacrée à l’étude des propriétés infrarouges-optiques
d’un des cuprates : le Bi2Sr2CaCu2O8+δ (où δ quantifie le dopage). La tech-
nique utilisée est la mesure de la réflectivité.

La spectroscopie infrarouge-optique est une sonde de la fonction de dis-
tribution (en énergie) de la densité de charge dans un matériau. Couplée à la
cryogénie et à des expérimentateurs attentifs et curieux, cette technique per-
met un suivi thermique de l’électrodynamique de basse énergie d’un matériau.
Nous avons utilisé des couches minces, qui présentent une large surface de
haute qualité optique, et permettent donc une grande précision dans les me-
sures. Quant au Bi2Sr2CaCu2O8+δ, c’est l’un des cuprates le plus étudié, en
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particulier avec une autre technique complémentaire à la spectroscopie infra-
rouge : la photoémission. Ceci permet des comparaisons utiles quantitatives
et qualitatives.

Nous nous sommes focalisés sur deux problèmes fondamentaux qui peuvent
être très bien ciblés par la spectroscopie infrarouge : la manifestation d’un
“pseudogap” dans la réponse optique de l’état normal suivant les plans CuO2,
et l’échelle d’énergie des excitations modifiées par l’apparition du condensat
superfluide (donc d’un poids spectral à fréquence nulle). Ces deux problèmes
peuvent être traités en partant de l’analyse du poids spectral des excitations
optiques. Nous nous sommes concentrés alors sur cette quantité tout le long
de notre travail. Nous ne nous intéresserons pas, par conséquent, aux struc-
tures précises dans les spectres (qui sont, par ailleurs, largement dominées
par la réponse électronique).

Cette thèse est divisée en deux parties. La première partie est le cœur
de ce travail. Le chapitre 2 introduit les propriétés de base des cuprates, et
décrit quelques résultats expérimentaux concernant les états normal et su-
praconducteur des cuprates dopés. Nous avons choisi ceux qui permettent
des comparaisons directes avec l’optique. A la fin de ce chapitre, une ap-
proche théorique simple à la physique des cuprates est présenté, avec une
orientation entièrement utilitaire visant à une possible interprétation de nos
données. Le chapitre 3 présente les échantillons utilisés lors de notre travail,
ainsi que leurs différentes caractérisations, et une brève discussion des tech-
niques de spectroscopie infrarouge-optique. Il détaille aussi la procedure de
sélection d’échantillons et le modus operandi pour l’obtention des spectres.
L’optique des solides n’est pas nécessairement familière au lecteur qui par
ailleurs s’intéresse à la physique que nous discutons. C’est pourquoi nous
avons consacré un chapitre, à un niveau élementaire, pour introduire les no-
tions nécessaires à la compréhension de l’analyse de nos résultats. C’est le
chapitre 4. Enfin, le chapitre 5 présente nos résultats expérimentaux et leur
analyse. A la fin de ce chapitre, le lecteur trouvera trois petites étoiles1 qu’il
pourra interpreter comme “fin”, et sauter aux conclusions.

Bien que la réflectivité soit une fonction optique qui contient une infor-
mation physique équivalente à celle fournie par toute autre fonction optique,
elle est néanmoins peu facile à analyser. La conductivité est, à ce propos, plus
directe. Le passage de la réflectivité à la conductivité comporte des erreurs
dont l’analyse a été à notre avis minimisé dans la littérature, en grande partie
parce qu’une transformation intégrale facile à programmer permet de calculer
l’une à partir de l’autre en quelques millièmes de seconde, sans trop se poser
des questions sur l’effet des extrapolations nécessaires pour la transforma-

1Hommage à Julio Cortázar.
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tion (sauf de vérifier que deux extrapolations légèrement différentes affectent
de façon négligeable la conductivité résultante dans la gamme spectrale me-
surée). Dans notre cas, l’étude de telles erreurs s’est vite révelée importante.
D’une part, parce que l’analyse du poids spectral infrarouge reste incomplète
sans une connaissance du poids spectral à des fréquences situées en déhors de
la fenêtre expérimentale. D’autre part, parce que nous ne pouvons pas utiliser
ladite transformation intégrale (à cause du substrat de la couche, qui fournit
aussi un réponse sur la réflectivité mesurée), mais nous devons ajuster les
courbes de réflectivité, en introduisant éventuellement une nouvelle erreur à
cause des incertitudes dans l’ajustement. La deuxième partie de cette thèse
aborde l’étude de ces erreurs (chapitre 6), et décrit le modèle que nous avons
finalement choisi pour traiter la réflectivité d’une couche mince (chapitre 7).
Cette partie peut être laissé de côté par le lecteur non intéressé par les détails
techniques de la spectroscopie infrarouge.

Si nous avons essayé d’être pédagogiques, spécialement vis-à-vis du lec-
teur non expert en spectroscopie infrarouge et en propriétés optiques des
solides, nous sommes partis du principe que le lecteur qui aura ouvert cette
thèse connâıt déjà les résultats essentiels de la théorie de Bardeen, Cooper et
Schrieffer (BCS —la théorie microscopique de la supraconductivité conven-
tionnelle). De toute façon, les résultats BCS pertinents pour l’optique sont
rappélés le long de la discussion.

Dans ce manuscript, les unités utilisées pour écrire les équations sont celles
du SI. L’habitude veut que les unités utilisées pour exposer les spectres, en
optique des solides, soient les “unités de spectroscopiste”, où l’énergie est
écrite en [cm−1] et la conductivité en [Ω−1cm−1]. Le pense-bête suivant peut
aider le lecteur souhaitant raisonner dans d’autres unités :

1 eV ≈ 8000 cm−1

ω[rad/s] = 2πc[cm/s]×w[cm−1]

Z0 =
1

cεv

≈ 377 Ω.

Z0 est l’impédance du vide, et εv sa constante diélectrique.
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Première partie

Propriétés physiques des
cuprates, optique du solide,
résultats expérimentaux et

analyse
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Chapitre 2

Les cuprates : propriétés
électroniques générales

Le but de ce chapitre est d’introduire certaines des propriétés éléctroniques
générales les plus marquantes des cuprates, tels que l’on peut les trouver dans
la littérature. Le choix de cette présentation a été fait dans la perspective de
pouvoir faciliter plus tard la comparaison avec nos résultats. Toujours dans
la même perspective, une approche modeste de certaines des modélisations
théoriques des propriétés électroniques est présentée à la fin du chapitre.

2.1 Structure cristalline

Depuis la découverte de la supraconductivité à 30 K dans un oxyde à
base de baryum, lanthane et cuivre [(La,Ba)2CuO4] en 1986 [3], le nombre de
composés appartenant à la famille des cuprates à haute température critique
est devenu très important. La motivation principale au départ a été la quête
de températures de transition de plus en plus élevées, dont le record (134 K)
est actuellement détenu par le composé au mercure HgBa2Ca2Cu3O8+δ. Sous
pression, des températures critiques de l’ordre de 160 K sont atteintes [4,
5, 6, 7]. Ces composés se subdivisent en familles classées par rapport aux
structures cationiques intervenant dans leur composition. Les cinq types de
cuprates les plus étudiés sont les composés au lanthane (La2−xSrxCuO4+δ,
ou LSCO-214), à l’yttrium (YBa2Cu3O7−δ [8, 9], ou YBCO-123), au bismuth
(Bi2Sr2Can−1CunO2n+4+δ [10], ou Bi-2201, 2212 et 2223 pour n = 1, 2 et 3),
au thallium [11] et au mercure.

Les structures cristallines des cuprates supraconducteurs présentent toutes
un ou plusieurs blocs de type pérovskite, où un atome de cuivre est au
centre d’un octaèdre CuO6 aux sommets duquel se trouvent des atomes
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Fig. 2.1 – Structure cristallographique du composé Bi-2212. L’atome de cuivre est
montré dans son environnement pyramidal à gauche en bas.

d’oxygène [12, 13]. Le plan CuO2 est le plan qui contient les atomes de
cuivre du bloc pérovskite. Les octaèdres forment un réseau en général carré
partageant leurs sommets, donnant lieu à une symmétrie tétragonale. Dans
certains matériaux (YBCO-123, Bi-2212), on observe une distorsion ortho-
rhombique.

L’ingrédient principal commun à tous les cuprates est donc la présence
de “plans cuivre-oxygène CuO2” séparés par des blocs à caractère en général
isolant.1

Le caractère quasi-bidimensionnel des cuprates se traduit par des différences
substantielles (anisotropie) entre la réponse électronique suivant les plans
CuO2 et perpendiculairement aux plans. De plus, les propriétés électroniques
de presque tous les cuprates peuvent être radicalement modifiées —d’isolant
antiferromagnétique à métal supraconducteur— en changeant la concentra-
tion des porteurs de charge dans les plans CuO2. Nous reviendrons sur cette

1De ce point de vue là, le composé YBCO-123 est un cas particulier. En effet, dans
ce composé les blocs entre les plans CuO2 comportent des chaines conductrices CuO,
propriété que l’on retrouve en spectroscopie infrarouge [14].
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Fig. 2.2 – Répresentation schématique du diagramme de phase pour les cuprates. AF
antiferromagnétique (en dessous de TN ), PG pseudogap (introduit plus loin, en dessous
de T ?), SC supraconducteur (en dessous de Tc). La région hachurée répresente la phase
des rubans de charge RC (“stripes”). Cette phase n’a pas été observée pour le Bi-2212.

question un peu plus loin.

2.1.1 La structure cristalline du Bi-2212

Cette thèse se focalise sur le composé Bi-2212. Dans ce composé (Fig. 2.1),
les octaèdres CuO6 sont disjoints en deux pyramides CuO5 par intercalation
d’un plan d’atomes de Ca. La structure cristalline du Bi-2212 est ortho-
rhombique, avec des paramètres cristallins a et b très proches, et un pa-
ramètre suivant c qui varie avec le dopage en oxygène. Pour le dopage op-
timal (celui qui maximise la température critique), les paramètres de maille
sont (a, b, c) = (5.414, 5.418, 30.7) Å. Les plans CuO2 sont les responsables
des propriétes (supra)conductrices, les doubles plans BiO jouent le rôle de
réservoir de charges (comme on le voit plus bas), et les plans supplémentaires
de SrO assurent la stabilité de la structure. Les blocs réservoirs et conduc-
teurs sont empilés alternativement suivant l’axe c.

Le dopage en trous des plans CuO2 est obtenu par l’introduction d’oxygène
en excès qui se place dans les plans BiO, et qui pompe alors des électrons
du plan CuO2. Ainsi, les blocs réservoirs assurent un transfert de charges
(trous) vers les plans CuO2, qui acquièrent alors des propriétés métalliques
et supraconductrices.
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2.2 Diagramme de phase

En faisant varier le nombre de porteurs de charges dans les plans CuO2,
on arrive au diagramme de phase (général pour tous les cuprates) de la Fi-
gure 2.2. Pour un dopage nul ou très faible, et à des températures T < TN

(la température de Néel) les cuprates sont des isolants antiferromagnétiques
(réseau de spins localisés sur les ions Cu2+). Lorsqu’on augmente le nombre
de trous dans les plans CuO2, les trous peuvent se déplacer et détruire l’ordre
à longue portée. Si le nombre de trous est suffisant, le système change d’état
fondamental et passe d’un état isolant à un état supraconducteur à basse
température. A dopage suffisamment élevé, on retrouve un “métal” non su-
praconducteur à basse température. Pour certains composés (non observé
pour le Bi-2212), à des dopages intérmediaires entre la phase isolante antifer-
romagnétique et la phase supraconductrice, on trouve, selon certains auteurs,
une phase de “rubans de charge” (ou “stripes”, voir [15, 16, 17]), dans la-
quelle les trous s’agglomèrent pour former des régions riches en trous qui
séparént des régions antiferromagnétiques.2

La température de transition supraconductrice passe par un maximum
bien que le nombre de porteurs de charge continue à augmenter. Pour le Bi-
2212, cette Tmax

c s’obtient pour un dopage pmax = 0.16 par cuivre par plan
CuO2, et sa valeur est comprise entre ∼ 80 K (couches minces) et ∼ 93 K
(monocristaux). Elle correspond au dopage optimal séparant les régimes sous-
dopé et sur-dopé. Enfin, pour les composés sous-dopés dans l’état normal,
apparâıt une ligne T ∗ qui signale l’ouverture d’un “gap partiel” au voisinage
de la surface de Fermi [18] dit pseudogap. La nature microscopique du pseu-
dogap résiste encore aux interprétations, et même sa définition expérimentale
reste vague. La recherche précise des signatures du pseudogap dans la réponse
optique du Bi-2212 a été l’un des sujets principaux de ce travail, et sera dis-
cutée en détail dans les chapitres suivants. Pour l’instant, nous allons décrire
brièvement chacune des régions du diagramme de phase.

2.2.1 Région antiferromagnétique

Les propriétés magnétiques des cuprates proviennent des électrons d des
atomes de cuivre des plans CuO2, et de la façon dont les atomes de cuivre et
d’oxygène sont ordonnés dans les plans CuO2 de la structure pérovskite.

Un décompte simple des valences formelles des composés “parents” (i.e.,
non dopés) montre que toutes les couches atomiques de tous les atomes
sont remplies, avec comme seule exception les neuf électrons de la couche

2Dans cette thèse, nous laisserons de côté toute autre considération de la phase de
rubans de charge.
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Fig. 2.3 – Réprésentation schématique de la structure de bandes [(a) et (b)] et des
orbitaux (c) des cuprates. Dans (a) les niveaux d’énergie des atomes libres d’un plan CuO2

sont séparés sous l’influence du champ cristallin [19] ; (b) montre comme la répulsion sur
site crée un gap à transfert de charges [20], de forme telle que le matériau devient isolant ;
enfin (c) montre les orbitales atomiques les plus pertinants pour la compréhension des
excitations de basse énergie.
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3d du Cu2+. La dégénéréscence orbitale d’ordre 5 de la couche 3d des atomes
de cuivre est levée par le champ cristallin anisotrope [Fig. 2.3-(a)]. Pour
une symétrie tétragonale ou orthorhombique du réseau cristallin, et avec
l’atome de cuivre au milieu d’un octaèdre d’atomes d’oxygène, cette levée de
dégénéréscence se traduit par l’apparition des orbitales (par ordre décroissant
d’énergie) dx2−y2 et d3z2−r2 pointant vers les oxygènes voisins dans le plan
CuO2, et des trois orbitales dxy, dyz et dzx pointant vers des directions autres
que les directions Cu–O. L’orbitale dx2−y2 se trouve donc avec un électron non
apparié de spin 1/2 (un trou par site de cuivre). Le champ cristallin sépare
aussi les trois orbitales 2p des oxygènes du plan, donnant lieu (par ordre
décroissant d’énergie) à une orbitale π‖ parallèle au plan CuO2, une orbitale
π⊥, et une orbitale σ pointant vers les cuivres voisins, tels que l’énergie de
l’orbitale 2pσ est très proche de celle de l’orbitale 3dx2−y2 du cuivre [19, 21].
Ce fait, plus le recouvrement géométrique de ces deux orbitales [Fig. 2.3-(c)],
causerait une forte hybridation entre eux. Ainsi, en absence de dopage, la
physique de basse énergie des cuprates devrait être dominée par les bandes
anti-liantes Cu(3dx2−y2)-O(2pσ), qui se trouvent à moitié pleines (à cause de
l’électron célibataire qui vient du cuivre). La théorie de bandes prédit alors
un état métallique non magnétique [19], en contraste sévère avec les faits
expérimentaux et, en particulier, avec le gap isolant de l’ordre de 1 − 2 eV
observé dans les spectres optiques [22, 23, 24] (Fig. 2.13, section 2.3).

Cette défaillance de la théorie de bandes est due à la forte répulsion cou-
lombienne entre deux électrons sur un même site de cuivre, qui les force alors
à rester le plus éloignés possible l’un de l’autre. La solution la plus favorable
est d’avoir un électron localisé sur chaque site : la répulsion coulombienne
sépare la bande 3dx2−y2 du cuivre en deux niveaux [dits de Hubbard, Fig. 2.3-
(b)], dont le niveau bas est occupé par l’électron célibataire, et le niveau
haut est vide. La bande 2pσ de l’oxygène se trouve entre les deux niveaux
de Hubbard [20], séparée de la bande supérieure de Hubbard (la bande de
conduction) par un gap ∆ct de transfert de charge. On a donc affaire à un
isolant.

Les cuivres, bien que porteurs d’un moment magnétique de spin électronique,
n’intéragissent directement que de façon très faible, à cause de la grande dis-
tance entre leurs nuages électroniques. Toutefois, la disposition particulière
des liaisons Cu-O-Cu dans le plan pérovskite (180◦) favorise l’interaction
d’échange entre les moments magnétiques de deux cuivres voisins via les
électrons des orbitales 2p de l’oxygène intermédiaire, par un mécanisme de
superéchange d’Anderson [25]. L’interaction de superéchange est négative
dans cette géométrie, donnant lieu ainsi au couplage anti-parallèle des spins
du cuivre, et donc à un ordre antiferromagnétique.

Finalement, à cause du fort caractère 2D des cuprates, et donc des fortes

10



fluctuations quantiques, la température de Néel est réduite de la valeur ∼
1500 K prévue pour un couplage entre les spins prémiers voisins à ∼ 300 K
à dopage nul [26].

Quand le dopage en trous est augmenté à partir de zéro, la température
de Néel diminue très rapidement jusqu’à la disparition complète de l’ordre
magnétique à grande distance. Vers la valeur du dopage p ∼ 0.05 trous par
cuivre par plan CuO2, la phase supraconductrice (à T < Tc) apparâıt.3

En optique, l’effet du dopage se traduit par un décalage vers les basses
fréquences de l’intensité spectrale associée aux porteurs de charge. Ceci est
bien illustré par des mesures d’absorption optique [via la conductivité a.c.
σ1(ω), Fig. 2.13, section 2.3], qui permettent d’avoir une vision d’ensemble
dans la gamme spectrale 0 → ∆ct, et même au-delà. Le résultat est que le
système répond, à T > Tc, comme un mauvais métal,4 et non plus comme
un isolant.

2.2.2 Etat supraconducteur

Dès les premiers temps, plusieurs expériences ont montré l’existence de
paires de Cooper dans l’état supraconducteur des cuprates : par observation
de la fréquence habituelle 2eV/h de l’effet Josephson a.c. [30] ou par observa-
tion de la quantification du flux magnétique avec le quantum φ0 = h/2e [31].
Toutefois, la nature de l’interaction attractive entre les porteurs, ainsi que de
la formation du superfluide (c’est à dire, la cohérence globale de phase entre
les paires) restent à ce jour des problèmes non résolus. Dans cette thèse, nous
aborderons partiellement la première de ces questions, en repérant l’évolution
du poids spectral optique quand le Bi-2212 passe de l’état normal à l’état
supraconducteur.

L’anisotropie structurale des cuprates se traduit par des fortes différences,
entre les plans ab et l’axe c, des masses effectives des porteurs de charge,
des longueurs de pénétration du champ magnétique, et des longueurs de
cohérence (tableau 2.1). A ceci s’ajoute le fait que les cuprates, contraire-
ment aux supraconducteurs conventionnels, ont des longueurs de cohérence
extrêmement courtes : beaucoup plus courtes que la longueur de pénétration
magnétique, et aussi, en géneral, que le libre parcours moyen des porteurs
(même à des dopages faibles, où l’on a un “mauvais métal”). La première

3La valeur de p est délicate à mesurer (voir, e.g., la référence [27]). Une méthode pour
la déterminer est, par exemple, la titration chimique [28]. Une autre méthode, moyennant
une modélisation des spectres obtenus, est la spectroscopie d’absorption X [29].

4Dans le sens qu’il y a une réponse imputable à des porteurs “libres”. Cette réponse
n’est pas du tout pareille à celle d’un véritable métal “à la Drude”, comme nous le verrons
plus tard.
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Bi-2212 dopage optimal
(Tc ∼ 90 K)

Supraconducteurs BCS
Exemple : Nb (Tc = 9.2 K)

Energie de condensation ∼ 0.08 meV par Cu [32] . 1 µeV par électron

Gap supraconducteur ∆(0)
∆max(0) ∼ 25 meV (Raman, [33])
∆max(0) ∼ 35 meV (ARPES, [34])

∆(0) ∼ 1.5 meV [35]

Longueur de cohérence ξ(0)
ξab ∼ 10− 20 Å

ξc < 1 Å[36]
ξ ∼ 400 Å

Longueur de pénétration λ(0)
λab ∼ 2000 Å[37]

λc ∼ 50− 150 µm [37, 38]
λ ∼ 4500 Å

Paramètre d’anisotropie
(γ = ξab/ξc = λc/λab)

γ & 200 γ = 1

Paramètre de Ginzburg-Landau
(κ = λ/ξ)

κc = λab/ξab ∼ 100 κ ∼ 11

Tab. 2.1 – Grandeurs typiques caractérisant l’état supraconducteur du Bi-2212, et com-
paraison avec des matériaux BCS.

condition signifie que les cuprates sont des supraconducteurs de type II, qui
admettent, sous application d’un champ magnétique externe suffisamment
grand (Hc1 < H < Hc2), une phase mixte avec des vortex. La deuxième
implique que les cuprates sont des supraconducteurs “propres”, ce qui rend
difficile l’observation expérimentale de l’ouverture d’un gap, lié à la transition
supraconductrice, dans le spectre des excitations optiques [39] (voir chapitre
4).

Tandis que le paramètre d’ordre des supraconducteurs classiques est iso-
trope vis-à-vis du vecteur d’onde des porteurs (gap de symétrie s), dans les
cuprates le gap présente des nœuds, i.e. des régions autour de la surface de
Fermi où le paramètre d’ordre s’annule. L’une des preuves de ce phénomène
est fournie par des expériences de spectroscopie de photoemission résolue en
angle (ARPES — Fig. 2.4 [40]), qui montrent aussi que la symétrie du pa-
ramétre d’ordre, du moins pour le Bi-2212 optimalement dopé, est de type
d.5 La présence de nœuds dans le gap implique l’existence d’excitations de
basse énergie même à température nulle. Dans les spectres optiques, ceci
se traduit par un abaissement du niveau de réflectivité (réflectivité < 1) à
des fréquences inférieures à la fréquence du gap optique supraconducteur 2∆
(l’énergie nécessaire pour briser une paire de Cooper), contrairement au cas

5Les mesures d’ARPES n’ont pas accès à la phase du paramètre d’ordre. D’autres
expériences, sensibles à ladite phase, ont montré que le gap supraconducteur est du type
dx2−y2 . Un bel exemple est l’expérience du “tricristal” [41, 42], où un film de Bi-2212 réalisé
par l’équipe d’Hélène Raffy a été épitaxié sur un substrat composé de trois monocristaux
de SrTiO3 avec une géométrie telle que les trois jonctions Josephson au point “tricristal”
ont des orientations bien définies. Si le gap du paramètre d’ordre a la symétrie dx2−y2 ,
alors la phase doit varier de π radians autour du point tricristal, et l’on doit obtenir, en
champ magnétique nul, un demi-quantum de flux spontanément généré sur ce point, tel
que le confirment les données.
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Fig. 2.4 – Symmétrie du gap supraconducteur dans les cuprates, d’après des mesures
d’ARPES sur Bi-2212 optimalement dopé [34]. En haut, les spectres de photoémission à
T = 13 K, pour différents points autour de la surface de Fermi (FS), d’un échantillon de
Bi-2212 quasi-optimal (Tc = 87 K, traits continus) et d’un échantillon témoin de Pt (traits
pointillés) en fonction de l’énergie de liaison du photoélectron arraché. La polarisation
du photon incident et les localisations dans la zone de Brillouin des points 1 → 15 sont
montrées dans l’encadré de la figure en bas, à gauche. A mesure que l’on se rapproche
de la direction ΓY, le gap dans le spectre d’excitations du Bi-2212 diminue, comme le
montrent les symboles dans cette figure (symboles ouverts = “leading edge shift” ; symboles
pleins = d’après des ajustements aux spectres ; trait continu = ajustement “d-wave” aux
symboles pleins). L’amplitude du gap supraconducteur aurait donc la forme montrée dans
la figure en bas, à droite, où le gap de type s pour les supraconducteurs classiques est aussi
présenté. Les spectres en haut n’ont pas la résolution suffisante pour dévoiler l’existence
des quasiparticules dans l’état supraconducteur (voir plus loin dans le texte).
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∆m(0)/kB

ARPES Tunnel

Fig. 2.5 – Variation avec le dopage de l’amplitude du gap supraconducteur (cercles
et étoiles) et du pseudogap (triangles et carrés, voir la section 2.2.3) pour Bi-2212. Les
cercles (issus de la position en énergie des pics des spectres d’ARPES), triangles et carrés
ont été déterminés à partir de mesures de photoémission [44], et les étoiles à partir de
mesures d’effet tunnel [45], dont les spectres à T = 4.2 K sont montrés dans la figure à
droite. L’encadré dans cette figure montre 200 spectres superposés, mesurés sur des points
différents d’un même échantillon, pour prouver la reproductibilité spatiale.

BCS où la réflectivité à T = 0 est unitaire jusqu’au gap optique. Nous dis-
cuterons plus en détail les données optiques des cuprates plus tard dans ce
chapitre.

L’amplitude du gap maximum observé dans le spectre des excitations
électroniques varie en fonction du dopage, ce qui a été établi à partir de
différentes expériences. La photoémission [43, 44], l’effet tunnel [45, 46], et
la chaleur spécifique [47], par exemple, montrent que le gap supraconducteur
est une fonction décroissante du dopage en trous, l’amplitude du gap étant
jusqu’à ∼ 6 fois plus grande que la “température” critique kbTc en régime
sous-dopé —voir la Figure 2.5. Ce comportement est fort différent du cas
BCS, où la relation 2∆/kbTc est une constante indépendante de la densité
de porteurs.

En regime sous-dopé, la longueur de pénétration de London λl est aussi
une fonction décroissante du dopage en trous, ce qui signifie que le poids spec-
tral superfluide ρs (1/λ2

l ∼ ρs ∼ ns/m
?, ns étant la densité de superélectrons

et m? leur masse effective) augmente avec le nombre de porteurs de charge.
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Ceci a été observé par différentes techniques, comme par exemple la relaxa-
tion des spins de muons (µSR, références [48, 49, 50, 51, 52, 53]),6 et la
susceptibilité magnétique [54]. Les études de µSR ont montré en plus que
Tc suit ρs, ce qui a été interpreté par certains auteurs comme étant une in-
dication d’une condensation du type “Bose-Einstein” en quasi-2D [50]. En
régimes optimal et sur-dopé, la relation entre Tc et ρs est plus compliquée :
en général Tc n’augmente plus ni avec le dopage, ni avec ρs.

La valeur absolue de λl est parmi les grandeurs les plus difficiles (tech-
niquement) à mesurer (pour une revue, voir [55]). La plupart des expe-
riences sensibles à l’expulsion du champ (éléctro-)magnétique dans l’état
supraconducteur nécessitent, pour extraire la valeur de λl, des hypothèses
supplémentaires parfois peu faciles à justifier. La spectroscopie optique est,
à cet égard, une technique privilegiée. En effet, à T < Tc l’existence d’un
fluide supraconducteur implique (gaz d’électrons libres sans amortissement,
chapitre 4) que la constante diélectrique du système se comporte, en fonc-
tion de la fréquence du champ incident, comme ρs/ω

2, d’où la longueur de
pénétration peut être déduite immédiatement. Dans cette thèse, nous allons
nous servir de ce fait pour étudier quelques aspects de l’électrodynamique du
Bi-2212 dans l’état supraconducteur.

Une autre grandeur physique à laquelle nous ferons appel est l’énergie
de condensation. En realité, pour les cuprates, et en particulier pour les
composés sous-dopés, la definition expérimentale correcte d’une énergie de
condensation est une question délicate. En effet, en régime très sous-dopé,
la chaleur spécifique présente un comportement qui ne ressemble pas à celui
du type “champ moyen” des supraconducteurs BCS.7 Si l’on définit toutefois
l’énergie de condensation dans le sens thermodynamique usuel (intégrale en
température de la chaleur spécifique mesurée), alors cette grandeur varie aussi
en fonction du dopage, mais de façon non monotone (Figure 2.6 [32]) : elle
montre un maximum au voisinage de l’état optimal (du côté surdopé, pour
p ∼ 0.19), et une décroissance rapide en allant vers la région sous-dopée. Nous
ne garderons à l’esprit que sa valeur au dopage optimal, où le comportement
de la chaleur spécifique est raisonablement du type champ-moyen, avec un
accident bien défini à Tc.

6La µSR mesure le taux de dépolarisation, causée par la présence des vortex, des spins
d’un faisceau de muons arretés dans l’échantillon. L’échantillon se trouve plongé dans un
faible champ magnétique à T < Tc.

7Pour le Bi-2212 près du dopage optimal, la valeur très élevée du champ critique (Hc2 >
100 T) fait impraticable tout mesure “magnétique” de l’énergie de condensation.
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Fig. 2.6 – Variation avec le dopage de l’énergie de condensation U(0) et de l’énergie du
“gap normal” Eg (discuté plus loin dans le texte), à partir de mesures de chaleur spécifique
sur Bi-2212 [32]. Les unités pour l’énergie de condensation sont des “Joules par gramme-
atome” (J/g-at). Comme une cellule unitaire de Bi-2212 possède 30 atomes (dont 4 de
Cu), 1 g-at de Bi-2212 = (1/30) de mole de cellules unitaires de Bi-2212, d’où l’énergie de
condensation à dopage optimal est U(0) ≈ 80 µeV par Cu.

2.2.3 Etat normal

The Caterpillar and Alice looked at each other for some time in silence : at
last the Caterpillar took the hookah out of its mouth, and addressed her in
a languid, sleepy voice.
“Who are you ?” said the Caterpillar.
This was not an encouraging opening for a conversation. Alice replied, rather
shyly, “I–I hardly know, sir, just at present...”

Lewis Carroll, Alice in Wonderland.

La physique des cuprates au-dessus de la température critique est peu être
plus surprenante que celle de l’état supraconducteur, et c’est l’un des sujets
le plus intensément débattus dans la recherche actuelle sur ces matériaux.

Dans l’état normal, les cuprates supraconducteurs possèdent une sur-
face de Fermi, ainsi que l’ont prouvé des expériences d’ARPES en étudiant
les courbes de distribution de l’énergie de liaison du photoélectron arraché
(“energy distribution curves”, ou EDC’s) en fonction du vecteur d’onde sur
la zone de Brillouin [57, 58, 59, 56, 60, 61]. Ces expériences ont réussi à isoler
des bandes électroniques dispersant vers le niveau de Fermi.8 Les auteurs

8Une bande “dispersant vers le niveau de Fermi” est une bande εn(k) dont l’énergie ε
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Fig. 2.7 – Surface de Fermi des cuprates. En haut, des spectres de photoémission du
Bi-2212 (Tc = 85 K) à T = 100 K sur des bandes dispersant vers le niveau de Fermi, le long
des différents directions dans la zone de Brillouin. Dans (a), par exemple, la bande croise
le niveau de Fermi à θ = φ ≈ 11◦. En bas, à gauche, la surface de Fermi ainsi obtenue.
Chaque cercle répresente un point de mesure. Les cercles pleins sont des points où la
courbe de dispersion croise le niveau de Fermi. A droite, un répresentation schématique de
la surface de Fermi sur la première zone de Brillouin. A noter la présence d’une singularité
de van Hove étendue autour du point (0, π). D’après la réference [56].
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ont ainsi déterminé le point dans la zone de Brillouin où une bande donnée
finit par croiser le niveau de Fermi, c’est-à-dire, où le pic de quasi-particules
liées de la courbe EDC disparâıt (Fig. 2.7). L’ensemble de ces points consti-
tue donc la surface de Fermi du matériau, dont la projection sur le plan
réciproque au plan CuO2 est schématisée aussi sur la Figure 2.7.

L’existence d’une surface de Fermi, et le fait qu’elle est fortement ani-
sotrope, jouent un rôle important dans la compréhension des propriétés op-
tiques et de transport. Ceci sera à nouveau souligné lors de la discussion de
nos résultats, au Chapitre 5.

Si l’existence d’une surface de Fermi est bien établie, les résultats d’ARPES
semblent montrer aussi que, dans l’état normal, et pour des composés optima-
lement et même légèrement sur-dopés, les quasiparticules au niveau de Fermi
ne sont pas, en fait, bien définies. En effet, même à basse température, la
largeur typique en énergie (∼ 100 meV, Figure 2.8) du pic de quasi-particule
des courbes EDC sur toute la surface de Fermi correspond à des temps de
vie (τ ∼ 7 × 10−15 s) du même ordre de grandeur que l’échelle de temps de
l’interaction électron–électron dans les cuprates (donnée par la fréquence de
plasma ~Ωp ∼ 1 eV comme τee ≈ 2π/Ωp ∼ 4×10−15 s) [62].9 Par contre, dans
l’état supraconducteur, les mêmes expériences ont mis en evidence l’existence
de quasi-particules mieux définies à toutes les valeurs du vecteur d’onde de
Fermi.

En dépit de l’existence d’une surface de Fermi, certaines propriétés des
cuprates sont non conventionnelles dans l’état métallique. Ainsi, les cuprates
sous-dopés (jusqu’à légèrement surdopés) montrent l’existence d’un “gap par-
tiel”, ou pseudogap, dans le spectre d’excitations électroniques de spin et de
charge au-dessus de Tc.

10 Le mot “pseudogap” veut dire ici une suppression
importante de la densité d’états (i.e., du poids spectral) à basse fréquence
(en contraste avec un “véritable gap”, qui signifie une suppression complète
de la densité d’états). Nous passerons brièvement en revue quelques uns des
résultats concernant le pseudogap dans l’état normal des cuprates, tout en
gardant les mesures d’optique pour la section suivante.

s’approche de l’énergie de Fermi quand le vecteur d’onde k varie le long d’une une direction
donnée. Le niveau de Fermi est repéré par une réference de Pt connectée électriquement
au matériau étudié.

9A noter que dans un metal simple, où la fréquence de plasma est ∼ 10 eV, on a
un temps d’interaction électron–électron au moins cent fois inférieur au temps de vie des
quasiparticules (∼ 10−14 s).

10Pour une révue récente sur le pseudogap, voir la référence [18]
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Bi2212 OP89K

Fig. 2.8 – A gauche, spectres ARPES au point A (“anti-nœud”) de la zone de Brillouin.
Les spectres sont etiquétés par raport à leur dopage (OP = optimal, OD = sur-dopé) et
température critique. La température de mesure est entre parenthèse. La flèche indique le
point de “rupture” du spectre, dans l’état supraconducteur, due à l’apparition d’un pic
de quasiparticule de largeur limité par la résolution. Dans l’état normal, ce pic n’est pas
observé. A droite, dépendance en température des spectres au point N (“nœud”) pour un
Bi-2212 optimalement dopé. D’après la réference [62].

Dynamique de spin

Les premières évidences de la suppression de la densité d’états à basse
fréquence et à T > Tc ont été fournies par des expériences de résonance
magnétique nucléaire (RMN) [63, 64, 65].

La RMN sonde le spin électronique (via l’interacion hyperfine) sur des
sites différents du réseau ionique et aussi pour des vecteurs d’onde électroniques
q différents : comme les moments nucléaires sont plusieurs ordres de grandeur
plus petits que le magnéton de Bohr, les noyaux sont des sondes très bien
adaptées pour étudier l’état de spin électronique. Deux grandeurs peuvent
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Fig. 2.9 – Variation en fonction de la tempéraure du taux de relaxation 1/63T1T et du
déplacement de Knight KS , en champ parallèlle à l’axe c, sur un échantillon de Bi-2212
optimalement dopé (a) et surdopé (b). D’après la référence [66].

être tirées des mesures RMN : le “déplacement de Knight” KS, qui me-
sure la polarisabilité des électrons par le champ magnétique appliqué [KS ∼
χ′(q = 0, ω)], et le taux de relaxation 1/T1 des spins des noyaux après
une perturbation radio-fréquence, qui les fait précesser autour du champ
appliqué [1/T1 ∼ (T/ω)

∑
q |F (q)|2χ′′(q, ω), F (q) étant le facteur de forme

pour le noyau en question]. Dans un gaz d’électrons libres (et dans les métaux
simples), KS et 1/T1T sont des grandeurs indépendantes de la température
(pour des températures petites devant εF /kb), et KS est proportionnel à la
densité d’états au niveau de Fermi.

Au contraire, dans les cuprates, on observe une diminution de la suscepti-
bilité statique χ′ab(q = 0, ω) quand la température diminue. La température
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à partir de laquelle cette diminution se manifeste semble augmenter quand
le dopage diminue (Figure 2.9). De même, le taux de relaxation 1/T1T de
la réponse planaire sur les noyaux de 17O [64] et de 89Y [65] dans YBCO-
123 (où les facteurs de forme filtrent les contributions antiferromagnétiques)
dépendent de la température et du dopage de forme qualitativement simi-
laire au déplacement de Knight. Pour le noyau de 63Cu, le taux de relaxation
1/T1T sonde préferentiellement les excitations avec q = (π, π), et présente
un comportement non monotone avec la température. Quand la température
diminue, 1/63T1T augmente, et puis diminue, montrant que le pseudogap
s’ouvre même pour les excitations sondées par les noyaux de Cu (Fig. 2.9).

Ces anomalies ont été appelées initialement “gap de spin”.

Dynamique de charge

Le phénomène du pseudogap se manifeste non seulement pour les degrés
de liberté de spin, mais aussi quand l’on sonde la réponse des charges des
cuprates sous-dopés jusqu’à légérement sur-dopés. A ce propos, nous parle-
rons ici de deux types d’expériences plus ou moins complémentaires, à savoir,
L’ARPES et la résistivité. La conductivité optique (Section 2.3) se trouve ex-
ceptionnellement bien placée entre les deux : la réponse optique d’un système
est une moyenne à une particule sur la première zone de Brillouin des exci-
tations électroniques, et, à la limite ω → 0, la conductivité optique donne la
conductivité DC.

Les études d’ARPES dans l’état normal des cuprates ont trouvé une sup-
pression (suppression 6= annulation) du poids spectral autour de l’énergie de
Fermi [40, 68]. Cette suppression, qui persiste jusqu’à des températures plus
grandes que Tc, est anisotrope (dépendant du vecteur d’onde des quasiparti-
cules), maximale autour de la direction (π, 0) et nulle le long des diagonales
de la zone de Brillouin. Toutefois, à différence du gap d supraconducteur, qui
se ferme simultanément partout autour de la surface de Fermi à Tc, le pseu-
dogap se ferme à des températures différentes sur des regions différentes de la
surface de Fermi [67] (Fig. 2.10). Quand la température augmente en-dessus
de Tc, le nœud du gap d supraconducteur se transforme progressivement en
arc de la surface de Fermi, se développant vers les directions antinodales. Au-
dessus d’une température T ?, le pseudogap se ferme partout, et l’on retrouve
la surface de Fermi entière. La température T ? augmente quand la concentra-
tion de porteurs de charge diminue [40], comme le montre la Figure 2.5. Il est
important de mentionner ici deux choses. Premièrement, cette température
T ? est très mal définie experimentalement (absence de changements physiques
brusques lors du passage au régime “pseudogap”). Deuxièmement, (mais en
partie pour la même raison) les températures T ? à partir desquelles le pseudo-
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Fig. 2.10 – En haut, variation en fonction de la température du gap dans l’énergie de
liaison (“midpoint of leading edge”) près du point (π, 0) pour trois échantillons de Bi-2212
[deux sous-dopés (Tc = 10 K et Tc = 83 K) et un légérement sur-dopé Tc = 87 K]. Noter
l’évolution progressive du gap supraconducteur vers le pseudogap en traversant Tc [40]. En
bas, réprésentation schématique de l’évolution de la surface de Fermi avec la température
dans les cuprates sous-dopés [67].

gap semble se manifester ne sont pas égales pour toutes les différentes sondes
expérimentales.

A cause de la largeur des raies EDC à T > Tc, le poids spectral s’étend
jusqu’au niveau de Fermi, d’où le terme “pseudogap”. En fait, la largeur des
raies augmente quand la concentration de porteurs diminue [69].

Les progrès techniques accomplis au cours des dernières années pour
améliorer la résolution des expériences d’ARPES (qui atteint aujourd’hui
0.2◦ en angle et 10 meV en intervalle d’énergie) commencent à permettre
l’utilisation des données de photoémission pour étudier la self-énergie Σ(k, ω)
des excitations à une particule. La self-énergie renseigne sur l’interaction de
l’excitation élémentaire avec son environnement local : sa partie réelle décrit
le déplacement en énergie de l’excitation causé par les interactions, et sa
partie imaginaire décrit le taux de diffusion (temps de vie inverse) de la
particule. La partie imaginaire de Σ peut être déduite aussi bien de la lar-
geur du pic EDC à k = const que de la largeur du pic correspondant de la
courbe de distribution des vecteurs d’onde (“momentum distribution curve”,
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Fig. 2.11 – Comparaison (pour Bi-2212 près du dopage optimal) entre le taux de diffu-
sion dépendant de l’énergie issu des expériences d’ARPES le long des directions nodales
de la zone de Brillouin (symboles + traits) [62], et le taux de diffusion issu des expériences
de spectroscopie infrarouge (ligne continue et ligne en tirets) [70]. Le taux de diffusion
ARPES est donné par la largeur à mi-hauteur des pics des spectres EDC. Le taux de
diffusion optique est calculé à partir de la conductivité complexe, comme expliqué plus
loin dans le texte. D’aprés la référence [62].

ou MDC) à énergie de liaison constante. Dans les deux cas, des expériences
récentes sur Bi-2212 optimalement dopé [71, 72] ont trouvé que, au niveau
de Fermi, le taux de diffusion des quasiparticules de vecteur d’onde proche
de (0, π) est ∼ 2 − 3 fois plus grand que celui proche de (π, π). De plus,
le long des directions nodales de la zone de Brillouin [(0, 0) ↔ (π, π)], et à
T > Tc, la dépendence en énergie de liaison et en température de ImΣ suit
approximativement le comportement du taux de diffusion optique observé
par des expériences de spectroscopie infrarouge et de transport DC [62, 71]
(voir la Fig. 2.11). Les auteurs notent que ces résultats signifieraient que les
propriétés optiques et de transport des cuprates sont dominés par les excita-
tions nodales. Nos propres résultats (Chapitre 5) vont dans cette direction.
Ici, un mot de précaution s’impose : le taux de diffusion à une particule as-
socié à la conductivité optique (et au transport DC) est celui de Boltzmann.
En principe, il n’est pas nécessairement égal au taux de diffusion issu de la
self-énergie des quasiparticules, qui est celui mesuré par la photoémission.

Passons maintenant à la résistivité. Pour une concentration donnée des

23



Fig. 2.12 – Résistivités selon l’axe a (à gauche) et l’axe c (d̀roite) en fonction de la
température, pour Bi-2212 à différents degrés de dopage. Ici, le dopage optimal correspond
à δ ≈ 0.24. Les températures T ? à partir desquelles ρa dévie du comportement linéaire,
en régime sous-dopé, sont aussi indiquées. Noter la différence d’échelle verticale entre les
panneaux gauche et droit. Dans le panneau droit, les traits pleins sont des ajustements
phénoménologiques. D’après la référence [73].

porteurs, les résistivités ρab(T ) et ρc(T ) des cuprates présentent des compor-
tements complètement différents, reflétant l’anisotropie structurale et électronique
de ces matériaux (Fig. 2.12).

La dependence en température et dopage de ρab est assez intéressante
(Fig. 2.12, à gauche). Le “comportement linéaire” en température si souvent
cité est observé seulement autour du dopage optimal. Toutefois, la large plage
de températures où ce comportement se présente (7−700 K pour Bi-2201 [74],
40 − 1000 K pour LSCO-214 [75]), et l’absence de tout signe de saturation
de la résistivité à haute température sont remarquables. En effet, dans les
métaux simples, la résistivité suit en général la loi de Bloch-Grüneisen, étant
linéaire seulement dans une gamme limité des températures (typiquement,
entre Θd/5 . T . Θd/2, Θd étant la température de Debye [76, 77]), et
présente un intercept négatif très grand (pour les cuprates, l’intercept est
positif ou très proche de zéro). Pour certains métaux, la résistivité sature
quand le libre parcours moyen inélastique des électrons devient du même
ordre de grandeur que la séparation inter-atomique des ions du réseau.11

En régime sous-dopé, ρab est linéaire à haute température, mais developpe

11A condition, bien sûr, que le point de fussion ne soit pas atteint.
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une courbure négative quand la température diminue. Ce comportement est
souvent interpreté comme une manifestation de la réduction du taux de dif-
fusion causée par l’ouverture du pseudogap.12 Comme pour le gap de spin
vu par la RMN, la température T ? à partir de laquelle la courbe ρab(T )
semble dévier du “comportement linéaire” augmente quand la concentration
de charge diminue.

Le comportement de ρc est également remarquable (Fig. 2.12, à droite).
En général, ρc(T ) À ρab(T ). De plus, la résistivité selon l’axe c présente un
comportement de type semi-conducteur [78, 79]. Nous faisons remarquer que,
ici, il semblerait que c’est le pseudogap lui-même qui gouverne la réponse des
porteurs.

Des études systématiques récents de la résistivité ρab en fonction du do-
page sur des couches minces du Bi-2201 et Bi-2212 (fabriquées dans l’équipe
d’Hélène Raffy, référence [80]) ont montré que, pour des échantillon surdopés,
ρab(T > Tc) ∼ a + bTm, avec l’exposant m augmentant de façon monotone
de m = 1 (dopage optimal) vers m ≈ 1.3 (pour un dopage tel que Tc ≈ 0).
Dans la région sous-dopée, la résistivité présente une forme universelle : les
courbes [ρab(T ) − ρ(0)]/[ρab(T

?) − ρ(0)] vs T/T ? se mettent les unes sur les
autres pour T & 0.3T ∗. Les auteurs ont trouvé que la résistivité donnée par
le modèle “t−J” (discuté plus loin) et aussi une résistivité activée ajustaient
très bien leurs données.

2.3 Les cuprates vus par la spectroscopie op-

tique

La spectroscopie optique-infrarouge est la technique expérimentale uti-
lisée dans ce travail. Elle permet de sonder la réponse éléctromagnétique
passive macroscopique et massive des porteurs de charge dans le matériau.
Cette réponse électromagnétique est exprimée en termes d’une fonction op-
tique complexe quelconque. Le plus souvent, la fonction optique utilisée pour
analyser la structure électronique des matériaux conducteurs est la conduc-
tivité complexe σ(ω) = σ1(ω) + iσ2(ω), mais d’autres fonctions optiques
qui donnent des renseignements complètement equivalents peuvent être aussi
utilisées pour étudier plus clairement un aspect de l’électrodynamique dif-
ficile à saisir avec la conductivité. Si les fonctions optiques sont des gran-
deurs caractérisant la réponse macroscopique du solide, elles sont réliées aux

12A noter qu’une réduction du poids spectral à basses fréquences —comme celle vue
pour le gap de spin par la RMN— ou la perte des états au niveau de Fermi —comme vue
par l’ARPES— devrait causer plutôt une augmentation de la résistivité.
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Fig. 2.13 – Réflectivité et conductivité optique des plans CuO2 du composé
YBa2Cu3O6+x maclé (possibilité d’interversion des axes a et b), pour différents niveaux de
dopage, à T ≈ 300 K [81]. A dopage très faible (x = 0.1), la réflectivité et conductivité sont
celles d’un isolant, avec des phonons bien visibles à basse fréquence. Le gap de transfert de
charge (CT) est évident. A fur et à mesure que le dopage en trous augmente, l’absorption
d’énergie électromagnétique à basse fréquence augmente, au détriment de l’absorption à
des fréquences au delà du gap CT. C’est à dire, du poids spectral (aire sous la conductivité)
est transféré vers la région du gap CT, et le système devient un mauvais métal, avec un
seuil de réflectivité à ~ω ∼ 1 eV.

propriétés microscopiques du système électronique. En termes généraux, la
réponse infrarouge-optique d’un solide est une moyenne sur la première zone
de Brillouin de toutes les transitions dipolaires verticales13 possibles. Une
discussion plus détaillée des propriétés optiques des solides sera donnée au
Chapitre 4.

Dans cette section, nous allons nous concentrer sur les aspects les plus
généraux des propriétés infrarouges-optiques des cuprates dans la région du
diagramme de phase normal-supraconducteur. Les revues le plus “récentes”
sur les propriétés optiques des cuprates se trouvent dans les références [18,
22, 23]. Un travail important sur le sujet est celui de la référence [70].

2.3.1 Réponse optique des porteurs des plans CuO2

La plupart des expériences d’optique sur les cuprates ont été des études
de réflectivité. Cette technique est en tout cas celle qui permet d’acceder
le plus facilement (en termes techniques) à la gamme spectrale allant de
l’infrarouge lointain (FIR, quelques meV à quelques dizaines de meV) au
visible et ultraviolet (quelques eV), en passant par l’infrarouge moyen (MIR,
quelques centaines de meV). L’expérience de réflectivité la plus simple (et

13Changement de vecteur d’onde négligéable vis-à-vis de la taille de la zone de Brollouin.
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peut être la plus simple de toutes les expériences possibles) que l’on peut faire
sur un cuprate est de le regarder à l’œil nu : il est noir. Un cuprate absorbe
donc la lumiére visible, contrairement aux bons métaux qui la réfléchissent.
Ceci veut dire que le “seuil de réflectivité” des cuprates (la fréquence de
plasma) se situe au-dessous des fréquences visibles. Un cuprate possède donc
une faible concentration de porteurs libres (∼ 10 fois moins qu’un métal
conventionnel).

Dans cette thèse, toutes les expériences ont été faites de façon à mesurer
la réflectivité des plans CuO2 du Bi-2212. La Figure 2.13 montre les spectres
de réflectivité “typiques” d’un cuprate, à T ≈ 300 K et pour plusieurs ni-
veaux de dopage, avec le champ électrique incident parallèle aux plans. Sur
cette figure, on voit que, dans la gamme spectrale visible, la réflectivité est en
effet basse (∼ 10 à 20%). On voit aussi, dans cette même gamme, quelques
structures très larges, qui “modulent” la réflectivité : il s’agit des transi-
tions inter-bande, qui créent des petites plages de réflectivité accrue. La
réflectivité commence à augmenter en-dessous de ∼ 1 eV (∼ 8000 cm−1).
Ceci est donc l’ordre de grandeur de la fréquence de plasma. Toutefois,
à la différence des métaux simples, la réflectivité en-dessous de ce seuil
n’augmente pas abruptement, mais progressivement (comportement quasi-
linéaire), pour tendre vers 1 à fréquence nulle.14 Phénoménologiquement, on
peut reproduire plus ou moins bien cette forme de réflectivité avec un plas-
mon (i.e., un gaz d’électrons libres) de faible concentration de porteurs, et
un ou quelques oscillateurs très intenses et anormalement larges (largeur &
fréquence centrale) décrivant une forte absorption dans le MIR. Ces oscil-
lateurs sont souvent appelés “bandes d’infrarouge moyen” (MIB’s). Si l’on
veut que cette phénoménologie représente des propriétés physiques, la na-
ture precise des bandes d’infrarouge moyen est un sujet d’intense recherche
et débat. Plusieures interprétations et modèles existent : absorption d’origine
polaronique15 (auto-piégage de l’électron dans la perturbation du potentiel
du réseau créé par lui-même), bipolaronique (deux électrons piégés dans le
même puits), magnons16 (des électrons bloqués par des distorsions du réseau
creés par des états (antiferro)magnétiques). L’intérêt suscité par le compor-
tement dans l’infrarouge moyen est lié à la compréhension de la nature des
excitations électroniques dans l’état normal des cuprates : fortes interactions
électron-phonon, ou correlations antiferromagnétiques, par exemple [22, 23].

14La réflectivité de tout composé avec des porteurs de charge mobiles est identiquement
unitaire à fréquence zéro.

15Pour des approches complètes et nombreuses références à propos des polarons dans
les cuprates, voir par exemple les thèses de Ricardo Lobo [82] et de Paola Giura [83].

16Pour des nombreuses références à propos des magnons dans les cuprates, voir par
exemple la thèse de Markus Grüninger [84], en particulier le Chapitre 5.
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Nous ne chercherons, dans cette thèse, aucune analyse et interpretation de ces
structures. Nous allons nous intéresser aux renseignements généraux fournis
par les spectres optiques dans leur ensemble.

A des fréquences dans le FIR, et pour des composés avec une concentra-
tion faible des porteurs (par exemple, en régime très sous-dopé), la réponse
électronique n’écrante pas totalement les excitations dues aux phonons ac-
tifs dans l’infrarouge. Ceux-ci sont alors bien visibles dans les spectres de
réflectivité. Indépendamment du modèle choisi, le comportement des pho-
nons dans les cuprates est raisonnablement bien compris17

Quand la température diminue en-dessous de Tc (Figure 2.14), un coude
à ~ω ∼ 100 meV est clairement visible dans les spectres de réflectivité des
cuprates. Il est associé avec l’augmentation de la réflectivité à plus basses
fréquences induite par l’apparition du fluide supraconducteur. L’énergie de
ce coude ne change pratiquement pas ni avec la température, ni avec le do-
page, ce qui n’est pas encore bien compris. Pour les composés sous-dopés,
le même coude, à pratiquement la même énergie, et avec la même “absence
d’évolution”, commence à se développer à des températures plus hautes que
Tc. Il serait associé avec l’apparition du pseudogap, vraisemblablement via la
diminution du taux de diffusion des quasiparticules. A très basse température
(T ¿ Tc), et à des fréquences en-dessous du gap optique présumé 2∆(0), la
réflectivité des composés sous-dopés jusqu’à légérement sur-dopés n’est pas
unitaire, en raison des excitations nodales qui sont toujours présentes. La
réflectivité des composés trés sur-dopés (qui ont par ailleurs été très peu
étudiés en optique) est déjà très élevée dans l’état normal. A cause des in-
certitudes (de l’ordre de 1%) dans la détermination de la valeur absolue de
la réflectivité, il est alors difficile de savoir si la réflectivité en régime très
sur-dopé atteint le seuil de réflectivité unitaire à une fréquence finie (ce qui
signifierait l’absence des nœuds dans le gap du côté sur-dopé du diagramme
de phase) [87, 88].

A part ces observations très générales, il est difficile (et souvent trompeur)
d’essayer d’analyser les propriétés électroniques des cuprates seulement à
partir des spectres de réflectivité. En effet, la réflectivité englobe à la fois
l’absorption et la dispersion des porteurs de charge. Il est donc convenable
de “changer” de fonction optique. Passons alors à la conductivité complexe.

Dans un métal conventionnel, la partie réelle de la conductivité à basse
fréquence (en-dessous de la fréquence de plasma) présente un comportement
σ(ω) ∼ 1/ω2 ; i.e., un comportement du type “Drude”. Dans les cuprates,
à des températures bien supérieures à la température où le pseudogap se

17Des nombreuses références à propos des phonons dans les cuprates sont citées dans la
thèse de Ricardo Lobo [82], Section 3.4.
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Bi2Sr2Ca1-xYxCu2O8+δ
Underdoped (Tc=70K)

T

T

T

Fig. 2.14 – Evolution en fréquence, température et dopage de la réflectivité, conductivité
réelle et taux de diffusion optique [Eqn. (2.1)] des plans ab. En haut à gauche, pour Bi-2212
optimalement dopé (référence [85]), à droite pour Bi-2212 sous-dopé (référence [86]). En
bas, pour Tl-2201 très sur-dopé (noter que, au lieu de la réflectivité R, c’est l’absorption
A = 1−R qui est répresentée ; référence [70]).
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manifeste, la conductivité des plans diminue plus lentement, comme σab(ω) ∼
ω−α; 0.7 . α < 2 [89]. La Figure 2.14 montre un ensemble de courbes de
conductivité, à différentes températures, pour trois échantillons avec trois
niveaux de dopage différents.

L’évidence d’un gap “normal” (pseudogap à basse fréquence) dans la
conductivité des plans CuO2 est un sujet délicat, auquel nous nous sommes
intéresses dans cette thèse. Quand la température diminue, la conductivité
développe graduellement (vers ∼ 100 meV pour le Bi-2212) une dépression,
puis d’un pic, maladroitement appellé de “Drude” dans la litterature, qui de-
vient plus étroit quand la température diminue. Ce comportement est compa-
tible avec la résistivité des plans, qui diminue quand la température diminue.
Ce qui n’a pas été éclairci jusqu’à maintenant, c’est si une perte nette du poids
spectral18 a lieu à basse fréquence, et si oui, à partir de quelle température.
La raison principale en est la précision des mesures (bruit important à cause
notamment de la petite taille des monocristaux), qui empêche d’une part
le suivi systématique en température de la conductivité et, d’autre part, les
mesures à des fréquences en-dessous de ∼ 50 − 100 cm−1 (on a donc diffici-
lement accès à l’intégralité du poids spectral). Dans cette thèse, l’utilisation
de couches minces (grande surface) nous a permis de faire des mesures de
très grande précision, et la methode que nous avons utilisée pour ajuster les
spectres nous fournit des extrapolations très raisonnables de la conductivité
jusqu’à fréquence nulle.

Puisqu’une perte du poids spectral à basse fréquence n’est pas évidente
à partir de la partie réelle de la conductivité σab(ω), plusieurs auteurs font
souvent appel à une autre fonction optique : le taux de diffusion dépendant
de l’énergie [70, 90]. Il y a au moins deux façons de définir cette fonction
optique, toutes deux inspirées de la conductivité du modèle de Drude. La
plus souvent utilisée est

1

τ(ω)
= εvΩ

2
pRe

(
1

σ(ω)

)
, (2.1)

où les constantes εv et et Ωp sont respectivement la constante diélectrique du
vide et la fréquence de plasma du système. Formellement, ce taux de diffu-
sion n’est pas identique au taux de diffusion de transport “à la Boltzmann”
[70, 91]. Ce taux de diffusion développe une dépréssion à basse fréquence
(toujours en dessous de ~ω ∼ 100 meV, Fig. 2.14) quand la température di-
minue, ce qui a été souvent interpreté comme “le pseudogap”, dénomination

18Le poids spectral optique est l’aire sous la conductivité. Quand cette aire est calculée
jusqu’à une fréquence donnée, elle est proportionnelle au nombre de porteurs de charge
participant à la réponse du système jusqu’à ladite fréquence.
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imprécise car cette fonction n’a pas de relation directe avec la densité d’états
au niveau de Fermi. Ce que l’on peut dire est que probablement la suppres-
sion de 1/τ(ω) est, de même que l’inflexion de ρab, une manifestation de la
réduction du taux de diffusion de transport causée par l’ouverture du pseudo-
gap dans la densité d’états. Dans la gamme de fréquences ∼ 100− 600 meV,
le taux de diffusion optique est approximativement linéaire. Ceci rappelle le
comportément “linéaire” de la résistivité. Quand la concentration de porteurs
diminue, 1/τ(ω) augmente (voir les échelles, Fig. 2.14), ce qui suggère une
diminution du temps de vie des quasiparticules.

Pour des composés sous-dopés jusqu’à légérement sur-dopés, le passage
vers l’état supraconducteur ne montre aucune signature additionnelle dans la
partie réelle de la conductivité. La structure en creux continue à se développer.
Le pic à basse fréquence ne semble pas disparâıtre, mais ici à nouveau la
précision des mesures ne permet pas de décrire son évolution précise. Les ex-
citations nodales de basse fréquence empêchent la formation d’un gap optique
complet. Pour les composés très sur-dopés, le passage à l’état supraconduc-
teur cöıncide plus ou moins avec la dépression de la conductivité.

Pour finir cette section, il nous parâıt intéressant de mentionner les résultats
fournis par une technique de spectroscopie optique récemment dévelopée : la
spectroscopie de réflectivité differentielle par modulation de la température
(TDR) [92, 93]. Cette technique permet de mesurer avec une très grande
précision (< 0.005% relatif) des changements dans la réflectivité induits par
les changements en température. Les auteurs ont trouvé que, lors de la tran-
sition supraconductrice, les changements observables dans la réflectivité ont
lieu seulement dans deux gammes spectrales : dans la région des phonons
(FIR), et dans la région de la bande de transfert de charge (visible) [93].

2.3.2 Réponse optique des porteurs suivant l’axe c

La conductivité optique selon l’axe c sur YBCO-123 a été en fait la
première indication spectroscopique d’un “gap normal” dans les degrés de
liberté de charge [94, 95]. Ces études ont montré une suppression de σc(ω)
en-dessous de ~ω ≈ 400 cm−1, se développant bien au-dessus de Tc et sui-
vant la diminution en température observée dans le déplacement de Knight
(Fig. 2.15). Cette suppression de σc(ω) est en accord avec le comportement
“semiconducteur” de ρc. En fait, dans l’état normal, les valeurs de σc(ω) ex-
trapolées à fréquence nulle cöıncident très bien avec les valeurs données par
la résistivité, ce qui suggère la non-existence d’un pic de conductivité à plus
basses fréquences (i.e., la non-existance de transport “cohérent” par des qua-
siparticules bien définies). L’amplitude de ce gap optique diminue quand le
dopage augmente, et il n’y a pas de pseudogap pour des composés surdopés
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Fig. 2.15 – Evolution en fréquence et température de la réflectivité et la conductivité
réelle suivant c. A gauche, spectres de réflectivité suivant c pour un échantillon d’YBCO-
123 sous-dopé (Tc = 63 K). A température ambiante, et à basse fréquence, l’échantillon
montre un faible comportément métallique. En dessous de la température critique, le bord
de plasma de Josephson apparâıt. A droite, la conductivité correspondante avec 6 pho-
nons présents (a) et soustraits (b) pour donner la contribution électronique. Noter que le
pseudogap est clairement visible bien en-dessus de Tc. L’encadré compare (en unités nor-
malisées à température ambiante) la conductivité suivant c à 50 cm−1 avec le déplacement
de Knight pour le Cu(2) du même composé. D’après la référence [94].

[96]. Toutes ces observations suggèrent qu’il existe un pseudogap (un vrai)
dans la réponse suivant l’axe c. Certains auteurs ont même suggéré que σc(ω)
peut être déduit des résultats d’ARPES autour de la diréction (π, 0) de la
zone de Brillouin des plans CuO2 [96].

Dans l’état supraconducteur, les paires de Cooper peuvent sauter de façon
cohérente (par effet Josephson) entre les plans CuO2. La réflectivité selon
l’axe c, qui est très basse dans l’état normal, développe alors un bord de
plasma très raide à des fréquences ∼ 10− 200 cm−1, dépendant du matériau
[94, 95, 97, 98]. Ce bord de plasma est relié à la densité superfluide, et bien
sûr diminue quand la température augmente.

Certains résultats récents sur l’électrodynamique de l’état supraconduc-
teur suivant l’axe c ont suscité un vif intérêt. Premièrement, en mesurant par
deux méthodes indépendantes (réflectivité infrarouge et imagerie des vortex
par microscopie SQUID à balayage) la longueur de pénétration de London
suivant c d’un composé optimalement dopé, l’équipe de D. van der Marel
[99] a déterminé le changement d’énergie cinétique (une diminution, en fait)
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suivant c des porteurs de charge induit par la transition supraconductrice.
Ce changement d’énergie cinétique est donné par l’énergie de couplage Jo-
sephson entre les plans CuO2 [100], qui à son tour est reliée à la longueur de
pénétration de London. La question est de savoir si la diminution de l’énergie
totale du système, nécessaire pour garantir l’apparition de l’état supracon-
ducteur, est imputable à une diminution de l’énergie cinétique suivant c des
porteurs, comme le prévoient certains modèles [100, 101, 21].19 Les auteurs
ont alors trouvé que la diminution d’énergie cinétique était trop petite (d’au
moins deux ordres de grandeur) vis-à-vis de l’énergie de condensation, et
donc ne pouvait pas rendre compte de l’apparition de la supraconductivité.20

Plus tard, des expériences de réflectivité infrarouge suivant l’axe c menées
par l’équipe de D. Basov [104] ont montré que le poids spectral du fluide su-
praconducteur était au moins deux fois plus grand que le poids spectral perdu
(suivant c) à basses fréquences (FIR) lors de la transition supraconductrice
(grandeurs toutes deux mesurables par spectroscopie infrarouge). Ceci impli-
querait que des excitations de haute énergie jouent un rôle important dans le
mécanisme d’appariement. Les auteurs ont exploré la possibilité d’interpréter
aussi leurs résultats en termes d’une diminution de l’énergie cinétique sui-
vant c des porteurs de charge induite par la transition supraconductrice [105]
(section 2.4). Toutefois, comme les mêmes auteurs l’ont fait remarquer après
[105], les analyses de l’évolution du poids spectral entre l’état normal et
l’état supraconducteut le long de l’axe c se heurtent à deux difficultés fonda-
mentales. D’une part, il faudrait comparer le changement de poids spectral
“normal-supra” à la même température T ¿ Tc, pour ne pas prendre en
compte des changements de la conductivité en-dessous de Tc qui n’ont rien à
voir avec l’apparition de la supraconductivité. Dans les cuprates, ces change-
ments sont importants [106, 107]. Cette comparaison est impraticable pour la
plupart des cuprates (champ magnétique critique trop intense). D’autre part,
la présence du pseudogap dans la réponse optique suivant c implique que,
même dans l’état normal, une grande partie du poids spectral dans le FIR
a été transferé vers des énergies MIR et visible, au-delà de la gamme spec-
trale normalement accessible en spectroscopie optique de l’axe c. Le véritable
comportement “normal” (sans pseudogap) du système électronique est alors
inconnu. Enfin, même si le poids spectral perdu suivant c dans le FIR est la
moitié du poids spectral du condensat, la faible valeur de l’énergie cinétique

19A noter que, dans les supraconducteurs BCS, l’énergie cinétique augmente quand le
matériau devient supraconducteur [102, 103], indépendamment du mécanisme d’apparie-
ment. Toutefois, les changements d’énergie cinétique dans le cas BCS sont négligeables, et
c’est la diminution de l’énergie potentielle qui l’emporte.

20Contrairement à ce qui suggère le modèle “inter-layer tunnelling” (ILT) proposé par
Anderson [101, 21].
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suivant c des porteurs dans les cuprates (comparée à celle des porteurs sui-
vant les plans CuO2) implique que la diminution de l’énergie cinétique lors
de la transition est très petite devant l’énergie de condensation [103], tel que
le montrent les résultats de l’équipe de van der Marel cités plus haut.

Dans cette thèse, nous avons fait une analyse des changements du poids
spectral lors de la transition supraconductrice similaire à celle évoquée ci-
dessus. Dans la réponse optique des plans CuO2, la première des difficultés
mentionnées est aussi présente, mais quantifiable dans notre cas, grâce à la
précision de nos mesures. Nous verrons aussi que le pseudogap ne se manifeste
pas dans la réponse optique des plans CuO2, éliminant la deuxième difficulté.

2.4 Approche théorique de la structure électronique

des cuprates

Le but de cette section, dernière du chapitre, est bien plus modeste que
son titre ne l’indique. Nous n’allons pas parcourir le vaste éventail coloré des
modèles existant à ce jour pour essayer d’expliquer la physique de cuprates.
Nous allons nous contenter d’aborder quelques points à la base de nombreuses
approches théoriques. Nous viserons surtout les aspects les plus pertinents
pour cette thèse.

Nous avons déjà mentionné que, là où la théorie de bandes prédit un
métal, les fortes répulsions Coulombiennes entre deux électrons sur le même
site de cuivre font des cuprates non dopés des isolants antiferromagnétiques.
Le modèle le plus simple pour décrire la compétition entre les fortes corrélations
électroniques et les effets de bande est le modèle de Hubbard à une bande
[108, 109, 110, 111, 112] :

H = −t
∑

〈ij〉,σ

(
c†i,σcj,σ + h.c.

)
+ U

∑
i

ni,σni,−σ. (2.2)

Ici, les opérateurs c†i,σ (cj,σ) créent (annihilent) un trou avec un spin σ sur le

site i d’un réseau carré, et les ni,σ = c†i,σci,σ sont les opérateurs nombre de
trous. La première sommation est effectuée seulement sur les premiers voisins,
que l’on a supposés ayant des orbitales de type s (tij = t). Le premier terme de
ce Hamiltonien est du type liaisons fortes (“tight-binding”), et décrit l’énergie
cinétique en termes du saut d’un électron du site i au site j. Le deuxième
terme ne favorise pas la présence de deux électrons sur le même site à cause
d’une forte répulsion (Coulombienne) U sur-site.

Ce modèle capture l’essentiel de la physique de basses énergies des cu-
prates, comme l’a fait remarquer Anderson [113]. Le modèle de Hubbard à
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une bande n’est simple qu’en apparence. En régime de couplage interme-
diaire, pour t ∼ U , seule la solution analytique exacte en 1D est connue. On
peut essayer de comprendre quelques aspects de la physique à basse énergie
issue de ce modèle en considérant les deux cas limites U/t → 0 (ou U = 0)
et U/t →∞.

Dans le premier cas, on retrouve l’expression de la fonction de dispersion
de l’énergie que l’on a dans dans l’approximation des liaison fortes. En condi-
tion de demi-remplissage (“half-filling”) la dispersion de l’énergie prend donc
la forme

ε(k) = −2t [cos(kxx) + cos(kyy)] , pour U/t → 0, (2.3)

et l’on a un conducteur avec une surface de Fermi similaire à celle schématisée
sur la Figure 2.7.

Pour le deuxième cas (U/t À 1), l’occupation double d’un site est fortément
défavorisée, ce qui entrâıne une localisation électronique ainsi que la création
de moments magnétiques locaux. Considérons le cas dans lequel l’état fonda-
mental est celui de demi-remplissage (c’est-à-dire que l’on a un électron par
site), et plaçons-nous à t = 0. Le premier état excité est obtenu en ajoutant
un électron au système. Ce nouvel électron aura une énergie augmentée de
la quantité U par rapport à celle de l’état fondamental, car l’électron doit
se mettre sur un site déjà occupé. Il y a alors un gap d’énergie égale à U
entre l’état fondamental et le premier état excité. Si maintenant on considère
une probabilité de saut non nulle (t 6= 0), ces deux niveaux énergétiques
deviennent deux bandes de largeur 2t, comme l’illustre la Figure 2.16. Les
deux bandes s’appellent “bande de Hubbard inférieure” (LHB), et “bande de
Hubbard supérieure” (UHB).

En fait, quand U/t À 1, un développement du Hamiltonien de Hubbard
au deuxième ordre en t aboutit au célèbre modèle t− J :

H ≈ −t
∑

〈ij〉,σ

(
ĉ†i,σ ĉj,σ + h.c.

)
+ J

∑

〈ij〉

(
Si · Sj − 1

4
ninj

)
, où

ĉ
(†)
i,σ = c

(†)
i,σ(1− ni,−σ), et

Si =
1

2

∑

〈αβ〉
c†i,ασαβci,β. (2.4)

L’opérateur σ est un vecteur qui a pour composantes les matrices de Pauli,
et la constante J = 4t2/U est l’intégrale d’échange. En condition de demi-
remplissage (ni,σ=1, dopage nul), il existe une bande interdite (un gap) pour
les excitations de charge, et les excitations de basse énergie du modèle t −
J sont alors magnétiques et décrites par le Hamiltonien de Heisenberg. La
valeur positive de J donne une organisation antiferromagnétique des spins.
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Fig. 2.16 – Répresentation schématique de la division de la bande de conduction due
à la présence des correlation électroniques. T0 est l’énergie de l’état fondamental, U est
l’énergie de répulsion sur-site, et t est l’amplitude de probabilité de saut d’un site au site
voisin.

On avait déjà remarqué que, dans les cuprates, on retrouve les deux
bandes 2px et 2py de l’oxygène, et la bande 3dx2−y2 du cuivre, dont la proxi-
mité énergétique et le recouvrément géométrique suggèrent une hybridation.
Certains auteurs [114] ont alors remarqué qu’il serait plus réaliste d’utili-
ser un modèle de Hubbard à trois bandes. Le modèle de Hubbard à trois
bandes est, on le suspecte bien, encore moins “simple” que le modèle de
Hubbard à une bande. Nous épargnerons au lecteur (et nous n’avons pas
examiné nous mêmes) toutes les subtilités et les classifications des solutions
approximatives possibles de ce modèle.21 En traits généraux, en condition
de demi-remplissage, on arrivee au schéma de la Figure 2.3. Au-dessus de
l’énergie de Fermi, on retrouve la bande supérieure de Hubbard (UHB), à ca-
ractère majoritairement d, vide. En-dessous du niveau de Fermi, on retrouve

21Des approches pédagogiques et très complètes se trouvent dans les références [83, 84]
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Fig. 2.17 – Répresentation schématique des bandes pour un semiconducteur et pour un
système de Hubbard à une bande (appellé aussi système de Mott-Hubbard). Les figures
(a) se référent aux systèmes en absence de dopage et en condition de demi-remplissage. Les
figures (b) se référent aux systèmes dopés avec un trou. N est le nombre de sites dans le
système, EF l’énergie de Fermi, et U la répulsion Coulombienne sur-site. PES = Photoe-
mission Spectrum ; IPES = Inverse Photoemission Spectrum. D’après la référence [116].

les deux bandes p de l’oxygène et la bande inférieure de Hubbard (à caractère
d), toutes trois pleines. Ici, c’est alors la bande de l’oxygène qui joue le rôle de
la bande de valence. D’autre part, lorsque l’hybridation entre la UHB et les
états liés aux trous sur les orbitales de l’oxygène est prise en compte, la bande
liante p est séparée en deux bandes (le singulet et le triplet de Zhang-Rice
[115]) suffisamment éloignées pour que l’on puisse négliger celle de plus basse
énergie (le triplet, en l’ocurrence). Le problème devient alors équivalent au
cas du modèle de Hubbard à une bande, avec comme paramètre “U” le gap de
transfert de charge ∆ct, et le paramètre t ≈ t2pd/∆ct (t2pd est la probabilité de
saut d’une orbitale p vers une orbitale d). Il nécessaire de rappeler encore une
fois que toutes ces considérations proviennent de solutions approximatives du
modèle de Hubbard.

Restons donc dans le cadre du modèle de Hubbard à une bande, et
intéressons-nous maintenant d’un peu plus près au dopage. Comme nous
l’avions déjà noté (voir la Fig. 2.13), le dopage dans les cuprates se traduit
expérimentalement par un décalage du poids spectral22 des hautes énergies

22Le poids spectral associé au retrait de tous les électrons (remplissage de tous les trous)
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vers les basses énergies. Ceci est assez différent du comportement d’un iso-
lant conventionnel, pour lequel les interactions Coulombiennes électroniques
peuvent être ignorées. Pour un semiconducteur avec N sites, par exemple, la
situation de départ est donnée par une bande de conduction complètement
vide (2N états non occupés) et une bande de valence totalement pleine (2N
états occupés). Voir la Figure 2.17 à gauche. Les deux bandes sont séparées
par un gap d’énergie Egap. Lorsqu’on retire un électron, on introduit un
niveau d’impureté qui va se localiser au-dessus de la bande de valence (le ni-
veau de Fermi recule). Le nombre de façons différentes de retirer un électron
est alors 2N − 1. D’autre part, le nombre de façons différentes d’ajouter
un électron est 2N + 1, réparties ainsi : 2N dans la bande de conduction,
à haute énergie, et 1 dans la partie non-occupée de la bande de valence, à
basse énergie. Le poids spectral (le nombre effectif de porteurs de charge) à
basse fréquence est alors augmenté d’une unité, mais le poids spectral de la
bande à haute énergie reste inchangé. Quand on dope un semiconducteur,
si les interactions électroniques sont négligées, on a donc un simple reposi-
tionnement du potentiel chimique, le poids spectral à basse fréquence crôıt
comme x (le dopage), et il n’y a pas de décalage du poids spectral des hautes
énergies.

Le modèle de Hubbard à une bande, où les fortes répulsions Coulom-
biennes jouent un rôle important, permet de comprendre le décalage du poids
spectral observé pour les cuprates [116]. Ici, la situation de départ (N sites)
est donnée par la LHB pleine (N états occupés, chacun par un seul électron),
et l’UHB vide (N états non occupés). Voir la Figure 2.17 à droite. Le poids
spectral de chaque bande est alors égal à N . Si l’on introduit maintenant
un trou (c’est à dire, on enlève un électron de la LHB), il reste N − 1 états
occupés par un électron, et le poids spectral de la LHB sera N −1. En même
temps, on a N−1 façons différentes pour ajouter un électron sur un site déjà
occupé, et donc le poids spectral de l’UHB sera aussi N − 1. Il ne nous reste
que le site vide, pour lequel il y a deux façons d’ajouter un électron (spin
up et spin down), tous deux appartenant à la LHB. Ainsi, près du niveau de
Fermi, à basse énergie, on retrouve 2 façons différentes d’ajouter un électron,
tandis qu’à haute énergie (dans l’UHB) on en a N − 1. De cette sorte, pour
un dopage x, le poids spectral basse-fréquence augmente comme 2x, et celui
de haute fréquence diminue comme 1 − x. Il y a eu Nx états transférés de
haute énergie vers les basses énergies.

La spectroscopie infrarouge-visible permet d’accéder au poids spectral des
excitations électroniques de basse énergie. Le modèle de Hubbard à une bande
(avec dopage non négligeable, pour avoir un système non isolant), en présence

est égal au nombre total des états occupés (vides).
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d’une perturbation due à une onde électromagnétique, a été beaucoup étudié
[117, 118, 119, 120, 121, 122, 123]. Le résultat est que le poids spectral de
basse fréquence est une mesure de l’énergie cinétique des porteurs de charge :

∫ Ωm

0

σ1(ω)dω = 2π2εv
e2

~2

a2

V
Ek. (2.5)

Ici, Ωm est une coupure en énergie au-dessus de toutes les transitions dans
la bande de conduction, mais en-dessous des énergies comprenant des transi-
tions inter-bande, et σ1(ω) est la partie réelle de la conductivité le long de la
direction de polarisation du champ électrique. εv est la constante diélectrique
du vide, a est l’espacement du réseau le long de la direction de polarisation
du champ électrique, V est le volume par site et Tk = −Ek l’énergie cinétique
par site.23,24

Ce rappel du modèle de Hubbard est la base minimale à partir de laquelle
nous essayerons d’analyser quelques uns de nos résultats. Ainsi, à ce point
de la discussion, il nous reste à voir comment expérimentalement, pour un
cuprate dopé et supraconducteur, le poids spectral à basses fréquences évolue
avec le dopage, la température et le changement d’ordre (normal → supra).
C’est à ces questions que nous avons voulu faire un apport modeste dans
cette thèse.

23A noter que, dans un modèle de liaisons fortes (comme celui de Hubbard), l’énergie de
référence est le centre de la bande, indépendamment de l’énergie de Fermi, de façon telle
que l’énergie cinétique est toujours négative.

24La formule (2.5), avec Tk = −Ek l’énergie cinétique par site, est très générale, même au
delà du modèle de Hubbard à une bande. On peut montrer en effet qu’elle est valable pour
tout système qui comporte des interactions locales (des interactions qui ne transportent pas
de quantité de mouvement k), et ayant un Hamiltonien avec termes de saut entre premiers
voisins seulement. Dans ce cas, il faut intégrer jusqu’à l’infini pour les fréquences, et ne
pas considérer les transitions inter-bande [103, 124, 125].
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Chapitre 3

Echantillons et Instrumentation

Pour nos études de spectroscopie infrarouge, nous avons utilisé des couches
minces du composé Bi2Sr2CaCu2O8+δ (Bi-2212, où δ represente le dopage
en oxygène) préparées et caractérisées par l’équipe d’Hélène Raffy au La-
boratoire de Physique des Solides d’Orsay. Le Bi-2212, dont la structure
est schématisée dans la Figure 2.1, est l’un des supraconducteurs à haute
témperature critique le plus étudié par différentes techniques expérimentales
autre la spectroscopie infrarouge —en particulier la photoémission qui, étant
sensible à la surface de l’échantillon, tire avantage du fait que le Bi-2212 se
clive très facilement entre les plans isolants BiO, ce qui rend une surface
propre et stable en δ quand le clivage se fait en ultra-vide. Ceci rend cet
composé très intéressant pour les comparaisons approfondies des propriétés
électroniques issues des differentes sondes expérimentales. D’autre part, le
choix des couches minces pour nos études, plutôt que des monocristaux,
obéit à deux raisons :

1. La première, de par leur épaisseur (typiquement . 5000 Å), le dopage
en volume (par opposition au risque de dopage près de la surface des
monocristaux) des couches minces peut-être varié dans une très large
plage (isolant à fortement surdopé) en n’utilisant que de l’oxygène. En
effet, la faible épaisseur facilite le déplacement d’oxygène vers l’intérieur
ou l’extérieur de la totalité de la couche. Ceci est impraticable avec
des monocristaux, que l’on est amené à doper avec d’autres atomes
(Pb ou Y pour le Bi-2212), avec des effets difficiles à contrôler sur les
phénomènes de transport.

2. La deuxième raison est que les couches minces peuvent présenter une
grande surface (∼ 10 × 10 mm2) avec pour autant la même qualité
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optique que celle d’un monocristal (dont la surface est en général ∼
1 mm2). Or, dans l’infrarouge, le niveau du bruit de détection est
indépendant de l’intensité du signal (le bruit est du type “Nyquist-
Johnson”), et donc le rapport signal/bruit crôıt, en principe, avec la
surface optique effective. Ceci nous a permis de résoudre des change-
ments relatifs dans la réflectivité de l’ordre de 0.2% —une résolution
sans précedent dans les études de spectroscopie IR des cuprates. Nous
avons ainsi suivi en détail l’évolution en témperature des fonctions op-
tiques (avec des intervalles de 10 − 20 K), ce qui n’avait pas été fait
jusqu’à maintenant, et qui est très important pour l’étude systématique
d’une électrodynamique aussi complexe que celle des cuprates.

La présence du substrat (SrTiO3 dans nos échantillons) derrière la couche
mince represente, pour les études infrarouges, la difficulté la plus proéminente.
En effet, pour Bi-2212 optimalement dopé à 300 K, à des fréquences de l’ordre
de 500 cm−1 (infrarouge moyen), l’indice d’extinction κ (partie imaginaire de
l’indice de réfraction complexe, c.f. chapitre 4) est κ ∼ 10. Dans ces condi-
tions, la profondeur de pénétration du champ electromagnétique est alors
∼ 3200 Å1, du même ordre de grandeur que l’épaisseur typique des couches
minces. Les spectres de réflectivité des couches minces sont alors constitués
d’un “mélange” compliqué des spectres du Bi-2212 et du substrat. Toute-
fois, cette difficulté peut être contournée (la procédure est detaillée dans le
chapitre 7).

Dans ce chapitre nous présenterons quelques généralités sur la synthèse du
Bi-2212 sous forme de couche mince2. Nous montrerons aussi les différentes
mesures de caractérisation effectuées sur nos échantillons (résistance, rayons
X, rétrodiffusion de Rutherford), et expliquerons la caractérisation de la qua-
lité optique de ses surfaces en utilisant la microscopie infrarouge. Enfin, nous
donnerons un bref aperçu des instruments et des techniques de mesure en
spectroscopie infrarouge.

3.1 Les couches minces de Bi-2212

Les couches minces utilisées dans cette thèse ont été préparées par pulvérisation
cathodique magnétron radiofréquence [126, 127]. Dans ce procédé, la cible du
matériau à déposer est bombardée par un flux de particules énergétiques créé

1Cette profondeur de pénétration est une “profondeur de peau” à fréquence non nulle.
Elle ne doit pas être confondue avec la profondeur de pénétration de London.

2Une discussion approfondie sur la synthèse et la caractérisation des couches minces
de Bi-2212 que nous avons utilisées, se trouve dans la thèse de Zorica Konstantinović,
réference [126]
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par un plasma d’argon-oxygène. La matière arrachée de la cible se dépose sur
le substrat, chauffé à haute température (& 700◦C), ce qui permet la cris-
tallisation au cours du dépôt. La source magnétron concentre le plasma et
augmente la vitesse de dépôt.

Le substrat pour tous les échantillons de cette thèse est SrTiO3 mono-
cristallin, orienté [001] (∼ 6× 6× 0.5 mm3). Sa structure cristalline (cubique
avec a ≈ 3.9 Å—à comparer avec la distance entre deux atomes de cuivre
dans la direction -Cu-O-Cu- du Bi-2212, c’est à dire 5.4/

√
2 Å) et ses coef-

ficients de dilatation sont proches de ceux du Bi-2212. En plus, il ne réagit
pas chimiquement avec le film (il n’y a pas d’interdiffusion d’atomes) lors du
dépôt à haute température.

L’analyse des rayons X montre que les films ainsi obtenus sont épitaxiés3

et monophasés (seule la phase 2212 est présente), avec l’axe c perpendiculaire
au substrat [126]. Le fait que la proportion relative des cations (en particulier,
le rapport Bi/Sr) soit respectée dans les couches minces permet de sur-doper
convenablement, et implique aussi que leur température critique maximale
est plus basse (∼ 80 K) que celle des monocristaux (∼ 90 K). Les axes a et
b présentent une seule orientation (45◦ par rapport aux axes du substrat),
avec un échange possible entre a et b d’un grain à l’autre. Les directions
-Cu-O-Cu- sont parallèles aux axes [100] et [010] du substrat.

Les films préparés par le procédé ci-dessus sont habituellement dans un
état voisin de l’état optimal. Le changement de la teneur en oxygène du
film est effectué par des recuits de courte durée à basse température et dans
une atmosphère contrôlée en oxygène (environ 430◦C pendant une heure et
demie) pour augmenter le dopage, ou sous vide (∼ 220 − 330◦C pendant
quelques dizaines de minutes) pour le diminuer. Les propriétés électroniques
d’un même film sont ainsi changées de façon réversible et dans un grand
intervalle de dopage.

La concentration de porteurs pour un échantillon donné est établie à
partir de la loi empirique Tc/T

max
c = 1−82.6×δ2, où δ = |p− pmax| [128, 129].

On retrouve alors que les paramètres cristallins du Bi-2212, principalement
c, varient avec la teneur en oxygène. En allant du côté surdopé vers le côté
sous-dopé, la valeur de c augmente linéairement jusqu’à une certaine valeur
(p ∼ 0.04− 0.08), après quoi elle parâıt saturer.

La méthode de rétrodiffusion Rutherford de noyaux d’hélium (RBS) per-
met de vérifier la composition des films. La méthode consiste à analyser
l’énergie des particules 4He+ rétrodiffusées après interaction avec les différents
éléments présents dans le film. Le rapport entre les énergies avant et après

3Une couche mince est dite epitaxiée si elle présente la même orientation que le substrat
sous-jacent.
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*40 K. The characteristic temperature ¹* increases

as ¹
#

decreases with decreasing oxygen content. For
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The same analysis was done for several samples. The

characteristic temperature dependence of in-plane resis-

tivity is the same for equivalent doping levels. From

diagrams like the one shown in Fig. 1 the phase diagram

of these films as a function of doping can be established
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are the values obtained for a given film at

optimal doping, we obtain a unique phase diagram for all

the films (Fig. 2). The doping dependence of ¹* is in good

agreement with that reported from the transport study of

a Bi-2212 single crystal examined in a more limited range

of ¹
#
values (¹

#
(R"0)*70 K) [6]. Moreover the phase

diagram shown in Fig. 2 is in very good agreement with

the schematic phase diagram obtained by ARPES

measurement of Bi-2212 single crystals [2]. The more

rapid decrease of o
!"

(¹) at ¹* appears to have the same

physical origin as the opening of a pseudogap in the

normal state spectrum shown by ARPES and closely

related to the superconducting gap. Up to now, there is

no consensus about the origin of the pseudogap effect:

a precursor to the d-wave superconducting gap or a spin

gap?
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Fig. 3.1 – Dépendence en température de la résistivité dans le plan d’une couche mince de
Bi-2212, mesurée pour différentes valeurs du dopage. L’encadré montre [(ρab(T )− ρ0) /αT ]
en fonction de la température pour un état surdopé (OD) et un état sous-dopé (UD), tous
deux avec Tc = 69 K. Les paramètres ρ0 et α sont obtenus à partir d’un ajustement linéaire
de la partie haute température de ρab(T ) [130].

la diffusion est lié aux masses des éléments présents et à leur position, ce qui
permet leur identification et la détermination de l’épaisseur du film. Pour
les expériences de spectroscopie IR, la connaissance de l’épaisseur du film
est primordiale, car le processus de simulation et séparation des spectres
du film et du substrat nécessite ce paramètre. Comme nous le verrons plus
tard, une simulation correcte du spectre film + substrat est, par elle-même,
une méthode très élégante et puissante pour vérifier, de façon indépendante,
l’épaisseur du film.4

Enfin, la mesure de la résistance électrique en fonction de la température
permet de contrôler la température critique et les propriétés de conduction
électrique du film, permettant ainsi de situer la région de dopage dans la-
quelle se trouve l’échantillon. La figure 3.1 montre la résistivité typique des
films fabriqués dans l’équipe d’Hélène Raffy [130]. Dans cette figure, le même
film de Bi-2212 a été progressivement désoxygéné à partir d’un état surdopé
[Tc(R = 0) = 69 K] jusqu’à un état très sous-dopé [Tc(R = 0) < 4.2 K]. De

4L’idée de base est d’étudier la séparation entre les franges d’interférence créés par la
superposition des champs réfléchis sur les faces avant et arrière du film.
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Fig. 3.2 – Diagramme de phase des couches minces du Bi-2212 obtenu à partir des
courbes de résistivité. Les différents symboles correspondent à différents échantillons [130].

façon générale, la transition est plus large du côté sous-dopé, indiquant une
plus forte “bidimensionalité” et, peut être, de plus grandes inhomogéneités
de l’échantillon de ce côté du diagramme de phases5. A des températures
proches de l’ambiante, ρab(T ) est approximativement linéaire pour tous les
états de dopage montrés. Lorsque la température est réduite, ρab(T ) deve-
loppe une courbure positive pour les états surdopés, et une courbure négative
pour les sous-dopés. Ce dernier comportement correspond à un décrément
supra-linéaire de ρab(T ) pour des températures plus petites qu’une tempera-
ture T ∗

ρ , signalée par les flèches (voir aussi l’encadré de la figure 3.1). Cette
température T ∗

ρ augmente quand Tc et le contenu d’oxygène diminuent. Ainsi,
en faisant la même analyse pour plusieurs films, et en reportant Tc et T ∗

ρ en
fonction du dopage, un diagramme de phase unique (pour tous les films) est
obtenu (figure 3.2). Dans cette figure, le contenu d’oxygène est paramétré
par la conductivité σab à 300 K, qui augmente de façon monotone avec le do-
page [126]. La dépendance en dopage de T ∗

ρ ainsi obtenue est en bon accord
avec celle tirée des études de transport sur des monocristaux de Bi-2212 [73].
En plus, le diagramme de phase montré dans la figure 3.2 est en très bon

5Toutefois, les largeurs de transition pour nos échantillons (∼ 20 K) sont parmi les
meilleures au monde dans l’élaboration des couches minces de Bi-2212 [131].
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accord avec le diagramme de phase obtenu par des mesures ARPES sur des
monocristaux [40] ou sur des couches minces de l’équipe de H. Raffy étudiées
par J. C. Campuzano [44]. Ainsi, le décrément supra-linéaire de ρab(T ) pour
T < T ∗

ρ semblerait être relié à l’ouverture du pseudogap au voisinage de la
surface de Fermi vue par ARPES. Nous allons approfondir ce point dans les
chapitres suivants, à la lumière de nos propres résultats.

3.2 Echantillons

Nous présenterons ici tous les échantillons de Bi-2212 étudiés au cours
de cette thèse (13 au total, tableau 3.1). Ils ont été caracterisés par des
mesures de résistance électrique6. Leur épaisseur a été déterminée à partir
des mesures RBS sur des échantillons témoins synthétisés dans les mêmes
conditions. Ensuite, leur homogénéité optique dans l’infrarouge moyen a été
caractérisée à l’aide d’un microscope infrarouge à température ambiante. Ceci
nous a permis de choisir les échantillons avec les meilleures caractéristiques
optiques et de transport pour mener sur eux des analyses approfondies à
partir de leurs spectres de réflectivité.

Les échantillons sont étiquetés B##KDDD-[série], où B signifie “Bi-
2212”, ##K est la température critique Tc(R = 0), et DDD le regime de
dopage (UND pour sous-dopé, OPT pour optimalement dopé, et OVR pour
surdopé). Le paramètre de série (s1, s2, etc.) signale si l’échantillon appartient
à une série obtenue en changeant le dopage d’un même échantillon originel.

Les échantillons ultimement choisis pour les analyses et interprétations
(trois) sont indiqués au tableau 3.1.

3.2.1 Caracterisation par µIR des échantillons

Bien que la spectroscopie infrarouge mesure les propriétes optiques mas-
sives des cuprates (rappelons que la profondeur de pénétration du champ
electromagnétique IR pour le Bi-2212 est & 3000 Å, au moins cent mailles
élementaires), la qualité de surface de l’échantillon est un facteur très impor-
tant pour la précision dans la mesure du spectre. En effet, comme nous le
verrons plus tard, l’extraction des fonctions optiques du système nécessite la

6Les mesures de résistance pour les échantillons choisis seront présentées au Chapitre 5.
La résistivité des échantillons n’est pas connue. Une telle mesure exigerait un tracé li-
thographique peu souhaitable avant les mesures optiques. Après les mesures optiques, la
périphérie de l’échantillon a été dégradée par le contact avec le diaphragme de la canne de
réflectivité (section 3.3.2), et la qualité de la surface du film n’est donc plus en assez bon
état pour qu’un pont étroit soit répresentatif.
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Echantillon Tc (K) ∆Tc (K)
Epaisseur
nominale

(Å)

Epaisseur
mesurée

(Å)

Epaisseur
Fit Optique

(Å)
Choisi

B04KUND-s1 < 4.2 — 5000 — 3700 X
B32KUND-s1 32 35 5000 — 3700 X
B70KUND 70 15 5000 2160a 2410

√
B80KOPT 80 8 5000 3950b 4337

√
B66KOVR 66 10 5000 — 3278 X
B63KOVR 63 5 5000 2700b 2970

√
B45KOVR 45 10 5000 2160a 2160 X

B79KOPT-s2 79 10 5000 5000a 5980 X
B74KOVR-s2 74 10 5000 5000a 4300 X

B79KUND-s3 79 15 3300 3500b 3500 X
B74KOVR-s3 74 10 3300 3500b 3500 X
B84KOPT-s3 84 15 3300 3500b 3500 X
B63KUND-s3 63 25 3300 3500b 3500 X

Tab. 3.1 – Caractéristiques des couches minces étudiées. ∆Tc est la largeur 10%-90%
de la transition résistive. Les épaisseurs nominales sont obtenues à partir de la vitesse
de dépôt. Les épaisseurs mesurées sont issues des analyses RBS sur (a) des échantillons
témoin synthétisés avec les mêmes conditions sur un substrat de MgO, ou (b) l’échantillon
lui-même.

connaissance de sa réflectivité absolue. Dans la pratique, la lumière réfléchie
par l’échantillon est comparée à celle réfléchie par un miroir “parfait” (or pour
l’infrarouge, argent pour le visible). Si la surface de l’échantillon présente trop
d’irrégularités à l’échelle de la longueur d’onde utilisée, la diffraction et/ou
la diffusion de la lumière réfléchie va dégrader la précision de la mesure.

A l’aide d’un microscope infrarouge (µIR), nous avons fait une caractérisation
semi-quantitative, à température ambiante, de l’état de surface et l’homogéneité
de la réponse infrarouge des différents échantillons. Nous avons utilisé le µIR
de la ligne de lumière MIRAGE au LURE d’Orsay [132].

Le µIR est un microscope équipé d’une source intense de lumière émettant
dans l’infrarouge, et dans lequel l’œil est remplacé par un détecteur appro-
prié. Dans la pratique, la lumière focalisée sur un “point” de l’échantillon
provient d’un spectromètre à Transformée de Fourier (dont le principe de
fonctionnement sera expliqué dans la section 3.3.1). Ainsi, pour chaque point
analysé, le spectre de réflectivité infrarouge est disponible.

Dans notre cas, chaque point analysé est une région de surface 20×20 µm2.
Ceci est donc la résolution spatiale à laquelle nous avons travaillé. A noter
que 20 µm équivalent à 500 cm−1, fréquence dans l’infrarouge moyen (MIR).
Nous avons alors, pour chaque point, enregistré le spectre dans la gamme
spectrale [500, 4000] cm−1. Nous avons ainsi, pour chaque échantillon, fait
des cartographies en balayant des zones d’aire 160× 160 µm2 typiquement.

Les figures 3.3 et 3.4 illustrent, respectivement, les cas d’une mauvaise
et d’une bonne qualité optique IR. Nous avons trouvé que, généralement,
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Fig. 3.3 – Cartographie infrarouge d’un échantillon avec des défauts de taille & 10 µm.
La photo (en haut à gauche) montre la région balayée. Les spectres de réflectivité le long de
la ligne de coupure (pointillés, en haut á droite) et la carte de réflectivité integrée (en bas)
présentent des accidents (diminution de la réflectivité et oscillations qui sont clairement
associées au défaut vu par le microscope optique).

les défauts de taille comparable aux longueurs d’onde infrarouge (& 10 µm),
visibles au microscope optique (photo dans la figure 3.3), peuvent perturber
localement de façon importante les spectres de réflectivité7. Si l’ensemble
des regions occupées par des tels défauts est importante (quelques % en sur-
face suffisent), il s’ensuit que la réflectivité moyennée sur toute la surface de
l’échantillon sera peu fiable, avec une incertitude & 1% sur la valeur abso-
lue de la réflectivité intrinsèque du matériau. Nos caractérisations montrent
aussi que la spectroscopie IR est insensible aux micro-défauts (taille . 1 µm,
comparable aux longueurs d’onde dans le visible). C’est-à-dire, la carte de

7Nous n’avons pas rencontré des cas où une région “lisse” au microscope optique soit
défectueuse dans l’IR —ce qui ne prouve pas que des telles regions soient inexistantes.
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Fig. 3.4 – Cartographie infrarouge d’un échantillon avec des micro-défauts (taille .
1 µm). La photo (en haut á gauche) montre la région balayé. Les spectres de réflectivité
le long de la ligne de coupure (pointillés, en haut à droite) sont identiques, et la carte de
réflectivité integrée (en bas) est uniforme. (Les deux pics correspondent à une instabilités
mécanique de la platine du microscope lors de la mesure des points respectif, et ne sont
pas reproductibles).

réflectivité IR sur une zone avec des micro-défauts est homogène et sans acci-
dents (figure 3.4). Ceci est une condition nécessaire mais pas suffisante pour
pouvoir considérer un échantillon comme approprié pour l’étude des pro-
priétés électroniques intrinsèques du matériau, comme nous l’expliquerons
dans la suite.

3.2.2 Choix des échantillons

Si l’on s’intéresse aux propriétés électroniques intrinsèques du matériau,
on doit se procurer des échantillons avec une surface polie à l’échelle infra-
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Fig. 3.5 – Réflectivité infrarouge de la couche mince d’YBCO-7 dont la cartographie
IR est montrée dans la figure 3.3. Des états localisés apparaisent pour T . 100 K et
~ω . 70 cm−1. Ici, l’apparition des états localisés est correlée avec la présence des défauts
de taille & 10 µm et des accidents dans la réponse µIR à température ambiante de
l’échantillon. Dans plusieurs cas, un échantillon de “bonne allure” visible et infrarouge
à haute température peut développer de la localisation à basse température.

rouge, et en plus (idéalement) sans désordre ni inhomogénéités. En effet, la
présence du désordre et des inhomogénéités peut compliquer sensiblement la
(déjà non triviale) electrodynamique du système, par exemple en modifiant
la dépendence en température, fréquence ou vecteur d’onde des taux de dif-
fusion, ou encore en créant des états localisés —qui de plus ne pourraient
apparâıtre qu’à basse température. Une belle démonstration de ce dernier
point est donnée dans la figure 3.5, qui présente les spectres de réflectivité
infrarouge d’une couche mince du composé YBa2Cu3O7−δ (YBCO-7) optima-
lement dopé.8 A température ambiante, on a un spectre tout à fait typique
pour un cuprate, avec un petit pic à 70 cm−1 pratiquement indiscernable du
bruit. Pourtant, à des températures inférieures à 100 K, une forte chute de

8Le substrat pour cet échantillon est LaAlO3. Les spectres ont été obtenus lors du stage
de M. Olivier Sauret.
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Quand un échantillon donne lieu à une série, les échantillons de la série sont etiquettes A,
B, etc.

la réflectivité apparâıt en-dessous de ∼ 70 cm−1. Cette chute de réflectivité
correspondrait à l’apparition d’états localisés : les porteurs de charge seraient
alors piégés dans un puits de potentiel de profondeur U0 ≈ 70 cm−1 (énergie
qui équivaut bel et bien à 100 K). Pour des fréquences et températures
inférieures à cette echelle d’énergie, le matériau deviendrait isolant si tous
les porteurs sont piégés. L’onde electromagnétique ne serait pas écrantée par
la présence des charges libres, et elle ne serait pas non plus absorbée : elle
serait donc transmise.9

Le choix des échantillons adéquats pour l’analyse optique doit prendre
en compte les facteurs mentionnés ci-dessus. Pour nos études, un premier
tri a été fait d’après les caractéristiques résistives (transition pas trop large
—∼ 20 K à ∼ 10 K pour sous-dopés à sur-dopés respectivement, pas de

9Il peut y avoir des cas où des états localisés apparaissent, mais dont la réponse optique
est en compétition avec des autres phénomènes intrinsèques (e.g., phonons dont l’inten-
sité augmente, apparition d’un condensât superfluide) ou extrinsèques (e.g., réponse du
substrat). Dans ces cas, la signature de la localisation dans la réflectivité n’est pas aussi
claire, et une analyse complète des spectres devient nécessaire.
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Fig. 3.7 – Schéma du déroulement de l’éxperience de mesure des spectres de réflectivité
pour un échantillon. E = Echantillon ; R = Réference. Les différents cycles se repètent
comme l’indiquent les symboles X → Y. La nomenclature du panneau “alignement op-
tique” se réfère aux éléments optiques des différentes gammes spectrales (voir le ta-
bleau 3.2).

comportement du type isolant dans l’état normal), micro-optiques (pas de
rayures ou défauts visibles à l’œil nu ou au microscope optique) et µIR (pas
de spectres suspects ou d’accidents importants dans les cartes de réflectivité
integrée) des films. Ensuite, les spectres de réflectivité des échantillons ainsi
sélectionnés ont été entièrement analysés. Ceci nous a permis de découvrir des
états localisés et comportements électroniques anormaux à basse température
dans tous les films des séries s2 et s3 (chapitre 5), alors que rien de cela
n’était évident d’après leurs caractéristiques résistives ou µIR ou encore des
réflectivités brutes. A la fin, trois échantillons ont passé toutes les épreuves :
B70KUND, B80KOPT et B63KOVR. Nous focaliserons l’analyse de données
(chapitre 5) sur ces trois échantillons.

La figure 3.6 schématise la procedure de sélection des échantillons.
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Fig. 3.8 – Schéma du spectromètre Cary-5 utilisé pour les mesures dans le visible et
l’UV. Les réseaux de difraction sont désignés par R.

3.3 Instrumentation et techniques experimen-

tales

Les spectres de réflectivité de ce travail ont été obtenus avec un spec-
tromètre à Transformée de Fourier Bruker IFS-66 v/s —qui permet de
couvrir la gamme spectrale 30-7000 cm−1— complété par un spectromètre
à réseau Cary-5 pour la gamme spectrale 4000-30000 cm−1. Les mesures
en température ont été réalisées à l’aide d’un cryostat “fait-maison” à flux
continu d’hélium, opérationnel entre 4 et 300 K. L’échantillon et le miroir de
réference sont immergés dans le gaz hélium circulant à l’interieur du cryo-
stat, à l’aide d’une canne porte-échantillons (section 3.3.2). Le cryostat est
doté de deux jeux de fenêtres pour les différentes gammes spectrales. Lors
des mesures, la stabilité en température a été meilleure que 0.3 K.

Dans cette section, nous décrirons brièvement l’équipement utilisé, en
signalant ses performances et limitations. Une discussion plus profonde sur
les techniques spectroscopiques utilisées se trouve au chapitre (CHAP-FTIR).

La figure 3.7 schématise le déroulement d’une expérience de mesure des
spectres de réflectivité pour un échantillon
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3.3.1 Spectromètres

Spectromètre dispersif à réseau Cary-5

La figure 3.8 schématise le spectromètre utilisé pour les mesures dans le
visible (VIS) et l’ultraviolet proche (UV). Comme pour tout spectromètre
dispersif, les differentes longueurs d’onde qui composent le faisceau fourni
par la source sont séparées à l’aide d’un “disperseur” (réseau de diffrac-
tion). Après collimation, chaque élément spectral arrive sur l’échantillon, et
le flux lumineux sortant est détecté par un détecteur photoconductif en PbS
(4000 à 11500 cm−1) ou par un photomultiplicateur (11500 à 30000 cm−1).
Dans le cas du Cary-5, les élements spectraux ont une séparation constante
∆λ = 1 nm, ce qui implique une séparation variable en énergie (2 à 90 cm−1

pour la gamme 4000-30000 cm−1).
La source utilisée est une lampe incandescente de tungstène. Le monocro-

mateur du spectromètre contient des filtres à l’entrée pour pré-sélectionner la
gamme spectrale à utiliser. La lumière est ensuite réfléchie sur deux réseaux
de diffraction (une paire pour le visible, une autre pour l’UV). Les deux
réseaux de diffraction sont disposés de façon à être l’image l’un de l’autre par
rapport à un plan miroir. Ceci permet d’éliminer, grâce au second réseau, les
aberrations créées par le premier. A la sortie, une fente sélectionne l’élement
spectral désiré.

La lumière de longueur d’onde sélectionnée est orientée alternativement
vers deux chemins optiques différents grâce à un chopper. Ceci permet de
mesurer à la fois l’échantillon et une réferénce du flux émis par la source, ce
qui est en l’occurrence inutile pour nous puisque la référence est le miroir
d’argent.

Spectromètre à Transformée de Fourier Bruker IFS-66 v/s

La figure 3.9 schématise le spectromètre utilisé pour les mesures dans
l’infrarouge lointain (FIR, 30-500 cm−1) et moyen (MIR, 500-8000 cm−1). Il
correspond au type de spectromètres dit “interférentiels”, dans lesquels, au
lieu de sélectionner la longueur d’onde à l’aide d’un élement dispersif suivi
d’une fente, le spectre de la source est décomposé à l’aide d’un interféromètre
(un Michelson, dans le cas du Bruker IFS-66 v/s). Pour nos expériences,
une résolution de 3 cm−1 a été utilisée. Cette résolution, bien plus grande
que la résolution minimale possible atteinte par cet instrument, est largement
suffisante pour répérer les excitations optiques typiques dans les solides.

Deux sources sont utilisées. Pour les basses fréquences (30-100 cm−1), un
arc à vapeur de mercure, dont l’émission à haute fréquence est coupée par
un filtre noir à l’entrée du détecteur. Pour les fréquences > 100 cm−1, un
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Fig. 3.9 – Schéma du spectromètre Bruker IFS-66 v/s utilisé pour les mesures dans
l’infrarouge. Tout le chemin optique du faisceau se trouve sous vide, à fin d’éviter les
absorptions dans l’IR typiques de l’eau et des certains poluants (nottament CO2) présents
dans l’air.

filament de tungstène chauffé “au rouge vif” (d’où l’appellation “glow-bar”)
émettant un spectre de corps noir à T ∼ 500 K.

La lumière émise par la source est collimatée et transformée en faisceau
approximativement parallèle, puis dirigée vers le Michelson qui est composé
d’un miroir fixe M1, d’un miroir M2 se déplaçant d’une longueur vt = ∆x (à
vitesse constante), et d’une lame semi-réfléchissante BS. Ainsi, à la sortie du
Michelson, les deux parties du faisceau qui se ecombinent ont une différence
de phase qui dépend linéairement du temps. L’intensité lumineuse détectée
(dit “interférogramme”) est alors une fonction modulée dans le temps. Cette
fonction du temps est la Transformée de Fourier du spectre convolué de la
source et des fonctions d’appareil des différents élements optiques (miroirs,
BS, etc.) Ainsi, chaque fréquence individuelle du faisceau incident contri-
bue séparement, avec une composante de Fourier, à l’interférogramme, et le
spectre original peut être reconstitué par une simple transformée de Fourier.

La spectroscopie par transformée de Fourier présente deux avantages
par rapport aux techniques dispersives. Puisque tous les élements spectraux
d’une gamme spectrale donnée sont détectés simultanément à chaque instant,
on peut faire N mesures indépendantes de tout le spectre durant le même
temps qu’un spectromètre dispersif nécessiterait pour faire un seul spectre
complet à partir de ses N élements spectraux. Quand le bruit de détection

54



Gamme
spectrale
(cm−1)

Source Séparatrice
Fenêtre
cryostat

Miroir
réference

Détecteur Spectromètre

30-100 Hg Mylar 23 µm PP† Au Bolomètre ‡§ IFS-66 v/s
80-600 Glowbar (W) Mylar 6 µm PP Au Bolomètre ¶ IFS-66 v/s

500-8000 Glowbar (W) KBr ZnSe Au DTGS IFS-66 v/s
4000-30000 Glowbar (W) — PP Ag PbS–PM] Cary-5

Tab. 3.2 – Résumé des élements optiques pour chaque gamme spectrale.
† PP = Polypropylène.
‡ Filtre interne coupant à 100 cm−1 ; Gain = 1000.
§ Filtre noir à l’entrée du détecteur.
¶ Filtre interne coupant à 800 cm−1 ; Gain = 200.
] Détecteur en PbS entre 4000-11500 cm−1 ; photomultiplicateur (PM) entre 11500-
30000 cm−1.

est indépendant de l’intensité du signal,10 alors le rapport signal/bruit est
amélioré d’un facteur

√
N . Cet avantage est connu comme “avantage mul-

tiplex” (ou encore, avantage de Fellgett). Le deuxième avantage (dit de
l’étendue, ou de Jacquinot) vient du fait que, pour sélectionner un élément
spectral donné, un spectromètre dispersif doit utiliser une fente étroite. Ceci
n’est pas nécessaire dans un interféromètre. La spectroscopie par transformée
de Fourier est une technique utilisée dépuis longtemps, très bien maitrisée et
commercialisée. Deux références très pédagogiques sont [133] et [134].

A noter que toute lame semi-réfléchissante possède une bande passante qui
dépend de son épaisseur (et bien sûr du matériau), à cause des interférences
crées par les réflections multiples de la lumière entre les faces avant et arrière
de la lame. Nous avons utilisé trois lames séparatrices différentes pour trois
gammes spectrales différentes. Les trois gammes vont de 30-100 cm−1, de
80-600 cm−1, et de 500-8000 cm−1.

Le faisceau à la sortie du Michelson est dirigé vers, et focalisé sur, l’échantillon.
La lumière réfléchie par celui-ci est ensuite dirigée vers l’un des deux détecteurs :
un détecteur pyroélectrique (DTGS) pour le MIR, et un détecteur bolométrique
pour le FIR.

Finalement, le signal enregistré est traité par un ordinateur, qui calcule sa
Transformée de Fourier pour ainsi fournir le spectre réflechi par l’échantillon.

Le tableau 3.2 résume les différentes combinaisons d’élements optiques
utilisés pour chaque gamme spectrale.

10Ceci est le cas dans l’infrarouge, mais pas dans le visible.
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3.3.2 Mesure de la réflectivité absolue

Dans la spectroscopie de réflexion, l’objectif final est la détermination
de la valeur absolue de la réflectivité du matériau étudié. En effet, à cause
des Transformations de Kramers-Kronig (chapitre 4), le calcul des fonctions
optiques nécessite la connaissance de cette grandeur. Il est alors important
de disposer d’une bonne réference de réflectivité (idéalement, un miroir par-
fait). Il faut de plus s’assurer que les mesures du miroir et de l’échantillon se
réalisent dans les mêmes conditions (même surface apparente pour la lumière
incidente, même température des deux objets, même chemin optique pour le
faisceau de mesure et celui de référence). En particulier, si la surfaces appa-
rentes et les chemins optiques sont différents après réflexion sur l’échantillon
et sur le miroir de réference, les inhomogénéités spatiales du faisceau incident
peuvent induire une erreur importante dans la détermination de la réflectivité
réelle du matériau.

Ici, nous discuterons la façon dont ces erreurs sont minimisées dans notre
montage expérimental. Ceci nous permet de déterminer la réflectivité absolue
du matériau à ±1% près.

Les miroirs de réference

Pour nos mesures dans le FIR et le MIR (jusqu’à 7000 cm−1), nous avons
utilisé un miroir en or comme étalon de réflectivité. A température ambiante,
l’or présente une réflectivité absolue supérieure à 98% jusqu’à 15000 cm−1.
Au délà, sa réflectivité chute, et il réflechit mal dans le visible et l’UV. Ainsi,
dans cette gamme spectrale, nous avons remplacé le miroir en or par un miroir
en argent, dont la réflectivité est aussi de l’ordre de 98% jusqu’à 28000 cm−1.

La canne de réflectivité

Comme porte-échantillons, nous avons utilisé une “canne de réflectivité”
schématisée dans la figure 3.10. Cette canne vient se placer à l’interieur
du cryostat, où circule le gaz hélium, de façon à permettre les mesures en
température.

La canne de réflectivité permet de conmuter entre l’échantillon (E) et
le miroir de réference (R), en plaçant l’un ou l’autre au même endroit sur
le chemin optique de la lumière. Ceci est indépendant du réglage optique
ou thermique du cryostat (placé dans le compartiment échantillon du spec-
tromètre). De plus, un diaphragme (D) est placé juste devant la position R/E
pour assurer que le même flux lumineux arrive sur l’échantillon et la réference.
La température du bloc sur lequel reposent la réference et l’échantillon (et
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Fig. 3.10 – Schéma de la canne de réflectivité utilisé comme porte-échantillons.
R = Réference, E = Echantillon, D = Diaphragme, S = Sonde de température.

avec lequel ils sont en contact thermique) est mesurée avec une sonde (S) de
carbone.

La réflectivité absolue de l’échantillon peut ainsi s’obtenir en divisant
le flux lumineux réflechi par l’échantillon par celui réflechi par la réference.
Le rapport entre ces deux réflexions permet d’éliminer toutes les contribu-
tions extrinsèques dans le chemin optique (absorption des fenêtres et lames
séparatrices, par exemple, et en principe toutes les interférences des multi-
réflections sur les faces avant et arrière de ces élements optiques).

L’angle d’incidence φ de la lumière sur la surface de l’échantillon (ou de la
référence) est, dans notre réglage, inférieur à 10◦. Puisque les couches minces
utilisées sont orientées avec l’axe c parallèle à la direction de croissance, nos
mesures portent sur la réponse optique des plans. En effet, le fort indice
vu par le rayonnement incident (n ∼ 2 pour le visible, et beaucoup plus
grand pour l’IR) implique que l’angle de réfraction est beaucoup plus petit
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que l’angle d’incidence, d’où une très faible composante du champ électrique
parallèle à l’axe c. De plus, la contribution de cette composante est encore
réduite à cause de la forte anisotropie d’indice de réfraction entre les plans
conducteurs et les blocs isolants, qui implique que la réflectivité des plans est
bien plus grande que celle de l’axe c.

Dans la pratique, l’angle φ est différent entre la référence et l’échantillon,
si les deux objets ne se positionnent pas strictement l’un à la place de l’autre.
Pour toutes nos mesures, nous nous sommes assurés, en répérant à grande
distance (∼ 2− 5 m) la tache d’un faisceau laser incident sur l’échantillon et
le miroir, que cette différence angulaire était toujours inférieure au millième
de radian.

Le raccordement des spectres

Comme nous l’avons mentionné précedement, chaque spectre de réflectivité
est enregistré dans quatre gammes spectrales, mesurées indépendament l’une
de l’autre avec des dispositifs optiques différents (tableau 3.2). Dans les
régions où deux gammes se recouvrent, la difference de niveau de réflectivité
ne dépasse pas ∼ 1.5% —ce qui est satisfaisant étant donné que, pour chan-
ger de gamme spectrale, il faut en plus rechauffer, tout démonter, réaligner,
remonter et à nouveau refroidir.

Pour minimiser l’erreur dans la détermination de la réflectivité absolue, il
faut se munir alors d’un modus operandi pour le raccordement des spectres.
Pour chaque spectre, nous avons choisi d’ajuster au niveau du spectre MIR.
D’une part, c’est la gamme spectrale “standard” de la spectroscopie IR, où
les spectromètres et détecteurs ont les meilleures performances. D’autre part,
les spectres MIR couvrent une large plage en fréquence (∼ 500−8000 cm−1),
présentant, pour les cuprates, une réflectivité qui n’est pas proche de 1 (c’est à
dire, de celle de l’or), ce qui rend plus précise la determination de la valeur ab-
solue de la réflectivité et aussi de ses variations relatives avec la température.

Quant au raccordement des spectres MIR-VIS, en plus du décalage des
niveaux de réflectivité, nous avons observé parfois un désaccord de l’ordre de
15% entre les pentes des spectres dans la région de recouvrement. L’origin
de tel désaccord est lié aux conditions de travail dans le Cary-5 : dans
cet appareil, l’optique n’est pas sous vide, alors que le cryostat, lui, il l’est.
La différence de pression fait “bomber” les fenêtres en polypropylène, qui
sont très fines, et donc l’alignement optique et la focalisation du faisceau sur
la position référence/echantillon sont moins bons. Ainsi, pour raccorder ces
deux gammes, nous avons pris la moyenne des pentes, tout en gardant le
niveau MIR comme celui de réference.
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Chapitre 4

Spectroscopie de réflexion,
propriétés optiques des solides,
causalité et règles de somme

La spectroscopie de réflexion est un outil précieux pour l’étude experi-
mentale des solides. En effet, quand un faisceau lumineux d’énergie suffi-
sante arrive sur un matériau, il induit des transitions des états occupés vers
les états vides des différents types d’excitations élementaires dans le solide.
Clairement, une étude quantitative de ces transitions peut fournir des rensei-
gnements sur la structure et la dynamique microscopique de telles excitations.

Dans les supraconducteurs, la région infrarouge présente un intérêt par-
ticulier. D’après la théorie BCS [135], un supraconducteur massif à T = 0
est un réflecteur parfait du rayonnement électromagnétique à des fréquences
~ω ≤ 2∆0 —seules sont absorbés les photons susceptibles de casser une
paire d’électrons et les placer au-dessus du niveau de Fermi. Ainsi, pour
un supraconducteur BCS, ou la relation 2∆0 = 3.5kBTc existe, et ayant
une température critique de l’ordre de 10 K, la réflectivité à très basse
température est de 100% jusqu’à des fréquences de l’ordre de 25 cm−1 (ta-
bleau 4.1), dans l’infrarouge lointain.1 Au-dessus de cette fréquence, le matériau
se comporte comme un métal normal. Ainsi, la réflectivité infrarouge peut
donner une évidence spectroscopique sur le gap supraconducteur.

Dans les matériaux polaires, comme les cuprates, et dans la gamme de
fréquences ici étudiées, les excitations élementaires susceptibles de répondre
à un champ électromagnétique externe sont essentiellement au nombre de

1Dorenavant, nous ferons la division arbitraire suivante des régions du spectre
électromagnétique pertinentes dans cette thèse : infrarouge lointain (FIR, 30 cm−1 ≤
~ω ≤ 800 cm−1), infrarouge moyen (MIR, 800 cm−1 ≤ ~ω ≤ 8000 cm−1), visible (VIS,
8000 cm−1 ≤ ~ω ≤ 20000 cm−1), ultra-violet (UV, 20000 cm−1 ≤ ~ω ≤ 30000 cm−1).
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Nombre d’ondes Fréquence Energie Température
Nombre d’ondes 1 cm−1 29.98 GHz 0.123985 meV 1.44 K

Fréquence 33.36 cm−1 1 THz 4.14 meV 48.04 K
Energie 8065.5 cm−1 241.796 THz 1 eV 11604 K

Température 0.694 cm−1 20.82 GHz 0.086 meV 1 K

Tab. 4.1 – Conversion d’unités

quatre, plus ou moins couplées entre elles :

1. Les phonons, ou vibrations du réseau cristallin. Pratiquement tous les
phonons actifs en infrarouge des cuprates se situent entre 100 cm−1 et
800 cm−1.

2. Le plasmon, ou réponse des charges libres. Cette excitation est ca-
ractérisée par une fréquence où la réflectivité chute dramatiquement
(fréquence de plasma). Dans les métaux, cette fréquence est de l’ordre
de 105 cm−1 (plusieurs dizaines d’eV), tandis que dans les cuprates
elle est un ordre de grandeur inférieure. Ceci en raison d’une densité
moindre de porteurs.

3. Dans la phase supraconductrice, la formation de paires de Cooper en-
trâıne, comme nous l’avons déjà mentionné, la création d’une bande in-
terdite aux électrons non appariés au voisinage de la surface de Fermi.
Ceci est le gap supraconducteur. Dans les cuprates, les expériences de
spectroscopie tunnel ou de photoémission ont trouvé un gap maximal
de l’ordre de 200-300 cm−1 [34, 136, 45], qui devrait donc avoir des
signatures observables par réflectivité dans l’infrarouge lointain.

4. Toutes les autres excitations non classifiables comme phonons, plasmon
ou gap supraconducteur. Dans les cuprates, elles constituent les bandes
d’infrarouge moyen, et leur origine physique et/ou relation avec les
propriétes de ces matériaux fait, à l’heure actuelle, l’objet d’un débat
scientifique (voir, par exemple, les articles de revue [22, 23]).

Dans ce chapitre nous discuterons brièvement, d’une part, la relation
entre la réflectivité d’un matériau et sa fonction diélectrique et, d’autre part,
la relation de cette dernière avec la structure électronique microscopique du
solide. La plupart des développements dans ce chapitre sont basés sur des
ouvrages de réference [137, 138, 139, 140, 141].
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4.1 Description macroscopique de l’interac-

tion lumière-matière

4.1.1 Equations de Maxwell macroscopiques

La réponse d’un milieu électriquement neutre à une onde électromagnétique
peut être artificiellement divisée en deux parties. Une partie, décrite par la
densité de courant Jfree, résulte des électrons qui peuvent bouger librement à
travers le solide. Une autre partie, Jbound, résulte du mouvement des électrons
attachés aux noyaux, et donc restreints à un mouvement local.

La réponse des électrons liés peut être divisée en deux termes. D’une
part, se trouvent les effets liés à la distorsion que l’onde électromagnétique
peut induire sur la distribution interne de charge, et qui sont décrits par la
polarisation P (définie comme le moment dipôlaire par unité de volume).
D’autre part, il y a les effets liés à l’eventuelle interaction de l’onde avec
les spins électroniques, et décrits à l’aide de l’aimantation macroscopique M
(définie comme le moment dipôlaire magnétique par unité de volume).

Ainsi, du point de vue de l’électromagnétisme, les propriétes macrosco-
piques d’un milieu électriquement neutre, en absence de sources externes de
charge ou de courant, sont décrites par les équations de Maxwell sous la forme
exacte suivante :

∇ ·D = 0 (4.1)

∇× E = −∂B

∂t
(4.2)

∇ ·B = 0 (4.3)

∇×H =
∂D

∂t
+ Jfree. (4.4)

Dans ces expressions, D = εvE+P est le vecteur de déplacement électrique,
et H = (1/µv)(B−M) est le vecteur de champ magnétique. E et B sont, res-
pectivement, le champ électrique et l’induction magnétique de l’onde se pro-
pageant dans le milieu. εv et µv sont les permittivités électrique et magnétique
du vide. Dorénavant, nous écrirons les champs sous forme complexe, avec la
convention que les champs électromagnétiques physiques sont obtenus en
prenant la partie réelle des champs complexes.

4.1.2 Propriétés du milieu

Il est clair que la polarisation et la densité de courant libre doivent être
reliées au champ électrique dans le milieu, et que l’aimantation doit être reliée
au champ magnétique.
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Dans les expériences de réflectivité rapportées dans ce travail, l’intensité
des sources utilisées est suffisamment faible pour pouvoir considérer que la
réponse des échantillons est passive. C’est à dire, nous avons travaillé dans
l’approximation linéaire, où l’interaction lumière-matière est élastique. En
plus, la géometrie de notre montage experimental est conçue pour mesurer
la réflectivité des plans ab. Puisque les paramètres de maille a et b pour
le Bi-2212 sont très proches, et les couches minces présentent des domaines
où les axes a et b peuvent être intervertis, nous pouvons considérer notre
objet d’étude comme étant isotrope. En plus, les longueurs d’onde infrarouge-
visible —l’étendue de variation spatiale du champ électromagnétique (∼ 4×
103 − 3× 106 Å)— sont beaucoup plus grandes que le libre parcours moyen
des porteurs de charge dans les cuprates (∼ 100 Å [39]). Ceci signifie que
les courants et déplacements au point r peuvent être calculés comme si le
champ EM était partout dans l’espace donné par sa valeur au point r, et nous
pouvons alors travailler dans l’approximation d’une réponse locale. En fin, les
longueurs d’onde IR-VIS sont aussi beaucoup plus grandes que les paramètres
de maille du Bi-2212 (ou de n’importe quel autre matériau), et donc le vecteur
d’onde de la lumière est beaucoup plus petit que l’étendue de la première
zone de Brillouin. L’absorption d’un photon par une excitation élementaire
du milieu se fait ainsi avec un transfert négligeable de vecteur d’onde, et
les transitions importantes en spectroscopie IR-VIS sont par conséquent les
transitions verticales dans le schéma de zone réduite.

Nous pouvons alors écrire les rélations macroscopiques approximatives
suivantes :

P = χb
eεvE (4.5)

M = χmµvH (4.6)

Jfree = σfE, (4.7)

où les paramètres complexes sans unités χb
e , χm et σf sont appellés susceptibi-

lité électrique liée, susceptibilité magnétique et conductivité optique libre, res-
pectivement. Ils caractérisent la réponse macroscopique du milieu à un champ
électromagnétique externe.2 Les indices “b” (bound) et “f” (free) veulent rap-
peler que le vecteur de polarisation décrit les effets induits par le champ EM
sur les charges que nous avons artificiellement choisies comme liées, tandis
que la densité de courant libre décrit les effets du champ EM sur les charges
“libres”.

Avec ces approximations, les vecteurs déplacement électrique et champ

2En prenant les paramètres χb
e , χm et σf comme complexes, nous faciliterons plus tard

la description de la dissipation de l’onde se propageant dans le milieu.
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magnétique deviennent

D =
(
1 + χb

e

)
εvE ≡ εbεvE (4.8)

B = (1 + χm) µvH ≡ µµvH. (4.9)

Les paramètres complexes εb et µ sont, respectivement, les fonctions diélectrique
liée (ou “normale”) et permeabilité magnétique relatives du milieu. Avec la
conductivité optique σf, ils constituent les fonctions de réponse linéaire du
milieu. Plus tard dans ce chapitre, nous allons relier ces fonctions à des gran-
deurs microscopiques du système.

Les propriétés du milieu peuvent être ainsi incorporés dans les équations
de Maxwell, pour obtenir l’ensemble suivant d’équations approximatives :

∇ · (εbεvE
)

= 0 (4.10)

∇× E = −∂ (µµvH)

∂t
(4.11)

∇ · (µµvH) = 0 (4.12)

∇×H =
∂

(
εbεvE

)

∂t
+ σfE. (4.13)

4.1.3 Interaction de la lumière avec le milieu

Dans l’approximation d’un milieu isotrope, que nous avons déjà intro-
duite, il n’y a pas de variation spatiale des fonctions optiques. Ainsi, à par-
tir des equations approximatives (4.10)-(4.13), et utilisant l’identité ∇ ×
(∇× E) = ∇ (∇ · E) − ∇2E, il s’ensuit que le champ électromagnétique se
propageant dans le milieu obéit à l’équation d’onde

∇2E = (εbµ)(εvµv)
∂2E

∂t2
+ σfµµv

∂E

∂t
, (4.14)

Comme les longueurs d’onde infrarouge-visible sont beaucoup plus grandes
que les paramètres de maille du solide, nous pouvons négliger les phénomènes
de diffraction de l’onde électromagnétique se propageant dans le milieu.
Considérons donc la propagation d’une onde avec une dépendence harmo-
nique du temps, à partir de laquelle on peut construire une solution arbitraire
de l’équation d’onde (4.14) par superposition de Fourier de termes tels que :

E (r, t) = E (r, ω) e−iωt. (4.15)

En remplaçant cette solution dans l’équation d’onde (4.14), et utilisant c2 =
1/(εvµv), on obtient l’équation d’onde suivante pour l’amplitude E (r, ω) :

∇2E + µ
ω2

c2

[
εb + i

σf

εvω

]
E = 0. (4.16)
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On constate alors que la constante diélectrique “liée” et la conductivité
(due aux porteurs “libres”) rentrent dans la détermination des propriétés
optiques du solide seulement à travers la combinaison

εb + i
σf

εvω
. (4.17)

Par conséquent, εb peut être rédefinie en lui ajoutant une fonction arbitraire
de la fréquence, pourvu que σf soit aussi rédefinie pour conserver la quan-
tité (4.17) :

εb(ω) → εb(ω) + δεb(ω), σf(ω) → σf(ω)− εvω

i
δεb(ω). (4.18)

Cette liberté de choix traduit l’ambiguité dans la définition des porteurs
“libres” et “liés”. En effet, εb et σf décrivent des processus physiques dis-
cernables seulement dans la limite DC, où σf décrit les charges qui peuvent
bouger sur des distances arbitraires en réponse au champ DC, et εb décrit les
charges liées à des positions d’équilibre bien déterminées et qui sont simple-
ment déplacées (“polarisées”) vers des nouvelles positions d’équilibre par le
champ DC. Dans le cas d’un champ AC, comme nous l’avions déjà noté, cette
distinction n’a plus de sens. Les charges libres ne bougent pas arbitrairement
loin, mais oscillent à la fréquence du champ, tandis que les charges liées ne se
déplacent pas vers une nouvelle position d’équilibre, mais oscillent elles-aussi
à la fréquence du champ.

On peut donc noter que si dès le début nous avions choisi de
décrire la réponse du systeme au champ EM en utilisant seule-
ment le vecteur de polarisation (i.e., sans faire la distinction entre
charges “libres” et “liées”), le facteur (4.17) sérait tout simplement
la fonction diélectrique “complète” du système.

Ainsi, dorénavant nous définirons la fonction diélectrique ε(ω) et la conduc-
tivité optique σ(ω) du milieu à l’aide des rélations

∇2E + µ
ω2

c2
ε(ω)E = 0, avec la condition (4.19)

∇ · [ε(ω)E ] = 0, et avec (4.20)

ε(ω) = ε∞ + i
σ(ω)

εvω
, (4.21)

où, par convention, la constante réelle ε∞ décrit la réponse du système à des
fréquences au-delà de la dernière fréquence experimentalement accessible.3

3C’est pour quoi les propriétés optiques dans le visible des matériaux isolants trans-
parents ne dépendent (presque) pas de la fréquence : toutes les bandes de transitions
électroniques se trouvent dans l’UV.
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Nous allons également écrire

ε = ε1 + iε2, et (4.22)

σ = σ1 + iσ2, (4.23)

avec ε1, ε2, σ1, σ2 ∈ R.

Propagation et dissipation de l’onde dans le milieu

Pour voir comment la fonction diélectrique se relie aux phénomènes de
propagation et d’absorption de l’onde EM, prenons pour solution de (4.19)
une onde plane monochromatique. Ici, à nouveau, une solution arbitraire
peut être construite par superposition de Fourier. Soit alors

E(r, ω) = E0e
iq̃·r, (4.24)

où q̃ est le vecteur d’onde complexe. L’insertion de cette solution dans (4.19)
donne la relation de dispersion pour l’onde EM se propageant dans le milieu :

q̃2 =
ω2

c2
µε(ω), (4.25)

avec la condition [c.f., équation (4.20)]

ε(ω)E · q̃ = 0. (4.26)

Cette équation possède deux solutions. Si E ⊥ q̃, nous avons une onde trans-
verse, et (4.26) est respectée même si ε 6= 0. D’autre part, si E ‖ q̃ (onde
longitudinale), il faut ε = 0.

La relation de dispersion (4.25) suggère de définir l’indice de réfraction
complexe η̃ tel que √

µε ≡ η̃ = (η + iκ) , (4.27)

où η ∈ R ≥ 0 est l’indice de réfraction et κ ∈ R ≥ 0 est l’indice d’extinction.
On voit donc, d’après (4.15), (4.24) et (4.27), que la vitesse de phase de l’onde
est c/η, tandis que l’atténuation de l’onde est décrite par κ, de sorte que la
diminution de l’intensité I avec la distance parcourue peut s’écrire :

α = −(1/I)(dI/dr) = 2ωκ/c. (4.28)

Finalement, les cuprates étant macroscopiquement non-magnétiques, nous
pouvons négliger l’aimantation macroscopique. A partir de maintenant, nous
prenons µ ' 1.
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Ainsi, en termes de η et κ, la fonction diélectrique réelle et la conductivité
optique réelle deviennent

ε1 =
(
η2 − κ2

)
, (4.29)

ε2 = 2ηκ =
σ1

εvω
. (4.30)

Le fait que ε1 et ε2 ne sont pas indépendantes sera traité en détail plus
tard, en relation avec le principe de causalité.

Réflectivité de l’onde électromagnétique

Dans les expériences que nous avons menées, l’onde électromagnétique ar-
rive en incidence (quasi) normale sur l’échantillon, avec le champ EM oscillant
parallèlement à sa surface. Un bain d’hélium gazeux entoure l’échantillon
(η̃He ≈ 1). Dans ces conditions, le coefficient de réflexion du matériau est
aisément calculé à partir des conditions de continuité des champs EM à l’in-
terface, et est donné par

R(ω) =
∣∣r(ω)e−iθ(ω)

∣∣2 =
Ir(ω)

Ii(ω)
=

∣∣∣∣
η̃ − 1

η̃ + 1

∣∣∣∣
2

=
(η − 1)2 + κ2

(η + 1)2 + κ2
, (4.31)

où Ii(ω) et Ir(ω) sont, respectivement, les intensités des ondes EM incidente
et réfléchie. On appelle re−iθ (avec r, θ ∈ R) la réflectivité complexe.

D’après (4.27), l’indice de réfraction et la fonction diélectrique du matériau
sont reliés par η̃(ω) =

√
ε(ω). Ainsi, un modèle pour ε(ω) suffit pour expli-

quer R(ω).

4.1.4 Détermination de ε(ω) à partir de la réflectivité
mesurée

Toutes les propriétés électromagnétiques macroscopiques du milieu sont
contenues dans n’importe laquelle des fonctions optiques complexes ε, η̃, σ
ou re−iθ, puisque la connaissance d’une d’elles donne accès aux autres.

La technique d’ellipsométrie, par exemple, permet de mesurer directe-
ment η et κ. Toutefois, avec des sources lumineuses conventionnelles (pas
avec la radiation synchrotron) cette technique est très peu lumineuse aux
très basses fréquences (on doit polariser la lumière). En plus, les expériences
d’ellipsométrie doivent être ménées en géométrie d’incidence rasante, ce qui
complique les choses pour des systèmes fortement anisotropes comme les cu-
prates. Des techniques de mesure de l’impédance de surface permettent aussi
de mesurer les parties réelle et imaginaire de ε(ω). Ici, la gamme de fréquences
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couverte est limitée à des fréquences de l’ordre du GHz (au moins trois ordres
de grandeur inférieures à l’infrarouge lointain).

La technique de réflexion permet de couvrir une large gamme spectrale
(IR, visible et UV). Cependant, pour déterminer η et κ à partir de la réflectivité
mesurée (4.31), plus d’information est requise. Cette information est fournie
par les relations de Kramers-Kronig, qui relient les parties réelle et imaginaire
d’une fonction de réponse linéaire. L’origine des relations de Kramers-Kronig
est la condition de causalité à laquelle obéit la réponse du système. Nous re-
viendrons plus tard sur ces relations. Pour l’instant, il suffit d’énoncer que,
avec les relations de Kramers-Kronig, la phase θ(ω) du coefficient de réflexion
complexe peut être obtenue à partir du spectre de réflectivité R(ω) = r2(ω) :

θ (ω0) = −ω0

π

∫ ∞

0

ln [R (ω) /R (ω0)]

ω2 − ω2
0

dω. (4.32)

Cette relation suppose de connâıtre le spectre y compris dans les limites ω →
∞ et ω → 0, des conditions jamais satisfaites, d’où d’éventuelles incertitudes
dans la détermination des fonctions optiques qui seront discutées au chapitre
6.

Une fois le coefficient de réflexion complexe déduit, les parties réelle et
imaginaire de l’indice de réfraction complexe (et par suite le reste des fonc-
tions optiques) sont aisément calculées :

η =
1− r2

1 + r2 − 2r cos θ
, et (4.33)

κ =
2r sin θ

1 + r2 − 2r cos θ
. (4.34)

4.2 Quelques modèles microscopiques simples

pour ε(ω)

Aux très hautes fréquences, tout matériau électriquement neutre se com-
porte comme le vide, sans interaction avec le rayonnement. En effet, quand
ω → ∞, le système ne peut plus suivre la perturbation EM, et l’onde n’est
ni diffusée ni absorbée. Ainsi, nous écrivons ε(ω →∞) = 1.

Une série de phénomènes est responsable de l’augmentation de la valeur
de la constante diélectrique de ε(ω → ∞) = 1 à sa valeur à fréquence nulle
ε1(0) = εdc. D’une part se trouvent les contributions des charges “liées” :
celles dues aux déplacements des électrons des dernières couches électroniques,
et celles dues, dans les cristaux ioniques, à la stimulation par l’onde EM des
modes vibrationnels du réseau. Ces derniers se situent dans l’infrarouge, tan-
dis que les premières se trouvent dans l’ultraviolet, deux ordres de grandeur
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plus haut (puisque la masse réduite d’un électron attaché à un noyau est
∼ 2000 fois plus petite que celle du noyau). D’autre part, se trouvent les
contributions dues aux excitations des charges “libres”, qui se présentent
sous la forme d’un “continuum électronique”. Ces phénomènes sont illustrés
schématiquement dans la Fig. 4.1.

ωωωω

εεεε1111((((ωωωω))))

1

0

Phonons Transitions
électroniques

Continuum
électronique

Microondes Infrarouge Visible-UV

Fig. 4.1 – Principaux phénomènes qui “élèvent” la fonction diélectrique de 1 à sa valeur
statique. Le continuum électronique répresenté ici est qualitativement celui du modèle de
Drude (voir texte).

Cette section présente un traitement élementaire de l’absorption et la
dispersion de l’onde EM dans le milieu. Son but est d’introduire des modèles
phénoménologiques utilisés couramment dans la description de la réponse
optique des solides.

La théorie classique de l’absorption et la dispersion a été fondée par les
travaux de Lorentz et Drude. Le modèle de Lorentz s’applique aux isolants, et
son analogue quantique comprend toutes les transitions directes interbande ;
c’est-à-dire, toutes les transitions pour lesquelles les états initial et final de
l’électron se trouvent dans des bandes ou états d’énergie differents, mais
sans changement de vecteur d’onde (si l’on travaille dans le schéma de zone
réduite). Le modèle de Drude s’applique aux métaux avec des électrons dit
libres, et son analogue quantique contient les transitions intrabande. Puisque
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les transitions importantes en spectroscopie IR-VIS sont les transitions ver-
ticales (c.f., début de la section 4.1.2), ces deux modèles sont un bon point
de depart.

Pour des matériaux plus compliqués que les isolants parfaits ou les métaux
simples (les cuprates, par exemple), on utilise souvent des modèles phénoménologiques
mixtes, où les excitations dues aux porteurs “liés” sont décrites par des os-
cillateurs de Lorentz (phonons, magnons, transitions optiques interbande,
et toute autre excitation encore non comprise), et la réponse des porteurs
“libres” est décrite par un oscillateur de Drude. L’intêret que nous porterons
dans cette thèse aux modèles de Lorentz et Drude sera entièrement utilitaire :
ils nous seront utiles pour ajuster nos données brutes de réflectivité et en ex-
traire la réponse du Bi-2212 sans le substrat, à l’aide d’une procédure qui
sera décrite au chapitre 7. Nous chercherons ensuite à faire des analyses et
des interpretations sur les fonctions optiques complètes obtenues, sans atta-
cher aucune signification physique aux paramètres individuels des fonctions
diélectriques des modèles utilisées.

En présence de la supraconductivité, on ajoute au modèle de Drude-
Lorentz un autre terme décrivant la réponse optique macroscopique du conden-
sat superfluide : le modèle de London (qui n’est strictement correct que pour
un superfluide sans gap, mais qui reste une bonne approximation si ~ω ¿ ∆).
Sa contrepartie quantique pour un supraconducteur BCS est le modèle de
Mattis-Bardeen [142].

4.2.1 Réponse des charges liées — Le modèle de Lo-
rentz

Le modèle le plus simple pour décrire la réponse des charges liées à un
champ EM se propageant dans le milieu, est l’oscillateur harmonique amorti
et forcé. La force extérieure qui guide cet oscillateur est proportionnelle au
champ électrique microscopique local Eloc agissant sur la charge (force de
Lorentz)4. L’amortissement, introduit phénoménologiquement, est propor-
tionnel à la vitesse de cet oscillateur, et represente un mécanisme de perte
d’énergie. Pour un atome isolé, ce mécanisme de perte est simplement dû
au rayonnement émis par l’électron, mais dans un solide il est dû à divers
processus de diffusion inélastique. L’équation de mouvement s’écrit alors

m̄
d2r

dt2
+ m̄γto

dr

dt
+ m̄Ω2

tor = −eeffEloc, (4.35)

4En unités du SI, E et cB ont les mêmes dimensions ; pour une onde plane dans le vide,
les amplitudes sont égales. Puisque la vitesse de la charge est petite comparée à la célérité
de la lumière, le terme ∼ v×B de l’interaction de la charge avec le champ magnétique de
l’onde peut être négligé devant le terme d’interaction avec le champ électrique.
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où m̄Ω2
to = k est la constante de rappel de l’oscillateur, m̄ sa masse réduite,

et eeff sa charge effective.
Prenant un champ local avec une dépendence harmonique du temps Eloc =

E0e
−iωt, la solution à l’équation (4.35) est aussi un onde harmonique r̃ =

r̃0e
−iωt telle que

r̃ =
−eeffEloc/m̄

(Ω2
to − ω2)− iγtoω

. (4.36)

Le moment dipolaire induit sur chaque oscillateur est −eeffr̃. Si N/V
représente la densité d’oscillateurs par unité de volume, la polarisation ma-
croscopique du milieu s’écrit

P =
e2
effN

m̄V

1

(Ω2
to − ω2)− iγtoω

〈Eloc〉 = χlεvE = [εl(ω)− 1]εvE, (4.37)

où la moyenne sur Eloc est prise sur tous les sites du solide où se trouvent les
charges liées, et où χl et εl sont respectivement la susceptibilité électrique et
la fonction diélectrique macroscopique pour un oscillateur de Lorentz :

εl(ω) = 1 +
e2
effN

εvm̄V

1

(Ω2
to − ω2)− iγtoω

. (4.38)

En ecrivant l’équation (4.37), nous avons supposé que la moyenne spatiale
du champ microscopique local était égale au champ macroscopique se propa-
geant dans le milieu, c’est-à-dire, 〈Eloc〉 = E. Ceci n’est pas vrai en général,
puisque 〈Eloc〉 est une moyenne sur les sites atomiques qui n’inclut pas les
régions entre les sites. Le problème de la relation précise entre 〈Eloc〉 et E est
complexe. Toutefois, les caractéristiques essentielles de la réponse optique des
charges liées sont contenues dans la fonction diélectrique de Lorentz (4.38).
Ainsi, par la suite, nous continuerons à écrire que 〈Eloc〉 = E.

Pour plusieurs oscillateurs normaux (i.e., non couplés), la susceptibilité
électrique macroscopique est la somme de toutes les contributions indivi-
duelles, et la fonction diélectrique devient

εl(ω) = 1 +
∑

j

∆εjΩ
2
toj

(Ω2
toj − ω2)− iγtojω

, (4.39)

où nous avons défini la force d’oscillateur ∆εj par

∆εj ≡
e2
eff,jNj

εvm̄jVj

1

Ω2
toj

. (4.40)
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En faisant ω = 0 dans (4.39), la signification physique de la force d’oscil-
lateur est trouvée : ∆εj est la contribution de chaque oscillateur de Lorentz
pour augmenter ε de 1 (sa valeur à ω →∞) jusqu’à sa valeur DC :

εdc = 1 +
∑

j

∆εj. (4.41)

Modes transverses et longitudinaux

En absence d’amortissement, les fréquences Ωtoj dans (4.39) sont les pôles
de la fonction diélectrique (qui devient complètement réelle). A ces fréquences
(comme à toute autre fréquence pour laquelle ε 6= 0) seule la propagation
des ondes EM transverses est permise, d’après l’équation (4.26). Les modes
vibrationnels du système ayant des fréquences propres Ωtoj sont appelées
modes transverses. Or, à partir de (4.39), on montre que pour chaque mode
transverse du systeme, un mode longitudinal de fréquence Ωlo > Ωto peut
être déterminé : à cette fréquence, ε = 0, et la propagation d’une onde EM
longitudinale dans le milieu est aussi permise. La fonction diélectrique est
forcément négative entre ces deux fréquences [c.f. Eq.(4.39) avec γtoj = 0],
de sorte qu’il n’y a plus de propagation de la lumière dans cette gamme
spectrale. L’onde est évanescente. Il y a donc un gap optique entre les modes
TO et LO, qui se traduit par une bande de réflexion unitaire entre ces deux
fréquences.

Dans le cas plus physique d’un amortissement non nul, la fonction diélectrique
complexe de Lorentz ne s’annule jamais. Seules les ondes transverses peuvent
se propager à travers le milieu. La partie réelle de la fonction diélectrique est
négative entre Ωto et Ωlo, et une bande de réflexion apparait.

La figure 4.2 résume les propriétés optiques d’un matériau décrit par le
modèle de Lorentz.

Relation de Lyddane–Sachs–Teller

Dans le cas d’un seul oscillateur de Lorentz sans amortissement, on re-
trouve facilement la relation entre Ωlo et Ωto. En effet, d’après (4.39), on
a

Ω2
lo = Ω2

to(1 + ∆ε), (4.42)

ou encore, prenant en compte l’équation (4.41),

Ω2
lo

Ω2
to

= εdc. (4.43)
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Fig. 4.2 – Diverses fonctions optiques obtenues par le modèle de Lorentz. Paramètres :
γto/Ωto = 0.02, ∆ε = 3.
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Cette relation est connue comme la relation de Lyddane–Sachs–Teller (LST)
pour un oscillateur. La fonction diélectrique LST (équivalente à celle du
modèle de Lorentz pour un oscillateur sans amortissement) s’écrit

εlst(ω) =
Ω2

lo − ω2

Ω2
to − ω2

. (4.44)

4.2.2 Réponse des charges libres — Le modèle de Drude

Si un champ électromagnétique est appliqué à une charge complètement
libre, son accelération est proportionnelle au champ électrique de l’onde EM5.
Or, dans un solide neutre, les porteurs de charge qui ne sont pas attachés
aux noyaux ne sont pas non plus complètement libres. Ils interagissent entre
eux et avec les autres excitations élementaires du milieu (phonons, diffu-
sion inélastique électron–électron, impuretés). Du point de vue purement
phénoménologique, le résultat de tous ces processus d’interaction complexes
est l’apparition d’un amortissement (ou “temps de vie”). Ainsi, la réponse
des porteurs libres (charge −e, masse effective m? —supposée isotrope) à une
onde EM se propageant dans le milieu peut être décrite en termes simples à
l’aide de l’équation de mouvement suivante :

m? d2r

dt2
+ m?γp

dr

dt
= −eE. (4.45)

Ici, puisque les porteurs ne sont pas liés, la moyenne spatiale du champ
local ressenti par les porteurs peut être considerée comme égale au champ
macroscopique E.

L’équation de mouvement de Drude (4.45) est le “cas Ωto = 0” de
l’équation de Lorentz (4.35) (c’est à dire, pas de force de rappel). Ainsi,
la fonction diélectrique du modèle de Drude peut être obtenue avec le même
traitement que pour les oscillateurs de Lorentz :

εd(ω) = 1− Ω2
p

ω(ω + iγp)
, (4.46)

où Ωp est la fréquence de plasma, définie comme

Ω2
p =

nee
2

εvm?
, (4.47)

ne étant la densité de porteurs. Si des contributions à la fonction diélectrique
autres que celle des charges libres (par exemple, des transitions interbande)

5L’interaction de la charge avec le champ magnétique de l’onde est à nouveau négligé.
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sont présentes à des énergies supérieures à l’énergie de mesure ω, on doit
remplacer le terme de haute énergie ε(ω → ∞) = 1 dans (4.46) par la
constante ε∞. Dans ce cas, il est utile de définir le bord de plasma comme

Ω̄2
p ≡

Ω2
p

ε∞
. (4.48)

Que représente la fréquence de plasma ? Dans un solide neutre avec des
électrons “libres”, on a en realité un plasma avec une concentration égale
de charges positives et négatives, les charges négatives étant mobiles. Si le
gaz électronique mobile est alors déplacé d’une certaine distance vis-à-vis
du référentiel positif, les électrons subiront une force de rappel proportion-
nelle à ce déplacement. Ceci conduit à une oscillation harmonique du gaz
électronique avec une fréquence égale à la fréquence de plasma.

En dessous de la fréquence de plasma, en absence d’amortissement, la
fonction diélectrique devient négative. La lumière ne peut pas se propager
dans le matériau, qui devient un miroir parfait. Au dessus de cette fréquence,
la propagation est possible, et la réflectivité chute brutalement : le matériau
devient pratiquement transparent. Le modèle de Drude traite donc l’inter-
action du rayonnement EM avec les porteurs libres comme un oscillateur de
Lorentz dont la fréquence propre Ωto est nulle et dont la fréquence longitu-
dinale n’est autre que Ωp. En fait, non seulement une onde EM longitudinale
ayant cette fréquence peut se propager dans le milieu, mais les oscillations
des porteurs de charge soumis au champ EM sont elles-mêmes longitudinales,
puisque un gaz d’électrons sans intéractions (= sans amortissement) ne peut
pas avoir des vibrations transverses. Le modèle de Drude est ainsi un exemple
d’interaction entre la lumière et une vibration longitudinale dans le milieu.

Quand la fréquence de plasma est élevée, toutes les excitations de basse
énergie (par exemple, les phonons) sont écrantées par la réponse des électrons,
qui agissent comme un miroir pour les fréquences très inférieures à Ωp. Par
contre, si Ωp est de l’ordre des fréquences des phonons, ou si Ωp est légèrement
supérieure aux fréquences des phonons en présence d’un fort amortissement
(les deux conditions sont présentes dans plusieurs oxydes supraconducteurs),
la susceptibilité éléctrique est donnée, en première approximation, par l’ad-
dition des susceptibilités de Lorentz et Drude.

Pour un amortissement non nul, la fonction diélectrique complexe de
Drude ne s’annule pas, et seules les ondes EM transverses se propagent dans
le matériau. La partie réelle de la fonction diélectrique est alors négative
en dessous de la fréquence de plasma, et on a une forte réflectivité jusqu’à
cette fréquence, suivie d’une région de transparence. La figure 4.3 illustre la
réflectivité d’un matériau décrit par le modèle de Drude.
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Fig. 4.3 – Diverses fonctions optiques obtenues par le modèle de Drude. Paramètres :
γp/Ωp = 0.02, ε∞ = 4. Noter que, a cause des contributions de haute énergie qui élèvent
la fonction diélectrique, la fréquence physiquement caractéristique du système est le bord
de plasma Ωp/

√
ε∞.
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4.2.3 Réponse des électrons de Bloch — La bande de
conduction et le modèle semi-classique

Le modèle de Drude pour la réponse des charges libres ne prend en compte
ni le principe d’exclusion de Pauli sur l’occupation des niveaux électroniques,
ni la présence du potentiel périodique creé par les ions.

Quand le principe d’exclusion de Pauli est inclus dans la statistique
électronique en équilibre (mais sans tenir compte du potentiel périodique des
ions), on aboutit au modèle dit de Sommerfeld. Hors équilibre, en présence
d’un champ électromagnétique externe, la réponse optique des charges libres
(supposées indépendantes) du modèle de Sommerfeld est identique à celle
du modèle de Drude si le taux de diffusion électronique est indépendant de
l’énergie (donc de la fonction de distribution de vitesses), et pourvu que
chaque électron ne soit pas localisé à une échelle comparable à la distance
inter-électronique dans le matériau.

D’autre part, quand le potentiel périodique est pris en compte (en absence
de toute perturbation externe), on arrive au théorème de Bloch et à la des-
cription des niveaux d’énergie d’un électron (dit “de Bloch”) en termes d’une
famille de fonctions continues εn (k), chacune ayant la périodicité du réseau
réciproque. L’information contenue dans ces fonctions est connue comme la
structure de bandes du solide. k est le vecteur d’onde cristallin de l’électron
de Bloch, et n’est pas, en général, proportionnel au moment électronique. La
vitesse moyenne d’un électron de Bloch dans un niveau (n,k) est

vn(k) =
1

~
∇kεn (k) . (4.49)

A l’équilibre, et en conjonction avec le principe d’exclusion de Pauli, l’état
fondamental de N électrons de Bloch donne lieu à une configuration avec des
bandes remplies, partiellement remplies, ou vides. Pour les matériaux conduc-
teurs (et vraisemblablement pour les cuprates), quelques unes des bandes (au
moins une) sont partiellement remplies, de façon telle que l’énergie du dernier
état occupé (énergie de Fermi εF ) se trouve à l’intérieur d’une ou plusieures
bandes. Pour chaque bande partiellement remplie il y aura donc une surface
dans l’espace des k séparant les états occupés et vides. L’ensemble de ces
surfaces est la surface de Fermi du matériau.

Hors équilibre, le modèle semi-classique généralise les résultats du modèle
de Sommerfeld au cas où les électrons sont plongés dans un potentiel périodique.
C’est-à-dire, le modèle semi-classique s’intéresse à l’électrodynamique des
électrons de Bloch, en abordant la question suivante : comment bouge un
électron de Bloch entre deux collisions ?.6

6Le modèle semi-classique laisse de côté la question de la nature précise des collisions.
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Etendue du 
paquet d’ondes

Constante du réseau

Longueur d’onde du champ appliqué

Fig. 4.4 – Vue schématique de la situation décrite par le modèle semi-classique. La
longueur d’onde du champ appliqué est beaucoup plus grande que l’étendue du paquet
d’ondes décrivant l’électron, qui à son tour est bien plus grand que les dimensions de la
cellulle élémentaire.

Le point de départ du modèle semi-classique est de considérer un paquet
d’onde, avec un vecteur d’onde bien défini à l’échelle de la zone de Brillouin,
formé par des niveaux de Bloch dans une même bande n. L’idée est que
l’énergie d’un tel paquet ne soit pas trop différente de l’énergie εn (k) d’un
électron de Bloch, pour pouvoir ainsi calculer sa vitesse à l’aide de la relation
(4.49). Ainsi, si ∆k est la dispersion en vecteur d’onde dudit paquet d’onde,
alors la largeur spatiale du paquet est ∆R ≈ 1/∆k. Puisque ∆k doit être petit
comparé aux dimensions de la zone de Brillouin, qui sont de l’ordre de 1/a
(a étant la constante du réseau), il s’ensuit que ∆R doit être grand comparé
avec a. Il faut alors, pour avoir un vecteur d’onde bien défini, considérer
des paquets d’onde de niveaux de Bloch qui s’étendent sur plusieurs cellules
élémentaires.

Le modèle semi-classique décrit alors la réponse de tels paquets d’onde
à des champs éléctromagnétiques externes traités classiquement. Pour que
les forces des champs EM sur les paquets d’onde puissent être décrites en
terme de forces classiques, il faut considérer des champs EM qui varient

Toutefois, il est clair que la théorie de Bloch exclut la vision näıve des collisions électron-
ion comme responsables du mécanisme de perte d’énergie : dans un réseau périodique
parfait, une onde (l’électron) peut se propager sans atténuation à cause des intérferences
constructives cohérentes des ondes diffusées.
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très peu à l’échelle d’un paquet d’onde ; c’est-à-dire, des champs EM avec
des longueurs d’onde très supérieures aux dimensions de la cellule unitaire
(typiquement . 10 Å). Le modèle semiclassique sert donc en principe pour
décrire la réponse infrarouge-visible des matériaux (voir la figure 4.4).

La caractéristique subtile qui rend le modèle semi-classique plus com-
pliqué (et complet) que la limite classique de Drude–Sommerfeld pour les
électrons libres, est que le potentiel périodique du réseau varie sur des dimen-
sions plus petites que l’étendue spatiale du paquet d’ondes. Par conséquent,
le potentiel périodique ne peut pas être traité classiquement.

Hypothèses du modèle semi-classique

Le modèle semi-classique prédit la façon dont la position r et le vecteur
d’onde k du paquet d’ondes (que nous appellerons désormais “l’électron”)
évoluent en présence d’un champ EM externe appliqué. La structure de
bandes εn (k) du matériau est supposée connue, et aucune hypothèse explicite
n’est faite sur le potentiel ionique périodique. Le but du modèle est donc de
relier la structure de bandes avec les propriétés de transport du système.

Etant alors données les fonctions εn (k), le modèle semiclassique associe
à chaque électron une position r, un vecteur d’onde k, et un indice de bande
n. Au cours du temps, et en présence des champs électrique et magnétique
E(r, t) et B(r, t) dans le milieu, les variables (n, r,k) sont supposées évoluer
selon les règles suivantes :

1. L’indice de bande est une constante du mouvement. Le modèle semi-
classique ignore la possibilité des transitions inter-bande.

2. Entre deux collisions, les équations du mouvement pour la position et
le vecteur d’onde d’un électron dans la bande n sont :

dr

dt
= vn(k) =

1

~
∂εn (k)

∂k
, (4.50)

~
dk

dt
= −e [E(r, t) + vn(k)×B(r, t)] . (4.51)

3. Le vecteur d’onde d’un électron est défini à un vecteur K du réseau
réciproque près. Les états étiquetés (n, r,k) et (n, r,k + K) décrivent
le même électron7. Par conséquent, tous les vecteurs d’onde différents
pour une bande donnée se trouvent dans la première zone de Brillouin.

4. Hors équilibre, la fonction de distribution électronique est une fonction
gn(r,k, t) telle que gn(r,k, t)drdk/4π3 donne le nombre d’électrons dans

7En vertu de la périodicité de εn (k), les équations du mouvement semi-classiques
préservent cette équivalence.
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la bande n à l’instant t contenus dans le volume drdk autour du point
(r,k) de l’espace des phases semi-classique. A l’équilibre, g se réduit à
la distribution de Fermi-Dirac

gn(r,k, t) ≡ f(εn(k)),

f(ε) =
1

e(ε−µ)/kBT + 1
, (4.52)

où µ est le potentiel chimique.

5. Un électron subit une collision entre les instants t et t + dt avec une
probabilité dt/τ , où τ = τn(r,k).

6. La distribution d’électrons sortant d’une collision à un instant donné ne
dépend pas de la structure de la fonction de distribution hors-équilibre
gn(r,k, t) juste avant la collision.

7. Si les électrons dans une région autour de r possèdent la distribution à
l’équilibre appropriée pour une température locale T (r),

gn(r,k, t) = g0
n(r,k) =

1

e(εn(k)−µ(r))/kBT (r) + 1
, (4.53)

alors les collisions n’altéreront pas la forme de la fonction de distribu-
tion.

Les conditions 5-7, qui font une approche simple au problème des colli-
sions, sont connues sous le nom d’approximation du temps de relaxation [138].
Le fait que les collisions acheminent le système électronique vers l’équilibre
thermodynamique est l’essence des conditions 6 et 7.

Commentaires et limites de validité

Pour que le modèle soit valable, les champs appliqués ne doivent pas
causer des transitions inter-bande. Ainsi, le potentiel ionique ne peut pas
être arbitrairement faible (vis-à-vis de l’énergie fournie à l’électron par le
champ EM) ; autrement, l’électron pourrait subir une transition inter-bande.
Désormais, nous nous intéresserons au cas d’un champ électrique, soit sta-
tique, soit celui d’une onde électromagnétique (pour laquelle le champ magnétique
associé est négligeable).

Si E est l’amplitude du champ électrique, et εgap(k) est la différence
entre εn(k) et l’énergie la plus proche εn′(k) au même point k mais sur une
bande différente, alors les équations semi-classiques du mouvement pour des
électrons au point k dans la bande n seront valables si

eEa ¿ [εgap(k)]2

εF

. (4.54)
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Pour les cuprates, dans le cadre des expériences de spectroscopie infra-
rouge, cette condition est largement respectée. En effet, l’énergie de Fermi
pour les cuprates est de l’ordre de 100 − 300 meV (concentration de por-
teurs ∼ 1020 − 1021 cm−3, vitesse de Fermi ∼ 2 − 4 × 107 cm/s), et les
premières transitions inter-bande se trouvent dans le visible (εgap & 1 eV),
ce qui donne ε2

gap/εF ∼ 10 eV. Or, pour une résistivité ρ ∼ 100 µΩ − cm
(typique des cuprates à température ambiante), et un paramètre de maille
a ∼ 10 Å, il faudrait, pour violer la condition ci-dessus, que la densité de
courant j induite dans le matériau par le champ électrique E soit j = E/ρ &
ε2
gap/(eaρεF ) ∼ 1012 A/cm2. Bien sur, aucune source lumineuse sur Terre ne

produit un champ électrique aussi intense pour induire une pareille densité
de courant.

En sus de la condition (4.54) sur l’amplitude du champ électrique, il faut
ajouter une condition de basse-fréquence pour le champ (sinon, un photon
de fréquence suffisamment élevée produirait une transition interbande), et
une condition sur la longueur d’onde du champ (qui doit être beaucoup plus
grande que la taille du paquet d’ondes) :

~ω ¿ εgap, (4.55)

λ À a. (4.56)

Ceci signifie que le modèle semi-classique est a priori applicable aux cu-
prates pour étudier la réponse optique des porteurs dans la bande de conduc-
tion, en-dessous de ∼ 1 eV.

En général, comme le modèle semi-classique ne prend pas en compte
les transitions inter-bande, on peut supposer que chaque bande contient un
nombre fixe de porteurs d’un type particulier. Ainsi, près de l’équilibre, seules
les bandes ayant des énergies plus petites que εF , ou à quelques kbT au-dessus
de εF , doivent être considérées. Le résultat est que seul un petit nombre de
bandes (la bande de conduction, pour un conducteur) sont nécessaires pour
rendre compte des propriétés de transport du matériau.

Calcul de la fonction de distribution hors-equilibre

Les conditions 5-7 du modèle semi-classique suffisent pour déterminer la
forme dgn(r,k, t) de la fonction de distribution pour les électrons subissant
une collision près du point r entre les instants t et t + dt. En effet, d’après la
condition 7, si à l’instant t les électrons étiquetés (n,k) près du point r ont
une distribution à l’équilibre, alors le nombre d’électrons sortant de (n,k)
pendant l’intervalle de temps dt (à cause des collisions) doit être compensé
par le nombre d’électrons dgn(r,k, t) subissant une collision près de r et

80



rentrant dans (n,k) pendant le même intervalle de temps. Selon la condition
5, ceci s’écrit comme

dgn(r,k, t) =
dt

τn(r,k)
g0

n(r,k). (4.57)

Mais, selon la condition 6, dg ne dépend pas de la forme de la fonction de
distribution avant la collision. Par conséquent, la relation (4.57) est valable
∀g, et constitue la formulation précise de l’approximation du temps de re-
laxation.

En prenant en compte les équations semiclassiques du mouvement entre
deux collisions,8 on trouve alors, à partir de l’équation (4.57), la forme de
la fonction de distribution hors-équilibre à tout instant (par simplicité, nous
n’écrirons pas pour l’instant les arguments autres que le temps) :

g(t) = g0 +

∫ t

−∞
dt′P (t, t′)

{(
−∂f

∂ε

)
v·

[
−eE−∇µ−

(
ε− µ

T

)
∇T

]}
,

(4.58)

P (t, t′) = exp

[
−

∫ t

t′

dt̄

τ (t̄)

]
. (4.59)

Ici, la fonction de Fermi est évaluée à la température et potentiel chimique
locaux, et toutes les quantités entre accolades dépendent du temps t′ au
travers des arguments rn(t′) et kn(t′) —l’orbite solution aux équations du
mouvement qui passe par le point (r,k) quand t = t′. P (t, t′) est la probabilité
pour qu’un électron ne subisse pas de collision entre les instants t′ et t.

Approximation du temps de relaxation dépendant de l’énergie

Sous certaines conditions (par exemple, pour une distribution homogène
d’impuretés), le taux de diffusion peut dépendre seulement du vecteur d’onde
de l’électron. Le modèle semi-classique fait la simplification supplémentaire
d’écrire cette dépendance seulement à travers εn(k). Bien qu’il n’y ait pas
de justification formelle pour cette hypothèse, elle permet, pour les métaux,
d’approximer le taux de diffusion par une constante. En effet, le facteur ∂f/∂ε
dans (4.58) étant négligeable sauf dans une région O(kbT ) autour de l’énergie
de Fermi, seule la dépendence de τ(ε) autour de εF est significative dans les
métaux.

8Pour un calcul détaillé, voir la référence [138].
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Avec ces suppositions, on peut re-écrire l’équation (4.58) comme

g(k, t) = g0(k) +

∫ t

−∞
dt′e−(t−t′)/τ(ε(k))

(
−∂f

∂ε

)

×
{
v(k)·

[
−eE(t′)−∇µ(t′)−

(
ε(k)− µ

T

)
∇T (t′)

]}
,

(4.60)

où nous avons ré-introduit explicitement les dependances en k et t, sans faire
référence explicite à l’indice de bande n.

Modèle semiclassique et conductivité

Si le champ électrique appliqué a une dépendance harmonique en fonction
du temps E = E0e

−iωt, et si la température de l’échantillon est uniforme, la
fonction de distribution hors-équilibre prend la forme simple

g(k) = g0(k)− eE · v(k)

[1/τ (ε (k))]− iω

(
−∂f

∂ε

)
. (4.61)

Comme le nombre d’électrons par unité de volume ayant un vecteur
d’onde entre k et k+dk est g(k)dk/4π3, la densité de courant dans la bande
n est

j(n) = −e

∫
dk

4π3
v(k)g(k), (4.62)

où l’intégration est faite sur la pemière zone de Brillouin. La densité de
courant totale est la somme des densités de courant sur toutes les bandes
pleines ou partiellement pleines. Des relations (4.61) et (4.62), il s’ensuit que
le tenseur de conductivité de la n-ième bande σ̄(n) (tel que j(n) = σ̄(n)E) est :

σ̄(n)(ω) = e2

∫
dk

4π3

vn(k)vn(k)

[1/τn (εn (k))]− iω

(
−∂f

∂ε

)

ε=εn(k)

. (4.63)

Cette relation contient quelques aspects importants de la physique de la
réponse optique des porteurs libres dans les solides, qui sont plus géneraux
que les approximations ici exposées ne le laissent voir. Premièrement, elle
montre que la conductivité moyenne la réponse des porteurs sur l’espace
des vecteurs d’onde. Sous la forme (4.63), cette moyenne est faite sur la
réponse “à la Drude” des porteurs pour chaque direction du vecteur d’onde.
Deuxièmement, la moyenne est pondérée par deux facteurs : le carré de la
vitesse des électrons (pour les éléments diagonaux de la conductivité), qui
dépend de la direction du vecteur d’onde, et la dérivée en énergie de la

82



fonction de Fermi évaluée sur la bande en question. Comme cette dernière
dérivée est négligeable sauf dans une région O(kbT ) autour de l’énergie de
Fermi, la moyenne est en pratique significative seulement autour de la surface
de Fermi. Ainsi, les bandes pleines à plusieurs kbT en-dessous du niveau de
Fermi ne participent pas à la réponse optique du système, et la vitesse qui
apparâıt dans (4.63) est la vitesse de Fermi.

Pour les cuprates, la projection de la surface de Fermi sur le plan réciproque
au plan CuO2 n’est pas circulaire, et l’on s’attend par conséquent à ce que
les propriétés de transport de ces matériaux soient plus ou moins marquées
par la physique autour des certaines régions de la première zone de Brillouin.
Nous reviendrons plus tard, au chapitre 5, sur ce point. Pour l’instant, deux
critiques à l’application stricte de la formule semi-classique au cas des cu-
prates s’imposent :

– Il n’est pas clair, à l’heure actuelle, si la fonction de distribution en
équilibre des matériaux les plus sous-dopés est la fonction de Fermi.
On parle des “non-liquides de Fermi”. En tout cas, l’existence d’une
surface de Fermi est solidement établie (chapitre 2).

– L’approximation du temps de relaxation, qui suppose que la nature
de la diffusion est indépendante de la fonction de distribution hors-
équilibre, est sans doute à revoir dans des matériaux compliqués comme
les cuprates.

Le traitement detaillé de ces questions pour les cuprates est aujourd’hui
un sujet de recherche actif aussi bien dans le laboratoire que sur le papier.
Les outils théoriques de départ sont la formulation de Kubo de la réponse
linéaire pour un système à plusiers corps, en conjonction avec le formalisme
de Boltzmann pour trouver la fonction de distribution hors-équilibre. Dans
cette thèse, nous n’irons pas plus loin que l’approximation semi-classique.

4.2.4 Réponse infrarouge des paires de Cooper — Les
modèles de London et Mattis-Bardeen

La transition de phase supraconductrice entrâıne l’ouverture d’une bande
interdite autour du niveau de Fermi de largeur ∆ pour les électrons non
appariés. A température nulle, dans l’état supraconducteur, tous les électrons
se couplent pour former des paires, l’énergie pour briser une paire étant égale
à 2∆0. Les électrons appariés (les paires de Cooper) forment un fluide chargé
sans résistance électrique (un “superfluide” de porteurs) où le mouvement
des porteurs est non-amorti. La concentration de paires de Cooper (divisée
par leur masse effective) dans ce fluide fixe une échelle de fréquence Ωl.

La formation de cet état condensé peut se manifester dans le spectre
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infrarouge lointain comme une augmentation de la réflectivité en dessous
d’une énergie caractéristique. Deux cas sont possibles :

1. Soit ~Ωl > 2∆, et le spectre infrarouge présente la signature de l’am-
plitude 2∆ du gap supraconducteur (R = 1 à T = 0). Les paires de
Cooper sont brisées par le rayonnement au dessus de 2∆,

2. Soit ~Ωl < 2∆, auquel cas le seuil de transparence du superfluide est
atteint, quand la fréquence crôıt, avant le seuil d’énergie où des paires
sont brisées par la lumière.

Dans les cuprates, ces deux cas sont présents. Le premier, et celui qui nous
intéresse ici, correspond à la réponse optique des plans CuO2, dont la concen-
tration de porteurs libres (le bord de plasma∼ 1 eV) est beaucoup plus grande
que l’énergie typique du gap (∼ 20−40 meV). Le cas ~Ωl < 2∆ correspond à
la réponse selon l’axe c, caractérisée dans l’état supraconducteur par un cou-
plage Josephson faible (la distance entre plans —quelques dizaines d’Å— est
plus grande que la longueur de cohérence —quelques Å—). Pour le Bi-2212,
la réponse selon l’axe c est bien décrite par le modèle de Lawrence-Doniach
[143], qui revient à décrire les électrons d’une paire par une masse effective
très grande dépendant du couplage Josephson.

Plaçons-nous alors dans le cas ~Ωl > 2∆. Si l’amplitude du gap supra-
conducteur est indépendante du vecteur d’onde de la paire, ou même si le
gap ne s’annule pour aucune direction dudit vecteur d’onde, on a, à T = 0,
une réflectivité unitaire (correspondante à la réponse du superfluide) jusqu’à
l’énergie 2∆0, où des paires sont brisées. Ceci correspond au cas BCS. Dans
les cuprates, du moins en régime sous-dopé et faiblement sur-dopé, le gap
présente des nœuds dans certaines directions du vecteur d’onde. Même à
température nulle, il y a des excitations électroniques disponibles à toutes
les énergies jusqu’à ω = 0. Dans l’état supraconducteur des cuprates, dans
l’infrarouge lointain, on s’attend donc à une augmentation de la réflectivité
en-dessous de deux fois l’énergie du gap, mais sans jamais atteindre une
réflectivité unitaire.

La réponse infrarouge de la phase supraconductrice sera décrite par l’ad-
dition à la susceptibilité normale d’une susceptibilité χsc décrivant la bande
supraconductrice supplémentaire. Nous allons présenter les deux modèles les
plus simples pour décrire l’état condensé : le modèle de London pour la des-
cription de la réponse sans dissipation du superfluide, et les équations de
Mattis-Bardeen (modèle BCS) pour la manifestation du gap supraconduc-
teur.
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Le modèle de Gorter-Casimir-London et le fluide supraconducteur

Le modèle de Gorter-Casimir-London (Gorter et Casimir pour les super-
fluides, adaptation des frères London pour les supraconducteurs) suppose que
dans un supraconducteur à température T < Tc, seule une fraction ns(T )/n
du nombre total d’électrons de conduction forment le fluide supraconducteur
capable de porter un courant sans pertes. ns est la concentration d’électrons
supraconducteurs, qui tend vers la concentration totale d’électrons de conduc-
tion n quand T ¿ Tc, et tend vers zéro quand T → T−

c . La fraction restante
d’électrons sont supposés former un “fluide normal”, de concentration n−ns,
incapable de porter un courant sans pertes. Le modèle suppose que le fluide
normal et le superfluide s’écoulent en parallèle.

Ainsi, si un champ électrique apparâıt dans un supraconducteur, les électrons
supraconducteurs seront accélérés librement, selon l’équation du mouvement

m
d2rs

dt2
= −eE, (4.64)

où rs est la position du super-électron, −e sa charge, m sa masse, et E le
champ macroscopique. Cette équation de mouvement est identique à celle
du modèle de Drude sans amortissement. Cette comparaison, plus le fait
que la conductivité DC d’un supraconducteur est infinie, permet d’écrire la
conductivité du modèle de London comme

σlond = αδ(ω) + i
εvΩ

2
l

ω
, (4.65)

avec la fréquence de London définie comme

Ω2
l =

nse
2

εvm
. (4.66)

La condition de causalité pour la réponse du système implique (section 4.4)
que les fonctions optiques doivent respecter les relations de Kramers-Kronig
et les règles de somme données par le comportement asymptotique de telles
relations. Puisque ns est la contribution du superfluide à la concentration
totale d’électrons, la règle de somme (4.97) [ou la relation (4.95)] donne

α =
πεv

2
Ω2

l. (4.67)

La fonction diélectrique pour le modèle de London est donc

εlond = 1− Ω2
l

ω2
+ i

πΩ2
l

2ω
δ(ω). (4.68)

85



1

 

σσσσ1
(ωωωω)

R(ωωωω)

 

 

 

 T << T
C

 T > T
C

σσσσ2
(ωωωω)

 ηηηη(ωωωω)

 

ΩΩΩΩP
 →→→→ ΩΩΩΩL

κκκκ(ωωωω)

 

 

 

Fig. 4.5 – Diverses fonctions optiques lors du passage du fluide normal (Drude à T > Tc,
γp/Ωp = 0.2, ε∞ = 1) au fluide superconducteur (T ¿ Tc) obtenues par le modèle de
London.
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La figure 4.5 montre le passage du fluide normal (T > Tc) au fluide
supraconducteur (T ¿ Tc). Comme nous le verrons au moment de la discus-
sion de la causalité et les règles de somme, l’aire sous la partie réelle de la
conductivité est une constante indépendante de la température et des détails
microscopiques de l’électrodynamique du système. L’aire perdue à fréquence
finie lors du passage à l’état supraconducteur, est retrouvée à fréquence nulle
dans le pic de Dirac réprésentant la réponse du superfluide.

L’inclusion de la fonction diélectrique de London dans les équations de
Maxwell montre que les champs magnétiques ne pénètrent pas dans un su-
praconducteur massif ; ils sont écrantés par les supercourants. La profondeur
de pénétration d’un champ magnétique, ou profondeur de pénetration de
London, est λl = c/Ωl.

Le gap supraconducteur et le modèle de Mattis-Bardeen

L’existence d’une énergie de formation des paires de Cooper entrâıne l’ou-
verture d’une bande interdite autour de l’énergie de Fermi pour les électrons
non appariés. L’observation en infrarouge de cette bande (mise en évidence en
1956 par Glover et Tinkham pour les supraconducteurs BCS [144, 145, 146])
passe par un processus de brisure des paires. Pour les supraconducteurs BCS
avec un gap isotrope (absence de nœuds et symétrie s) la modélisation de la
réponse IR de cette excitation, a été élaborée, dans la limite “sale extrême”
(1/τqp ≫ ∆0, τQP étant le temps de vie moyen des porteurs), par Mattis et
Bardeen en 1958 [142].

Le calcul de Mattis-Bardeen s’inscrit dans le cadre de la théorie de la
réponse linéaire Ils partent du Hamiltonien du système électronique avec
un champ électromagnétique comme perturbation externe. En absence de la
perturbation, et à T > Tc, les électrons sont supposés respecter la statistique
de Fermi-Dirac.

En absence de diffusion, les états à une particule sont supposés des ondes
planes. La diffusion, considérée comme élastique, est introduite en suppo-
sant des centres diffuseurs. Les états à une particule en présence de diffusion
sont construits comme des combinations linéaires d’ondes planes possédant
approximativement la même énergie. Pour une énergie donnée, la densité
électronique est calculée en faisant une moyenne sur des centres diffuseurs
distribués aléatoirement dans le solide, de façon telle que cette densité ne
dépende pas du vecteur d’onde électronique (diffusion isotrope). Cette moyenne
est correcte dans la jauge de Coulomb et dans la limite d’une faible densité des
centres de faible diffusion, et restreint l’application du modèle aux systèmes
avec une distribution de charge spatialement uniforme et un libre parcours
moyen des électrons très supérieur à la séparation inter-atomique. Dans ces
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Fig. 4.6 – Réflectivité et conductivité optique complexe dans la phase supraconductrice
à partir du modèle de Mattis-Bardeen (étendu au cas de τqp arbitraire) en limite sale.
L’evolution en température adoptée est celle prédite par BCS. Noter que la conductivité
calculée dépend de celle de l’état normal. Ici, la conductivité de l’état normal est celle du
modèle de Drude, avec Ωp ≈ 650∆0 et γp ≈ 20∆0.
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Fig. 4.7 – Réflectivité et conductivité optique complexe dans la phase supraconductrice
à partir du modèle de Mattis-Bardeen (étendu au cas de τqp arbitraire) en limite “propre”.
Seules les états normal et T = 0 sont montrés, pour comparaison avec la limite sale. La
conductivité de l’état normal est à nouveau celle du modèle de Drude, avec Ωp ≈ 650∆0

et γp ≈ 2∆0. Noter que, pour la réflectivité, l’échelle verticale s’étend sur moins de 1%.
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conditions, les auteurs déterminent une densité de courant dépendant de la
fréquence pour l’état normal. Ensuite, par extension de cette méthode avec
les résultats BCS [135], les auteurs calculent la densité de courant pour la
phase supraconductrice. Le rapport de ces deux densités de courant permet la
détermination du rapport entre la conductivité de l’état supraconducteur (σs)
et celle de l’état normal (σn). Pour cela, il est utile d’écrire la température,
la fréquence et l’énergie par particule en unités du gap ∆

τ =
kBT

∆
, ν =

~ω
∆

, et ξ =
E

∆
, (4.69)

et de définir les fonctions

K1(ξ, ν) =
ξ2 + 1 + νξ√

[(ξ + ν)2 − 1](ξ2 − 1)
, (4.70)

K2(ξ, ν) =
ξ2 + 1 + νξ√

[(ξ + ν)2 − 1](1− ξ2)
. (4.71)

Ainsi, dans la limite “sale extrême” (1/τqp ≫ ∆0), les rapports de
conductivité s’écrivent sous la forme

σ1,s(ν)

σn

=
2

ν

∫ ∞

1

[f(ξ, τ)− f(ξ + ν, τ)]K1(ξ, ν)dξ +

+
1

ν

∫ −1

1−ν

[1− 2f(ξ + ν, τ)]K1(ξ, ν)dξ, et (4.72)

σ2,s(ν)

σn

=
1

ν

∫ 1

ν̄

[1− 2f(ξ + ν, τ)]K2(ξ, ν)dξ, avec (4.73)

ν̄ =

{
1− ν; ν < 2
−1; ν > 2.

Dans (4.72) la deuxième intégrale n’est évaluée que si ν > 2. Notons que dans
le formalisme de Mattis-Bardeen, qui s’appplique à la limite très sale, τqp

n’apparâıt pas comme paramètre. Remarquons également que ce formalisme
ne prévoit pas l’évolution de la valeur du gap avec la température.

Le calcul de Mattis et Bardeen a été étendu au cas τqp arbitraire par
Zimmermann et collaborateurs [147]. Les figures 4.6 et 4.7 montrent, en limite
“sale” (1/τqp À ∆0) et limite “propre” (1/τqp ¿ ∆0) respectivement, les
résultats numériques obtenus suivant les calculs de Zimmermann pour la
conductivité et la réflectivité, en utilisant une évolution thermique du gap
donnée par BCS :

∆(T )

∆0

= tanh

[
Tc∆(T )

T∆0

]
. (4.74)
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Dans les cuprates, la longueur de cohérence ξ des paires est bien plus pe-
tite que le libre parcours moyen l des porteurs. Pour le Bi-2212, par exemple,
on a ξab/lab ∼ 0.1 − 0.2. Dans le sens BCS, ceci signifie que le gap des cu-
prates est plus grand que la “largeur” de la courbe de conductivité dans
l’état normal : les cuprates sont des supraconducteurs en “limite propre”.
Comme l’absorption optique des porteurs libres dans l’état normal est déjà
assez basse à des fréquences ω & 1/τqp, l’ouverture eventuelle d’un gap su-
praconducteur est difficilement répérable [39] —contrairement au cas “sale” ;
comparer les figures 4.6 et 4.7. A ceci il faut ajouter l’absorption des bandes
d’infrarouge moyen, présentes même dans l’état supraconducteur, et l’exis-
tence, à cause des nœuds du gap, des excitations de basse énergie à toute
température, phénomènes tous deux qui masquent encore plus l’apparition
d’un gap.

Notons que les équations (4.72) et (4.73) donnent la variation des rapports
de conductivité entre les états supraconducteur et normal. Pour connâıtre la
conductivité dans l’état supraconducteur (dans l’hypothèse où le modèle de
Mattis-Bardeen s’applique), il faudrait connâıtre celle de l’état normal —
problème encore non résolu pour les cuprates.

4.3 La fonction diélectrique complète des cu-

prates

En absence d’une théorie microscopique de l’électrodynamique des cu-
prates, une modelisation phénoménologique de la fonction diélectrique peut
s’avérer utile. En principe, le choix des fonctions modèle est arbitraire (cha-
pitre 6), à condition que (i) la ou les fonctions choisies respectent la causalité
(voir la section 4.4), (ii) les donnés expérimentales soient bien reproduites,
et surtout (iii) que l’on ne fasse aucune interpretation basée seulement sur
les paramètres intervenant dans la fonction modèle.

Nous écrirons la fonction diélectrique complète des cuprates comme

ε(ω) = ε∞ +
Ω2

p

ω(ω − iγp)
+

∑
j

∆εjΩ
2
toj

(Ω2
toj − ω2)− iγtojω

+ χsc(ω). (4.75)

La constante réelle ε∞ modélisera la contribution des excitations au-delà de
la derniére fréquence mesurée. Enfin, dans l’état supraconducteur, la suscep-
tibilité χsc(ω) modélisera la contribution des paires de Cooper à la réponse
totale macroscopique du système. A très basse fréquence (en tout cas en-
dessous du gap spectroscopique 2∆), nous assimilerons la contribution des
paires à celle du superfluide de London.
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Nous verrons que ce choix arbitraire de ε(ω) —puisqu’on ne gardera à
la fin que la fonction diélectrique totale— réproduit suffisamment bien nos
données. Sa simplicité est alors un argument additionnel pour garder ce choix.

4.4 Causalité, relations de Kramers-Kronig

et règles de somme

4.4.1 Causalité

La causalité est un concept physique dont la définition précise est délicate.
Toutefois, en termes généraux, causalité signifié que l’effet ne peut pas préceder
la cause. Ainsi, la réponse H d’un système quelconque à une excitation ex-
terne G ne peut pas avoir lieu avant l’application de telle excitation. Dans
l’approximation de réponse linéaire, ceci peut s’écrire comme

H(t) =

∫ ∞

−∞
F (t− t′)G(t′)dt′, avec (4.76)

F (t− t′) = 0 pour t− t′ < 0. (4.77)

La dépendance en fréquence de la fonction de réponse est alors obtenue par
transformation de Fourier de l’équation (4.76) en utilisant le théorème de
convolution de Fourier :

h(ω) = f(ω)g(ω), (4.78)

où f(ω) et F (t) sont des transformées de Fourier l’une de l’autre, et ainsi de
suite.

La connexion entre causalité et relations de Kramers-Kronig est donnée
par le théorème de Titchmarsh (références [148] et [149]). Ce théorème stipule
que, si f(ω) est carré-intégrable9 le long de l’axe réel ω, alors la vérification
d’une seule des trois conditions suivantes implique les deux autres :

1. La transformée de Fourier de f(ω) est zéro pour t < 0.

2. La fonction f(z), obtenue en substituant ω ∈ R → x + iy = z ∈ C,
est analytique sur le demi-plan y > 0, et s’approche de f(x) presque
partout quand y → 0. En plus, f(z) est carré-intégrable sur l’axe réel
pour y > 0, c’est-à-dire,

∫ ∞

−∞
|f(x + iy)|2dx < K pour y > 0. (4.79)

9
∫∞
−∞ |f(ω)|2dω < ∞.
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3. Les parties réelle et imaginaire de f(z) sont des transformées de Hilbert
l’une de l’autre (P signifie la partie principale de l’intégrale) :

Ref(x0) =
1

π
P

∫ ∞

−∞

Imf(x)

x− x0

dx (4.80)

Imf(x0) = − 1

π
P

∫ ∞

−∞

Ref(x)

x− x0

dx. (4.81)

L’hypothèse d’une relation causale entre l’excitation et la réponse de
notre système linéaire [équations (4.76) et (4.77)] garantit que la première
des conditions ci-dessus est vérifiée. Ainsi, si f(ω) est carré-intégrable, le
théorème de Titchmarsh donne la troisième condition comme conséquence.

4.4.2 Relations de Kramers-Kronig

Puisque en physique les excitations et les réponses sont des grandeurs
mesurables, on a H,G ∈ R. Par conséquent, la fonction de réponse F doit
être aussi réelle, ce qui implique la relation de symétrie suivante sur f :

f(−x) = f ?(x). (4.82)

Quand cette condition est prise en compte dans les relations de Hilbert (4.80)
et (4.81), on obtient les relations de Kramers-Kronig (Kronig 1926, Kramers
1927 — réferences [150] et [151]) :

Ref(x0) =
2

π
P

∫ ∞

0

xImf(x)

x2 − x2
0

dx (4.83)

Imf(x0) = −2x0

π
P

∫ ∞

0

Ref(x)

x2 − x2
0

dx. (4.84)

Si la condition f(x) → 0 quand x → ∞ n’est pas verifiée, les relations de
Kramers-Kronig doivent être écrites pour f(x) − f(∞) au lieu de f(x). Si
la fonction f(x) possède un pôle à x = 0 autour duquel f(x) = iA/ω (A
constante), alors il faut changer l’équation (4.84) par

Imf(x0) = −2x0

π
P

∫ ∞

0

Ref(x)

x2 − x2
0

dx +
A

x0

. (4.85)

L’importance des relations de Kramers-Kronig est capitale : elles sont
complétement independantes des interactions dans le système considéré, et
permettent de calculer la partie réelle (imaginaire) de la fonction de réponse
si l’autre partie est connue.
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Kramers-Kronig et la réponse optique des solides

Une fonction de réponse optique d’un solide est, dans l’approximation
linéaire, la fonction diélectrique. Comme ε(ω → ∞) = 1, les relations de
Kramers-Kronig pour la fonction diélectrique deviennent

ε1(ω0)− 1 =
2

π
P

∫ ∞

0

ωε2(ω)

ω2 − ω2
0

dx (4.86)

ε2(ω0) = − 2ω0

π
P

∫ ∞

0

ε1(ω)− 1

ω2 − ω2
0

dx +
σ1(0)

εvω0

. (4.87)

En écrivant le dernier terme à droite dans (4.87), nous avons supposé que le
matériau est conducteur (ou, du moins, sa conductivité DC n’est pas nulle).
Pour un isolant parfait, ce terme n’existe pas.

Des relations de Kramers-Kronig peuvent être aussi établies pour les
autres fonctions de réponse optique.

La réflectivité et Kramers-Kronig

D’après l’équation (4.31), la réflectivité complexe r̃(ω) = r(ω) exp [iθ(ω)]
peut être considerée comme une fonction de réponse linéaire. En effet, elle
donne le champ EM réflechi Er(r, ω) en fonction du champ incident Ei(r, ω)
comme Er(r, ω) = r̃(ω)Ei(r, ω). D’autre part, |r̃| est une grandeur bornée
entre 0 et 1 (pas de singularités), telle que, quand ω → ∞, |r̃| → 0 comme
1/ω4 (le vide, du moins le classique, ne réflechit pas).10 Toutefois, ceci s’avère
peu utile du point de vue pratique : on obtiendrait des relations de Kramers-
Kronig entre r cos θ et r sin θ, alors que la grandeur réellement mesurée est
r2(ω). Pour résoudre cette difficulté, on construit, à partir de r̃(ω), une fonc-
tion complexe de variable complexe ω̃ qui vérifie les conditions du théoréme
de Titchmarsh. Typiquement, cette nouvelle fonction est [137] :

fr(ω̃; ω0) =
(1 + ω0ω̃) ln [r̃(ω̃)]

(1 + ω̃2)(ω0 − ω̃)
, (4.88)

où ω0 est réelle et positive. On démontre alors aisément que θ(ω) et R(ω) =
r2(ω) sont reliées par la relation

θ (ω0) = −ω0

π

∫ ∞

0

ln [R (ω) /R (ω0)]

ω2 − ω2
0

dω, (4.89)

que l’on avait inroduit déjà [Eqn. (4.32)].

10Le comportement en 1/ω4 est celui d’un plasma d’électrons du modèle de Drude
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4.4.3 Règles de somme

Le comportement asymptotique (x0 → ∞) des relations de Kramers-
Kronig (4.83) et (4.84) amène à des règles de somme extrêmement impor-
tantes du point de vue fondamental, et très utiles du point de vue pratique.

Les hypothèses de départ sont que Ref(x) et xImf(x) sont des fonctions
continûment differentiables pour x ≥ x0 (où x0 peut être pris arbitrairement
grand), et qui tendent vers zéro plus rapidement que 1/x quand x → ∞.
On constate alors que, quand x0 → ∞, les relations de Kramers-Kronig
deviennent [140, 152, 153]

Ref(x0) = − 2

πx2
0

∫ ∞

0

xImf(x)dx (4.90)

Imf(x0) =
2

πx0

∫ ∞

0

Ref(x)dx. (4.91)

Ce résultat est aussi connu comme le théorème de superconvergence.
Les règles de somme (4.90) et (4.91) sont ainsi des conséquences di-

rectes des rélations de Kramers-Kronig, et par conséquent, indépendantes
des détails microscopiques du système en considération. Elles expriment des
lois de conservation fondamentales.

Règles de somme sur les fonctions optiques

Quant aux propriétés optiques des solides, les règles de somme sont établies
en faisant la remarque physique que, dans la limite des très hautes fréquences,
le cristal doit répondre comme un plasma de charges libres (modèle de Drude)
avec une fréquence de plasma donnée par la densité totale électronique du
cristal.11 C’est-à-dire, quand ω →∞,

ε1(ω) → 1− Ω2
tp

ω2
(4.92)

ε2(ω) → Ω2
tpγtp

ω3
, (4.93)

avec

Ω2
tp =

nete
2

εvm
, (4.94)

net étant la densité totale d’électrons dans le solide et m la masse nue de
l’électron. γtp paramétrise le “temps de vie” des quasi-électrons quand ω <

11Y compris les ions. Puisque les masses ioniques sont plus de trois ordres de grandeur
supérieures aux masses électroniques, elles peuvent être négligées dans la fréquence de
plasma totale Ωtp [équations (4.92) et suivantes].
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∞, et tend vers zéro aux hautes fréquences (à fréquence infinie, dans un
contexte classique, le rayonnement intéragit avec l’électron nu, dont le temps
de vie est infini).

Ainsi, par exemple, prenant les relations de Kramers-Kronig pour ε(ω)
[c.f., équations (4.86) et (4.87)], les deux règles de somme suivantes sont
obtenues : ∫ ∞

0

ωε2(ω)dω =
π

2
Ω2

tp (4.95)

∫ ∞

0

[ε1(ω)− 1]dω = −π

2

σ1(0)

εv

. (4.96)

En vertu de la relation entre fonction diélectrique et conductivité, ces règles
de somme peuvent également s’écrire :

∫ ∞

0

σ1(ω)dω =
πεv

2
Ω2

tp (4.97)

∫ ∞

0

σ2(ω)

ω
dω =

π

2
σ1(0). (4.98)

De la première de ces relations, on dit qu’elle exprime la conservation de la
charge électronique totale du solide. A fréquence infinie, c’est tous les électrons
du système (non seulement les électrons de conduction) qui répondent au
champ appliqué.

En termes géneraux, on peut construire une grande variété de fonctions
optiques, à partir de la fonction diélectrique, qui vérifient les conditions
du théorème de Titchmarsh. Si les relations de Kramers-Kronig pour ces
nouvelles fonctions optiques ont un comportement asymptotique supercon-
vergent, alors on peut en déduire des règles de somme correspondantes. Plu-
sieures de ces règles de somme sont discutées dans la référence [152]. Deux
d’entre elles très connues, valables pour des milieux isotropes, sont

∫ ∞

0

ωIm[
1

ε(ω)
]dω = −π

2
Ω2

tp (4.99)

∫ ∞

0

[η(ω)− 1]dω = 0. (4.100)

La deuxième de ces règles garantit que la valeur moyenne de l’indice de
réfraction sur toutes les fréquences est égale à 1.

Supraconductivité et la relation de Ferrel-Glover-Tinkham

Si, pour une raison quelconque, la conductivité d’un système se voit mo-
difiée de façon telle que l’aire A sous la courbe σ1 vs ω entre ω1 et ω2 est
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diminuée d’une quantité ∆A, alors la règle de somme (4.97) implique une
augmentation ∆A de l’aire sous la conductivité dans d’autres gammes spec-
trales.

Puisque les experiences de spectroscopie optique n’accèdent pas à la
réponse du système à fréquence nulle, Ferrell, Glover et Tinkham (FGT, [154,
155]) ont alors remarqué que l’aire perdue à fréquence non nulle [∆W (0+ →
∞) ≡ ∆W (∞)] lors du passage à l’état supraconducteur doit être compensée
par une fonction delta d’aire ∆W (∞) à ω = 0. Ceci, à son tour, produit une
contribution égale à 2∆W (∞)/(πω) dans la partie imaginaire de la conducti-
vité, d’après les relations de Kramers-Kronig, et telle que le prévoit la théorie
de London.12

En termes plus précis, définissons le poids spectral optique experimental
comme

W (Ωm) =

∫ Ωm

0+

σ1(ω)dω, (4.101)

où Ωm est une fréquence de coupure, et le poids spectral du condensat super-
fluide comme

ρs =
πεv

2
Ω2

l. (4.102)

Ainsi, lors du passage à l’état supraconducteur, la relation de Ferrel-Glover-
Tinkham établit que

Wn(∞)−Ws(∞) = ρs, (4.103)

où les indices N et S indiquent les états “normal” et “supraconducteur”
respectivement.

En pratique, si la fréquence de coupure Ωm couvre le spectre des exci-
tations responsables du mecanisme d’appairement (i.e., les excitations sus-
ceptibles d’être modifiées lors du passage à l’état supraconducteur), alors la
relation FGT est “saturée” dans le sens que ∆W (Ωm) ≈ ρs. Ainsi, dans les
supraconducteurs BCS, la relation FGT peut être utilisée pour déterminer la
longueur de pénétration de London. En effet, pour ces matériaux la réponse
du superfluide ne se manifeste qu’à des fréquences d’accès difficile experi-
mentalement (2∆0 . 25 cm−1), ce qui complique la visualisation du terme
de London en 1/ω dans σ2. Par contre, mesurer le poids spectral perdu à
des fréquences finies est plus simple. En plus, puisque le mécanisme d’ap-
pairement BCS est le couplage électron-phonon, la saturation de la relation

12A noter [139] que c’est l’existence d’une aire perdue à fréquence non nulle qui implique
le pic delta à fréquence zéro, donc la supraconductivité. Ainsi, par exemple, l’inclusion
d’impurétés magnétiques peut entrâıner l’annulation du gap supraconducteur, mais le
phénomène de la supraconductivité sera toujours présent s’il y a une aire “perdue” sous
la conductivité.
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Fig. 4.8 – Relation de Ferrell-Glover-Tinkham en fonction de la fréquence de coupure
pour un supraconducteur BCS dont la réponse optique est celle du modèle de Mattis-
Bardeen. Les limites sale et propre ici montrées correspondent aux fonctions optiques des
figures 4.6 et 4.7 respectivement. Le poids spectral dans l’état normal a été pris à T & Tc,
et dans l’état supraconducteur à T = 0. Noter que la relation FGT est toujours saturée
(∆W/ρs ∼ 0.9) à des énergies de l’ordre de quelques fois le gap supraconducteur.

FGT se trouve à des énergies dans l’infrarouge lointain, seulement quelques
fois plus grandes que le gap supraconducteur, et une intégration jusqu’à des
hautes fréquences est inutile (voir les figures 4.6 et 4.7).13 La figure 4.8 montre
le comportement de la relation FGT en fonction de la fréquence de coupure
pour un supraconducteur BCS aux limites propre et sale.

Pour les cuprates, l’étude de la relation FGT peut fournir des renseigne-
ments importants sur l’échelle d’énergie des excitations qui sont modifiées
par l’apparition de la supraconductivité dans le matériau. Ceci sera l’un des
sujets d’analyse de cette thèse, et sera étudié en détail au chapitre 5.

13Pour un supraconducteur BCS, les états électroniques qui échangent des phonons se
situent dans une bande étroite de quelques kbΘd (Θd est la température de Debye) au-
dessus du niveau de Fermi. Pour un métal conventionnel, Θd ∼ 100− 500 K, de sorte que
la fréquence de Debye se trouve dans l’infrarouge lointain.
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Chapitre 5

Electrodynamique
infrarouge-visible du Bi-2212 :
Resultats et analyse

Ce chapitre expose les résultats obtenus lors de ce travail de thèse. Les ren-
seignements que l’on peut tirer à partir des données infrarouges sont vastes.
Nous allons nous concentrer sur ceux que nous avons considérés comme les
plus pertinents vis-à-vis de l’état actuel des connaissances sur la réponse
infrarouge des cuprates.

Nous décrirons d’abord les spectres de réflectivité typiques des couches
minces, ainsi que la façon dont nous en tirons la conductivité optique et
les erreurs attendues. Les détails de l’extraction des spectres du Bi-2212 à
partir des spectres “contaminés” par le substrat, et l’analyse des erreurs, se
trouvent aux chapitres 6 et 7 respectivement.

Le travail experimental est souvent confronté à des résultats patholo-
giques, et tout analyse sérieuse des résultats “sains” exige aussi une compréhension
des résultats qui restent “cachés sous le tapis”. Nous aborderons dans un
deuxième paragraphe les résultats d’un échantillon “qui ne marche pas”.
Nous en analyserons les raisons.

Enfin, nous nous concentrerons sur les trois échantillons choisis pour une
analyse approfondie.

5.1 La réflectivité des couches minces

La Figure 5.1 montre deux courbes de réflectivité (à T = 250 K et à
T = 10K) de l’échantillon B70KUND. C’est un exemple des spectres typiques
que nous avons mesurés. Les spectres s’étendent entre 30 cm−1 et 25000 à
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Fig. 5.1 – Spectres “typiques” de réflectivité d’une couche mince de Bi-2212.
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30000 cm−1. Noter le très bon rapport signal/bruit, rendu possible grâce à
la grande surface de la couche (∼ 6×6 mm2). Des changements relatifs de la
réflectivité de l’ordre de 0.2% peuvent être résolus (voir aussi la Fig. 5.14).

Sur les spectres de la Figure 5.1 (en haut), le bord de plasma est bien
visible à∼ 10000 cm−1. A des énergies supérieures, les spectres présentent des
modulations. Ces modulations ont un origine double : intrinsèque (transitions
inter-bande) et extrinsèque (intérferences cohérentes de la lumière réfléchie
sur les deux faces de la couche —la face exposée et l’interface avec le substrat).
La période des modulations et la forme de la courbe juste après le bord
de plasma dépendent de l’épaisseur de l’échantillon, et de la valeur de son
indice de réfraction dans cette gamme spectrale. Pour les trois échantillons
choisis pour une analyse approfondie (B70KUND, B80KOPT, B63KOVR ;
Tableau 3.1), les ajustements optiques nous ont amenés à introduire des
épaisseurs confirmées par des mesures RBS ultérieures (à ±10%). Celà en
dépit des épaisseurs nominales (calculées par des extrapolations du temps
de déposition) adoptées au début de la procedure d’ajustement, qui étaient
inexactes.

Dans l’infrarouge lointain (Fig. 5.1, en bas), il y a trois pics bien différenciés
(vers 80, 175 et 540 cm−1), qui correspondent aux trois phonons du substrat
sous-jacent (SrTiO3). Le phonon de plus basse énergie est un mode mou (“soft
mode”), dont l’énergie diminue quand la température diminue. On voit aussi
que, dans l’état supraconducteur (la Tc de cet échantillon est 70 K), les deux
phonons de plus basse énergie du substrat sont très bien écrantés par la
réponse électronique du Bi-2212. Par ailleurs, la réflectivité dans l’infrarouge
moyen et lointain, jusqu’à ∼ 8000 cm−1, est plus élevée à basse température
qu’à haute température, synonyme d’une réponse plus “métallique”. A par-
tir de 8000 − 9000 cm−1, les spectres se croisent, et, dans la limite de notre
résolution, ils semblent se croiser à nouveau vers 16000− 17000 cm−1. Dans
l’infrarouge lointain, pour ~ω . 800 cm−1, la réflectivité dans l’état supra-
conducteur est non seulement plus élevée que celle à haute température, mais
aussi augmente plus rapidement quand la fréquence diminue, signature de la
présence du superfluide. Enfin, toujours dans l’infrarouge lointain, dans la
gamme spectrale 200 − 400 cm−1, d’autres structures (pics) sont aussi vi-
sibles. Ils correspondent très probablement à des phonons du Bi-2212 actifs
dans l’infrarouge.1 A haute température, au moins trois de ces pics (∼ 300,
360 et 450 cm−1) peuvent être distingués. A basse température, un autre pic
à ∼ 500 cm−1 est aussi clairement visible. La dépendance en température de
ces structures est très faible. Leur nature précise et l’analyse de leur compor-

1En géométrie de champ électrique parallèlle aux plans CuO2, le Bi-2212 possède 7
phonons actifs dans l’infrarouge [156].
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tement sont en dehors des objectifs de ce travail. Nous allons nous intéresser
aux spectres de conductivité complets pour étudier l’évolution du poids spec-
tral des excitations électroniques. Le poids spectral des structures que l’on
vient de mentionner est négligeable vis-à-vis du poids spectral du continuum
électronique.

A partir des spectres de réflectivité, on veut obtenir la conductivité com-
plexe du système. Pour un échantillon massif, la procédure la plus directe
est de calculer la transformée de Kramers-Kronig de la réflectivité mesurée
(Eqn. 4.32), pour obtenir la phase de la réflectivité complexe, et ensuite les
autres fonctions optiques complexes. Pour une couche mince, cette procédure
est inappropriée, à cause de la contribution du substrat. Noter que les coef-
ficients de réflexion et transmission à l’interface couche-substrat dépendent
des propriétes optiques de la couche et du substrat. Par conséquent, ni la
réflectivité brute d’une couche mince, ni sa transformée de Kramers-Kronig,
ne sont décomposables en un terme“couche” et un terme“substrat”. Il faut
alors utiliser un modèle de réflection en bi-couche, dont les détails se trouvent
au Chapitre 7, et à partir de ce modèle, simuler la réponse optique du Bi-
2212, la réponse optique du substrat étant connue. Le succès de cette analyse
dépend alors de trois facteurs :

1. Le modèle de réflexion en bi-couche doit être adapté à l’échantillon
en question. Nous avons essayé plusieurs variantes dudit modèle, et
avons trouvé que celle qui reproduit le mieux les spectres observés
correspond au cas d’interférences cohérentes des faisceaux réfléchis sur
les faces avant et arrière de l’échantillon, et un substrat semi-infini (pas
de retour vers le film de la lumière transmise vers le substrat). Ceci
semble raisonnable : considérant que l’épaisseur typique de nos couches
minces est 3000 Å, que celle du substrat est ∼ 0.5 mm, et que dans
l’infrarouge moyen (vers 800 cm−1, par exemple) l’indice de réfraction
du Bi-2212 est ηBi ≈ 5 et celui du substrat est ηSTO ∼ 0.1 − 5, on
en déduit que à cette énergie les rapports “chemin optique/ longueur
d’onde dans le milieu” pour un aller-retour sont ∼ 0.24 pour le Bi-2212
et ∼ 8− 40 pour le substrat. Il est donc justifié de prendre en compte
les interférences dans le film, et de négliger celles qui pourraient avoir
lieu dans le substrat (on a perte de cohérence sur un chemin optique
beaucoup plus long que la longueur d’onde). D’autre part, bien que
le substrat soit transparent dans le MIR et le VIS-UV, sa face arrière
n’est pas polie, donc la lumière se réflechit de façon diffuse. Quand
cette lumière arrive à nouveau à l’interface substrat-échantillon, elle
est par contre fortement réflechie par le Bi-2212. Ceci justifie que l’on
ne prenne pas en compte le retour éventuel de la lumière en provenance
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de la face arrière du substrat.

2. Les fonctions optiques du substrat doivent être connues dans la même
plage de fréquences et pour les mêmes températures auxquelles les me-
sures ont été faites. Nous avons mesuré la réflectivité (et en avons tiré
les fonctions optiques) du substrat nu avec la même orientation qu’il
présente lors de la déposition de la couche du Bi-2212. Ces mesures ont
été faites sur toute la gamme spectrale FIR-MIR-VIS/UV, et à toutes
les températures de mesure (tous les 10− 15 K).

3. Les fonctions optiques phénoménologiques pour simuler la réponse du
Bi-2212 doivent être causales. Nous avons déjà mentionné que nous
avons choisi un modèle du type Drude-Lorentz-London. Le choix du
modèle est arbitraire, pourvu que l’on arrive à bien ajuster les spectres
observés et que l’on s’abstienne de faire toute interpretation basée uni-
quement sur les paramètres d’ajustement. Ces points sont développés
en plus grand détail au Chapitre 6, mais l’idée de base est que, à cause
des relations de causalité entre les parties réelle et imaginaire de toute
fonction de réponse, une fois la partie réelle de ladite fonction connue,
la partie imaginaire l’est automatiquement.

La Figure 5.2 (en haut) compare, toujours sur l’échantillon B70KUND,
les spectres de réflectivité mesurés avec les ajustements issus de la procédure
décrite ci-dessus. Une fois l’ajustement sur une courbe de réflectivité achevé,
la conductivité massive s’en déduit imméditeament à partir de la fonction
diélectrique phénomenologique totale utilisée pour simuler la réponse du Bi-
2212. Bien sûr, une procedure équivalente, qui donne la même conductivité
optique, est de prendre la transformée de Kramers-Kronig de la réflectivité
massive (Fig. 5.2, en bas) donnée par la fonction diélectrique phénoménologique
de la simulation. Par la suite, nous montrerons seulement les courbes de
conductivité (et d’autres fonctions optiques) totales des échantillons. Nous
les appellerons, à juste titre, fonctions optiques expérimentales. Nous ne rai-
sonnerons sur les paramètres d’ajustement que dans le cas “pathologique”
considéré dans la section suivante, où une analyse des fonctions optiques
indépendemment des paramètres d’ajustement montre qu’il est utile de reve-
nir sur le comportement de l’un des paramètres de la modélisation.

Sur la Fig. 5.2 (en haut) on voit que, dans la gamme spectrale 500 −
600 cm−1, la précision absolue dans l’ajustement est ∆F R ≈ 1%. Partout
ailleurs, dans la gamme spectrale mesurée, la précision absolue de l’ajuste-
ment est meilleure que 0.5%. En dessous de 30 cm−1, à toutes les températures
entre 10 − 300 K, et pour les niveaux de dopage que nous analyserons dans
ce chapitre, la réflectivité du Bi-2212 massif est toujours supérieure à ∼ 95%
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Fig. 5.2 – Comparaison entre les spectres de réflectivité mesurés et ceux issus d’un
ajustement avec un modèle en bi-couche (voir texte).
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(voir la Fig. 5.2 en bas).2 Ainsi, nous estimons que, pour ~ω < 30 cm−1, la
précision absolue de nos ajustements est meilleure que 2.5%.

Les ordres de grandeur donnés ci-dessus sont valables pour tous les échantillons
que nous allons présenter dans ce chapitre. Dans le chapitre 6 il est montré
que ces incertitudes se traduisent en erreurs relatives pour la conductivité de
l’ordre de ∆σ/σ ∼ 5 − 10% dans la gamme spectrale mesurée, et ∆σ/σ ∼
25− 30% pour ~ω < 30 cm−1.

Enfin, un detail technique : la largeur des transitions résistives de nos
échantillons étant de l’ordre de 10 K, nous avons décidé d’introduire la
fonction diélectrique de London dans nos ajustements seulement pour des
températures T < Tc.

Nous sommes maintenant prêts à aborder l’analyse des spectres de réflectivité
des couches minces.

5.2 Un cas pathologique : localisation électronique

ou modèle non approprié ?

Intéressons-nous au cas de l’échantillon B63KUND, qui appartient à la
série # 3 (Tableau 3.1).3 Sa résistance est montrée dans la Figure 5.3. Une
sélection des spectres de réflectivité pour cet échantillon est montrée dans la
Figure 5.4. Ni ces données, ni la cartographie µIR de cet échantillon (non
montrée), ne présentent d’anomalie évidente.

Un premier essai d’ajustement des spectres de réflectivité indiquait une
épaisseur de l’ordre de 4600 Å, alors que l’épaisseur nominale était de 3300 Å.
L’échantillon a été analysé par RBS, qui a donné 3500 Å. Nous avons alors
forcé l’ajustement avec une épaisseur de 3500 Å(on peut toujours y arriver
avec un nombre suffisant de paramètres). L’ajustement pour la réflectivité à
230 K est montré dans l’encadré de la Figure 5.4. L’ajustement s’approche
de la courbe expérimentale à moins de 0.5% sauf en dessous de ∼ 70 cm−1,
où l’erreur d’ajustement est ∼ 5%, et n’a pas pu être améliorée. Une telle
erreur a pour conséquence (c.f., chapitre 6) des incertitudes relatives dans la
conductivité qui peuvent atteindre ∆σ/σ ∼ 50% jusqu’à des fréquences de
l’ordre de ∼ 100 cm−1.

Les conductivités massives issues des ajustements ainsi faits sont montrées
dans la Figure 5.5. Elles ne présentent pas la forme attendue pour un com-
posé conducteur : un pic autour de 70 cm−1, dont le poids spectral augmente

2Il est peu probable qu’un accident dans la réflectivité soit caché à plus basse fréquence.
La réponse du système est proche de celle d’un gaz de porteurs libres.

3Les analyses exposés dans cette section ont été faites en collaboration avec M.
Alexandre Zimmers.

105



50 100 150 200 250
0.0

0.5

1.0

1.5

2.0

2.5

3.0

B63KUND

 

 

 Expérimentale

 Optique 100 cm
-1

 Optique DC

R
és

is
ta

n
ce

 N
o

rm
al

is
ée

Température [K]

Fig. 5.3 – Résistivité expérimentale (normalisée) pour l’échantillon pathologique
B63KUND, comparée aux donnés optiques à fréquence nulle et à 100 cm−1. Les barres
d’erreur pour les donnés optiques en limite DC étant trop larges (∆σ/σ ∼ 50%), elles ne
sont pas montrées dans la figure, pour ne pas nuire la lisibilité. L’écart, vis-à-vis de la
résistance mesurée, des deux points à 70 K et 80 K issus des données optiques à 100 cm−1

est due au choix de ne modèliser la réponse superfluide qu’en dessous de Tc.

quand la température diminue, est clairement observable. La conductivité
s’effondre quand ω → 0. Cette forme de courbe, ainsi que son comportement
en température, suggèrent une localisation d’un grand nombre de porteurs
(notons cependant dès à présent que le comportement DC est métallique).
Pour décrire ce phénomène, nous avons utilisé un modèle de localisation
simple développé par Evgini Sherman [157, 158]. Ce modèle suppose que
la localisation peut être décrite par un puit de potentiel 2D, de rayon a et
profondeur U0, tel que :

U(r) =

{ −U0 ; r < a
0 ; r ≥ a.

(5.1)

Ce potentiel donne une énergie de liaison pour les porteurs :

ε0 = − 2~2

ma2
exp

[
− 2~2

ma2

1

U0

]
. (5.2)

La contribution à la conductivité optique des porteurs localisés est alors (A
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Fig. 5.4 – Quelques spectres de réflectivité pour l’échantillon B63KUND. L’encadré
présente une comparaison avec un ajustement forcé (voir texte) issu du modèle en bi-
couche. Noter le bon accord partout, sauf en-dessous de 70 cm−1.

est un paramètre)

σloc(ω) = −Aε0
~ω + ε0

(~ω)3
, (5.3)

pour ~ω ≥ −ε0.
La conductivité expérimentale peut être ainsi ajustée par la contribution

d’un plasmon, de la localisation, et des oscillateurs de Lorentz dans l’infra-
rouge moyen (MIB’s). La Figure 5.6 montre l’ajustement fait avec ce modèle
pour la conductivité à 100 K déterminée auparavant. L’ajustement est accep-
table, sauf en-dessous de 100 cm−1, où les points expérimentaux et calculés
sont très différents. Par conséquent, dans un premier temps, il semblerait que
l’origine du pic dans la conductivité est due à la localisation des porteurs.

Pour explorer cette hypothèse plus en détail, nous sommes revenus aux
paramètres d’ajustement des courbes de réflectivité brute. L’un de ces pa-
ramètres attire l’attention : un oscillateur de Lorentz à 70 cm−1 avec une
force d’oscillateur dont l’ordre de grandeur (∼ 1000) et la forte dépendance
en température sont inouis. Avec l’épaisseur imposée de 3500 Å, cet oscilla-
teur est nécessaire pour ajuster correctement la réflectivité de la couche. La
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Fig. 5.5 – Quelques spectres de conductivité pour l’échantillon B63KUND. Un pic pa-
thologique est évident à 70 cm−1.

Figure 5.7 montre que la dépendance en température de cet oscillateur est
exponentielle jusqu’au début de la transition résistive. Comme la force d’os-
cillateur est proportionnelle au nombre de porteurs participant à la réponse
optique à la fréquence en question (Eqn. 4.40), cette forme exponentielle
suggère bien un processus thermiquement activé, allant dans le sens d’un
phénomène de localisation.

Toutefois, la dépendance en température de la conductivité extrapolée
à fréquence nulle donne une résistivité “semiconductrice” (noter que les
courbes de conductivité se croisent à des fréquences inférieures à 30 cm−1),
en désaccord flagrant avec celle observée expérimentalement (Fig. 5.3), qui
ne présente pas de signes de localisation. Pour retrouver la tendance correcte
de la résistivité, il faut aller au-delà du pic dans la conductivité optique.

Que se passe-t-il ? Y-a-t-il de la localisation dans cet échantillon ? Le
modèle en bicouche est-il pertinent pour cet échantillon ? Le plus probable
est que les deux facteurs soient en jeu ici. Nous trouvons des indications
nettes pour une localisation d’un nombre important de porteurs. Le pic de
localisation domine alors la réponse infrarouge, masquant éventuellement la
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Fig. 5.6 – Modélisation de la conductivité optique à 100 K pour l’échantillon B63KUND.
Une contribution de porteurs localisées, donnée par l’équation (5.3), a été utilisée.

contribution des porteurs libres (visibles en conductivité DC). Malheureu-
sement, les mesures résistives ne pouvant pas être étalonnées, les ordres de
grandeur sont difficiles à donner. En tout cas, le fait d’avoir eu besoin de
forcer l’ajustement avec une épaisseur qui ne reflète pas de façon naturelle
le comportement des modulations dans le visible est un mauvais indice. Le
désaccord entre l’ajustement et la réflectivité brute à basse fréquence n’ar-
range guère les choses (erreurs trop importantes dans la conductivité à basse
fréquence). Il est intéressant de noter que la pente de la résistance mesurée
pour cet échantillon est faible comparée à celle de l’échantillon B70KUND
(section suivante, Fig. 5.8), alors que les niveaux de dopage ne sont pas trop
différents. Il se peut aussi que le modèle en bi-couche soit trop simple dans
ce cas particulier car, l’échantillon étant plus sous-dopé que les trois autres
en considération, le taux de lumière transmise vers le substrat (et donc le
retour du substrat) soit plus important. Négliger le retour de cette lumière
ne serait alors plus justifié.

Ce cas pathologique illustre bien les précautions nécessaire pour ana-
lyser les données des couches minces. Puisque l’échantillon que nous venons
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Fig. 5.7 – Evolution en température de la force de l’oscillateur à 70 cm−1 présent dans
les austements de la réflectivité brute (Fig. 5.4). Avant le début de la transition résistive,
la force d’oscillateur crôıt exponentiellement.

d’étudier fait partie d’une série, nous avons éliminé aussi tous les échantillons
de la série pour des analyses ultérieures.

Passons maintenant à l’étude des cas bienheureux et la description des
principaux résultats de cette thèse.

5.3 Absence du pseudogap dans la réponse

infrarouge des plans CuO2 du Bi-2212

Le premier problème que nous allons cibler est l’étude du pseudogap dans
la réponse infrarouge des plans ab du Bi-2212. Au chapitre sur la structure
électronique des cuprates nous avons vu comment, pour des composés prin-
cipalement sous-dopés, différentes sondes expérimentales montrent l’ouver-
ture d’un gap dans la densité d’états au niveau de Fermi à une température
T ? > Tc. La définition précise de T ? est confuse et délicate, principalement
parce que le passage du régime “normal” au régime “pseudogap” est pro-
gressif, sans aucun changement abrupt des propriétés physiques. Certains
auteurs contestent même l’existence d’une telle T ? [159]. D’autre part, les
mesures d’ARPES montrent que toutes les excitations électroniques dans le
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plan CuO2 ne sont pas affectées de la même façon par l’ouverture du pseu-
dogap : des arcs de la surface de Fermi sont toujours présents autour de la
direction (π, π) de la première zone de Brillouin jusqu’à la transition supra-
conductrice.

Vis-à-vis du pseudogap, les mesures de transport montrent des com-
portements assez étonnants. Tandis qu’une perte de poids spectral à basse
fréquence est claire dans la réponse optique suivant c (en correspondance
avec le comportement “semiconducteur” de la résistivité), la réponse optique
des plans CuO2 ne montre pas de façon claire une perte nette du poids spec-
tral (des porteurs de charge) à basse fréquence (dans la fenêtre spectrale
des mesures), et la conductivité devient plus métallique au dessous du T ?

supposé. Seul le taux de diffusion optique [Eqn. (2.1)] selon ab montre une
diminution, plus marquée dans les échantillons sous-dopés, en dessous d’une
échelle d’énergie ∼ 100 meV pratiquement indépendante de la température
et du dopage. D’autre part, les rapports signal/bruit normalement rencontrés
en optique lors des expériences avec des monocristaux ne permettent pas un
suivi detaillé de l’évolution de la réponse optique avec la température.

Les couches minces, présentant une grande surface de haute qualité op-
tique, sont des systèmes très appropriés pour étudier l’évolution en température
de la conductivité infrarouge. La précision de 0.2% en valeur relative nous
permet d’étudier de faibles changements en température de la réflectivité.
Nous avons donc fait une recherche systématique, sur les échantillons B70KUND,
B80KOPT et B63KOVR, d’un transfert de poids spectral des basses vers les
hautes énergies, avec l’espoir également de trouver une température T ? > Tc.
Ceci serait en fait la signature directe de l’ouverture d’un gap “normal” dans
le spectre des excitations sondées par la spectroscopie infrarouge suivant les
plans ab. Nous n’avons pas trouvé la moindre trace d’un tel effet.

La Figure 5.8 montre les courbes de résistance pour les trois échantillons
étudies. La résistance de l’échantillon sous-dopé présente la déviation ca-
ractéristique du pseudogap vers T ? ≈ 170 K.

La Figure 5.9 montre, pour sa part, une sélection de spectres de réflectivité
pour les trois échantillons. Les spectres pour les échantillons B70KUND et
B63KOVR (B80KOPT) ont été mesurés pour 15 (10) températures entre
300 K et 10 K. Dans les courbes de réflectivité, dans la gamme spectrale
montrée, on voit déjà plusieurs effets liés au dopage. A fur et à mesure que
le dopage augmente, le niveau de réflectivité (pour une température donnée)
augmente. Le système est de plus en plus “métallique”. Pour l’échantillon
sous-dopé, en-dessous d’une température plus grande que Tc, et pour ~ω .
800 cm−1, les courbes de réflectivité dans l’infrarouge lointain s’ouvrent ainsi
en “éventail”, sans aucun changement abrupt lors du passage vers l’état su-
praconducteur. Les échantillons optimalement dopé et sur-dopé montrent
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Fig. 5.8 – Résistance DC des trois échantillons sélectionnés pour l’analyse complet des
données infrarouge. Le lecteur a la liberté de tirer les lignes droites pour choisir son T ?.

aussi cette ouverture en éventail. Pour l’échantillon sur-dopé, elle ne devient
évidente qu’en-dessous de 80 K.

Les spectres de réflectivité pour l’échantillon optimalement dopé sont “in-
termédiaires” entre ceux de l’échantillon sous-dopé et ceux de l’échantillon
sur-dopé. Nos analyses montrent que ceci est vrai pour l’ensemble des fonc-
tions optiques que nous allons discuter. Pour faciliter la discussion, nous
allons dorénavant nous occuper principalement des échantillons sous-dopé et
sur-dopé.

La Figure 5.10 montre les spectres de conductivité pour les échantillons
B70KUND et B63KOVR, pour les mêmes températures et dans la même
gamme spectrale que les spectres de réflectivité de la Fig. 5.9. Noter que
les niveaux de conductivité sont plus élevés pour l’échantillon sur-dopé, en
accord avec une densité plus grande de porteurs. De plus, les valeurs ab-
solues de la conductivité basse-fréquence sont raisonnables : à 250 K, par
exemple, les extrapolations DC donnent une résistivité ρab ≈ 500 µΩ-cm pour
l’échantillon sous-dopé, et ρab ≈ 160 µΩ-cm pour le sur-dopé. Leur compor-
tement en température est aussi en accord avec les mesures de résistance,
comme le montre la Figure 5.11. Ceci est remarquable, étant donné que les
erreurs attendues dans la conductivité sont plus grandes à ω = 0. En parti-
culier, pour l’échantillon sous-dopé, les deux points de mesure à l’intérieur de
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Fig. 5.9 – Sélection de spectres de réflectivité pour les échantillons B70KUND,
B80KOPT et B63KOVR. Noter les différentes échelles verticales.
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Fig. 5.10 – Sélection de spectres de conductivité pour les échantillons B70KUND et
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Fig. 5.11 – Comparaison entre les résistivités mesurées (normalisées) et les données
optiques extrapolées à fréquence nulle, pour les échantillons B70KUND, B80KOPT et
B63KOVR. Pour l’échantillon sous-dopé, l’écart, vis-à-vis de la résistance mesurée, des
deux points à 80 K et 75 K issus de l’extrapolation DC des données optiques est dû au
choix de ne modéliser la réponse superfluide qu’en dessous de Tc. Noter, toutefois, que la
limite DC des données optiques suit très bien la tendance de la transition résistive.
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la transition résistive suivent très bien la tendance de la résistance mesurée,
même si nous n’avons “branché” l’oscillateur de London dans la réponse op-
tique qu’à T < Tc. Quelque soit le phénomène qui cause la large transition
résistive observée (le plus banal, et le plus probable pour un échantillon in-
homogène, étant la formation de condensats locaux qui ne percolent pas), il
est raisonablement bien reproduit par les extrapolations de nos courbes de
conductivité.

Dans l’état normal, les spectres de conductivité des deux échantillons
B70KUND et B63KOVR sont qualitativement similaires. La conductivité à
basse fréquence (~ω . 200 cm−1) augmente quand la température dimi-
nue (comportement “métallique”), et se creuse à des fréquences plus élevées,
phénomène compréhensible en vue de la conservation du poids spectral [c.f.,
règle de somme pour la conductivité, Eqn. (4.97)]. La question qui se pose
donc, vis-à-vis du phénomène du pseudogap, est s’il y a une perte nette de
poids spectral à basse fréquence quand la température diminue.

Avant d’attaquer directement cette question, il est intéressant de regarder
le comportement du taux de diffusion optique dans l’état normal. Rappellons
que le taux de diffusion optique est défini comme :

1

τ(ω)
= εvΩ

2
pRe

(
1

σ(ω)

)
, (5.4)

où Ωp, la fréquence de plasma du système, peut être obtenue en intégrant
σ1(ω) sur la gamme spectrale de la bande de conduction [jusqu’à ∼ 1 eV ; voir
l’équation (4.97)].4 La Figure 5.12 présente les courbes de taux de diffusion
optique pour les échantillons B70KUND et B63KOVR. Pour l’échantillon
sous-dopé, quand la température diminue, on observe une suppression pro-
gressive du taux de diffusion en dessous de ~ω ∼ 800 cm−1, suivie à plus basse
fréquence d’une remontée. Ce deuxième phénomène a été observé aussi sur
des monocristaux de Bi-2212 où le dopage est varié en se servant seulement
de l’oxygène [18, 70, 86].5 La suppression progressive, bien que moins pro-
noncée, du taux de diffusion en dessous de ~ω ∼ 800 cm−1 est aussi présent
dans le cas du B63KOVR, et à nouveau en accord avec les données optiques
sur des monocristaux de Bi-2212 où le (sur)dopage est obtenu en se servant
seulement de l’oxygène [70].

4Il y a une petite subtilité ici : la fréquence de plasma ainsi calculée dépend de la
température. L’usage veut que ce soit la fréquence de plasma à température ambiante
celle que l’on utilise. Nous ferons ainsi. Le taux de diffusion sera alors défini à un facteur
multiplicatif (de l’ordre de 1) près.

5Dans le cas des monocristaux de Bi-2212 sous-dopés, la remontée à basse fréquence du
taux de diffusion à haute température est à moitié masquée par la coupure expérimentale
(vers 100 cm−1).
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A noter donc que aussi bien la conductivité que le taux de diffusion
des échantillons étudiés dans cette thèse coincident qualitative et quanti-
tativement avec ceux reportés dans la litérature sur des échantillons de ca-
ractéristiques similaires [70, 86]. Voir par exemple les courbes optiques pour
l’échantillon sous-dopé de la Figure 2.14.

Dans l’état normal, pour les trois échantillons considérés, nos données
confirment donc la connection entre l’augmentation de la conductivité à
basse fréquence et la diminution du taux de diffusion, quand la température
diminue. Puisque nous avons à notre disposition un nombre suffisamment
répresentatif de températures dans l’état normal, nous pouvons maintenant
chercher une perte nette de poids spectral quand la température diminue.
Ceci serait la preuve directe d’un pseudogap s’ouvrant au voisinage du ni-
veau de Fermi. Nous avons donc integré la conductivité pour obtenir le poids
spectral jusqu’à une fréquence Ωm.6 Nous rappelons que le poids spectral
expérimental est

W (Ωm, T ) =

∫ Ωm

0+

σ1(ω, T )dω. (5.5)

Pour pouvoir disposer de façon lisible de l’évolution en température,
commençant depuis la température ambiante, pour plusieurs valeurs de Ωm,
nous avons normalisé W (Ωm, T ) par rapport à W (Ωm, 300 K). La Figure 5.13
montre la variation thermique de ce poids spectral normalisé pour un en-
semble de fréquences de coupure balayant toute la gamme expérimentalement
accessible. Dans l’état normal, le comportement du poids spectral est sem-
blable dans les deux régimes de dopage. Quand Ωm = 100 cm−1, le poids spec-
tral augmente de façon très rapide quand la température diminue jusqu’à Tc,
montrant que le poids spectral est transféré vers les basses fréquences. Quand
Ωm augmente, ce transfert de poids spectral devient moins prononcé, si bien
que les données pour Ωm = 5000 et 10000 cm−1 (non montrées) sont dificile-
ment discernables de celles pour Ωm = 20000 cm−1. Ceci montre que le poids
spectral transféré vers les basses fréquences (~ω < 100 cm−1) vient majori-
tairement de l’infrarouge moyen et que, en tout cas, toute l’électrodynamique
dans l’état normal est gouvernée par les excitations jusqu’à des énergies de
l’ordre de 2 eV (l’échelle d’énergie nécessaire pour retrouver la conservation
du poids spectral).

En conclusion, nous n’observons pas l’ouverture d’un pseudogap
dans la réponse optique de l’état normal du Bi-2212. Quand la
température diminue, nous observons un changement de tendance seulement

6Le poids spectral est, en effet, proportionnel au nombre de porteurs de charge parti-
cipant à la réponse du système jusqu’à la fréquence Ωm.
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Fig. 5.13 – Comportement thermique du poids spectral pour (a) l’échantillon sous-
dopé et (b) l’échantillon sur-dopé. Les différents symboles font référence à des fréquences
de coupure Ωm différentes. L’encadré montre la modification apportée en commençant
l’intégration dépuis 0, 30 et 50 cm−1 (jusqu’à Ωm = 1000 cm−1), au lieu de 0+.

119



à la transition supraconductrice. Le poids spectral à basse fréquence reste
constant ou diminue à peine pour l’échantillon sous-dopé, tandis qu’il dimi-
nue très rapidement pour l’échantillon sur-dopé. L’état supraconducteur sera
analyse plus en detail dans la section suivante.

Jusqu’à présent, nous avons integré la conductivité [Eqn. (5.5)] depuis
zéro, en utilisant l’extrapolation pour ~ω < 30 cm−1 fournie par nos ajus-
tements. Pour analyser la sensibilité de nos résultats vis-à-vis d’une cou-
pure inférieure, nous avons réalisé le même calcul du poids spectral en com-
mençant l’intégration depuis 30 et 50 cm−1. Le résultat pour l’échantillon
sous-dopé est montré dans l’encadré de la Fig. 5.13, pour une coupure su-
perieure Ωm = 1000 cm−1. L’introduction d’une coupure basse-fréquence se
traduit par l’apparition d’un maximum très large, qui se développe quand
la coupure basse-fréquence est augmentée, et une diminution modeste du
poids spectral à T . 100 K. Un comportement similaire est observé pour
l’échantillon sur-dopé. Ce comportement est donc artificiellement introduit
par la coupure basse-fréquence.

A partir des observations ci-dessus, il est clair que le gain de poids spec-
tral à basses fréquence (~ω < 30 cm−1), auquel nous n’avons pas accès
expérimentalement, peut compenser ou même sur-compenser la perte de
poids spectral à ~ω & 200 cm−1 observée dans les spectres de conducti-
vité. Nos résultats suggèrent que ni le pseudogap (au sens strict) ni ses effets
indirects ne présentent une signature bien définie dans les données optiques
(et encore moins un T ?). La suppression du taux de diffusion et l’apparition
d’un pic étroit dans la partie réelle de la conductivité, quand la température
diminue, ne se manifestent que progressivement. Nos résultats sont en accord
avec les mesures de résistance DC suivant les plans CuO2.

Puisque l’existence d’un pseudogap dans les degrés de liberté de spin et de
charge a été établie à travers d’une large variété de techniques expérimentales,
pourquoi la conductivité optique suivant ab ne semble-t-elle pas montrer ce
phénomène ?. Une hypothèse que nous allons développer est que la conduc-
tivité suivant les plans CuO2 sonde les excitations avec des vecteurs d’onde
autour de la direction (π, π) de la zone de Brillouin, là ou le pseudogap
ne s’ouvre pas. En fait, comme on l’a déjà vu au chapitre sur les cuprates
(Ch. 2), des expériences récentes d’ARPES sur Bi-2212 optimalement dopé
suggèrent que, puisque le taux de diffusion à une particule près des directions
nodales présente une dépendance en énergie et température similaire au taux
de diffusion optique, alors le transport suivant les plans CuO2 serait dominé
par les excitations nodales [62, 71].

Il est possible d’explorer jusqu’à quel point cette hypothèse ci-dessus est
raisonnable dans le cadre simple du modèle semi-classique pour la conducti-
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vité, que nous réecrivons ici :

σ̄(n)(ω) = e2

∫
dk

4π3

vn(k)vn(k)

[1/τn (εn (k))]− iω

(
−∂f

∂ε

)

ε=εn(k)

. (5.6)

En effet, selon ce formalisme, la conductivité optique moyenne la réponse
des porteurs pour tous les valeurs des vecteurs d’onde dans la première zone
de Brillouin. Cette moyenne est plus importante pour les porteurs sur la
surface de Fermi, et elle est pondérée par le carré de la vitesse de Fermi nue
des porteurs (au numérateur) et leur taux de diffusion (au dénominateur). Or,
dans les cuprates, la projection de la surface de Fermi dans l’espace réciproque
du plan CuO2 n’est pas circulaire. La vitesse de Fermi “nue” est plus grande
le long de la direction (π, π) que le long de la direction (π, 0) (singularité
de van Hove). Des calculs montrent par exemple que vF (π, π)/vF (π, 0) ∼ 5
[160, 161]. De plus, le temps de vie (taux de diffusion) des porteurs devrait
être plus grand (plus petit) quand la vitesse de Fermi est plus grande,7 ce
qui a été par ailleurs observé par des expériences récentes d’ARPES [71]. Par
conséquent, σab(ω) devrait être plus sensible aux directions nodales, là où
l’ouverture du pseudogap n’est pas observée.

Par ailleurs, comme l’anisotropie de la surface de Fermi se mantient sur
une large plage de dopage (sous-dopé à sur-dopé), les tendances du compor-
tement thermique de la conductivité dans l’état normal ne devraient pas trop
dépendre du dopage. Ceci est en accord avec nos observations.

Dans ce cadre, le rétrécissement de la conductivité et la suppression du
taux de diffusion à basse fréquence quand la température diminue peuvent
être compris par un méchanisme conventionnel de diffusion des excitations
nodales par des excitations de basse énergie (phonons, par exemple). Quand
la température diminue, cette diffusion devient moins efficace. D’autre part,
quand le pseudogap s’ouvre autour des directions (π, 0), il y a une diminu-
tion des états accessibles aux porteurs diffusées, et une contribution indirecte
du pseudogap pourrait apparâıtre parce que le temps de vie des excitations
nodales est alors augmenté. Dans la limite DC, ceci impliquerait une suppres-
sion de la résistivité (vis-à-vis de son comportement à haute température),
ce que l’on observe bien.

Une remarque finale : tous les arguments précédents sont plus qualita-
tifs que quantitatifs. Nous ne les pousserons pas plus loin. Ils doivent être
appréciés avec un esprit très critique par rapport à l’application du modèle se-
miclassique au cas des cuprates. Ce que nos résultats et discussion montrent,
c’est que la forte dépendance en vecteur d’onde de la structure électronique,

7La section efficace de diffusion est plus faible à haute énergie.
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du gap et des interactions dans des matériaux compliqués comme les cu-
prates sont des aspects très importants pour comprendre de façon quelque
peu détaillée les propriétés de transport dans ces matériaux.

Maintenant, laissons de côté le pseudogap et l’état normal, et installons-
nous à T < Tc. Là, au moins, il y a un résultat solidement établi : les cuprates,
en-dessous de Tc, sont des supraconducteurs.

5.4 Contributions électroniques à l’appariem-

ment dans les cuprates

Le passage à l’état supraconducteur est marqué par l’apparition d’un
condensat superfluide à fréquence nulle. Ce condensat possède un poids spec-
tral proportionnel au nombre de superélectrons. Nous avons vu alors (Cha-
pitre 4) que la conservation de la charge totale dans le système (i.e., la règle
de somme pour la conductivité) implique que, à T < Tc, du poids spectral est
“perdu” à des fréquences non nulles, pour contrebalancer le poids spectral
du condensat. C’est la “règle de somme de Ferrell-Glover-Tinkham” (FGT).
Pour les supraconducteurs BCS, cette perte de poids spectral se manifeste
jusqu’à des énergies de l’ordre de quelques fois l’énergie du gap supracon-
ducteur, ce qui pour ces matériaux répresente une fraction importante de
l’énergie des phonons (fréquence de Debye) qui sont, en dernière instance,
les excitations responsables de l’appariemment. On peut dire alors que, dans
les supraconducteurs BCS, l’apparition de la supraconductivité modifie le
spectre d’excitations électroniques sur une échelle d’énergie comparable au
spectre des excitations responsables de la formation des paires.

Il est ainsi intéressant de se poser la question suivante : dans les cuprates,
quelle est l’échelle d’énergie des excitations modifiées par l’apparition du
condensat ? C’est à cette question que nous allons essayer de répondre dans
cette section. Ce n’est pas la première fois que ce sujet est abordé. Nous
avons déjà mentionné (Chapitre 2) les recherches intenses qui, à ce propos,
ont été menées en étudiant l’électrodynamique suivant l’axe c [104, 105, 99].

Pour fixer des ordres de grandeur, prenons une échelle d’énergie de l’ordre
de 4∆(0) [∆(0) est le gap supraconducteur à température nulle]. C’est une
échelle d’énergie intermédiaire pour la récuperation du poids spectral du
condensat en limites propre et sale (Fig. 4.8). Si l’on suppose un compor-
tement similaire dans les cuprates, alors la règle de somme FGT pour ces
matériaux devrait être vérifiée (nous dirons par la suite “saturée”) en intégrant
jusqu’à des énergies de l’ordre de ~Ωm ∼ 100 meV, car la valeur maximale
du gap supraconducteur pour ces matériaux, pour les niveaux de dopage qui
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Fig. 5.14 – Comportement thérmique de la réflectivité dans l’infrarouge proche et le
visible pour les échantillons B70KUND et B63KOVR.

nous intéressent ici, est ∆max(0) ∼ 25 meV.
Jusqu’à présent, une violation de la règle de somme FGT (i.e., une ab-

sence de saturation à des énergies ~Ωm ∼ 100 meV) n’a pas été observée
dans la réponse des excitations suivant les plans CuO2. Il y a une dif-
ficulté d’ordre technique : le rapport signal/bruit des expériences conven-
tionnelles de réflectivité sur des monocristaux ne permet pas de différencier
des changement thermiques de la réflectivité car la résolution est insuffi-
sante. Comme les changements dans l’infrarouge proche et le visible (~ω &
500 meV) sont très faibles (figures 5.1 et 5.14), la plupart des études op-
tiques se basent sur la prise d’un seul spectre (à une seule température) dans
le visible.8 Ces changements existent pourtant, et rien ne permet de supposer
qu’ils puissent être négligés [162]. La Figure 5.14 est un agrandissement des
spectres de réflectivité des échantillons B70KUND et B63KOVR, pour trois
températures, illustrant ce point. A noter que, quand la température dimi-
nue, la réflectivité dans le visible diminue, et celle dans l’infrarouge proche
et moyen augmente. Ceci a été aussi observé par des expériences de spectro-
scopie différentielle par modulation de la température [92, 93].

Pour commencer notre analyse, référons-nous à nouveau aux conducti-

8Cette défaillance des études optiques a été récemment signalée par van der Marel [102].
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vités optiques montrées dans la Figure 5.10. Pour l’échantillon sur-dopé, la
transition supraconductrice est marquée par une diminution de la conduc-
tivité sur toute la gamme spectrale montrée. Cette diminution s’accentue
quand la température diminue. On observe donc une perte de poids spec-
tral dans cette gamme d’énergie associée avec la formation du condensat
superfluide. D’autre part, pour l’échantillon sous-dopé, la conductivité à des
fréquences ~ω . 100 cm−1 ne diminue pas quand la température diminue
en-dessous de Tc. Au delà de cette échelle d’énergie, les conductivités dans
l’état normal et supraconducteur se croisent, et il n’y a pas de perte évidente
de poids spectral dans la région spectrale montrée. Une analyse plus détaillée
est alors requise. Nous allons nous appuyer sur la règle de somme FGT.

5.4.1 Règle de somme FGT suivant ab pour le Bi-2212

Soient TA ≥ Tc et TB < Tc. Ainsi, d’un point de vue expérimental, la
règle de somme FGT compare le changement de poids spectral

∆W ≡ W (Ωm, TA)−W (Ωm, TB) (5.7)

[voir l’équation (5.5)] avec le poids spectral du superfluide

ρs(TB) =
πεv

2
Ω2

l(TB), (5.8)

où Ωl = c/λl est la fréquence de London (λl est la longueur de pénétration
de London).

Pour les trois échantillons, à toutes les températures en-dessous de Tc,
nous avons detérminé le poids spectral superfluide directement à partir du
comportement en 1/ω2 à basse fréquence (mais toujours dans la gamme spec-
trale mesurée) de la partie réelle de la fonction diélectrique [modèle de Gorter-
Casimir-London, Eqn. (4.68)] : la pente d’une telle courbe donne directement
la fréquence de London. Un exemple à 10 K est montré dans la Figure 5.15.
Le tableau 5.1 résume les longueurs de pénétration de London à 10 K pour
les trois niveaux de dopage.

B70KUND B80KOPT B63KOVR

λl(10 K) 7115 Å 2900 Å 2250 Å

Tab. 5.1 – Longueurs de pénétration de London à 10 K pour les trois échantillons
étudiés.

Nous avons maintenant les outils nécessaires pour étudier la règle de
somme FGT. Nous allons prendre TA = 80 K, 91 K et 70 K pour B70KUND,
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Fig. 5.15 – Détermination du poids spectral superfluide pour l’échantillon B70KUND,
à partir du comportement à basse fréquence de ε1(ω). On ne retient que la gamme 30 −
60 cm−1, où ε1 ∝ ω−2.

B80KOPT et B63KOVR, respectivement (températures de mesure juste au
dessus Tc), et TB = 10 K pour tous les échantillons. La Figure 5.16 montre
le comportement en fréquence de la relation ∆W/ρs pour les trois échantillons
considérés. A noter que chaque panneau couvre des échelles d’énergie différentes.
Pour les échantillons B63KOVR et B80KOPT, la règle de somme est saturée
à des énergies de l’ordre de 500 − 1000 cm−1, c’est-à-dire, 2.5 − 5 × ∆(0),
comme pour les supraconducteurs BCS. Pour l’échantillon sous-dopé, par
contre, on a ∆W/ρs ∼ 0.7 même à des énergies de l’ordre de 1 eV. Pour cet
échantillon, le rapport ∆W/ρs crôıt avec l’énergie et ne se rapproche de 1
que vers 2 eV. Ainsi, une partie non negligeable (∼ 30%) du poids spectral
du condensat en régime sous-dopé s’accumule au détriment de poids spectral
venant des régions de haute énergie (~ω > 1 eV) du spectre optique.

Ce comportement très remarquable doit être examiné de façon critique
à la lumière des incertitudes dans la détermination du rapport ∆W/ρs.
Premièrement, la détermination de ∆W suppose que W (TA) donne une esti-
mation correcte du poids spectral, à fréquence non nulle, dans l’état normal à
TB (Wn(TB)), si l’on était capable de détruire la supraconductivité en-dessous
de Tc. Cette hypothèse est correcte pour un supraconducteur BCS, mais est
inappropriée pour les cuprates [122]. Ainsi, en prenant pour poids spectral
de l’état normal W (TA ≥ Tc), au lieu de Wn(TB) (inconnu), nous pour-
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Fig. 5.16 – Rapport ∆W/ρs porté en fonction de la fréquence, montrant la saturation
de la règle de somme FGT à des énergies conventionnelles pour les échantillons B63KOVR
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échelle d’énergie non-conventionnelle (∼ 2 eV) est nécessaire pour l’échantillon B70KUND
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fluide ρs(T ) au poids spectral W (T < Tc).

rions fausser la règle de somme. Toutefois, cette erreur peut être evaluée
comme suit. Reprenons l’évolution en température, entre 300 K et 10 K,
des poids spectraux à différents fréquences de coupure, montrée dans la Fi-
gure 5.13. Pour faciliter la discussion, cette figure est redessinée (sous une
forme mieux adaptée à notre propos) dans la Figure 5.17. Ainsi par exemple,
à ~Ωm = 1000 cm−1 (cercles), le poids spectral normalisé augmente de façon
non négligeable quand la température diminue. Ce comportement pourrait
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se poursuivre à T < Tc si l’on pouvait supprimer la supraconductivité. On
pourrait donc estimer une augmentation de l’ordre de 10% pour ce poids
spectral relatif pour les deux échantillons (voir la Figure 5.17), en supposant
une extrapolation linéaire des données. Par conséquent, il est probable que,
autour de cette énergie, W (TA) sous-estimera de façon non négligeable la
véritable valeur de Wn(TB) pour T < Tc. Pour nous faire une meilleure idée
de cette sous-estimation, nous avons additionné le poids spectral superfluide
ρs(TB) au poids spectral W (TB) (symboles ouverts dans la Fig. 5.17), pour
différentes fréquences de coupure Ωm et à toutes les températures TB < Tc. A
une fréquence de coupure donnée, ces points répresentent ainsi l’évolution du
poids spectral en-dessous de Tc si l’on avait supprimé la supraconductivité et
si tout le condensat s’était formé au détriment des excitations jusqu’à ladite
fréquence Ωm. On voit que les points ouverts extrapolent de façon raisonable
les données à haute température. Ils suggèrent donc une borne maximale pour
l’erreur en question. Nous avons effectué des évaluations similaires pour les
autres fréquences de coupure, commençant par 100 cm−1. L’erreur augmente
à basse fréquence, comme il est évident sur la Fig. 5.17. A des fréquences
supérieures à 5000 cm−1, selon cette figure, les changements en température
du poids spectral de l’état normal devraient être approximativement 10 fois
plus petits qu’à 1000 cm−1. Par conséquent, au-dessus de 5000 cm−1 l’incer-
titude dans Wn(TB) devient négligeable comparée aux incertitudes dans le
changement relatif de la conductivité avec la température, aux incertitudes
de l’ajustement, et aux incertitudes dans la détermination de ρs.

9

Ces trois erreurs doivent être calculées de façon cohérente, car l’erreur
dans la détermination de la densité superfluide, par exemple, est inévitablement
liée (par causalité) à l’erreur dans la détermination de la conductivité. Ici,
nous avons comparé le rapport ∆W/ρs pour deux ajustements à la réflectivité
ayant deux oscillateurs de London différents en-dessous de Tc.

10 Nos calculs
montrent que la borne supérieure pour ce genre d’erreurs est de 15 − 20%
dans l’évaluation de ∆W/ρs à toutes les fréquences.

Ainsi, toutes les incertitudes peuvent être incorporées dans l’analyse du
rapport ∆W/ρs, et sont représentées par les barres d’erreur de la Fig. 5.16.
Par conséquent, la partie supérieure des barres d’erreur trace la borne supérieure
pour la règle de somme FGT à chaque fréquence.

Pour l’échantillon sous-dopé, la violation de la règle de somme est alors

9Puisque l’on s’intéresse à des changements relatifs avec la température, l’erreur dans
la détermination de la valeur absolue de la réflectivité, et du reste des fonctions optiques,
est non pertinent. Voir le chapitre 6

10Bien sûr, toujours en gardant une précision absolue meilleure que 0.5% de l’ajustement
dans la gamme spectrale mesurée.
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clairement établie.11 A une énergie de 1 eV, on a ∆W/ρs = 0.65±0.18. Dans
les barres d’erreurs, la règle de somme est saturée pour cet échantillon à des
énergies au-dessus de 2 eV. C’est là l’échelle d’énergie des excitations qui se
voient modifiées par l’apparition de la supraconductivité dans cet échantillon.

A ce propos, il faut mentionner que des résultats rapportés dans la littérature
pour YBCO-123 et Tl-2201 sousdopé [90, 163] montrent un comportement
plus conventionnel, probablement parce que, comme il a été signalé dès le
début, en règle générale un seul spectre est mesuré dans le visible, qui est jus-
tement une gamme spectrale critique ici. Nos résultats pour les échantillons
optimalement dopé et sur-dopé sont en accord avec des travaux similaires sur
YBCO-123 et Tl-2212 [105].

5.4.2 Violation de la règle de somme, changement d’énergie
cinétique et mécanisme d’appariemment

Une façon possible d’interpréter la violation de la règle de somme FGT
observée pour l’échantillon sous-dopé vient du modèle de Hubbard à une
bande. Rappellons que, dans ce modèle, le poids spectral à basse fréquence
est une mesure de l’énergie cinétique des porteurs de charge :

∫ Ωm

0

σ1(ω)dω = 2π2εv
e2

~2

a2

V
Ek. (5.9)

Ici, l’intégrale s’étend depuis zéro sur toutes les énergies de la bande de
conduction, a est le paramètre de réseau le long de la direction de polarisation
du champ électrique, V est le volume par site et Tk = −Ek l’énergie cinétique
par site (négative dans un modèle de liaisons fortes). Dans l’état supracon-
ducteur, cette intégrale peut être divisée en une intégrale dite “régulière” sur
les fréquences finies, plus le poids spectral à fréquence nulle du superfluide.
Le résultat est alors que le changement de l’énergie cinétique par site entre
les états normal et supraconducteur ∆Ek est relié au “facteur de violation
de la règle de somme FGT” (1−∆W/ρs) par l’expression

∆Ek =
137

4π

~
c

V

a2
Ω2

l ×
[
1− ∆W

ρs

]
. (5.10)

Ainsi, une violation de la règle de somme FGT avec ∆W/ρs < 1 implique
une réduction de l’énergie cinétique des porteurs dans l’état supraconducteur.
Pour Bi-2212, on a, dans les équations (5.9) et (5.10), ~ΩM ∼ 1 eV, et V/a2 =

11Il est également clair que la partie négative de la règle de somme à basse fréquence
peut venir d’une estimation incorrecte de Wn
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7.67 Å par site de cuivre (volume de la cellulle unitaire = 5.4×5.4×30.7 Å3,
distance cuivre-cuivre = a = 5.4 Å, 4 sites de cuivre par cellule). Pour
l’échantillon sous-dopé, Ωl = 7200 cm−1, et ∆W/ρs = 0.65± 0.18 à 1 eV, ce
qui donne ∆Ek = 1.1 ± 0.3 meV par site de cuivre. Ceci serait un gain en
énergie cinétique ∼ 15 fois plus grand que l’énergie de condensation U0 (U0 '
0.08 meV par site de cuivre pour Bi-2212 optimalement dopé, tableau 2.1),
et peut alors rendre compte de l’énergie nécessaire pour la transition.

En fait, quelques modèles théoriques ont proposé qu’un changement d’énergie
cinétique pourrait être à l’origine de la transition supraconductrice : des trous
mobiles dans un environnement antiferromagnétique [164, 165, 166], effet
tunnel des paires de Cooper entre les plans (“Interlayer Tunnelling Theory -
ILT” [21]), ou “déshabillage des trous” (“hole undressing” [119, 120, 121]). Ce
dernier scénario prédit, en particulier, que la violation de la règle de somme
devrait être plus grande pour de faibles concentrations des porteurs, et que,
en dopant, une échelle d’énergie conventionnelle pour saturer la règle de
somme FGT devrait être retrouvée. Il prédit également que le changement
d’énergie cinétique est bien plus grand que l’énergie de condensation. Par
exemple, pour Tl-2212, ce changement a été estimé de l’ordre de 1 à 3 meV
par oxygène planaire [167], ce qui équivaut à 0.5−1.5 meV par site de cuivre.

Une dernière considération, vis-à-vis des caractéristiques physiques réelles
des cuprates. Des experiences récentes de microscopie tunnel à balayage sur
des échantillons de Bi-2212 optimalement dopé ont révelé l’existence d’in-
homogénéités spatiales microscopiques dans la réponse électronique de ce
système [168]. Selon ces experiences, les spectres tunnel locaux, ainsi que la
densité locale d’états et l’amplitude du gap supraconducteur, varient sur une
échelle ∼ 14 Å. Comme les longueurs d’onde IR-VIS sont bien plus larges que
cette échelle spatiale, la réflectivité réalise une moyenne à grande échelle de
ces effets. Toutefois, il n’est pas clair aujourd’hui pour nous quelles seraient
les implications de ces effets sur la réponse optique des cuprates. Il faut aussi
remarquer que ces resultats sont en contradiction avec, par exemple, ceux de
la réference [45], montrés dans l’encadré de la Figure 2.5.

En conclusion, nous trouvons que la transition supraconductrice modifie
les excitations électroniques jusqu’à des énergies de l’ordre de 2 eV. Ce phe-
nomène est clairement observé en régime sous-dopé. Cette échelle d’énergie
étant beaucoup plus large que les énergies des excitations bosoniques dans le
système, suggère une forte contribution électronique au mécanisme d’appa-
riement.

? ? ?

Buenas selenas, cronopio cronopio !

Julio Cortázar, Historias de Cronopios y de Famas.
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Chapitre 6

Les transformées de
Kramers-Kronig et l’analyse
des spectres de réflectivité et
des incertitudes

6.1 Introduction - Enoncé du problème

Si {R (ω) , ω ∈ [0,∞)} est le spectre de réflectivité complet et exact d’un
composé donné, toutes les fonctions optiques de cet composé peuvent, en
principe, être calculées à partir de R (ω) uniquement. Ceci grâce à la trans-
formée de Kramers-Kronig (TKK) de R (ω) que, rappellons-le, ne suppose
qu’une reponse linéaire et causale du système :

θ (ω0) = −ω0

π

∫ ∞

0

ln [R (ω) /R (ω0)]

ω2 − ω2
0

dω. (6.1)

Les fonctions optiques complexes sont alors :

Réflectivité complexe

r̃ (ω) = r (ω) exp [iθ (ω)] ; (6.2)

r (ω) =
√

R (ω). (6.3)
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Fig. 6.1 – Schéma montrant les differentes parties qui composent le spectre expérimental
étendu (voir définition dans le texte), ainsi que le spectre “exact” du même système —celui
que l’on devrait obtenir avec une mesure idéale pour toutes les fréquences.

Indice de réfraction complexe :

η̃ =
1 + r̃

1− r̃
≡ η + iκ, et donc (6.4)

η =
1− r2

1 + r2 − 2r cos θ
, et (6.5)

κ =
2r sin θ

1 + r2 − 2r cos θ
. (6.6)

Conductivité complexe :

σ = iεvω (ε∞ − ε) ≡ σ1 + σ2. (6.7)

Toutefois, la mesure expérimentale de la réflectivité [que nous appellerons
Rexp (ω)] est bornée entre deux fréquences ωa et ωb. Le calcul de θ (ω) doit
être alors fait en extrapolant Rexp (ω) au-delà de ces limites, avec, en plus,
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l’introduction d’une fréquence de coupure haute-fréquence ω∞ pour les cal-
culs numeriques1. D’autre part, la réflectivité n’est jamais mesurée avec zéro
incertitude, ni en valeur absolue ni dans ses variations relatives (que ce soit
en fréquence ou en température).

Appelons réflectivité expérimentale étendue Rf (ω) la réflectivité définie
par (Figure 6.1) :

Rf (ω) =





extrapolation de Rexp (ω) pour ω ∈ [0, ωa);
Rexp (ω) pour ω ∈ [ωa, ωb];
extrapolation de Rexp (ω) pour ω ∈ (ωb, ω∞)



 . (6.8)

Les erreurs absolues et relatives dans la détermination de la réflectivité sont :

∆R (ω) ≡ Rf (ω)−R (ω)
ξ (ω) ≡ ∆R (ω) /R (ω)

(6.9)

L’incertitude dans la détermination d’une fonction optique [Eqns. (6.1)-
(6.7)] à une fréquence donnée depend de l’incertitude dans la détermination
de la réflectivité à toutes les fréquences, comme l’indique la relation TKK
(6.1). Nous arrivons ainsi à l’énoncé du problème de l’analyse des incerti-
tudes des fonctions optiques tirées des spectres de réflectivité :

PROBLEME :

1. Etant donnée |ξ (ω)|max, quelle est l’erreur maximale attendue dans la
détermination des fonctions optiques du système ?

2. Comment, lors du calcul des fonctions optiques, l’erreur ξ (ω) se propage-
t-elle vers les autres fréquences ω′ 6= ω ?

6.2 Lemme fondamental pour l’analyse des

spectres de réflectivité

Le point de depart pour répondre en détail aux questions que l’on vient
de poser est le suivant :

Lemme (Fondamental) 6.2.1 Si R1 (ω) et R2 (ω), ω ∈ [0,∞), sont deux
spectres de réflectivité tels que R1 (ω) ≡ R2 (ω) ∀ω, alors les fonctions op-
tiques associées avec R1 (ω) sont identiques à celles associées avec R2 (ω).

1Dorénavant, nous supposerons que ω∞ À ωb, et nous négligerons les erreurs introduites
par cette coupure. Cette hypothèse est valable pour l’analyse des données dans cette thèse.
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Fig. 6.2 – Réflectivité experimentale pour le composé YBCO-7 surdopé à T = 300 K
(d’après la référence [82]), et ajustements Drude-Lorentz et Drude étendu. Les pa-
ramètres utilisés pour l’ajustement Drude-Lorentz sont εdl

∞ = 5.058, (Ωdl, γdl, Ωto, γto) =
(19819, 2298, 9706, 13029) cm−1, ∆ε = 2.6, et ceux pour l’ajustement Drude étendu sont
εde
∞ = 3.8, (Ωde, γp, γ0) = (9100, 7350, 1750) cm−1.

Ce lemme suit directement (et de façon évidente) des relations (6.1)-(6.7).
Que veut-il dire ?

– S’il existe deux systèmes physiques différents S1 et S2 tels que R1 (ω) =
R2 (ω)∀ω, alors ces deux systèmes ont les mêmes fonctions optiques.
Par exemple, si la réflectivité d’un composé à T = 300 K, H = 0 T, P =
1 atm est identique à celle d’un autre composé à T = 4 K, H = 20 T et
P = 100 atm, alors σS1 (ω ; 300 K, 0 T, 1 atm) = σS2 (ω ; 4 K, 20 T, 100 atm).

– Si deux modèles phénoménologiques (ou microscopiques) prédisent des
réflectivités identiques (pour un système donné ou pour deux systèmes
différents), alors les fonctions optiques issues des deux modèles sont
identiques. Le corollaire important qui s’ensuit est que, étant donnée la
réflectivité R (ω) d’un système, s’il existe un modèle phénomenologique
causal ajustant exactement R (ω), alors les fonctions optiques issues
de ce modèle sont exactement les mêmes que les fonctions optiques du
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Fig. 6.3 – Conductivités réelles issues des ajustements Drude-Lorentz (spectre “exact”)
et Drude étendu (spectre “perturbé”) à la réflectivité du composé YBCO-7 (Figure 6.2).
L’encadré montre la comparaison entre les erreurs relatives dans la détermination de la
réflectivité et la conductivité.

système (issues de TKK{R (ω)}) .
A noter que ce qui précède ne veut pas dire que le modèle lui-même est

le seul modèle correct –ou encore, que les paramètres sont pertinents vis-à
-vis du système physique.

Exemple 6.2.1 Pour illustrer ce dernier point, considerons le spectre de
réflectivité mesuré d’un echantillon d’YBCO-7 montré dans la figure 6.2, ainsi
que des ajustements à cette réflectivité en utilisant deux modèles phénomenologiques
différents : Le modèle de Drude-Lorentz (DL–que nous assimilerons dans cet
exemple aux fonctions optiques “exactes”) :

εdl (ω) = εdl
∞ − Ω2

dl

ω (ω + iγdl)
+

∑
j

∆εjΩ
2
toj

Ω2
toj − ω2 − iωγtoj

; (6.10)
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et le modèle de Drude Etendu (DE) [169] :2

εde (ω) = εde
∞

[
1− Ω2

de − i (γp − γ0)

ω (ω + iγ0)

]
. (6.11)

La réflectivité peut être bien ajustée avec DE dans la plage des fréquences
expérimentales, ce qui donne des fonctions optiques proches (à des fréquences
ω < 10000 cm−1, là où le modèle est valable) des fonctions optiques “exactes”
(Figure 6.3).

L’erreur relative est 5 à 10 fois plus grande que celle commise dans la
détermination de la réflectivité (voir encadré Fig. 6.3). Cette dernière obser-
vation est importante, car elle donne déjà une première estimation de l’ordre
de grandeur de l’erreur attendue dans la détermination des fonctions optiques
des systèmes comme les cuprates, si l’erreur relative dans la détermination
de R (ω) est connue.

Il est intéressant de noter que, dans le calcul des fonctions optiques de cet
exemple, nous n’avons pas utilisé de façon explicite les relations de Kramers-
Kronig. En effet, nous avons déclaré dès le debut que nous connaissions
la forme exacte de ε (ω). Le point crucial ici est que le Lemme Fonda-
mental, qui est basé sur les relations de Kramers-Kronig, est la clé de la
compréhension du bon accord entre les fonctions optiques “exactes” (ici DL)
et “phénomenologiques” (ici DE) dans la gamme des fréquences accessibles.

Pour des fréquences ω > 12000 cm−1, l’ajustement par DE à la réflectivité
donne un moins bon accord. Premièrement, l’erreur relative ∆R/R est ici plus
grande, à cause d’une part du fait que la conductivité du modèle DE ne tend
pas vers zéro à haute fréquence, et d’autre part parce-que la réflectivité ab-
solue “exacte” est très basse dans cette gamme spectrale. Deuxièmement, et
plus important, le fait de ne pas avoir ajusté la réflectivité “exacte” au-délà
de 20000 cm−1 implique (via TKK, même si —à nouveau— TKK n’apparâıt
pas explicitement dans cet exemple) des erreurs qui “rebondissent” vers les
fréquences ω < 20000 cm−1 lors du calcul des fonctions optiques. Nous ver-
rons plus tard que ces “erreurs de rebondissement” se font sentir de façon
plus importante jusqu’à des fréquences ∼ la moitié de la dernière fréquence
mesurée (ajustée par DE, dans cet exemple).

2A noter que, bien que le modèle DE donne un ajustement remarquable à la réflectivité
dans la region experimentalement disponible, il n’est pas realiste du point de vue physique.
En effet, la conductivité à très haute fréquence de ce modèle ne tend pas vers zéro.
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6.3 Détermination des incertitudes attendues

dans les fonctions optiques à partir de

r̃ (ω) et ∆r/r

L’erreur relative dans la détermination de r (ω) est ∆r/r = (1/2)(∆R/R).
Soient θf (ω) la TKK de Rf (ω) [c.f., Eqns. (6.8) et (6.1)], et ∆θ = θf − θ.

Etant données r (ω), θ (ω), ∆r/r et ∆θ, on peut, à partir des èquations
(6.1) à (6.7), calculer les erreurs relatives dans la détermination des fonc-
tions optiques. Nous donnerons ici l’exemple pour l’indice de réfraction et la
conductivité.

Incertitudes pour l’indice de refraction complexe :

∆η

η
=

{
2r

1− r2

[(1 + r2) cos θ − 2r]

1 + r2 − 2r cos θ

}
∆r

r

−
{

2r sin θ

1 + r2 − 2r cos θ

}
∆θ, (6.12)

∆κ

κ
=

{
1− r2

1 + r2 − 2r cos θ

}
∆r

r

+

{
1

sin θ

[(1 + r2) cos θ − 2r]

1 + r2 − 2r cos θ

}
∆θ. (6.13)

Incertitudes pour la conductivité complexe :

∆σ1

σ1

=
∆ε2

ε2

=

{
1

1− r2

2r [(1 + r2) cos θ − 2r] + (1− r2)
2

1 + r2 − 2r cos θ

}
∆r

r

+

{
1

sin θ

[
(1 + r2) cos θ − 2r

(
1 + sin2 θ

)]

1 + r2 − 2r cos θ

}
∆θ,

(6.14)

[
(1− r2)

2 − 4r2 sin2 θ

4r

]
∆ε1

ε1

=

[
(1− r2)

[
(1 + r2) cos θ − 2r

(
1 + sin2 θ

)]

1 + r2 − 2r cos θ

]
∆r

r

−
[

2r [(1 + r2) cos θ − 2r] + (1− r2)
2

1 + r2 − 2r cos θ
sin θ

]
∆θ.

(6.15)
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A noter que ∆σ2/σ2 = ∆(ε1 − ε∞)/(ε1 − ε∞), et donc l’incertitude dans
la connaissance de ε∞ rentre dans le calcul de ∆σ2/σ2. ε∞ fait partie des
extrapolations haute-fréquence de ε1 (ω), dont les effets seront considerés en
détail plus loin.

A partir des expressions ci-dessus, il est évident que les incertitudes dans
la détermination des fonctions optiques dependent d’une façon compliquée
(mais explicite) des valeurs de r (ω) et θ (ω) —la réflectivité complexe exacte
du systeme. Puisque r̃ (ω) (exacte) n’est pas connue (ou le probleme qui
nous occupe ne se poserait pas), c’est le travail de l’expérimentateur (ou du
théoricien essayant de modéliser la réponse du système) d’indiquer de façon
précise de combien Rf (ω) peut s’eloigner de R (ω) pour chaque fréquence. De
cette façon, une estimation raisonnable des incertitudes dans la détermination
des fonctions optiques pourra être menée à terme. A ce propos, quelques
remarques s’imposent :

1. Puisque ∆(fonction optique)/(fonction optique) depend explicitement
de r̃ (ω), on ne peut pas tirer des conclusions générales sur l’ordre de
grandeur de cette incertitude sans une connaissance a-priori de r̃ (ω).
Il faut travailler au cas par cas.

2. La “propagation” de ξ (ω) à des fréquences ω′ 6= ω apparâıt seulement
dans les termes contenant ∆θ (ω′) : en général, même si ξ (ω′) = 0,
∆θ (ω′) ne s’annule pas.

3. Il n’y a pas de propagation de ξ (ω) vers ω′ 6= ω si, et seulement si,
∆θ (ω) = 0 ∀ω ∈ [0,∞). Ceci est le cas quand Rf (ω) = βR (ω), ce qui
peut s’énoncer sous la forme du théorème suivant :

Théorème 6.3.1 Si β est une constante, et Rf (ω) = βR (ω), alors
∆θ (ω) = 0 ∀ω ∈ [0,∞).
Démonstration : ∆R (ω) = Rf (ω)−R (ω) = R (ω) [β − 1], d’où, pour
tout ω0 ∈ [0,∞),

∆θ (ω0) ≡ θf (ω0)− θ (ω0) = −ω0

π

∫ ∞

0

ln
[

Rf (ω)

Rf (ω0)
× R(ω0)

R(ω)

]

ω2 − ω2
0

dω

= −ω0

π

∫ ∞

0

ln
[

β
β

]

ω2 − ω2
0

dω = 0.

En d’autres termes, ξ (ω) = const = β − 1 =⇒ ∆θ (ω) = 0.

Dans ce cas particulier les incertitudes dans la détermination des fonc-
tions optiques deviennent locales et sont directement données par ∆r/r.
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Fig. 6.4 – Réflectivité simplifiée typique pour le composé Bi-2212 surdopé, à T = 100 K
(état normal), dans la gamme spectrale 0− 25000 cm−1. Le spectre a été obtenu à partir
d’un ajustement du type Drude-Lorentz (MIB) à la réflectivité de l’échantillon B63OD.
L’encadré montre le spectre entre 0 et 2000 cm−1.

L’intérêt de cette remarque est qu’elle s’applique à l’étude des incerti-
tudes dues aux erreurs systématiques sur la mesure de la valeur absolue
de la réflectivité (Section 6.4).

4. Dans tous les calculs précédents pour ∆(fonction optique)/(fonction
optique), nous avons supposé que ∆r et ∆θ étaient des infiniment petits.
Quand cette condition n’est pas respectée, les relations (6.12)-(6.15),
qui sont des développements limités, ne sont plus valables. Dans les
regions spectrales où ceci peut se passer (par exemple, à très haute
fréquence, au delà de la region mesurée), toute conclusion concernant
les fonctions optiques du système est sans valeur.

La Figure 6.4 montre une réflectivité simplifiée typique pour le composé
Bi-2212 surdopé. Considérant cette réflectivité comme “exacte”, on peut cal-
culer les facteurs Cr et Cθ devant ∆r/r et ∆θ de ∆σ1/σ1, par exemple
[Eq. (6.14)]. Le comportement de ces coefficients est montré dans la Fi-
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Fig. 6.5 – Coefficients Cr et Cθ permettant de calculer la dépendence en fréquence de
∆σ1/σ1 [Eqn. (6.14)]. La réflectivité “exacte” de base est celle montrée dans la Fig. 6.4.

gure 6.5, où l’on voit alors que les erreurs provenant des termes en ∆r/r
et ∆θ sont d’autant plus importantes que la fréquence est basse, parce
que la réflectivité est plus proche de 1. Cependant, ces erreurs n’étant pas
indépendantes, l’erreur totale sur la conductivité à basse fréquence ne crôıt
pas sans borne, restant plutôt acceptable (. 10%) comme l’a montré l’exemple
6.2.1, et comme le confirme l’exemple suivant.

Exemple 6.3.1 Le but de cet exemple est , d’une part, de montrer que
quand Rf (ω) et R (ω) sont connues, et |∆R/R| ¿ 1, il y a un bon accord
entre (∆σ1/σ1)calc, donné par l’expression (6.14), et (∆σ1/σ1)obs issu direc-
tement des TKK de Rf (ω) et R (ω). D’autre part, cet exemple confirmera
l’estimation |∆σ1/σ1|max ∼ 5− 10 |∆R/R| pour le composé Bi-2212.

Considerons le spectre de réflectivité “Drude+MIB” montré dans la Fi-
gure 6.4. Ce spectre, calculé à partir du modèle Drude-Lorentz, est bien
défini et connu analytiquement pour toute fréquence. Incidemment, il cor-
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Fig. 6.6 – Perturbation gaussienne à la réflectivité “exacte” de la Fig. 6.4. Une telle
perturbation permet de modeliser les erreurs typiques commises lors de l’ajustement de la
réflectivité experimentale. L’encadré montre la gaussienne utilisée pour décrire la pertur-
bation.

respond (approximativement) à notre echantillon B63KOVR à une tem-
perature de 100 K. On peut alors définir une “perturbation gaussienne”
ξG (ω) par rapport à cette réflectivité exacte, telle que ξG (ω) = ∆R/R =
α exp{− (ω − ωc)

2 /2σ2}, ou ωc est le centre de la perturbation, et
√

2σ est
sa demi-largeur. Ici, nous prendrons α = |∆R/R|max = 1% = 10−2. La
réflectivité perturbée Rf (ω) = R (ω) + ∆R (ω), ainsi que la perturbation
ξG (ω), sont montrées dans la Figure 6.6.

A partir des spectres pour R (ω) et Rf (ω) on peut, à travers un calcul
numérique de TKK, obtenir θ (ω) = TKK{R (ω)} et θf (ω) = TKK{Rf (ω)},
et puis σ1 (ω) et σ1,f (ω) en utilisant les relations (6.2)-(6.7). La “pertur-
bation” induite dans la phase de la réflectivité sera ∆θ = θf (ω) − θ (ω),
et a l’allure montrée dans la Figure 6.7. Comment on le voit sur cette fi-
gure, |∆θ|max ≈ 0.3. Finalement, on peut calculer ∆σ1/σ1 de deux façons
différentes : en utilisant l’expression (6.14) —qui suppose |∆r|max ¿ 1 et
|∆θ|max ¿ 1— ou directement (∆σ1/σ1)obs = [σ1,f (ω)− σ1 (ω)] /σ1 (ω), comme
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Fig. 6.7 – Incertitude ∆θ induite dans la phase par une perturbation gaussienne à
la réflectivité. ∆θ a été obtenue à partir des TKK des spectres montrés dans la Fig.
6.6. La perturbation gaussienne (hauteur α = 1%, largeur σ = 200 cm−1, centre ωc =
800 cm−1) équivaut, en moyenne, à une perturbation du type “bôıte carrée” d’hauteur
α = 1% et largeur ∆ωeq = (2π)1/2

σ ≈ 500 cm−1. Pour une telle bôıte carrée, l’étendue de
propagation est caracterisé par les paramètres δω>

+ ≈ 425 cm−1 et δω<
− ≈ 160 cm−1 [c.f.

Eqns (6.30) et (6.36)], en bon accord avec les résultats numériques.

expliqué ci-dessus. La Figure 6.8 montre que les résultats de ces deux calculs
sont en bon accord (avec un écart maximal de l’ordre de |∆R/R|max), et que
|∆σ1/σ1|max ∼ 5− 10 |∆R/R|. Par ailleurs, puisque un calcul numérique des
TKK s’est imposé (les cas solubles analytiquement n’etant pas, hélas, ceux
des cuprates), des extrapolations basse et haute fréquence ont été utilisées
dans cet exemple. Par consequent, les valeurs analytiquement exactes des
phases θ et θf devraient differer légèrement des valeurs numériques ici cal-
culées. Ce fait pourrait jouer un rôle dans le désaccord entre (∆σ1/σ1)calc

et (∆σ1/σ1)obs montré dans la Figure 6.8. La question très importante des
extrapolations basse et haute fréquence, ainsi que leur “propagation” vers la
gamme spectrale mesurée, sera abordée dans la Section 6.5.
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Fig. 6.8 – Incertitude relative induite dans la partie réelle de la conductivité par une
perturbation gaussienne à la réflectivité. L’incertitude calculée à partir de l’équation (6.14)
est comparée avec celle donnée par un calcul numérique directe (via TKK) à partir des
réflectivités “exacte” et “perturbée” de la Figure 6.6.

6.4 L’incertitude dans la mesure absolue de

la réflectivité et ses effets dans la détermination

des fonctions optiques

Lors du calcul des fonctions optiques du système à partir du spectre
de réflectivité experimentale obtenu, les sources majeures d’incertitude sont
les extrapolations introduites au-delà de la gamme spectrale mesurée, et les
incertitudes inhérentes à la mesure de la réflectivité. Si, en plus, les fonctions
optiques sont tirées d’un modèle phénoménologique en ajustant la réflectivité
mesurée3, l’incertitude dans l’ajustement vient s’ajouter à l’incertitude dans
la mesure.

Dans cette section, nous aborderons en premier le problème des erreurs

3Lorsque on ne peut pas obtenir la phase directement à partir du spectre expérimental,
comme dans le cas des expériences sur des couches minces

144



liées aux incertitudes dans la mesure de la valeur absolue de la réflectivité.
Dans la section suivante, nous nous occuperons de la propagation, vers toutes
les fréquences, des incertitudes dans la réflectivité à une fréquence donnée.
Pour cela, nous adopterons une description analytique très simple des incer-
titudes dans la réflectivité, qui pourra être appliquée à l’étude des effets, dans
les regions spectrales mesurées, des extrapolations basse et haute fréquence.
Enfin, dans la Section 6.6 nous affinerons le calcul pour étudier les effets des
incertitudes dans la gamme spectrale expérimentale.

L’incertitude dans la mesure de la valeur absolue de la réflectivité vient du
fait que la référence utilisée comme étalon de réflectivité n’est pas un miroir
parfait. En général, la réflectivité de la référence est Rref = 1/ (1 + x), avec
x ¿ 1. La comparaison du spectre de réflectivité exacte de l’échantillon Re

avec cette référence donne

Rf = Re/Rref = (1 + x)Re, d’où (6.16)

∆R

R
= x ≈ const. (6.17)

On est alors dans le cadre du Théorème 6.3.1, de façon que l’erreur sur la
phase de la réflectivité complexe est zéro. Pour la partie réelle de la conduc-
tivité, par exemple, l’incertitude sera alors uniquement due au terme en
∆r/r [Eq. (6.14)]. Ce terme est de la forme Cr × (∆r/r), avec Cr montré
sur la Figure 6.5. L’incertitude sur la conductivité induite par l’erreur dans
la mesure de la valeur absolue de la réflectivité devient seulement impor-
tant à basse fréquence (plus grand que ∼ 30% en-dessous de ∼ 100 cm−1

quand ∆R/R = 2∆r/r ≈ 1%). D’autre part, puisque il s’aggit d’une erreur
systématique, elle peut être énormement réduite en comparant deux courbes
de conductivité du même échantillon, par exemple lors du calcul de l’évolution
du poids spectral infrarouge entre deux températures différentes.

6.5 Propagation de ξ (ω) vers ω′ 6= ω — Effet

des extrapolations basse et haute fréquence

Le point de départ est l’expression de l’erreur ∆θ (ω0) induite dans la
phase de la réflectivité complexe par l’incertitude ξ (ω) dans la détermination
du spectre de réflectivité. Ainsi, si θ (ω0) est la phase associée (via TKK)
au spectre exact et complet, et θf (ω0) est la phase associée au spectre
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expérimental étendu, on constate aisément que

∆θ (ω0) ≡ θf (ω0)− θ (ω0) = −ω0

π

∫ ∞

0

ln {[1 + ξ (ω)] / [1 + ξ (ω0)]}
ω2 − ω2

0

dω.

(6.18)
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Fig. 6.9 – Perturbation du type “bôıte carrée” à la réflectivité, et incertitude induite dans
la phase de la réflectivité complexe [Equation(6.21)]. L’étendue de propagation de cette
perturbation (α = 1%, ∆ω/ω1 = 1/2) est caracterisé par les paramètres δω>

+/ω1 ≈ 0.38
et δω<

−/ω1 ≈ 0.2 [c.f. Eqns (6.30) et (6.36)].

Pour poursuivre un calcul analytique, il faut connâıtre ξ (ω). Prenons une
forme simple, de type “boite carrée”, pour ξ (ω) (Figure 6.9) :

ξP (ω; ω1,ω2) ≡ α {H (ω − ω1)−H (ω − ω2)} ; ω2 > ω1, (6.19)

où H (x) est la fonction de Heaviside de “pas unitaire” [H (x ≥ 0) = 1,
H (x < 0) = 0], et α est une constante.4 Avec ce choix pour ξ (ω), l’incertitude

4Noter que l’on a toujours α ∈ (−1,∞), parce que la réflectivité est une grandeur
toujours positive.
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dans la phase devient

∆P θ (ω0) = −ω0

π

{
ln [1 + α]

∫ ω2

ω1

dω

ω2 − ω2
0

− ln [1 + ξ (ω0)]

∫ ∞

0

dω

ω2 − ω2
0

}
.

(6.20)
La deuxième intégrale dans cette expression est identiquement nulle, et l’in-
certitude dans la phase peut ainsi s’écrire5

∆P θ (ω0) = − 1

2π
ln [1 + α] ln

∣∣∣∣
(ω2 − ω0) (ω1 + ω0)

(ω2 + ω0) (ω1 − ω0)

∣∣∣∣ . (6.21)

L’allure de ∆P θ (ω0) est montrée dans la Figure 6.9.
On voit donc qu’un tel choix pour ξ (ω) permet d’étudier, de façon simple,

les caractéristiques de la propagation des erreurs en dehors de la region où
la “perturbation” elle-même s’est produite.

Si ω0 /∈ [ω1, ω2], on peut, pour commencer, considérer deux cas limites :
ω0 beaucoup plus grand ou beaucoup plus petit que ω ∈ [ω1, ω2]. Appelons
∆ω = ω2 − ω1, de façon telle que 0 ≤ ∆ω ≤ ω2. On trouve alors

|∆P θ (ω0)| ≈




1
π
|ln (1 + α)| (∆ω/ω0) ¿ 1 si ω0 À [ω1, ω2] , ou

1
π
|ln (1 + α)| [ω0∆ω/ (ω1ω2)] ¿ 1 si ω0 ¿ [ω1, ω2]



 .

(6.22)
La premiere observation issue de ce calcul est donc que les perturbations

à la réflectivité restent “locales” ; c’est à dire, leur effet sur la phase est
négligeable à des fréquences très eloignées de la region perturbée6.

Il est maintenant désirable de connâıtre plus en détail l’étendue de la re-
gion dans laquelle une perturbation à la réflectivité se propage le plus forte-
ment. Cette question est particulièrement importante pour analyser jusqu’où
se font sentir les effets liés aux extrapolations. Pour l’aborder, nous allons
considérer séparément les cas ω0 > [ω1, ω2] et ω0 < [ω1, ω2]. La définition
suivante sera importante :

Définition (Etendue de propagation) 6.5.1 Nous définirons l’étendue de
propagation de ξ (ω) comme l’intervalle des fréquences pour lesquelles |∆θ (ω0) |
& |ξ (ω) |.

5On utilise
(
ω2 − ω2

0

)−1 = (2ω0)
−1

[
(ω − ω0)

−1 − (ω + ω0)
−1

]

6Ceci est vrai en tant que α n’est pas trop grand –ce qui est, en général, le cas. A noter
que même si α ∼ 103 (ce qui pourrait arriver à des fréquences très elevées par rapport à
la dernière fréquence mesurée), son logarithme népérien est seulement ∼ 10.
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6.5.1 Cas de ω0 > [ω1, ω2] : Etendue spectrale des er-
reurs liées aux extrapolations basse-fréquence

Ecrivons

ω0 = ω2 + δω>, avec δω> > 0, et (6.23)

∆ω = ω2 − ω1. (6.24)

L’incertitude sur la phase devient alors

∆P θ (ω0) = − 1

2π
ln [1 + α] ln

∣∣∣∣
1

1 + x

∣∣∣∣ , avec (6.25)

0 < x =
2ω1∆ω + 2∆ωδω> + 2∆ω2

2ω1δω> + ∆ωδω> + δω2
>

. (6.26)

Quand ξ (ω) a la forme d’une boite carrée [Equation (6.19)], la condition
pour se retrouver en dehors de l’étendue de propagation de ξP (ω; ω1, ω2) est,
d’après les équations (6.25) et (6.26), approximativement :7

‖ln |1/ (1 + x)|‖ < 1, c’est à dire, (6.27)

x < e− 1 ' 1.71828. (6.28)

Ceci donne la condition

(e− 1) δω2
> + [2 (e− 1) ω1 + (e− 3) ∆ω] δω> − 2 (ω1 + ∆ω) ∆ω > 0. (6.29)

La courbe représentative de la fonction définie par (6.29) est une parabole
y (δω>), à concavité positive, qui possède des zéros pour les valeurs de δω> =
δω±> tels que

δω±> = − [2 (e− 1) ω1 + (e− 3) ∆ω]

2 (e− 1)

±

√
[2 (e− 1) ω1 + (e− 3) ∆ω]2 + 8 (e− 1) (ω1 + ∆ω) ∆ω

2 (e− 1)
.

(6.30)

De ces deux valeurs, seule la valeur positive nous intéresse. Ainsi, la condition
(6.29), et par conséquent la condition pour se retrouver en dehors de l’étendue
de propagation de ξP (ω; ω1, ω2), est verifiée quand δω> & δω+

>.

7Pour α ∈ [∼ −0.3,∞), cette condition est “robuste” car, quand x < e − 1, on a en
réalité |2π∆θ (ω0) | < | ln(1 + α)| . |α|.
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Appliquons à présent ce résultat au cas ω1 = 0 et ω2 = ωa. Une ap-
proximation des erreurs liées à l’extrapolation basse fréquence est de choisir
pour ξ (ω < ωa) une boite carrée d’amplitude α = 〈ξ (ω)〉[0,ωa] (c’est à dire,

α ∼ (1/2)× [1−R(ωa)] pour un métal)8. Ainsi :

La condition pour que la fréquence ω0 soit en dehors de l’étendue
de propagation des erreurs liées à l’extrapolation basse-fréquence

est approximativement ω0 & ωa + [2/(e− 1)]ωa ≈ 2.16ωa.

Pour les extrapolations basse-fréquence, où |∆R/R| ¿ 1, cette marge de
sécurité est “forte” (voir la note numéro 7 de pied de page).

6.5.2 Cas de ω0 < [ω1, ω2] : Etendue spectrale des er-
reurs liées aux extrapolations haute-fréquence

Ecrivons maintenat

ω0 = ω1 − δω<, avec δω< > 0, et toujours avec (6.31)

∆ω = ω2 − ω1. (6.32)

L’incertitude sur la phase est, dans ce cas,

∆P θ (ω0) = − 1

2π
ln [1 + α] ln |x| , avec ici (6.33)

x =
2ω1∆ω + (2ω1 −∆ω) δω< − δω2

<

(2ω1 −∆ω) δω< − δω2
<

. (6.34)

On se retrouve alors en dehors de l’étendue de propagation de ξP (ω; ω1, ω2)
quand ‖ln |x|‖ . 1, ce qui equivaut à 1/e . |x| . e. Avec les conditions
ω0 ≥ 0 et δω< > 0 (i.e., 0 < δω< ≤ ω1), on constate aisément que x est
toujours fini et positif (ou encore, que le numérateur dans (6.34) est positif
et le dénominateur est positif et différent de zéro). Donc, on a la condition
1/e . x . e. Ensuite, on peut montrer que x (δω<) est une fonction mono-
tone décroissante dans l’intervalle 0 < δω< < ω1, avec toujours x (δω<) > 1.
Par conséquent, il ne reste que la condition x (δω<) . e, qui peut s’écrire

(e− 1) δω2
< − [2 (e− 1) ω1 + (e + 1) ∆ω] δω< + 2ω1∆ω . 0. (6.35)

8Pour un isolant, ceci surestime l’erreur, car la réflectivité ne tend pas vers 1.

149



La relation (6.35) définit une parabole y (δω<), à concavité positive, possédant
des zéros pour les valeurs de δω< = δω±< tels que

δω±< =
[2 (e− 1) ω1 + (e + 1) ∆ω]

2 (e− 1)

±

√
[2 (e− 1) ω1 + (e + 1) ∆ω]2 − 8 (e− 1) ω1∆ω

2 (e− 1)
. (6.36)

Les deux valeurs de δω±< sont positives, mais la condition δω< ≤ ω1 nous laisse
seulement la valeur δω−< (car δω+

< > ω1). Par conséquent, quand ω0 < [ω1, ω2],
la condition pour se retrouver en dehors de l’étendue de propagation de
ξP (ω; ω1, ω2), est verifiée quand δω< . δω−< < ω1.

Les résultat précédant est applicable à l’étude de l’étendue de propagation
des extrapolations haute-fréquence, qui correspond à ω1 = ωb et ω1 ¿ ∆ω.
On démontre alors, à partir de (6.36), que δω−< (ω1 ¿ ∆ω) ≈ 2ωb/ (e + 1).
C’est à dire,

La condition pour que la fréquence ω0 soit en dehors de l’étendue
de propagation des erreurs liées à l’extrapolation haute-fréquence

est approximativement ω0 . ωb − 2ωb/ (e + 1) ≈ 0.5ωb.

Une condition encore plus forte peut être obtenue si, au lieu de faire
x (δω<) . e, on prend x (δω<) . 2. Dans ce cas, la marge de securité est
poussée jusqu’à ω0 . (1/3) ωb.

6.6 Effets de ξ (ω) à l’intérieur de son étendue

de propagation – Incertitudes liées aux

ajustements de la réflectivité

Pour analyser les spectres de réflectivité des couches minces, il est nécessaire
de faire des ajustements phénoménologiques des spectres —la méthode TKK{Rcouche (ω)}
étant inappropriée. Les incertitudes supplémentaires liées à cet ajustement
apparaissent sur les fonctions optiques. Dans cette section, nous affinerons le
formalisme développé dans l’exemple 6.3.1 pour étudier ces incertitudes.

Reprenons l’expression pour l’erreur ∆θ (ω0) [Equation (6.18)], avec l’hy-
pothèse supplémentaire que ξ (ω) est une “perturbation localisée d’étendue
spectrale finie ∼ 2σ” telle que, pour tout ω, |ξ (ω)| ¿ 1.9 Ainsi, en faisant

9Cette hypothèse est toujours verifiée dans les ajustements que nous avons fait lors des
études de la réponse infrarouge du Bi-2212.
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l’approximation ln |1 + ξ (ω)| ≈ ξ (ω), nous pouvons écrire :

∆θ (ω0) ≈ − 1

2π

∫ ∞

0

[
ξ (ω)− ξ (ω0)

ω − ω0

− ξ (ω)− ξ (ω0)

ω + ω0

]
dω. (6.37)

Une borne supérieure pour l’incertitude dans la phase est alors donnée
par l’expression

|∆θ (ω0)| . 1

2π

{∣∣∣∣
∫ ∞

0

ξ (ω)− ξ (ω0)

ω − ω0

dω

∣∣∣∣ +

∣∣∣∣
∫ ∞

0

ξ (ω)− ξ (ω0)

ω + ω0

dω

∣∣∣∣
}

. (6.38)

Les deux intégrales apparaissant dans cette expression doivent être traitées
différemment. En effet, le dénominateur de la première intégrale s’annule pour
ω = ω0, tandis que la deuxième integrale ne présente pas de singularités. Pour
simplifier les calculs, nous supposerons que ξ (ω) ne change pas de signe.10

Comme nous l’avons demontré dans les sections précédentes, l’étendue de
propagation de ξ (ω) est finie. En particulier, prenons pour ξ (ω) une gaus-
siene (Figure 6.6) :

ξG (ω) = α exp
{− (ω − ωc)

2 /2σ2
}

. (6.39)

Cette gaussienne est une representation “arrondie” d’une perturbation du
type “bôıte-carrée” de hauteur α et largeur ∆ωeq=(2π)1/2 σ ≈ 2.5σ. Alors,
l’intervalle d’integration dans (6.38) peut être restreint à

ω ∈ [ωc − (1/2) ∆ωeq, ωc + (1/2) ∆ωeq] ≈ [ωc − 1.25σ, ωc + 1.25σ] . (6.40)

La limite gauche de cette intervalle peut être remplacée par 0 si σ ∼ ωc. En
effet, les spectres de réflectivité typiques des cuprates présentant peu de struc-
ture (hormis les phonons), on utilise toujours pour l’ajustement des fonctions
respectant cette hypothèse. D’autre part, nous nous interessons ici au cas où
ω0 se trouve à l’interieur de ξ (ω), c’est à dire, ω0 ∈ [ωc − 1.25σ, ωc + 1.25σ].
Avec ces approximations, la deuxième integrale à droite dans (6.38) est
bornée par

∣∣∣∣
∫ ∞

0

ξG (ω)− ξG (ω0)

ω + ω0

dω

∣∣∣∣ .
∫ ωc+1.25σ

0

|α|
ω + ω0

dω. (6.41)

Pour borner la première integrale dans (6.38), on utilise le fait que, pour
ω, ω0 ∈ [ωc − 1.25σ, ωc + 1.25σ], ξG (ω) peut être developée en série de puis-
sances autour de ω0, tout en gardant seulement les termes jusqu’à l’ordre
deux du developpement :

ξG (ω) = ξG (ω0) + ξ′G (ω0) (ω − ω0) +
1

2
ξ
′′
G (ω0) (ω − ω0)

2 + · · · . (6.42)

10Le cas où ξ (ω) change n fois de signe peut être separé en n+1 cas où ξ (ω) ne change
pas de signe.
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Nous avons ainsi, pour la borne de l’erreur dans la phase,

|∆Gθ (ω0)| . 1

2π

{ ∣∣∣∣
∫ ωc+1.25σ

0

ξ′G (ω0) +
1

2
ξ′′G (ω0) (ω − ω0) dω

∣∣∣∣

+

∫ ωc+1.25σ

0

|α|
ω + ω0

dω

}

. 1

2π

{
|(ωc + 1.25σ) ξ′G (ω0)|

+

∣∣∣∣
1

4

[
(ωc + 1.25σ − ω0)

2 − ω2
0

]
ξ′′G (ω0)

∣∣∣∣

+ |α| ln
∣∣∣∣
ωc + 1.25σ + ω0

ω0

∣∣∣∣
}

, (6.43)

ou encore, en prenant explicitement la forme gaussiene pour ξG (ω),

|∆Gθ (ω0)| . |α|
2πσ2

{
|(ωc + 1.25σ) (ω0 − ωc)|

+
1

4

∣∣∣∣∣
[
(ωc + 1.25σ − ω0)

2 − ω2
0

]
[
1− (ω0 − ωc)

2

σ2

]∣∣∣∣∣

+σ2 ln

∣∣∣∣
ωc + 1.25σ + ω0

ω0

∣∣∣∣
}

. (6.44)

Intuitivement, on s’attend à que ∆Gθ (ω0) présente des extrema pour
ω0 ≈ ωc ± (1/2) ∆ωeq. En effet, c’est là où l’erreur dans la phase pour la
bôıte carrée équivalente présenterait des pics de divergence (Fig. 6.9). Les
simulations numériques confirment ce fait (Fig. 6.7). Donc, en faisant ω0 =
ωc + 1.25σ dans (6.44), et en utilisant l’hypothèse que σ ∼ ωc, on obtient
finalement une estimation de l’ordre de grandeur de l’erreur maximale dans
la phase induite par l’erreur dans l’ajustement de la réflectivité :

|∆Gθ|σ∼ωc

max . 0.67 |∆R/R|max ∼ |∆R/R|max . (6.45)

6.7 Conclusions

Pour conclure ce chapitre, nous rappellerons les principaux resultats issus
de la démarche développée ici.
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1. Etant donnée la réflectivité R (ω) d’un système, s’il existe un modèle
phénoménologique et causal ajustant exactement R (ω), alors les fonc-
tions optiques complètes issues de ce modèle sont exactement les mêmes
que les fonctions optiques du système (issues de TKK{R (ω)}).

2. La réflectivité experimentalement accessible n’est jamais mesurée avec
zéro incertitude, ni en valeur absolue ni dans ses variations locales
relatives. Ceci implique des incertitudes ou “perturbations” ξ (ω) =
∆R (ω) /R (ω) qui, à leur tour, induisent des incertitudes dans les fonc-
tions optiques même à des fréquences ω′ 6= ω.

3. Toutefois, les perturbations ξ (ω) se propagent de façon “locale” ; c’est
à dire, leur effet sur la phase de la réflectivité complexe est négligeable
à des fréquences très eloignées de la region perturbée.

4. L’erreur dans la détermination de la valeur absolue de la réflectivité
n’induit pas d’incertitude sur la phase de la réflectivité complexe. Pour
la partie réelle de la conductivité, par exemple, l’incertitude sera alors
uniquement due au terme en ∆r/r dans l’Eq. (6.14). Ce terme est de la
forme Cr × (∆r/r). Pour un système comme le Bi-2212, Cr est montré
sur la Figure 6.5. L’incertitude sur la conductivité induite par l’erreur
dans la mesure de la valeur absolue de la réflectivité devient seulement
importante à basse fréquence (plus grand que ∼ 30% en-dessous de
∼ 100 cm−1 quand ∆R/R = 2∆r/r ≈ 1%). D’autre part, puisque il
s’agit d’une erreur systématique, elle peut être énormement réduite en
comparant deux courbes de conductivité du même échantillon

5. Dans la région spectrale où ξ (ω) est localisée, l’erreur maximale induite
dans la phase de la réflectivité complexe est ∼ 0.7 |ξ (ω)|max. Ce resultat
suggère la définition de l’étendue de propagation de ξ (ω) comme étant
l’intervalle des fréquences ω0 pour lesquelles |∆θ (ω0)| & |ξ (ω)|.

6. Pour un systeme comme le Bi-2212, une estimation plus réaliste des
incertitudes commises dans le calcul des fonctions optiques est donnée
par des simulations numériques sur une réflectivité typique du Bi-2212.
Le résultat est alors que de telles incertitudes sont, en valeur relative
(e.g., ∆σ1/σ1), cinq à dix fois |ξ (ω)|max.

7. L’étendue de propagation des extrapolations basse-fréquence est ap-
proximativement 2 fois la premiere fréquence mesurée.

8. Les erreurs dues aux extrapolations haute-fréquence s’étendent jusqu’à
des fréquences ∼ 1/2 à 1/3 de la dernière fréquence mesurée.

Finalement, nous rappellons que, dans tous les développements de ce
chapitre, nous avons laissé de coté la question de la validité du modèle utilisé
pour ajuster la réflectivité d’une couche mince. Plus précisément, nous avons
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supposé que nous avions à notre disposition des ajustements pertinents pour
la réflectivité du composé massif. La validité du modèle pour extraire la
réflectivité massive à partir de la réflectivité d’une couche mince du Bi-2212
a été déjà brièvement discutée au chapitre 5. Le modèle lui-même sera exposé
dans le chapitre qui suit.
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Chapitre 7

Couches minces : extraction
des spectres du dépôt

Ce chapitre détaille le modèle utilisé pour extraire les fonctions optiques
de la couche. Les spectres du substrat seront aussi brièvement discutés.

7.1 Modèle de couches minces

Parmi différentes variantes que nous avons essayées pour décrire la réflectivité
d’un système en bi-couche, celle qui reproduit le mieux les spectres de réflectivité
observés consiste à supposer que le substrat a une épaisseur infinie.

Le champ électrique réflechi par l’ensemble film-substrat peut être schématisé
comme dans la Figure 7.1. Ei réprésente le champ incident, E

(0)
r la réflexion

directe, et E
(n)
r les réflexions d’ordre n dues aux réflexions multiples à l’intérieur

du film. L’épaisseur du film est δ. Les interfaces mises en jeu sont air-film
(AF), film-air (FA) et film-substrat (FS). Elles sont caractérisées par des
coefficients complexes de réflection (r̃) et de transmission (t̃). L’indice de
réfraction complexe de chacun est noté η̃. Les coefficients qui nous intéressent
sont (indice de l’air = 1) :

r̃af = −r̃fa =
1− η̃f

1 + η̃f

r̃fs =
η̃f − η̃s

η̃f + η̃s

t̃af =
2

1 + η̃f

t̃fa =
2η̃f

1 + η̃f

. (7.1)
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Fig. 7.1 – Modèle pour l’analyse des spectres de réflectivité d’une couche mince déposée
sur un substrat.

Pour chaque aller–retour de la lumière à l’intérieur du film, le déphasage
et l’absorption du champ électrique est donnée par

α = exp
[
i
ω

c
η̃fδ

]
r̃fs exp

[
i
ω

c
η̃fδ

]
≡ Ãf × r̃fs; (7.2)

Ãf = exp
[
2i

ω

c
η̃fδ

]
. (7.3)

Le champ électrique réflechi directement vaut :

E(0)
r = r̃afEi (7.4)

Les réflexions d’ordre supérieur deviennent :

E(1)
r = t̃afαt̃faEi,

E(2)
r = t̃afαr̃faαt̃faEi = t̃aft̃faα

2r̃faEi,
...

E(n)
r =

t̃aft̃fa

r̃fa

αnr̃n
faEi. (7.5)

Ainsi, en définissant

β = αr̃fa et τ =
t̃aft̃fa

r̃fa

, (7.6)
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le champ électrique total réflechi dévient

Er = E(0)
r +

∞∑
n=1

E(n)
r = Ei

[
r̃af + τ

∞∑
n=1

βn

]
= Ei

[
r̃af +

τβ

1− β

]
. (7.7)

Le coéficcient de réflexion total est ρ̃ = Er/Ei. Par conséquent,

ρ̃ = r̃af +
τβ

1− β
= r̃af +

t̃aft̃far̃fsr̃faÃf

r̃fa(1− r̃fsr̃fa)Ãf

. (7.8)

La réflectivité mesurée est R = |ρ̃|2. Les équations (7.1), (7.3) et (7.8)
montrent que R peut être décrit à partir des indices de réfraction complexes
de la couche et du substrat, ainsi que de l’épaisseur de la couche.

Nous avons mesuré la réflectivité du substrat monocristallin (SrTiO3),
avec la même orientation qu’il présente lors du dépôt, à toutes les températures
pertinentes pour notre travail et dans toute la gamme spectrale infrarouge-
visible (section suivante). Nous en avons déduit l’indice de réfraction com-
plexe. L’épaisseur des couches a été contrôlée par rétrodiffusion de Ruther-
ford. De cette façon, les mesures peuvent être ajustées à l’aide de la rélations (7.8),
en simulant uniquement l’indice de réfraction complexe du dépôt (Bi-2212).
Le choix des fonctions d’essai pour simuler η̃f est arbitraire, à condition
qu’elles soient causales. Quand l’ajustement est correct, la procédure donne
les fonctions optiques massives du dépôt.

7.2 Fonctions optiques du SrTiO3

Les propriétés dans l’infrarouge lointain du SrTiO3 dépendent de la température.
On observe, en particulier, un mode mou vers 180 cm−1 (à température
ambiante) dont la fréquence diminue quand la température diminue. Pour
rendre compte de la réflexion de l’ensemble couche–substrat à toutes les
températures, il faut alors connâıtre l’indice de réfraction du substrat aux
mêmes températures.

La Figure 7.2 montre deux spectres de réflectivité du SrTiO3, à 250 K
et à 100 K, dans l’infrarouge lointain. Au déla de 1000 cm−1, l’évolution
en température est négligeable (et en-dessous de notre résolution). Deux
méthodes peuvent être utilisées pour obtenir, à partir de ces spectres de
réflectivité, l’indice de réfraction complexe du substrat : Kramers-Kronig
ou ajustement de la réflectivité avec une fonction optique modèle. Nous
avons opté pour la deuxième méthode. En effet, cette méthode fournit une
expression analytique pour l’indice de réfraction, facilitant les simulations
numériques de la réponse de l’ensemble couche–substrat.
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Fig. 7.2 – Spectres de réflectivité dans l’infrarouge lointain, à 250 K et 100 K, du
SrTiO3. Le rapport signal/bruit en-dessous de ∼ 50 cm−1 est médiocre. L’encadré montre
l’ajustement du spectre à 100 K avec le modèle LST généralisé (voir texte).

Comme fonction modèle pour ajuster le substrat, nous avons utilisé une
version généralisée au cas de plusieurs oscillateurs [170] avec des amortis-
sements différents [171] de la fonction diélectrique de Lyddane-Sachs-Teller
(LST) [Eqn. (4.44)] :

εlstg(ω)

ε∞
=

∏
j

Ω2
loj − ω2 + iγlojω

Ω2
toj − ω2 + iγtojω

, (7.9)

où nous avons introduit de façon explicite les contributions des très hautes
fréquences via la constante ε∞.

Le modèle LST ainsi généralisé s’avère plus précis pour rendre compte
des spectres de réflectivité du SrTiO3 qu’un modèle avec des oscillateurs de
Lorentz [169, 172, 82]. L’encadré de la Figure 7.2 montre le résultat d’un des
ajustements avec ce modèle.
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Chapitre 8

Conclusions et perspectives

L’analyse que, dans ce travail, nous avons fait de la réflectivité infrarouge-
visible des couches minces de Bi2Sr2CaCu2O8+δ (Bi-2212), nous amène d’abord
vers deux conclusions très importantes d’un point de vue expérimental

1. Les spectres de réflectivité de nos couches minces de Bi-2212 peuvent
fournir les fonctions optiques du matériau déposé en accord qualitatif et
quantitatif avec les fonctions optiques des monocristaux préparés dans
les mêmes conditions et reportés dans la littérature. Les incertitudes
introduites par la procedure d’extraction des spectres de la couche sont
contrôlables.

2. Par conséquent, grâce à leur large surface de haute qualité optique,
nos couches minces se prêtent à des études de grande précision sur
l’évolution en température et dopage des propriétés optiques du Bi-
2212.

Ceci nous amène aux conclusions fondamentales issues de l’analyse de nos
données :

1. Dans l’état normal, les réponses infrarouge dans les plans CuO2 du
Bi-2212 sur-dopé et sous-dopé sont qualitativement similaires. Nous
n’observons pas de perte de poids spectral à basse fréquence, et par
conséquent pas de pseudogap, dans la conductivité à T > Tc. De même,
nous ne pouvons pas définir une T ? quelconque. La suppression du
taux de diffusion et l’apparition d’un pic étroit dans la partie réelle
de la conductivité, quand la température diminue, ne se manifestent
que progressivement. Nos résultats sont en accord avec les mesures de
résistance DC suivant les plans CuO2, et indiquent donc que le gain de
poids spectral à basse fréquence (~ω < 30 cm−1), auquel nous n’avons
pas accès expérimentalement, peut compenser ou même sur-compenser
la perte de poids spectral à ~ω & 200 cm−1 observée dans les spectres
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de conductivité. Comparés aux résultats issus d’autres techniques, qui
montrent l’ouverture d’un pseudogap, nos résultats suggèrent que la
conductivité optique sonde les quasiparticules avec des vecteurs d’onde
autour de la direction (π, π) de la zone de Brillouin, là ou le pseudogap
ne s’ouvre pas.

2. Dans l’état supraconducteur, nos résultats montrent que la forma-
tion du condensat superfluide dans le Bi-2212 modifie les excitations
électroniques jusqu’à des énergies de l’ordre de 2 eV. Ce phenomène est
clairement observé en régime sous-dopé. Cette échelle d’énergie étant
beaucoup plus large que les énergies des excitations bosoniques dans
le système, suggère une forte contribution électronique au mécanisme
d’appariement. Dans le cadre du modèle de Hubbard à une bande, en
approximation de liaisons fortes, ce résultat correspond à une diminu-
tion de l’énergie cinétique des porteurs en passant de l’état normal vers
l’état supraconducteur. L’amplitude de cette diminution peut rendre
compte largement de l’énergie de condensation du système.

3. L’ensemble de nos résultats montrent que l’anisotropie de la surface de
Fermi dans les cuprates est un facteur important pour comprendre les
propriétés de transport dans ces matériaux.

Une thèse doctorale ne se termine pas : elle est interrompue sans pitié.1

L’interruption de ce travail, en conjonction avec l’expérience assimilée lors
de l’obtention et l’analyse des resultats presentés ici, laissent plusieures pers-
pectives ouvertes. En voici quelques unes.

Les perspectives les plus immédiates :

1. Reproduction des résultats avec d’autres échantillons, parmi lesquelles
des monocristaux, couvrant une plage plus large de dopage. Des études
sur d’autres cuprates seraient également intéressantes, en particulier
sur le Bi-2201, qui présente un seul plan CuO2 par bloc pérovskite (à
différence du Bi-2212, qui en a deux), et dont la fabrication en couche
mince est aussi mâıtrisée par l’équipe d’Hélène Raffy.

2. Analyse des structures “fines” des spectres de conductivité. Le lec-
teur attentif aura sans doute remarqué que la conductivité de notre
échantillon sous-dopé présente un bande très large et peu intense dans
l’infrarouge lointain, à haute température. Cette structure est aussi ob-
servée dans les spectres sur des monocristaux similaires rapportés dans
la littérature (voir par exemple la référence [70]), mais le nombre de
températures mesurées ne permet pas de voir clairement que son énergie
diminue en même temps que la température, comme nous l’observons

1Tâche difficile qui normalement incombe au directeur (directrice) de thèse.
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(ce qui rend improbable que cette structure soit due à de la localisation
des porteurs). Son comportement thermique est aussi différent de celui
des phonons voisins du SrTiO3, et donc il n’est vraisemblablement pas,
dans notre cas, un “résidu” du substrat après la separation de spectres
couche-substrat. Par ailleurs, le fait que la conductivité basse-fréquence
(~ω . 100 cm−1) dans l’état supraconducteur de l’échantillon sous-
dopé soit au-dessus de celle dans l’état normal mérite, nous le croyons,
quelques expériences et analyses plus poussées.

3. Etude de la réponse infrarouge des échantillons très sous-dopés et très
sur-dopés. Le faible rapport épaisseur/volume permet, comme nous
l’avons déjà expliqué, que l’on puisse surdoper et sousdoper seulement
avec de l’oxygène, de façon homogène, et réversible, tout le volume
de la couche. Du côté sous-dopé, on pourrait s’attendre à mieux voir
les phonons (écrantage électronique amoindri) et d’autres excitations
d’états liés, et pouvoir ainsi mieux les étudier. Du côtè très sur-dopé on
pourrait explorer la possibilité de l’existence d’un gap supraconducteur
complet, comme l’ont suggéré des résultats récents en spectroscopie de
réflexion Andreev [87] et tunnel [88].

Et quelques perspectives très attirantes mais peut être plus lointaines :

1. Coupler le microscope infrarouge à un système de cryogénie pour faire
des cartographies infrarouges en température des différentes régions
d’un échantillon. Ceci pourrait s’averer intéressant pour étudier d’éventuelles
inhomogénéités “infrarouges” apparaissant dans l’état de pseudogap
et/ou dans l’état supraconducteur.

2. Généraliser et approfondir la méthode d’analyse des spectres de réflectivité
de bi-couches pour étudier des multicouches “supra/antiferro”, dont la
technique de croissance commence à être mâıtrisée [173]. Si les fonc-
tions optiques du matériau “supra” peuvent être extraites, cela pour-
rait fournir des renseignements précieux sur le rôle des corrélations
antiférromagnétiques dans les cuprates. Déjà, aujourd’hui, des multi-
couches “supra/manganite” de très bonne qualité existent [174], qui
pourraient constituer un bon point de depart pour l’étude du magnétisme
et la supraconductivité dans ces matériaux.

Heureusement qu’il y a des jeunes gens qui reprennent le travail inter-
rompu . . .
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