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Résumé

Le but de cette thèse est l’étude des propriétés structurales, électroniques et magnétiques des
semi-conducteurs et oxydes magnétiques dilués tridimensionnels en employant la DFT. Nous
avons commencé par présenter le domaine de la spintronique et les matériaux semi-conducteurs,
ensuite nous avons étudié les phénomènes magnétiques présentés dans les solides. Puis, nous
avons énoncé les méthodes théoriques qui permettrons l’étude des matériaux et des solides. Nous
distinguons particulièrement la théorie de la fonctionnelle de la densité (DFT) et la méthode
KKR. Dans le dernier chapitre nous exposons nos différentes contributions dans le domaine de
la spintronique, en commençant par examiner la possibilité d’obtenir la half-métallicité dans le
carbure d’étain SnC dopé par Mn et V. Par la suite nous avons étudier le CeO2 dopé par Mn.
Ensuite explorer les propriétés électroniques et magnétiques de CdS dopé par (Ti, V, Cr, Mn
et Co). Et finalement analyser les propriétés électroniques et magnétiques du zinc-blende AlN
dopé par V et Cr.

Mots-clefs (5) : DFT, KKR, Spintronique, DMS/DMO, Half-MÃ©taux.
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Abstract

The aim of this thesis is to study the structural, electronic and magnetic properties of three-
dimensional dilute magnetic semiconductors and oxides using DFT. We started by presenting
the field of spintronics and semiconductor materials, then we studied the magnetic phenomena
presented in solids. Then, we set out the theoretical methods that will allow the study of ma-
terials and solids we distinguish and particularly the density functional theory (DFT) and the
KKR method. In the last chapter we present our various contributions in the field of spintronics,
starting by examining the possibility of obtaining half-metallicity in Mn and V doped SnC tin
carbide. Then study Mn doped CeO2. Then explore the electronic and magnetic properties of
(Ti, V, Cr, Mn and Co)-doped CdS. And finally analyze the electronic and magnetic properties
of zinc-blende AlN doped V and Cr.

Key Words (5) : DFT, KKR, Spintronics, DMS/DMO, Half-Metals
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Introduction Générale

Les besoins des sociétés avancées d’aujourd’hui sont vivement hétérogènes, où ils vont bien
au-delà des besoins alimentaires et d’habitat, etc. Ils se concentrent désormais sur des préoccu-
pations telles que la paix la sécurité, des soins de santé abordables et de qualité, la transmission
rapide et sécurisée de l’information, la conservation des ressources et un environnement propre.
Les progrès de la science et de l’ingénierie des matériaux ont une incidence sur chacune de
ces préoccupations [1]. L’impact des matériaux est évident dans nombreux exemples, allant
de l’amélioration de l’acier à l’invention de diodes électroluminescentes, de fibres de carbone
ainsi que de mémoires moins chères avec une capacité de stockage de données très élevée, les
nouveaux matériaux sont essentiels pour relever les défis mondiaux de mobilité, d’énergie, de
communication et de durabilité [2]. Cette influence apparaît dans divers domaines notamment,
dans les technologies électroniques, optiques et magnétiques, qui révolutionnent l’informatique
et la communication ce qui conduit l’humanité à l’ère de l’information. La miniaturisation des
appareils, rend l’invention des transistors et des circuits intégrés une tâche possible [2]. Par
conséquent d’énormes capacités de calcul et de communication sont toujours en croissance ex-
ponentielle, ce qui change fondamentalement la façon dont nous interagissons, travaillons et
vivons. La science des matériaux et la physique de la matière condensée sont au cœur de l’in-
vention, du développement, de la conception et de l’amélioration de nouveaux matériaux et
par voie de conséquence de nouveaux phénomènes et processus physiques qui sont donc une
excellente démonstration de l’interdépendance de la science, de la technologie et de la société
[2].
Les progrès de la conception et de la technologie des matériaux modernes sont étroitement
liés aux progrès de la compréhension de la base de la physique de la matière condensée, de

1
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la physique statistique et de la mécanique quantique ainsi que le développement et l’applica-
tion de diverses méthodes expérimentales et théoriques. Les outils expérimentaux performants,
combinés à des progrès extraordinaires de la théorie et de la puissance de calcul permettent
de mieux comprendre les phénomènes microscopiques dans les matériaux. Ils ont ouvert de
nouvelles voies afin de comprendre, soulever et répondre à de nouvelles questions [2].
Tout en utilisant la simulation numérique dans la science des matériaux, nous visons à mieux
comprendre diverses propriétés et phénomènes des matériaux, à concevoir et fabriquer de
meilleurs matériaux pour la société. La théorie fonctionnelle de la densité occupe une place
centrale dans ce processus. Une description ab-initio des matériaux à partir des premiers prin-
cipes de la mécanique quantique qui implique des équations aux dérivées partielles relativement
difficiles et considèrent les noyaux et les électrons comme des particules de base et contient des
informations fondamentales et très précieuses sur les interactions des électrons dans les solides
et contribue ainsi à l’avancement des connaissances sur les aspects structurels, mécaniques,
optiques, thermiques, électriques, magnétiques, propriétés ferroïques ou de transport dans les
solides, les surfaces, les films minces, les hétérostructures, les clusters et les molécules [2]. Ainsi,
les calculs des premiers principes ne dépendent d’aucun paramètre externe à l’exception des
numéros atomiques des atomes constitutifs à simuler [3].
Cet objectif est atteint en modélisant des matériaux grâce à des codes et des ordinateurs pro-
grammés avec des théories et des algorithmes basés sur la physique, les mathématiques, la
chimie, la science des matériaux et l’informatique. Par exemple, le comportement de frittage
(Sintering) d’un métal peut être normalement étudié avec le four de frittage habituel dans un
laboratoire. Cependant, cela peut être fait sur un ordinateur. En modifiant diverses conditions
d’entrée, l’ensemble des spectres de données peut être généré d’une manière efficace et précise
si les analyses sont correctement configurées [3].
Dans de nombreux cas, la simulation peut devenir le seul moyen de manipuler des matériaux
dans des conditions extrêmes et hostiles, ces dernières ne peuvent jamais être atteintes dans
un laboratoire sous haute pression, à haute température et en présence des substances toxiques
ou de rayonnement nucléaire. Par exemple, les matériaux dans des environnements de fusion
nucléaire sont aujourd’hui très préoccupants. Les différents dommages survenant dans les maté-
riaux de fusion par irradiation neutronique peuvent être simulés sans se soucier des équipements
coûteux ni du danger de rayonnement [3].
À l’aide de la simulation numérique des matériaux, nous pouvons concevoir de meilleurs maté-
riaux et développer des puces de circuits intégrés plus rapides, plus petites et plus légères. Il ne
fait aucun doute que la simulation changera le paradigme de la recherche sur les matériaux. La
simulation changera les « expériences de laboratoire » avec des matériels lourds à des « science
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du clavier » sur les ordinateurs [3]. Actuellement, la science informatique des matériaux n’est
plus un sujet spécialisé, puisqu’il est devenu familier et courant. En outre, la plupart des gens
reconnaissent que la simulation n’est pas seulement un sujet facultatif, mais un sujet essentiel
[3].
Dans la nature, la matière est affectée par l’une des quatre interactions fondamentales connues :
électromagnétique, nucléaire fort, nucléaire faible et gravitationnel. En ce qui concerne la science
des matériaux, nous devons considérer uniquement l’interaction électromagnétique car nous ren-
controns rarement des cas avec les trois autres. Ainsi, ce qui se passe dans n’importe quel ma-
tériau en toutes circonstances est réduit aux interactions électromagnétiques entre les noyaux,
les électrons et les atomes. Sur la base de ce simple fait, les procédures de base de la science
informatique des matériaux peuvent être énoncées comme suit :

— Définir ce qu’il faut calculer.
— Créer un modèle qui représente bien le système réel.
— Sélectionner les règles pertinentes (mécanique classique, mécanique quantique, théories,

algorithmes, etc.).
— Sélectionner un code/module/programme/package pour calculer les propriétés du sys-

tème.
— Exécuter la simulation, analyser les résultats et affiner l’analyse dans des conditions

mieux définies.
— Produire des données et les comparer avec les données rapportées par d’autres études et

expériences pertinentes.
Bref, nous recréons une partie de la nature dans le cadre de notre système de simulation d’une
manière simplifiée et bien maîtrisée. La dernière étape ne doit pas être sous-estimée, vu que la
pertinence des résultats de simulation découle de situations quelque peu idéalisées et doit donc
être examinée de manière critique à l’aide de données expérimentales [3].
Cette tâche, assez complexe, de calculer les propriétés des matériaux au niveau de la mécanique
quantique d’une myriade d’atomes dans les solides est devenue accessible en exploitant la pé-
riodicité des solides cristallins et la symétrie des systèmes. Les calculs de théorie fonctionnelle
de densité exploitant les conditions aux limites périodiques de telles structures idéales sont à
la base d’une compréhension microscopique approfondie ainsi que de la modélisation et de la
prédiction de nouveaux matériaux, de leurs propriétés et fonctionnalités [2].
Cependant, les matériaux réels peuvent différer considérablement des simples cristaux idéaux.
L’entropie, la chaleur ou les effets mécaniques sont une source de défauts de réseau de diffé-
rentes dimensions, d’extensités et de distributions variables. Comme dans le cas des alliages et
des composés désordonnés, où la composition chimique détermine des propriétés impossibles à
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atteindre par des solides constitués d’un seul composant, ces défauts sont souvent de nature
structurelle et chimique, et ils définissent les propriétés et les fonctionnalités des matériaux,
comme le comportement électronique des semi-conducteurs ou des oxydes. Les semi-conducteurs
magnétiques dilués sont un exemple parfait où l’inclusion d’un métal de transition (défaut)
dans un semi-conducteur idéal peut générer un état magnétique thermiquement stable et ainsi
modifier et améliorer de façon cruciale les propriétés de l’échantillon. Cette forte influence des
défauts, combinée aux techniques de préparation qui permettent de synthétiser des matériaux
avec un contrôle des défauts pouvant aller jusqu’au contrôle d’un seul atome, ouvre la possibi-
lité fascinante d’utiliser un vaste espace de phase des défauts pour concevoir de façon active les
propriétés des matériaux [2].
D’autre part, la compréhension du rôle des défauts, des inhomogénéités chimiques et structu-
relles ou du désordre dans un solide ou une nanostructure au niveau de la mécanique quantique
est une tâche très complexe. En général, les défauts ou le désordre brisent la symétrie de trans-
lation du solide périodique, une symétrie qui a rendu possible le traitement d’un solide infini en
premier lieu. Les propriétés des défauts isolés, c’est-à-dire les impuretés simples, sont résolues
de manière plus adéquate en utilisant la DFT combinée à une méthode à base de la fonction
de Green KKR. En particulier, cette méthode permet de traiter les interactions coulombiennes
à longue portée pour les défauts chargés. Les alliages dans la limite des grandes concentrations
sont fréquemment étudiés en utilisant l’approximation du potentiel cohérent (CPA), où l’on
suppose que les électrons se propagent dans un solide périodique d’un potentiel fictif qui a les
mêmes propriétés de diffusion que l’alliage en moyenne [2].
Le cadre numérique que nous considérons dans cette thèse sera la théorie de la fonctionnelle
de la densité (DFT). La DFT a été développée par Hohenberg, Kohn et Sham et permet de
contourner le problème compliqué des corps à plusieurs particules dans la physique de l’état
solide par un passage sur des équations effectives à une seule particule. Toutes les propriétés
de l’état fondamental d’un système peuvent par conséquent être exprimées sous forme de fonc-
tionnelles de la densité de charge sans nécessiter d’informations supplémentaires sur la fonction
d’onde complète. Un autre avantage important de la DFT est que les calculs sont effectués
ab-initio (Nous n’avons besoin que des nombres nucléaires et des positions des noyaux). D’un
autre coté, les fonctions d’onde sont représentées par la fonction de Green de Korringa-Kohn-
Rostoker (KKR) combinée avec l’approximation du potentiel cohérent (CPA). Afin d’étudier le
désordre résultant du dopage des matériaux idéaux, cette méthode est largement utilisée. Elle
est caractérisée par une grande vitesse et une précision importante lors du traitement de tels
systèmes. Les méthodes KKR-CPA-DFT sont utilisées telles qu’implémentées dans le package
MACHIKANEYAMA2002V10 créé par H. Akai de l’Université d’Osaka, Japon [4].
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En se basant sur ces techniques, nous avons étudié l’impact du dopage des semi-conducteurs
avec des métaux de transition, avec l’intention d’explorer et de générer des ferro-aimants half-
métalliques, qui peuvent être exploités dans le domaine de la spintronique, où nous exploitons
les propriétés structurelles, électroniques et magnétiques des DMS. Ces derniers forment une
classe de matériaux favorables pour la spintronique qui est devenue un repère de la physique
des solides et des sciences de l’information [5, 6]. Dans un sens étroit, la spintronique fait ré-
férence à l’électronique de spin, les phénomènes de transport de spins polarisés les métaux et
les semi-conducteurs. Le but de cette spintronique est de trouver des moyens efficaces pour
contrôler les propriétés électroniques (telles que le courant ou la charge accumulée), par leur
degré de liberté de spin ou par l’application d’un champ magnétique, ainsi que de contrôler les
propriétés magnétiques par des courants électriques [7]. La polarisation de spin à son tour est
contrôlée soit en utilisant des couches ferromagnétiques, soit en exploitant le couplage des spins
aux moments orbitaux [5, 6].
Précisément, nous avons étudié le potentiel de la half-métallicité dans le SnC dopé avec du man-
ganèse Mn et du vanadium V , les matériaux caractérisés par le comportement half-métallique
sont trop demandés et dignes d’attention dans les applications spintroniques [8, 9] en raison de
leur propriété particulière de jouer à la fois le rôle de conducteur et d’isolant de porteurs de
charges. Plus précisément, la substance agit comme conducteur dans une orientation de spin et
comme isolant ou semi-conducteur dans l’orientation de spin opposée [8, 9]. Nous avons aussi
inspecté la capacité de générer des phases ferromagnétiques half-métalliques dans le CeO2 cu-
bique dopé avec Mn. Également nous avons étudié les propriétés électroniques et magnétiques
de la phase zinc-blende de CdS dopée par divers métaux de transition tels que Titane (Ti),
le Vanadium (V ), le Chrome (Cr), le Manganèse (Mn), le Cobalt (Co) et le Nickel (Ni). Et
enfin nous avons examiné les propriétés structurelles, électroniques et magnétiques du Nitrure
d’aluminium AlN en phase Zinc-Blen dopé par V et Cr.

Cette thèse est organisé en quatre chapitres comme suite :
— Le Chapitre 1, donne un aperçu du rôle du spin dans l’émergence d’un nouveau domaine

appelé la spintronique qui permet de réduire la consommation d’énergie des dispositifs
électronique et d’augmenter leurs capacités de mémoire et de traitement, en exploitant la
degré de liberté de spin des électrons. Nous avons présenté les différents phénomènes liés à
la spintronique, comme la Magnétorésistance géante (GMR) la magnétorésistance à effet
tunnels (TMR) et qui lui ont permis d’émerger en premier lieu. Nous avons également
fourni les usages quotidiens que ce domaine de spintronique nous a permis d’atteindre.
Et nous avons présenté les différents matériaux existants et conçus et que nous l’utilisons
afin de développer et améliorer le domaine de la spintronique, nous avons, par la suite
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procédé à l’étude des semi-conducteurs, afin de comprendre les concepts fondamentaux
de ces derniers.

— Le magnétisme n’est pas très bien compris au niveau de la mécanique quantique, par
contre il est très bien compris dans l’électromagnétisme au niveau fondamental. Au
niveau quantique, le magnétisme dicte le comportement de nombreux matériaux. C’est
pourquoi on se concentre dans le Chapitre 2 notamment sur le comportement magnétique
des solides.

— Le Chapitre 3 est consacré aux méthodes théoriques qui vont permettre l’étude de la
structure électronique des matériaux en général et particulièrement les semi-conducteurs
magnétiques dilués. La théorie de la fonctionnelle de la densité, la méthode KKR qui est
un formalisme mathématique utilisé pour décrire la propagation d’une onde à travers
un ensemble de diffuseurs (atoms). Par ailleurs, les différentes approximations utilisées
seront décrites dans cette partie.

— Dans le Chapitre 4, nous exposons nos différentes contributions dans le domaine de la
spintronique, en commençant par examiner la possibilité d’obtenir la half-métallicité
dans le carbure d’étain SnC dopé par Mn et V . Puis nous étudions les propriétés struc-
turelles, électroniques et magnétiques du CeO2 dopé par Mn. Ensuite nous explorons
les propriétés électroniques et magnétiques de CdS dopé par (Ti, V , Cr, Mn et Co).
Et enfin nous analysons les propriétés électroniques et magnétiques du zinc-blende AlN
dopé par V et Cr
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Chapitre I

Phénomène de spintronique

1 Généralité sur les spins

1.1 Définition de spin

La plupart des gens qui s’intéressent à la physique savent que chaque particule élémentaire,
comme les électrons, les neutrons, les photons, les neutrinos, etc., a une propriété intrinsèque
appelée "spin" qui peut être mesurée (peut-être pas facilement, mais du moins en principe) et
a une valeur quantifiée, y compris la valeur zéro. La grande majorité de ces gens visualisent
mentalement le spin comme le moment cinétique associé à la particule élémentaire qui tourne
autour de son propre axe (comme une toupie ou un objet planétaire (Figure. I.1)). Cette image
mentale, bien que pratique et réconfortante, elle est en fait quelque peu grossière et certaine-
ment incomplète.
Landau et Lifshitz, dans leurs manuel classique de mécanique quantique [10], ont écrit : "[le
spin] les propriétés des particules élémentaires est propre à la théorie quantique. [Ils] n’ont pas
d’interprétation classique... Il serait totalement insensé d’imaginer le moment angulaire intrin-
sèque d’une particule élémentaire comme étant le résultat de sa rotation autour de son propre
axe ". La notion simpliste d’auto-rotation autour d’un axe ne peut pas expliquer de nombreuses
caractéristiques du spin, telles que la raison pour laquelle sa magnitude ne peut pas prendre
des valeurs continues et pourquoi elle est quantifiée à certaines valeurs spécifiques. De plus,
si nous considérons un électron comme une sphère solide de rayon égal au rayon de Lorentz

e2

4πϵ0mec2 (où e est la charge de l’électron, me est la masse, c est la vitesse de la lumière dans le
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Figure I.1 – Une vision mentale pour imagé le spin comme le moment cinétique associé à l’auto-rotation
d’une particule autour d’un axe. Cette image, bien que certainement incomplète et heuristique, est adéquate
pour de nombreuses situations.

vide, et ϵ0 est la constante diélectrique du vide), alors la vitesse à la surface d’un électron en
rotation devra être plusieurs fois la vitesse de la lumière dans le vide si une telle rotation devait
générer un moment angulaire égal au spin de l’électron. Évidemment, cela ne serait pas permis
par la théorie de la relativité.
En effet, une compréhension approfondie de la mécanique quantique est nécessaire pour com-
prendre comment la propriété de spin se produit. Son origine est dans la mécanique quantique
relativiste et a vraiment été appréciée pour la première fois par Paul Andrew Maurice Dirac
[11] qui est le fondateur de la mécanique quantique relativiste lorsqu’il a dérivé l’Équation de
Dirac.
Richard Feynman, connu pour son "dégout" pour la complexité en physique, a écrit à propos
de la notion de "spin" : "Il semble être l’un des rares endroits en physique où il existe une règle
qui peut être énoncée très simplement, mais pour laquelle personne n’a trouvé une explication
simple et facile. L’explication est profondément ancrée dans la mécanique quantique relativiste.
Cela signifie probablement que nous n’avons pas une compréhension complète du principe fon-
damental en jeu "[12].
Pour cette raison, nous soulignons le fait que le spin n’est pas une propriété classique facile-
ment explicable en termes d’expérience quotidienne. C’est une propriété associée à la mécanique
quantique relativiste, pour laquelle il n’y a pas d’expérience quotidienne, et c’est pourquoi nous
nous intéresserons principalement aux aspects pratiques et appliqués du spin, sans réfléchir à
ce truisme et sans se réjouir du fait qu’il s’agit en fait d’une propriété exotique bien en dehors
de ce que nous traitons normalement dans les sciences appliquées et l’ingénierie.
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1.2 Modèle planétaire de Bohr et la quantification spatiale

L’histoire de la façon dont le concept de spin a été établi est quelque peu tortueuse. En 1913,
lorsque Niels Bohr a publié sa théorie de l’atome d’hydrogène [13], il avait pensé à un modèle
planétaire où l’électron orbite autour du noyau. Les rayons des orbites autorisées sont quantifiés.
Chaque orbite a un rayon égale à n2a0 où a0 est le rayon de Bohr dans l’état fondamental de
l’atome d’hydrogène

a0 = 4πϵ0ℏ2

mee2 , (I.1)

qui vaut 0.529 Å. Avec ℏ est la constante de Planck réduite, me est la masse de l’électron , ϵ0

est la permittivité (constante diélectrique) de l’espace libre, et e est l’amplitude de la charge.
La quantité n est un entier appelé nombre quantique principal, et elle prend des valeurs
positives non nulles 1, 2, 3, etc.
Plus tard, Arnold Sommerfeld (en 1916), et indépendamment Peter Debye, ont introduit deux
autres nombres quantiques l et m qui ont été appelés les nombres quantiques orbitaux et
magnétiques. Alors que le nombre quantique principal détermine le rayon (ou la taille) de
l’orbite, le nombre quantique angulaire l détermine sa forme. Il détermine également le moment
cinétique associé au mouvement orbital en unités de ℏ. Les entiers n et l obéissent à la relation
n ≥ l. Si l’atome est placé dans un champ magnétique, la composante de son moment cinétique
le long du champ prend des valeurs quantifiées de m. Le nombre m est un entier et satisfait
l’inégalité −l ≤ m ≤ l. Cette dernière inégalité limite le nombre de valeurs de m à 2l + 1, et
par conséquent, le nombre de directions autorisées du vecteur de moment angulaire dans un
champ magnétique est de 2l + 1. Ceci est connu sous le nom de quantification spatiale du
moment angulaire.
On pensait que l’énergie d’un électron dans un atome était déterminée par les trois nombres
quantiques n, l et m. Lorsqu’un électron effectue une transition d’un état d’énergie à un autre,
la transition implique un changement dans un ou plusieurs de ces nombres quantiques. Dans le
processus de transition, l’électron absorbe ou émet de la lumière d’une fréquence particulière ν
qui est déterminée par la différence d’énergie entre les états initial et final conformément à la
conservation de l’énergie :

Efinal − Einitial = 2πℏν (I.2)

où Einitial et Efinal sont l’énergie de l’électron dans les états initial et final, respectivement.
Cependant, lorsqu’un atome est placé dans un champ magnétique et que les spectres de lumière
émise et absorbée sont mesurés, on constate que la multiplicité des spectres ne peut pas être
expliquée par les règles de quantification spatiale seuls. En 1920, Sommerfeld a tenté d’expliquer
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la multiplicité en invoquant encore un autre nombre quantique j qu’il a appelé le nombre
quantique interne [14]. Cependant, cela n’a pas pu expliquer complètement la multiplicité.
Des fréquences supplémentaires (où chaque ligne se divise en deux) ont été observées dans un
champ magnétique fort et ont été appelées effet Zeeman anormal. Cet effet ne pouvait pas
être expliqué par la quantification spatiale.

1.3 Découverte du spin

En 1925, l’effet Zeeman anormal a conduit un jeune scientifique américain nommé Ralph
de Laer Kronig à postuler qu’en plus du moment angulaire orbital, un électron a un moment
angulaire supplémentaire causé par la rotation autour de son propre axe [15]. Kronig a postulé
que le moment cinétique associé à cette auto-rotation a une magnitude fixe de

(
ℏ
2

)
. Avec ce

moment angulaire supplémentaire, il a pu expliquer la multiplicité des spectres, et a présenté
son idée à Wolfgang Pauli qui n’en était pas impressionné (Pauli avait ses propres idées pour
expliquer la multiplicité des spectres, qui s’est avérée plus tard fausse) [15].
Kronig lui-même n’était pas très confiant car ses calculs basés sur ce modèle d’électrons en
rotation n’expliquaient toujours pas complètement toutes les caractéristiques des spectres ob-
servés expérimentalement. Plus important encore, l’idée d’un électron auto-rotatif présente une
énigme dans le cadre de la théorie classique. Comme c’est déjà dit, si l’on considère l’électron
comme une sphère de rayon

re = e2

4πϵ0mec2 , (I.3)

comme le considère Lorentz, la vitesse de rotation nécessaire pour produire un moment cinétique
de
(
ℏ
2

)
est si élevée que la surface de l’électron atteint une vitesse plus de 60 fois supérieure à

celle de la lumière dans le vide, en violation flagrante de la théorie de la relativité d’Einstein !
En raison de cette apparente contradiction, Kronig n’a jamais publié ses idées [16].
Six mois plus tard, Uhlenbeck et Goudsmit ont publié essentiellement la même idée d’électrons
en rotation que Kronig avait proposée dans la revue "Naturwissenschaften"[17]. En fait, quand
ils ont réalisé le problème de la vitesse de surface, ils ont essayé de retirer rapidement leur
papier, mais il était trop tard. Le papier est apparu sous forme imprimée. Kronig a envoyé une
lettre à la revue britannique Nature critiquant l’idée d’Uhlenbeck et Goudsmit soulignant les
problèmes avec le modèle d’électrons en rotation [16].
Pendant ce temps, dans un deuxième article paru dans Nature [18], Uhlenbeck et Goudsmit ont
souligné que leur théorie n’expliquait pas tout à fait les observations expérimentales des spectres
atomiques. En fait, il y avait un écart d’un facteur de 2 avec les résultats expérimentaux. Plus
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Figure I.2 – Disposition expérimentale de l’appareil Stern-Gerlach [15]

tard, L. H. Thomas a montré que cette divergence est due à une définition incorrecte du système
de repos d’électrons [19]. Tout va bien si l’électron se déplace à une vitesse constante, mais en
réalité, il ne se déplace pas à une vitesse constante car la direction de la vitesse change toujours
en orbite fermée. Par conséquent, l’électron accélère ou décélère toujours. Par conséquent, les
états énergétiques de l’électron sont variables.
Thomas a publié ses découvertes dans une lettre à Nature en février 1926 [19], par la suite,
toutes les divergences entre la théorie et l’expérience pourraient être résolues. Cela a fait changer
les convictions de Pauli qui a finalement approuvé l’idée d’électrons en rotation de Kronig,
Uhlenbeck et Goudsmit (KUG) [20]. L’image des électrons en rotation reste en vogue bien
qu’elle soulève évidemment des questions sans réponse telles que pourquoi le moment cinétique
de spin est quantifié, ou pourquoi l’idée ne peut pas être conciliée avec les postulats de la théorie
de la relativité restreinte.

1.4 Expérience de Stern-Gerlach

Au moins trois ans avant la publication des idées du KUG, le spin d’un électron était déjà
mesuré "involontairement" dans la célèbre expérience de Stern-Gerlach, qui est devenue un évè-
nement décisif dans l’histoire du spin. Otto Stern et Walther Gerlach à Francfort, en Allemagne,
ont pris l’idée de quantification spatiale et ont conçu une expérience pour la vérifier. Pour eux,
l’activité de quantification spatiale ne concernait que les nombres quantiques m, l et n, mais
pas le spin, puisque l’idée de spin n’avait pas encore été pensée par KUG.
Stern et d’autres avaient pensé qu’un gaz d’atomes d’hydrogène serait magnétiquement biréfrin-
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gent, car l’électron de l’atome orbiterait dans un plan perpendiculaire au champ magnétique.
Cela, pensaient-ils, limiterait le moment angulaire orbital de l’électron à ±ℏ.
La raison pour laquelle ils avaient pensé cela reste obscure [15], néanmoins Stern était convaincu
qu’un faisceau atomique d’hydrogène se diviserait en deux faisceaux dans un champ magnétique
et ils devraient se séparer dans un champ fort que les composants dirigés de manière opposée
seraient déviés en dehors de la largeur du faisceau d’origine. Si cela se produit, alors il faut
observer "deux" faisceaux distincts et la biréfringence sera démontrée clairement. Cela a été
une expérience remarquable de toute façon, car la théorie classique prévoyait que les aimants
atomiques précessaient dans le champ mais resteraient orientés au hasard afin que le faisceau
soit élargi, mais pas divisé en deux [15].
Ainsi, toute biréfringence démontrerait que la physique quantique remplacerait la physique clas-
sique, et ce serait une démonstration littérale de la quantification spatiale qui est un phénomène
de mécanique quantique en dehors du domaine de la physique classique. Bohr lui-même n’était
pas aussi convaincu de son propre modèle de l’atome et ne pensait pas que l’on pouvait prendre
la physique quantique si littéralement [15]. Il pensait que la quantification spatiale était une
expression symbolique et pratique pour calculer les spectres atomiques, mais ne pouvait être
prise à la lettre [15]. Cependant, Stern n’a heureusement pas été dissuadé par Bohr et a trouvé
sa destination dans Gerlach, qui, jusqu’à ce moment-là, n’avait apparemment pas entendu par-
ler de quantification spatiale !
L’expérience réelle de Stern-Gerlach a eu lieu un an après qu’il fut conçue par Stern. Il n’utilisent
pas des atomes d’hydrogène, mais plutôt un faisceau d’atomes d’argent produit par l’effusion
du métal dans un four chauffé à 1000 ◦C, qui était collimaté par deux fentes étroites de 0.03 mm
de largeur. Il a traversé un aimant de 3.5 cm de longueur qui produit une densité de flux ma-
gnétique de 0.1 Tesla et un gradient de champ de 10 Tesla/cm [15].
La division calculée du faisceau n’était que de 0.2 mm, de sorte qu’une précision d’alignement
extrême était requise (Figure. I.2). Une fois l’expérience terminée, Stern et Gerlach ne pou-
vaient même pas voir les traces du faisceau d’argent sur la plaque collectrice, de sorte qu’il
était impossible de déterminer si la séparation est effectuée. Les résultats de cette expérience
n’étaient cependant toujours pas concluants et n’auraient pas convaincu un sceptique. Après
de nombreux efforts, Stern et Gerlach se sont rencontrés à Gottingen en 1922 et ont décidé
d’abandonner. Gerlach et il tenta encore et une dernière fois à nouveau l’expérience avec une
précision d’alignement améliorée. Enfin, une signature claire de la division du faisceau a été
observée. Nous savons maintenant que l’expérience de Stern-Gerlach n’avait rien à voir avec la
quantification spatiale, contrairement à ce qu’ils croyaient.
L’accord de l’expérience avec l’image de Stern et Gerlach de la quantification spatiale (ou le
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modèle de Bohr) n’était rien d’autre qu’une coïncidence. Le moment cinétique orbital de l’atome
d’Argent est en fait nul, contrairement à ce que pensaient Stern et Gerlach. Le moment ma-
gnétique des atomes d’argent est donc uniquement dû au moment cinétique de spin (et n’a rien
à voir avec le moment cinétique orbital), ce qui explique la division observée du faisceau en
deux. Stern et Gerlach avaient mesuré sans le savoir le moment angulaire de spin. Il s’agit de
la première observation expérimentale convaincante du "spin".
Il est surprenant de voir que même si l’expérience de Stern-Gerlach a été rapportée en 1922 et
était largement connue entre les physiciens, la postulation du spin de l’électron en 1925 n’a pas
immédiatement conduit à une réinterprétation de l’expérience comme étant une démonstration
du spin. La première attribution de la division au spin a été signalée en 1927 lorsque Ronald
Fraser a noté que le moment angulaire orbital de l’état fondamental et les moments magné-
tiques associés des atomes d’argent, d’hydrogène et de sodium sont nuls [21]. Par conséquent,
il est évident que la division ne peut pas être due au moment angulaire orbital ; cela devait être
dû au "spin".

2 Concept et applications spintroniques

La principale menace de la réduction continue des appareils électroniques envisagée dans la
loi de Moore [22] est la dissipation excessive d’énergie qui se produit lorsqu’un appareil bascule
entre les niveaux logiques. Si les appareils électroniques sont rétrécis sans relâche et sans réduire
de manière concomitante la dissipation d’énergie, la gestion thermique sur une puce échouera
finalement à entraîner une fusion de la puce. Les dispositifs conventionnels présentent un in-
convénient fondamental à cet égard car ils codent typiquement des informations numériques en
utilisant la charge (ou des niveaux de tension / courant déterminés par la charge). La charge est
une quantité scalaire qui n’a qu’une magnitude. Par conséquent, les bits logiques binaires 0 et
1 doivent être délimités par une différence dans l’amplitude de la charge représentant le bit. La
commutation entre les bits obligerait à changer cette amplitude, ce qui implique invariablement
le flux de courant et la dissipation de puissance associée de I2R (I est le courant et R est la
résistance sur le trajet du courant). Il n’y a aucun moyen d’éviter cette dissipation [23].
Le "spin" en revanche est un pseudo vecteur qui a à la fois une magnitude et une polarisation,
joue un rôle fondamental dans l’explication de la multiplicité des spectres atomiques, mais ceci
n’est pas son rôle le plus important. Il a été réalisé au milieu du 20éme siècle que le spin joue un
rôle fondamental dans le magnétisme. Tout modèle théorique postulé pour expliquer l’origine
physique du magnétisme invoquait le spin d’une manière ou d’une autre [16]. Cela comprenait
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le modèle Bloch [24], le modèle Heisenberg [25], le modèle Stoner [26] ou touts autre
modèle [16].
Alors que le magnétisme reste le domaine du spin, à la fin du 20 éme siècle, il est apparu que le
spin, seul ou en conjonction avec la charge, pouvait être exploité pour traiter des informations,
en particulier des informations numériques codées avec les bits binaires 0 et 1. C’est le thème
central dans le domaine de la Spintronique aujourd’hui [16, 27, 28]. Dans ce sens et contrai-
rement au appareils électroniques "traditionnelles", la polarisation peut être rendue bistable en
plaçant l’électron dans un champ magnétique continu, de sorte que seules deux polarisations
- parallèles et antiparallèles au champ - soient stables. Ces appareils peuvent par conséquent
encoder les bits 0 et 1. Pour basculer ensuite entre eux, il suffit d’inverser le spin sans déplacer
physiquement la charge dans l’espace et provoquer un flux de courant. Cela peut réduire consi-
dérablement la dissipation d’énergie [23].
La spintronique est bien plus qu’un échange d’informations, il comprend en plus les domaines
plus traditionnels de la magnéto-électronique qui traitent des effets magnétiques ou magnéto-
résistifs pour la détection et le stockage d’informations. Ainsi, la spintronique, à l’interface
entre la magnétisme et l’électronique, de ce fait est un domaine de recherche en expansion
considérable. Le concept de base de la spintronique est la manipulation des courants de spin,
contrairement à l’électronique traditionnelle dans laquelle le spin de l’électron est ignoré [16].
L’ajout du degré de liberté de spin offre de nouveaux effets, de nouvelles capacités et de nou-
velles fonctionnalités [16].
Les premiers succès dans ce domaine comprennent le développement des têtes de lecture pour
la détection de supports de stockage magnétiques massivement denses [29], ces têtes de lec-
ture sont maintenant couramment utilisées dans les ordinateurs portables et les systèmes de
divertissement tels que les smartphones, un autre succès dans le domaine de la spintronique
est représenté dans les mémoires à accès aléatoire magnétique non volatile Magnetic Ran-
dom Access Memory (MRAM) [30], des dispositifs logiques programmables basés sur des
éléments de jonction tunnel magnétique [31], des systèmes de contrôle de la vitesse de rotation
[32], des dispositifs de contrôle de positionnement en robotique et des systèmes connexes (tels
que les systèmes de freinage d’automobiles) [33], des systèmes de défense périmétriques, des
magnétomètres et des dispositifs de surveillance de courant pour les systèmes électriques [34],
etc.
Beaucoup de ces développements ont été alimentés par l’étude de la façon dont les cou-
rants électriques polarisés en spin peuvent être injectés dans des multicouches ferromagné-
tiques/paramagnétiques qui, dans les années 1980, ont conduit à la découverte importante du
phénomène de magnétorésistance géante (GMR) [35, 36].
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La GMR, découvert à Orsay [35] par Albert Fert de l’université Paris-Sud et à Jülich par Peter
Gruenberg de l’institut de recherche KFA [36] en 1988, exploite l’influence du spin des électrons
sur la conduction électrique dans une multicouche magnétique composée de couches alternées
ferromagnétiques et non magnétiques, Fe et Cr par exemple.
L’influence du spin sur la mobilité des électrons dans les métaux ferromagnétiques, d’abord
suggérée par Mott [37], avait été démontrée expérimentalement et décrits théoriquement plus
de dix ans avant la découverte du GMR en 1988 [38, 40].
Le GMR était la première étape sur le chemin de l’utilisation du degré de liberté de spin dans
les nanostructures magnétiques et a déclenché le développement d’un domaine de recherche
actif qui a été appelé spintronique.
Aujourd’hui, ce domaine s’étend considérablement, avec de nouveaux axes très prometteurs
comme le phénomènes de transfert de spin, spintronique avec semi-conducteurs, spintronique
moléculaire ou spintronique à un électron [41].
L’application de la spintronique dans les technologies de l’information, en particulier pour l’in-
formatique et le traitement du signal, est un domaine relativement nouveau. Les premiers efforts
dans ce domaine ont porté sur le développement d’analogues de dispositifs de traitement de
signal conventionnels basés sur le spin. Nous appelons ces instruments des appareils spintro-
niques hybrides, car les informations sont toujours codées avec la charge "tension aux bornes
ou courant traversant l’appareil (voltage across or current through the device)", mais le spin
augmente la fonctionnalité de l’appareil et peut améliorer les performances de l’appareil [16].
Dans les transistors à effet de champ de spin (SPINFET) ou les transistors à jonction bipolaire
de spin (SBJT), les informations sont toujours traitées en modulant le courant de charge cir-
culant entre deux bornes via l’application d’une tension ou d’un courant à la troisième borne.
Cependant, le processus par lequel la tension ou le courant à la troisième borne exerce un
contrôle sur le comportement du dispositif est médié par le spin. Par conséquent, le spin joue
un rôle secondaire dans ces dispositifs, tandis que la charge conserve le rôle principal. L’intérêt
de ces dispositifs est reflété dans le rôle du spin dans le traitement de l’information [16].
La branche la plus radicale de la spintronique est ce que nous appelons la "spintronique mono-
lithique". Dans ce cas, la charge n’a pas de rôle direct et l’information est entièrement codée
dans la polarisation de spin d’un seul électron, qui est faite pour n’avoir que deux valeurs :
"spin-up" et "spin-down", en plaçant l’électron dans un champ magnétique. L’orientation de
spin-down pourrait par exemple correspondre à une polarisation parallèle au champ magné-
tique et l’orientation de spin-up est antiparallèle au champ magnétique et vice-versa. Ces deux
valeurs pourraient représenter les bits binaires 0 et 1 [16]. Une incarnation de cette approche
est l’idée dite de "logique de spin unique (single spin logic)" (SSL) [42, 43]. Ce qui rend cette
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idée intéressante, c’est que les bits peuvent être retournés en basculant simplement le spin d’un
électron, sans se déplacer physiquement dans l’espace et provoquant un flux de courant. Cela
se traduit par une dissipation thermique très réduite dans les circuits [16].
Le rendu ultime des circuits de calcul spintronique est basé sur les ordinateurs quantiques à
spin, qui ne dissipent aucune énergie pour compléter une opération logique [16]. Récemment,
il y a eu un grand intérêt pour coder un bit quantique (qubit) en utilisant le degré de liberté
de spin d’un seul électron confiné dans une boite quantique [44–47] ou lié à un atome donneur
[48] pour implémenter une porte logique quantique. La cohérence de phase quantique du spin
est bien plus longue que celle de la charge [16].
Par conséquent, le spin est un choix naturel pour la construction de processeurs logiques quan-
tiques évolutifs à semi-conducteurs. L’informatique quantique basée sur le spin est un domaine
de recherche en pleine expansion avec des progrès extrêmement rapides. Il suffit de dire alors
que la spintronique est maintenant sur le point de se trouver à un moment critique où des
percées technologiques pourraient être imminentes. Par conséquent, comprendre la science et la
technologie de la spintronique est devenu impératif pour les étudiants physiciens en particuliér
ceux qui sont spécialisés en génie électrique, et en science des matériaux.

2.1 Magnétorésistance géante (GMR)

Les racines de la spintronique remontent aux recherches précédentes sur l’influence du spin
sur la conduction électrique dans les métaux ferromagnétiques [37–41]. La dépendance de la
conduction sur le spin peut être comprise à partir de la structure de bande typique d’un mé-
tal ferromagnétique (Figure. I.3(a)). La division entre la bande d’énergie des directions "spin
majoritaire" (spin up dans la notation habituelle) et "spin minoritaire" (spin down), comme
le montre la Figure. I.3(a), fait que les électrons au niveau de Fermi (Voir la Section 4.2), qui
portent le courant électrique, sont dans des états différents pour des directions de spin opposées
et présentent des propriétés de conduction différentes.
En première approximation, la conduction se fait par deux canaux en parallèle (Figure. I.3(b)).
Cette conduction dépendante du spin, proposée par Mott [37] en 1936 pour expliquer certaines
caractéristiques de la résistivité des métaux ferromagnétiques à la température de Curie, a été
démontrée expérimentalement dans les années soixante [38–41]. Sur la Figure. I.3(c), on montre
un exemple des résultats expérimentaux [38, 39] pour Ni dopé avec différents types d’impureté.
Ceci a conduit au soi-disant "modèle à deux courants" pour la conduction dans les ferroaimants
[38–41]. Certaines expériences [38, 39, 41] sur des métaux dopés avec deux types d’impuretés
(alliages ternaires) anticipaient déjà le concept de GMR mais le passage au GMR dans des mul-
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Figure I.3 – Bases de la spintronique. (a) Structure de bande schématique d’un métal ferromagnétique
montrant la division de la bande d’énergie pour les spins. (b) Schéma de la conduction dépendante du spin
à travers des canaux indépendants de spin ↑ et de spin ↓. (c) Résistivités des canaux de conduction spin
up et spin down pour le nickel dopé à 1% de plusieurs types d’impureté (mesures à 4.2 K). Le rapport α
entre les résistivités ρ0↓ et ρ0↑ des canaux de spin ↓ et de spin ↑ peut être aussi grand que 20 (impuretés
Co) ou, également, inférieur à un (impuretés Cr ou V ) [41, 49, 50]

.

ticouches nécessitait des épaisseurs de couche de l’ordre du nm qui n’était pas possible à cette
époque [41]. Mais ce dernier concept est devenu possible au milieu des années quatre-vingt,
avec le développement de certaines techniques comme l’épitaxie par faisceau moléculaire
(MBE), il est devenu possible de fabriquer des multicouches composées de couches d’individus
très minces, ainsi on pouvait envisager d’étendre les expériences sur les alliages ternaires aux
multicouches.
En 1986, les expériences de diffusion Brillouin de Peter Grünberg et de ses collègues [41, 52]

ont révélés l’existence de couplages d’échange intercouche antiferromagnétique dans les multi-
couches Fe/Cr (Figure.I.4(a)). Fe/Cr est apparu comme un système multicouche magnétique
dans lequel il était possible de changer l’orientation relative de l’aimantation dans les couches
magnétiques adjacentes d’une direction antiparallèle à une direction parallèle et vice-versa en
appliquant un champ magnétique, la résistance de tout le système au courant du spin depend
par conséquent de la direction de l’aimantation de chaque couche. Les multicouches Fe/Cr fa-
briquées ont conduit en 1988 à une première observation d’un effet de magnétorésistance géante
que l’on appelle GMR (Figure.I.4(b)) [35]. Des résultats similaires ont été obtenus pratiquement
au même moment par Peter Günberg à Jülich dans des tricouches Fe/Cr/Fe [36]. L’interpréta-
tion est illustrée sur la Figure. I.4(c) [41]. Ces résultats ont rapidement attiré l’attention grâce
à leur intérêt fondamental ainsi que leurs nombreuses possibilités d’application à la détection
de petits champs magnétiques. Les capteurs magnétiques pour l’industrie automobile qui sont
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Figure I.4 – (a) Structure d’une multicouches Fe/Cr. La flèche indique les orientations relatives
de l’aimantation dans des couches successives de Fe à champ nul lorsque le couplage intercouche est
antiferromagnétique. (b) Mesures de magnétorésistance (4.2 K) pour les multicouches (Fe/Cr)n. à l’extrême
droite (> HS , où HS est le champ de saturation) ainsi qu’à l’extrême gauche (< −HS), les aimantations
de toutes les couches de fer sont alignées par le champ magnétique externe et la résistivité est faible. À
champ nul, les aimantations des couches de Fe adjacentes sont dans des directions opposées (comme sur la
Figure. I.4(a)) et la résistivité est grande. (c) Fe/Cr/Fe tricouches[36]. (d) Mécanisme de GMR. Dans la
configuration magnétique parallèle (à droite), les électrons de l’une des directions de spin peuvent facilement
traverser toutes les couches magnétiques et le court-circuit à travers ce canal conduit à une petite résistance.
Dans la configuration antiparallèle (à gauche), les électrons de chaque canal sont ralentis par les couches
magnétiques qui ont une configuration magnétique opposée et la résistance est élevée [41, 49, 50]

apparues en 1993 [41, 49, 50] sont parmi les premières utilisations de cette découverte. Ainsi que
l’application à la lecture des disques durs qui est apparue en 1997 et qui a conduit rapidement
à une augmentation considérable de la densité des informations stockées dans les disques (de 1
Gbit/in2 à 1000 Gbit/in2 aujourd’hui) [41, 49, 50].

2.2 Jonctions des tunnels magnétiques et magnétorésistance à effet
tunnels (TMR)

Dans une jonction de tunnel magnétique Magnetic Tunnel Junction (MTJ) où une
barrière isolante de tunnel ultra-mince sépare deux électrodes ferromagnétiques ( Figure. I.5(a)),
dans ce sens (TMR) désigne le changement de la résistance de jonction "tunnelling magnetore-
sistance", en fonction de la configuration magnétique des électrodes (magnétisations parallèles
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Figure I.5 – (a) Exemple de structure caractérisée par l’apparition d’un effet de magnétorésistance
tunnel. (b) Image de microscopie électronique d’un Fe (001) /MgO (001) /Fe (001) MTJ [41, 49, 50]. (c)
Courbes TMR (résistance vs champ d’un Fe/MgO/Fe MTJ [41, 49, 50] .

ou antiparallèles). Les premières observations de TMR ont été signalées en 1975 par Jullière [51]
et en 1982 par Maekawa et Gäfvert [53]. Ces œuvres pionnières n’ont pas suivi immédiatement,
probablement en raison de la difficulté de les reproduire [41, 49, 50].
En 1995, des TMR importants (20%) et reproductibles ont été rapportés par les groupes de
Moodera [54] et Miyasaki [55] sur les MTJ en utilisant une barrière tunnel constituée d’une
couche d’Aluminium oxydée ultra-mince [41, 49, 50].
Ces contributions originales ont alors déclenché une intense activité autour du développement

des MTJ. Une étape importante a été le passage aux MTJ on utilisant des barrières tunnel
amorphes (principalement de l’Alumine Al2O3) aux MTJ monocristallins, en particulier en
utilisant une barrière MgO. Alors que les premiers résultats obtenus avec le MTJ à base de
MgO n’étaient que légèrement supérieurs à ceux des barrières d’Alumine [56], une percée a été
réalisée en 2004 avec le premier rapport de grands coefficient TMR (∽ 200% à température
ambiante, Figure. I.5(b, c)) dans les MTJ épitaxiales à Tsukuba [57] et IBM [59]. Des progrès
continus ont été réalisés depuis 2004, les MTJ basés sur le MgO et les ratios TMR ont dépassé
600% [59].
D’un point de vue applicatif, les TMR ont été introduits par l’industrie dans les têtes de lecture
des disques durs (HDD) en 2006, principalement parce qu’ils apportaient des améliorations en
termes de rapport signal sur bruit. Cela a permis de maintenir l’augmentation continue des
densités surfaciques d’informations stockées et, en même temps, la réduction des coûts de ce
stockage. Depuis l’introduction du GMR dans les têtes de lecture de disque dur en 1997, le
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Figure I.6 – (a) Illustration du concept de transfert de spin introduit par John Slonczewski [63] et Berger
[64]. Un courant polarisé en spin est préparé par une première couche magnétique F1 avec une polarisation
de spin orientée obliquement par rapport à l’axe d’aimantation d’une deuxième couche F2. Lorsqu’il passe
par F2, l’interaction d’échange aligne sa polarisation de spin le long de l’axe de magnétisation [41, 49,
50]. (b) Nano-pilier MTJ (également schématisation des STT-RAM) pour des expériences de changement
d’orientation magnétique par STT : l’aimantation de la couche magnétique libre est inversée par le STT
en raison de l’injection d’un courant spin-polarisé créé par la couche CoFeB. (c) Identique à (b), mais
avec une précession de l’aimantation de la couche libre (oscillateur STT). (d) Résistance vs courant pour
un Nano-pilier avec changement d’orientation magnétique induite par le courant entre des configurations
magnétiques parallèles et antiparallèles [50]. (e) Exemple d’émission de micro-ondes à partir de la précession
d’un vortex magnétique dans un oscillateur STT [50].

coût par Go stocké dans un ordinateur de bureau a chuté de plus de trois ordres de grandeur,
passant de 100$ à moins de 3 cents [41, 49, 50]. Cela a été un moteur clair dans l’émergence de
l’ère du Big Data [60].
Un autre domaine d’applications impacté par la TMR est l’émergence des mémoires magné-
tiques à accès aléatoire (MRAM). Alors que le concept de MRAM a déjà été introduit par
Honeywell avant la découverte du GMR [61, 62], son développement n’a été déclenché qu’à la
fin des années 1990 à l’aide de TMR [41, 49, 50].

2.3 Couple de transfert de spin (STT)

Le couple de transfert de spin Spin-Transfer Torque (STT) concerne la manipulation
du moment magnétique d’un élément ferromagnétique sans application de champ magnétique,
mais uniquement en transférant le moment angulaire de spin par un courant polarisé en spin.
Le concept a été introduit pour la première fois théoriquement par Slonczewski [63]et Berger
[64], et il est illustré sur la figure (Figure. I.6(a)). L’injection d’un courant polarisé en spin
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dans un élément magnétique conduit au transfert de la composante transversale du courant
de spin, ce qui crée un couple agissant sur l’aimantation de l’élément. Cependant, en raison
de la conservation du moment cinétique, les électrons exercent un couple égal mais opposé sur
le domaine magnétique (le couple de transfert de spin). Ce couple de transfert de spin peut
être utilisé pour changer la direction de la magnétisation (Figure. I.6(b,d)) ou pour génèrer des
précessions du moment (Figure. I.6(c,e)). Dans ce dernier cas, la GMR ou la TMR peut être
utilisé pour traduire ces précessions de magnétisation à des tension oscillante dans la gamme
de fréquences micro-ondes, conduisant au concept d’oscillateur à transfert de spin.
Les premières preuves expérimentales de transfert de spin ont été obtenues en utilisant soit des
contacts ponctuels [65, 66], soit des éléments en forme de pilier [67, 68], dans ces derniers le
couple de transfert de spin peut être utilisé pour modifier l’orientation d’une couche magnétique
dans une MTJ en y faisant passer un courant polarisé en spin (Figure. I.6(b,d)), et peut donc
être utilisé pour retourner les éléments actifs dans la mémoire magnétique à accès aléatoire (
MRAM).
En ce qui concerne les applications, l’apparition de STT a sans aucun doute stimulé le dévelop-
pement des MRAM, qui sont maintenant appelés STT-RAM. En effet, il nous permet de réduire
significativement la consommation d’énergie associée à la fonction d’écriture tout en améliorant
également la fiabilité en ce qui concerne le bruit de diaphone "cross-talk", en particulier, qui
fait référence à un couplage involontaire d’activité entre deux ou plusieurs signaux [69], ce qui
sera utile quand il sera appliquée au processus d’écriture STT-MRAM, tandis que la création
de micro-ondes qui aura de multiples applications dans les télécommunications [41, 49, 50].

3 Matériaux pour la spintronique

Malgré ses grands avantages et potentiels, la spintronique doit maintenant relever un cer-
tain nombre de défis, tels que la génération de porteurs de charges entièrement polarisés (spins
purs) et l’injection de spins dans les dispositifs, le transport de spin sur de longues distances et
la manipulation et la détection de l’orientation de spin des porteurs de charges. Les solutions
à ces problèmes reposent sur le développement de techniques de fabrication et d’optimisation
des appareils, d’une part, et sur la conception de nouveaux matériaux ayant des propriétés
spécifiques, d’autre part [70].
Pour résoudre les problèmes ci-dessus, divers matériaux spintroniques ont été conçus. En fonc-
tion de leurs propriétés électroniques et magnétiques, les matériaux spintroniques peuvent être
classés en métaux magnétiques, isolants topologiques et semi-conducteurs magnétiques (Figure.
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Figure I.7 – (a) La classification des matériaux spintroniques. (b) Schématisation de circuits spintro-
niques composés de différents matériaux spintroniques [70].
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I.7(a)).
Dans un circuit spintronique, les métaux magnétiques et les isolants topologiques servent comme
des sources de spin et de drains, tandis que les semi-conducteurs magnétiques constituent la
région centrale du dispositif [70]. Dans les trois composants, la manipulation/détection de spin
peut être effectuée séparément en fonction des effets de couplage entre le spin et la lumière, le
champ magnétique ou le champ électrique (Figure. I.7(b)) [70].
En général, les matériaux spintronique en pratique doivent avoir un ordre magnétique puissant
à une température ambiante, c’est-à-dire que leurs température d’ordre magnétique doit être
nettement supérieure à la température ambiante. Pendant ce temps, une grande polarisation
de spin autour du niveau d’énergie de Fermi est préférée. Dans ce qui suit, nous examinons les
propriétés de base des matériaux spintroniques existants [70].

3.1 Semi-conducteurs magnétiques

Les semi-conducteurs magnétiques, combinent les propriétés et les avantages des maté-
riaux magnétiques et des semi-conducteurs et ils forment la base de la spintronique. Les semi-
conducteurs magnétiques peuvent être appliqués pour la génération et l’injection des spins aussi
que la manipulation et la détection de ce dernier. Par rapport à d’autres matériaux spintro-
niques, les semi-conducteurs magnétiques peuvent être facilement implémentes en utilisant la
technologie des semi-conducteurs bien développée de nos jours. Malheureusement, la plupart
des semi-conducteurs magnétiques souffrent de perte de l’ordre magnétique a basse tempéra-
ture, ce qui entrave leurs applications pratiques.
En général, les semi-conducteurs magnétiques peuvent être divisés en deux catégories : les
semi-conducteurs magnétiques dilués (DMS) (Voire la Section 8 du Chapitre II) et les semi-
conducteurs magnétiques intrinsèques. De plus, sur la base de différentes propriétés électro-
niques et magnétiques, les semi-conducteurs magnétiques intrinsèques peuvent être subdivisés
en Half-semi-conducteurs (HSC)(Figure. I.8(a)) ; semi-conducteur sans bande interdite pour
spins "spin gapless semiconductors (SGS)"(Figure. I.8(b)) ; semi-conducteurs magnétiques bipo-
laires (BMS)(Figure. I.8(c)) et semi-conducteurs antiferromagnétiques asymétriques (AAFMS).

3.2 Métaux magnétiques et isolants topologiques

3.2.1 Isolants topologiques

Les isolants topologiques sont un type particulier d’isolants, qui sont des isolants mais
métalliques sur leurs surfaces (Figure. I.8(d)). De façon intéressante, les électrons spin-up et
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Figure I.8 – Représentations schématiques des structures de bandes pour divers matériaux spintro-
niques : (a) HSC , (b) SGS , (c) BMS , (d) Isolants topologiques , (e) Métaux ferromagnétiques et (f)
half-métaux . [70]

spin-down se propagent en sens inverse sur la surface [71]. Ainsi, les isolants topologiques sont
idéales pour la génération et le transport de spin purs, sans apporter de courant de charge
net. Des exemples typiques de isolants topologiques sont HgTe [72] et Bi1−xSbx [73]. Tous les
isolants topologiques réalisés jusqu’à présent ne peuvent fonctionner qu’à basse température et
ont encore un long chemin à parcourir avant leurs applications pratiques [70].

3.2.2 Métaux ferromagnétiques

Les métaux ferromagnétiques comprennent les métaux Fe, Co, Ni, ainsi que leurs alliages.
Ce sont les plus anciens matériaux de spintronique qui ont été utilisés pour construire les valves
de spin Spin valve et les MTJ. Ces matériaux sont abondants et non couteux, et peuvent
être manipulés facilement. Cependant, ils ne peuvent fournir que des porteurs partiellement
polarisés (Figure. I.8(e)) [70].

3.2.3 Ferroaimants half-métalliques

Les Ferroaimants half-métalliques Half-metallic ferromagnets (HMF) ont été proposés
par de Groot et Mueller [74]. Leur caractéristique fondamentale réside dans la structure électro-
nique (Figure. I.8(f)) : un canal de spin possède une conduction métallique tandis que l’autre
canal de spin est isolante ou semi-conductrice. Ainsi, les HMF peuvent intrinsèquement fournir
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des électrons de spin unique, avec une polarisation des spins atteignant 100%. Les HMF peuvent
être utilisés pour la génération et l’injection de spin pur. Pour développer des dispositifs spin-
troniques pratiques avec des HMF, en plus d’une température de Curie ferromagnétique élevée
(Voir la Section 4.2 du Chapitre II), la gap half-métallique doit également être suffisamment
large pour empêcher la transition des spins opposés agitées thermiquement et préserver la half-
métallicité à température ambiante [70]. De plus, pour les applications magnéto-électroniques,
une grande énergie d’anisotropie magnétique est privilégiée [75]. Certains HMF typiques sont
CrO2 [76, 77] et Fe3O4 [78, 79].

3.2.4 Oxydes de métaux de transition

Les oxydes de métaux de transition tels que CrO2 et Fe3O4 sont les HMF les plus anciens.
Bien qu’ils aient été largement utilisés pour leurs propriétés magnétiques, la half-métallicité de
ces oxydes est restée inconnue jusqu’à ce qu’elle soit révélée par des calculs ab-initio [70, 76, 78].
Maintenant, la half-métallicité de CrO2 et Fe3O4 a été bien établie par la spectroscopie de ré-
flexion d’Andreev de contact ponctuel Point contact Andreev reflection (PCAR) spec-
troscopy et la spectroscopie photo-électronique à résolution de spin spin-resolved photoe-
lectron spectroscopy [70, 77, 79].

3.2.5 Chalcogénures de métaux de transition et Pnictides

Afin d’explorer les HMF compatibles avec les semi-conducteurs III − V et II − V I (Voire
la Section 4), de nombreux efforts ont été faits pour concevoir ces derniers avec des phases
Zinc-Blende et Wurtzite des Chalcogénures de métaux de transition et des Pnictides [70].
La phase Zinc-Blende de CrAs est proposée d’avoir possède une conduction half-métallique
basée sur des calculs de premier principe first-principles calculations [80], et a été fabriquée
sous forme de film mince thin film par MBE, qui a montré un comportement ferromagnétique
à température ambiante [80–82]. Par la suite des films minces ou des nano-dots de CrAs, CrSb
et MnAs, ont également été construits grown avec succès [83, 84], ces éléments ont été prédits
d’être des (quasi) half-métaux [70, 85, 86].
Du fait que les phases Zinc-Blende des CrAs, CrSb et MnAs sont très énergétiques par rap-
port à la phase fondamental du nickel-arséniure et également très fragile contre les déformations
cristallines, la conception d’échantillons de haute qualité semble très difficile [87]. Ainsi, les cher-
cheurs sont progressivement intéressés à d’autres composés possibles [70].
Sur la base des calculs des premiers principes, Mavropoulos et Galanakis ont effectué une re-
cherche systématique sur des HMF dans la phase Zinc-Blende de XY , avec X = V,Cr et Mn
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Figure I.9 – Représentation de la cellule unitaire de la pérovskite

et Y = N,P,As, Sb, S, Se et Te [88]. Les auteurs ont constaté que les composés V As, V Sb,
CrAs, CrSb, V Te, CrSe et CrTe sont les meilleurs candidats pour les HMF [70].
Les études théoriques de Liu et al. suggèrent également que les phases Zinc-Blende de CrTe,
CrSe et V Te sont des excellents HFM avec une grande bande interdite half-métalliques (jus-
qu’à 0,88 eV) [89]. Les auteurs ont constaté que les trois composés ont une énergie supérieure
d’environ 0.31 à 0.53 eV par unité de formule que la phase fondamentale de Nickel-Arséniure
correspondante. Ces valeurs sont nettement inférieures à celles des CrAs, CrSb et MnAs déjà
fabriqués (environ 1 eV). Parallèlement, leurs module de compression et module de cisaille-
ment(Shear modulus) sont supérieurs ou comparables à ceux des CrAs. Ainsi, ces composés
peuvent être plus facilement développés par épitaxie sous la forme de films minces [70].
Liu et al. ont également étudié systématiquement tous les Pnictides et Chalcogénures de métaux
de transition 3d dans la phase Wurtzite, et identifiés de nouveaux HFM candidats potentiels,
(MnSb, CrAs, CrSb, V A, V Sb, CrSe, CrTe, V Se et V Te) [90]. Ces HFM ont de grands
bandes interdites half-métalliques (jusqu’à 0.97 eV) et des énergies assez faibles (jusqu’à 0.31
eV) par formule par rapport aux phases de l’état fondamental correspondantes. Leurs module
de compression sont approximativement équivalents à ceux des semi-conducteurs binaires ty-
piques III − V et II − V I, tels que GaAs et InAs.
Bien que les travaux théoriques aient été effectués, la vérification expérimentale est encore rare
sauf pour les CrAs, CrSb et MnAs [70].

3.2.6 Pérovskites

Les pérovskites sont considérés comme l’une des classes de matériaux les plus prometteuses
du XXIe siècle. Au cours des dernières décennies, les pérovskites ont attiré une large attention
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Figure I.10 – Diagramme de phase pour les manganites pérovskites [95].

et fait de grands progrès dans le stockage d’énergie, la dégradation des polluants ainsi que
les dispositifs optoélectroniques en raison de leurs propriétés photoélectriques et catalytiques
supérieures. Tous les matériaux de type ABX3 avec une structure orthorhombique (groupe
d’espace Pbnm (Figure. I.9), sont collectivement appelés matériaux pérovskite, ils peuvent être
simplement divisés en pérovskites inorganiques et pérovskites hybrides (organique-inorganique)
ou des ions organiques, par exemple, le Méthylammonium (MA) CH3NH

+
3 , l’éthylammonium

(EA) CH3CH2NH
+
3 ou le Formamidinium (FA) (NH2)2 CH

+ occupaient les sites A, un cation
métallique, comme, Ge2+, Sn2+ où Pb2+ occupait les sites B, et un anion halogène comme
par exemple, Cl−, Br− et I− occupait les sites X [91–93]. Idéalement, un perovskite peut être
considéré comme une structure cubique nommée E21. Cette structure peut être décrite soit
comme une avec des atomes B situés aux coins du cube, un atome A situé au centre du cube et
des sites atomiques X qui sont au milieu des 12 arêtes du cube (Figure. I.9(a)), ou bien comme
une structure où l’atome A se trouve aux 8 coins du cube, l’atome B au centre du cube et les
atomes X sont sur chaque face du cube (Figure. I.9(b)). La distorsion de cette structure idéale
est autorisée, et dépend d’un facteur de tolérance introduit par Goldschmidt [94] qui détermine
la stabilité de la phase Pérovskite pour un ensemble donné d’anions et de cations. Ce facteur
est donné par :

t = 1√
2
rA + rX

rB + rX

(I.4)

où rA, rB et rX sont les rayons des ions A, B et X respectivement . Dans le cas idéal (t = 1), la
structure est cubique, par contre pour 0.96 < t < 1, on trouve des distorsions rhomboïdales alors
que des distorsions orthorhombiques se produisent et pour t < 0, 96. Notons que la structure
pérovskite est stable pour 0.89 < t < 1.02. Jusqu’à présent, diverses Pérovskites ont été syn-
thétisées et utilisées dans différents domaines. où, par exemple, les oxydes de pérovskite ABO3

jouent un rôle central dans les applications spintroniques, et la fabrication des ferro-aimants
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Figure I.11 – Influence du désordre des rayons ioniques sur la température de transition isolant-
conducteur des manganites [95, 97].

half-métalliques. Parmi ces oxydes de pérovskite, on trouve les manganites, qui suscitent l’in-
térêt et la curiosité de la communauté scientifique. Cela est dû à la grande variété de leurs
propriétés physiques. Parmi leurs propriétés, celles qui intéressent la communauté spintronique
sont la magnétorésistance et la grande polarisation de spin [95]. Dans leur forme générique, les
manganites ont la formule chimique A1−xA

′
xMnO3 avec A une terre rare trivalente telle que

La3+, Pr3+, Nd3+ · · · et A′ un cation alcalin divalent comme Sr2+, Ca2+, Ba2+ · · · , et le x
représente le dopage de A′, selon la valeur de x la moyenne du manganèse est comprise entre
Mn3+ et Mn4+ de sort qu’on trouve Mn3+x [95].
Les propriétés électroniques et magnétiques des manganites dépendent fortement du rapport
Mn3+/Mn4+ contrôlé par le dopage ionique divalent x comme le montre le diagrammes de
phase T − x des manganites dans la figure. I.10. La structure joue d’ailleurs un rôle important,
principalement à travers la longueur et l’angle de la liaisonMn − O − Mn. Le chevauchement
des orbitales p de l’Oxygène et les d orbitales d du Manganèse est modifié en fonction des
distorsions de la maille élémentaire. L’importance de ces déformations est liée au rayon ionique
moyen ⟨rA⟩ en fonction de la nature de A, A′ ainsi que la valeur de x. En effet, il existe des
différences significatives entre les diagrammes de phase T − x des manganites. Par exemple,
avec le même niveau de dopage (x = 1

3), La1−xSrxMnO3 et Nd1−xSrxMnO3 ont des tempé-
ratures de Curie différentes de 200 K . La différence entre les rayons ioniques des cations A et
A′ est également importante car elle peut provoquer des désordres structurels et perturber le
magnétisme [95, 96]. Rodriguez-Martinez et Attfield [95, 97] ont démontré qu’une diminution
de la température de transition isolant-conducteur pour des manganites comme A0.7A

′
0.3MnO3
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Figure I.12 – Observation de la magnétorésistance pour une couche mince épitaxiale La2/3Sr1/3MnO3
[95, 107].

(A = La, Pr,Nd, Sm et A′ = Ca, Sr,Ba) est apparu lorsque la distribution des rayons ioniques
est plus dispersée, alors que le rayon ionique moyen restant constant (Figure. I.11).
La structure cristalline dépend également de la pression, ce qui entraîne une transition métal-
isolant et une augmentation de la température de transition avec l’augmentation de la pression
hydrostatique [95, 98, 99]. Les lacunes d’oxygène affectent également la structure : si une lacune
d’oxygène est présente entre deux ions manganèse, leur distance va augmenter, et va modifier
par conséquence les propriétés du matériau [95, 100, 101].
L’effet d’un champ magnétique appliqué sur certains manganites montre une diminution spec-
taculaire de leur résistivité qui peut atteindre le niveau d’une transition métal-isolant [95, 102–
105]. La première observation de la magnétorésistance dans les manganites a été faite en 1969
[95, 106] sur le composé La1−xPbxMnO3. Un tel comportement est illustré sur la figure. I.12
pour un film mince épitaxial La2/3Sr1/3MnO3 [95, 107], dans ce matériau et à proximité de la
température de Curie, il existe un désordre important de spins qui peut être supprimé par l’ap-
plication d’un champ magnétique induisant une forte diminution de la résistivité du matériau.
En général, plusieurs tesla sont nécessaires pour avoir ce résultat (Figure. I.12).
Les progrès de la fabrication des couches minces ont permis de réaliser des jonctions tunnel ma-
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Figure I.13 – Observation d’une magnétorésistance tunnel extrêmement élevée sur des jonctions tunnel
magnétiques optimisées [95, 109].

gnétiques à base de manganite. Les premiers résultats concernant les manganites dans les MTJ
ont été rapportés par Gupta et al. en 1999 [95, 108]. Les valeurs TMR observées sont très impor-
tantes (plus de 80%), mais afin de confirmer la polarisation totale de spin de La0.7Sr0.3MnO3

(LSMO), Bowen et al. [95, 109] ont préparé un MTJ optimisé basé sur deux électrodes LSMO
séparées par une barrière SrT iO3. Ils pourraient obtenir jusqu’à 1900% de TMR, confirmant
ainsi que la polarisation de spin du LSMO est supérieure à 95% (Figure. I.13). Cependant, le
TMR dans les manganites de pérovskite est intrinsèquement limité par la basse température
de Curie de ce matériau. Ceci est encore plus prononcé pour différentes couches minces, comme
en témoignent Park et al. [95, 110]. C’est la principale limitation des manganites.

3.2.7 Double pérovskites

Les doubles pérovskites A2M
′M”O6 sont basées sur la structure de pérovskite AMO3, où

les sites de métaux de transition M sont occupés en alternance par différents cations M ′ et M”
(Figure. I.14(a)). Les doubles pérovskites possèdent les avantages de structures cristallines très
simples ; un très grand nombre d’éléments ; et d’un couplage fort entre les ordres magnétique
et les propriétés électroniques. Dans A2M

′M”O6, les métaux de transition M ′ et M” peuvent
tous les deux porter un moment magnétique et dans la plupart des cas, ils sont couplés ferrima-
gnétiquement ou antiferromagnétiquement entre eux (Voir le Chapitre II pour plus de détails).
Les doubles pérovskites ont joué un rôle important dans le développement du concept de half-
métaux. Le premier succès a été achevé par Tokura et al. avec le Sr2FeMoO6, qui présente
une magnétorésistance intrinsèque de type TMR à température ambiante [111]. Les calculs des
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(a) (b)

Figure I.14 – Modèles de structure pour les matériaux de spintronique : (a) doubles pérovskites
A2M ′M”O6, (b) alliages de Heusler XX ′Y Z [70].

premiers principes ont révélé que Sr2FeMoO6 est un HMF, où les spins portés par les ions
Fe3+ sont ferrimagnétiquement couplés aux spins portés par les ions Mo5+, résultant un mo-
ment magnétique de spin total de 4µB. En outre dans les Sr2FeMoO6 la densité d’états pour
le canal des spins-down traverse le niveau de Fermi, alors que le canal spin-up ouvre une bande
interdite au niveau de Fermi, conduisant à un comportement half-métallique [111].
Aprés Sr2FeMoO6, un composé similaire le "Sr2FeReO6" a été conçu par le même groupe [112].
Les calculs prédisaient Sr2FeReO6 comme un half-métal avec les spins des ions Fe3+ et Re5+

couplés ferrimagnétiquement entre eux, ce qui est cohérent avec les mesures expérimentales des
propriétés électroniques et magnétiques [112].
D’autres doubles pérovskites comme La2CrCoO6, La2V FeO6 sont également des candidats
HMF potentiels [113].

3.2.8 Alliages de Heusler

Les alliages de Heusler se composent d’un grand nombre d’éléments et ont été étudiés de
manière intensive pour leurs divers phénomènes magnétiques, tels que l’ordre ferromagnétique et
la température de Curie élevée. Les alliages de Heusler se cristallisent dans une structure cubique
compactes, dont la maille unitaire est celle d’un réseau Cubique à Faces Centrées "CFC" avec
quatre atomes de base à (0, 0, 0),

(
1
4 ,

1
4 ,

1
4

)
, (1

2 ,
1
2 ,

1
2) et

(
3
4 ,

3
4 ,

3
4

)
en coordonnées Wyckoff (Figure.

I.14(b)). Selon les différents éléments résidant sur les quatre sites, les alliages de Heusler peuvent
être classés en alliages de Heusler ternaires et alliages de Heusler quaternaires. Les alliages de
Heusler ternaires peuvent être subdivisés en demi-alliages de Heusler avec la formule chimique
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XY Z, où X et Y sont des métaux de transition et Z est un élément du groupe principal et des
alliages de Heusler complets avec la formule chimique X2Y Z.
Dans les demi-alliages de Heusler, la séquence d’occupation la plus stable du point de vue
énergétique le long de la diagonale est X − Y − vide −Z, alors que dans les alliages de Heusler
complets, la séquence est X − Y − X − Z lorsque la couche de valence de X est plus grande
que Y , ou X − X − Y − Z lorsque la couche valence de Y est la plus grande. Ce dernier est
également appelé alliages de Heusler inversés.
Pour les alliages de Heusler quaternaires, la formule chimique est identifiée par XX ′Y Z, où
la bande de valence de X est supérieure à celle de X ′ et X ′ est supérieure à Y . La séquence
d’occupation préférée le long de la diagonale est X − Y −X ′ − Z.
Sur la base des calculs des premiers principes, Galanakis et al. ont systématiquement étudié
les propriétés électroniques et magnétiques de la famille des alliages de Heusler, et ont constaté
que la plupart d’entre eux obéissaient à la règle de Slater-Pauling, qui stipule que le moment
magnétique du spin total Mt de la cellule unitaire évolue en fonction du nombre total d’électrons
de valence Zt, suivant la relation Mt = Zt − n. L’entier n est déterminé par le type d’alliages
de Heusler [114–117]. Ces alliages de Heusler qui suivent la règle de Slater-Pauling semble être
des candidats pour les half-métaux et les semi-conducteurs magnétiques [70].
NiMnSb est le premier demi-alliage de Heusler qui a été proposé comme un HMF par de Groot
et Mueller [74], et maintenant sa half-métallicité a été bien établie dans l’expérience [118]. Les
demi-alliages de Heusler peuvent être des HMF lorsqu’ils obéissent à la règle de Mt = Zt − 18,
comme dans le cas des composés NiY Sb et CoY Sb, où Y représente V , Cr et Mn [50]. Une telle
relation peut être simplement comprise qu’un alliage de Heusler ayant 18 électrons de valence
par cellule unitaire est isoélectronique par rapport au gaz inertes et particulièrement stable, qui
tend à être un semi-conducteur non magnétique, et pour un alliage Heusler avec Zt ̸= 18, les
électrons manquants où supplémentaires entrent dans un seul canal de spin. A leurs tours, les
alliages de Heusler half-métalliques complets obéissent à la règle de Mt = Zt −24. Des exemples
d’alliages Heusler half-métalliques sont Co2MnX (X = Al, Ga, Si, Ge, Sn) [115].
Les alliages de Heusler inversés suivent trois règle de Slater-Pauling différentes selon le type
chimique des atomes de métal de transition constitutifs. PourX = Sc et Ti, les alliages obéissent
à la relation Mt = Zt − 18 ; pour X = Cr et Mn, la relation est Mt = Zt − 24 ; Y = Cu et
Zn donne une relation de Mt = Zt − 28. Les alliages Heusler half-métalliques inverses incluent
Sc2CrAl, Ti2NiAl, Mn2ZnSi, etc. [116].
Dans la famille des alliages de Heusler quaternaires, il existe également un certain nombre de
HMF, qui montrent une règle de Slater-Pauling de Mt = Zt − 18 ou Mt = Zt − 24 [117].
Comme on peut le voir ci-dessus, en modifiant les trois ou les quatre éléments composites
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différents, les alliages de Heusler fournissent un "sol fertile" pour l’exploration des HMF [70].

3.2.9 Antiferroaimants half-métalliques

En tant que type spécial de half-métaux, les antiferroaimants half-métalliques Half-metallic
antiferromagnets (HMAFMs) peuvent également fournir des électrons de spins polarisés à
100%, tout en ne montrant aucune magnétisation macroscopique [119, 120]. L’idée de base des
HMAFMs est que pour un half-métal avec une composition stœchiométrique, la magnétisation
de spin par unité de cellule devrait être un entier en unités de magnéton de Bohr et cet entier
peut être zéro après une conception minutieuse. En raison de la magnétisation nette qui égale
zéro, la half-métallicité des FMFM restera inchangée sous un champ magnétique externe. De
plus, les HMAFMs n’interféreront pas avec les autres éléments magnétique. Ainsi, les HMAFMs
sont très utiles dans certaines situations spéciales, comme dans les spinpolarized scanning
tunneling microscope [70]. Il convient de noter que les HMAFMs n’ont pas encore été vérifiés
expérimentalement [70].

4 Semi-conducteurs

Les semi-conducteurs à leurs tours jouent un rôle crucial dans les applications spintronique.
Pour cette raison, et pour comprendre les concepts fondamentaux des semi-conducteurs, il faut
appliquer la physique moderne aux matériaux solides, et précisément les concepts de bandes
d’énergie, de bandes interdites d’énergie et de densité d’états dans une bande d’énergie, nous
pourrons ensuite étudier les propriétés des différents groupes et types des semi-conducteurs.

4.1 Conducteurs et isolants

Considérons le solide comme un type de molécule géante et analysons les niveaux d’énergie
possibles dans une telle molécule. Cette approche est intuitive et donnerait des résultats cor-
rects, mais elle n’est pas très pratique pour traiter des cristaux, en particulier car leur "haut"
degré de symétrie n’est pas exploité. Pour simplifier l’analyse, nous construisons une molécule à
partir d’atomes de Sodium Na qui n’ont qu’un seul électron de valence. La Figure. I.15 illustre
ce qui se passe lorsque nous assemblons un groupe encore plus grand d’atomes de Na. Pour
deux atomes, la situation est similaire à celle de la molécule d’hydrogène. Au fur et à mesure que
les atomes se rapprochent, des orbitales moléculaires liantes et antiliantes se forment. Chaque
atome de Na a un électron 3s et les deux électrons sont placés dans l’orbitale liante. Ils ont des
spins opposés afin de répondre aux exigences du principe de Pauli (Figure. I.15(a)). La Figure.
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Figure I.15 – La formation de bandes d’énergie dans les solides. (a) Niveaux d’énergie liante et
antiliante et leur occupation pour une molécule construite de deux atomes de Na. Les points bleus et
les flèches symbolisent les électrons avec leur spin. (b) Les niveaux d’énergie de la molécule en fonction
de la séparation inter-atomique. (c) Les niveaux d’énergie pour un amas de nombreux atomes de Na en
fonction de leur séparation. (d) Pour de très nombreux atomes, il existe un quasi-continuum entre les
niveaux d’énergie les plus bas et le les plus élevés. Cette bande d’énergie est à moitié remplie d’électrons
(zone sombre) et à moitié vide (zone claire) [121].

I.15(b) illustre la position des niveaux d’énergie en fonction de la séparation inter-atomique.
L’échelle d’énergie est mise à zéro pour une très grande séparation des atomes. Pour la sépara-
tion a, le niveau de liaison atteint l’énergie la plus basse. Puisque seul le niveau liant est occupé
par les deux électrons, l’énergie de l’état antiliante n’est pas pertinente et le gain d’énergie est
maximisé pour la séparation a.
Si nous prenons plus de deux atomes, l’interaction de deux états atomiques conduit à la for-
mation de deux niveaux qui se délocalisent sur toute la molécule. La situation est similaire
pour N atomes. Les N niveaux d’énergie atomique se divisent en N niveaux moléculaires non
dégénérés. N

2 de ces niveaux sont alors occupés par deux électrons chacun. Ceci est illustré à
la Figure. I.15(c). Pour un N très grand, les mêmes principes s’appliquent. Il existe un quasi-
continuum d’états entre le niveau le plus bas et le niveau le plus élevé, qui est à moitié rempli

34



I.4 Semi-conducteurs

0
0

Én
er

g
ie

(a
rb

. u
n

it
s)

3s

a

Séparation (arb. units)

3p

Egap

Figure I.16 – Formation de bande Si. La bande inférieure correspond aux états sp3 et est complètement
remplie. [121]

(Figure. I.15(d)). Ce quasi-continuum est appelé une bande d’énergie. Nous pouvons main-
tenant voir qualitativement pourquoi Na devrait présenter un comportement métallique. La
bande d’énergie des électrons de valence est exactement à moitié remplie. Lorsqu’un champ
électrique est appliqué à un échantillon de Na, les électrons subissent une force opposée à la
direction du champ. Pour se déplacer dans cette direction, ils doivent augmenter un peu leur
énergie cinétique, c’est-à-dire qu’ils doivent entrer dans un état excité avec une énergie légère-
ment supérieure. Pour les électrons dans les états occupés les plus élevés, cela est facilement
possible car il y a beaucoup d’états inoccupés disponibles à des énergies légèrement plus élevées.
Pour voir un comportement tout à fait différent, considérons la formation de bandes d’énergie
dans le Silicone Si, qui est illustrée à la Figure. I.16. Les électrons de valence impliqués dans
la liaison sont les deux électrons 3s et les deux électrons 3p. À mesure que les atomes de Si
s’approchent les uns des autres, les orbitales s’hybrident et forment deux bandes d’états à la
distance d’équilibre a, contenant chacune des quatre états par atome de Si, soit un total de
huit états par atome, dérivés de deux et six atomes des états s et p respectivement. La bande
inférieure se compose des orbitales sp3, et celles-ci sont entièrement occupées par les quatre
électrons de valence de chaque atome de Si. La bande supérieure est complètement inoccupée,
et entre les deux bandes, il y a une région d’énergie sans aucun état, une soi-disant bande
interdite. Ceci explique le comportement isolant du Si : lorsqu’une tension est appliquée, les
électrons dans les bandes sp3 remplies ne peuvent pas augmenter leur énergie cinétique d’une
petite quantité car il n’y a pas d’états vacants avec des énergies légèrement au-dessus de la
bande.
Cette image nous permet de regrouper les matériaux en deux classes : les métaux et les
non-métaux. Où par suite, les non-métaux peuvent être divisés en deux sous catégories semi-
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conducteurs et isolants.

4.2 Modèle d’électron libre

L’objectif du modèle d’électrons libres est d’obtenir une description simple des métaux, en
supposant que les électrons sont libres dans le sens où ils n’interagissent pas avec les ions ou
entre eux (le modèle est donc également appelé le gaz d’électrons libres). Traitons des électrons
libres dans un modèle quantique revient au problème standard d’une particule libre dans une
boite. La tâche est de résoudre l’Équation de Schrödinger avec V (r) = 0, en supposant certaines
conditions aux limites. Les conditions aux limites les plus pratiques pour résoudre le problème
de ce qu’il faut faire aux extrémités de la boite ont été introduites en 1912 par M. Born et T.
von Kármán [122]. Pour une chaine avec N atomes, ces conditions indiquent que :

un+N (t) = un (t) . (I.5)

Cela peut être visualisé comme une chaine finie d’atomes dans laquelle la fin est liée au début.
Par conséquent, les conditions sont également appelées conditions aux limites périodiques. En
trois dimensions, cette simple visualisation ne fonctionne pas, mais on peut penser à un cristal
de taille finie qui a des cristaux identiques avec des mouvements identiques attachés à ses côtés.
De cette façon, nous nous retrouvons à nouveau avec un réseau cristallin infini, mais comme il
est fait de cristaux finis, nous pouvons l’utiliser pour décrire les propriétés d’un de ces cristaux
finis et se débarrasser simultanément des surfaces des cristaux.
Pour simplifier, supposons que nous ayons une boite cubique avec une longueur de côté ma-
croscopique L et un volume V = L3. Ensuite, les conditions aux limites périodiques sont :

Ψ (r) = Ψ (x, y, z) = Ψ (x+ L, y, z) = Ψ (x, y + L, z) = Ψ (x, y, z + L) . (I.6)

Les solutions de l’Équation stationnaire de Schrödinger sont des ondes planes, normalisées de
telle sorte que la probabilité intégrée de trouver un électron dans la boite soit de :

Ψ (r) = 1√
Ω

eikr. (I.7)

où k est le vecteur d’onde. Ceci est très similaire aux électrons véritablement libres, mais il
existe des restrictions sur les valeurs autorisées de k imposées par les conditions aux limites
périodiques :

k = (kx, ky, kz) =
(
nx2π
L

,
ny2π
L

,
nz2π
L

)
, (I.8)
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Figure I.17 – Les états électroniques dans le modèle d’électrons libres. La séparation d’énergie crois-
sante entre les points aux énergies plus élevées est un artefact causé par le maintien de ny = nz = 0.
[121]

où nx, ny et nz sont des entiers. Les niveaux d’énergie sont :

E (k) = ℏ2k2

2me

=
ℏ2
(
k2

x + k2
y + k2

z

)
2me

. (I.9)

Celles-ci sont représentées en fonction de nx ou kx dans la Figure.I.17 pour ny = nz = 0. Sur la
Figure. I.17, il semble que la séparation de niveau augmente pour des énergies plus élevées ou
des valeurs plus élevées de nx, mais cela est trompeur et dû au fait que nous avons maintenu
ny et nz constants à zéro. En fait, la séparation entre les niveaux d’énergie est de l’ordre :

ℏ2

2me

(2π
L

)2
, (I.10)

(pour toutes les énergies), qui est très faible car L est une distance macroscopique. Par consé-
quent, ce modèle donne déjà lieu à un quasi-continuum (ou à une bande) de niveaux d’énergie,
comme décrit qualitativement dans la section précédente.
Ces niveaux d’énergie calculés sont des niveaux à un électron. Nous pouvons introduire les
électrons selon le principe de Pauli. Nous commençons par remplir deux électrons dans l’état
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Figure I.18 – (a) Points d’entiers (nx, ny, nz) qui représentent les états vibrationnels autorisés et (b)
les vecteurs d’onde (kx, ky, kz) correspondant à (nx, ny, nz). La Figure. illustre une coupe bidimensionnelle
pournz = 0 ou kz = 0 et le cercle représente une coupe à travers une sphère pour une certaine valeur la
plus élevée de nmax ou kmax, de sorte qu’un total de N états est inclus [121].

d’énergie le plus bas avec k = (0, 0, 0) et E (k) = 0. Ensuite, nous procédons en occupant des
niveaux à k plus élevés, par exemple, k =

(
0, 0, 2π

L

)
jusqu’à ce que nous ayons fini tous les

électrons [121]. Nous voulons connaitre l’énergie occupée la plus élevée que nous obtenons lors
du remplissage des états. Si le nombre d’électrons à distribuer est très grand, on peut utiliser la
même construction géométrique que pour les états vibrationnels (voir Figure. I.18). Supposons
que nous ayons N électrons dans notre volume fermé, de sorte que la densité des électrons soit
n = N

V
= N

L3 . Ceux-ci peuvent être positionnés sur les N
2 états avec la plus faible énergie puisque

nous pouvons avoir deux électrons par état. Nous devons remplir tous les états qui se trouvent
dans une sphère de rayon nmax ou alternativement, une sphère de rayon kmax tel que [121] :

N

2 = 4
3πn

3
max, (I.11)

ce qui donne :

nmax =
(3N

8π

) 1
3
. (I.12)

à partir de là, nous pouvons calculer l’énergie des états d’électrons occupés les plus élevés pour :

Emax = k2
max
2 = ℏ2

2me

(2π
L

)2
n2

max. (I.13)

Cette énergie a un nom spécial : elle s’appelle l’énergie de Fermi EF . Pour la plupart des
métaux, il s’agit de quelques électrons-volts. De même, kmax est appelé le vecteur d’onde de
Fermi kF . Une expression utile qui découle de (I.13) est la relation entre l’énergie de Fermi EF

et la densité des électrons de conduction n :

EF = ℏ2

2me

(
3π2n

) 2
3 . (I.14)
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L’énergie de Fermi est l’énergie cinétique la plus grande des électrons du solide. Il peut aussi
se référer à la différence d’énergie entre les états de particules occupants le niveau d’énergie le
plus élevé et celui plus bas dans un système. La vitesse de Fermi vF correspondante peut
être calculée à partir de v2

F = 2EF/me. Le résultat est de l’ordre de 106 ms−1. C’est très élevé,
surtout si l’on garde à l’esprit que tout a été jusqu’à présent calculé pour une température de
0 K [121].
Enfin, nous pouvons calculer la densité d’états g (E) dans le modèle d’électrons libres, c’est-à-
dire le nombre d’états disponibles par intervalle d’énergie E et E + dE. Nous en aurons besoin
pour la description correcte de la situation à température finie et pour bien d’autres choses.
D’après (I.12) et (I.13), l’énergie occupée la plus élevée pour N électrons peut être écrite comme :

E (N) = ℏ
2me

(
3π2N

V

) 2
3

(I.15)

à partir duquel on obtient le nombre total d’états N (E) pour une énergie E donnée par :

g (E) = dN

dE
= V

2π2

(2me

ℏ2

) 3
2
E

1
2 . (I.16)

Cette densité d’états pour le modèle d’électrons libres est illustrée à la Figure.I.19(a).
Jusqu’à présent, nous n’avons considéré la situation qu’à température nulle. À toute tempé-
rature finie, les électrons auront une excitation thermique de leur état fondamental. Pour les
fermions, la probabilité d’occupation des états est donnée par la distribution de Fermi-Dirac
f (E, T ) :

f (E, T ) = 1

e
(E−µ)
kBT + 1

, (I.17)

où µ est le potentiel chimique. Pour les métaux, on peut fixer µ = EF et ne pas faire
de distinction entre l’énergie de Fermi et le potentiel chimique. À température nulle, c’est
exactement vrai, et à température finie, c’est une très bonne approximation. La distribution de
Fermi-Dirac est illustrée à la Figure. I.19(b). À température nulle, elle est représentée par la
ligne pointillée qui a une valeur de 1 pour les énergies inférieures à µ et de 0 pour les énergies
supérieures à µ, ce qui signifie que tous les états inférieurs au potentiel chimique sont occupés
et tous les autres sont vides. Ceci est cohérent avec notre discussion ci-dessus sur la façon dont
les états sont remplis. À température finie, la distribution de Fermi-Dirac développe une "zone
douce" autour de µ dans laquelle la probabilité d’occupation n’est plus 1 ou 0 mais quelque
chose entre les deux. La zone douce est symétrique autour de µ (ou EF ), et elle a une largeur
d’environ 4kBT . À température ambiante, kBT ≈ 25 meV , de sorte que la zone douce a une

39



Chapitre I. Phénomène de spintronique

1

EF

(a)

(b)

(c)

0
0

0

0

0

0

P
ro

b
ab

ili
té

 d
'o

cc
u

p
at

io
n

,
D

en
si

té
 d

'é
ta

ts
, g

(E
)

(100 meV a 300 K)
4kBT 

Énergie

D
en

si
té

 d
es

 é
ta

ts
 o

cc
u

p
és

,
g

(E
)f

(E
,T

)

Plusieurs eV

f(
E,

T)

EF

EF

Figure I.19 – (a) Densité d’états pour un gaz d’électrons libres g(E). (b) Fonction de distribution
de Fermi-Dirac f(E, T ) à T = 0 (trait pointillé) et à température finie. (c) Densité des états occupés
g(E)f(E, T ) [121].

largeur d’environ 100 meV [121].
Enfin, la densité des états d’électrons occupés à une énergie et une température données
peut être trouvée en multipliant la densité d’états g (E) par la distribution de Fermi-Dirac
f (E, T ), voir Figure. I.19(c). Cette définition nous donne un moyen de calculer le potentiel
chimique à n’importe quelle température car le nombre total d’électrons N doit être donné
par :

N =
∞�

0

g (E) f (E, T ) dE. (I.18)

4.3 Matériaux semi-conducteurs

Après avoir défini la différence entre les métaux et les semi-conducteurs/isolants en fonction
de la densité d’états au potentiel chimique à 0 K. Nous n’avons pas défini le caractère du solide
en fonction de sa conductivité. En fait, cela aurait été une mauvaise idée. En règle générale, les
métaux sont de bons conducteurs et les semi-conducteurs/isolants ne le sont pas, mais même
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Matériaux Largeur de gap (eV)
InSb 0.18
InAs 0.36
Ge 0.67
Si 1.11

GaAs 1.43
CdSe 1.74
SiC 2.36

Diamond 5.5
MgF2 11

Tableau I.1 – Largeur des gaps pour les semi-conducteurs communs (au-dessus de la ligne horizontale)
et les isolants (en dessous de la ligne horizontale) [121].

parmi les métaux, les variations sont importantes. La conductivité des solides dépend de la tem-
pérature, et cette dépendance est qualitativement différente pour les différents types de solides.
Un solide qui est un mauvais conducteur à basse température peut-être un bon conducteur à
température ambiante et vice-versa.
La différence entre les semi-conducteurs et les isolants n’est pas très clairement définie. Ce-
pendant, l’idée générale derrière un semi-conducteur est que la bande interdite entre les états
occupés les plus élevés et les états inoccupés les plus bas est suffisamment petite pour obtenir
des électrons excités thermiquement à des températures raisonnables. On sait que la largeur
de la zone douce dans la distribution de Fermi-Dirac est d’environ 100 meV à température
ambiante. Par conséquent, un intervalle de semi-conducteur ne peut pas être beaucoup plus
grand que quelques électrons-volts car sinon le nombre d’électrons excités serait extrêmement
petit. On parle souvent de semi-conducteurs dans le cas de matériaux avec des bandes in-
terdites inférieures à ≈ 3 eV et d’isolants si l’écart est plus grand. Les valeurs de gap pour
certains semi-conducteurs et isolants sont donnés dans le tableau I.1 [121]. La conductivité
des semi-conducteurs est fortement influencée par une très faible quantité d’impuretés et un
contrôle précis de la concentration d’impuretés s’avère essentiel pour la construction de dis-
positifs à semi-conducteurs. Dans cette partie, nous examinerons d’abord les propriétés des
semi-conducteurs purs ou intrinsèques, puis celles des semi-conducteurs impurs ou
dopés.

Les semi-conducteurs élémentaires

Le semi-conducteur le plus connu est le bien entendu est le Silicone (Si). Avec le Ger-
manium (Ge), c’est le prototype d’une grande classe de semi-conducteurs avec des structures
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Series
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1

H
Hydrogen

1.008

3

Li
Lithium

6.941

4

Be
Beryllium

9.012

11

Na
Sodium
22.990

12

Mg
Magnesium

24.305

19

K
Potassium

39.098

20

Ca
Calcium

40.078

21

Sc
Scandium

44.956

22

Ti
Titanium

47.88

23

V
Vanadium

50.942

24

Cr
Chromium

51.996

25

Mn
Manganese

54.938

26

Fe
Iron
55.933

27

Co
Cobalt
58.933

28

Ni
Nickel
58.693

29

Cu
Copper
63.546

30

Zn
Zinc
65.39

31

Ga
Gallium
69.732

13

Al
Aluminum

26.982

5

B
Boron
10.811

32

Ge
Germanium

72.61

14

Si
Silicon
28.086

6

C
Carbon
12.011

33

As
Arsenic
74.922

15

P
Phosphorus

30.974

7

N
Nitrogen

14.007

34

Se
Selenium

78.09

16

S
Sulfur
32.066

8

O
Oxygen
15.999

35

Br
Bromine

79.904

17

Cl
Chlorine

35.453

9

F
Fluorine

18.998

36

Kr
Krypton

84.80

18

Ar
Argon
39.948

10

Ne
Neon
20.180

2

He
Helium

4.003

37

Rb
Rubidium

84.468

38

Sr
Strontium

87.62

39

Y
Yttrium
88.906

40

Zr
Zirconium

91.224

41

Nb
Niobium

92.906

42

Mo
Molybdenum

95.94

43

Tc
Technetium

98.907

44

Ru
Ruthenium

101.07

45

Rh
Rhodium

102.906

46

Pd
Palladium

106.42

47

Ag
Silver
107.868

48

Cd
Cadmium

112.411

49

In
Indium
114.818

50

Sn
Tin
118.71

51

Sb
Antimony

121.760

52

Te
Tellurium

127.6

53

I
Iodine
126.904

54

Xe
Xenon
131.29

55

Cs
Cesium
132.905

56

Ba
Barium
137.327

57-71 72

Hf
Hafnium

178.49

73

Ta
Tantalum

180.948

74

W
Tungsten

183.85

75

Re
Rhenium

186.207

76

Os
Osmium

190.23

77

Ir
Iridium
192.22

78

Pt
Platinum

195.08

79

Au
Gold
196.967

80

Hg
Mercury

200.59

81

Tl
Thallium

204.383

82

Pb
Lead
207.2

83

Bi
Bismuth
208.980

84

Po
Polonium

[208.982]

85

At
Astatine
209.987

86

Rn
Radon
222.018

87

Fr
Francium

223.020

88

Ra
Radium
226.025

89-103

57

La
Lanthanum

138.906

58

Ce
Cerium
140.115

59

Pr
Praseodymium

140.908

60

Nd
Neodymium

144.24

61

Pm
Promethium

144.913

62

Sm
Samarium

150.36

63

Eu
Europium

151.966

64

Gd
Gadolinium

157.25

65

Tb
Terbium
158.925

66

Dy
Dysprosium

162.50

67

Ho
Holmium

164.930

68

Er
Erbium
167.26

69

Tm
Thulium
168.934

70

Yb
Ytterbium

173.04

71

Lu
Lutetium

174.967

89

Ac
Actinium

227.028

Alkali
Metal

Alkaline
Earth

Transition
Metal

Basic
Metal

Semimetal Nonmetal Halogen
Noble
Gas

Lanthanide Actinide

90

Th
Thorium
232.038

91

Pa
Protactinium

231.036

92

U
Uranium
238.029

93

Np
Neptunium

237.048

94

Pu
Plutonium

244.064

95

Am
Americium

243.061

96

Cm
Curium
247.070

97

Bk
Berkelium

247.070

98

Cf
Californium

251.080

99

Es
Einsteinium

[254]

100

Fm
Fermium

257.095

101

Md
Mendelevium

258.1

102

No
Nobelium

259.101

103

Lr
Lawrencium

[262]

104

Rf
Rutherfordium

[261]

105

Db
Dubnium

[262]

106

Sg
Seaborgium

[266]

107

Bh
Bohrium

[264]

108

Hs
Hassium

[269]

109

Mt
Meitnerium

[268]

110

Ds
Darmstadtium

[269]

111

Rg
Roentgenium

[272]

112

Cn
Copernicium

[277]

113

Uut
Ununtrium

unknown

114

Fl
Flerovium

[289]

115

Uup
Ununpentium

unknown

116

Lv
Livermorium

[298]

117

Uus
Ununseptium

unknown

118

Uuo
Ununoctium

unknown

Figure I.20 – Tableau Périodique des éléments

cristallines similaires. La structure cristalline de Si et Ge est la même que celle du Diamant et
de l’Étain-α (également appelé étain "étain-gris Sn-α"). Dans cette structure, chaque atome est
entouré par quatre atomes voisins, formant un tétraèdre. Ces semi-conducteurs à liaisons tétra-
édriques constituent le pilier de l’industrie électronique et de la technologie moderne. Certains
éléments des groupes V et V I du tableau périodique(Figure. I.20), tels que le Phosphore (P ),
le Soufre (S), le Sélénium (Se) et le Tellure (Te), sont également des semi-conducteurs. Les
atomes de ces cristaux peuvent avoir 3 proches voisins (P ), 2 voisins (S, Se, Te) ou 4 voisins.
En conséquence, ces éléments peuvent exister dans plusieurs structures cristallines différentes
et ils sont également de bons formateurs de verre. Par exemple, Se a été trouvé avec des struc-
tures cristallines monocliniques et trigonales ou sous forme de verres (qui peut également être
considéré comme un polymère) [123].

Les composés binaires

Les composés formés à partir d’éléments des groupes III et V du tableau périodique (tels
que GaAs) ont des propriétés très similaires à leurs homologues du groupe IV . En passant des
éléments du groupe IV aux composés III−V , la liaison devient partiellement ionique en raison
du transfert de la charge électronique des atomes du groupe III vers les atomes du groupe V .
L’ionicité provoque des changements significatifs dans les propriétés des semi-conducteurs. Il
augmente l’interaction coulombienne entre les ions ainsi que l’énergie de gap fondamental dans
la structure de bande électronique. L’ionicité devient encore plus grande et plus importante
dans les composés II − V I tels que le ZnS. En conséquence, la plupart des semi-conducteurs
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I.4 Semi-conducteurs

composés II − V I ont des bandes interdites supérieures à 1 eV. Les exceptions sont les com-
posés contenant l’élément Mercure (Hg) lourd. Le Tellurure de Mercure (HgTe) est en
fait un semi-conducteur à intervalle zéro (ou un semi-métal). Alors que les semi-conducteurs
II − V I à large gap ont des potentielles pour des applications dans les écrans et les lasers, les
semi-conducteurs II − V I à petits gaps sont des matériaux importants pour la fabrication de
détecteurs infrarouges. Les composés I − V II (par exemple, CuCl) ont tendance à avoir des
bandes interdites encore plus grandes (> 3 eV) en raison de leur ionicité plus élevée. Beaucoup
d’entre eux sont considérés comme des isolants plutôt que des semi-conducteurs. De plus, l’aug-
mentation de l’énergie cohésive du cristal due à l’interaction coulombienne entre les ions favorise
la structure Rock-Salt contenant des atomes coordonnés avec six voisins plutôt que des liaisons
tétraédriques. Les composés binaires formés à partir d’éléments des groupes IV et V I, tels que
le Sulfure de Plomb (PbS), le (PbTe) et le Sulfure d’Étain (SnS), sont également des
semi-conducteurs. La grande ionicité de ces composés favorise également les ions coordonnés à
six voisins. Ils sont similaires aux Chalcogénures de Mercure en ce qui concerne les petites
bandes interdites malgré leur grande ionicité. Ces semi-conducteurs IV − V I à petite bande
interdite sont également importants en tant que détecteurs infrarouges. Le GaN , un composé
III −V à large bande interdite, et les cristaux mixtes Ga1−xInxN sont utilisés pour les diodes
électroluminescentes et les lasers bleus [123, 124].
Les oxydes

Bien que la plupart des oxydes soient de bons isolants, certains, tels que CuO et Cu2O,
sont des semi-conducteurs bien connus. L’Oxyde Cuivreux (Cu2O) se présente sous forme de
minéral (Cuprite), il s’agit d’un semi-conducteur classique dont les propriétés ont été largement
étudiées. En général, les semi-conducteurs oxydes ne sont pas bien compris en ce qui concerne
leurs processus de synthèse, de sorte qu’ils ont un potentiel limité pour les applications à
l’heure actuelle. Une exception est l’Oxyde de Zinc (ZnO) composé II − V I, qui a trouvé
une application comme transducteur et comme ingrédient de bandes adhésives et de pansements
collants. Cependant, cette situation a changé avec la découverte de la supraconductivité dans
de nombreux oxydes de cuivre, dans lesquelles lorsque suffisamment de porteurs sont présents,
le semi-conducteur se transforme en un métal supraconducteur [123].
Les semi-conducteurs en couches

Les composés semi-conducteurs tels que l’Iodure de Plomb (PbI2), le Disulfure de
Molybdène (MoS2) et le Séléniure de Gallium (GaSe) sont caractérisés par leurs structures
cristallines en couches. La liaison à l’intérieur des couches est typiquement covalente et beaucoup
plus forte que les forces de van der Waals entre les couches. Ces semi-conducteurs en couches ont
été intéressants car le comportement des électrons dans les couches est quasi bidimensionnel.
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Chapitre I. Phénomène de spintronique

En outre, l’interaction entre les couches peut être modifiée en incorporant des atomes étrangers
entre les couches dans un processus connu sous le nom d’intercalation [123].
Semi-conducteurs organiques

De nombreux composés organiques tels que le Polyacétylène [(CH2)n] et le Polydia-
cétylène sont des semi-conducteurs. Bien que les semi-conducteurs organiques ne soient pas
encore utilisés dans aucun appareil électronique, ils sont très prometteurs pour les applications
futures. L’avantage des semi-conducteurs organiques par rapport aux semi-conducteurs inorga-
niques est qu’ils peuvent être facilement adaptés aux applications. Par exemple, les composés
contenants des liaisons conjuguées telles que −C = C − C = peuvent avoir des applications
importantes en optoélectronique. Les bandes interdites de ces composés peuvent être modifiées
plus facilement que celles des semi-conducteurs inorganiques pour s’adapter à l’application en
modifiant leurs formules chimiques. Récemment, de nouvelles formes de carbone, telles que le
C60 (Fullerène), se sont révélées être des semi-conducteurs. Une forme de carbone consiste
en des feuilles de graphite enroulées dans un tube de quelques nanomètres de diamètre appelé
nanotubes [125, 126]. Ces nanotubes de carbone et leur "cousin", les nanotubes BN , sont très
prometteurs en tant qu’éléments de circuits électroniques à l’échelle nanométrique. Ils peuvent
être des métaux ou des semi-conducteurs selon leur pitch [123].
Autres semi-conducteurs divers

Il existe de nombreux semi-conducteurs qui n’entrent pas dans les catégories ci-dessus. Par
exemple, SbSI est un semi-conducteur qui présente de la ferroélectricité à basse température.
Les composés de formule générale I − III −V I2 et II − IV −V2 (tels que AgGaS2, intéressant
pour ses propriétés optiques non linéaires, CuInSe2, utile pour les cellules solaires, et ZnSiP2)
cristallisent dans la structure chalcopyrite. La liaison de ces composés est également tétraédrique
et ils peuvent être considérés comme des analogues des semi-conducteurs des groupes III − V

et II−V I à structure zinc-blende. Les composés formés à partir des éléments des groupes V et
V I avec des formules telles que As2Se3 sont des semi-conducteurs à l’état cristallin et vitreux.
Beaucoup de ces semi-conducteurs ont des propriétés intéressantes mais ils n’ont pas encore
reçu beaucoup d’attention en raison de leurs applications limitées. Leur existence montre que
le domaine de la physique des semi-conducteurs a encore beaucoup de place pour la croissance
et l’expansion [123].

4.4 Semi-conducteurs intrinsèques

Comme nous avons déjà annoncé auparavant, un semi-conducteur est un solide pour lequel
le potentiel chimique µ à température nulle est placé à une énergie où la densité d’états est
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Figure I.21 – Neutralité de charge et position du potentiel chimique dans un semi-conducteur in-
trinsèque. (a) Densité schématique des états pour un semi-conducteur. (b) Distribution de Fermi-Dirac à
température finie. (c) Densité d’états occupés (zone bleu) pour le potentiel chimique juste au-dessus du
maximum de la bande de valence. (d) Densité d’états occupés pour le potentiel chimique proche du milieu
de gap. Notez que la température en (b-d) est beaucoup plus élevée que la température ambiante pour
rendre visible la présence de porteurs excités. [121]

nulle. En d’autres termes, il y a une certaine bande d’énergie qui est complètement remplie, et
la bande suivante à énergie plus élevée est complètement vide. Cette situation est schématisée
sur la Figure.I.21(a). La bande occupée la plus élevée et la bande inoccupée la plus basse
sont appelées respectivement bande de valence (BV) et bande de conduction (BC). À
température finie, les électrons doivent être distribués selon la distribution de Fermi-Dirac
représentée sur la Figure. I.21(b). Cela conduit á certains électrons dans la BV et à des électrons
supplémentaires dans la BC. Afin de calculer les concentrations d’électrons résultants, nous
devons connaitre la position du potentiel chimique [121].
Nous pouvons trouver cela en considérant l’argument de la neutralité de charge : les électrons
excités dans la BC doivent clairement provenir de la BV, et il faut donc avoir autant d’électrons
supplémentaires dans la BC que d’électrons manquants dans la BV. Cette exigence détermine
la position du potentiel chimique. Pour voir cela, supposons que le potentiel chimique soit juste
au-dessus du maximum de la bande de valence (MBV). Il en résulterait une densité d’états
occupés comme le montre la Figure.I.21(c). De nombreux états seraient vidés dans la BV, mais
seuls quelques états seraient peuplés dans la BC. En d’autres termes, le nombre total d’électrons
aurait diminué et le solide serait chargé positivement, violant la conservation de la charge. Un
argument équivalent peut être avancé pour un potentiel chimique juste en dessous du minimum
de bande de conduction (MBC), ce qui conduirait à un solide chargé négativement. Par
conséquent, nous voyons que le potentiel chimique doit se situer près du milieu de l’écart entre
le MBV et le MBC (Figure.I.21(d)). À une température finie, cela conduit à un nombre égal
d’électrons manquants dans la BV et d’électrons excités dans la BC [121].
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Trou

E E E E

Figure I.22 – Transport de charge dans un champ électrique pour un BV partiellement rempli. Le
processus peut être interprété comme un mouvement d’électrons dans la direction opposée au champ ou
comme un mouvement d’un trou dans la direction du champ.

À température finie, les électrons excités dans la BC provoquent le remplissage partiel de
cette bande. Par conséquent, nous pouvons appliquer le même concept pour le transport élec-
tronique que nous avons utilisé pour les métaux. La BV est également partiellement rempli à
température finie et contribue à la conductivité via les électrons restants. Il existe une autre
possibilité de visualiser la conduction par la BV, qui est illustrée sur la Figure. I.22. Le semi-
conducteur est schématiquement représenté comme des atomes avec 4 électrons de valence liées
ensemble. Chaque liaison représente un électron dans la BV. À température finie, certains élec-
trons du BV manquent et ils sont représentés par une liaison manquante et un cercle. Lorsqu’un
champ électrique est appliqué, les électrons peuvent utiliser ces états manquants pour se rendre
au potentiel positif comme indiqué sur la Figure. I.22. Mais il existe une autre façon plus simple
de voir cela. Au lieu de considérer le mouvement compliqué des électrons, on peut décrire la
conduction en termes d’électron manquant en mouvement ou soi-disant trou [121].
Le courant à travers un semi-conducteur peut être transporté à la fois par des électrons et des

trous et ceux-ci sont souvent décrits ensemble en tant que porteurs (de charge). Afin de com-
prendre la conductivité d’un semi-conducteur, on s’intéresse donc à la densité de ces porteurs.
Il est simple d’écrire une expression de la densité électronique n dans la BC. Il correspond à
l’intégrale de la densité d’états occupée [121] :

n = 1
V

� ∞

EC

gc (E) f (E, T ) dE, (I.19)

où gc (E) est la densité d’états dans la BC, f (E, T ) et la fonction de Fermi-Dirac et EC est
l’énergie du MBC. La densité d’électrons ou de trous p manquants dans la BV peut être calculée
par une formule analogue [121] :

p = 1
V

� Ev

−∞
gv (E) [1 − f (E, T )] dE, (I.20)
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Figure I.23 – (a) Illustration de la bande de valence et de la bande de conduction au voisinage de la
gap. Les bandes sont décrites comme des paraboles avec des courbures différentes (masses effectives). (b)
Image encore plus simple dans laquelle les bandes de valence et de conduction sont représentées par des
niveaux d’énergie uniques [121].

avec EV étant l’énergie du MBV. Pour un calcul pratique, nous devons considérer quelques
approximations. La première concerne la densité des états gc (E) et gv (E). Celles-ci sont dérivées
de la structure de bande du semi-conducteur et peuvent donc être assez compliquées (voir
Figure. I.24). Cependant, nous avons remarqué que le potentiel chimique est à peu près au
milieu du gap. Puisque la distribution de Fermi-Dirac tombe à zéro très rapidement loin du
potentiel chimique, la plupart des électrons occupés se trouvent très près du MBC et la plupart
des trous très proches du MBV. Si nous inspectons la dispersion de bande à proximité de ces
points, elle est presque parabolique (voir Figure. I.24). Il est donc judicieux de simplifier la
structure de bande pertinente d’un semi-conducteur comme sur la Figure. I.23(a). La BC et
la BV sont représentées par des paraboles. Ce ne sont pas nécessairement des électrons libres
comme dans l’Équation. I.9. Cependant, ils peuvent être décrits en utilisant le concept de masse
effective

m∗ =
(
d2E (k)
dk2

)−1

. (I.21)

Comme la dérivée seconde est liée à la courbure de la bande d’énergie E (k). La masse effective
est essentiellement la courbure inverse d’une bande, de sorte qu’une bande parabolique a la
même masse effective partout, et il présente la masse que les particules semblent avoir lors-
qu’elles répondent aux forces, ou lorsqu’elles interagissent avec d’autres particules identiques.
Par conséquent, seules les deux masses effectives sont nécessaires pour décrire la partie perti-
nente de la structure de bande et la densité des états. De plus, il est courant de définir la MBV
comme une énergie nulle de sorte que nous ayons Ev = 0 et Ec = Eg avec Eg étant la taille de
gap. La situation de la Figure. I.23 ressemble beaucoup à la dispersion du GaAs de la Figure.
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Figure I.24 – Bandes d’énergie électronique pour Si et GaAs. Les bandes en dessous de la zone grise
sont complètement remplies et les bandes au-dessus de la zone grise sont complètement vides à température
nulle. La zone grise représente une bande interdite absolue dans la structure électronique. [121]

I.24, mais elle est quelque peu différente de la dispersion du Si. Dans GaAs, la MBV et la MBC
se trouvent à Γ, c’est-à-dire à k = (0, 0, 0), et la gap est appelée une bande interdite directe.
Dans Si, seul le MBV se trouve en Γ (le MBC est quelque part entre Γ et X) et l’écart est
appelé une bande interdite indirecte. Mais si l’on ne s’intéresse qu’aux densités de porteurs,
la position en k n’est pas importante, seule l’énergie l’est. L’image montrée dans la Figure. I.23
fonctionnera donc pour les deux types de bande interdite. La Figure. I.23(a) peut également
nous donner une dérivation plus mathématique du concept de trous dans la BV. La BC est
presque vide à part quelques électrons proches de son minimum. Lorsqu’un champ électrique
E est appliqué, Les électrons proches du MBC sont accélérés dans ce champ électrique externe
selon [121] :

a = (−e)E/m∗
e. (I.22)

Puisque m∗
e est positif, il s’agit du mouvement "normal" des électrons dans un champ électrique.

Dans la BV, la situation est assez différente. La bande est presque remplie, à part quelques
électrons manquants autour du MBV. Les électrons sont également accélérés selon [121] :

a = (−e)E/m∗
h, (I.23)

mais maintenant la masse effective est négative de sorte que l’on peut écrire [121] :

a = (−e)E/ (− |m∗
h|) . (I.24)
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Mais c’est la même chose que [121] :

a = (e)E/ (|m∗
h|) , (I.25)

et on peut donc l’interpréter comme le mouvement des trous, c’est-à-dire des porteurs positifs de
masse effective positive. Dans ce qui suit, nous supposons que m∗

h est positif, et nous considérons
des trous plutôt que des électrons comme porteurs dans le BV.
La dispersion du BC peut maintenant s’écrire [121] :

E = Eg + ℏ2k2

2m∗
e

. (I.26)

La densité d’états dans le modèle d’électrons libres est donnée par (I.16), et par conséquent, la
densité d’états dans la BC est [121] :

gc (E) = V

2π2

(2m∗
e

ℏ2

)3/2
(E − Eg)1/2 . (I.27)

Pour la BV, nous obtenons des expressions analogues [121] :

E = −ℏ2k2

2m∗
h

(I.28)

avec m∗
h la masse effective (positive) des trous est [121] :

gv (E) = V

2π2

(2m∗
h

ℏ2

)3/2
(−E)1/2 . (I.29)

La densité d’états entre la BV et la BC est bien entendu nulle. Maintenant, nous pouvons écrire
formellement la densité électronique (I.19) et la densité des trous (I.20), mais malheureusement,
les intégrales ne peuvent pas être résolues analytiquement.
Il est donc utile d’introduire une seconde simplification. Si le potentiel chimique µ est proche
du milieu de gap, la taille du gap est d’au moins quelques centaines de meV et si on s’intéresse
aux propriétés du matériau autour de la température ambiante, alors (E − µ) ≫ kBT pour
toutes les énergies E dans la BC. On peut donc approcher la distribution de Fermi - Dirac dans
la BC comme [121] :

f (E, T ) = 1

e
(E−µ)
kBT + 1

≈ e
− (E−µ)

kBT

. (I.30)
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Pour les trous dans la BV, on peut faire un argument équivalent et obtenir [121] :

1 − f (E, T ) = 1 − 1

e
(E−µ)
kBT + 1

≈ e
(E−µ)
kBT . (I.31)

Fondamentalement, ces approximations signifient que nous avons remplacé la distribution de
Fermi - Dirac par une distribution de Boltzmann.
Maintenant, les intégrales de la densité d’électrons et de trous peuvent être résolues. Pour
l’Équation. I.19) nous obtenons [121] :

n = 1
V

� ∞

Eg

V

2π2

(2m∗
e

ℏ2

)3/2
(E − Eg)1/2 e

− (E−µ)
kBT

dE,

= (2m∗
e)

3/2

2π2 e
µ

kBT

� ∞

Eg

(E − Eg)1/2 e
−E

kBT

dE. (I.32)

La substitution Xg = (E−Eg)
kBT

donne [121] :

n = (2m∗
e)

3/2

2π2ℏ3 (kBT )3/2 e− (Eg−µ)
kBT

� ∞

Eg

X1/2
g e−Xg

dXg. (I.33)

La dernière intégrale peut être évaluée pour donner
√

π
2 de sorte que le résultat final est [121] :

n = 1√
2

(
m∗

ekBT

πℏ2

)3/2

e− (Eg−µ)
kBT = NC

effe− (Eg−µ)
kBT , (I.34)

où NC
eff peut être considéré comme un nombre effectif d’états par volume pour la BC. Le même

calcul pour la densité des trous donne [121] :

n = 1√
2

(
m∗

hkBT

πℏ2

)3/2

e− µ
kBT = NV

effe− µ
kBT . (I.35)

Les Équations (I.34) et (I.35) ont une interprétation très intrigante et simple. Formellement,
elles ressemblent à des distributions de Boltzmann pour deux niveaux d’énergie à Eg − µ et
µ. Dans cette interprétation, tout problème lié au caractère de bande semble être perdu (il est
toujours caché dans les masses effectives), et il suffit de penser au BV et au BC comme deux
niveaux d’énergie discrets (voir Figure. I.23b) . Notons que ce n’est pas tout à fait correct : la
distribution n’est pas purement du type Boltzmann car les nombres effectifs d’états NC/V

eff sont
des fonctions de la température elle-même. Cependant, comme leur dépendance à la tempéra-

50



I.4 Semi-conducteurs

ture est faible par rapport au terme exponentiel, elle peut souvent être négligée [121].
Une relation utile est obtenue en multipliant (I.34) par (I.35). On a [121] :

np = 4
(
kBT

2πℏ2

)3

(m∗
em

∗
h)3/2 e− Eg

kBT , (I.36)

ce qui signifie que le produit des concentrations d’électrons et de trous est constant à toute
température donnée, indépendamment de la position du potentiel chimique. Cette Équation
est souvent appelée loi de l’action de masse et particulièrement utile lors du traitement de
semi-conducteurs dopés.
À partir de là, nous pouvons enfin calculer la concentration de porteurs pour un semi-conducteur
intrinsèque à une température donnée. Évidemment, la densité électronique intrinsèque ni doit
être égale à la densité intrinsèque de trous pi et à partir de l’Équation. I.36 on obtient [121] :

ni = pi = √
np = 2

(
xkBT

2πℏ2

)3/2

(m∗
em

∗
h)3/4 e− Eg

2kBT . (I.37)

En utilisant à nouveau (I.34) et (I.35), ainsi que la condition de neutralité de charge n = p,
nous obtenons une expression de la position du potentiel chimique [121] :

µ = Eg

2 + 3
4kBT ln

(
m∗

h

m∗
e

)
. (I.38)

Pour une température nulle, le potentiel chimique se situe en effet au milieu du gap, comme
dans notre image simple initiale. Même à température finie, il reste au milieu du gap, tant que
les masses effectives des trous et des électrons sont égales. Cependant, dans le cas de masses
effectives différentes, il existe une correction en fonction de la température. Si par exemple, les
trous sont plus lourds que les électrons, c’est-à-dire que la courbure BV est faible et que la
courbure BC est élevée, beaucoup plus de trous que d’électrons seraient générés à température
élevée pour µ = Eg/2. Pour éviter cela, le potentiel chimique doit augmenter et dérivera de
façon linéaire vers la bande correspondante à mesure que la température augmente.

4.5 Dopage des semi-conducteurs

Les concentrations des porteurs dans la plupart des semi-conducteurs intrinsèques sont trop
faibles pour donner une conductivité appréciable à température ambiante. La situation peut
être modifiée en ajoutant une très petite quantité d’impuretés électriquement actives, avec un
processus appelé dopage. La conductivité d’un semi-conducteur peut donc être considérable-
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Figure I.25 – Atomes dopants non ionisés dans un réseau de Si : (a) donneur (b) accepteur [121].

ment augmentée en le dopant avec des éléments appartenant à un autre groupe du tableau
périodique. Les atomes dopants modifient la conductivité en (donnant) des électrons à la BC
ou en (acceptant) des électrons de la BV, c’est-à-dire en générant des trous. Ils sont donc ap-
pelés respectivement donneurs et accepteurs [121].
Dans un semi-conducteur intrinsèque n = p = ni, l’Équation I.37 devient triviale. Mais lorsque
des impuretés sont ajoutées à un semi-conducteur, pour augmenter la concentration de por-
teurs, l’Équation I.37 limite l’augmentation aux électrons ou aux trous. Les deux ne peuvent pas
être augmentés simultanément. Si n augmente, alors p diminue et vice-versa. Ainsi, le dopage
peut augmenter sélectivement la concentration d’électrons ou de trous. Il est évident qu’une
très petite concentration de tels atomes d’impureté modifie le support densité drastiquement.
Prenons le cas de Si. Il y a environ 5 × 1028 atomes de Si par mètre cube, mais à température
ambiante, la concentration intrinsèque de porteurs n’est que de 1.5 × 1016m−3, ce qui signifie
qu’une concentration de dopant supérieure à 1.5 × 1016m−3 serait suffisante pour créer plus
de porteurs que ceux présents dans le cas intrinsèque, au moins si chaque atome de dopant
donne naissance à un électron libre ou à un trou. Ainsi, un dopant dans 1012 atomes de silicium
suffirait à modifier significativement la concentration des porteurs [121].

4.5.1 Dopage de type n

Considérons une image bidimensionnelle de Si, comme le montre la Figure. I.25 qui a 4
électrons dans le niveau externe. Les orbitaux s et p s’hybrident pour former 4 orbitales sp3.
Une petite quantité d’impureté pentavalente, comme P , As ou Sb, est ajoutée au Si.

La quantité d’impureté ajoutée est faible de sorte que la structure cristalline de Si n’est
pas perturbée et que l’impureté se comporte comme des atomes individuels et ne forme pas des
"clusters" . Ces imputés peuvent se substituer à un atome Si dans le réseau, comme le montre la
Figure. I.25(a). Ces atomes ont une configuration de valence s2p3, mais seuls quatre de ces cinq
électrons sont nécessaires pour former les orbitales hybrides sp3 et ils sont impliqués dans la
liaison avec l’atome Si. Il y a un électron supplémentaire dans l’atome dopant, et si une énergie
suffisante est fournie, il peut être délocalisé et rendu disponible pour la conduction. Pour calculer
l’énergie nécessaire pour délocaliser l’électron supplémentaire du dopant, un calcul simple peut
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être effectué en modélisant le système en utilisant un atome de type H à un électron. L’énergie
de liaison d’un électron dans l’atome H est donnée par [121, 127] :

En = −mee
4

8ϵ0h2 = −13.6 eV. (I.39)

où me est la masse de l’électron et ϵ0 est la permittivité de l’espace libre. Cette Équation peut
être modifiée pour calculer l’énergie de liaison de l’électron supplémentaire de l’atome dopant
situé dans la matrice Si. Cela peut être fait en utilisant la masse effective d’électrons, m∗

e, et
la permittivité relative (ϵ0ϵr) de Si.
L’Équation I.39 devient alors :

Edop
n = En

m∗
e

me

1
ϵ2

r

(I.40)

Edop
n représente l’énergie nécessaire pour délocaliser l’électron supplémentaire du dopant et le

rendre disponible pour la BC. Par exemple pour As, la valeur calculée de 0.032 eV ou 32 meV
qui est comparable à l’énergie thermique (kBT ) à température ambiante, qui est de 25 meV.
Ainsi, lorsque As est ajoutée à Si, il y a un électron en excès dans la bande de conduction pour
chaque atome As. Ces électrons sont disponibles pour la conduction et sont responsables de
la forte augmentation de la conductivité par dopage. Le même argument est valable pour les
autres impuretés pentavalentes. Les énergies d’ionisation de ces éléments sont également faibles,
P (45 meV) et Sb (39 meV), et comparables à la valeur de As. Ces impuretés pentavalentes ont
un électron supplémentaire à "donner" au cristal de Si. Ces impuretés sont appelées donneurs.
Puisque l’électron supplémentaire est délocalisé à température ambiante et est présent dans la
bande de conduction, les niveaux d’énergie du donneur sont situés à proximité de la bande de
conduction. Ceci est illustré schématiquement sur la Figure. I.26a.

Les impuretés sont localisées dans le réseau Si, ils sont donc représentés comme des niveaux
atomiques individuels dans la bande interdite. La distance entre le niveau donneur (Ed) et le
MBC (Ec) est l’énergie d’ionisation donneuse, donnée par l’Équation I.40. Cette valeur est de
l’ordre de quelques dizaines de meV, ce qui est beaucoup plus petit que la bande interdite de
Si (1.10 eV). Si Nd est la concentration des atomes donneurs dans le réseau, il y a Nd électrons
supplémentaires qui sont disponibles pour la conduction. Avec [127] :

Nd = NC
effe− (Eg−EF )

kBT (I.41)

à température ambiante, ces électrons sont situés dans la bande de conduction de sorte que
la concentration d’électrons est donnée par n = Nd, lorsque (Nd ≫ ni). La concentration des
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Figure I.26 – Niveaux d’énergie pour les atomes dopants. (a) L’état fondamental du donneur est placé
juste en dessous du minimum de bande de conduction. L’ionisation d’un atome donneur correspond au
transfert de l’électron supplémentaire dans la bande de conduction. (b) Le niveau accepteur est placé juste
au-dessus le maximum de la bande de valence. L’ionisation d’un atome accepteur correspond à l’acceptation
(à la prise) d’un électron de la bande de valence et ainsi à la génération d’un trou mobile [121].

trous est donnée par l’Équation I.37 :

p = ni

Nd

≪ Nd. (I.42)

Par conséquent, la conductivité de l’échantillon de Si dopé de type n est donnée par

σ = neµe + peµe ≈ Ndeµe. (I.43)

avec µe est la mobilité de l’électron. La taille de "l’atome" donneur non ionisé est également
affectée par l’interaction réduite due à la polarisation des atomes de Si. Nous pouvons estimer
cela en considérant le rayon de Bohr, qui est donné par l’Équation I.1. En appliquant les mêmes
substitutions que pour le calcul de l’énergie, on trouve :

a = 4πϵrℏ2

m∗
ee

2 = a0
ϵr

m∗
e/me

(I.44)

le rayon augmente d’un facteur 30 environ par rapport au rayon de Bohr habituel de l’hydrogène.
4.5.2 Dopage de type p

Des considérations similaires s’appliquent au dopage p avec des atomes accepteurs trivalents
tels que B, Al, Ga ou In. La concentration des atomes trivalents est faible de sorte que le réseau
Si n’est pas modifié par des atomes B individuels qui se substituent aux atomes Si dans le
réseau. Ceci est illustré schématiquement sur la Figure. I.25(b). Puisqu’un atome trivalent n’a
que 3 électrons, il peut former 3 liaisons avec 3 atomes de Si. Mais un électron supplémentaire
de la bande de valence de Si peut être excité au niveau d’énergie de l’impureté pour se lier au
quatrième atome de Si. Cela laisse un trou dans la bande de valence, qui est disponible pour
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la conduction. L’énergie d’ionisation de l’électron au niveau de l’impureté peut être calculée
de manière similaire à celle des impuretés de type n seulement que nous avons maintenant un
trou chargé positivement qui est lié à un ion chargé négativement. L’énergie d’ionisation pour
diverses impuretés trivalentes comme B (45 meV), Al (57 meV) et Ga (72 meV) est de l’ordre
de l’énergie d’excitation thermique. Ainsi, les électrons de la bande de valence peuvent être
facilement excités au niveau d’énergie du dopant. Il y a un trou dans la bande de valence pour
chaque atome dopé dans le réseau. Puisque l’atome trivalent accepte les électrons du Si, ceux-ci
sont appelés accepteurs. Comme les atomes accepteurs acceptent les électrons de la bande
de valence, leurs niveaux d’énergie sont situés près de la bande de valence. Ceci est illustré
sur la Figure. I.26(b). La distance entre le niveau accepteur (Ea, localisée) et la MBV (Ev)
est l’énergie d’ionisation. Si Na est la concentration des accepteurs à température ambiante, la
concentration des trous est donnée par p = Na, quand (Na ≫ ni). La concentration d’électrons
est donnée par l’Équation I.37 [127] :

n = ni

Na

≪ Na. (I.45)

Avec :
Na = NV

effe− EF
kBT . (I.46)

La conductivité de l’échantillon du Si dopé de type p est donnée par :

σ = neµh + peµh ≈ Naeµh. (I.47)

avec µh est la mobilité du trou.
Dans le cas d’une conductivité mixte, lorsque le semi-conducteur est dopé avec des impuretés
à la fois donneurs et accepteurs(codopage), l’Équation d’équilibre de charge sera la suivante
[128] :

n− p = ND −NA. (I.48)

En tenant compte du fait que les concentrations de porteurs obéissent à la loi d’action des
masses np = n2

i , on obtient deux Équations quadratiques pour n et p avec des solutions [128] :

n = ND −NA

2 +
√(

ND −NA

2

)2
+ n2

i (I.49)

p = NA −ND

2 +
√(

NA −ND

2

)2
+ n2

i .
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Figure I.27 – Illustration d’une structure de bande d’un semi-métal

4.6 Semi-métaux

À côté des matériaux conducteurs, isolants et semi-conducteurs, on pourrait trouver un 4ème
type de matériels appelés semi-métaux. Un semi-métal est un métal dont les valeurs d’énergie
se chevauchent légèrement entre le MBV et les MBC [129]. Cependant, le MBC est typiquement
situé dans une partie différente de l’espace des moment (à un k-vecteur différent) que la MBV.
On pourrait dire qu’un semi-métal est un semi-conducteur avec une bande interdite indirecte
négative. Schématiquement, la Figure. I.27 montre. Contrairement à un métal ordinaire, les
semi-métaux ont des porteurs de charges des deux types (trous et électrons), généralement avec
un plus petit nombre qu’un métal réel. Ainsi, les électrons qui auraient rempli la bande de
valence s’il n’y avait pas de chevauchement des énergies, débordent sur la bande de conduction.
Il en résulte un nombre égal d’électrons dans la bande de conduction et de trous dans la bande de
valence. Pour les métaux normaux, le nombre d’électrons de conduction par unité de volume est
supérieur à 1022 cm−3 tandis que pour les semi-métaux, il est compris entre 1020 et 1017 cm−3 .
Ces valeurs conduisent à des conductivités électroniques de 105 à 106 (Ω.cm) −1 pour les métaux
normaux et ≈ 104 (Ω.cm) −1 pour les semi-métaux (Comparé à 10−4 et 10−1 (Ω.cm) −1 pour Si
et Ge intrinsèques à température ambiante). Cependant, pour les métaux normaux et les semi-
métaux, la conductivité augmente à mesure que la température est abaissée (tandis que dans
les semi-conducteurs, la conductivité diminue lorsque la température est abaissée) [129].

Les éléments du groupe V , l’Arsenic (As), l’Antimoine (Sb) et le Bismuth (Bi) sont les
exemples classiques de semi-métaux. Ils ont cinq électrons de valence par atome, par exemple,
As a ([Ar] 3d104s24p3), donc s’il y avait un atome par maille primitive, le matériau serait un
métal. Cependant, il y a deux atomes ou dix électrons de valence par maille primitive. Avec ces
dix électrons de valence, le cristal pourrait être un isolant mais il y a un petit chevauchement
des valeurs d’énergie entre les cinquièmes et sixièmes bandes, résultant en un comportement
semi-métallique [129]. Outre de faibles concentrations de porteurs, ces semi-métaux ont de pe-
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tites masses effectives, des susceptibilités diamagnétiques élevées, et des constantes diélectriques
élevées [129].
Les semi-métaux, comme les semi-conducteurs, peuvent être dopés avec des impuretés appro-
priées pour faire varier le nombre d’électrons et de trous. Les propriétés électroniques de ces
matériaux sont également très sensibles à la pression. Ceci est dû au fait que la pression modi-
fie les distances inter-nucléaires, ce qui modifie sensiblement la quantité de chevauchement des
bandes. Cela peut entrainer des changements importants des concentrations de porteurs.
Le graphite est un autre semi-métal bien connu [129] avec une densité de porteurs d’électrons
(trous) de ≈ 3 × 1018/cm3. Où, sa structure est un ensemble de couches de carbone liés de
manière covalente dans un arrangement hexagonal. La liaison des atomes entre les plans est
très faible. Entre les plans, la distance C−C est environ 2.4 fois plus grande que celle des plans
(ce qui permet à un plan de "glisser" facilement par rapport à ses voisins, en tenant compte des
propriétés lubrifiantes du graphite). Il y a quatre atomes C par maille élémentaire primitive,
donc le cristal pourrait être un isolant, mais c’est un semi-métal.
Si un semi-conducteur est très fortement dopé avec des donneurs de sorte que l’énergie de
Fermi soit dans la bande de conduction à toutes les températures, alors il se comporte comme
un semi-métal. (Ou il pourrait être dopé avec des accepteurs et l’énergie de Fermi serait dans
la bande de valence.) Cependant, dans ce cas, le nombre d’électrons n’est pas égal au nombre
de trous. Pour cette raison, ce type de matériau est parfois appelé semi-métal extrinsèque ;
alors ceux décrits précédemment, tels que As, Sb, Bi et graphite, sont appelés semi-métaux
intrinsèques [129].
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Magnétisme et matériaux magnétiques

Le magnétisme est au centre de l’histoire de la recherche scientifique. Ses thématiques ont
été constamment renouvelées, notamment avec l’émergence de la spintronique. Nous nous inté-
ressons dans cette partie en particulier au comportement magnétique des solides. Nous pouvons
diviser cela en deux catégories.

Nous allons d’abord discuter la réaction des solides à un champ magnétique externe. Pour
la plupart des matériaux, il ne se passe pas grand-chose : les effets magnétiques sont faibles et
peuvent être largement compris par les propriétés des atomes constituant le solide.

Nous inspectons ensuite le cas le plus intéressant d’un ordre magnétique spontané en absence
d’un champ magnétique appliqué. C’est évidemment un véritable effet du solide qui ne peut
pas être dérivé des propriétés atomiques. Il s’avère qu’il est assez difficile de décrire l’ordre
magnétique par un modèle simple.

Il est souvent approprié d’envisager un ordre magnétique entre uniquement les moments
magnétiques des spins des électrons. On pourrait alors choisir un modèle basé sur des spins
locaux avec une certaine interaction entre eux ou un modèle avec des électrons complètement
délocalisés, mais avec la possibilité qu’une seule direction de spins (aimantation) dominante.
Le problème est qu’une description précise se situe quelque part entre ces extrêmes [121]. Une
autre difficulté est que ce n’est plus une bonne approximation de considérer un électron dans le
potentiel moyen de tous les autres électrons : lors de la description de l’interaction entre spins,
les électrons au voisinage immédiat d’un électron donné sont plus importants que ceux qui sont
plus loin, et cela ne peut pas être capturé par un potentiel moyen. Nous décrivons de toute
façon les interactions magnétiques à l’aide d’une interaction moyenne entre électrons, et nous
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pourrons au moins rendre compte du phénomène de base d’ordre.

1 Description macroscopique

Avant de commencer à explorer les propriétés magnétiques des solides, il est très utile de
passer en revue les bases de la magnétostatique. En général, nous supposons que la loi de Gauss
pour la magnétostatique : �

B da = 0, divB = 0 (II.1)

est obéi, où les sources de l’induction magnétique B sont des dipôles magnétiques dans le vide,
cette induction magnétique est liée à un champ magnétique H par :

B = µ0H (II.2)

avec la perméabilité au vide µ0 (µ0 = 4π× 10−7 VsA−1m−1 = 4π× 10−7 T2m3J−1), et l’unité SI
de B est le Tesla = Kgs−2A−1 .

Pour un matériau, nous avons :

B = µ0 (H + M) = B0 + µ0M (II.3)

où M est l’aimantation macroscopique du solide et B0 est le champ externe décrit dans
l’équation II.2. L’aimantation M peut être considérée comme le nombre N de moments ma-
gnétiques dipolaires µ par volume V :

M = µ
N

V
(II.4)

avec l’unité de M est JT−1m−3. Dans de nombreux cas, il existe une relation linéaire entre les
champs externes et l’aimantation :

µ0M = χmB0, (II.5)

χm est appelée la susceptibilité magnétique. 1

Si cette susceptibilité est négative, le solide est appelé diamagnétique , par contre ci elle
est positive, le solide est appelé paramagnétique. Par fois, au lieu d’utiliser la susceptibilité,

1. Dans notre cas χm est sans dimension. Dans la littérature, d’autres unités pour χm peuvent être trouvées,
ça dépend de la définition de M qui peut être une aimantation par unité de volume, unité de masse ou par mole
de substance.
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on peut décrire les propriétés magnétiques des matériaux par la perméabilité relative µ =
1 + χm. On doit noter que la relation linéaire II.2 ne tient pas toujours. Dans certains cas, une
description non linéaire doit être utilisée dépendant du matériau à étudier [121].

Comme pour un dipôle électrique dans un champ électrique, l’énergie potentielle U d’un
dipôle magnétique µ dans un champ B0 est égale à :

U = −µB0. (II.6)

On pourrait donc penser que l’énergie d’un objet macroscopique de volume V et d’aimantation
M est simplement :

U = −VM · B0. (II.7)

Ceci est également correct, mais seulement si M ne dépend pas du champ. Si c’est le cas, on
doit alors tenir compte du fait que le changement d’énergie pour une petite augmentation du
champ dB0 dépend de l’aimantation déjà induite, ce qui donne un changement d’énergie de :

dU = −VM · dB0. (II.8)

Lorsque le champ passe de zéro à B0, on obtient ainsi une énergie de :

U = −V
� B0

0
M · dB′

0 = −V
� B0

0

χm

µ0
B′

0 · dB′
0 = −V χm

2µ0
B2

0 (II.9)

le caractère vectoriel de M et B0 est ignoré puisque l’aimantation et le champ sont soit paral-
lèles, soit antiparallèles.

Pour un solide paramagnétique, U est donc négatif, correspondant à une décroissance d’éner-
gie dans les champs non nuls. Les solides paramagnétiques subissent donc une force dans les
endroits où les champs magnétiques sont élevés, c’est-à-dire qu’ils sont attirés par l’un ou l’autre
des pôles d’un aimant permanent. Pour les solides diamagnétiques, le contraire est vrai, ils sont
expulsés des régions des champs magnétiques élevés. Il est tentant d’expliquer ces phénomènes
magnétiques dans une image classique simple. Dans le cas du diamagnétisme, une telle expli-
cation vient directement de la loi de Lenz [130] : "Un champ magnétique externe croissant est
ressenti par tous les électrons des atomes constituant le solide, ce qui conduit à l’induction de
courants microscopiques. Le moment magnétique résultant de ces courants s’oppose au champ
extérieur et on observe donc un comportement diamagnétique."

Le diamagnétisme est donc toujours présente, alors que le paramagnétisme ne peut être
observé que lorsque les atomes du solide présentent déjà un moment magnétique net, sans
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ParamagnétiqueDiamagnétique

H=0 H≠0 H=0 H≠0

Figure II.1 – Représentation schématique de structures microscopiques de matériaux diamagnétiques
et paramagnétiques au repos et en présence d’un champ magnétique H.

champ extérieur [121]. De tels moments magnétiques peuvent s’aligner avec le champ externe,
conduisant à un gain d’énergie. Les atomes n’ont pas nécessairement de moment magnétique
net car toutes les orbitales des électrons et les moments magnétiques de spin peuvent s’annuler,
mais lorsqu’un tel moment est présent, il domine généralement la diamagnétisme [121]. Bien que
cette image soit intuitive, elle est également trompeuse. Il s’avère qu’un traitement classique
ne donne lieu à aucun magnétisme, même si certaines propriétés magnétiques du solide sont
correctement prédites par des arguments classiques. L’échec de la physique classique à rendre
compte du magnétisme est connu sous le nom du théorème de Bohr-van Leeuwen [131, 132].

2 Description quantique du magnétisme

Face à l’échec de la physique classique d’expliquer le magnétisme, un traitement de mé-
canique quantique s’impose, en demandant comment l’énergie d’un électron change lorsqu’un
champ magnétique faible est inclus comme une petite perturbation dans l’équation de Schrö-
dinger [121].
Avant de pouvoir utiliser la théorie des perturbations pour voir comment un champ magnétique
change l’énergie d’un électron, nous devons discuter la façon dont l’équation de Schrödinger
change en présence d’un champ électromagnétique. Pour décrire cela de manière pratique, nous
avons besoin du concept de ce qu’on appelle le potentiel vectoriel. L’idée clé est la suivante : en
électrostatique, le champ électrique E (r) peut être généré au moyen d’un potentiel ϕ (r) tel
que :

E (r) = −gradϕ (r) . (II.10)

L’introduction de ce potentiel simplifie considérablement de nombreux calculs car il suffit de
trouver le potentiel (scalaire) au lieu du champ (vectoriel). En raison de l’inexistence de mo-
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nopôles magnétiques, il est impossible de définir un potentiel scalaire similaire pour le champ
magnétique, mais on peut définir un potentiel dit vectoriel tel que :

B = ∇ × A (r) . (II.11)

L’utilisation de A simplifie la notation dans de nombreuses situations, par exemple l’obtention
de l’équation d’onde du champ électromagnétique à partir des équations de Maxwell.
Ayant le potentiel vectoriel A (r), et le potentiel scalaire ϕ (r), les règles de couplage d’un
champ électromagnétique externe à l’équation de Schrödinger sont assez simples : le potentiel
scalaire n’agit que comme un ajout au potentiel déjà présent, nous devons donc le multiplier
par la charge q de la particule décrite par l’équation de Schrödinger et l’ajouter à l’hamiltonien.
Le champ magnétique est inclus en remplaçant l’opérateur de quantité de mouvement p = −i∇
par :

p → p − qA. (II.12)

Nous revenons maintenant au problème d’origine pour découvrir comment un faible champ
magnétique externe modifie l’énergie d’un électron dans un atome. Disons que nous avons un
champ magnétique d’intensité B0 uniquement dans la direction z, c’est-à-dire B0 = (0, 0, B0).
Un potentiel vectoriel générant ce champ est :

A = −1
2r × B0 (II.13)

ce qui est facilement vérifié par un calcul explicite en utilisant l’équation II.11. Nous savons
que le potentiel vectoriel n’affecte que le terme d’énergie cinétique de l’électron, nous n’avons
donc pas à nous soucier de l’énergie potentielle ici. La partie d’énergie cinétique originale de
l’hamiltonien est maintenant modifiée de telle sorte que :

T̂ → T̂ ′

p2

2me

→ 1
2me

(p + eA)2 = 1
2me

(
p − e

r × B0

2

)2

. (II.14)

L’évaluation de cette expression donne :

T̂ ′ = 1
2me

(
p2 + eB0 (r × p) + e2

4 (r × B0)2
)
. (II.15)
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Nous exploitons maintenant que B0 n’a qu’une composante dans la direction z, c’est-à-dire
B0 = (0, 0, B0), alors :

T̂ ′ = T̂ + T̂pert = 1
2me

p2 + e

2me

B0 (r × p)z + e2

8me

B2
0

(
x2 + y2

)
. (II.16)

Le premier terme de cette expression est l’énergie cinétique originale. Alors que les deuxième
et troisième termes représentent la perturbation causée par le champ magnétique.
Le changement d’énergie dû à la perturbation est :

E ′ = e

2me

B0 ⟨Ψ| (r × p)z |Ψ⟩ + e2

8me

B2
0 ⟨Ψ|

(
x2 + y2

)
|Ψ⟩ . (II.17)

Le deuxième terme de cette expression représente le diamagnétisme. Nous pouvons le voir car
le terme est toujours positif et par conséquent, un champ magnétique plus élevé s’accompagne
toujours d’une augmentation d’énergie. L’opérateur x2 + y2 détermine la valeur moyenne de la
distance au carré de l’électron par rapport à l’origine dans le plan perpendiculaire au champ.
Dans le cas d’un atome, cette origine serait le noyau [121].
Le premier terme de II.17 contient le moment cinétique de l’électron projeté sur la direction
du champ (z). C’est le terme paramagnétique qui donne un abaissement d’énergie lorsque le
moment magnétique de l’électron s’aligne avec le champ. Cela se produit lorsque le composant
z du moment angulaire (r × p)z est négative, c’est-à-dire lorsque la projection du moment
angulaire pointe dans la direction opposée au champ [121].

Enfin, l’électron possède également un spin et un moment magnétique associé. Il s’agit d’un
effet relativiste et donc absent de l’équation de Schrödinger non relativiste. Nous pourrions
l’ajouter à II.11 comme une perturbation supplémentaire de l’énergie. Il est donné par :

gems
eℏ

2me

B0 = gemsµBB0, (II.18)

où µB est le magnéton de Bohr avec une valeur de 9.274 · 10−24JT−1 = 5.788 · 10−5eVT−1, ms

est le nombre quantique magnétique de spin qui peut prendre les valeurs −1
2 et 1

2 , enfin ge ≃ 2
est le rapport gyromagnétique de l’électron.

3 Paramagnétisme et diamagnétisme dans les atomes

Le paramagnétisme dans les atomes est un peu plus compliqué que celui-ci décrit précédem-
ment car les spins et les moments orbitaux magnétiques interagissent les uns avec les autres
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Figure II.2 – (a) Précession d’un moment magnétique atomique dans un champ externe. (b) Orien-
tations possibles pour le moment magnétique dans la direction du champ pour l’hydrogène avec l = 2. (c)
Orientations possibles pour le moment magnétique dans la direction du champ pour J = 3/2 [121].

interactions spins-orbites et les contributions d’électrons différents peuvent s’annuler. Le
diamagnétisme dans les atomes, par contre, peut être traité en additionnant les contributions
de tous les électrons. Et comme c’est déjà dit, tous les matériaux présentent un certain degré
de diamagnétisme, avec une faible susceptibilité magnétique négative.

Le moment magnétique d’un atome est causé par le moment angulaire orbital et de spin.
Dans un atome d’hydrogène, le moment cinétique orbital L de l’électron unique est accom-
pagné d’un moment magnétique µ avec :

µ = −µBL. (II.19)

Ce moment magnétique précède autour de la direction d’un champ appliqué comme le montre
la Figure. II.2a. La composante du moment magnétique µl dans la direction du champ est
quantifiée et donnée par le nombre quantique magnétique ml :

µl = −mlµB ml = −l, · · · , 0, · · · , l. (II.20)

La situation pour le spin S est très similaire. Cela conduit également à un moment magnétique :

µ = −geµBS, (II.21)

et les moments magnétiques possibles dans la direction du champ sont :

µs = −gemsµB (II.22)

Puisque ge ≃ 2, cela signifie que µs = ±µB. L’atome d’hydrogène à l’état fondamental a n = 1
et l = 0 et, par conséquent, seul le moment magnétique de spin compte.

Pour des atomes plus complexes avec de nombreux électrons et des interactions entre les
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moments magnétiques de spin et orbitaux, ce problème est grandement simplifié par l’obser-
vation que pour un niveau atomique rempli, c’est-à-dire pour un ensemble de n, l, qui est
complètement occupé, le moment orbital magnétique total est nul car les composantes dans
la direction du champ et opposées à la direction du champ ont la même intensité. Il en va de
même pour le moment magnétique de spin total car il y a également beaucoup d’électrons de
spin 1

2 et de spin −1
2 . Donc, nous n’avons qu’à nous soucier des niveaux atomiques non remplis.

Pour ceux-ci, nous procédons en deux étapes. Tout d’abord, nous devons trouver le moment
cinétique total qui est décrit par le nombre quantique J . Ensuite, nous devons calculer le
moment magnétique associé à J . Semblable au cas du moment magnétique orbital, il y a 2J+1
possibilités pour l’orientation du moment cinétique par rapport à un champ magnétique avec
des moments magnétiques dans la direction du champ de :

µJ = −gmJµB, (II.23)

où g est le soi-disant facteur de division de Landé et mJ est le nombre quantique magnétique
appartenant à J . Le moment cinétique total des électrons peut-être calculé à partir d’une somme
vectorielle du spin et des moments orbitaux. Avec cela, on obtient les nombres quantiques pour
les moments orbitaux et spinoriels totaux par :

L =
∑

ml, S =
∑

ms. (II.24)

Encore une fois, nous pouvons voir que L et S sont nuls pour les niveaux remplis car tous les
moments angulaires se compensent. Pour les niveaux non remplis, la procédure de calcul de L
et S est donnée par les règles de Hund [121] :

1. Les spins des électrons sont arrangés de telle sorte que la valeur maximale de S compa-
tible avec le principe de Pauli soit atteinte.

2. Avec le S donné, les nombres quantiques ml sont choisis de telle sorte que la valeur
maximale de L soit atteinte.

3. J dans l’état fondamental est maintenant calculé comme J = L−S quand la couche est
à moins de la moitié plein, égale à J = L+ S si elle est remplie à plus de la moitié, , et
enfin comme L = 0, J = S si le niveau atomique est à moitié rempli.

à titre d’exemple, considérons l’ion Cr3+ qui a la configuration électronique [Ar] 3d3. La pre-
mière des règles de Hund exige S = 3

2 . Les valeurs ml possibles pour le niveau 3d sont -2, -1, 0,
1, 2. La deuxième règle de Hund nécessite la plus grande valeur possible de L, c’est-à-dire que
nous devons choisir ml = 0,1,2 et donc L = 3. Enfin, la troisième règle de Hund stipule que
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quand le remplissage du niveau atomique est inférieur de la moitié, J = L − S = 3 − 3
2 = 3

2 .
Le nombre quantique magnétique mJ prend donc les valeurs −3

2 , −1
2 , 1

2 , 3
2 . Pour le calcul des

moments magnétiques possibles, il ne nous manque que le facteur de Landé donné par :

g = 3J (J + 1) + S (S + 1) − L (L+ 1)
2J (J + 1) . (II.25)

Les orientations possibles résultantes du moment magnétique pour Cr3+ sont illustrées à la
Figure. II.2c.

On voit ainsi que les atomes ou les ions ne présentent un comportement paramagnétique
que lorsqu’ils ont des niveaux atomiques ouverts. Ceci est différent pour le diamagnétisme, qui
se retrouve dans tous les matériaux ; cependant, parce qu’il est si faible, il ne peut être observé
que dans des matériaux qui ne présentent pas d’autres formes de magnétisme.

Nous avons déjà calculé la correction d’énergie due au diamagnétisme dans l’Équation. II.17.
Nous pouvons maintenant utiliser cette expression pour estimer la taille du moment magnétique
correspondant dans un atome. Comme dans la dérivation de II.17, nous devons tenir compte du
fait que le moment magnétique microscopique est induit par le champ et est donc dépendant
du champ. On obtient ainsi :

µ = −∂E ′

B0
= − e2

4me

B0 ⟨Ψ|
(
x2 + y2

)
|Ψ⟩ . (II.26)

Cela peut être calculé si les fonctions d’onde atomique sont connues. Afin d’estimer simplement
la magnitude du moment magnétique, nous introduisons quelques approximations : pour une
distribution électronique sphérique symétrique, la distance quadratique moyenne d’un électron
au noyau est r2 = x2 + y2 + z2, d’où x2 + y2 = (2

3)r2, et nous prenons r pour le rayon atomique
ra. En plus de cela, un atome contient non seulement un électron mais Z électrons que nous
considérons tous comme ayant une probabilité de distributions avec un maximum sur le rayon
ra. Avec cela, nous arrivons à une expression du moment diamagnétique d’un atome, qui est :

µ = −Z

6
e2

me

r2
aB0. (II.27)

4 Magnétisme dans les solides

Dans cette partie, nous discutons les sources des effets magnétiques dans les solides et nous
inspectons leurs relations avec les résultats pour les atomes de la section précédente.
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Le diamagnétisme discuté avant provient de tous les électrons de l’atome, des électrons
de valence et des électrons de cœur. Par conséquent, cela ne changera pas beaucoup lorsque
nous formons le solide. En fait, nous pouvons voir le solide simplement comme un nuage dense
d’atomes et calculer la susceptibilité diamagnétique pour ce nuage. La seule correction à cette
image est le diamagnétisme des électrons itinérants dans les métaux que nous prendrons en
compte séparément.

La situation devient plus difficile dans le cas du paramagnétisme. Même si de nombreux
atomes avec des niveaux extérieures ouverts devraient avoir un J non nul et donc un moment
magnétique permanent, peu de solides présentent ce comportement. Il semble que le moment
magnétique disparaisse lors de la formation du solide. La raison est particulièrement facile à
comprendre pour les solides ioniques. Même si les atomes contributeurs ont généralement un
moment magnétique atomique en raison de leurs niveaux atomiques ouverts, le solide ionique
n’en a pas, car il est essentiellement composé uniquement d’ions avec des niveaux fermés. Une
situation similaire se retrouve pour les liaisons covalentes. Prenons par exemple la molécule
H2. Même si les électrons dans les atomes d’hydrogène individuels ont un spin net de 1

2 , l’état
fondamental moléculaire a un spin nul et il n’a pas non plus de moment magnétique.

Pour avoir un "bon" solide paramagnétique, il faut des atomes à niveaux atomiques ouverts,
qui ne participent pas à la liaison et donc ne changent pas beaucoup leurs propriétés lors de la
formation d’un solide. Les candidats possibles pourraient être les états d relativement localisés
dans les métaux de transition 3d et 4d, mais dans ces derniers, les électrons d participent
encore dans une large mesure à la liaison. Les meilleurs exemples pour la paramagnétisme
quasi-atomique dans les solides se retrouve donc dans les composés des éléments des terres
rares 4f car les électrons des couches 4f sont en effet très localisés [121].

4.1 Contributions diamagnétiques

Contribution des atomes
La contribution atomique à la susceptibilité diamagnétique d’un solide peut être estimée

directement à partir des Équations. II.4, II.5 et II.27 avec :

χM = µ0
M

B0
= −µ0

N

V

Z

6
e2

me

r2
a (II.28)

et celle-ci est toujours très petite, environ 10−5, et bien inférieure à 1, c’est-à-dire que l’aiman-
tation dans l’échantillon est beaucoup plus faible que le champ magnétique externe. Puisqu’il
s’agit d’un effet purement atomique, il est également indépendant de la température.
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Contribution des électrons libres

Les électrons libres dans les métaux montrent également une contribution diamagnétique à
la susceptibilité dans une image de la mécanique quantique. Cette contribution est :

χM = − 1
3V µ

2
Bµ0g (EF )

(
me

m∗

)2
. (II.29)

Les principaux ingrédients de cette contribution sont assez intuitifs. Tout d’abord, il y a la
densité d’états omniprésente à l’énergie de Fermi, qui provient du fait que seuls les électrons
proches de l’énergie de Fermi peuvent répondre à un champ magnétique (ou effectuer toute autre
excitation de faible énergie pour le matériau) . De plus, la susceptibilité dépend du rapport de
la masse électronique me et de la masse effective m∗. Plus la masse effective est petite, plus
la contribution diamagnétique est forte. Au total, la contribution diamagnétique des électrons
libres est très faible, de même ordre que la contribution des atomes.

4.2 Contributions paramagnétiques

Quant au diamagnétisme, nous considérons deux types de contributions au paramagnétisme.
L’un est l’alignement des moments magnétiques atomiques existants et l’autre provient des
électrons libres dans les métaux. Nous verrons que la première lorsqu’elle est présente, est
généralement beaucoup plus forte que la seconde et que la réponse diamagnétique, elle est donc
la contribution dominante aux propriétés magnétiques. La seconde est du même ordre que la
contribution diamagnétique des électrons libres, mais elle est plus facile à comprendre.

Paramagnétisme de Curie

Considérons un solide avec une maille unitaire qui contient un atome avec un moment
magnétique localisé. Un tel moment pourrait provenir d’un ion avec un niveau 4f partiellement
rempli par exemple. On sait que les niveaux d’énergie possibles du moment magnétique dans
un champ extérieur sont donnés par gµBmJB0. Le niveau d’énergie le plus bas est −gµBJB0

et il est atteint pour la situation où le composant z du moment magnétique gµBJ est alignée
parallèlement au champ B0. On peut ainsi calculer le moment moyen dans la direction du
champ externe en pondérant tous les moments possibles par un facteur de Boltzmann pour
leurs probabilités individuelles :

µ̄ = 1
Z

J∑
mJ =−J

gµBmJe
gµBmJ B0

kBT

, (II.30)
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Figure II.3 – Susceptibilité paramagnétique d’un solide avec des moments magnétiques localisés. La
limite de la loi de Curie est indiquée par une ligne pointillée [121].

en normalisant la somme avec la somme totale des probabilités, la fonction dite de partition :

Z =
J∑

mJ =−J

e
−

gµBmJ B0
kBT

. (II.31)

Une fois µ̄ déterminée, on peut calculer l’aimantation totale de l’échantillon selon l’Équation.
II.4. Les résultats sont présentés sur la Figure. II.3 en fonction de gµBB0

kBT
.

On peut distinguer deux cas limites. Pour gµBB0 ≫ kBT , le champ magnétique est suf-
fisamment fort et la température suffisamment basse pour obtenir l’alignement le plus élevé
possible des moments magnétiques dans la direction du champ. Cela correspond à une aiman-
tation forte et saturée de l’échantillon, mais c’est difficile à réaliser expérimentalement, même
pour des champs magnétiques puissants et les températures les plus basses atteignables.

Le cas limite le plus important est celui de gµBB0 ≪ kBT . On constate alors que l’aiman-
tation est proportionnelle au champ magnétique de sorte qu’on puisse définir une susceptibilité
χM selon l’Équation. II.5. χM est inversement proportionnelle à la température, ce résultat est
connu sous le nom de loi de Curie :

χM = C

T
, (II.32)

avec la constante de Curie C est donnée par :

C = µ0Ng
2µ2

BJ (J + 1)
3V kB

. (II.33)
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La limite de la loi de Curie est indiquée par la ligne en pointillés sur la Figure. II.3. La constante
de Curie peut être calculée lorsque J , gJ et la densité des atomes magnétiques sont connus. Les
valeurs calculées se comparent très bien aux données expérimentales pour les solides contenants
des ions de terres rares, comme prévu [121]. Mais pour les composés de métaux de transition 3d
la comparaison est moins favorable car les électrons 3d participent à la liaison et les états ont
un caractère différent des orbitales atomiques supposées dans la dérivation de la loi de Curie
[121].

Généralement, le paramagnétisme de Curie est beaucoup plus fort que le diamagnétisme
discuté précédemment, mais il est encore faible. Les valeurs typiques de χM à température
ambiante sont de l’ordre de 10−3 − 10−2. On doit aussi, noté que χM dépend également de la
température, contrairement à la susceptibilité diamagnétique discutée avant.
Paramagnétisme de Pauli

Les électrons libres présentent également un comportement paramagnétique. Si chaque élec-
tron libre a un spin de 1

2 et un moment magnétique de µB, on pourrait attendre qu’ils contribuent
à l’aimantation de saturation du solide avec µB fois la densité des électrons. Cette saturation
est obtenue lorsque tous les moments magnétiques s’alignent d’une manière parallèle ou anti-
parallèle au champ. Mais ce n’est pas du tout le cas et la susceptibilité paramagnétique des
électrons libres est en fait très faible [121].

La susceptibilité paramagnétique des électrons libres peut être comprise et même calculée
en utilisant l’image donnée à la Figure. II.4. Sur la Figure. II.4(a), la densité des états occupés
pour les électrons libres :

g (E) = dN

dE
(II.34)

est divisée en deux parties : l’une avec l’orientation des moments magnétiques antiparallèles à
un champ externe B0 et l’autre avec l’orientation parallèle à B0. Ce champ externe est supposé
être presque nul. La Figure. II.4(b) montre ce qui se passe lorsque B0 est augmenté à une valeur
finie. Les électrons élèvent ou abaissent leur énergie de µBB0, en fonction de l’orientation de
leurs moments magnétiques par rapport au champ. Puisque µB est si petit, ce changement
d’énergie est minimal pour tout champ réalisable quand la distance entre le bas de la bande
et l’énergie de Fermi est environs 10−5 eV. Une fois que ce décalage se produit, les électrons
qui se sont déplacés au-dessus de l’énergie de Fermi peuvent réduire leur énergie en inversant
leur spin et en devenant des électrons avec un moment magnétique parallèle au champ, comme
le montre la Figure. II.4(c). Cela donne lieu à plus d’électrons avec un moment magnétique
parallèle qu’antiparallèle au champ, c’est-à-dire à une réponse paramagnétique.
Afin de calculer χM , nous devons déterminer combien d’électrons inversent leur spin afin d’avoir
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Figure II.4 – (a) Densité des états occupés pour les électrons libres à T = 0 K, divisés en électrons
ayant leur moment magnétique antiparallèle (N↑↓B0) ou parallèle (N↓↓B0) à un champ externe, mais le
champ est presque nul . (b) Lorsque B0 n’est plus petit, l’énergie des électrons est augmentée ou réduite
de µBB0, selon l’orientation de leur moments magnétiques. (c) Les électrons avec un moment magnétique
antiparallèle au champ peuvent atteindre un état d’énergie plus faible en renversant leurs spins. De cette
manière, une situation stable avec une énergie de Fermi constante est atteinte. [121]

un moment magnétique parallèle au champ. Ces électrons sont représentés par la zone gris clair
sur la Figure. II.4(c). Par conséquent, nous avons une différence entre les électrons avec leur
moment magnétique parallèle et antiparallèle au champ, qui s’écrit comme :

N↓↓B0 −N↑↓B0 = g (EF )µBB0, (II.35)

où les flèches indiquent si les moments et le champ sont parallèles ou antiparallèles. Par consé-
quent, l’aimantation nette est :

M = 1
V

(N↓↓B0 −N↑↓B0)µB = 1
V
g (EF )µ2

BB0, (II.36)

et la susceptibilité devient :
χM = 1

V
µ0µ

2
Bg (EF ) (II.37)

qui est petit, dans le même ordre que les susceptibilités diamagnétiques.

Les ordres de grandeur de susceptibilité inférieurs dans le cas du paramagnétisme de Pauli
par rapport au paramagnétisme de Curie peuvent être expliqués comme suit : contrairement au
paramagnétisme de Curie, ici les électrons sont délocalisés, c’est-à-dire que tous les électrons
appartiennent au solide entier. Une valeur particulière de vecteur d’onde k correspond à un
état spécifique de l’orbital de l’électron et pour chaque état d’orbital, il peut y avoir deux
états de spin possibles de l’électron : spin up (↑) et spin down (↓), et un seul électron doit se
présenter dans chaque état suivant le principe d’exclusion de Pauli. En raison de la présence du
champ magnétique, disons dans la direction down, l’énergie des états de spin down est inférieure
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aux états de spin up. Donc tout d’abord les k-états correspondant aux états de spin down se
remplissent et ensuite les mêmes k-états correspondant aux spins up se remplissent après. En
conséquence, une fois que les électrons ont rempli tous les états disponibles jusqu’à l’énergie
de Fermi, il y a un déséquilibre dû à certains k-états supérieurs, remplis uniquement par des
électrons de spin down. Maintenant, si un champ magnétique est appliqué dans n’importe quelle
direction, seul le spin des électrons avec une énergie proche de l’énergie de Fermi (valeurs de k
élevées) peut renverser leurs spins car pour les états à faible énergie où k est inférieur, il y a déjà
2 électrons l’un avec spin up et l’autre avec spin down, et aucun électron supplémentaire ne peut
être autorisé car cela violera le principe d’exclusion de Pauli. En conséquence, la valeur calculée
de la susceptibilité de Pauli est d’un ordre de grandeur inférieure à celle de la susceptibilité de
Curie.

Une autre chose à noter est que contrairement à la susceptibilité de Curie, la susceptibilité
de Pauli ne dépend pas de la température. Cela se produit car comme expliqué précédemment,
seuls les électrons proches au niveau de Fermi en renversent leurs spins participent dans le
paramagnétisme de Pauli contrairement au paramagnétisme de Curie [121].

5 Interactions champ cristallin

Les propriétés magnétiques de nombreux cristaux contenant des terres rares peuvent être
déduits en considérant que les ions de terres rares se comportent comme des ions complètement
libres sans interagir les uns avec les autres ou avec leurs environnements. Cependant, quand les
ions magnétiques et les métaux de transition sont introduits dans certains cristaux, on ne peut
généralement pas ignorer leurs interactions avec leurs environnements, ceci est le cas pour de
nombreux matériaux, où ces interactions sont grandes et significatives. Dans cette partie, nous
examinerons les interactions entre un atome et son environnement immédiat. Alors que dans
la partie suivante, nous examinerons les interactions directes entre un atome magnétique dans
un cristal et ses atomes magnétiques voisins.

5.1 Obitales atomiques

Pour comprendre l’effet de l’environnement local dû au cristal sur les niveaux d’énergie d’un
atome, il est d’abord nécessaire de revoir les formes des orbitales atomiques. Les dépendances
angulaires des orbitaux s, p, d et f sont illustrées à la Figure. II.5. Cette figure ne montre que
la partie angulaire des fonctions d’onde pour chaque orbitale ; il y a aussi une partie radiale.
Seules les orbitales s ont une symétrie sphérique, les autres ont une dépendance angulaire. Ceci
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Figure II.5 – La distribution angulaire des orbitales s, p, d et f .
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Figure II.6 – Un atome de métal M dans un environnement (a) octaédrique et (b) tétraédrique. L’envi-
ronnement octaédrique se trouve dans de nombreux oxydes de métaux de transition où les anions d’oxygène
se trouvent aux coins d’un octaèdre avec l’atome de métal au centre. L’environnement tétraédrique peut
être décrit de manière pratique en considérant les coins alternés d’un cube comme illustré [133].

est crucial car les environnements locaux n’ont pas souvent de symétries sphériques de sorte
que différentes orbitales se comportent de différentes manières.

5.2 Origine des champs cristallins

Le champ cristallin est un champ électrique dérivé d’atomes voisins dans le cristal. Dans la
théorie du champ cristallin, les orbitales voisines sont modélisées comme des charges ponc-
tuelles négatives ; une amélioration de cette approximation est la théorie des champs de ligands
qui est essentiellement une extension de la théorie des orbitales moléculaires qui se concentre
sur le rôle des orbitales d sur l’ion central et leur chevauchement avec les orbitales sur les ions
environnants (ligands). La taille et la nature des effets du champ cristallin dépendent essentiel-
lement de la symétrie de l’environnement local. Un cas courant à considérer est l’environnement
octaédrique. En effet, dans de nombreux composés de métaux de transition, un ion de métal
de transition se trouve au centre d’un octaèdre avec un ion tel que l’oxygène à chaque coin. Le
champ cristallin dans ce cas provient principalement de la répulsion électrostatique des élec-
trons chargés négativement dans les orbitaux d’oxygènes. Les diagrammes d’un environnement
octaédrique et tétraédrique sont présentés sur la Figure. II.6

Les orbitales d se répartissent en deux classes, les orbitaux t2g qui pointent entre les axes
x, y et z (ce sont les orbitales dxy, dxz et dyz) et les orbitales qui pointent le long de ces axes
(l’orbitale d2

z, qui a des lobes qui pointent le long de l’axe z et de l’orbitale dx2−y2 , qui a des
lobes qui pointent le long des axes x et y). Supposons qu’un cation contenant dix d électrons
soit placé au centre d’une sphère de rayon r qui est uniformément chargée négativement. Les
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Figure II.7 – Le champ cristallin provient d’une interaction électrostatique. (a) L’orbitale dxy est
inférieure en énergie par rapport à (b) l’orbitaledx2−y2 dans un environnement octaédrique [133].

orbitales d seront toutes dégénérées dans cet environnement à symétrie sphérique, bien que
la présence de la charge augmente l’énergie de tout le système. Imaginons maintenant que les
charges sur la sphère se rassemblent en six charges ponctuelles discrètes, chacune se trouvant
au sommet d’un octaèdre, mais toujours à la surface de la sphère. L’énergie électronique totale
de toutes les orbitales d ne changera pas, mais les orbitaux d ne seront plus dégénérés. Ce qui
a maintenant été créé est un environnement octaédrique [133].

Pour démontrer que l’environnement affecte les orbitales de différentes manières, considérons
la Figure. II.7 qui montre, en vue de dessus, deux orbitaux d différentes dans un environnement
octaédrique (c’est la projection de la Figure. II.6(a) sur le plan xy). Le champ cristallin est en
grande partie produit par les orbitaux p sur les atomes voisins. Il est clair que l’orbitale dxy

(Figure. II.7(a)) a un chevauchement inférieur avec ces orbitaux p voisins que l’orbitale dx2−y2

(Figure. II.7(b)) et aura donc une énergie électrostatique inférieure [133].
Dans un environnement octaédrique, les charges positives voisines se rassemblent aux points

(±r, 0, 0), (0,±r, 0) et (0, 0,±r) les trois orbitales dxy, dxz et dyz, qui pointe entre les x, y et z.
les axes seront abaissés en énergie, mais les d2

z et dx2−y2 qui pointent le long des axes x, y et z
seront élevés en énergie. Les cinq niveaux se divisent donc comme le montre la Figure. II.8(a),
avec les niveaux triples t2g abaissés en énergie et les niveaux doublets eg augmentés en énergie.

Si l’environnement local est autre qu’une symétrie octaédrique, le champ cristallin peut
même fonctionner dans le sens opposé. Par exemple, dans un environnement tétraédrique, les
orbitales qui pointent le long des axes évitent maintenant au maximum la densité de charge
associée aux atomes situés sur quatre des coins du cube qui décrivent un tétraèdre (voir Figure.
II.6(b)). Ainsi, dans ce cas tétraédrique, les niveaux doublets e sont inférieurs en énergie (voir
Figure. II.8(b)).

S’il s’agit d’un ion de métal de transition dans lequel les électrons 3d ne sont pas tous
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Figure II.8 – Le champ cristallin dans un environnement (a) octaédrique et (b) tétraédrique [133].

présents, ceux qui sont présents rempliront les niveaux les plus bas (dans ce cas les t2 ) avant
de remplir les niveaux e. Cependant, l’ordre précis dans lequel les orbitales se remplissent
dépend de la compétition entre l’énergie du champ cristallin et le coût en énergie coulombienne
de la mise de deux électrons dans la même orbitale, qui est connue sous le nom d’énergie
d’appariement (pairing energy) et qui est positive en général. Si d’autre part l’énergie
du champ cristallin est plus grande que l’énergie d’appariement (le cas du champ fort), les
électrons occuperont doublement les orbitales d’énergie inférieure avant d’envisager d’escalader
vers des orbitales d’énergies supérieures. Ces cas sont illustrés à la Figure. II.9.

S’il s’agit d’environnements octaédriques, il n’y a jamais de doute sur la façon d’ajouter les
électrons si on s’occupe d’ajouter 1, 2, 3, 8, 9 ou 10 électrons. Les cas intéressants se produisent
avec 4, 5, 6 ou 7. Ceci sera maintenant illustré pour le cas de l’ajout de six électrons, comme
cela serait approprié pour un ion Fe2+ (voir aussi Figure. II.9) [133].

L’ion Fe2+ a un niveau 3d6. L’énergie d’appariement est positive. Dans le cas du champ
faible, on remplirait chaque orbitale une fois, ce qui laisserait un électron en réserve, ce der-
nier pourrait alors être couplé à contrecœur avec l’un des électrons t2g. Cela laisserait quatre
électrons non appariés avec un état S = 2 (voir Figure. II.9(a)). Ceci est connu comme une
configuration à spin élevé (high-spin configuration). Dans le cas du champ fort, les six
électrons sont "coincés" dans les trois orbitales t2g, laissant les orbitaux eg non remplis. Puisqu’il
n’y a pas d’électrons appariés, le système a S = 0 (voir Figure. II.9 (b)). Ceci est connu comme
une configuration à faible spin (low-spin configuration).

Dans certains matériaux avec Fe2+, il est possible d’initier une transition de spin entre les
configurations à faible spin et à haut spin en utilisant la température ou la pression ou même
l’irradiation lumineuse.
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Figure II.9 – Configurations électroniques pour les cas (a) de champ faible et (b) de champ fort pour
un ion 3d6, par ex. Fe2+ [133].

5.3 Extinction d’orbitale

Les états magnétiques fondamentaux attendus pour les ions 3d sont indiqués dans le tableau
II.1. Il est simple de calculer les valeurs de S, L et J en suivant les règles de Hund comme
indiqué précédemment cependant comme on remarque, les valeurs du moment prédits données
par g [J (J + 1)]1/2 ne semblent pas toujours en accord avec l’expérience. L’exception à cela est
le cas de 3d5 et 3d10 pour lesquels il existe une couche d’électrons à moitié ou complètement
pleine de sorte que L = 0.

La raison de cet écart est que pour les ions 3d, l’interaction du champ cristallin est beaucoup
plus forte que l’interaction spin-orbite. Par conséquent, la troisième règle de Hund énoncée
précédemment, qui est basée sur le fait que l’interaction spin-orbite est le terme d’énergie le
plus significatif après les effets coulombiens, est en fait "fausse" . Les données semblent suggérer
que ces systèmes choisissent plutôt un état fondamental de sort que L = 0 (de sorte que J = S,
g = 2) et donc ;

µeff = 2µB [S (S + 1)]1/2 . (II.38)

Comme le montre le tableau II.1, cela produit un bien meilleur degré d’accord avec l’expérience.
Ceci est expliqué par le faite que pour qu’un électron contribue au moment orbital, l’orbitale
dans laquelle il réside doit pouvoir se transformer en une orbitale exactement identique et
dégénérée par une simple rotation (c’est la rotation des électrons qui induit la contribution
orbitale). Par exemple, dans un complexe octaédrique, l’ensemble t2g dégénéré des orbitales
(dxz, dyx, dyz) peut être inter-converties par une rotation de 90◦. Cependant, les orbitales
du sous-ensemble eg (dz2 , dx2−y2) ne peuvent pas être inter-converties par rotation autour de
n’importe quel axe car les formes orbitales sont différentes ; par conséquent, un électron de
l’ensemble eg ne contribue pas au moment orbital et est dit éteint (quinched). Cet effet
est connu sous le nom d’extinction d’orbitale (orbital quenching). Pour les ions 4f , les
orbitaux sont beaucoup moins éloignés du noyau et se trouvent sous les niveaux 5s et 5p de
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Ion Niveau S L J Terme spectroscopique g µeff = g [J (J + 1)]1/2 µexp
eff µeff = g [S (S + 1)]1/2

T i3+,V 4+ 3d1 1
2 2 3

2
2D3/2

4
5 1.55 1.70 1.73

V 3+ 3d2 1 3 2 3F2
2
3 1.63 2.61 2.83

Cr3+,V 2+ 3d3 3
2 3 3

2
4F3/2

2
5 0.77 3.85 3.87

Mn3+,Cr2+ 3d4 2 2 0 5D0 0 4.82 4.90

F e3+,Mn2+ 3d5 5
2 0 5

2
6S5/2 2 5.92 5.82 5.92

F e2+ 3d6 2 2 4 5D4
3
2 6.70 5.36 4.90

Co2+ 3d7 3
2 3 9

2
4F9/2

4
3 6.63 4.90 3.87

Ni2+ 3d8 1 3 4 3F4
5
4 5.59 3.12 2.83

Cu2+ 3d9 1
2 2 5

2
2D5/2

6
5 3.55 1.83 1.73

Zn2+ 3d10 0 0 0 1S0 0 0 0

Tableau II.1 – États fondamentaux magnétiques pour les ions 3d en utilisant les règles de Hund. Pour
chaque ion, la configuration électronique et les valeurs prédites de S, L, J le Terme spectroscopique et g
pour l’état fondamental sont énumérés. La valeur calculée de µeff est en unités de µB pour chaque ion est
également affichée. ‘̀A l’aide des prévisions des règles de Hund. la colonne suivante répertorie les valeurs
expérimentales qui sont dérivées des mesures sur les sels paramagnétiques contenant les ions pertinents.
Cela s’accorde beaucoup mieux avec g [S (S + 1)]1/2, qui suppose une extinction d’orbitale, de sorte que
L = 0, J = S et g = 2 [133]..

sorte que les champs cristallins sont beaucoup moins importants, la troisième règle de Hund
est donc respectée. La situation dans les ions de métaux de transition supérieurs (les séries
4d et 5d) est moins claire car les ions plus lourds ont un effet spin-orbite plus important ce
qui mène au fait que les effets du champ cristallin et de l’interaction spin-orbite peuvent être
comparables.

5.4 L’effet Jahn-Teller

Nous avons supposé jusqu’à présent que tout ce que nous devions faire est de déterminer
le type de symétrie de l’environnement local, puis de déduire la structure électronique et donc
de déterminer les propriétés magnétiques en fonction du nombre d’électrons dont on dispose
pour remplir les niveaux d’énergie. Parfois, cependant, les propriétés magnétiques elles-mêmes
peuvent influencer la symétrie de l’environnement local. Cela se produit parce qu’il peut parfois
être énergétiquement favorable pour, qu’un octaèdre par exemple se déforme spontanément
parce que le coût énergétique d’une augmentation de l’énergie élastique est équilibré par une
économie d’énergie électronique résultante due à la distorsion comme le montre la Figure. II.10.
Ce phénomène est connu sous le nom d’effet Jahn-Teller. Par exemple, les ions Mn3+ (qui ont
une configuration 3d4) dans un environnement octaédrique présentent ce type de comportement
(voir Figure. II.10) [133]. Pour décrire l’effet, au niveau phénoménologique, nous supposerons
que la distorsion du système peut être quantifiée par un paramètre Q, qui désigne la distance
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Figure II.10 – L’effet Jahn-Teller pour Mn3+ (3d4). Un complexe octaédrique (à gauche) peut se
déformer (à droite), divisant ainsi les niveaux t2g et eg. La distorsion abaisse l’énergie parce que le niveau
par exemple occupé individuellement est abaissé en énergie. L’économie d’énergie grâce à l’abaissement du
dxz et du dyz niveaux est exactement équilibré par l’augmentation du niveau dxy. [133]

.

de distorsion le long d’une coordonnée de mode normal appropriée, ce qui donne lieu à un coût
énergétique quadratique en Q et peut-être écrit comme :

E (Q) = 1
2Mω2Q2, (II.39)

où M et ω sont respectivement la masse de l’anion et la fréquence angulaire correspondant au
mode normal particulier. Cette relation est représentée sur la Figure. II.11(a). Il est clair que
l’énergie de distorsion minimale est nulle et elle est obtenue lorsque Q = 0 (pas de distorsion).
La distorsion augmente également l’énergie de certaines orbitaux tout en diminuant l’énergie
d’autres. Si toutes les orbitales sont soit complètement pleines, soit complètement vides, cela
n’a pas d’importance puisque l’énergie globale est simplement donnée par l’équation. II.39.
Cependant, dans le cas d’orbitales partiellement remplies, cet effet peut être très important
car le système peut avoir une nette réduction de l’énergie totale. La dépendance énergétique
électronique à Q pourrait être assez compliquée, mais on peut l’écrire comme une série de
Taylor dans Q mais à condition que la distorsion soit faible il est légitime de ne garder que le
terme linéaire dans Q. Supposons donc que l’énergie d’une orbitale donnée ait un terme qui
s’écrit soit comme AQ soit comme −AQ correspondant à une augmentation ou une diminution
de l’énergie électronique, où A est une constante appropriée, supposée positive. Alors l’énergie
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Figure II.11 – (a) L’énergie d’un complexe octaédrique en fonction de la distorsion Q selon l’éq II.39.
(b) L’énergie du complexe octaédrique en fonction de la distorsion Q selon l’équation II.40.. [133]

totale E (Q) est donnée par la somme de l’énergie électronique et de l’énergie élastique :

E (Q) = ±AQ+ 1
2Mω2Q2, (II.40)

où les deux choix possibles du signe du terme AQ donnent lieu à deux courbes séparées qui
sont tracées sur la Figure. II.11(b). Si nous ne considérons qu’un seul d’entre eux, nous pouvons
trouver l’énergie minimale pour cette orbitale en utilisant ∂E

∂Q
= 0, ce qui donne une valeur de

Q donnée par :
Q0 = A

Mω2 (II.41)

et une énergie minimale qui est donnée par Emin = −A2/2Mω2 qui est inférieure à zéro. Si
seulement cette orbitale est occupée, alors le système peut économiser l’énergie nette en se
déformant spontanément. Ce que nous avons considéré jusqu’à présent est essentiellement un
effet Jahn-Teller statique car la distorsion qui peut se produire spontanément est fixée sur
l’axe particulier d’un octaèdre. Cependant, la distorsion peut passer d’un axe à un autre à des
températures plus élevées, donnant lieu à un effet Jahn-Teller dynamique. Un autre type d’effet
dynamique implique un saut rapide de la distorsion d’un site à l’autre. Ceci est important, par
exemple, dans les matériaux qui contiennent un mélange d’ions de Mn3+ et Mn4+. De tels
phénomènes peuvent être détectés par leurs effets sur les données de la résonance magnétique
[133].

6 Ordres magnétiques

Jusqu’à présent, nous avons étudié le comportement diamagnétique et paramagnétique des
solides. Ni l’un ni l’autre ne conduit à des effets magnétiques appréciables.

Dans cette partie, nous examinons des phénomènes beaucoup plus remarquables : des ordres
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Figure II.12 – Types des ordres magnétiques. Les flèches indiquent la direction et la taille des moments
magnétiques localisés.

magnétiques à longue portée sans aucun champ appliqué. Différents types d’ordres magnétiques
sont illustrés à la Figure.II.12.

La ferromagnétisme observé pour le groupe des fer (Fe, Co, Ni). On le trouve également
pour les éléments de terres rares comme le Gadolinium Gd et Dysprosium Dy et pour plusieurs
alliages. L’ordre ferromagnétique provient de l’alignement parallèle des moments magnétiques
dans le cristal. Il donne lieu à une aimantation macroscopiquement observable.

Un cas assez différent est l’ordre antiferromagnétique, qui implique également un ordre à
longue portée des moments magnétiques, mais l’orientation des moments sur des sites voisins
est opposée, de sorte qu’aucune aimantation nette n’est observée. De nombreux oxydes de mé-
taux de transition isolants présentent un ordre antiferromagnétique. L’observation directe de
l’antiferromagnétisme est difficile car il ne produit pas de champ macroscopique observable et
elle nécessite généralement des installations à grande échelle avec des techniques sensibles aux
éléments tels que la spectroscopie d’absorption des rayons X [134] ou des techniques spé-
cifiques avec des sondes locales comme le spin-polarized scanning tunneling microscope
[135] ainsi que la détection quantique avec spins uniques (quantum sensing with single
spins) [136].

Un mélange entre les deux cas est un ordre ferrimagnétique où on trouve un ordre anti-
ferromagnétique entre des moments de différentes tailles dans une maille élémentaire, mais un
ordre ferromagnétique entre les cellules unitaires, de sorte qu’une aimantation nette reste. Un
exemple de matériau présentant un ordre ferrimagnétique est la magnétite (Fe3O4).

6.1 Ferromagnétisme

Les propriétés caractéristiques d’une substance ferromagnétique sont :
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Figure II.13 – Domaines dans un cristal ferromagnétique. Chaque domaine a une aimantation mais
l’aimantation nette de l’échantillon est nulle [138].

1. Une susceptibilité χM positive.

2. Une aimantation spontanée.

3. L’existence d’une température critique TC à laquelle l’aimantation spontanée s’évanouit.

4. Une loi de Curie modifiée pour la susceptibilité au-dessus du seuil de TC .

5. L’existence de domaines ferromagnétiques.

La théorie de Weiss du ferromagnétisme
La première théorie du ferromagnétisme a été proposée par Weiss [137]. Weiss a posé l’hy-

pothèse qu’une substance ferromagnétique a une aimantation spontanée, c’est-à-dire une ai-
mantation qui existe même dans l’absence d’un champ magnétique externe. Mais il existe des
spécimens qui n’ont aucune aimantation. Weiss a réconcilié cette contradiction en introduisant
le concept de domaines. Les domaines sont de petites régions (Figure. II.13). Chaque région a
une aimantation spontanée dans une certaine direction. La direction de la magnétisation diffère
d’un domaine à l’autre de sorte que la magnétisation nette de l’échantillon est nulle [138].

La présence d’une aimantation spontanée signifie que même en absence de champ externe,
les aimants atomiques sont alignés dans une direction. Il doit y avoir quelque chose qui régit
les aimants atomiques. Pour cela, Weiss a introduit le concept de champ interne le champ
moléculaire. Weiss a supposé que le champ moléculaire Hm est proportionnel à l’aimantation
M . Ainsi :

Hm = NW M . (II.42)

Suite à Morrish [139], nous désignerons la constante de proportionnalité par NW . On l’appelle
la constante de champ moléculaire ou la constante de Weiss.
L’aimantation M est donnée par [138] :
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P

x

M(T)
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Figure II.14 – Méthode graphique pour déterminer l’aimantation spontanée à différentes températures.
[138]

M = NgµBJBJ (x) (II.43)

où N est le nombre d’atomes en volume unitaire, g le facteur de division de Lande, µB le
magnéton de Bohr, J le nombre quantique des moments angulaire totales. BJ (x) est la fonction
de Brillouin définie par [138] :

BJ (x) = 2J + 1
2J coth 2J + 1

2J x− 1
2J coth x

2J (II.44)

avec
x = gµBJH

kBT
(II.45)

Dans l’Équation II.45 H est le champ magnétique et T la température. Pour une substance
ferromagnétique, H doit être remplacé par (H +NWM). Ainsi l’Équation II.45 devient :

x = gµBJ

kBT
(H +NWM) (II.46)

à T → 0, x → ∞ et BJ (x) → 1. Donc l’Équation II.43 se réduit à :

M (0) = NgµBJ (II.47)

où M (0) est la magnétisation à T = 0 ; on peut noter que c’est aussi l’aimantation maximale
possible. À partir de l’Équation II.43, nous obtenons :

M (T )
M (0) = BJ (x) . (II.48)

Pour une aimantation spontanée H = 0. En substituant dans l’Équation II.46 et en combinant
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avec l’Équation II.47, on obtient :

M (T )
M (0) =

(
kBT

NNWg2µ2
BJ

2

)
x. (II.49)

Dans II.48 et II.49, nous avons remplacé M par M (T ) pour ramener la dépendance à la
température de l’aimantation spontanée.
À une température donnée, l’aimantation spontanée doit satisfaire les Équations II.48 et II.49.
Pour obtenir l’aimantation, une procédure graphique est adoptée sur la Figure. II.14. Tout
d’abord, pour une valeur choisie de J , une courbe est dessinée pour l’Équation II.48 c’est-à-dire
pour BJ (x) en fonction de x. Ensuite, un ensemble de lignes droites est tracé pour représenter
l’Équation II.49. Pour une valeur choisie de T , on cherche le point d’intersection de la droite
correspondante avec la courbe de BJ(x). Ce point d’intersection (par exemple, le point P ) sur la
courbe représente la valeur de M(T )

M(0) pour la valeur choisie de T . Si nous considérons les droites
avec une pente plus petite (ligne rouge), nous obtiendrons M(T )

M(0) pour un x supérieur, c’est-
à-dire un T inférieure. En revanche, si l’on considère des droites avec une pente plus grande
(ligne bleu) c’est-à-dire pour T plus élevée, on atteint une température (TC) pour laquelle la
droite est tangentielle à la courbe BJ (x) à l’origine. Il s’agit de la température la plus élevée
pour laquelle M(T )

M(0) a une valeur réelle. Pour une pente plus grande (ligne Bleu) , c’est-à-dire à
T > TC , la droite ne coupe pas la courbe et M(T )

M(0) n’a aucune valeur. Cette température critique
à laquelle s’annule l’aimantation spontanée, et donc le ferromagnétisme, est notée TC . C’est ce
qu’on appelle la température de Curie ferromagnétique.
Par suite nous allons maintenant établir une connexion entre la température critique TC et la
constante de Weiss NW . Pour x ≪ 1, c’est-à-dire proche de l’origine des Figures. II.14 et II.15
on se rapproche de :

BJ (x) ≃ J + 1
3J x. (II.50)

à l’origine (x = 0), la tangente à la courbe et la droite pour T = TC coïncident. Donc :

Pente de la tangente à (x = 0) = J + 1
3J . (II.51)

et :
Pente de la droite pour (T = TC) = kBTC

NNWg2µ2
BJ

2 . (II.52)
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Figure II.15 – Graphique théorique de l’aimantation spontanée M(T )
M(0) en fonction de T

TC
pour différentes

valeurs supposées de J . [138]

On met sur un pied d’égalité les deux équations, nous obtenons :

TC =
[
J (J + 1)Ng2µ2

B

3kB

]
NW. (II.53)

Ainsi la température critique TC est proportionnelle à la constante de Weiss NW .

Revenons à la variation de M(T )
M(0) avec la température. En combinant II.49 et II.52, on obtient :

M (T )
M (0) =

(
J + 1

3J

)(
T

TC

)
x. (II.54)

Pour une valeur choisie de J , une courbe de M(T )
M(0) en fonction de

(
T

TC

)
est donnée. Ces courbes

pour différentes valeurs de J sont illustrées à la Figure. II.15. À partir de ces courbes, on peut
lire la valeur de M(T )

M(0) à différentes températures.

Nous allons maintenant considérer la variation de la susceptibilité χM en fonction de la
température. Comme l’aimantation spontanée cesse à T = TC , l’aimantation n’est possible à
T > TC que si un champ externe est appliqué. Si le champ appliqué est faible, il peut produire
une magnétisation qui est bien inférieure à la magnétisation de saturation. On peut alors utiliser
la forme approchée de BJ (x) qui conduit à :

M = NgµB (J + 1)
3 x (II.55)

où x est donnée par :
x = JgµB

kBT
(h+NWM) . (II.56)
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Figure II.16 – Variation typique de la susceptibilité par rapport à la de température substance anti-
ferromagnétique : (a) susceptibilité, (b) susceptibilité réciproque. [138]

En combinant II.53 et II.54, nous pouvons exprimer M en termes de H. Alors la susceptibilité
χM est :

χM = M

H
= C

T − θ
(II.57)

où :

C = Ng2µ2
BJ (J + 1)
3kB

(II.58)

et :
θ = Ng2µ2

BJ (J + 1)
3kB

NW = CNW . (II.59)

L’équation II.57 ressemble à la loi de Curie en paramagnétisme (Équation. II.32) avec la diffé-
rence que T est remplacé par la température réduite (T−θ) qui s’appelle la loi de Curie-Weiss.
θ s’appelle la température de Curie paramagnétique. À partir de la définition de TC (Équation.
II.53) et θ (Équation. II.59), on voit que θ = TC . Alors que C s’appelle la constante de Curie
[138].

6.2 Antiferromagnétisme

L’oxyde de manganèse (MnO) est un cristal cubique à structureNaCl. Sa susceptibilité a été
mesurée par Bizette et al. [140]. Ils ont observé que MnO a une variation de température unique
très différente des matériaux paramagnétiques et ferromagnétiques. Comme le montre la Figure.
II.16(a), la susceptibilité moyenne χpc (mesurée sur un échantillon polycristallin) augmente
initialement avec l’augmentation de la température jusqu’à une certaine température TN qui
s’appelle Température de Neel. À TN , la tendance change brusquement et la susceptibilité
χ moyenne commence à diminuer avec l’augmentation de la température.
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Figure II.17 – Alignement de spin antiparallèle dans les réseaux A et B d’un cristal (CC) antiferro-
magnétique

Les susceptibilités monocristallines χ∥ et χ⊥ sont également représentées. Celles-ci sont les
susceptibilités parallèles ou perpendiculaires à ce que l’on appelle la direction de magnétisation
"optimale" ou "préférée". La variation de température de χ∥ est qualitativement similaire à celle
du χpc polycristallin. En revanche, χ⊥ reste presque indépendante de la température jusqu’à
TN . Par la suite, il varie comme la χpc moyenne. Les susceptibilités réciproques sont indiquées
sur la Figure. II.16(b). Ce type de variation de susceptibilité par rapport au température est
maintenant considéré comme une caractéristique d’une nouvelle propriété magnétique appelée
antiferromagnétisme [138].

La théorie de l’antiferromagnétisme est basée sur l’hypothèse que les spins ont une dispo-
sition antiparallèle (Figure.II.12). Un ensemble de spins peut avoir tous les spins vers le haut
et l’autre ensemble peut avoir des spins égaux à ceux de la première série, mais tous vers le
bas. Une variété d’arrangements de spin est possible comme triangulaire, spirale et inclinée.
Puisque les spins dans des directions opposées sont égaux en magnitude, il s’en résulte alors
une absence d’aimantation spontanée de structures de domaines magnétiques [138].

Théorie des champs moléculaires de l’antiferromagnétisme

La théorie moléculaire de l’antiferromagnétisme a été développée par Neel [141], Bitter [142]
et Van Vleck [143]. Comme exemple, nous considèrerons le réseau cubique centré (CC) avec
des atomes à chaque coin et au centre du réseau (Figure. II.17). Les spins des atomes au coin
sont antiparallèles à ceux des atomes au centre du corps. Bien que ces atomes soient les mêmes,
nous désignerons les atomes de coin comme des atomes A et ceux au centre du corps comme
des atomes B pour différencier leurs alignements de spin. En fait, les deux ensembles d’atomes
constituent des sous-réseaux A et B et ce traitement est appelé le modèle à deux sous-réseaux.
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Les champs moléculaires aux sous-réseaux A et B sont :

HmA = −NAAMA −NABMB,

HmB = −NABMA −NBBMB. (II.60)

Ici MA et MB sont les aimantations des deux réseaux et les N sont différents coefficients de
Weiss. On peut voir que :

NAA = NBB = Nii et NBA = NAB. (II.61)

Nii et NAB sont positifs. S’il y a un champ externe H agissant sur le système, le champ total
agissant sur chaque sous-système est :

HA = H −NiiMA −NABMB,

HB. = H −NABMA −NiiMB. (II.62)

Lorsque le système est en équilibre, l’aimantation du sous-réseau A est donnée par :

MA = 1
2NgµBSBS (xA) . (II.63)

avec :
xA = SgµB

kBT
HA. (II.64)

BS (xA) est la fonction de Brillouin défini comme :

BS (xA) = 2S + 1
2S coth 2S + 1

2S xA − 1
2S coth xA

2S . (II.65)

De même, la magnétisation du réseau B est donnée par :

MB = 1
2NgµBSBS (xB) (II.66)

avec :
xB = SgµB

kBT
HB. (II.67)

BS (xB) est la fonction de Brillouin défini comme

BS (xB) = 2S + 1
2S coth 2S + 1

2S xB − 1
2S coth xB

2S . (II.68)
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Dans l’Équation II.63 et II.66, N est le nombre d’atomes/volume unitaire ayant un moment
dipolaire permanent dû au spin S. On peut noter que les Équations II.63 et II.66 sont les mêmes
que l’Équation. II.43 avec J remplacé par S.

Nous allons maintenant discuter comment la théorie conduit à une expression de l’aiman-
tation et de la susceptibilité en fonction de la température. Pour plus de commodité, nous
considérerons trois régions de température différentes : T > TN , T = TN et T < TN .

T > TN

Pour des températures élevées, c’est-à-dire pour de petites valeurs de xA et xB, II.63 et II.66
peuvent être approximés comme :

MA = Ng2µ2
BS (S + 1)
6kBT

HA (II.69)

et :
MB = Ng2µ2

BS (S + 1)
6kBT

HB. (II.70)

À T > TN , le système est dans la région paramagnétique. Les vecteurs H , MA et MB sont
parallèles et on peut écrire :

HA = H −NiiMA −NABMB, (II.71)

et :
HB. = H −NABMA −NiiMB. (II.72)

En remplaçant II.71, II.72 dans II.69 et II.70, on obtient :

MA = Ng2µ2
BS (S + 1)
6kBT

(H −NiiMA −NABMB) (II.73)

et :
MB = Ng2µ2

BS (S + 1)
6kBT

(H −NABMA −NiiMB) . (II.74)

En additionnant II.73 et II.74 et en réorganisant, nous obtenons la magnétisation totale :

M = MA +MB

=
2
{

Ng2µ2
BS(S+1)

6kBT

}
H[

1 +
{

Ng2µ2
BS(S+1)

6kBT

}
(Nii +NAB)

] . (II.75)
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Figure II.18 – Variation de température de la susceptibilité d’une substance antiferromagnétique
prévue par la théorie. [138]

Enfin, à partir de II.75, nous obtenons la susceptibilité χ comme :

χ = M

H
= C

T + θ
(II.76)

avec :
C =

{
Ng2µ2

BS (S + 1)
3kB

}
et θ = 1

2C (Nii +NAB) (II.77)

Puisque Nii et NAB sont positifs, θ est positif. L’équation II.76 est une loi de Curie-Weiss
modifiée pour les antiferroaimants. La variation de la susceptibilité avec la température pour
la région T > TN est représentée sur la Figure. II.18.

T = TN

Dans le voisinage de TN , les Équations II.73 et II.74 sont valables. Avec H = 0, ces équations
deviennent :

MA = C

2T (−NiiMA −NABMB) (II.78)

et :
MB = C

2T (−NABMA −NiiMB) . (II.79)

Les solutions pour MA et MB ne sont possibles que si le déterminant des coefficients de MA

et MB est nul. Ceci nous conduira à :

TN = C

2T (NAB −Nii) . (II.80)
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Figure II.19 – Effet du champ appliqué sur les spins : (a) H parallèle au spin, (b) H perpendiculaire
au spin

En remplaçant C par ça forme explicite de l’Équation II.77, nous obtenons :

θ

TN

= NAB +Nii

NAB −Nii

. (II.81)

L’équation II.81 est une relation entre θ et TN en termes de coefficients d’interaction. Si Nii = 0,(
θ

TN

)
= 1 . Par contre, si Nii ̸= 0, mais inférieur à NAB on trouvr θ > TN . Dans le cas où

Nii → NAB, il peut apparaitre que
(

θ
TN

)
prendra une très grande valeur. Mais ce n’est pas le

cas. Par contre si
(

θ
TN

)
augmente au-delà d’une certaine valeur, la structure du sous-réseau

se déstabilise et la structure magnétique elle-même va se changer. Une analyse plus détaillée
montre que θ

TN
a des valeurs comprises entre 1 et 3 pour les réseaux (CC) et rutile et entre 1

et 5 pour le réseau (CFC) [138].

T < TN

En prévision, nous supposerons que l’aimantation dans un cristal est optimale (préférée et
facile) dans une certaine direction. Par conséquent, la magnétisation dans une direction (disons
la direction optimale) sera différente lorsqu’un champ externe est appliqué parallèlement ou
perpendiculairement à cette direction.

Nous allons d’abord considérer le cas où le champ H est appliqué parallèlement à la di-
rection optimale (Figure. II.19(a)). Alors H est parallèle à l’aimantation du sous-réseau A et
antiparallèle à l’aimantation du sous-réseau B. Puis les Équations II.64 et II.62 nous donnent :

xA = SgµB

kBT
(H −NiiMA −NABMB) (II.82)

De même, à partir de (II.67) et (II.62), on obtient :

xB = SgµB

kBT
(−H +NABMA −NiiMB) (II.83)
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Mais quand H = 0, MA = −MB = M0 et xA = xB = x0 avec :

x0 = SgµB

kBT
[(NAB −Nii)M0] . (II.84)

On peut développer une fonction de Brillouin dans une série de Taylor en H et pour approxi-
mation on ne retient que le premier terme. Ensuite :

BS (xA) = BS (x0) + SgµB

kBT
[H +Nii (M0 −MA) +NAB (MB −M0)]B′

S (x0) (II.85)

et :

BS (xB) = BS (x0) − SgµB

kBT
[H +NAB (M0 −MA) +Nii (MB −M0)]B′

S (x0) . (II.86)

Dans les Équations II.85 et II.86, B′
S (x0) est la dérivée de BS (x0) par rapport à l’argument.

En résolvant (II.85) et (II.86) pour MA et MB, nous obtenons l’aimantation du système induit
par le champ comme (MA −MB) à partir de laquelle nous pouvons obtenir la susceptibilité χ∥

dans la direction optimale comme :

χ∥ = MA −MB

H
= Ng2µ2

BSB
′
S (x0)[

kBT + 1
2 (Nii +NAB)Ng2µ2

BS
2B′

S (x0)
] . (II.87)

Selon lÉquation. II.87, χ∥ est une fonction de S, T et B′
S (x0). On voit que χ∥ → 0 lorsque

T → 0 et à T = TN , χ∥ égale la valeur donnée par la loi de Curie-Weiss modifiée (Équation.
II.76). Les courbes pour χ∥ calculées à partir de (II.87) pour différentes valeurs supposées de
S sont illustrées sur la Figure. II.18. Considérons maintenant le cas où le champ externe H est
perpendiculaire à l’axe optimal (Figure. II.19(b)). Le champ exerce maintenant un couple de
torsion magnétique (torque) sur le dipôle tendant à le faire tourner de sorte qu’il s’aligne le
long du champ. Cette tendance est opposée par le champ moléculaire. En conséquence, le dipôle
prend une position intermédiaire faisant l’angle ϕ avec la direction optimale. À l’équilibre, le
couple de torsion magnétique totale sur chaque dipôle sera nul. Donc :

|MA × (H + HmA)| = 0 (II.88)

En utilisant l’Équation. II.60, nous avons :

|(MA × H) − (NABMA × MB)| = 0. (II.89)
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Ce qui donne :
MAH cos (ϕ) −NABMAMB sin (2ϕ) = 0. (II.90)

On peut simplifier l’Équation. II.90 comme :

2MB sin (ϕ) = H

NAB

. (II.91)

En se souvenant que MA = MB, la magnétisation totale le long de la direction du champ est :

M = (MA +MB) sin (ϕ) = 2MB sin (ϕ) = H

NAB

. (II.92)

Par conséquent, la susceptibilité normale à la direction facile χ⊥ est :

χ⊥ = M

H
= 1
NAB

. (II.93)

Le point à noter est que χ⊥ est indépendant de T et de Nii. On trouve par conséquent que
la susceptibilité χ = 1

NAB
à T = TN . Enfin, la susceptibilité isotrope χpc pour un échantillon

polycristallin est donnée par :
χpc = χ∥ + 2χ⊥

χ
(II.94)

La variation de température de χ∥, χ⊥ et χpc avant T = TN et de χ à T > TN est représentée
sur la Figure. II.18.

6.3 Ferrimagnétisme

On voit que dans le ferromagnétisme, les spins sont tous égaux et parallèles même dans un
champ magnétique extérieur nul ainsi que l’existence d’une aimantation spontanée. En antifer-
romagnétisme, les spins sont égaux mais antiparallèles de sorte qu’il n’y a pas d’aimantation
spontanée. La troisième possibilité est que les spins peuvent être antiparallèles mais inégaux.
Certains de ces arrangements possibles de spins sont illustrés à la Figure. II.20. Sur la Figure.
II.20(a), il y a un spin pointé vers le bas dans le sous-réseau A et deux spins qui pointent vers
le haut dans le sous-réseau B ; il y a donc une aimantation spontanée. Sur la Figure.II.20(b), il
y a un spin vers le bas dans A et un spin vers le haut dans B, mais les deux spins sont inégaux
résultants en une aimantation spontanée. D’autres arrangements de spin menant à un champ
non nul sont illustrés sur les Figures. II.20(c)-(g).
Le comportement magnétique d’un tel système a été théoriquement analysé par Neel [144] en
se basant essentiellement sur l’hypothèse d’un champ du type Weiss. L’aimantation sponta-
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Figure II.20 – Exemples d’arrangements de spin ferrimagnétiques possibles

née d’un tel système commence par une valeur élevée à des températures très basses mais se
réduit à zéro à une température critique appelée TF N . Par contre, la susceptibilité réciproque
commence par une valeur élevée à T > TF N , il diminue avec la température décroissante de ma-
nière linéaire mais prend une chute brutale vers zéro à T ≈ TF N . Ce comportement est appelé
ferrimagnétisme. Le ferrimagnétisme a été observé pour la première fois dans des matériaux
appelés ferrites qui ont une structure spinelle.
Considérons les ferrites. Un membre typique de cette famille est la magnétite de formule Fe3O4

(FeO. Fe2O3). En remplaçant l’ion Fe divalent dans FeO par d’autres ions divalents (comme
Mn2+, Co2+, Ni2+, Cu2+, Zn2+ ou Cd2+), nous obtenons les différents membres de la famille
des ferrites. Les ferrites ont la structure spinelle illustrée à la Figure. II.21. Ici, les cercles bleus
désignent l’oxygène. Les cercles marrons et violets représentent les ions métalliques. Les ions
oxygènes avec leur grand rayon (1,82 Å) forment un réseau (CFC). Dans ce réseau (CFC), les
ions métalliques occupent deux types de sites interstitiels. Les huit cercles marrons occupent les
sites tétraédriques (appelés sites "A"). Les seize cercles violets occupent les sites octaédriques
(appelés sites "B").

La disposition antiparallèle des spins est celle illustrée à la Figure.II.22. On voit que l’ai-
mantation nette en champ nul est due à l’aimantation des ions M2+ sur les sites B.
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Figure II.21 – Structure spinelle

Théorie du ferrimagnétisme de Neel

Considérons deux sous-réseaux antiparallèles A et B avec des spins inégaux. Les expressions
des champs internes HmA et HmB sont les mêmes que dans l’antiferromagnétisme. Ainsi, nous
avons :

HmA = −NAAMA −NABMB,

HmB = −NABMA −NBBMB. (II.95)

Les coefficients de champ NAB = NBA . Cette fois-ci les deux sous-réseaux ne sont pas cristal-
lographiquement équivalents ; donc NAA ̸= NBB. Aussi MA ̸= MB. Si un champ externe H est
appliqué, les champs nets HA et HB aux deux sous-réseaux sont :

HA = H −NAAMA −NABMB, (II.96)

HB = H −NABMA −NBBMB.

NAA, NBB et NAB sont positifs. Il est pratique d’exprimer NAA et NBB en termes de NAB

comme :

NAA = αNAB

NBB = βNAB (II.97)

où α et β sont des constantes. Nous écrivons maintenant les aimantations des deux sous-réseaux
comme :

MA =
∑

i

NigµBSiBSi
(xA) (II.98)
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Figure II.22 – Disposition des spins des ions Fe3+ et des ions M2+ dans la structure spinelle

où :
xA = SigµB

kBT
HA. (II.99)

La fonction de Brillouin est :

BSi
(xA) = 2Si + 1

2Si

coth 2Si + 1
2Si

xA − 1
2Si

coth xA

2Si

(II.100)

De même nous avons :
MB =

∑
j

NjgµBSjBSj
(xB) (II.101)

où :
xB = SjgµB

kBT
HB. (II.102)

La fonction de Brillouin est :

BSj
(xB) = 2Sj + 1

2Sj

coth 2Sj + 1
2Sj

xB − 1
2Sj

coth xB

2Sj

. (II.103)

Ici Ni et Nj sont les nombres d’atomes par unité de volume avec des nombres quantiques de
spin Si et Sj respectivement. Nous discuterons des implications des équations ci-dessus dans
différentes régions de température à savoir, T > TF N , T = TF N et T < TF N .
T > TF N

À la température critique, l’aimantation spontanée s’annule et le paramagnétisme s’installe.
On appellera cette température TF N (pour la distinguer de la température de Neel antiferro-
magnétique TN). Au TF N et au-dessus, le matériau devient paramagnétique et nous pouvons
écrire l’aimantation sous la forme de Curie comme :

MA = CA

T
HA (II.104)

MB = CB

T
HB
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avec :

CA =
∑

i

Nig
2µ2

BSi (Si + 1)
3kB

CB =
∑

j

Njg
2µ2

BSj (Sj + 1)
3kB

(II.105)

Les champs magnétiques II.96 peuvent être écrits sous la forme scalaire comme :

HA = H −NAAMA −NABMB, (II.106)

HB = H −NABMA −NBBMB.

En combinant (II.104) et (II.106), on obtient :

(T + CANAA)MA + CANABMB = CAH

CBNABMA + (T + CBNBB)MA = CBH (II.107)

La résolution de cette équation donne :

MA =
[

CA (T + CBNBB) − CACBNAB

(T + CANAA) (T + CBNBB) − CACBN2
AB

]
H

MB =
[

CB (T + CANAA) − CACBNAB

(T + CANAA) (T + CBNBB) − CACBN2
AB

]
H. (II.108)

L’addition et la recombinaison de ces deux équations peuvent mener à [138] :

1
χ

= H

MA +MB

= T

C
− 1
χ0

− σ

T − θ′ , (II.109)

où :

C = CA + CB,

1
χ0

= − 1
C2 (C2

ANAA + C2
BNBB + 2CACBNAB) ,

σ = CACB

C3

{
C2

A (NAA −NAB)2 + CB (NBB −NAB)2 − 2CACB [N2
AB − (NAA +NBB)NAB +NAANBB]

}
θ′ = −CACB

C
(NAA +NBB − 2NAB)

(II.110)
Un graphe schématique de 1

χ
en fonction de T dessiné selon (II.109) est illustré à la Figure.

II.23. C’est une hyperbole avec
(

1
χ

)
→ 0 quand T → TF N . À des températures très élevées, le
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0 TFN Tθ

1/χ

Figure II.23 – Susceptibilité réciproque d’un ferrimagnet au-dessus de TF N [138].

troisième terme de (II.109) peut être négligé. Puis l’Équation. II.109 se simplifie en :

1
χ

= T

C
− 1
χ0
. (II.111)

Ainsi, la partie à haute température de la Figure. II.23 est linéaire qui quand extrapolée à
1
χ

= 0, donne une intersection (−C
χ 0

) sur l’axe T ; nous pouvons l’appeler θ. L’équation (II.111)
peut maintenant être exprimée par :

χ = C

T + θ
. (II.112)

Le paramètre θ est appelé température de Curie paramagnétique. On peut remarquer une si-
militude entre les Équations II.112 et II.76 pour un système antiferromagnétique. Cependant,
la courbe de la Figure. II.23 diffère de celles des systèmes ferromagnétiques et antiferromagné-
tiques par une courbure sévère proche de T = TF N vers ( 1

χ
= 0).

T = TF N

Dans (II.107), nous mettrons H = 0 et T = TF N . Ensuite, nous obtenons :

(TF N + CANAA)MA + CANABMB = 0 (II.113)

CBNABMA + (TF N + CBNBB)MB = 0

L’équation ( II.113) ne peut être résolues que si le déterminant des coefficients de MA et MB

est égale a 0. Dans ce cas, nous obtenons :

TF N = −1
2 (CANAA + CBNBB) + 1

2
[
(CANAA − CBNBB)2 + 4CACBN

2
AB

]1/2
(II.114)
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Figure II.24 – Variation de de l’aimantation nette M par rapport au température pour différentes
valeurs de MA(0)

MB(0) ; courbes 1, 2, 3 avec MA(0)
MB(0) >1, courbe 4 avec MA(0)

MB(0) = 1, courbes 5, 6, 7 avec MA(0)
MB(0) > 1.

[138]

T < TF N

Dans cette région, il y a un ordre ferrimagnétique. Les sous-réseaux sont antiparallèles.
Nous remplacerons Si par SA et Sj par SB. De plus, nous supposerons que NAB > NAA, NBB.
Ensuite, l’aimantation des sous-réseaux (II.98) et (II.101) se réduisent à :

MA (T ) = MA (0)BSA (xA) (II.115)

MB (T ) = MB (0)BSB (xB)

avec :

xA = SAgµB

kBT
(−NAAMA +NABMB)

xB = SBgµB

kBT
(NABMA −NBBMB) . (II.116)

Les signes dans l’Équation. II.116 sont en accord avec l’orientation des spins antiparallèles dans
les deux sous-réseaux.

L’évaluation de l’aimantation nette M (T ) = [MA (T ) −MB (T )] à partir de l’Équation.
II.115 n’est pas simple. Dans son article original, Neel [144] a décrit une procédure graphique.
De nos jours, il peut être obtenu directement à l’aide d’un ordinateur. Les graphes de M (T ) en
fonction de

(
T

TF N

)
pour différentes valeurs supposées de MA(0)

MB(0) sont illustrés à la Figure. II.24.
Tous les graphiques convergent vers M (T ) = 0 à T = TF N .
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Origine

(a) (b)

Figure II.25 – Configuration d’un verre de spin. (a) Verre de spin congelé avec, J1 > 0 (ferromagné-
tique) et J2 < 0 (antiferromagnétique). Les liens en zig-zag indiquent une liaison brisé ; le spin dans la grand
cercle est frustrée. (b) Verre de spin amorphe pour lequel les sites désordonnés du réseau sont occupés par
des moments magnétiques. [150]

6.4 Verre de spin

Si nous refroidissons un liquide assez rapidement, il peut arriver que le manque soudain de
vibration thermique arrête sa dynamique avant qu’il ne puisse se terminer dans les configura-
tions à plus faible entropie et se cristallise. Une fois que cela se produit, un verre est formé et le
matériau se comporte comme un solide même si apparemment aucune symétrie n’a été brisée
et aucune transition de phase n’a eu lieu. Simplement, la viscosité et les temps de relaxation
croissent si vite dans une plage de températures très courte, que le liquide cesse de couler et
semble solide [145].
Les verres de spin Spin Glass (SG) sont un exemple de la phases vitreux, caractérisée par un
état magnétique amorphe à basse température. En bref, ce sont des systèmes magnétiques désor-
donnés avec une température de congélation Tc bien définie de telle sorte que pour T < Tc,
les moments magnétiques sont gelés quinched dans des orientations aléatoires sans ordre à
longue porté [146]. (Figure.II.25). Au début de la seconde moitié du 20éme siècle, une grande
attention a été consacrée à l’étude d’une certaine fraction x des solutions magnétiques de (Mn)
dans le cuivre (Cu) non magnétique, qui présentaient des propriétés particulières qui ont in-
trigué la communauté de la matière condensée [147–149]. Une cusp de la susceptibilité a été
observée à une température Tc à peu près proportionnelle à la concentration de Mn (avec une
concentration de 0.1 à 10% Tc comprise entre 1 K et 100 K (Figure.II.26)), séparant la phase
paramagnétique d’une phase "particulière" dans laquelle aucun ordre n’a été identifié [145],
bien que plusieurs caractéristiques le distinguent d’une phase paramagnétique. Il manquait de
magnétisation spontanée, mais après avoir appliqué des champs raisonnablement grands, on
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Figure II.26 – Au-dessous de Tc, les différentes courbes de susceptibilité χ semblaient converger vers
une seule valeur de χ non nulle comme T → 0 K. au-dessus de TC et en dessous d’environ 50 K, la
susceptibilité obéit à une simple loi de Curie, tandis que dans la région de température plus élevée de 100
à 150 K, un comportement de type Curie-Weiss a été observé avec une petite température de Curie-Weiss
paramagnétique positive. [153]

pouvait observer une magnétisation résiduelle. De plus, la susceptibilité χ était pratiquement
constante au lieu d’être inversement proportionnelle à la température T, χ ∝ 1

T
comme le sug-

gère la loi de Curie pour un élément paramagnétique (Équation. II.32), et la chaleur spécifique
à basse température était linéaire en T au lieu d’être proportionnel à 1

T 2 .
Ce comportement surprenant à basse température a été attribué aux interactions s− d où aux
interactions RKKY [151](que nous verrons plus loin dans cette thèse), qui couplent des électrons
de couches internes non remplies et des électrons de conduction. Selon le métal impliqué, cette
interaction peut conduire à la fois au ferromagnétisme et à l’antiferromagnétisme (L’algorithme
de couplage est ferromagnétique entre les plus proches voisins et antiferromagnétique entre les
seconds proches voisins). Afin d’expliquer la phase atypique, l’interaction RKKY était censée
être la dominante.
Les interactions du substrat Cu ont été supposées négligeables pour l’étude des propriétés ma-
gnétiques des alliages CuMn examinés, et la cusp de la susceptibilité a été entièrement attribuée
à l’interaction RKKY entre les ions Mn [151]. Étant donné que les positions dans l’alliage de
ces ions sont aléatoires, le module et le signe des couplages ont dû être traités comme une
variable aléatoire [152].

Le terme "spin glass" est utilisé pour la première fois dans un article d’Anderson en 1970, par
analogie avec les verres ordinaires, pour souligner la présence d’une phase à basse température
avec un ordre non identifié. Il définit un modèle formellement simple où l’hamiltonien a une
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dépendance explicite du désordre [154]. Il suppose que le rôle dominant n’est pas assumé par
les électrons, qui ont un rôle unique représenté dans la transmission de l’interaction, mais par
les ions Mn et leurs interactions d’échange. Comme c’est déjà mentionné, l’interaction entre
les spins Mn est donnée par l’interaction RKKY (Équation. II.140), dont le signe dépend de la
distance rij entre deux spins Si et Sj, et dont la magnitude diminue à mesure que rij augmente.
Puisque rij est aléatoire et dépend de la réalisation unique de l’alliage et de son désordre, que
nous appellerons échantillon, le couplage Jij est également une variable aléatoire.
Ainsi, d’un point de vue théorique, Anderson a proposé le premier hamiltonien SG comme
modèle Heisenberg [155] :

H = −1
2

N∑
i ̸=j

JijSi · Sj, (II.117)

c’est un ensemble de moments magnétiques interagissant de manière aléatoire sur un réseau.
L’énergie totale est simplement la somme sur les voisins en interaction (Si, Sj). Ce système
se compose de N spins d’Ising {Si} (i = 1, 2, · · ·N), prenant des valeurs ±1 qui sont placées
au sommet de certain réseau, numéroté par l’index i. Les interactions spin-spin Jij sont des
constantes aléatoires distribuées via une distribution inconnue qui devrait reproduire à peu
près l’interaction RKKY. La nouveauté essentielle est donc que les couplages "expérimentaux"
J

(RKKY)
ij sont remplacés par les variables aléatoires Jij. Nous appelons désordre gelé le caractère

aléatoire des Jij, qui apparaît directement dans l’hamiltonien. Notons que les couplages Jij

étant aléatoirement négatifs et positifs, il est impossible de satisfaire simultanément l’énergie le
long de toutes les liaisons. Cette fonctionnalité est appelée frustration. L’hamiltonien II.117
possède à la fois un désordre gelé quinched disorder c’est-à-dire que pour tout échantillon
concrète, ils sont fixés dans des directions aléatoires sans fortes fluctuations thermiques et avec
une aimantation globale nulle, et une frustration, qui deviennent les traits distinctifs d’un mo-
dèle SG [156, 157].
Pour comprendre la problématique principale dans ce genre de phénomènes, considérons trois
spins interactifs arbitraires (Figure. II.27), et supposons, pour simplifier, que toutes les in-
teractions sont égales en valeurs et différentes seulement en signes. Maintenant, si les trois
interactions J12, J23 et J13 sont avérées toutes positives, ou si deux d’entre elles se sont avérées
négatives tandis que la troisième est positive (ce sont les cas où le produit des interactions le
long du triangle est positif), alors que l’état fondamental d’un tel système à trois spins sera
unique (Figure. II.27(a)).
Cependant, si le produit des interactions le long du triangle s’est révélé être négatif (l’une des
interactions est négative, ou les trois interactions sont négatives), alors l’état fondamental d’un
tel système sera dégénéré. On peut fixer, par exemple, le premier spin comme étant "up", alors
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Figure II.27 – Les frustrations dans un système à trois spins, (a) Le produit des interactions le long
du triangle est positives. Dans ce cas, il n’y a pas de frustration dans le système, et l’état fondamental n’est
pas dégénéré, (b) Le triangle frustré : le produit des interactions le long du triangle est négatif et l’état
fondamental du système est dégénéré.

si l’on va le long du triangle dans le sens des aiguilles d’une montre (dans le cas où les trois
interactions sont négatives, Figure. II.27(b)) le second spin doit être orienté "vers le bas" , tandis
que l’orientation du troisième spin ne sera pas définie : Car selon J23 < 0 et il doit être orienté
"vers le haut" , tandis que selon J13 < 0, il doit être orienté "vers le bas" . Ce spin ne saura
pas dans quelle direction pointer. Ainsi, il est "frustré" et communiquera son "mécontentement"
aux deux spins voisins.

On peut facilement vérifier qu’un phénomène similaire se produit dans toute chaine de spin
fermée, constituée d’un nombre arbitraire de spins, dans laquelle le produit des interactions le
long de la chaine est négatif. C’est la frustration [155].
Dans certains cas, il peut aussi arriver que le désordre soit simplement "fictif", et il peut être
éliminé par une redéfinition correcte des variables du système. Un exemple trivial est "l’aimant
de Mattice" , qui est également décrit par l’hamiltonien II.117, où les désordres spin-spin sont
définis comme suit : Jij = ξiξj, et les ξi gelées (quinched) prennent des valeurs ±1 avec une
probabilité égale. Dans un tel système les interactions Jij sont aussi aléatoires en signes, mais
après une simple redéfinition des variables de spin Si → Siξi, un modèle ferromagnétique
ordinaire sera récupéré. Ainsi, ce type de désordre (on l’appelle le désordre de Mattice) est en
fait fictif pour les propriétés thermodynamiques du système. On peut facilement vérifier qu’avec
une telle définition des interactions aléatoires, il n’y a pas de frustrations dans le système, les
frustrations sont cette partie du désordre, qui ne peut être éliminée par aucune transformation
des variables [155].
Maintenant, dans un système de multispins, on peut dessiner un grand nombre de toutes les
chaines de spin fermées possibles. En général, si les interactions spin-spin sont de signe aléatoire,
on peut s’attendre à ce qu’il puisse exister beaucoup de frustrations dans le système. Ceci, à
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son tour, entrainerait une énorme dégénérescence de l’état fondamental, cela produirait un
grand nombre d’états avec des énergies très proches de l’état fondamental. Dans le verre de
spin décrit par l’hamiltonien II.122 avec des interactions à longue portée, le nombre total de
ces états semble être de l’ordre de exp (λN), où λ est un nombre inférieur à log 2, tandis que
le nombre total des états du système est égal à [155] :

2N = exp
[

(log 2)
N

]
. (II.118)

Anderson a essayé une approche de champ moyen sans prendre le désordre en moyen. Il a
également supposé les interactions pour seulement les plus proches voisins sur un réseau régu-
lier, et a traité le système comme un ensemble d’amas "clusters" indépendantes chacune avec sa
température critique. Cette interprétation basée sur les amas a été bien accueillie par la commu-
nauté scientifique. Des observations expérimentales de la cusp de susceptibilité ont également
été effectuées dans d’autres types d’alliages tels que AuFe, avec des résultats similaires. L’in-
terprétation dominante était une apparition d’amas ferromagnétiques et antiferromagnétiques
avec un ordre à courte portée qui, à mesure que la température est abaissée, interagissent à long
terme [158–160], ou en considérant le SG comme une sorte d’un matériau antiferromagnétique
macroscopique [161].

Modèle Edwards-Anderson.

La base de la théorie SG a été donnée dans les références [162, 163] par Edwards et Anderson
à travers un modèle très simple qui a pu décrire qualitativement les observations expérimentales.
Leur idée de départ est que dans la phase de verre de spins à basse température, il doit y avoir un
certain ordre local des spins le long d’une direction préférée aléatoire. Même si cette direction est
inconnue, on peut voir si un alignement a lieu en examinant si après un temps t les spins simples
Si(t) ont tendance à pointer dans la même direction. En termes quantitatifs, ils définissent le
chevauchement comme :

q = lim
t→∞

1
N

N∑
i

⟨Si (0) · Si (t)⟩2 (II.119)

où ⟨O (t)⟩ est la moyenne temporelle d’une observable générique O (t), ⟨O (t)⟩t = 1
t

� t

0 dt
′O (t′).

L’équation II.119 est l’une des nombreuses façons de définir le paramètre d’ordre d’un SG.
En supposant que la phase d’équilibre est ergodique, on peut réécrire l’équation II.119 en
remplaçant la moyenne temporelle ⟨· · · ⟩t avec une moyenne général ⟨· · · ⟩ pour donner une
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autre expression au chevauchement :

q = 1
N

N∑
i

⟨Si⟩2 . (II.120)

Dans la phase paramagnétique il n’y a pas de direction privilégiée, donc q = 0. De l’autre côté,
dans la phase SG, chaque spin s’alignera selon une direction privilégiée et q ̸= 0. Dans la réfé-
rence [162] l’hamiltonien II.117 est pris en compte et il est montré avec une approche de champ
moyen qu’une transition de phase se produit avec q comme paramètre d’ordre, accompagnée
d’une cusp dans la susceptibilité. L’hamiltonien II.117, avec les interactions du plus proche
voisin sur un réseau régulier, prend le nom de modèle EA. En supposant une distance unitaire
entre les plus proches voisins, l’hamiltonien EA est :

H = 1
2

∑
|i−j|=1

JijSi · Sj (II.121)

où, pour des raisons de simplicité, les Jij ont été supposés par Edwards et Anderson comme
provenant d’une distribution gaussienne P (Jij) qui s’écrit comme :

P (Jij) = 1√
2πJ2 exp

(
−

J2
ij

2J2

)
(II.122)

Le paramètre J est la valeur caractéristique moyenne des interactions spin-spin. Différents
échantillons d’un verre de spin EA auront une réalisation différente du couplage, mais en
moyenne, ils doivent avoir le même comportement, et plus le réseau est grand, plus le com-
portement sera similaire.

7 Interactions d’échange

Les interactions d’échange sont au cœur du phénomène d’ordre magnétique à longue portée.
Pour les matériaux en général, l’origine du champ effectif H vient de l’interaction d’échange,
qui reflète la répulsion coulombienne de deux électrons proches, généralement sur des atomes
voisins, agissant en conjonction avec le principe de Pauli, qui interdit aux deux électrons d’entrer
dans le même état quantique. Les électrons ne peuvent pas être au même endroit s’ils ont le
même spin. Il existe une différence d’énergie entre les configurations ↑i↑j et ↑i↓j des spins des
atomes voisins i, j. L’échange inter-atomique dans les isolants est généralement un ou deux
ordres de grandeur plus faible que l’échange intra-atomique ferromagnétique entre électrons sur
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S=0 S=1

Figure II.28 – Les fonctions d’onde spatialement symétrique et antisymétrique pour la molécule H2
[167].

le même atome, ce qui conduit à la première règle de Hund.
Comme indiqué précédemment, le principe de Pauli interdit à plus d’un électron d’entrer dans
un état quantique, désigné par un ensemble particulier de nombres quantiques. Les électrons
sont indiscernables, donc l’échange de deux électrons doit donner la même densité électronique
|Ψ (r1, r2, · · · , ri, · · · , rj, · · · , rn)|2 = |Ψ (r1, r2, · · · , rj, · · · , ri, · · · , rn)|2. Puisque les électrons
sont des fermions, la seule solution est que la fonction d’onde totale des deux électrons soit
antisymétrique.
Considérons un simple cas de la molécule d’hydrogène H2 à deux atomes ayant chacun un

électron dans une orbitale 1s hydrogénée ψi (ri) donne une idée de la physique de l’échange. La
fonction d’onde totale est le produit des fonctions de l’espace et des coordonnées de spin ϕ (r1, r2)
et χ (s1, s2). L’équation de Schrödinger est H (r1, r2) Ψ (r1, r2) = ϵΨ (r1, r2) où, négligeant les
interactions entre les électrons :[

−1
2

(
tial2

tialr2
1

+ tial2

tialr2
2

)
−
( 1
r1

+ 1
r2

)]
ψ (r1, r2) = ϵψ (r1, r2) (II.123)

On trouve donc deux orbitaux moléculaires, un orbital liant spatialement symétrique ϕs (Figure.
II.28(a)), avec une charge électronique empilée entre les atomes, et un orbital moléculaire
antiliant et spatialement antisymétrique ϕa (Figure. II.28(b)) ayant un plan nodal sans charge
au milieu des deux atomes. Les liaisons chimiques impliquent des fonctions d’onde hybrides
sont généralement classées de cette manière :

ϕs = 1√
2

(ψ1 + ψ2)

ϕa = 1√
2

(ψ1 − ψ2) . (II.124)

ψ1 et ψ2 sont les composantes spatiales des fonctions d’onde individuelles des électrons 1 et
2 respectivement. Les fonctions d’onde ψ1 (r1) et ψ2 (r2) sont les solutions de l’équation de
Schrödinger pour chaque atome individuel.
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2J

EII

EI

Triplet

Singlet

Figure II.29 – Fractionnement des états singlet de spin et triplet de spin pour la molécule H2. L’in-
tégrale d’échange J est négative, donc le singlet est inférieur [167].

Les fonctions de spin symétrique et antisymétrique sont les états triplet et singlet de spins :

S = 1; MS = −1, 0, 1 → χs =


|↑1, ↑2⟩

1
2 [|↑1, ↓2⟩ + |↓1, ↑ 2⟩]

|↓1, ↓2⟩
(II.125)

S = 0; MS = 0 → χa = 1
2 [|↑1, ↓2⟩ − |↓1, ↑ 2⟩]

La fonction d’onde totale des deux électrons doit être antisymétrique alors, la fonction d’espace
symétrique doit multiplier la fonction de spin antisymétrique, et vice-versa. Par conséquent, les
fonctions d’onde antisymétriques totales sont :

ψI = ϕs (1, 2)χa (1, 2) , (II.126)

ψII = ϕa (1, 2)χs (1, 2) .

Lorsque les deux électrons sont dans un état de triplet, il ne peut y avoir aucune chance de
les trouver au même point de l’espace. Les électrons avec des spins parallèles s’évitent. Mais
si les électrons sont à l’état singulet de spin, avec des spins antiparallèles, il y a une certaine
probabilité de les trouver au même endroit, car la partie spatiale de la fonction d’onde est
symétrique sous échange des électrons.
Les énergies des deux états peuvent être évaluées à partir de l’hamiltonien Ĥe (r1, r2) dans

l’Équation. II.123 :

ϵI,II =
�
ϕ∗

s,a (r1, r2) Ĥe (r1, r2)ϕs,a (r1, r2) dr3
1dr

3
2. (II.127)
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Pour la molécule d’hydrogène, ϵI est inférieur à ϵII . En d’autres termes, l’état d’orbital liant/spin
singlet se situe en dessous de l’état d’orbital antiliant/spin triplet en raison de la contrainte
spatiale sur le triplet. En fixant l’intégrale d’échange J = (ϵI−ϵII)

2 , on peut écrire l’énergie sous
la forme :

ϵ = −2Js1 · s2, (II.128)

où le produit s1 · s2 est 1
2

[
(s1 + s2)2 − s2

1 − s2
2

]
. En fonction du fait que le nombre quantique

de spin S = s1 + s2 est 0 ou 1, les valeurs propres sont −3
4 ou +1

4 .
La différence d’énergie entre l’état singlet ψI et l’état triplet ψII est de 2J (Figure. II.28). Où
J est l’intégrale d’échange :

J =
�
ψ∗

1 (r′)ψ∗
2 (r) Ĥe (r, r′)ψ1 (r)ψ2 (r′) dr3d3r′. (II.129)

Heisenberg a généralisé l’Équation. II.128 aux spins atomiques à plusieurs électrons S1 et S2,
écrivant son hamiltonien comme :

H = −2JŜ1 · Ŝ2, (II.130)

où Ŝ1 et Ŝ2 sont des opérateurs de spin sans dimension. Nous ignorons le chapeau sur les
opérateurs de spin Ŝi. L’intégrale d’échange J a alors des dimensions d’énergie, et il est souvent
exprimé en Kelvin en la divisant par la constante de Boltzmann kB.
J > 0 indique une interaction ferromagnétique, qui tend à aligner les deux spins parallèle-
ment ; J < 0 indique une interaction antiferromagnétique, qui tend à aligner les deux spins
antiparallèles.
Lorsqu’il y a un réseau, l’hamiltonien est généralisé à une somme sur toutes les paires d’atomes
(i, j) sur les sites du réseau :

H = −2
∑
i>j

JijSi · Sj. (II.131)

Ceci est simplifié en une somme avec une seule constante d’échange J si seules les interactions
voisines les plus proches comptent. Contrairement au cas de verre se spins, le couplage d’échange
inter-atomique décrit par l’hamiltonien de Heisenberg ne peut être que ferromagnétique ou
antiferromagnétique.
La constante d’échange de Heisenberg J peut être liée à la constante de Weiss NW de la
théorie des champs moléculaires. Supposons qu’un moment gµBSi interagit avec un champ
H = NWM = NWNgµBS, et que dans le modèle de Heisenberg seuls les voisins les plus
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3d(Mn) 3d(Mn)2p(O)

Figure II.30 – Liaison de superéchange typique [167]

proches de Si interagissent considérablement avec lui. Alors l’hamiltonien est :

H = −2
∑

j

JSj

 · Si ≃ −µ0HgµBSi (II.132)

L’approximation du champ moléculaire revient à faire la moyenne des corrélations locales entre
Si et Sj. Si Z est le nombre des plus proches voisins dans la somme, alors J = µ0NW Ng2µ2

B

2Z
.

D’où, à partir de l’Équation. II.128 :

θ = TC = 2ZJS (S + 1)
3kB

. (II.133)

7.1 Échange dans les isolants

Superéchange

Un certain nombre de solides ioniques, y compris certains oxydes et fluorures, ont des états
fondamentaux magnétiques. Par exemple [133], MnO et MnF2 sont tous les deux des matériaux
antiferromagnétiques. Bien que cette observation semble à première vue assez surprenante car
il n’y a pas de chevauchement direct entre les électrons sur les ions Mn2+ dans chaque système.
L’interaction d’échange est normalement à très courte portée de sorte que l’interaction à plus
longue portée qui fonctionne dans ce cas doit être dans un certain sens "super". Pour les MnO

par exemple, leur séparation est 4.43 Å. Lors de cette séparation, l’interaction d’échange de
Heisenberg ferromagnétique est faible, et l’origine de l’antiferromagnétisme ne peut donc pas
être l’échange direct de Heisenberg qui s’en résulte du chevauchement des ions Mn2+ (Figure.
II.30).

Un mécanisme différent a été introduit par Kramers [164] et affiné plus tard par Anderson
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3d(Mn) 2p(O) 3d(Mn) 3d(Mn) 2p(O) 3d(Mn) 3d(Mn) 2p(O) 3d(Mn)

(a) (b) (c)

Figure II.31 – Image simple du superéchange. Pour les spins antiparallèles (Les moments des métaux
sont couplés antiferromagnétiquement) sur les orbitales d, deux processus de sauts consécutifs sont possibles
de deux manières. Pour les spins parallèles (Les moments des métaux sont couplés ferromagnétiquement),
le principe de Pauli supprime le deuxième processus de saut.

[165] et Van Vleck [166]. Cela s’appelle le Superexchange. Il s’agit d’un échange indirect entre
des ions magnétiques comme Mn par leur chevauchement avec un ion non magnétique commun
comme l’oxygène. Nous allons maintenant élaborer le concept de superéchange.
Considérons deux ions Mn2+ et un seul ion O2− disposés sur la même ligne. Les orbitales 3d
de Mn2+ sont donc hybridées avec les orbitales 2p d’Oxygène :

ϕ3d = αψ3d + βψ3d (II.134)

avec |α|2 + |β|2 = 1.
Les ponts d’oxygène transmettent une interaction "superéchange", qui peut être décrite par

l’hamiltonien de Heisenberg. La Figure. (II.30) montre un superéchange typique. L’état fonda-
mental du système est constitué d’un électron sur chaque ion Mn2+ dans les niveaux d et de
deux électrons sur l’O2− dans le niveau p. L’axe des p-orbitales qui forment un haltère coïncide
avec la ligne joignant les deux ions Mn2+.
Pour cette raison, il y a une probabilité finie que l’un des électrons d’oxygène soit transféré à
un ion Mn (Figure.II.31(a)). Il s’agit d’un état excité dans lequel il y aura un couplage entre
les électrons dans les états d du 1er ion Mn et entre l’électron restant de l’ion oxygène et un
électron sur l’autre ion Mn. On peut noter que ce couplage est dû au spin de l’ion Mn. Un
autre transfert d’électrons possibles et illustrés sur la Figure. II.31(b). Cette image explique
l’interaction entre deux ions Mn voisins grâce à la participation des ions d’oxygène. La confi-
guration (II.31(a)) est plus faible en énergie que les configurations (II.31(b) et (c)) car les deux
électrons d’un orbital d’oxygène 2p peuvent se propager dans les orbitales 3d inoccupées.
L’interaction de superéchange J implique le transfert virtuel simultané de deux électrons avec la
formation instantanée d’un état excité 3dn+12p5. L’intégrale d’échange se compose de deux par-
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D

S1 S2

Figure II.32 – Antiferromagnétisme incliné dû à l’interaction Dzyaloshinski-Moriya [167].

ties. Le premier est un terme de potentiel d’échange U qui représente la répulsion des électrons
et favorise les états fondamentaux ferromagnétiques, mais il est petit lorsque les ions sont bien
séparés. Le second est un terme d’échange cinétique t qui domine ici, l’interaction est d’ordre
−2t2

U
.

De ce fait, l’intégrale de transfert est de l’ordre de 0.1 eV alors que l’interaction de Coulomb
sur site est comprise entre 3 et 5 eV. Cela dépend du degré de chevauchement des orbitales et
donc le superéchange dépend fortement de l’angle de la liaison M −O −M [167].
Dans certaines circonstances, le superéchange peut en fait être ferromagnétique [167]. Par
exemple, imaginons une situation dans laquelle il y a un couplage, via un ion d’oxygène, entre
un orbital eg occupé sur un ion magnétique et un orbital eg inoccupé sur un autre ion magné-
tique. Il y a un avantage énergétique à l’électron de l’orbital eg occupé de sauter sur l’orbitale
inoccupée, si quand il arrive, son spin est aligné avec le spin des électrons t2g suivant la règle
de Hund. Ainsi, le superéchange pourrait être ferromagnétique dans ce cas, mais il s’agit d’une
interaction plus faible et moins courante que le superéchange antiferromagnétique habituel.

Échange Antisymétrique

Quelques matériaux à faible symétrie présentent un faible couplage antisymétrique nommé
l’interaction Dzyaloshinski-Moriya [168, 169]. Ceci est représenté par l’hamiltonien

H = −D (Si × Sj) (II.135)

où D est un vecteur qui se trouve le long d’un axe de symétrie élevée, la tendance est donc
de coupler les deux spins perpendiculairement (Figure. II.32). Il s’agit d’un effet d’ordre supé-
rieur, qui se produise entre des ions déjà couplés par le superéchange ;

∣∣∣D
J

∣∣∣ ≃ 10−2. Dans un
matériau antiferromagnétique, les spins peuvent être éloignés de l’axe d’environ 1Å. L’échange
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antisymétrique est la raison pour laquelle les matériaux antiferromagnétiques avec une struc-
ture cristalline uni-axiale telle que MnF2, MnCO3 et αFe2O3 peuvent présenter un moment
ferromagnétique faible.
Un moment n’apparait que lorsque l’axe antiferromagnétique est perpendiculaire à l’axe de sy-
métrie cristallographique, le long duquel D se trouve. Il disparait lorsque les axes sont parallèles.

Échange Biquadratique

L’interaction d’échange bilinéaire de Heisenberg n’est pas suffisante pour expliquer efficacement
les propriétés magnétiques de nombreux composés. Par conséquent, il est nécessaire d’inclure des
interactions d’échange d’ordre supérieur en plus des interactions d’échange bilinéaires. Il a été
souligné par plusieurs auteurs que les interactions d’échange d’ordre supérieur sont plus petites
que les interactions bilinéaires dans le cas du groupe d’ions 3d [170–172], et comparables aux
interactions bilinéaires dans les composés de terres rares [173, 174]. L’interaction biquadratique
est la forme la plus importante d’interaction d’échange spin-spin d’ordre supérieur qui joue
un rôle très important dans des matériaux comme les MnAs, DySb, TbSb, les terres rares
et les phosphates [175]. Anderson [176, 177] a été le premier a souligné la possibilité d’une
interaction de superéchange et a estimé son amplitude. Une interaction biquadratique peut
survenir en raison d’un équilibre entre les forces élastiques et d’échange [178]. Ensuite, Allan et
Betts [179] ont signalé d’autres origines possibles de l’interaction biquadratique. L’hamiltonien
de Heisenberg pour l’interaction d’échange biquadratique est [180–182] :

H = −B (Si � Sj)2 . (II.136)

où B est le paramètre d’échange biquadratique.

7.2 Échange dans les métaux

Le mécanisme d’échange principal dans les métaux ferromagnétiques et antiferromagné-
tiques implique le chevauchement des orbitales atomiques partiellement localisées d’atomes
adjacents. D’autres mécanismes d’échange impliquent l’interaction d’électrons purement délo-
calisés ou d’électrons localisés et délocalisés dans le métal.
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Échange Directe

L’échange direct opère entre les moments, qui sont suffisamment proches pour avoir un che-
vauchement suffisant de leurs fonctions d’onde. Il donne un couplage fort mais à courte portée
qui diminue rapidement à mesure que les ions sont séparés. L’interaction d’échange direct se
déroule directement sans avoir besoin d’un intermédiaire. Bien que cela semble la voie la plus
évidente pour l’interaction d’échange, la réalité dans les situations physiques est rarement aussi
simple.
Très souvent, l’échange direct ne peut pas être un mécanisme important de contrôle des pro-
priétés magnétiques car le chevauchement direct est insuffisant entre les orbitales magnétiques
voisines. Par exemple, dans les terres rares, les électrons 4f sont fortement localisés et se
trouvent très près du noyau, avec une faible densité de probabilité. Cela signifie que l’interac-
tion d’échange direct est peu susceptible d’être très efficace dans les terres rares. Même dans les
métaux de transition, tels que Fe, Co et Ni, où les orbitales 3d s’étendent plus loin du noyau, il
est extrêmement difficile de justifier pourquoi l’échange direct devrait conduire aux propriétés
magnétiques observées. Ces matériaux sont des métaux, ce qui signifie que le rôle des électrons
de conduction ne doit pas être négligé et qu’une description correcte doit tenir compte à la fois
du caractère localisé et de la bande des électrons.
Ainsi, dans de nombreux matériaux magnétiques, il est nécessaire d’envisager une sorte d’in-
teraction d’échange indirect [133].
L’hamiltonien du modèle est :

H =
∑
ij

tijc
†
icj, (II.137)

où la somme représente la bande de conduction en termes d’opérateurs de création et d’anni-
hilation d’électrons c† et c. Seules les interactions des plus proche voisin sont importantes et
l’intégrale de transfert inter-atomique tij = t. La bande passante est W = 2Zt, où Z est le
nombre de plus proches voisins. Dans les métaux 3d t ≈ 0, 1 eV et Z = 8 − 12, donc les bandes
d ont une largeur de quelques eV.
L’échange dans une bande à moitié remplie est antiferromagnétique, car le gain d’énergie asso-

cié au fait de laisser les fonctions d’onde s’étendre sur des sites voisins n’est atteint que lorsque
les voisins sont antiparallèles, laissant des orbitales ↑ vides sur les sites voisins vers lesquels
effectuer le transfert. Les bandes presque remplies ou presque vides ont tendance à être fer-
romagnétiques (Figure. II.33) car les électrons peuvent alors sauter dans des états vides avec
le même spin. Cela aide à expliquer pourquoi le chrome et le manganèse sont antiferromagné-
tiques, mais le fer, le cobalt et le nickel sont ferromagnétiques. La bande passante est l’ennemi
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Figure II.33 – Délocalisation d’électrons en bandes d moitié remplis, presque vides ou presque pleines
[167].

de l’échange. Lorsque t devient grand, les électrons sont délocalisés quel que soit leur spin.
Certains métaux 3d comme le scandium, le titane et le vanadium ne sont pas ferromagnétiques
car t est trop grand. Pour le scandium, s’il était possible de dilater le réseau pour réduire un
peu t, par conséquent il peut devenir ferromagnétique [167].
Le signe de l’échange direct dépend principalement de l’occupation de la bande, puis de l’espa-
cement inter-atomique, l’échange ferromagnétique étant favorisé à plus grandes distances. Ceci
est expliqué par le fait que, lorsque les atomes sont très proches les électrons doivent alors être
au même endroit dans l’espace en même temps, le principe d’exclusion de Pauli exige qu’ils
possèdent des spins opposés. Selon Bethe et Slater [183–185], les électrons passent la plupart de
leur temps entre des atomes voisins lorsque la distance inter-atomique est petite. Cela donne lieu
à un alignement antiparallèle et donc à un échange négatif. Ensuite, la magnitude de l’échange
est grand au-delà de la condition critique d’apparition du magnétisme, U

W
>
(

U
W

)
crit

, où U est
l’interaction de Coulomb, et W est la largeur de la bande.

Modèle d’échange s− d

Vonsovskiy a introduit le modèle s−d en 1946 [186]. Il a été utilisé pour expliquer de nombreux
effets dans différents systèmes magnétiques au fil des années. Entre autres, les spins glass
discutés précédemment. L’hamiltonien s − d est généralement représenté par un hamiltonien
[187].

H =
∑
i,j,σ

tijc
†
iσcjσ − Jsd

∑
i,σ

Si · si. (II.138)
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Figure II.34 – Une représentation graphique du modèle s−d. Les électrons localisés (bleus) sont situés
sur les sites du réseau. Les électrons de conduction (rouges) sont situés autour d’eux [188].

Le premier terme représente les électrons de conduction (électrons d dans le modèle d’origine)
sautant d’un site i au site j. Le deuxième terme contient les opérateurs de spin localisés Si

(correspondant aux électrons s dans le modèle d’origine) et les opérateurs de spin si d’un élec-
tron de conduction qui interagit avec l’électron localisé au site i. La constante de couplage Jsd

peut-être à la fois positive (interaction antiferromagnétique) et négative (interaction ferroma-
gnétique). Le couplage s − d est une interaction sur site, donc la constante de couplage est
grande, Jsd ≈ 1 eV. Cette interaction peut conduire à un couplage ferromagnétique à longue
portée entre les spins du noyau, que Jsd soit positif ou négatif. Alors que, la bande de conduc-
tion hôte est censée être uniformément polarisée en spin parallèle ou antiparallèle aux spins du
noyau (Figure. II.34).

Interaction RKKY

L’échange indirect couple des moments sur des distances relativement importantes. C’est l’in-
teraction d’échange dominant dans les métaux où il y a peu ou pas de chevauchement direct
entre les électrons magnétiques voisins. Cette interaction est médiée donc par un intermédiaire
qui dans les métaux sont les électrons de conduction (électrons itinérants). Ce type d’échange
a été proposé pour la première fois par Ruderman et Kittel [189], puis étendu par Kasuya et
Yosida [190, 191] pour donner la théorie maintenant généralement connue sous le nom d’inter-
action RKKY.
Le modèle s−d s’applique également aux terres rares, où les spins de noyau ne sont pas des 3d,
mais des 4f . Les moments localisés dans les niveaux 4f interagissent via des électrons 5d/6s
dans la bande de conduction. L’interaction sur site entre un spin de coeur S et un spin d’élec-
tron de conduction s est −JsfS · s, où Jsf ≈ 0.2 eV. Ruderman, Kittel, Kasuya et Yosida, ont
montré qu’un moment magnétique localisé polarise en fait le spin des électrons oscillants dans
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Figure II.35 – Variation de la fonction RKKY, d’un gaz d’électrons libres au voisinage d’un moment
magnétique ponctuel à l’origine r = 0 [192].

la bande de conduction d’une manière non uniforme cette polarisation se couple à son tour à un
moment magnétique localisé voisin à une distance r. L’interaction d’échange est donc indirecte
car elle n’implique pas de couplage direct entre moments magnétiques. Cette polarisation de
spin est liée aux oscillations de Friedel de densité de charge autour des moments magnétiques
qui ont une longueur d’onde π

kF
.

Cela conduit à un couplage oscillatoire à longue portée entre les spins du noyau. Pour les
électrons libres, la polarisation est proportionnelle à la fonction RKKY [192]

F (ξ) = (sin (ξ) − ξ cos (ξ))
ξ4 , (II.139)

où ξ = 2kF r, kF étant le vecteur d’onde de Fermi (Figure. II.35). Le premier zéro de F (ξ) est
à ξ = 4.5. Le couplage effectif entre deux spins localisés est

Jeff ≈
9πJ2

sfν
2F (ξ)

64ϵF

, (II.140)

où ν est le nombre d’électrons de conduction par atome et ϵF est l’énergie de Fermi. À une
distance r large, l’interaction est à longue portée et a une dépendance oscillatoire de la distance
entre les moments magnétiques. Par conséquent, selon la séparation, il peut être ferromagné-
tique ou antiferromagnétique. Lorsque seul le couplage ferromagnétique du plus proche voisin
est important, la température de Curie peut être déduite de l’Équation. II.133. L’interaction
RKKY dans la limite de faible densité électronique est équivalente au modèle s − d avec cou-
plage ferromagnétique.
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Figure II.36 – L’interaction double échange. L’électron saute en mémorisant son état de spin d’un
noyau ionique localisé à l’autre. [192]

Double échange

Cette interaction se produit entre des ions 3d qui ont à la fois des électrons d localisés et dé-
localisés. Dans certains oxydes, il est possible d’avoir une interaction d’échange ferromagnétique
qui se produit parce que l’ion magnétique présente une valence mixte, c’est-à-dire qu’il peut
exister dans plus d’un état d’oxydation. Des exemples de ceux-ci comprennent des composés
contenant l’ion Mn qui peuvent exister à l’état d’oxydation 3 ou 4, c’est-à-dire sous forme de
Mn3+ ou Mn4+. Par conséquent, contrairement au superéchange ferromagnétique, des confi-
gurations de valence mixte sont nécessaires pour que le double échange se produise.
Par exemple dans le matériau La1−xSrxMnO3 (0 ≤ x ≤ 1) qui adopte une structure de Pérovs-
kite. Sr est divalent (il existe comme Sr2+) et La est trivalent (il existe comme La3+). Cela
implique qu’une fraction x des ions Mn est Mn4+ (d3) et 1 − x sont Mn3+ (d4) présents sur
les sites octaédriques. Les extrémités de la série, avec x = 0 et x = 1, sont tous les deux des
isolants antiferromagnétiques, comme on pourrait s’y attendre pour un matériau oxyde dans
lequel le magnétisme est médié par un superéchange à travers l’oxygène. Les électrons de d3

pour les deux ions à coordination octaédrique sont localisés dans une bande t↑2g étroite, mais
le quatrième électron d se localise sur une bande e↑

g plus large, hybridée avec l’oxygène, où il
peut sauter d’un d3 à un autre, Figure. II.36. Les configurations d3

i d
4
j et d4

i d
3
j sur des sites i et

j adjacents sont pratiquement dégénérées. Sur chaque site, il existe un fort couplage JH ≃ 2 eV
entre les électrons t2g et eg.

Les électrons e2g sur un ion Mn3+ peuvent sauter librement vers le site voisin si les spins du
sont parallèles ( le saut se déroule sans flippage de spin de l’électron sautillant), et s’il y a un site
vacant là-bas. Si le voisin est un Mn4+ qui n’a pas d’électrons dans le niveau eg, cela ne devrait
pas poser de problèmes. La forte interaction d’échange entre l’électron eg et les trois électrons
du niveau t2g veut les maintenir tous alignés. Ainsi, il n’est pas énergétiquement favorable pour
un électron eg de sauter vers un ion voisin dans lequel les spins t2g sera antiparallèle à l’électron
eg (Figure.II.37(b)). Quand ils sont antiparallèles, il y a une grande barrière d’énergie due à
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Figure II.37 – Le mécanisme de double d’échange donne un couplage ferromagnétique entre les ions
Mn3+ et Mn4+ participant au transfert d’électrons. L’interaction d’échange favorise le saut si (a) les ions
voisins sont alignés ferromagnétiquement et non si (b) les ions voisins sont alignés antiferromagnétiquement.

la règle de Hund. Si les axes de quantification des sites adjacents sont désalignés d’un angle

θ, le vecteur propre d’un électron ↑ dans le référentiel en rotation est

∣∣∣∣∣∣ cos θ
2

sin θ
2

∣∣∣∣∣∣. L’intégrale de

transfert t varie donc comme cos
(

θ
2

)
. Le double échange est ferromagnétique car le transfert

est nul lorsque les ions sur les sites adjacents sont antiparallèles, θ = π.
De plus, l’alignement ferromagnétique permet alors aux électrons eg de sauter à travers le
cristal et le matériau devient métallique. On peut dire que double échange est essentiellement
un superéchange ferromagnétique dans un système étendu.

8 Semi-conducteurs magnétiques dilués

Les semi-conducteurs magnétiques dilués (DMS), alternativement les oxydes ma-
gnétiques dilués (DMO) si le semi-conducteur est un oxyde, sont des semi-conducteurs dopés
avec des métaux de transition. Ces DMS forment une classe de matériaux magnétiques qui
remplissent "la gap" entre les matériaux ferromagnétiques et les semi-conducteurs [193, 194] on
donnant aux ces dérnier en plus de leurs propriétés électroniques et optiques distinguées, des
propriétés magnétiques. Dans les premiers littérature publiés, ces DMS étaient souvent appe-
lés semi-conducteurs semi-magnétiques, car ils sont à mi-chemin entre les matériaux non
magnétiques et magnétiques. Les DMS sont des composés semi-conducteurs (A1−xMxB) dans
lesquels une fraction x des cations est remplacée par des impuretés magnétiques (Figure. II.38),
rendant ainsi le semi-conducteur hôte (AB) magnétique [195].
Un DMS devrait conserver la plupart de ses propriétés semi-conductrices classiques et offrir

l’opportunité d’une intégration complète dans des hétérostructures, y compris des hétérostruc-
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(a) (b) (c)

Élément 1: non magnétique Élément 2: non magnétique

Élément 3: non magnétique

Figure II.38 – (a) Un ferroaimant magnétique qui contient des ions magnétiques (b) un semi-
conducteur non magnétique qui ne contient pas d’ions magnétiques, et (c) un oxyde magnétique dilué
où seule une petite fraction des sites semi-conducteurs hôtes est remplacée par des dopants de métal de
transition. Adapté de la référence [194].

tures avec le matériau hôte. Le grand défi et le but ultime est de fabriquer un DMS ferromagné-
tique à température ambiante, qui peut être intégré dans des hétérostructures semi-conductrices
pour des applications électroniques ou optoélectroniques. C’est un problème clé pour l’avène-
ment des appareils spintroniques [195].
Les structures de bande des DMS sont assez similaires à celles de leurs composés hôte. Ils pré-
sentent la structure de bande des semi-conducteurs zinc-blende ou wurtzite. Mais en plus, les
états d des atomes magnétiques de caractère plus ou moins localisé, contribuent à la densité
totale d’états, et ils sont responsables des propriétés magnétiques.
On prenant l’exemple des semi-conducteurs III − V dopés par Mn, les atomes de Mn intro-
duisent des niveaux d’énergie dans la gap du semi-conducteur. Mn se comporte comme un
accepteur où il garde sa configuration d5 et il est entouré par un trou ayant une énergie de
liaison faible [196]. Par conséquent, à des concentrations de Mn relativement faibles, les DMS
III − V subissent une transition d’un isolant vers un métal. Par conséquent, lorsqu’un champ
magnétique est appliqué ou qu’une magnétisation spontanée apparaît, les propriétés magné-
tiques entrent en jeu.
L’hybridation p − d est essentielle pour comprendre les propriétés magnétiques et magnéto-
optiques du DMS. Comme nous l’avons déjà vu précédemment, cela conduit à une forte inter-
action d’échange entre les trous de la (BV) et les atomes de Mn. Par conséquent, les propriétés
magnétiques du DMS dépendent d’une manière critique de l’hybridation p− d et des positions
des niveaux d dans la structure de la bande hôte (Figure. II.39).
Ces positions déterminent l’énergie nécessaire pour remonter un électron du niveau d occupé
vers la (MBV) (niveau du donneur d5/d4), ou pour remonter un électron du (MBV) au niveau
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Figure II.39 – Schéma du principe de l’hybridation p − d dans CdMnTe d’après Wei et Zunger [201].
(a) niveaux atomiques non polarisés, (b) niveaux atomiques fractionnés par échange, (c) niveaux fractionnés
de champ cristallin, (d) états d’interaction finaux. La répulsion de niveau avec des états d spin-up occupés
et spin-down inoccupés détermine le signe de l’interaction d’échange p − d [195]

d inoccupé ( niveau accepteur d5/d6). Dans ce dernier cas, il y a un "surcoût" énergétique dû
à l’énergie "intra-coulombienne" entre les niveaux d (l’énergie à payer pour ajouter un électron
sur les orbitales d de Mn) : cette énergie est particulièrement importante dans le cas où la
configuration des orbitales d est stable d5. Dans la représentation à un électron, la Figure.
II.39, montre les énergies et les symétries du système, c’est-à-dire les états qui contribuent aux
magnétisme et spectres de photoémission. L’effet combiné du principe d’exclusion de Pauli et
de l’interaction électron-électron, conduit à une différence d’énergie pour les électrons avec des
orientations de spin opposées, par suite les orbitales d sont divisées par le champ cristallin té-
traédrique en états doublement dégénérés, qui ne s’hybrident pas avec les orbitales p des anions
en raison de la symétrie, et en états t2g triplement qui s’hybrident aux orbitales p voisins. [195].
Lorsque les niveaux d se situent dans la bande de valence, comme c’est le cas dans le DMS basé
II − V I, l’hybridation p − d conduit à un mécanisme supplémentaire d’interaction d’échange
appelé échange cinétique ∆X (pd), de signe "antiferromagnétique" [197]. L’échange cinétique
domine l’échange direct habituel et l’intégrale d’échange J résultant est négatif. Le mécanisme
d’échange cinétique peut être compris plus simplement en regardant la position des niveaux
d’énergie des états hybrides de Mn et de bande de valence, en supposant que les spins Mn

(up) sont entièrement polarisés. La Figure. II.39 montre que près de la bande de valence, les
états antiliantes de spin-up sont déplacés vers une énergie élevée, tandis que les états liantes des
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spins down sont déplacés vers une énergie faible. Ces déplacements sont exprimés par [195] :

δE↑ ≃ (Vpd)2

Ev−Ed

δE↓ ≃ − (Vpd)2

Ed+Ueff−Ev

(II.141)

où Vpd est le paramètre d’hybridation p − d ce paramètre diminue fortement avec la longueur
de la liaison d Vpd ≃ d−7/2 [198], Ev et Ed sont les positions du (MBV) et des niveaux t2g de
Mn respectivement, Ueff est l’énergie "intra-coulombienne" entre les niveaux d (l’énergie à payer
pour ajouter un sixième électron sur les orbitales d de Mn). La différence d’énergie entre les
états de spin-up et spin-down est liée à l’intégrale d’échange p− d comme :

δE↑ − δE↓ = −JS. (II.142)

où S est un facteur numérique, l’expression de J est dérivée de la transformation de Schrieffer-
Wolff [199] :

J ≃ −(4Vpd)2

S

[ 1
Ev − Ed

+ 1
Ed + Ueff − Ev

]
. (II.143)

Expérimentalement, les excitations due au flippage de spin dans la couche d de Mn sont ob-
servées (par exemple, à 2.2 eV et plus dans CdMnTe). L’état fondamental de Mn dans la
configuration d5 a un spin total S = 5/2, suivant la règle de Hund, et un moment cinétique
orbital nul. Le spin-flip d’un électron d donne des états excités de la couche d avec un spin
total S = 3/2 et un moment angulaire total non nul.
En plus, les interactions d’échange dominantes dans le DMS et discutées précédemment sont
assez bien établies. Les interactions d’échange sp−d entre les bandes et les orbitales d localisées
de Mn et les interaction d − d entre le les orbitales d, sont principalement responsables des
propriétés magnéto-optiques améliorées des DMS.
Les interactions d’échange direct entre les atomes de Mn sont négligeables dans les DMS car
les d-orbitales ne se chevauchent pas. Par conséquent, les interactions d’échange d− d les plus
importantes sont médiées par les états de bande de valence ou de bande de conduction. Parce
que la densité des porteurs peut être facilement contrôlée dans les semi-conducteurs, les DMS
présentent différentes interactions d’échange typiques des isolants (superéchange, ...) ou des
métaux (RKKY, double échange ...).
Les propriétés magnétiques des DMS sont régies par les interactions d’échange entre les mo-
ments locaux introduits par les atomes magnétiques. Ces interactions peuvent être fortement
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modifiées par la présence de porteurs libres, qui induisent un couplage ferromagnétique entre
les moments locaux, d’où les propriétés magnétiques des DMS [195].
Les mesures de susceptibilité magnétique statique à faible champ indiquent que le DMS existe
dans différentes phases magnétiques, en fonction de la concentration d’atomes magnétiques x
et de la température T [200].

8.1 Phase paramagnétique

Malgré les mesures de magnétisation extensives sur les DMS, la formulation analytique de
ce problème est encore limitée aux cas particuliers de faible concentration d’atomes magné-
tiques ou de températures élevées. Nous discuterons des différentes expressions analytiques et
empiriques qui décrivent la susceptibilité en termes quantitatifs dans diverses limites [195, 200]

8.1.1 La limite de dilution (The dilute limit)

Lorsque la concentration de l’élément est faible (x < 0.01), les spins magnétiques peuvent être
considérés comme indépendants. L’aimantation M et par analogie à l’équation II.44 est décrite
alors par la fonction de Brillouin comme :

M = xN0gµBSBJ (x) , (II.144)

Dans la limite de champ bas ou de haute température [c’est-à-dire x << 1], M est linéaire dans
H (M = χH), et la susceptibilité magnétique statique χ est de forme Curie (Équation. II.32)

χ = x
C

T
. (II.145)

8.1.2 Expansion à haute température de χ pour x arbitraire

Pour un DMS de concentration x arbitraire, l’aimantation M ne peut pas être exprimée par
la fonction de Brillouin standard à cause des interactions entre les atomes magnétiques. Aux
champs faibles, cependant, M se révèle linéaire dans H, comme dans le cas dilué, ce qui nous
permet de définir la susceptibilité statique χ comme précédemment. Comme le montre la Figure.
II.40, les mesures expérimentales de χ indiquent qu’à des températures élevées, χ affiche un
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Figure II.40 – Comportement de Curie-Weiss de la susceptibilité à bas champ et haute température
de Cd,1−x MnxTe pour x > 0.2. Les points solides sont expérimentaux. Les lignes pointillées sont des
extrapolations du comportement à haute température pour déterminer la température de Curie-Weiss (à
partir de la référence [202]).

comportement de Curie-Weiss (Équation. II.57) [200, 202] :

χ = xC

T + θx
(II.146)

Le paramètre θ peut être calculé, avec le résultat :

θ = −2
3
S (S + 1)ZJ

kB

, (II.147)

où Z est le nombre de plus proches voisins (Z = 12 pour les DMS zinc-blende et la wurtzite),
et J est l’intégrale d’échange du plus proche voisin. Notons donc que J peut être estimé à
partir des mesures expérimentales de θ, inversement la température élevée χ peut être calculée
analytiquement pour tout x si J est connu pour l’alliage.
Pour des valeurs élevées de x à basse température, les résultats expérimentaux montrent un
écart par rapport à la loi de Curie-Weiss marqué par un "déclin" (observé dans tous les DMS)
dans le graphe χ−1 vs T . Il n’y a pas eu d’explication analytique quantitative de ce compor-
tement. Cependant, il peut être compris qualitativement en incluant des termes d’expansion
d’ordre supérieur dans le calcul de χ−1 [200].

8.1.3 Magnétisation à champ élevé

À des champs très élevés (H > 100 kOe), les descriptions analytiques de la magnétisation des
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Figure II.41 – Schéma de niveau d’énergie pour une paire d’ions Mn2+, montrant comment les étapes
se produisent dans la magnétisation à des champs élevés. La taille relative des pas en M est exagérée pour
plus de clarté [200].

DMS échouent, et l’aimantation montre un comportement semblable à un pas en fonction du
champ [198, 203, 204]. Ceci est une conséquence directe de l’existence de 2 proches voisins
couplés d’une manière antiferromagnétique, ce qui s’explique facilement comme suit.
Le schéma de niveau d’énergie pour une paire d’ions Mn2+ [200] est :

E = −J
(
ST (ST + 1) − 35

2

)
− gµBmH (II.148)

où J est l’intégrale d’échange de Mn2+ −Mn2+ voisines, le paramètre ST est le spin total pour
un paire, qui peut prendre des valeurs entiers de 0 à 5, pour chaque valeur de ST , m prend les
valeurs −ST ,−ST + 1, · · · , ST .
Pour J < 0, l’état fondamental est non magnétique à champ nul, avec ST = 0, et il à reste
l’état fondamental tant que gµBH

|J | < 2. Tant que cette condition est vraie, les paires Mn2+ −
Mn2+ ne contribuent pas à l’aimantation totale. Cependant, une fois que la valeur de gµBH

|J |

dépasse 2, l’énergie pour ST = m = 1 devient l’état fondamental, comme indiqué dans la partie
supérieure de la Figure. II.41. Soudain, il y a une contribution à l’aimantation par toutes les
paires Mn2+ −Mn2+, et cela se traduit par un pas dans l’aimantation (partie inférieure de la
Figure. II.41). D’autres étapes de ce type sont prévues de la même manière pour les champs
plus élevés, comme le montre également la Figure. II.41, les champs magnétiques auxquels ces
étapes se produisent fournissent donc une mesure directe de J .
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8.2 Phase de verre de spins

La susceptibilité magnétique à faible champ d’un DMS AII
1−xMnxB

V i montre une cusp bien
définie à une température critique Tg, signalant une transition de phase éventuelle. La phase
à basse température est désordonnée et présente de nombreuses caractéristiques d’un état de
verre de spins [200].
Le comportement du verre de spin est attribué à la frustration des interactions antiferromagné-
tiques résultant de la topologie du réseau, c’est-a-dire due à une interaction entre le caractère
aléatoire des ions magnétiques qui occupent les sites au hasard et la géométrie du réseau FCC
[205].
L’existence de tout ordre magnétique, tel que celui qui se produit dans les verres à spin, nécessite
que les interactions d’échange couvrent le système de manière percolante. Sinon, le système
serait constitué d’amas magnétiques isolés et donc paramagnétiques. Un seuil de percolation
pc est défini comme la valeur la plus basse de x de telle sort qu’on observe un amas qui couvre
un système infini. La valeur effective de x dépend de la portée d’interactions dans le système.
Les arguments théoriques montrent que, pour un réseau FCC magnétique dilué avec seules les
interactions des plus proche voisins sont présents, l’état de verre de spin devient possible lorsque
le la concentration d’ions dépasse un seuil de percolation de x ≃ 0.19 [206] qui est en accord
avec les résultats expérimentaux du DMS pour des températures supérieures à 4.2 K. Ainsi, on
pourrait s’attendre à ce que pour x inférieur à cette valeur, aucune phase de verre de spins ne
soit autorisée. Si les interactions avec d’autres voisins sont également prises en compte, le seuil
de percolation peut être inférieur à x = 0.19, permettant ainsi une phase de verre de spin pour
x arbitrairement petit à des températures suffisamment basses, comme cela a été observé pour
Cd1−xMnxSe [207], Zn1−xMnxTe [208], et Zn1−xMnxSe [208].
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Chapitre III

Calcul de structure électronique : Cadre
théorique

La compréhension de la structure électronique de la matière, est basée sur des méthodes
théoriques de la mécanique quantique et de la physique statistique qui sont parmi les piliers de
la physique moderne. La mécanique quantique décrit le comportement des structures microsco-
piques de la matière qui ne sont pas discernables au niveau macroscopique, où on s’appuie sur
certains postulats et formulations mathématiques. D’autre part la mécanique statistique évalue
les propriétés macroscopiques de la matière en combinant les principes et les procédures de la
statistique aux lois de la mécanique classique et quantique. Cette dernière vise à prédire et à
expliquer les propriétés mesurables des systèmes macroscopiques en se basant sur les propriétés
et le comportement des constituants microscopiques de ces systèmes. L’essor atteint aux 20éme
siècles dus à la compréhension des propriétés des matériaux et leur usage industriel a joué un
grand rôle dans le développement de l’humanité.

1 Équation de Schrödinger à plusieurs corps

Au début du XXe siècle, des preuves expérimentales suggéraient que les particules ato-
miques étaient également de nature ondulatoire. Par exemple, les électrons nous donnent des
diagrammes de diffraction lorsqu’ils traversent une double fente d’une manière similaire aux
ondes lumineuses. Par conséquent, il était raisonnable de supposer qu’une équation d’onde
pouvait expliquer le comportement des particules atomiques.
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Schrödinger (1925) [209] a été le premier qui a formulé une telle équation d’onde. Une grande
discussion a ensuite porté sur la signification de cette dernière. Les valeurs propres (solutions)
de l’équation d’onde se sont avérées égales aux niveaux d’énergie du système quantique, alors le
meilleur test de l’équation de Schrödinger est lorsqu’elle a été utilisée pour résoudre les niveaux
d’énergie de l’atome d’hydrogène qui sont conformes à la loi de Rydberg. Au départ, la fonction
d’onde de l’équation était beaucoup moins évidente. Mais après de nombreuses discussions, la
fonction d’onde est acceptée comme une distribution de probabilité. L’équation de Schrödinger
est utilisée pour trouver les niveaux d’énergie autorisés des systèmes de mécanique quantique où
la fonction d’onde associée donne la probabilité de trouver la particule à une certaine position.
Ou en d’autres termes, l’équation de Schrödinger décrit l’évolution dans le temps d’une parti-
cule massive non relativiste, et joue le même rôle que la relation fondamentale de la dynamique
en mécanique classique. Elle est utilisée en physique et dans la majeure partie de la chimie
pour résoudre les problèmes liés à la structure atomique de la matière. C’est un outil mathéma-
tique extrêmement puissant et la base de la mécanique ondulatoire. Cependant en mécanique
quantique afin de comprendre les propriétés des atomes, des molécules et des solides la tâche
principale est de résoudre l’équation de Schrödinger en déterminant les fonctions propres de
l’hamiltonien,

ĤΨ = EΨ, (III.1)

Ψ indique la fonction d’onde, tandis que E représente l’énergie totale du système et Ĥ l’opéra-
teur hamiltonien.
Ainsi, notre point de départ est l’hamiltonien à plusieurs corps constitué des électrons et des
noyaux,

Ĥ = − ℏ2

2me

∑
i

∇2
i −

∑
I

ℏ2

2MI
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I + 1

2
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(III.2)

avec

T̂ = − ℏ2

2me
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(III.3)

dans ces équations, les électrons sont désignés par les indices en minuscule et les noyaux de
charges ZI et de masses MI , désignés par les indices en majuscule. Trois types d’interaction
entre ces composantes contribuent donc au terme du potentiel V̂ :
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— Interaction noyau-noyau : Les noyaux sont considérés comme des particules classiques
qui interagissent via la force de Coulomb. Cette contribution est assez difficile à calculer
pour un solide, mais il existe un moyen pratique de traiter cette somme, appelée la
somme d’Ewald [210].

— Interaction électron-noyau : Il s’agit d’une interaction coulombienne impliquant un élec-
tron à la fois. Les électrons sont considérés comme des particules quantiques, cette inter-
action se comporte donc comme un potentiel monocorps externe agissant sur les électrons
restants.

— Interaction électron-électron : Il s’agit à d’une interaction coulombienne impliquant des
paires d’électrons. C’est cette partie de l’hamiltonien qui rend le problème des systèmes
à plusieurs corps si difficile, ou impossible à résoudre dans certains cas. Presque toutes
les méthodes de calcul de structure électronique ont recours à des approximations qui
simplifient l’interaction électron-électron. La qualité du calcul utilisé pour un système
dépend de la façon dont cette approximation est choisie.

En théorie, le terme d’énergie cinétique T̂ est la somme des énergies cinétiques d’électrons et
des noyaux. Cependant, comme les ions sont plusieurs dizaines de milliers de fois plus lourds
que les électrons, leur contribution à l’énergie cinétique est généralement négligée. C’est l’ap-
proximation de Born-Oppenheimer [211]. Une autre façon d’énoncer cette approximation est
que l’échelle de temps du mouvement des électrons est beaucoup plus grande que celui des
noyaux, par conséquent, le temps de réponse des électrons à toute modification de la position
des noyaux est considéré comme immédiat, ainsi pour les électrons les noyaux sont presque
immobiles, alors que dans la situation inverse les électrons sont totalement délocalisés pour les
noyaux, ainsi le mouvement électronique est découplé du mouvement nucléaire. Dans le cadre
de l’approximation de Born-Oppenheimer, seuls les électrons ont une "identité quantique" dans
le problème à résoudre.
En ignorant l’énergie cinétique nucléaire, on peut écrire l’hamiltonien fondamental de la théorie
de la structure électronique comme :

Ĥ = T̂ + V̂ext + V̂int + EII . (III.4)

Remaque : Les effets magnétiques peuvent être ajoutées à l’hamiltonien en modi-
fiant la partie cinétique comme mentionnée dans l’Équation II.14.
Si nous adoptons les unités atomiques de Hartree ℏ = me = e = 4π/ϵ0 = 1, alors les termes
peuvent être écrits sous une forme plus simple.
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III.1 Équation de Schrödinger à plusieurs corps

L’opérateur d’énergie cinétique pour les électrons T̂ devient

T̂ = −1
2
∑

i

∇2
i , (III.5)

V̂ext est le potentiel agissant sur les électrons dus aux noyaux,

V̂ext = −
∑
i,I

VI (|ri − RI |) , (III.6)

alors que V̂int représente l’interaction électron-électron,

V̂int = 1
2
∑
i ̸=j

1
|ri − rj|

(III.7)

et le terme final EII est l’interaction classique des noyaux les uns avec les autres et de tout
autres termes qui contribuent à l’énergie totale du système mais ne sont pas liés aux problèmes
de la description des électrons.
L’énergie totale est la valeur moyenne de l’hamiltonien III.4, s’écrit comme :

E = ⟨Ψ| Ĥ |Ψ⟩
⟨Ψ |Ψ⟩

≡
〈
Ĥ
〉

=
〈
T̂
〉

+
〈
V̂int

〉
+
〈
V̂ext

〉
+ EII . (III.8)

Subséquemment, la fonction d’onde qui s’exprime en fonction des positions électronique et
nucléaire, s’écrit donc comme le produit directe de deux fonctions d’ondes :

Ψ (r1, r2, · · · , rn; R1,R2, · · · ,RN) = Ψ (ri; R) = Ψe (ri; R) · ΨN (R) . (III.9)

Par cette séparation, on s’en sort donc avec deux équations de Schrödinger :

ĤN (R) ΨN (R) = EIIΨN (R) = EN (R) ΨN (R)
Ĥee (ri; R) Ψe (ri; R) =

(
T̂ + V̂ext + V̂int

)
Ψe (ri; R) = Ee (ri; R) Ψe (ri; R)

, (III.10)

Dans l’équation III.10, la première ligne est l’équation de Schrödinger nucléaire qui décrit les
translations, rotations et vibrations du cristal, alors que, la deuxième ligne est l’équation de
Schrödinger qui décrit le mouvement électronique, à l’intérieur du cristal ou du molécule, par
la résolution de cette équation on peut trouver les états fondamentaux et excités du système
ainsi que leurs énergies et nombreuses informations utiles sur les propriétés moléculaires telles
que les moments dipolaires, la polarisation ..., dans ces équations la position nucléaire R est
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un paramètre fixe.
Bien que l’hamiltonien à plusieurs corps dans l’équation III.4 semble très simple, sa solution
exacte est une tâche impossible pour les systèmes ayant plus que quelques électrons. Plusieurs
méthodes ont été conçues pour trouver des approximations précises. Il existe deux grandes
classes de méthodes basées sur la fonction d’onde et sur la densité, chacune de ces classes étant
subdivisée en différentes approches.

1. Méthodes basées sur la fonction d’onde : une forme explicite pour la fonction d’onde est
écrite et les observables sont calculées en utilisant cette fonction d’onde.

(a) Perturbatives : Moller-Plesset [212], méthodes schématiques [213]...

(b) Variational : Hartree-Fock [214] ...

2. Méthodes basées sur la densité : la focalisation est déplacée de la fonction d’onde vers
la densité électronique. La fonction d’onde ne s’écrit pas explicitement.

(a) Approximation de Thomas-Fermi [215, 216].

(b) La théorie de la densité fonctionnelle (DFT) [217].

2 Méthode de Hartree-Fock

Bien que les méthodes basées sur la fonction d’onde ne soient pas l’objectif principal de
cette thèse, mais néanmoins, nous prendrons un bref aperçu sur la méthode d’Hartree-Fock,
afin de comprendre comment cette dernière fonctionne, et comparez-la avec la DFT.
Pour le moment, nous ne considérons que l’hamiltonien électronique de l’équation III.4, qui est
juste

Ĥe = T̂ + V̂ext + V̂int = −1
2
∑

i

∇2
i −

∑
i,I

ZI

(|ri − RI |) + 1
2
∑
i ̸=j

1
|ri − rj|

, (III.11)

La théorie d’Hartree-Fock (1928) [214], a été développée pour résoudre l’équation de Schrö-
dinger électronique III.10 qui résulte de l’approximation de Born-Oppenheimer et corrigé les
difficultés proviennent de cette dernière.
L’idée de base de la théorie d’Hartree-Fock est la suivante. En invoquant que les électrons n’in-
teragissent pas entre eux (c’est-à-dire que V̂int = 0), l’hamiltonien serait donc séparable, et la
fonction d’onde électronique totale Ψe (r; R) décrivant les mouvements des électrons serait sim-
plement le produit directe des fonctions d’onde du cristal (orbitales), connu comme le produit
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III.2 Méthode de Hartree-Fock

d’Hartree.
Ψe (r; R) = ϕσ

1 (r1)ϕσ
2 (r2) · · · ϕσ

n (rn) =
∏

i

ϕσ
i (ri) (III.12)

où σ représente le spin de l’électron. Comme c’est déjà mentionné, la méthode d’Hartree-Fock
est une approche variationnelle basée sur la fonction d’onde. Bien qu’elle s’agit d’une technique
à plusieurs corps, l’approche suivie est celle d’une "image" à une seule particule, c’est-à-dire que
les électrons sont considérés comme occupants des orbitales à une seule particule qui constitue
la fonction d’onde. De toute évidence, prétendre que les électrons s’ignorent et n’interagissent
pas entre eux est une approximation assez défaillante. C’est pourquoi on suppose que chaque
électron sent la présence des autres électrons indirectement à travers un potentiel effectif, et
que les électrons n’interagissent que via ce potentiel. Ainsi, chaque orbitale est affectée par la
présence d’électrons dans les autres orbitales. Avec cette définition, tous les calculs électroniques
sans interaction impliquent la résolution d’une équation de type Schrödinger

Ĥeffϕ
σ
i (ri) =

[
−1

2∇2
i + V σ

eff (r)
]
ϕσ

i (ri) = εσ
i ϕ

σ
i (ri) , (III.13)

avec V σ
eff (r) est un potentiel effectif qui agit sur chaque électron de spin σ au point r, et εσ

i

c’est l’énergie du niveau électronique ϕσ
i (ri) , l’énergie électronique totale s’écrit donc comme

la somme de ces énergies des niveaux atomiques :

Ee =
∑

i

εσ
i . (III.14)

Bien que ces équations d’Hartree soient numériquement résolubles, cette approximation ne
parvienne pas à saisir un élément essentiel de la physique qui est le principe d’exclusion de
Pauli et ne prend pas en considération le fait que l’éleectron soit un fermion, ce qui exige que
la fonction d’onde à plusieurs corps doive être antisymétrique en ce qui concerne l’échange des
coordonnées des électrons,

Ψ (r1, r2, · · · , ri, · · · , rj, · · · , rn; R) = −Ψ (r1, r2, · · · , rj, · · · , ri, · · · , rn; R) (III.15)

En (1930) Fock [218] a établi une rectification complémentaire afin de contourner ce problème.
Dans cette approche, on écrit la fonction d’onde comme un déterminant totalement antisymé-
trique pour un nombre fixe d’électrons et on trouve le seul déterminant qui minimise l’énergie
totale pour l’hamiltonien III.4, la fonction d’onde déterminante peut être écrite comme un
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déterminant de Slater

Ψ = 1√
n!

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

ϕ1 (r1, σ1) ϕ1 (r2, σ2) · · · ϕ1 (rn, σn)
ϕ2 (r1, σ1) ϕ2 (r2, σ2) · · · ϕ2 (rn, σn)

... ... · · · ...
ϕn (r1, σ1)

... · · · ϕn (rn, σn)

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣
(III.16)

où les ϕi (ri, σj) sont des Spin-orbites à une seule particule, chacune étant un produit de la
fonction de la position ϕσ

i (rj) et une fonction de la variable de spin αi (σj). Pour un nombre
arbitraire d’électrons, la fonctionnelle des fonctions d’onde III.16 peut être montré pour satis-
faire la condition d’antisymétrie désirée. Le déterminant de Slater peut alors être écrit comme

Ψ =
n!∑

i=1
(−1)P (i1,i2,··· ,in) ϕi1 (r1, σ1)ϕi2 (r2, σ2) · · ·ϕin (rn, σn) , (III.17)

où les indices i1,i2,· · · ,in prennent des valeurs comprises entre 1 et n et le terme −1 se rap-
porte à l’ordre d’apparition des indices d’orbitaux dans le terme. Le terme prend un -1 si la
permutation est impaire et +1 si elle est paire. la forme des orbitaux ϕi (ri, σj) est trouvée
à la suite de la procédure de minimisation associée au principe variationnel. Afin de réaliser
cela, la valeur moyenne de l’hamiltonien III.11 pour cette fonctionnelle doit être calculée avec :
EH = ⟨Ψ| Ĥe |Ψ⟩ .

3 Théorie de la fonctionnelle de la densité (DFT)

Comme nous avons vu dans la section 1, résoudre l’équation de Schrödinger à plusieurs
particules pour la fonction d’onde à l’état fondamental et pour l’énergie deviennent une tâche
complexe, même pour les plus petits systèmes, or la fonction d’onde Ψ (r1, r2, · · · , rN) contient
3N degrés de liberté, en général. Une voie alternative à la solution directe de l’équation de
Schrödinger est de mettre l’accent sur une observable fondamentale de la fonction d’onde, qui
est la densité d’état des particules n (r). Par conséquent, on peut avoir un formalisme différent
de celui de Schrödinger, ou la connaissance complète de Ψ peut être omise, ce qui conduira à
un calcul pratique des propriétés des matériaux.

3.1 Définition de densité

Pour un système à plusieurs particules, la densité d’état n (r) est obtenue en calculant la
valeur moyenne de l’opérateur de densité d’une seule particule n̂ (r) = ∑

i=1···N δ (r − ri) pour
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la fonction d’onde à plusieurs corps. On constate que la fonction d’onde Ψ est normalisée, n (r),
s’écrit alors comme :

n (r) = ⟨Ψ| n̂ (r) |Ψ⟩ = ∑
i=1···N

�
δ (r − ri) |Ψ (r1, r2, · · · , rN)|2 dr1dr2 · · · drN

=
�

|Ψ (r, r2, · · · , rN)|2 dr2dr3 · · · drN +
�

|Ψ (r1, r, · · · , rN)|2 dr1dr3 · · · drN + · · ·
= N

�
|Ψ (r, r2, · · · , rN)|2 dr2dr3 · · · drN ,

(III.18)

où l’intégration de la densité électronique sur tout l’espace donne le nombre d’électrons
�
drn (r) = N. (III.19)

De même on peut définir une densité n2 (r, r′) de deuxième ordre, qui est la probabilité de
trouver un électron a la position r, étant donné qu’un deuxième électron existe au point r′,

n2 (r, r′) = ∑
i ̸=j

�
δ (r − ri) δ (r′ − rj) |Ψ (r1, r2, · · · , rN)|2 dr1dr2 · · · drN

=
�

|Ψ (r, r′, r3, · · · , rN)|2 dr3 · · · drN +
�

|Ψ (r, r2, r′, · · · , rN)|2 dr2dr4 · · · drN + · · ·
= N (N − 1)

�
|Ψ (r, r′, · · · , rN)|2 dr3 · · · drN .

(III.20)

3.2 Théorèmes de Hohenberg-Kohn

Le principe fondamental de la (DFT) est que toutes les propriétés d’un système composé de
nombreuses particules en interaction peut être considérée comme une fonctionnelle de la den-
sité d’état fondamental n0 (r), c’est cette fonction scalaire qui détermine en principe toutes
les informations des fonctions d’onde à plusieurs corps pour l’état fondamental et tous les états
excités. Les preuves d’existence de tels fonctionnels sont données dans les travaux originaux
d’Hohenberg et Kohn [219] et de Mermin [220]. Cependant, ils ne fournissent aucune indica-
tion quant à la construction des fonctionnelles, et aucune fonction exacte n’est connue pour un
système de plus d’un électron. La (DFT) resterait une curiosité mineure aujourd’hui si Kohn
et Sham [219] n’avaient pas développé leur approche qui a permis de créer des fonctionnelles
utiles et approximatives à l’état fondamental des systèmes réels.
La (DFT) est basée sur deux théorèmes prouvés Hohenberg et Kohn [219].

1. Théorème I : Pour tout système de particules en interaction dans un potentiel externe
Vext (r) (équation III.6), la densité est déterminée de manière unique, c’est-à-dire Vext (r)
est une fonctionnelle unique de la densité, et il est déterminé uniquement par la densité
des particules dans l’état fondamental n0 (r).
Supposons qu’il existe deux potentiels externes différents, V (1)

ext (r) et V (2)
ext (r), dont la
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différence n’est pas une constante et qui conduisent à la même densité d’état fondamental
n0 (r). Les deux potentiels externes appartiennent à deux hamiltoniens différents, Ĥ(1)

et Ĥ(2), qui donnent des fonctions d’onde d’état fondamental différentes, Ψ(1) et Ψ(2),
qui sont supposées avoir la même densité d’état fondamental n0 (r).
En raison du principe variationnel [221], aucune fonction d’onde ne peut donner une
énergie inférieure à l’énergie de Ψ(1) pour Ĥ(1). C’est-à-dire

E(1) =
〈
Ψ(1)

∣∣∣Ĥ(1)
∣∣∣Ψ(1)

〉
<
〈
Ψ(2)

∣∣∣Ĥ(1)
∣∣∣Ψ(2)

〉
. (III.21)

En supposant que l’état fondamental ne dégénère pas, l’inégalité est strictement valable.
Comme nous avons des densités d’état fondamental identiques pour les deux hamilto-
niens, nous pouvons réécrire la valeur moyenne dans III.21 comme

〈
Ψ(2)

∣∣∣Ĥ(1)
∣∣∣Ψ(2)

〉
=
〈
Ψ(2)

∣∣∣Ĥ(2)
∣∣∣Ψ(2)

〉
+
�
dr
[
V

(1)
ext (r) − V

(2)
ext (r)

]
n0 (r) , (III.22)

de sorte que
E(1) < E(2) +

�
dr
[
V

(1)
ext (r) − V

(2)
ext (r)

]
n0 (r) , (III.23)

Par contre, si nous considérons E(2) exactement de la même manière, nous retrouvons
la même équation avec les indices (1) et (2) interchangés,

E(2) < E(1) +
�
dr
[
V

(2)
ext (r) − V

(1)
ext (r)

]
n0 (r) , (III.24)

l’addition des équations III.23 et III.24 donne,

E(1) + E(2) < E(2) + E(1), (III.25)

ce qui est clairement une contradiction. Ceci établit le résultat souhaité : on ne peut pas
avoir deux potentiels externes différents, donnent lieu à la même densité d’état fonda-
mental non dégénérée. Par conséquence, la densité détermine uniquement le potentiel
externe.

2. Théorème II : La fonctionnelle de l’énergie universelle E [n (r)] peut être définie en
termes de densité, et la densité n (r) qui minimise cette fonctionnelle est la densité de
l’état fondamental n0 (r).
Étant donné que le potentiel externe Vext (r) est uniquement déterminé par la densité
n (r) et qu’à son tour, le potentiel détermine la fonction d’onde de l’état fondamental
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Ψ i({r})

V ext(r ) n 0(r )

Ψ 0({r})

HK

Figure III.1 – Les flèches indiquent la solution ordinaire de l’équation de Schrödinger où le potentiel
Vext (r) détermine tous les états du système Ψi ({r}), y compris l’état fondamental Ψ0 ({r}) et la densité
d’état fondamental n0 (r). La flèche HK est l’approche d’Hohenberg et Kohn, où, la densité détermine
uniquement le potentiel externe, et l’énergie totale du système est minimisée, par rapport à la fonction de
densité n (r) [222].

uniquement, tous les autres éléments observables du système, tels que l’énergie cinétique,
sont déterminés de manière unique. On peut écrire alors l’énergie comme fonctionnelle
de la densité. La fonctionnelle de l’énergie totale s’écrit alors :

EHK [n] = T [n] + Eint [n] +
�
drVext (r)n (r) + EII

≡ FHK [n] +
�
drVext (r)n (r) + EII

(III.26)

FHK [n] = T [n] + Eint [n] , (III.27)

où FHK [n] est une fonctionnelle universelle avec laquelle on traite l’énergie cinétique et
potentielle pour tous les systèmes de la même manière.
Considérons maintenant un système avec la densité d’état fondamental n(1) (r) corres-
pondant au potentiel externe V (1)

ext (r). Dans l’état fondamental, l’énergie est définie par
la densité n(1) (r) de l’état fondamental,

E(1) = EHK

[
n(1)

]
=
〈
Ψ(1)

∣∣∣Ĥ(1)
∣∣∣Ψ(1)

〉
. (III.28)

Considérons maintenant une densité différente, disons n(2) (r), qui correspond à une
fonction d’onde différente Ψ(2). Selon le principe variationnel, la densité différente, n(2) (r)
donnera une énergie plus élevée

E(1) =
〈
Ψ(1)

∣∣∣Ĥ(1)
∣∣∣Ψ(1)

〉
<
〈
Ψ(2)

∣∣∣Ĥ(1)
∣∣∣Ψ(2)

〉
= E(2). (III.29)

Il en résulte que si la fonctionnelle FHK [n] est connue, alors en minimisant l’énergie
totale du système III.26, par rapport à la fonction de densité n (r) , on trouverait la
densité et l’énergie de l’état fondamental.

135



Chapitre III. Calcul de structure électronique : Cadre théorique

Le schéma III.1 représente et résume l’approche d’Hohenberg et Kohn.

3.3 Énergie totale en termes de densité et système auxiliaire de
Kohn-Sham

Comme c’est déjà mentionné, notre objectif en théorie de la densité fonctionnelle est d’éli-
miner la fonction d’onde en écrivant tous les éléments constituant l’énergie totale de l’état
fondamental du système électronique en termes de densité, pour qu’on puisse minimiser l’éner-
gie électronique par rapport à cette dernière et pour obtenir l’énergie de l’état fondamental
et la densité électronique correspondante. La valeur moyenne de l’opérateur de l’interaction
noyau-électron V̂ext dans l’équation III.11, est donc :

Eext = ⟨Ψ (r, r2, · · · , rN)| V̂ext |Ψ (r, r2, · · · , rN)⟩

= −∑
i,I

�
ZI

(|ri−RI |) |Ψ (r1, r2, · · · , rN)|2 dr1dr2 · · · drN

= −∑
I


�

ZI

(|r1−RI |) |Ψ (r1, r2, · · · , rN)|2 dr1dr2 · · · drN

+�
ZI

(|r2−RI |) |Ψ (r1, r2, · · · , rN)|2 dr1dr2 · · · drN + · · ·



= −∑
I


�

ZI

(|r1−RI |)dr1
�

|Ψ (r1, r2, · · · , rN)|2 dr2 · · · drN

+�
ZI

(|r2−RI |)dr2
�

|Ψ (r1, r2, · · · , rN)|2 dr1dr3 · · · drN + · · ·



= − 1
N

∑
I

[�
ZI

(|r1−RI |)n (r1) +
�

ZI

(|r2−RI |)n (r2) + · · ·
]

= −∑
I

�
n (r) ZI

(|r−RI |)dr =
�
n (r)Vextdr

, (III.30)

On arrive donc à une forme fonctionnelle linéaire simple Eext [n (r)]. De même l’énergie de
l’opérateur interaction électron-électron V̂int dans l’équation III.11, s’écrit :

Eint = 1
2

� �
drdr′n

2 (r, r′)
|r − r′|

. (III.31)

C’est ce terme qui rend le problème de plusieurs particules très difficile à résoudre. Si nous
connaissons la probabilité n2 (r, r′), nous serons alors en mesure de résoudre le problème avec
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précision. Avec cette situation qu’on a, nous sommes obligés de faire une approximation. Ce-
pendant, si les deux électrons étaient complètement non corrélés, alors la densité n2 (r, r′) dans
l’équation III.31 serait juste le produit de densités d’une seule particule,

n2 (r, r′) = n (r)n (r′) + ∆n2 (r, r′) , (III.32)

où ∆n2 (r, r′) est la mesure de corrélation, l’équation III.31 devient alors,

Eint = 1
2

� �
drdr′n (r)n (r′)

|r − r′|
+ ∆Eint, (III.33)

le second terme vient évidemment de la correction dans l’équation III.32.
L’énergie cinétique pose un problème encore plus important. Puisque l’opérateur d’énergie
cinétique contient un opérateur de dérivation, il n’est pas possible donc de l’écrire en termes
de densité.

T = −1
2

�
drΨ∗ (r, r2, · · · , rN) ∇2Ψ (r, r2, · · · , rN) . (III.34)

Pour contourner ce problème d’énergie cinétique, nous posons l’une des hypothèses clés de la
DFT. Nous supposons que la densité peut être écrite comme la somme des carrés de la norme
d’une collection d’orbitales à une seule particule,

Ψ (r) = ∑
n cnϕn(r)

n (r) = ∑
n |ϕn(r)|2

. (III.35)

Ces orbitales s’appellent les orbitales de Kohn-Sham [223] et ils sont initialement complète-
ment spécifiés de la même manière que dans les orbitales dans le déterminant de Slater III.16
dans le formalisme d’Hartree-Fock. Avec cette approche, on a donc au lieu d’un système à
plusieurs particules en interactions, un système auxiliaire d’orbitales à une seule particule avec
la même densité d’état fondamental n0 (r) que le système réel. L’approche de Kohn-Sham im-
plique alors des particules indépendantes, mais une densité en interaction.
Écrivons donc la densité comme dans l’équation III.35, l’énergie cinétique s’écrit donc comme la
somme des énergies cinétiques des orbitales de Kohn-Sham. Cependant, cela ne va évidemment
pas être égal à l’énergie cinétique du système réel. Nous exprimons alors l’énergie cinétique en
tant que somme des énergies cinétiques des particules libres plus une correction ∆T

Ts = −1
2
∑

n

�
drϕ∗

n (r) ∇2ϕn (r) + ∆T. (III.36)
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Enfin, en mettons tous les termes ensemble, l’énergie totale de l’état fondamental peut être
écrite comme

E = −1
2
∑

n

�
drϕ∗

n (r) ∇2ϕn (r) +
�
n (r)Vextdr + 1

2

� �
drdr′n (r)n (r′)

|r − r′|
+ ∆T + ∆Eint.

(III.37)
L’énergie cinétique telle qu’elle est écrite ne peut pas être différenciée directement par rapport
à n (r) mais elle peut être minimisée par rapport aux orbitales de Kohn-Sham, ce qui est
équivalent à minimiser par rapport à n (r).
Maintenant, la seule chose qui reste à faire est d’écrire les deux derniers termes (corrections),
en termes de densité. En DFT, ces termes supplémentaires, ∆Eint et ∆T jouent un rôle crucial.
La somme de ces deux termes appelée énergie d’échange-corrélation.

EXC = ∆Eint + ∆T. (III.38)

L’origine de ce terme est la différence entre un système de N particules en interaction et libre.
Plus précisément, l’origine de l’énergie d’échange est la répulsion (principe d’exclusion) de Pauli,
c’est a dire l’énergie libérée lorsque deux ou plusieurs électrons ayant le même spin échangent
leurs positions dans les orbitales dégénérées. Alors que l’origine de l’énergie de corrélation est
la répulsion entre électrons. Tous les termes difficiles dans les systèmes à plusieurs corps sont
incorporés donc dans la fonctionnelle d’échange-corrélation. Pour trouver ce terme, nous nous
en remettrons à certaines approximations. Par voie de conséquence la qualité d’un calcul DFT
est déterminée par quel point le terme approximatif d’échange-corrélation se rapproche de la
valeur exacte. Ainsi, par cette approximation, l’énergie totale peut être écrite comme.

EKS = −1
2
∑

n

�
drϕ∗

n (r) ∇2ϕn (r) dr +
�
n (r)Vextdr + 1

2

� �
drdr′ n(r)n(r′)

|r−r′| + EXC .

= Ts [n] +
�
n (r)Vextdr + EHartree [n] + EXC .

(III.39)

En résolvant cette équation, on trouve la densité d’état fondamentale et l’énergie du système
original avec une précision limitée aux approximations du fonctionnel d’échange-corrélation.

3.4 Équations variationnelles de Kohn-Sham

La solution du système auxiliaire de Kohn-Sham pour l’état fondamental peut être considé-
rée comme le problème de la minimisation par rapport à la densité n (r). Puisque l’énergie Ts

(Équation. III.36) est explicitement exprimée comme une fonctionnelle des orbitales alors que
tous les autres termes sont considérés comme fonctionnels de la densité n (r), nous pouvons
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Ψ i({r})

V ext(r ) n 0(r )

Ψ 0({r})

HK

φ n(r )

VKS(r )n 0(r )

φ n=1,N({r})

HK 0KS

Figure III.2 – HK0 désigne le théorème de Hohenberg-Kohn appliqué au un système sans interaction.
La flèche KS est la connexion dans les deux sens entre les systèmes en interaction et les systèmes à particules
indépendantes [222].

utiliser la règle de dérivation en chaine pour les dérivées fonctionnelles.

δEKS

δϕ∗
i (r) = δTs

δϕ∗
i (r) +

[
δEext

δn(r) + δEHartree

δn(r) + δEXC

δn(r)

]
δn(r)

δϕ∗
i (r) = ϵiϕi (r)

−1
2∇2ϕi (r) +

[
Vext (r) +

�
dr′ n(r′)

|r−r′| + VXC (r)
]
ϕi (r) = ϵiϕi (r)

, (III.40)

avec
VH (r) =

�
dr′ n (r′)

|r − r′|
(III.41)

L’équation III.40 est en fait un système d’équations qui, une fois résolues, représentent le
système à plusieurs particules en termes d’orbitales à une seule particule. Chacune de ces
équations ressemble à une équation de Schrödinger,

[
T̂ + VKS (r)

]
ϕi (r) = HKSϕi (r) = ϵiϕi (r) . (III.42)

L’équation III.42 est connue sous le nom de Kohn-Sham, où VKS (r), est défini comme étant
la somme des termes Vext (r), VH (r) et VXC (r), dépend de la densité et indirectement des
orbitales. En conséquence, nous avons une situation inhabituelle selon laquelle toute modifi-
cation des orbitales affecte également le potentiel dont elles dépendent. Cette contradiction
est résolue en résolvant le système d’équations de Kohn-Sham de manière auto-cohérente
(self-consistently). On peut résumer tout cette approche par le schéma III.2.

3.5 Fonctionnelles d’échange-corrélation

Dans le passage précédent, les fondements de la méthode Kohn-Sham et de la DFT ont été
expliqués sans se référer aux formes spécifiques de fonctionnelles d’échange-corrélation utilisées.
La fonctionnelle d’échange-corrélation est la seule partie approximée dans l’équation de Kohn-
Sham, cette fonctionnelle est donc la quantité cruciale dans cette dernière approche et dans
l’énergie d’échange-corrélation EXC , cependant il est difficile d’évaluer la fiabilité de la méthode
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LDA[n]

VWNC, DX, 

etc.

GGA[n,  n]

 Δ

B88X, LYPC, PW91XC

PBEXC, revPBEXC, etc.

Hybrid GGA

[n,  n,EX  ]

 Δ HF

B3LYPXC,

PBE0XC,

HSEXC, etc.

Meta GGA

[n,  n, τ ]

 Δ

LapC,

VS98XC,

PKZBXC, 

TPSSXC,

etc.

Fonctionnelle Semiemperique 

[n,  n,EX  , τ]HF Δ

B97XC, HCTHXC, 

B97 & Mx Series, etc.

Fonctionnelle Progressive 

PFX

OPC

Figure III.3 – Classification des principales fonctionnelles d’échange-corrélation. Les suffixes X et C
indiquent respectivement les fonctions d’échange et de corrélation [226].

de Kohn-Sham sans considérer spécifiquement la fonctionnelle d’échange-corrélation utilisée. Au
cours de ces 50 dernières années, des centaines de formes différentes sont apparues [224, 225]
et sont généralement organisées en familles comme on le voit sur la Figure. III.3, il en résulte
que les fonctionnelles d’échange-corrélation sont classées en fonction de leurs caractéristiques.
Sur cette Figure. on voit que les (LDA) dépend seulement de leur densité électronique, alors
que les (GGA) corrigeant les fonctionnelles (LDA) avec le gradient de densité ∇n, à leur tour
les méta-GGA, corrigent les (GGA) en ajoutant encore la densité d’énergie cinétique τ et ainsi
de suite.

Dans les développements passés des fonctionnelles d’échange-corrélation, les deux critères
suivants ont été soulignés [226] :

— Ils doivent satisfaire les conditions physiques fondamentales. Les fonctionnelles ont été
physiquement évalués sur la mesure dans laquelle ils satisfont aux conditions physiques
fondamentales pour chaque composante énergétique.

— Reproduire avec précision diverses réactions et propriétés pour une large gamme de mo-
lécules et de matériaux. Les fonctionnelles ont été évaluées numériquement sur la repro-
ductibilité des diagrammes de réaction et des constantes spectroscopiques des molécules.

Ces deux critères clairs ont contribué au développement actif des fonctionnelles. Cependant,
comme compromis provoqué par une sur-accentuation de ces critères pendant de nombreuses
années, nous trouvons un nombre énorme de fonctionnelles qui tentent d’améliorer la validité
physique avec des termes supplémentaires artificiels ou d’améliorer les précisions numériques
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avec de nombreux paramètres semi-empiriques. Pour résoudre ce problème, nous avons besoin
de nouveaux critères pour développer nos fonctionnelles [226] :

— Simplicité, avec un nombre minimum de paramètres. Cela clarifie la signification physique
des fonctionnels et simplifie l’explication des résultats calculés.

— Ne contenant aucun terme artificiel ajouté uniquement pour satisfaire des conditions fon-
damentales ou des propriétés physiques spécifiques. Les améliorations par des opérations
superficielles réduisent la polyvalence et l’applicabilité des fonctionnels en revanche.

— Prise en compte des corrections physiques sans opération supplémentaire. Car, si les
fonctionnels manquent de polyvalence pour prendre en compte toutes les corrections
physiques, sans modifier les paramètres, ils disparaitraient en peu de temps.

Par la suite, les parties à venir sont consacrés en particulier aux approximation de la densité
locale (LDA) et l’approximation à gradient généralisé (GGA).

3.5.1 Approximation de densité locale (LDA)

La plus ancienne et la plus populaire des fonctionnelles d’échange-corrélation qui a été pro-
posée la première fois par Kohn et Sham dans le même article où ils décrivaient leurs approches
[227], où ils ont souligné que les solides peuvent souvent être considérés comme proches à la
limite d’un gaz d’électrons homogènes, par ailleurs ils ont proposé que la fonctionnelle (LDA)
assume une forme simple qui est une fonctionnelle linéaire de la densité. Dans cette limite, les
effets de l’échange et de la corrélation ont un caractère local. Mathématiquement, ceci est écrit
comme [227] :

ELDA
XC [n] =

�
drn (r) ϵhom

XC (n (r))
=
�
drn (r)

[
ϵhom

X (n (r)) + ϵhom
C (n (r))

]
,

(III.43)

où ϵhom
XC (n (r)) est l’énergie d’échange-corrélation par chaque électron du gaz d’électrons homo-

gènes en interaction à un point r (la densité d’énergie d’échange-corrélation en chaque point
supposé être la même), cette quantité est une fonction qui ne dépend que de la densité n (r) dans
un voisinage du point r dont la contribution d’échange dans ϵhom

X (n (r)) est une fonctionnelle
de densité qui peut-être calculée analytiquement,

ϵhom
X (n (r)) = −3

4

( 3
π

)1/3 �
n (r)4/3 dr (III.44)
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Figure III.4 – échelle de Jacob des fonctionnelles d’échange-corrélation [233].

alors que la partie de corrélation est généralement tirée des simulations de Monte-Carlo quan-
tiques [228, 229], en général la forme paramétrique de corrélation est donnée par :

ϵhom
C (n (r)) =


0.311 ln (rs) − 0.048 + rs (0.0020 ln (rs) − 0.0116) Dans les systemes à densités élevée

1
2

(
g0
rs

+ g1

r
3/2
s

+ g2
r2

s
· · ·

)
Dans les systemes à densités faible

(III.45)
où, rs est le rayon de Wigner-Seitz lié à la densité 4

3πr
3
s = 1

n
, et g0, g1, g2 sont des paramètres.

Actuellement il existe plein d’autres paramétrisations, numériques ou/et analytiques pour ce
terme de corrélation comme celle de Hedin et Lundqvist [230] ou Perdew et al [231].
Pour les systèmes polarisés, on parle de la (LSDA : the local spin density approximation) l’ap-
proximation de la densité de spin locale ou l’énergie d’échange-corrélation dépend des densités
des spins up et down séparément ELSDA

XC

[
n↑ (r) , n↓ (r)

]
.

3.5.2 Approximation à gradient généralisé (GGA)

En 2001, John Perdew a proposé une belle idée sur la façon d’illustrer les familles des fonc-
tionnelles et leurs relations [232]. Il a ordonné ces familles comme des échelons dans une échelle
nommée l’échelle de Jacob des approximations d’échange-corrélation" cette échelle est soule-
vée jusqu’à ce qu’il arrive au "précision chimique" (Figure. III.4). Chaque échelon incorpore
les éléments de conception des échelons inférieurs, et plus encore. Lorsque nous montons à un
échelon supérieur, nous ne rejetons pas les échelons inférieurs, qui conservent leurs valeurs et
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leurs importances. Par contre, la précision et la sophistication des échelons supérieurs sont com-
plétées par la simplicité et la transparence des échelons inférieurs. Chaque échelon, ajoute donc
une dépendance à une autre quantité, augmentant ainsi la précision de la fonctionnelle mais
aussi la complexité numérique et le temps de calcul. Nous somme libres de choisir les échelons
appropriés à notre exigence de précision et nos ressources.
Au bas de l’échelle, nous trouvons la (LDA), qui dépend uniquement de la densité locale et
considère tous les systèmes comme homogènes. Cependant, les systèmes réels sont clairement
inhomogènes avec des champs électriques variant dans l’espace dû aux noyaux et aux effets
d’écran. Afin d’en tenir compte, une étape peut être prise au-delà de la (LDA) en incluant les
dérivées de la densité dans les fonctionnelles d’échange-corrélation, donc on passe au deuxième
échelon qui est occupé par la (GGA), où on ajoute maintenant les gradients de la densité qui
est une quantité semi-locale qui dépend d’une région infinitésimale autour de r. Une telle " Ap-
proximation d’expansion par gradient " a été suggéré dans l’article original de Kohn et Sham
[223], et par Herman et al. [233], en plus de plusieurs autres travaux.
Mathématiquement, ceci est écrit tel que [226] :

EGGA
XC [n] =

�
drn (r) ϵXC (n (r) ,∇n (r) , · · · )

=
�
drn (r) ϵhom

X (n (r))FXC (n (r) ,∇n (r) , · · · )
(III.46)

où FXC est un terme sans dimension qui peut s’écrit comme FXC = FX +FC et ϵhom
X (n (r)) est

l’énergie d’échange d’un gaz non-polarisé donnée comme,

ϵhom
X = − 3

4π

(9π
4

)1/3
/rs = −0.45816529

rs

, (III.47)

si on considère maintenant des gradients de densité réduits sans dimension de l’ordre m

sm = |∇mn|
(2kF )mn

= |∇mn|
2m(3π2)m/3(n)(1+m/3) ,

avec kF = 3 (2π/3)1/3 r−1
s et 4

3πr
3
s = 1

n

(III.48)

sm est proportionnel alors à la variation du mème ordre de la densité.
Pedrew et Burke ont poser une forme analytique des termes d’ordre les plus bas dans l’expansion
de FX [234] :

FX = 1 + 10
81s

2
1 + 146

2025s
2
2 + · · · (III.49)

De même, nombreuses formes pour FX (n, s), ont été proposées ; où les trois formes largement
utilisées sont celles de Becke (B88) [235], Perdew et Wang (PW91) [236], et Perdew, Burke et
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Enzerhof (PBE) [237]. La corrélation est plus difficile à définir en termes de fonctionnelle, mais
sa contribution à l’énergie totale est généralement beaucoup moins importante que l’échange
[222]. L’approximation d’expansion par gradient de plus bas ordre pour un système à densités
élevées a été déterminée par Ma et Brueckner [238] comme suit :

FC = ϵLDA
C (n)
ϵLDA

X (n)
(
1 − 0.21951s2

1 + · · ·
)
. (III.50)

Il y a beaucoup d’autres intuitions physique/chimique pour la création de la fonction ϵXC , ce
qui mène à différentes "saveurs" de (GGA). Les (GGA) largement utilisés peuvent désormais
fournir la précision requise pour que la (DFT) soit largement adoptée par la communauté scien-
tifique.

3.5.3 Corrections des fonctionnels : (DFT + U) et (SIC)

En utilisant des solutions DFT exactes, le but est toujours d’atteindre, au plus près, la des-
cription exacte de l’énergie totale du système. Malheureusement, atteindre cette description
d’énergie exacte est impossible et d’autres approximations doivent être employées. Il est géné-
ralement difficile de modéliser la dépendance de la fonctionnelle XC vis-à-vis de la densité de
charge électronique car le problème le plus persistant de l’approche de Kohn-Sham est qu’au-
cune approche systématique 1 n’a été mise au point pour améliorer les fonctionnelles d’échange
et de corrélation, par conséquent cette approche peut ne pas représenter correctement les ca-
ractéristiques à plusieurs corps de l’état fondamental à N électrons. Le problème est plus sévère
dans les matériaux dans lesquels les électrons ont tendance à être localisés et à interagir forte-
ment, tels que les oxydes de métaux de transition et les terres rares. Ces systèmes présentent des
phénomènes associés à la corrélation tels que la transitions métal-isolant, le comportement des
fermions lourds et supraconductivité à haute température. Pour ces systèmes, une description
incorrecte de la structure électronique induit le soi-disant "problème de bande interdite", qui
à son tour, impose des difficultés à utiliser la DFT pour prédire avec précision les interactions
intermoléculaires, les énergies de formation et les états de transition [240, 241].
Par exemple, dans le cas des isolants de Motte, dont ces types de matériaux sont censés d’être
conducteurs, alors qu’ils présentent un comportement isolant lorsqu’ils sont mesurés expéri-

1. Dans une approche systématique on considère des systèmes complexes en prenant en compte plusieurs
occurrences d’instabilités, fluctuations, chaos, désordres, imprécision , contradictions, ambigüités, paradoxes.
[239]
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mentalement 2. Les fonctionnelles d’échange-corrélation les plus couramment utilisées, (LDA,
GGA ...) échouent de façon spectaculaire dans la prédiction du caractère isolant de ce type
de matériaux, et fournissent également une représentation assez médiocre des autres propriétés
physiques, y compris leurs structures cristalline d’équilibre, leurs moments magnétiques, leurs
spectres vibratoire... [243, 244]
En général, ces problèmes peuvent être attribués à la tendance de la plupart des fonction-
nelles d’échange-corrélation à "sur-délocaliser" les électrons de valence et à "sur-stabiliser" les
électrons de coeur [243, 244]. D’autres inexactitudes des fonctionnelles d’échange-corrélation se
présentent, là où on mentionne l’estimation imprécise des interactions d’échange, et l’annula-
tion incomplète des autos-interactions électroniques contenue dans les interactions colombiennes
classiques terme Hartree qui stipule qu’un "fragment" restant du même électron est toujours
là et peut induire une auto-interaction supplémentaire, induisant par conséquent une délocalisa-
tion des fonctions d’onde [243, 244]. Pour cette raison, les fonctionnelles hybrides ont été formu-
lées pour inclure une combinaison linéaire d’un certain nombre de fonctions d’échange exactes
de densité XC et HF (Figure. III.3), c’est-à-dire sans auto-interaction, en éliminant l’auto-
interaction supplémentaire des électrons grâce à l’introduction explicite d’un terme d’échange
de Fock. Cependant, cette méthode est couteuse en calcul et n’est généralement pas pratique
lorsque des systèmes plus grands et plus complexes sont étudiés.
Des efforts de recherche cohérentes ont été déployés afin de formuler des fonctionnelles plus
précises, en utilisant des approches correctives où des alternatives aux fonctionnelles XC afin
d’incorporer les effets complexes qui devraient être importants pour les critères physiques. L’ap-
plicabilité de ces alternatives et corrections dépend fortement du type de système étudié, de sa
taille et de sa complexité, et du coût de calcul requis. En plus, ces corrections ont des significa-
tions physiques claires en commun les unes avec les autres, elles sont distinctement différentes
des termes empiriques qui sont ajoutés simplement pour améliorer la capacité à reproduire une
propriété physique particulière. Il est donc possible de déterminer si l’effet physique correspon-
dant est préalablement inclus dans une fonctionnelle d’échange-corrélation et d’effectuer une
correction pour la fonctionnelle si elle n’a pas déjà été incluse. Les deux approches correctives
les plus utilisées pour corriger ces problèmes sont les approches SIC et DFT+U.

2. Pour les isolants de Motte, le caractère isolant de l’état fondamental provient de la forte répulsion cou-
lombienne entre les électrons qui, prévalant sur leur énergie cinétique et les oblige à se localiser sur des orbitales
de type atomique (localisation de Mott) [242]
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A. DFT+U

L’idée sur laquelle repose la DFT+U est assez simple. Elle consiste à décrire les états élec-
troniques "fortement corrélés" d’un système (typiquement, les orbitales d ou f localisées) en
utilisant le modèle d’Hubbard, alors que le reste des électrons de valence sont traités au niveau
des fonctionnelles de DFT standard. La correction DFT+U s’est avérée aussi fiable que d’autres
méthodes. En corrigeant avec succès la structure électronique du système étudié à l’aide de la
correction U, d’autres prédictions précises des interactions intermoléculaires et des énergies de
formation peuvent être atteintes [243, 244]. De plus, la correction U peut encore améliorer la
description des propriétés physiques, autres que la structure électronique, y compris les pro-
priétés magnétiques et structurelles des systèmes corrélés, l’énergétique du transfert d’électrons
et les réactions chimiques.
Le succès relatif de la méthode DFT+U est lié à son approche directe pour rendre compte des
interactions électroniques sous-estimées en ajoutant simplement un paramètre numérique réglé
semi-empiriquement "U" [243, 244]. Ce paramètre d’interaction peut être facilement contrôlé,
faisant de la méthode DFT+U un outil pour donner une évaluation qualitative de l’influence
des corrélations électroniques sur les propriétés physiques d’un système. La DFT+U est implé-
mentés sur les codes de DFT existants (LDA,GGA,...), ce qui le rend légèrement plus lourd en
calcul que les calculs DFT standard [243, 244]. Le paramètre de correction U est implémentée
de façon, qu’il peut-être soit formulé à partir des premiers principes, où réalisé de manière em-
pirique en ajustant la valeur U, tout en recherchant un accord avec les résultats expérimentaux
des propriétés physiques du système.
Dans les systèmes fortement corrélés, le potentiel coulombien responsable de la localisation est
décrit par le terme d’Hubbard "U" , ainsi lorsque les électrons sont fortement localisés, ils ne
peuvent pas se déplacer librement entre les atomes et plutôt sauter d’un atome à un autre par
un mécanisme de "saut" entre les atomes voisins, avec une amplitude "t" proportionnelle à la
dispersion des états électroniques de valence (Figure. III.5). L’un des modèles les plus simples
qui ont été formulés pour décrire les systèmes corrélés est le modèle d’Hubbard [245]. Le
modèle Hubbard peut inclure la soi-disant répulsion sur site (on-site repulsion), qui dé-
coule de la répulsion coulombienne entre électrons aux mêmes orbitales atomiques, et peut donc
expliquer la transition entre le comportement conducteur et isolant des systèmes complexes.
Sur la base de ce modèle, le nouveau hamiltonien peut être formulé avec un terme d’Hubbard
additif qui décrit explicitement les interactions électroniques. L’hamiltonien d’Hubbard additif
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t

t t

t

t

U

Figure III.5 – Représentation des termes dans le hamiltonien de Hubbard. À gauche : le paramètre
de "saut" t. Droite : La répulsion sur site U.

peut être écrit sous sa forme la plus simple comme suit [243, 244] :

HHub = t
∑

⟨i,j⟩,σ

(
c†

i,σcj,σ + h.c.
)

+ U
∑

i

ni,↑ni,↓ (III.51)

Cet hamiltonien dépend des deux termes t et U, avec ⟨i, j⟩ désignant les sites atomiques du
plus proche voisin, σ c’est le spin à chaque site et c†

i, , cj et ni sont des opérateurs électroniques
de création, d’annihilation et d’opérateur nombre pour les électrons de spin up/down sur le
site i, respectivement. En vertu de la forte localisation, la répulsion coulombienne n’est prise en
compte qu’entre les électrons sur le même atome par le terme U proportionnel au produit des
nombres d’occupations des états atomiques sur le même site. Le caractère isolant de ces système
se développe lorsque les électrons n’ont pas suffisamment d’énergie pour vaincre le potentiel de
répulsion des autres électrons sur les sites voisins, c’est-à-dire lorsque t << U. La capacité de
la DFT à prédire les propriétés électroniques est assez précise lorsque t >> U, tandis que pour
les valeurs U élevées, la DFT échoue de manière significative.

La DFT+U qui indique une correction "+ U" appliquée à une fonctionnelle DFT standard, où
l’idée sur laquelle elle se repose est assez simple et consiste à utiliser l’hamiltonien d’Hubbard
pour décrire des états électroniques fortement corrélés, tandis que le reste des électrons de
valence sont traités au niveau "standard" de l’approximation DFT. Dans LDA+U, l’énergie
totale d’un système peut s’écrire comme suit :

EDF T +U [n (r)] = EDF T [n (r)] + EHub

[{
nIσ

mm′

}]
− Edc

[{
nIσ

}]
(III.52)

Par conséquent, l’énergie totale du système (EDF T +U) est typiquement la somme de la fonc-
tionnelle d’énergie DFT standard et EHub pour tous les états et l’énergie de la fonctionnelle de
Hubbard qui décrit les états corrélés. En raison du terme d’Hubbard additif, il y aura une erreur
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de double comptage pour les états corrélés ; par conséquent, un terme de "double comptage"
(Edc) doit être déduit de l’énergie totale de DFT qui décrit les interactions électroniques dans
une sorte de champ moyen [243, 244]. Néanmoins, le terme Edc n’est pas défini d’une façon
unique et diverses formulations peuvent être appliquées à différents systèmes. La plus domi-
nante de ces formulations est la formulation FLL [226, 246, 247], qui est basé sur la mise en
œuvre de la limite entièrement localisée (Fully Localized Limit) dans laquelle chaque
orbitale localisée (par exemple atomique) est pleine ou complètement vide. Sur la base de cette
formulation, la DFT + U peut s’écrit :

EDF T +U [n (r)] = EDF T [n (r)] +
∑

I

UI

2
∑

mσ ̸=m′σ′
nIσ

m n
Iσ′

m′ − UI

2 nI
(
nI − 1

) . (III.53)

Dans cette équation nIσ
m = nIσ

mm′ , et nI = ∑
m,σ n

Iσ
m sont les nombres d’occupation des orbitales

localisées identifiés par l’indice de site atomique I, l’indice d’état m et le spin σ. Les deuxième et
troisième termes de la partie droite de cette équation représentent, respectivement, les termes
d’Hubbard et de double comptage de l’équation. III.52. Le nombre d’occupation est calculé
comme des projections des orbitales Kohn-Sham occupées (ϕσ

kν) sur les états d’un ensemble de
bases localisés (χI

m) [243, 244] :

nIσ
mm′ =

∑
k,ν

fσ
kν

〈
ϕσ

kν

∣∣∣χI
m′

〉 〈
χI

m |ϕσ
kν

〉
(III.54)

où fσ
kν sont les fonctions de Fermi-Dirac (Figure. I.21(b)) des états de Kohn-Sham (KS) (k ,

ν et σ sont, respectivement, les indices de k-points de bande et de spin). En utilisant cette
définition des occupations d’orbitales atomique, on peut définir l’action du potentiel correctif
d’Hubbard sur les fonctions d’onde de Kohn-Sham nécessaires au processus de minimisation
[243, 244] :

VDF T +U |ϕσ
kν⟩ = VDF T |ϕσ

kν⟩ +
∑
I,m

UI
(1

2 − nIσ
m

) ∣∣∣χI
m′

〉 〈
χI

m |ϕσ
kν

〉
. (III.55)

Bien que l’approche ci-dessus décrite dans l’équation. III.53 soit capable de capturer les effets
des fortes corrélations, elle n’est pas invariante sous la rotation de l’ensemble de la base d’or-
bitale atomique utilisé pour définir le nombre d’occupation de n dans l’équation. III.54. Cette
variation rend les calculs effectués défavorablement dépendants de la transformation unitaire
de l’ensemble des bases choisies. Par conséquent, une "formulation invariante par rotation" est
introduite, qui est invariante par transformation unitaire de la DFT + U [226]. Dans cette
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formulation, les interactions électroniques sont entièrement dépendantes de l’orbital, et donc
considérées comme la formulation la plus complète de la DFT + U. Cependant, une formu-
lation plus simple qui préserve l’invariance de rotation, et qui est théoriquement basée sur la
formulation invariante par rotation complète, s’est avérée aussi efficace. Sur la base de la forme
simplifiéede la DFT + U, il était habituel d’utiliser, au lieu du paramètre d’interaction U, un
paramètre U effectif : Ueff = U− J, où le paramètre "J" est connu comme le terme d’interaction
d’échange qui tient compte du couplage des règles de Hund. L’Ueff est généralement préféré
car le paramètre J s’avère crucial pour décrire la structure électronique de certaines classes de
matériaux, typiquement ceux soumis à un fort couplage [226].

B. Correction d’auto-interaction (SIC)
Les corrections d’auto-interaction (self-interaction corrections (SIC)) est l’une des

corrections les plus fréquemment utilisées dans la théorie fonctionnelle de la densité (DFT).
Comme nous l’avons mentionné précédemment, l’un des principaux problèmes de la DFT est la
sous-estimation des bandes interdites des semi-conducteurs. Ce problème de sous-estimation a
été attribué à l’erreur d’auto-interaction (SIE) des fonctionnelles d’échange pures. Basé sur le
principe d’exclusion de Pauli, la SIE se réfère aux interactions des électrons avec eux-mêmes qui
ne devraient pas essentiellement exister, cette erreur vient du fait que les autos-interactions dans
la partie de Coulomb et ceux dans la partie d’échange ne peuvent pas s’annuler exactement dans
l’équation de Kohn-Sham. Plus précisément, la SIE indique la somme des autos-interactions de
Coulomb et d’échange, qui reste due à l’utilisation de la fonctionnelle d’échange comme substitut
de l’intégrale d’échange d’Hartree-Fock dans la partie d’échange de l’équation de Kohn-Sham
(Équation III.39) [248],

∆ESIE =
N∑
i

(Jii + EXC [ni (r)]) (III.56)

avec Jii est l’auto-interaction de Coulomb de l’électron à l’iéme orbital, EXC est la fonctionnelle
d’énergie d’échange-corrélation, ni (r) est la densité électronique de l’iéme orbital et N est le
nombre d’électrons. Le rapport de la SIE dans les fonctionnelles d’échange est si grand qu’on a
attribué à cela la cause de la sous-estimation des bandes interdites [248].
Les corrections d’auto-interaction (SIC) ont été développées pour les atomes par Hartree aux
débuts de la mécanique quantique. En 1926, Hartree a suggéré une méthode pour calculer
les systèmes à plusieurs électrons (méthode d’Hartree), dans laquelle seules les interactions
électron-électron sont Coulombiennes. Dans la méthode de ce dernier les autos-interactions
de Coulomb, Jii dans l’Équation. III.56 sont excluent implicitement des calculs. Ce SIC est
ensuite incorporé en annulant les interactions de Coulomb et l’échange d’auto-interactions dans
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la méthode d’Hartree-Fock, développée en 1930 [249]. Ensuite, Fermi et Amaldi ont développé
une correction (SIC) pour la méthode de Thomas-Fermi, [250, 251] qui est considérée
comme la première DFT qui corrige les interactions de Coulomb. La forme bien connue de
cette correction est celle du potentiel de Coulomb [248] :

V F A
J = 2

(
1 − 1

n

) N∑
j

Ĵj [n] (III.57)

où Ĵj est l’opérateur de Coulomb de l’interaction avec l’électron du jième orbital. Dans cette
correction on assume des électrons répartis de manière homogène comme ceux d’un gaz d’élec-
trons uniformes et on se débarrasse donc du SIE en éliminant le potentiel de Coulomb d’un
électron. Étant une SIC dans les débuts de la DFT, les corrections basées sur ce concept ont
été appliquées à la méthode de Thomas-Fermi [252], au potentiel d’échange de l’approximation
(LDA) [253] et à la méthode de Kohn-Sham [254].
De nombreux efforts sont consacrés à résoudre le problème des SIE [255–261]. Toutefois, cette
erreur ne peut pas être complètement éliminée, mais elle peut être réduite en grande partie
au moyen de certaines procédures de (SIC). Jusqu’à présent, la correction la plus fréquem-
ment utilisée est la correction de Perdew-Zunger [255], qui supprime simplement les erreurs
d’auto-interaction des énergies électroniques totales,

E = EKS−
N∑
i

(Jii + EXC [ni]) . (III.58)

On soustrait l’erreur qui serait faite par les fonctionnelles d’Hartree et d’échange corrélation
dans le cas d’un seul électron. Cette correction peut en principe s’appliquer à n’importe quelle
fonctionnelle d’échange-corrélation, mais on doit garder à l’esprit que pour les systèmes à plu-
sieurs électrons, il ne s’agit que d’une approximation. Des études sur les SIC ont montré que
l’exactitude de la correction dépend du type de la fonctionnelle auquel elle est appliquée [248],
du fait qu’il peut améliorer les estimations DFT de l’énergie totale des atomes d’une façon
significative. Les erreurs d’auto-interaction sont également éliminées du potentiel d’échange :

VX (r) = δEX

δn
−

N∑
i

(
Jii + δEX

δn
[ni (r)]

)
. (III.59)

La SIC a principalement été appliquée aux calculs de la physique de l’état solide. En particulier,
les calculs des bandes ont utilisé la SIC pour améliorer les écarts entre les bandes interdites
dans les Équations de Kohn-Sham en utilisant des fonctionnelles pures. Cela est dû au fait
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que la correction de l’auto-interaction tend à augmenter les énergies d’échange des orbitales
occupées. Cette correction est simple et ne nécessite pas de nombreux calculs, et il a été utilisé
dans plusieurs calculs, y compris les calculs de bande de solides. Des SIC similaires ont été
suggérés pour les fonctionnelles d’échange de LDA [262–265].

3.6 Résolution des Équations de Kohn-Sham

Les Équations de Kohn-Sham III.42 qui fournissent le cadre pour trouver la densité et
l’énergie exactes de l’état fondamental d’un système d’électrons à plusieurs corps à l’aide d’une
méthode à particules indépendantes, sont résumés dans l’organigramme de la Figure. III.6.
Ce sont des Équations de Schrödinger de particules indépendantes qui doivent être résolues, à
condition que, le potentiel effectif VKS [n (r)] qui donne les orbitales qui déterminent la densité,
dépend de la densité elle-même. VKS [n (r)] et la densité n (r) doivent être donc cohérente. Le
formalisme d’utiliser la densité comme une quantité centrale facilite considérablement la tâche,
car il donne un avantage par rapport a d’autres méthodes basé sur la fonction d’onde, qui
demandent des quantité plus "lourds". Le calcul donc se base sur une procédure numérique qui
modifie successivement VKS [n (r)] et n (r) pour se rapprocher de la solution auto-cohérente
où en prenant comme entrée une densité initiale, qui génére une nouvelle densité, cette nou-
velle densité est ensuite introduite dans le système d’Équations, ce qui donne une densité de
sortie, etc. Si les densité d’entrée et de sortie sont identique, on dit que l’auto-cohérence est
atteinte. Les étapes de calcul cruciales dans cette procédure sont "résoudre l’Équation de Kohn-
Sham" pour un potentiel donné VKS [n (r)], donc pour une forme donnée de la fonctionnelle
d’échange-corrélation. Toute densité n (r) détermine un potentiel VKS [n (r)] comme indiqué
dans la deuxième case de la Figure. III.6. Le calcule peut s’effectue selon les étapes suivantes
[266] :

1. Les positions nucléaires sont considérées.

2. Une estimation initiale appropriée pour les potentiels de départ VH et VXC est choisie.

3. En utilisant le potentiel de départ et les fonctions de base ϕi (r), les éléments de matrices
de chevauchement et l’Hamiltonien sont calculés :

Sjk = ⟨ϕj (r) |ϕk (r)⟩
Hjk =

〈
ϕj (r)

∣∣∣− ℏ2

2m
∇2 + VH + VXC

∣∣∣ϕk (r)
〉 (III.60)

4. L’Équation séculaire :
H · ci = ϵi · S · ci (III.61)
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Figure III.6 – Représentation schématique de la boucle auto-cohérente (self-consistent) pour la solution
des Équations de Kohn-Sham [222].

est diagonalisée ce qui donne les énergies de Kohn-Sham ϵi et les orbitales ϕi données
dans l’Équation III.35 avec ci sont les facteurs d’expansion de ces orbitales dans les
fonctions de base ϕi.

5. La nouvelle densité est calculée en utilisant l’Équation III.35 à partir duquel les nouveaux
potentiels VH et VXC sont calculés et la nouvelle itération à partir de l’étape 3 est lancée.

6. Une fois la convergence atteinte, diverses quantités physiques, telles que l’énergie totale,
les forces, la densité de charge, etc., sont calculées à l’aide des valeurs et fonctions propres
de Kohn-Sham.

La principale différence entre les différentes implémentations de la DFT réside dans le choix de
l’ensemble des fonctions de base ϕi, et la fonctionelles d’échange-corrélation.

Le problème est que les potentiels et les densités d’entrée et de sortie ne s’accordent pas
dès le début. Pour arriver à la solution on définit opérationnellement un nouveau potentiel
nout → V new, qui peut alors commencer un nouveau cycle avec V new comme nouveau potentiel

152



III.3 Théorie de la fonctionnelle de la densité (DFT)

d’entrée. La procédure illustrée dans la Figure. III.6 peut être effectué d’une façon itérative :

Vi → ni → Vi+1 → ni+1 → · · · (III.62)

où i marque l’iéme étape dans l’itération. La progression converge avec un choix judicieux du
nouveau potentiel en terme du potentiel ou de densité retrouvée à l’étape précédente (ou aux
étapes précédentes).
Un problème majeur est le choix de la procédure de la mise à jour du potentiel V ou de la densité
n dans chaque itération de la boucle des Équations de Kohn-Sham illustrées à la Figure. III.6.
On peut faire varier V ou n, mais il est plus simple de décrire le système en termes de n, qui
est unique, puisque V peut être décalé par une constante.
À la N ième étape des itérations auto-cohérentes, la densité de sortie ( la N + 1ième étape) peut
être exprimée en tant que fonctionnelle de la densité d’entrée, c’est-à-dire :

nN+1 = F [nN ] . (III.63)

Supposons maintenant que nous sommes proches du minimum. Cette hypothèse est nécessaire
pour la suite du traitement puisque nous allons supposer une réponse linéaire [267–269]. Pour
un ordre linéaire, la différence δn (r) = n (r) − n0 (r) entre la densité courante et celle de
l’état fondamental densité (celle que nous essayons d’atteindre peut être écrit en termes de la
différence dans le potentiel :

δn (r) =
�
dr′χ (r, r′) δV (r′) (III.64)

χ (r, r′) est une fonction de réponse lié au tenseur diélectrique du système [267]. En raison de
la nature auto-cohérente du système, le potentiel peut tout aussi bien être considéré comme
une variable indépendante et la différence de potentiel δV (r) peut être exprimée comme une
différence dans la densité :

δV (r) =
�
dr′U (r, r′) δn (r′) (III.65)

avec U (r, r′) est la dérivée fonctionnelle du potentiel V (r), ou bien la dérivée fonctionnelle
seconde de l’énergie totale :

U (r, r′) = 1
|r − r′|

+ dϵXC

dn

∣∣∣∣∣
n=n0

(III.66)
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En substituant l’Équation III.66 dans l’Équation III.65, on obtient :

δn (r) =
�
dr′′

�
dr′χ (r, r′)U (r′, r′′)︸ ︷︷ ︸

f(r,r′′)

δn (r′′)

=
�
dr′f (r, r′) δn (r′) .

(III.67)

Cette Équation montre clairement le caractère auto-cohérent de la densité. Où, la version
itérative de l’Équation III.67 est :

δnN+1 = fδnN (III.68)

où f est l’opérateur intégral dans l’Équation III.67. Par application récursive de l’Équation
III.68, on arrive à :

δnN+1 = fδnN = fNδn1, (III.69)

f peut être écrit dans la représentation spectrale avec des valeurs propres {λi} et des vecteurs
propre {|i⟩}. L’Équation. III.69 devient alors :

δnN+1 =
∑

i

λN
i |i⟩ ⟨i| δn1 (III.70)

Comme il ressort de la forme dans l’Équation III.70, la convergence n’est obtenue dans cette
approche simple que si toutes les valeurs propres de l’opérateur f sont comprises entre −1 et
1 car le meilleur choix pour la nouvelle densité est celui qui ferait une erreur nulle c’est-à-
dire nN+1 = n1. Comme cela ne peut pas être garanti en général, et cette approximation ne
parvient pas à converger d’une manière exacte dans la plupart des cas et des algorithmes plus
sophistiqués sont nécessaires [267–269]. L’approche la plus simple est l’approche de mixing
(mixing schemes). Ces algorithmes recommandent des moyens de mettre à jour la densité en
mélangeant de la meilleure façon possible les anciennes et les nouvelles densités.
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3.7 Algorithmes de mixing

3.7.1 Mixing simple

L’algorithme le plus simple utilisé pour le mixing est l’ajout d’une certaine fraction de la densité
de l’étape précédente à celle de l’étape en cours, c’est-à-dire :

nN+1 (r) = αF [nN ] + (1 − α)nN (III.71)

où F [nN ] est défini dans l’Équation III.63 est la fonctionnelle qui donne la densité de sortie
étant donné une densité d’entrée et α est une constante déterminée au début du calcul [267–269].
En termes de différences linéaires, l’Équation III.71 peut être écrit comme :

δnN+1 = αfδnN + (1 − α) δnN =
[
1 − α

(
1 − f

)]
δnN

= ∑
i (1 − α (1 − λi))N |i⟩ ⟨i| δn1 ≡ ∑

i (1 − αµi)N |i⟩ ⟨i| δn1
(III.72)

où on utilise la représentation spectrale de l’opérateur f , et on définit (1 − λi) = µi, si nous
parvenons à choisir α dans la région :

0 < α < 2/µmax (III.73)

la convergence est alors atteinte dans les itérations auto-cohérentes. La valeur α doit être choisie
différemment pour différents systèmes. Certains systèmes nécessitent très petit α (ce qui signifie
une lente convergence), autres systèmes sont plus stables et convergents plus rapidement avec
des valeurs plus grandes de α [267–269].

3.7.2 Mixing d’Anderson

Le mixing d’Anderson [270] est un algorithme de mélange accéléré dans lequel les densités
d’entrée et de sortie sont mélangées avec des paramètres de mélange α :

ñN = αNnN + (1 − αN)nN−1

F̃N = αNF [nN ] + (1 − αN)F [nN−1]
(III.74)

Contrairement au mixing simple illustré dans l’Équation III.72, α n’est pas considéré comme
une constante pour toute la durée du calcul, mais actualisé à chaque étape d’itération de telle
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sorte que : �
dr
[
F̃N (r) − ñN (r)

]2
(III.75)

est minimisé. Définissant :

rn ≡ FN − fN et
�
f (r) g (r) dr ≡ (f, g) (III.76)

nous développons les termes dans l’Équation III.75 en utilisant l’Équation III.74 pour obtenir :

�
dr
[
F̃N (r) − ñN (r)

]2
=
�
dr


α2

N (FN − nN)2 + (1 − αN)2 (FN−1 − nN−1)2

+
2αN (1 − αN) (FN − nN) (FN−1 − nN−1)


= α2

N (rN , rN) + (1 − αN)2 (rN−1, rN−1) + 2αN (1 − αN) (rN , rN−1)

. (III.77)

La différenciation de l’Équation III.77 et la résolution de l’Équation résultante pour αN donne
le paramètre de mélange optimal pour chaque itération :

αN = − (rN−1, rN − rN−1)
(rN − rN−1, rN − rN−1)

. (III.78)

3.7.3 Mixing de Broyden

Nous considérons le problème de la résolution de l’Équation :

F (x) = x (III.79)

où x désigne un vecteur à plusieurs dimensions. Dans notre cas ce problème est lié à trouver
la solution des Équations de Kohn-Sham où la densité de sortie nN+1 = F [nN ] est égale à
la densité d’entrée nN . Ce problème a exactement la forme de l’Équation III.79 si la densité
est développée dans un ensemble de M fonctions n (r) = ∑M

k xkhk (r), avec x =
{
xk
}
. Cela

devient un problème de minimisation pour la norme du résidu |R [n]|, où :

R [n] = F [n] − n. (III.80)

La minimisation exacte n’est pas possible. Cependant, une solution alternative et approximative
peut être conçue si nous sommes suffisamment proches de la vraie solution. Afin de faciliter
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cela, nous utilisons le Jacobien défini comme :

J ≡ δR [n]
δn

. (III.81)

On peut donc suivre l’approche de Quasi-Newton-Raphson [271] pour minimiser le résidu. En
termes de nN à l’étape N , la valeur du jacobien qui donnerait un résidu nul à la N + 1ieme

étape est :
nN+1 = nN − J−1RN (III.82)

que nous pouvions voir en écrivant l’Équation III.81 comme :

δnN = J−1
N RN (III.83)

où δnN = nN − n0 mesure la différence entre la densité à l’étape actuelle et la densité réelle de
l’état fondamental. En substituant l’Équation III.83 dans l’Équation III.82, nous avons :

nN+1 = nN − δnN = nN − (nN − n0) = n0 (III.84)

ce qui signifie que la convergence a été atteinte. Le problème est qu’en général, le Jacobien
n’est pas connu et il ne peut ni exytrayé correctement exactement ni inversé facilement. Il est
donc nécessaire de recourir à d’autres méthodes qui itèrent vers la solution dans un espace de
fonctions.
La méthode de Broyden [272] est une manière de générer le Jacobien inverse successivement
au cours d’un processus itératif. Cette méthode est largement utilisée dans ce qui concerne la
résolution des Équations de Kohn-Sham d’une façon auto-cohérente.
La méthode commence par une estimation initiale J−1

0 qui est facilement diagonalisable que
celle d’origine (par exemple, pour le mixing simple J−1

0 = αI [273]). Ce Jacobien s’améliore de
façon itérative au cours de la progression de l’itération. Pour être plus précis, nous n’inversons
pas réellement le jacobien à aucun moment du processus, mais plutôt nous améliorons progres-
sivement le jacobien inverse. Puisque le jacobien n’est pas exact à aucune étape, l’Équation
III.82 et le calcul actuel à l’étape N fournit deux quantités, la prédiction de III.82 pour l’étape
N :

δnN = nN − nN−1 = −J−1
N−1RN−1 (III.85)

et le résultat réel de l’étape N (le changement du résidu) :

δRN = RN − RN−1 (III.86)
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la nouvelle version améliorée de J−1
N est choisie en exigeant que :

— à chaque étape N , J−1
N puisse reproduire le résultat de l’itération qui vient d’être com-

plétée, c’est-à-dire :
0 = δnN − J−1

N δRN (III.87)

— La deuxième condition est que la norme du changement dans la matrice jacobienne :

Q =
∥∥∥J−1

N − J−1
N−1

∥∥∥ (III.88)

est minimisé. Cette étape peut être accomplie par la méthode des multiplicateurs de
Lagrange, on trouve finalement le résultat [273, 274] :

J−1
N = J−1

N−1

(
δnN − J−1

N δRN

)
δRN

⟨δRN | δRN⟩
. (III.89)

Tel qu’il est, l’Équation III.89 peut être utilisée pour des petits systèmes, où la matrice
jacobienne est de petites dimensions, mais pas aux grands systèmes où le Jacobien de
l’étape précédente doit être stocké entièrement.
Srivastava [273] a introduit un moyen d’éviter le stockage complet des matrices en uti-
lisant l’Équation. III.89 pour écrire le changement prédit δnN+1 en termes de somme
sur toutes les étapes précédentes n’impliquant que le J−1

0 initial [275]. Une méthode de
Broyden modifiée a été proposée par Vanderbilt et Louie [276] et adaptée par Johnson
[277] pour inclure les avantages de la méthode de Srivastava [273] qui nécessite moins de
stockage. L’idée est que l’exigence que l’étape immédiate soit reproduite exactement est
trop restrictive, alors un algorithme amélioré peut prendre en compte les informations
des itérations précédentes. Puis on trouve J−1

N en minimisant une norme pondérée :

Qmodifié =
N∑

M=1
wM

∣∣∣δnM − J−1
N δRM

∣∣∣2 + w0

∥∥∥J−1
N − J−1

0

∥∥∥ . (III.90)

Vanderbilt et Louie [276] ont montré un exemple simple dans lequel la méthode modifiée
approchait rapidement le Jacobien exact, comparé à l’approche originale de Broyden qui
est plus lente.
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4 Méthodes de base pour déterminé la structure élec-
tronique

Pour résoudre l’Équation de Kohn-Sham III.42 d’une façon auto-cohérente et aborder les
solutions de cette Équation, diverses applications de la DFT sont implémentés. Ces applications
diffèrent dans la façon dont on traite les bases (orbitales) de la fonction d’onde Ψ (r) III.35, ou
bien on choisit les potentiels inclus dans notre Équation.
Ce qui veut dire, qu’on peut soit prendre en considération soit ignorer les effets relativistes
pour évaluer les électrons indépendants dans le terme d’énergie cinétique. La périodicité ou
la non-périodicité du système peut également être perçue. Le choix des potentiels d’échange-
corrélation discuté dans 3.4 est indispensable.
La précision du modèle et de la forme du potentiel effectif ou plusieurs choix peuvent être mis en
œuvre, y compris par exemple le all-electron-full-potential où par all-electron on signifie
que tous les électrons du solide sont pris en compte dans le calcul de la densité électronique et
de l’énergie totale contrairement à une méthode pseudo-potentiel, dans laquelle seuls les élec-
trons de valence sont considérés. Le terme full-potential implique qu’aucune approximation
n’est effectuée à la forme de la densité électronique ou du potentiel électronique (contrairement
à l’approximation de la sphère atomique atomic sphere approximation (ASA) [278], où le
cristal est considéré comme composé de sphères atomiques remplissant l’espace, avec un poten-
tiel sphérique symétrique à l’intérieur de chaque sphère).
Enfin, la manière utilisée pour traiter les orbitales de Kohn-Sham est également primordiale.
L’approche des ondes planes Plane Waves est l’une de ces approches qui implique l’utilisation
d’un ensemble de base d’ondes planes. Alternativement, on peut aussi utiliser des orbitales
localisées autour d’atomes individuels LCAO [279, 280]. Une autre méthode est la méthode de
KKR-Green basée sur l’approche de diffusion multiple qui est présentée dans la section 5.
Essentiellement, on doit noter qu’il n’existe pas de désaccord fondamental entre les différentes
méthodes quand elles sont utilisées attentivement et adoptées pour converger. A vrai dire, cha-
cune des approches conduit à des attitudes édifiant et complémentaires qui nous offrent une
compréhension exhaustive de la structure électronique et chacun peut être implémenté dans
un cadre général pour des calculs précis. Chacune de ces méthodes a ses avantages, vu que
chaque méthode convient le mieux à une gamme de problèmes et peut fournir des informations
particulièrement utiles dans son domaine d’application. Mais d’un autre coté on doit se méfier,
car il est trop facile de commettre des erreurs indéniables ou de surinterpréter les résultats si
on ne comprend pas les bases de ces méthodes [222].
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4.1 Équation de Schrödinger radiale

Les études de l’atome servent à la construction des pseudo-potentiels ab-initio et des fonc-
tions augmentées (augmented waves) qui sont le cœur de la méthode d’onde plane augmentée
(APW), et de KKR. Vu que notre grand issu c’est résoudre l’Équation de Kohn-Sham III.42
auto-cohérente, cette démarche doit être effectué dans une géométrie simple. À ce propos, les
calculs des atomes sur une géométrie radiale sont extrêmement utiles pour la compréhension
qualitative de nombreux aspects des matières condensées.
Revenons à l’Équation de Schrödinger indépendante du temps III.1, dans le cas non relativiste,
où la fonction d’onde peut être découplée en un produit d’espace et de spin. Le potentiel agis-
sant sur les électrons à une symétrie sphérique V̂ext (r) ∝ −Z

r
, en conséquence la partie spatiale

de l’orbitale peut être classifiée par le moment cinétique (L = {l,ml}) :

ϕlm (r) = ϕl (r)Ylm (θ, ϕ) = r−1ψl (r)Ylm (θ, ϕ) = Pl (r)Ylm (θ, ϕ)

Ylm (θ, ϕ) =
√

2l+l
4π

(l−m)!
(l+m)!P

m
l [cos(θ)] eimϕ

, (III.91)

Ylm (θ, ϕ) sont les harmoniques sphériques normalisées et Pm
l (x) dénotent les polynômes de

Legendre associés. Les notations traditionnelles des moments cinétiques sont s, p, d, f · · · pour
l = 0, 1, 2, 3 · · · .
En utilisant la forme du laplacien en coordonnées sphériques :

∇2 = 1
r2

∂

∂r

(
r2 ∂

∂r

)
+ 1
r2sin(θ)

∂

∂θ

[
sin (θ) ∂

∂θ

]
+ 1
r2sin2 (θ)

(
∂2

∂ϕ2

)
(III.92)

l’Équation d’onde peut être réduite à l’Équation radiale pour le nombre quantique principal n :

− 1
2r2

d
dr

[
r2 d

dr
ϕn,l (r)

]
+
[

l(l+1)
2r2 + V̂KS (r) − ϵn,l

]
ϕn,l (r) = 0[

−1
2

d2

dr2 + l(l+1)
2r2 + V̂int + V̂KS (r) − ϵn,l

]
ψl (r) = 0[

−1
2

d2

dr2 r + l(l+1)
2r2 + V̂int + V̂KS (r) − ϵn,l

]
Pl (r) = 0

. (III.93)

Le premier terme entre parenthèses ressemble maintenant à l’opérateur familier d’énergie ci-
nétique unidimensionnelle. Le second terme, pour toute valeur l fixée, est une fonction connue
de r, que nous pouvons regrouper avec le potentiel restant pour former un potentiel effectif.
Par conséquent, les Équations peuvent être résolues pour les états liés avec les conditions aux
bords :

r → ∞ ⇒ ϕn,l (r) et ψn,l (r) → 0
r → 0 ⇒ ϕn,l (r) ∝ rl et ψn,l (r) ∝ rl+1 . (III.94)
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4.2 Méthodes d’ondes planes

Le but de cette partie est d’avoir une courte idée concise sur les méthodes d’onde planes, afin
de comprendre comment ces dernières sont utilisées, et les comparez à la méthode KKR. Cette
dernière est l’une des principales méthodes que nous avons utilisées pour étudier les propriétés
des matières condensées dans cette thèse.

4.2.1 Base des ondes planes

Les ondes planes sont particulièrement appropriées pour les cristaux périodiques avec des
conditions aux bords où elles fournissent une compréhension intuitive ainsi que des algorithmes
simples pour des calculs pratiques [222]. Cela implique comme condition nécessaire pour trai-
ter les solides cristallins, que le potentiel externe, et la densité de l’état fondamental, sont
périodiques dans l’espace, c’est-à-dire :

V̂eff (r + R) = V̂eff (r)
n (r + R) = n (r)

(III.95)

où R est un vecteur arbitraire dans le réseau cristallin, défini par :

R = l a+m b+ nc, (III.96)

où l, m et n peuvent chacun prendre une valeur entière, et a, b et c sont des vecteurs définissant
la maille unitaire, et le volume de la maille Ω, donné par :

Ω = |a · (b × c)| . (III.97)

Afin de produire une densité périodique, |Ψ (r)| doit être périodique également. De plus, afin
de satisfaire les Équations de Kohn-Sham pour un potentiel périodique, nous devons avoir :

ϕ (r+R) = ϕ (r) eiqR (III.98)

où q est un vecteur d’espace réciproque. Ceci conduit à la condition satisfaisant les orbitales
Kohn-Sham :

ϕ (r) = u (r) eiqr (III.99)
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avec u (r) est une fonction périodique qui satisfait la condition :

u (R + r) = u (r) . (III.100)

Puisque q n’est pas défini de manière unique, nous le limitons de situer dans la première zone
de Brillouin. La condition de normalisation pour l’orbite Kohn-Sham est donnée comme suit :

�
ϕ∗ (r)ϕ (r) dr = 1. (III.101)

La densité est maintenant donnée par :

n (r) =
∑

q

∑
i

ϕ∗
iq (r)ϕiq (r) . (III.102)

Dans un solide donc, les états propres doivent être normalisés et obéir aux conditions aux
bords périodiques dans un grand volume Ω qui est autorisé d’aller jusqu’à l’infini. En utilisant
le fait que toute fonction périodique peut être étendue dans un espace complet de Fourier, une
fonction propre peut être écrite alors comme :

ϕi (r) =
∑

q

ci,q × 1√
Ω

eiqr ≡
∑

q

ci,q × |q⟩ (III.103)

où ci,q sont les coefficients d’expansion de la fonction d’onde dans la base des ondes planes
orthonormées |q⟩ qui satisfait la condition :

⟨q′ |q⟩ ≡ 1
Ω

�
Ω
dre−iq′reiqr = δq,q′ . (III.104)

Insérons l’Équation III.103 dans l’Équation de Kohn-Sham III.42, et en multipliant le côté
gauche par ⟨q′| et l’intégrons-nous comme dans III.104, ces étapes conduisent à l’Équation de
Schrödinger dans l’espace de Fourier :

∑
q

⟨q′| Ĥeff |q⟩ ci,q = ϵi

∑
q

⟨q′ |q⟩ ci,q = ϵici,q′ . (III.105)

Avec l’élément matriciel de l’opérateur d’énergie cinétique est :

⟨q′| − ∇2

2 |q⟩ = 1
2 |q|2 δq,q′ , (III.106)
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puisque le potentiel du cristal est périodique de même, il peut être exprimé comme une somme
de composants de Fourier :

Veff (r) =
∑
m

Veff (Gm) eiGmr, (III.107)

où Gm sont des vecteurs dans le réseau réciproque, et :

Veff (G) = 1
Ωcell

�
Ωcell

Veff (r) eiGrdr, (III.108)

avec Ωcell le volume de la maille primitive. Ainsi, les éléments matriciels du potentiel s’écrivent
comme :

⟨q′|Veff |q⟩ =
∑
m

Veff (Gm) δq−q′,Gm
, (III.109)

ces éléments sont non nuls seulement si la différence entre q et q′ est un certain vecteur Gm

dans le réseau réciproque.
Enfin, si nous définissons q = k + Gm et q′ = k + Gm′ (la différence entre Gm et Gm′ est
un autre vecteur Gm′′ dans le réseau réciproque), alors l’Équation de Schrödinger pour tout k

donné peut être écrite sous la forme de l’Équation matricielle :

∑
m′
Hm,m′ (k) ci,m′ (k) = ϵi (k) ci,m (k) , (III.110)

où :

Hm,m′ (k) =
∑

q

⟨k + Gm| Ĥeff |k + Gm′⟩ = 1
2 |k + Gm|2 δm,m′ + Veff (Gm − Gm′) . (III.111)

Les Équations III.110 et III.111 sont les Équations de base de Schrödinger dans un cristal pé-
riodique, conduisant aux propriétés suivantes :

A. Théorème de Bloch

Chaque fonction propre de l’Équation de Schrödinger, III.110, pour un k est donné par III.103,
avec la somme sur q restreint à q = k + Gm, peut être écrite comme :

ϕi,k (r) =
∑
m

ci,m (k) × 1√
Ω

e(i(k+Gm)r) = e(ikr) 1√
Ncell

ui,k (r) , (III.112)
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Figure III.7 – (a) La première zone de Brillouin d’un réseau cubique à faces centrées, avec k-points
de symétrie élevée marqués. (b) La première zone Brillouin d’un réseau hexagonal, avec des k-points de
symétrie élevée marqués.

avec :
Ω = NcellΩcell , (III.113)

et :
ui,k (r) = 1√

Ωcell

∑
m ci,m (k) e(iGmr) , (III.114)

qui a la périodicité du cristal, comme indiqué dans les Équations III.99 et III.100. C’est le
théorème de Bloch qui stipule que tout vecteur propre soumis à un potentiel périodique s’écrit
comme un produit de e(ikr) et une fonction périodique.
Puisque nous exigeons que ϕi,k (r) doivent être orthonormées (Équation. III.101) sur le volume
Ω, alors ui,k (r) à leurs tours doivent être orthonormés dans la maille primitive,

1
Ωcell

�
Ωcell

dru∗
i,k (r)ui′,k (r) =

∑
m

c∗
i,m (k) ci′,m (k) = δi,i′ , (III.115)

où l’Équation finale signifie que ci,m (k) sont des vecteurs orthonormés avec l’indice discret m
des vecteurs du réseau réciproque.

B. Bandes d’énergie et valeurs propres d’énergie

Dans l’espace réciproque, l’Équation de Schrödinger III.110, est définie pour chaque k sé-
parément : chaque état (orbital) peut être marqué par le vecteur d’onde k, les valeurs propres
et les vecteurs propres pour chaque k sont donc indépendants.

En pratique, nous traitons un ensemble fini de k-points (Figure. III.7), généralement répartis
de manière égale dans la zone de Brillouin, comme indiqué par la technique de Monkhorst-Pack
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[281]. Dans la limite d’un grand volume Ω, les k-points deviennent un continuum dense et les
valeurs propres ϵi (k) deviennent des bandes continues (Figure. I.24).
À chaque k, il existe un ensemble discret d’états propres noté par i = 1, 2, · · · , qu’on peut trou-
ver en diagonalisant l’hamiltonien, III.111, sur la base des composantes discrètes de Fourier
k + Gm,m = 1, 2, · · · .

C. Conservation du Quasi-moment k, et zone de Brillouin

Certains processus microscopiques peuvent se produire dans le cristal (par exemple des collisions
entre électrons), ces processus peuvent modifier les fonctions d’onde III.112, et donc le quasi-
moment k des sous-systèmes. Supposons que, à la suite d’une telle collision interne, l’état initial
ϕi,k (r) du système passe à l’état final ϕi,k′ (r). Si le système n’est soumis à aucune perturbation
externe, k se conserve dans le temps, c’est-à-dire k ≡ k′, l’équivalence (≡) des vecteurs d’onde
initiales et finales est garantie par une symétrie discrète en translation, c’est-à-dire que les deux
se différer par le vecteur du réseau réciproque G, tel que k′ = k + G.
En fait, il s’ensuit de l’examen de l’Équation de Schrödinger III.110, avec l’hamiltonien III.112,
que les solutions sont périodiques en k, de sorte que toutes les solutions uniques sont données
par k dans une maille primitive du réseau réciproque. Il s’est avéré que le "meilleur" choix pour
cette maille primitive est la "première zone de Brillouin" , définie par la zone entourée par les
plans qui sont des bissectrices perpendiculaires à des vecteurs G qui vont de l’origine jusqu’au
aux certains points du réseau réciproques.
Les réseaux cubiques centrés et cubiques à faces centrés sont représentés, respectivement sur

la Figure. III.8. Elle est définie de manière unique de sorte qu’il garde le taux de compacité le
plus élevé possible, et représenter les excitations. En plus la zone de Brillouin est une région
d’énergie autorisée d’électrons dans l’espace réciproque (des moments). Dans cette région de
l’espace, les électrons de Bloch auront des solutions analogues à des ondes progressives, les
bandes doivent être continues et analytiques à l’intérieur de la zone. Aux limites de cette zone
(plans bissecteurs des vecteurs G), les ondes électroniques subiront une diffraction de Bragg
et il n’existera donc aucune solution analogue à une onde progressive aux limites des zones de
Brillouin.
Une dernière chose à mentionner, c’est que pour nombreuses propriétés telles que le calcule du
nombre d’électrons dans les bandes, les énergies totales, etc. Il est essentiel d’intégrer k dans
toute la zone de Brillouin. Du fait que les propriété intrinsèques d’un cristal exprimée par une
somme sur la fonction évaluée au point k divisée par le nombre de valeurs Nk, dans la limite
cette expression est une intégrale. Pour une fonction f̄i (k), où i désigne l’indice d’une bande
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Figure III.8 – Première Zone de Brillouin : En haut pour le cubique centré, En bas pour le cubique a
faces centrées [222].

discrète, la valeur moyenne est :

f̄i (k) = 1
Nk

∑
k

fi (k) → Ωcell

(2π)d

�
BZ

dkfi (k) , (III.116)

où Ωcell est le volume d’une maille primitive dans l’espace réel et (2π)d est le volume de la
zone de Brillouin. Nombreux algorithmes spécifiques d’intégration sur la zone de Brillouin sont
adoptés, on mention par exemple les méthodes du tétraèdre Tetrahedron methods [282] où
la zone est divisée en tétraèdres non superposées, l’intégration donc est faite numériquement à
l’intérieur de chaque tétraèdre.

4.3 Pseudo-potentiels et ondes planes

L’un des problèmes qui émergent de la méthode d’onde plane, est le grand nombre d’ondes
requis pour construire une base, ce qui est nécessaire pour décrire les caractéristiques locali-
sées proches des noyaux, dans cette région (près des noyaux) les orbitales de valence ont une
tendance à osciller très rapidement cependant ils ne vont "jamais" converger (Figure.III.9), à
l’inverse les orbitales de coeur varient d’une manière lisse en raison des faibles changements
dans l’environnement [222]. Les oscillations rapides ne peuvent être pris en compte qu’avec une
énergie de coupure cut-off importante pour les ondes planes (ou des longueurs d’onde plus
courtes) [222].

Pour contourner ce problème, Hans Hellmann à introduit en 1934 une approximation [284]
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�
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r

Figure III.9 – Illustration schématique des "all-electron" potentiels de tous les électrons (lignes solides)
et de pseudo-électrons (lignes en pointillés) et de leurs fonctions d’onde correspondantes. Le rayon auquel
les valeurs de "all-electron" et de pseudoélectrons correspondent est désigné par rcut [283]

avec laquelle on peut se débarrasser de tous les électrons de cœur et de ces oscillations en
remplaçant le fort potentiel ion-électron par un potentiel effectif général de telle sorte que
le problème puisse être facilement traité numériquement. Avec l’introduction de ce nouveau
potentiel, les états de valence deviennent "lisses" (Figure. III.9) ce qui signifie que la création
des pseudos-fonctions d’ondes de valence correspondant au pseudo-potentiel doit se faire en
utilisant un minimum d’ondes planes transférables c’est dire qu’on peut reproduire à partir
d’un pseudo-potentiel issu d’une configuration atomique quelconque, d’autres configurations
d’une manière précise [285–287].
Les pseudo-potentiels associés à la base des ondes planes peuvent ainsi réduire l’intensité de ce
problème et l’amener à une limite où on peut le résoudre dans la pratique. Il en résulte donc,
une réduction dans le nombre d’orbitales de Kohn-Sham, ce qui réduit par conséquent le tempe
nécessaire pour évaluer les quantités dépendantes d’orbitales.
Si nous considérons un seul atome isolé, de numéro atomique Z. Où ces Z électrons, se déplaçant
dans un potentiel externe donné par :

Vext (r) = Z

r
. (III.117)

Le développement de la DFT de Kohn-Sham pour un atome donnera un ensemble de N orbitales
de Kohn-Sham ϕi (r) et une densité correspondante n (r), où le potentiel effectif VKS (r) est
donnée par l’Équation III.40. On doit tout d’abord classifier les orbitales comme ceux de cœur
et d’autres de valence avant d’entamer la création du Pseudo-potentiel. Nous devons également
identifier le rayon de cut-off rc. En général, les orbitales dans les configurations "closed-shell"
sont considérées comme des cœurs, tandis que les orbitaux restants sont considérées comme des
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orbitales de valence.
Si on considère le pseudo-potentiel dans un cadre exhaustif, on assume qu’on dispose d’un
Hamiltonien Ĥ, des états de cœur |χn⟩ et des valeurs propre de cœur {En}, où le n indique les
nombres quantiques (n, l,ml). Nous examinons un seul état de valence |ϕ⟩ et on le remplace
par un autre état plus lisse |ψ⟩ (pseudo-fonction d’onde) et une expansion en termes d’états de
cœurs :

|ϕ⟩ = |ψ⟩ +
cœur∑

n

an |χn⟩ . (III.118)

Les deux états de cœurs et de valence doivent être orthogonaux, de ce fait si on prend le produit
interne de l’Équation III.118 par l’un des états de cœur on trouve :

⟨χm |ϕ⟩ = ⟨χm |ψ⟩ +
cœur∑

n

an ⟨χm |χn⟩ = 0 (III.119)

Nous écrivons maintenant le côté droit de l’Équation. III.119 en termes de pseudo-fonction |ψ⟩ :

|ϕ⟩ = |ψ⟩ −
cœur∑

n

⟨χn |ψ⟩ |χn⟩ . (III.120)

On applique l’hamiltonien à l’expression dans l’Équation. III.120, nous obtenons :(
Ĥ +

cœur∑
n

(E − En) |χn⟩ ⟨χn|
)

︸ ︷︷ ︸
HP S

|ψ⟩ = E |ψ⟩ . (III.121)

Cette pseudo-fonction d’onde vérifie l’Équation de Schrödinger modifiée. En conséquence, la
pseudo-fonction d’onde vérifie une Équation effective avec la même énergie propre que la fonc-
tion d’onde de valence réelle. L’Équation III.121 peut alors être écrite sous la forme d’une
Équation à valeur propre pour la pseudo-fonction d’onde |ψ⟩ :

(
Ĥ + V̂nl

)
|ψ⟩ = E |ψ⟩ (III.122)

on doit noter que le potentiel V̂nl est "semi-local" dépend de l en raison de la symétrie sphérique
et qu’il se génère pour chaque valeur de l indépendamment, et que son effet est localisé au cœur.
Puisque (E > En) par définition, il s’agit d’un potentiel répulsif qui annule partiellement l’effet
du potentiel coulombien attractif. Le potentiel qui en résulte est alors beaucoup plus faible que
le potentiel original. Cela montre que les états propres de ce nouveau potentiel sont plus lisses.
Afin de garantir un lissage optimale, Hamann, Schluter et Chiang [288] ont présenté quatre
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critères auxquels les pseudo-potentiels sont censés d’obéir dans la configuration de référence
[266].

— Les valeurs propres des pseudos-orbitales |ψP S⟩ ≡ |ψ⟩ doivent être égales à la valeur
propre des orbitaux réels "all-electron orbitals" |ψAE⟩ ≡ |ϕ⟩ correspondante :

H
∣∣∣ψ̂AE

nl

〉
= ϵnl

∣∣∣ψ̂AE
nl

〉(
Ĥ + V̂nl

) ∣∣∣ψ̂P S
nl

〉
= ϵnl

∣∣∣ψ̂P S
nl

〉 . (III.123)

— Chaque pseudo-orbital, ψP S (r), doit être égale à l’orbite correspondante obtenue à partir
du calcul all-electron, ψAE (r), en dehors du rayon de cut-off rc (Figure. III.9) :

ψ̂AE
nl (r) = ψ̂P S

nl (r) for r ≥ rc. (III.124)

— L’intégrale de 0 à R < rc de la norme carrée de l’orbital réel et pseudo-orbitale doivent
être en accord, et ψ̂P S

nl (r) ne doit pas avoir des nœuds radiaux (radial nodes) dans cette
région :

R�

0

∣∣∣ϕAE
nl

∣∣∣2 r2dr =
R�

0

∣∣∣ϕP S
nl

∣∣∣2 r2dr. (III.125)

— Les premières et secondes dérivées de ψ̂P S
nl (r) doivent être égales à celles de la ψ̂AE

nl (r)
correspondante au rayon de cut-off. Cette condition est nécessaire pour "Améliorer la
transférabilité"

Les pseudo-potentiels pour lesquels la charge électronique dans le rayon de cut-off est identique
à celle des charges obtenues pour le "all-electron" dans le rayon de cut-off sont définis comme
des pseudo-potentiels à normes conservées.
Comme nous avons dit précédemment, il existe plusieurs méthodes pour générer le pseudo-
potentiel Vnl (r) pour les états de valence. Parmi ces méthodes, on trouve la méthode de Kerker
[289] où on considère une fonction analytique paramétrée aux voisinage du coeur. La forma
analytique choisi par Kerker est ψ̂P S

nl (r) = ep(r), où p (r) est un polynôme de 4éme ordre, corres-
pondant à la vraie solution et ses divers dérivés à rc. On peut donc trouver une forme pour le
pseudo-potentiel par une inversion de l’Équation de Schrödinger qui conduit à :

Vnl,total (r) = ϵ−

 l (l + 1)
2r2 −

d2

dr2 ψ̂
P S
nl (r)

ψ̂P S
nl (r)

 (III.126)

on rappelle qu’on s’occupe de ψ (r), définie par ψ (r) = rϕ(r). Le potentiel Vnl,total (r) trouvé
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par inversion de l’Équation de Schrödinger qui n’inclut pas seulement le potentiel ionique que
nous cherchons, mais il contient également des contributions des termes d’Hartree et d’échange-
corrélation. Il nous faut donc retrancher ces deux contributions :

Vnl (r) = Vnl,total (r) −
[
V P S

H (r) + V P S
XC (r)

]
. (III.127)

Ces deux dernières contributions sont calculées à partir du pseudo-fonction. Cette opération
s’appelle unscreening . Il n’existe pas de moyen unique pour déterminer le Vnl (r). Par contre,
il y a deux considérations opposées :

— Premièrement, une bonne transférabilité qui indique qu’on a un faible rc.
— Deuxièmement au large rc on a des pseudos-potentiels plus lisse.

Un bon pseudo-potentiel est celui qui établit un équilibre entre ces deux contraintes. Dans
notre cas, ces pseudo-potentiels sont formés a partir d’une certain configuration atomique puis
exportés vers un solide dans l’espoir qu’on dispose d’une transférabilité décente.

5 Méthode de KKR

Alors que l’approche précédente 4, cherche à remplacer la fonction d’onde par un ensemble
d’ondes plane et un pseudo-potentiel pour extraire les solutions de l’Équation de Schrödinger,
la méthode de KKR (Korringa-Kohn-Rostoker method) d’un autre côté est considérée
comme une théorie de diffusion multiple Multiple scattering theory (MST) adopte une
fonction de Green a une particule comme une solution de l’Équation de Schrödinger au lieu de
la fonction d’onde pour calculer la structure électronique des matériaux.
KKR est la méthode de choix pour la plupart des calculs relatifs aux liquides, systèmes désor-
donnés et aux impuretés dans divers matériaux métalliques et non-métalliques [222]. Cette
méthode a réussi à calculer la structure électronique des matériaux en vrac (Bulk materials)
[290], les surfaces [291], les interfaces [292], et les jonctions tunnel [293] ainsi que les impuretés
dans les bulk et sur les surfaces [294]. Elle a réussi également à étudier les propriétés spectro-
scopiques [295] de transport [296, 297] et de propagation des ondes( électromagnétiques [298],
élastiques [299, 300]...) dans (ou à travers) des cristaux photoniques [222].
Ceci a été instauré pour la première fois grâce aux travaux de Korringa en 1947 [301] pour trou-
ver les valeurs stationnaires d’une matrice de transition T lié aux fonctions de Green plutôt
qu’à l’hamiltonien du système, puis de Kohn et Rostoker 1954 [302] qui complètent les travaux
de Korringa, pour que la méthode ait l’aptitude de calculer et résoudre les problèmes liés aux
systèmes périodiques.
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La fonction de Green décrit la propagation d’une particule (électron) d’un évènement (atome) à
l’autre [303], par G (E; r, r′) qui décrit la propagation d’une particule indépendante du point r

à r′ avec une énergie E, en terme d’une fonction de Green de référence G0 (E; r, r′) (le propa-
gateur d’une particule libre) et les éléments de la matrice de diffusion T , qui représentent
des évènements de diffusion unique provenant de n’importe quel atome du système. La fonction
de Green est par conséquent une quantité cruciale, qui nous permet de tirer une variété de
grandeurs physiques comme la densité des états, la densité de charge ainsi donc, l’énergie totale
et les moments magnétiques [222] ...
Lorsqu’elle est introduite dans les Équations de Dirac la méthode de KKR acquiert aussi la
possibilité d’étudier et considérer les effets relativistes quand ces derniers deviennent impor-
tants [304].
Comme nous le verrons plus tard, un grand avantage de la méthode de diffusion multiple est la
possibilité de séparer les propriétés des potentiels de diffusion individuelles (décrites en termes
de déphasage) de leur disposition géométrique (décrite en termes de constantes de structure).
On notera que la description de la méthode est tirée des Réf. [306–309].

5.1 Potentiels muffins-tin

Dans un cristal sans défaut le potentiel V (r) est invariant sous translation à un vecteur de
réseau arbitraire Rn :

V (r + Rn) = V (r) (III.128)

ceci n’est pas le cas pour un cristal impur de défauts ponctuels. Dans ce cas, le potentiel ressenti
par les électrons lors du déplacement à travers un solide n’a aucune contrainte géométrique et
s’appelle le full-potentiel. Dans un premier lieu le full-potentiel est obtenu approximativement
par la superposition des potentiels des atomes neutres Va (r), situé sur un site Rn :

V (r) =
∑

n

Va (r − Rn) . (III.129)

Pour les systèmes cristallins on peut utiliser la soi-disant approximation de muffins-tin (MT),
pour cette approximation l’espace est divisé en sphères non superposées qu’on appelle sphères
muffin-tin MT-spheres, chaque atome est entouré par une sphère muffins-tin de rayon RMT .
La région située entre ces sphères est appelée région interstitielle où bien MT-floor Figure.
III.10. Le potentiel MT est choisi pour être de symétrie sphérique à l’intérieure de chaque
MT-sphere. Chaque site (atome/MT-sphere) peut être vu comme un diffuseur sphérique ; et
les électrons se propagent entre les sites avec le propagateur libre ou la fonction de Green. À
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Région interstitielle

Région d'augmentation

Figure III.10 – Illustration de la division de l’espace dans un cristal en régions de muffin-tin et
interstitielle [305]
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Figure III.11 – Full-potentiel (à gauche) et approximation muffin-tin de ce potentiel (droite). [305]

l’extérieur (MT-floor) de la cellule unitaire (région interstitielle) le potentiel devient constant
(plat) (Figure. III.11), et l’Équation de Schrödinger est résolue avec une énergie fixe ϵ pour
chaque moment angulaire l, ou l’Équation de Helmholtz d’une onde sphérique est adoptée.

Le potentiel constant entre les sphères muffin-tin est souvent désigné par le muffin-tin zéro
VMT Z . De cette façon le MT-potentiel est obtenu à partir du potentiel original en négligeant
tous les contributeurs non-sphériques à l’intérieur des MT-sphères ainsi que les déviations des
valeurs constant dans le MT-floor.

Une conséquence immédiate du concept MT est la diffusion multiple entre les MT-sphères
où la propagation d’un électron de conduction peut-être décrite par une onde plane dans la
région interstitielle à l’extérieur des sphères MT. Cet électron est diffusé plusieurs fois par des
potentiels-MT individuels. Ceci est illustré schématiquement sur la Figure. III.12. La structure
électronique du système est déterminée par tous les processus de diffusion multiples possibles.
Cette approche MT où la diffusion multiple est un outil très efficace a été appliquée avec succès
aux solides idéaux, aux solides défectueux, aux problèmes de surface, aux liquides, aux solides
amorphes, aux amas et aux molécules [222]. Par conséquent, nous ne considérons ici pour cette
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Figure III.12 – Diffusion multiple d’un électron dans un système de potentiels individuels de type MT
(schématiquement). Un processus de diffusion multiple est illustré. Pour obtenir la structure électronique
du système, il faut résumer globalement les multiples processus de diffusion possibles [309].

méthode de KKR que les potentiels muffins-tin.
Avant de traiter la diffusion multiple dans les systèmes de potentiels MT, nous étudierons
d’abord les propriétés de diffusion d’un potentiel MT unique.

5.2 Théorie de diffusion par un seule potentiel

5.2.1 États de diffusion et déphasage de diffusion
L’hamiltonien d’un seul potentiel-MT V (r) est donnée par :

H = −1
2

∂2

∂r2 + V (r) , V (r)

 ̸= 0 , r < RMT

= 0 , r ≥ RMT

(III.130)

Parce que le potentiel est de symétrie sphérique, le moment angulaire se conserve, et l’état de
diffusion de H est définie par :

Hϕl,m = Eϕl,m (III.131)

La fonction d’onde incidente ϕlm (r) satisfait l’Équation de Schrödinger radial comme décrit
dans l’Équation III.93, où à l’intérieur de la sphère Muffin-tin pour l’énergie ϵ la partie radiale
est normalisée.
On pose maintenant Pl (r, ϵ) comme une solution régulière de l’Équation de Schrödinger radial
III.93 pour une énergie donnée. Pour de très petits rayons, lorsque r → 0, Pl (r, ϵ) se comporter
comme rl, par conséquent un potentiel centrifuge domine cette région r < RMT , il est nécessaire
donc de résoudre l’Équation de Schrödinger numériquement dans ce cas.
Dans la région interstitielle (r > RMT ), on a V (r) = VMT Z = 0, ce cas est plus simple car

nous traitons un cas similaire au cas d’une particule libre. L’Équation radiale s’écrit maintenant
comme la combinaison linéaire de jl et nl (les fonctions sphériques de Bessel et Neumann,
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respectivement), qui forme une solution à l’Équation de Helmholtz dans cette région :

ϕL (r;E) = ∑
L PL (r;E)YL (θ, ϕ) r ≥ RMT

Pl (r;E) = Al (ϵ) jl (kr) +Bl (ϵ)nl (kr) , k =
√
E

. (III.132)

On note que les jl sont des fonctions régulières à l’origine alors que les nl sont singulières, avec
L = (l,m) . On paramétrons Al (E) et Bl (E) comme :

Al (E) = Clcos(ηl (E))
Bl (E) = −Clsin(ηl (E))

, (III.133)

au grandes distances r → ∞ la forme asymptotique des fonctions de Bessel et de Neumann
devient :

jl (kr) → sin(kr−l π
2 )

kr

nl (kr) → cos(kr−l π
2 )

kr

. (III.134)

Nous nous insérons III.133 et III.134 dans la fonction d’onde Pl (r;E) III.132 qui prend donc
la forme :

Pl (r;E) → Cl

cos (ηl (E))
sin

(
kr − lπ

2

)
kr

− sin (ηl (E))
cos

(
kr − lπ

2

)
kr

 (III.135)

= Cl

kr
sin
(
kr − l

π

2 + ηl (E)
)

à longue portée.
La quantité ηl s’appelle le déphasage Phase Shift, cette quantité mesure la différence entre la
solution asymptotique du cas de diffusion muffin-tin est la solution asymptotique dans le cas
d’une particule libre V (r) = 0. Dans ce dernier cas ηl (E) = 0 pour tous les distances r ≥ 0.
Ceci est illustré schématiquement sur la Figure. III.13. Dans la région r < RMT , la fonction
d’onde Pl (r;E) dépend de la forme spéciale de V (r) et elle est différente de la fonction d’onde
correspondant au potentiel nul dans ce cas. Pour r ≥ RMT , les deux fonctions d’onde présentent
le même comportement oscillant hormis qu’il existe un déphasage ηl entre les deux fonctions
d’ondes.
De même dans la théorie de la diffusion, la particule entrante dispersée est décrite comme une
onde plane dans la direction z, elle est liée à une amplitude de diffusion f , la limite asymptotique
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RMT

r

r√ε Pl(r)

ηl

Figure III.13 – Fonction d’onde radiale pour un potentiel de diffusion unique (schématiquement). À
l’intérieur du RMT de rayon MT, la fonction d’onde montre des oscillations. Dans la région asymptotique
à l’extérieur du rayon MT, il y a un déphasage par rapport à la fonction d’onde radiale pour un potentiel
nul (ligne discontinue rouge). [309]

appropriée pour les conditions aux bords pour cette fonction d’onde est donc :

ϕ (r) ∼ eikz + f (θ)
r

eikr. (III.136)

Si on compare les coefficients des deux Équations III.135 et III.136 on trouve que le terme Cl

kr

s’écrit en fonction du déphasage ηl comme eiηl , Pl (r;E) devient donc :

Pl (r;E) ∼ eiηlsin
(
kr − l

π

2 + ηl (E)
)
. (III.137)

Si les phases de diffusion ηl (ϵ) sont connus, alors on peut calculer par exemple les propriétés
de diffusion suivantes :

1. La section efficace différentielle pour l’angle de diffusion θ :

σ (θ) = |f (θ)|2

f (θ) = −∑
l (2l + l) 1

k
exp (iηl) sin (ηl)Pl (cos (θ)) .

(III.138)

2. La section efficace totale pour une diffusion élastique :

σ =
�
dΩσ (θ) = 4π

k2

∑
l

(2l + l) sin2 (ηl) . (III.139)

Par analogie avec Pl (r;E), il existe une solution irrégulière Nl (r;E) de l’Équation de
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Figure III.14 – Illustration schématique de la diffusion d’une onde plane par un potentiel sphérique
[222].

Schrödinger, qui se comportent comme r−l−1 lorsque r → 0 et :

Nl (r;E) → e−iηl [sin(ηl (E))jl (kr) + cos(ηl (E))nl (kr)] , r ≥ RMT . (III.140)

Nl (r;E) ne décrit pas une image physique valide pour la diffusion, mais qui reste im-
portante pour décrire la fonction Green.

5.2.2 Équations de Lippmann-Schwinger et Équations de Dayson
Bien que le problème de diffusion pour un "potentiel de diffusion" soit résolu avec la connais-

sance des déphasages ηl (ϵ), il est utile de reformuler les Équations III.93 et III.130 en termes
d’Équation intégrale et d’introduire à cet égard la matrice-T de diffusion et les fonctions de
Green appropriées. Ces quantités sont nécessaires pour élaborer la théorie de la diffusion mul-
tiple pour un système de potentiels MT. En plus de cela, la solution itérative fournit une
alternative à la solution numérique directe de l’Équation. III.93.
Cas général

Les fonctions de Green sont définies comme des solutions de l’Équation de Kohn-Sham III.42
pour une énergie E avec une source à la position r′ :

(
E + iΓ − ∇2 − V (r)

)
G (E; r, r′) = (E + iΓ −H)G (E; r, r′) = δ (r − r′) (III.141)

Une solution formelle de cette Équation est s’écrit en utilisant la représentation spectrale de
l’Équation de Green comme :

G (E; r, r′) =
∑

σ

ϕσ (r)ϕ∗
σ (r′)

E + iΓ − Eσ

(III.142)
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La quantité Γ est une réel positive, elle s’est ajouté pour assuré que G (E) soit une fonction
analytique, et garantit la convergence de la transformer de Fourier de cette fonction. À la fin,
elle est prise si petit pour être Γ → 0.
On considère la situation où on possède un hamiltonien qui s’écrit sous la forme :

H = H0 + ∆V (r) , H0 = −1
2

∂2

∂r2 + V 0 (r) , (III.143)

et on suppose qu’il, existe un état propre d’un système de référence non-perturbé H0 :

H0ϕ0 (r;E) = Eϕ0 (r;E) (III.144)

De même, l’Équation III.141, devient :

(
E + iΓ −H0

)
G0 (E; r, r′) = δ (r − r′) . (III.145)

G0 est donc la fonction de Green pour une particule libre ( système de référence). La fonction
d’onde ϕ (r;E) peut s’écrit donc comme l’Équation intégrale :

ϕ (r;E) = ϕ0 (r;E) +
�
d3r G0 (E; r, r′) ∆V (r′)ϕ (r′;E) . (III.146)

Dans une notation d’opérateur les Équations III.145 et III.146 peuvent être écrites comme :

(z −H0)G0 = I où G0 = (z −H0)−1 (III.147)

où z = E + iΓ, et I est l’opérateur identité :

|ϕ⟩ =
∣∣∣ϕ0
〉

+G0∆V |ϕ⟩ . (III.148)

Les Équations III.146 et III.148, sont des Équations de Lippmann-Schwinger.
Une solution formelle de III.148 est simplement :

|ϕ⟩ =
(
1 −G0∆V

)−1 ∣∣∣ϕ0
〉
. (III.149)

La tâche consiste maintenant à déterminer le préfacteur (opérateur intégral) qui précède |ϕ0⟩,
et qui est lié à la transition ou à l’opérateur-T comme :

T = ∆V
(
1 −G0∆V

)−1
. (III.150)
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0

... =

T

+

Figure III.15 – Schématisation de la matrice-T où l’amplitude de diffusion totale est somme de chaque
amplitude de diffusion [309]

La multiplication l’Équation III.149 par ∆V conduit à :

∆V |ϕ⟩ = T
∣∣∣ϕ0
〉
, (III.151)

Cette étape montre comment le problème pour trouver l’état de diffusion |ϕ⟩ est transformé en
problème pour trouver la matrice-T à partir de III.150 ou bien à partir de :

T = ∆V + TG0∆V. (III.152)

L’Équation III.150 est la solution formelle de l’Équation intégrale III.152, l’itération de l’Équa-
tion III.150 s’écrit comme :

T = ∆V + ∆V G0∆V + ∆V G0∆V G0∆V + · · · (III.153)

pour des petites perturbations T ≃ ∆V où nous avons utilisé l’approximation de Born du
premier ordre. La matrice T décrit la diffusion due à chaque potentiel ∆V . Cette matrice T
est schématisée graphiquement dans la Figure. III.15. Si la matrice-T est connue (en résolvant
les Équations (III.150,III.152 ou III.153)), alors l’état de diffusion |ϕ⟩ découle de (III.149 et
III.151) via :

|ϕ⟩ =
(
1 +G0T

) ∣∣∣ϕ0
〉
. (III.154)

En plus, T peut être utilisé pour exprimer la fonction de Green du système perturbé ou défec-
tueux défini de la même manière que dans l’Équation III.147 :

(z −H)G = I où G = (z −H)−1 . (III.155)
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Parce que H = H0 + ∆V , on trouve que (z −H0)G = I + ∆V G ce qui conduit à :

G = G0 +G0∆V G. (III.156)

C’est l’Équation de Dayson, c’est une Équation intégrale pour G (E; r, r′). L’itération de cette
dernière est :

G = G0 +G0∆V G0 +G0∆V G0∆V G0 + · · · (III.157)

Dans ce processus, G0 représente l’amplitude de probabilité que l’électron se propage librement,
∆V repensent ainsi la diffusion par un seul site, alors que G0∆V G0 représente l’amplitude de
probabilité que l’électron soit dispersé par l’atome, une fois, deux fois (G0V G0V G0) ...
En outre, l’Équation III.157, montre la relation avec la matrice-T :

G = G0 +G0TG0 +G0TG0TG0 + · · · . (III.158)

Ainsi la connaissance de T conduit a la connaissance de G. Si on compare III.156 et III.158 on
trouve :

∆V G = TG0 (III.159)

On trouve que cette dernière est analogue à III.151.

Application pour le cas diffusion unique

Dans le cas de l’Équation III.130 on à V 0 (r) = 0 et ∆V (r) = V (r).
L’Équation de Lippmann-Schwinger dans ce cas s’écrit :

ϕ (r;E) = ϕ0 (r;E) +
�
d3r g0 (E; r, r′)V (r′)ϕ (r′;E) , (III.160)

où g0 (E; r, r′) est la fonction de Green pour un électron libre :

g0 (E; r, r′) = − 1
4π

eik|r−r′|

|r − r′|
. (III.161)

et l’état ϕ0 est la fonction d’onde incidente 1
V

exp (ikr), si on étudiait la diffusion d’une par-
ticule plane, avec V est le volume du système considéré, ou bien une onde sphérique ϕ0

L (r) =
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jL (kr)YL (r) , si on étudiait un cas sphérique. Dans le dernier cas, l’Équation III.160 devient :

Pl (r;E) ,= jl (kr) +
RMT�

0

g0
l (E; r, r′)V (r′)Pl (r′;E) r′2dr′. (III.162)

Pour r ≥ RMT , l’Équation précédente prend la forme :

Pl (r; ϵ) ,= jl (kr) + [nl (kr) − ijl (kr)] k ⟨jl|V |Pl⟩ , (III.163)

ou la notation :

⟨jl|V |Pl⟩ =
RMT�

0

jl (kr)V (r)Pl (r;E) r2dr (III.164)

est introduite. L’Équation III.163 peut aussi être exprimée par des éléments matriciels appro-
priés de l’opérateur de transition (pour un potentiel de diffusion unique noté t) similaire à
l’Équation III.154. Par conséquent, la L-représentation de t s’écrit :

tLL′ (E) =
〈
ϕ0

L

∣∣∣ t ∣∣∣ϕ0
L′

〉
=
〈
ϕ0

L

∣∣∣V |ϕL′⟩ (III.165)

= δLL′ ⟨jl|V |Pl⟩ = δLL′tl (E)

en utilisant l’Équation III.151. Avec ce résultat, l’Équation III.163 devient :

Pl (r; ϵ) = jl (kr) + [nl (kr) − ijl (kr)] ktl (E) , r ≥ RMT . (III.166)

La comparaison de celle-ci avec les Équations III.132 et III.133 montre que :

1 − iktl = Cl cos (ηl)
ktl = −Clsin (ηl)

(III.167)

ce qui confirme une deuxième fois que Cl = exp (iηl), et conduit immédiatement a la connexion
entre la matrice-t et la phase de diffusion :

tl (E) = − 1√
E

eiηlsin (ηl) . (III.168)
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La représentation dans l’espace réel de la matrice t prend la forme :

t (E; r, r′) =
∑
L

YL (r) tl (E; r, r′)YL (r′) . (III.169)

Et par analogie avec l’Équation III.151, on a :

∞�

0

tl (E; r, r′) jl (kr′) r′2dr′ = V (r)Pl (r;E) . (III.170)

Ce qui mène à :

tl (E; r, r′) =
RMT�

0

jl (kr)V (r)Pl (r;E) r2dr. (III.171)

Dans l’espace réciproque (k-représentation), et d’après la représentation dans l’espace réel on
trouve :

tkk′ =
�
d3r′

�
d3r′ϕ0

k (r) t (E; r, r′)ϕ0
k′ (r′)

=(4π)2

V

∑
L

YL (k) tl (E)YL (k′) (III.172)

=4π
V

∑
l

(2l + 1) tl (E)Pl (cos ξ)

avec ξ est l’angle entre les vecteurs k et k′.
Après cela, la fonction de Green G (E; r, r′) est connectée à la fonction de Green pour un
électron libre g0 (E; r, r′), via l’Équation de Dayson III.158 :

G (E; r, r′) = g0 (E; r, r′) +
�
d3r1

�
d3r2g

0 (E; r, r1) tl (E; r1, r2) g0 (E; r2, r
′) (III.173)

Et à cause de la symétrie sphérique, on utilise l’approche :

G (E; r, r′) =
∑
L

YL (r)Gl (E; r, r′)YL (r′) . (III.174)

Ce qui donne :

Gl (E; r, r′) = g0
l (E; r, r′) +

� RMT

0
r2

1dr1

� RMT

0
r2

2dr2g
0
l (E; r, r1) tl (E; r1, r2) g0

l (E; r2, r
′) .

(III.175)
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On considère tout d’abord le cas où r et r′ > RMT . On trouve à partir des Équations III.168
et III.169 que :

Gl (E; r, r′) = k
[
h+

l (kr>) jl (kr<) − h+
l (kr)h+

l (kr′) eiηlsin (ηl)
]

(III.176)

= kh+
l (kr>)Pl (r<;E) r, r′ > RMT

où nous avons posé :
g0

l (E; r, r′) = kjl (kr<)h+
l (kr>)

avec h+
l (x) = nl (x) − ijl (x)

(III.177)

nous avons aussi utilisé la définition de Pl (r;E) III.158 dans le passage entre les deux lignes
d’Équation III.176. h+

l (x) s’appelle la fonction sphérique de Hankel du deuxième type,
alors que r> est le rayon le plus grand (r< le plus petit) entre r et r′

Dans le cas où r et r′ < RMT , Gl (E; r, r′) peut s’écrire en terme de la solution régulière Pl, et
la solution irrégulière singulière Nl de l’Équation de Schrödinger défini dans III.140. L’Équation
de Lippmann-Schwinger de Nl (r;E) s’écrit :

Nl (r;E) = nl (r;E) +
RMT�

0

g0
l (E; r, r′)V (r′)Nl (r′;E) r′2dr′ (III.178)

Les deux solutions Pl et Nl doivent être logarithmiquement continues à r = RMT . Afin d’adapter
le comportement de l’Équation III.140, on définit :

H+
l (r;E) =

 Nl (r;E) − i exp (−2iηl (E))Pl (r;E) r < RMT

h+
l (E; r) r > RMT

(III.179)

L’expression finale de la fonction de Green d’une diffusion par un seul potentiel est :

G (E; r, r′) = k
∑
L

YL (r)Pl (r<;E)H+
l (r>;E)YL (r′) (III.180)

On remarque que dans le cas où V (r) = 0, on a ηl (E) → 0, donc Pl → jl, Nl → nl, H+
l → h+

l ,
l’Équation III.180 prend alors la forme de III.177.

5.2.3 Densité d’état et fonction de Green

Comme c’est déjà discuté a densité d’état n (r, E) se réfère à la distribution des électrons
d’une énergie E dans l’espace et elle peut être exprimée par la partie imaginaire de la fonction
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de Green (Équation. III.142) :

n (E; r) =
∑

σ

ϕσ (r)ϕ∗
σ (r′) (III.181)

ce qui donne :
n (E; r) = − 1

π
ImG (E; r, r′) , (III.182)

ce résultat, se découle de l’identité de Dirac :

lim
ε→0

1
E − Ek ± iε

= P

( 1
E − Ek ± iε

)
∓ iπδ (E − Ek) (III.183)

ou P représente la partie principale de l’intégrale de Cauchy. On peut déduire de l’Équation
III.182 l’expression de la densité spectrale d’états, qui s’écrit comme :

n (E) = − 1
π

Im
�
G (E; r, r′) d3r = − 1

π
ImTrG (E) , (III.184)

la dernière étape souligne que la trace de l’opérateur de Green G (E) peut être prise dans
n’importe quelle base, pas seulement dans la représentation en espace réel. D’un autre coté, la
densité de charge est trouvée comme une intégrale de n (E; r) sur les énergies jusqu’au niveau
de Fermi :

ρ (r) = − 1
π

Im
� EF

−∞
G (E; r, r′) dE = − 1

π
Im

� EF

−∞
Tr (r̂G (E)) dE (III.185)

avec r̂ = |r⟩ δ (r − r′) ⟨r′| est l’opérateur position. À partir de ces deux quantités, on voit ainsi
que l’évaluation des fonctions d’onde ϕσ (r) est évitée et il est remplacé par des fonctions de
Green qui contient tout les informations donné par la fonction d’onde, on peut trouver donc
tous les propriétés physiques du système en calculant cette fonction de Green. En faite, la valeur
moyenne de n’importe quelle grandeur physique

〈
Ô
〉

peut s’exprimer comme :

〈
Ô
〉

= − 1
π

Im
� EF

−∞
Tr
(
ÔG (E)

)
dE, (III.186)

cette écriture est possible due la représentation spectrale de la fonction de Green (Équation.
III.142).
Les changements dans les densités d’états intégrés ∆N (E), entre les systèmes perturbés est
non-perturbés où bien en autre terme, en présence et en absence de V , peuvent être exprimés
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en fonction de la matrice T . À partir de l’Équation III.184, le changement dans la densité d’état
s’écrit :

∆n (E) = − 1
π

ImTr [G (E) −G0 (E)] , (III.187)

d’autre part, on utilise l’identité III.142 pour écrire G (E) comme :

G (E) = ∂ lnG−1 (E)
∂E

. (III.188)

Nous insérons cette dernière dans l’Équation III.187, on trouve :

∆n (E) = − 1
π

ImTr ∂

∂E

[
lnG−1 − lnG−1

0

]
= − 1

π
ImTr ∂

∂E

[
lnG0G

−1
]

(III.189)

= − 1
π

Im ∂

∂E
Tr
[
lnG0G

−1
]
.

Si nous introduisons les Équations de Dayson III.152 et III.156, ceci devient :

∆n (E) = − 1
π

Im ∂

∂E
Tr ln [1 −G0V ] (III.190)

= − 1
π

Im ∂

∂E
Tr ln

[
T−1V

]
.

La totalité des changements des densités d’états est calculés par l’intégral suivant :

∆N (E) =
E�

−∞

∆n (ϵ) dϵ = − 1
π

ImTr ln
[
T−1V

]E
−∞

(III.191)

Nous utilisons la propriété ln (ab) = lna+lnb, on peut se débarrasser du terme V dans l’intégral,
car il dépend pas de l’énergie E. La contribution de la borne −∞ de l’intégrale, ne contribue
pas également dans le calcul des changements des densités d’états puisqu’elle n’appartient pas
aux spectres de l’hamiltonien, ∆N par conséquent s’écrit :

∆N (ϵ) = 1
π

ImTr lnT (E) . (III.192)
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5.3 Théorie de diffusion multiple

Après l’analyse du cas de diffusion par un seul potentiel isolé dans la partie précédente. Dans
cette partie, nous étendrons l’étude à un ensemble de diffuseurs. Nous considérons alors un sys-
tème périodique idéal sans défaut de potentiels-MT non-chevauchants de symétries sphériques
Vn (r −Rn) autour de chaque centre de diffusion (site atomique) où les centres se trouvent aux
vecteurs de réseau Rn, et le rayon de chaque sphère est RMT . Il est utile donc, d’introduire un
nouveau système de coordonnées dans chaque cellule autour de Rn et Rn′ .

0

Rn

r

Rn’

r’

RMT

Figure III.16 – Système de coordonnées dans un potentiels-MT [309]

r → r +Rn, r′ → r′ +Rn′ (III.193)

Les nouvelles coordonnées sont limitées à la maille de Wigner-Seitz. Ceci est illustré dans la
Figure. III.16.

5.3.1 Constante de structure

Avant de commencer notre étude sur la théorie de diffusion multiple, nous définissons la
constant de structure qui est une quantité importante qui nous aidera à terminer ultérieurement
nos calculs.
Avec la mise en place de ce nouveau système de coordonnées, la fonction de Green d’un électron
libre G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′) et par analogie aux Équations III.161 et III.177 s’écrit :

G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′) = − 1
4π

eik|r+Rn−r−R′
n′|

|r+Rn−r−R′
n′|

= k
4π
h+

0 (k |r +Rn − r −R′
n′|)

(III.194)
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avec :

h+
0 (k |r +Rn − r −R′

n′|) = 4
∑

jL (k |r − r′|)h+
L (−k |Rn −R′

n′ |) (III.195)

où nous avons utilisé les abréviations :

jL (k |r − r′|) = jl (k |r − r′|)YL (|r − r′|)
h+

L (−k |Rn −R′
n′|) = h+

l (k |Rn −R′
n′ |)YL (− |Rn −R′

n′ |) .
avecYL (− |Rn −R′

n′ |) = (−1)l YL (|Rn −R′
n′|)

(III.196)

également on fait introduire le théorème d’addition :

iljL (k |r − r′|) = 4π
∑

L′,L′′
il

′−l′′CLL′L′′jL′ (kr′) jL′′ (kr′′) (III.197)

CLL′L′′ est appelé coefficient de Gaunt :

CLL′L′′ =
�
dΩYL (k)YL′ (k)YL′′ (k) (III.198)

on obtient alors :

h+
0 (k |r +Rn − r −R′

n′ |) = (4π)2 ∑
L,L′,L′′

il−l′+l′′jL (kr) jL′ (kr′)CLL′L′′h+
L′′ (k |Rn −R′

n′|)

(III.199)
de tout ce qui précède, la fonction de Green d’un électron libre G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′) devient
donc :

G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′) = δnn′k
∑
L

jL (kr<)h+
L (kr>) +

∑
L,L′

jL (kr)L,L′ g
nn′

LL′ (E) jL′ (kr′)

(III.200)
avec :

gnn′

LL′ (E) = (1 − δnn′) k8π2∑
L′′
il−l′+l′′CLL′L′′h+

L′′ (k |Rn −R′
n′|) (III.201)

où gnn′
LL′ (E) est intitulé constante de structure.

5.3.3 Fonction de Green structurelle

Par analogie a l’Équation de Schrödinger de la fonction de Green décrit dans le cas de
diffusion par un seul site (Équation. III.141), l’Équation de Schrödinger pour un maille qui
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entoure Rn s’écrit :(
1
2
∂2

∂r2 − Vn (r) + E

)
G (E;Rn + r, Rn′ + r′) = δnn′δ (r − r′) , (III.202)

pour Rn ̸= Rn′ , la fonction de green satisfait l’Équation de Schrödinger homogène comme le
terme source s’annule, par conséquent la fonction de Green peut être étendue au fonctions
propres P n

L (r;E) = P n
l (r;E)YL (r), où P n

L (r;E) est la solution régulière de l’Équation de
Schrödinger radial de potentiel Vn (r) et d’énergie E. Dans ce cas la fonction de Green s’écrit :

G (E;Rn + r, Rn′ + r′) = δnn′Gn (E;Rn + r, Rn′ + r′) +
∑
L,L′

P n
L (r;E)Gnn′

LL′ (E)P n′

L′ (r′, E) .

(III.203)
Le premier terme de la coté droite de l’Équation III.203 est la fonction de Green Gn de diffusion
par un seul potentiel-MT Vn intégré dans un espace libre, avec :

Gn (E;Rn + r, Rn′ + r′) = ∑
L YL (r)Gn

l (E; r, r′)YL (r′)
Gn

l (E; r, r′) = kP n
l (r<;E)H+(n)

l (r>;E)
(III.204)

par analogie aux Équations III.174, III.177 et III.180. Le deuxième terme de III.203 contient
seulement les fonctions régulières P n

L (r;E) et P n′
L′ (r′, E) qui satisfont l’Équation de Schrödinger

homogène. Le coefficient Gnn′
LL′ (E), qui reste à déterminer "contient tous les termes de diffusion

multiple entre les potentiels-MT". Ce terme s’appelle la fonction de Green structurelle.
On doit aussi mentionner qu’en cas d’un cristal idéal, et en raison de la symétrie de translation
de notre cristal Gnn′

LL′ (E) dépend seulement de la différence Rn −Rn′ , ceci exprimé par :

Gnn′

LL′ (E) = G
0,(n−n′)
LL′ (E) = G

(n−n′),0
LL′ . (III.205)

La fonction de Green de diffusion par cristal G (E;Rn + r, Rn′ + r′) et la fonction de Green
d’un électron libre G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′) sont reliés par l’Équation de Dayson III.156 :

G (E;Rn + r, Rn′ + r′) = δnn′G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′) (III.206)

+
∑
n′′

�
drG0 (E;Rn + r, Rn′ + r′) ∆Vn′′ (r′′)G (E;Rn′′ + r′′, Rn′ + r′) .
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Pour le cas de l’Équation III.130 on a, V 0 (r) = 0 et ∆V (r) = ∑
n Vn (r), l’Équation de Dayson

devient donc :

G (E;Rn + r, Rn′ + r′) = δnn′G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′) (III.207)

+
∑
n′′

�
drG0 (E;Rn + r, Rn′ + r′)Vn′′ (r′′)G (E;Rn′′ + r′′, Rn′ + r′) .

Si nous insérons les expressions III.200, III.201 et III.206 dans l’Équation III.203, nous obtenons
en fin de compte l’Équation de Dayson algébrique :

Gnn′

LL′ (E) = gnn′

LL′ (E) +
∑

n′′,L′′
gnn′′

LL′′ (E) tn′′

l′′ (E)Gn′′n′

L′′L′ (E) (III.208)

= gnn′

LL′ (E) +
∑

n′′,L′′

∑
n′′′,L′′′

gnn′′

LL′′ (E) tn′′

l′′ (E) gn′′n′′′

L′′L′′′ (E) tn′′′

l′′′ (E) gn′′′n′

L′′′L′ + ...

où la matrice de transition tn′′
l′′ (E) sur tous les sites de la maille entre comme une perturbation

de l’espace libre au lieu du potentiel qui apparaît dans l’Équation de Dayson normale.
Cette procédure peut être simplement tracé en utilisant la notation d’opérateur, l’Équation
III.208 s’écrit donc comme :

G = g0 + g0tG = g0 + g0tg0 + g0tg0tg0 + ... (III.209)

Cette Équation peut formellement être résolu par :

G = g0 (1 − g0t)−1

G−1 = (g0)−1 − t.
(III.210)

5.3.3 Conditions aux bords périodiques

Lorsque les centres de diffusion sont alignés périodiquement comme dans le cas d’un cristal
périodique idéal, la fonction de Green structurelle Gnn′

LL′ peut s’écrit en fonction de gnn′
LL′ et

alternativement peut être résolue par transformation de Fourier avec :

Gnn′
LL′ (E) =

�
BZ

Ω
(2π)3 exp (ik (Rn −Rn′))GLL′ (k,E)

gnn′
LL′ (E) =

�
BZ

Ω
(2π)3 exp (ik (Rn −Rn′)) gLL′ (k,E) .

(III.211)
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où Ω est le volume de la maille élémentaire et (2π)3

Ω est celui de la 1ére zone de Brillouin, à l’aide
de l’identité : ∑

n

exp (ikRn) = (2π)3

Ω
∑

n

δ (k −Rn) (III.212)

l’Équation III.208 devient donc :

GLL′ (k,E) = gLL′ (k,E) +
∑

n′′,L′′
gLL′′ (k,E) tl′′ (k,E)GL′′L′ (k,E) (III.213)

et finalement par le biais de l’Équation III.210 la fonction de Green structurelle devient :

Gnn′

LL′ (E) =
�

BZ

Ω
(2π)3d

3k exp (ik (Rn −Rn′))
∑
L′′

[
(1 − g (k,E) t (E))−1

]
LL′′

gL′′L′ (k,E)

(III.214)

5.3.4 Les Équations KKR et Structure de Bande

L’Équation de Lippmann-Schwinger pour une fonction de Bloch ϕk dans le cas d’un cristal
périodique de potentiels-MT V 0 (r) égaux à chaque site Rn s’écrit :

ϕk (r +Rn;E) =
∑
n′

�
d3r′ G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′)V 0 (r′)ϕk (r′ +Rn′ ;E) , (III.215)

où G0 est la fonction de Green d’un électron libre III.194. Si on compare notre Équation
de Lippmann-Schwinger avec celle de III.160 dans le cas d’une diffusion par un seul site on
remarque que le terme d’onde plane incidente dans cette situation est absent, car on suppose
que nos ondes sont diffusées d’un site a l’autre. On note en plus que l’expansion du moment
angulaire de la fonction de Bloch proche d’un site Rn, s’écrit sous la forme :

ϕk (r +Rn;E) = 1√
V

∑
L c

n
L (k)PL (r, Ek)

cn
L (k) = exp (ikRn) cL (k)

(III.216)

où V est le volume du cristal. Si nous insérons cette Équation et l’Équation III.162 dans l’Équa-
tion de Lippmann-Schwinger de ϕk, III.215 devient :

∑
L

[
jl (kr) +

�
d3r′ G0 (E;Rn + r, Rn + r′)V 0 (r′)PL (r′;E)

]
cn

L (k)
=∑

n′,L′
�
d3r′ G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′)V 0 (r′)PL′ (r′;E) cn′

L′ (k)
(III.217)
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on rappele que PL (r;E) = Pl (r;E)YL (r) et jL (kr) = jl (kr)YL (r). Le second terme de la
partie gauche de cette Équation s’annule avec la partie droite quand n = n′. III.217 devient
donc :

∑
L jl (kr) cn

L (k) = ∑
n′ ̸=n

∑
L′
�
d3r′ G0 (E;Rn + r, Rn′ + r′)V 0 (r′)PL′ (r′;E) cn′

L′ (k)∑
L jl (kr) cn

L (k) = ∑
n′ ̸=n

∑
L,L′

�
d3r′ jL (kr) gnn′

LL′ (E) ⟨jl|V 0 |Pl′⟩ cn′
L′ (k)

(III.218)
où nous avons utilisé l’Équation III.200 pour la fonction de Green de l’électron libre G0, l’élé-
ment matriciel ⟨jl|V 0 |Pl′⟩ et donnée par l’Équation III.164. Il s’ensuit donc :

∑
L

cn
L (k) =

∑
n′ ̸=n

∑
L,L′

�
d3r′ gnn′

LL′ (E) tl (E) cn′

L′ (k) . (III.219)

Avec l’inverse de la transformer de Fourier III.212, et l’Équation III.211, on trouve :

gLL′ (k,E) =
∑

n′ ̸=n

exp (−ik (Rn −Rn′)) gnn′

LL′ (E) . (III.220)

Avec cette définition, l’Équation III.219 peut s’écrire alors :

∑
L′

[δLL′ − gLL′ (k,E) tl (E)] cn′

L′ (k) = 0. (III.221)

Comme c’est déjà mentionné, l’une des caractéristiques de la méthode KKR, est que la structure
décrite par les sites de réseau Rn, et les propriétés de diffusion décrites par les déphasages d’un
potentiel MT, ηl (E), entrent séparément dans les Équations, déterminant Ek et cL (k). Dans le
but d’avoir cette séparation additivement l’Équation III.221 est réécrite de la manière suivante :

il
∑
L′

[
(tl)−1 δLL′ − i−lgLL′il

′]
i−l′tl′cL′ = 0 (III.222)

où d’après l’Équation III.168 :

(tl)−1 = −k exp (−iηl)
sin (ηl)

= −k cot (ηl) + ik (III.223)

avec le nouveau coefficient de la fonction de Bloch :

dL (k) = i−ltl (E) cL (k) (III.224)
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et la nouvelle constante de structure :

BLL′ (k,E) = i−l+l′gLL′ (k,E) − ikδLL′ (III.225)

les Équations matricielles de KKR finales sont :

∑
L′

[
BLL′ (k,E) +

√
E cot (ηl (E)) δLL′

]
dL′ (k) = 0. (III.226)

la solution non triviale (dL′ (k) ̸= 0) de l’Équation de KKR séculaire III.226, est le déterminant
séculaire :

det
∣∣∣BLL′ (k,E) +

√
E cot (ηl (E)) δLL′

∣∣∣ = 0. (III.227)

Pour un vecteur d’onde de Bloch k donnée, ceci est la relation de dispersion non linéaire des
bandes d’énergie E = Ek. Elle se trouve donc à partir des racines du déterminant séculaire,
avec la taille de l’Équation séculaire dépend du moment cinétique maximal nécessaire. III.227.
Souvent, il est plus efficace de fixer l’énergie et de scanner le vecteur d’onde k pour trouver les
racines, car les déphasages ηl ne dépendent que de l’énergie alors que les constantes de structure
BLL′ ne dépendent que de k à un E donné.
Les vecteurs propres dL′ (k) de l’Équation III.226 a leurs tours déterminent les fonctions d’ondes
III.227, puisque les vecteurs propres de la fonction de Green sont les mêmes que ceux de l’ha-
miltonien, à l’intérieur de chaque sphère, la solution est simplement une combinaison linéaire :

ϕk (r) =
∑
L′
dL′ (k)ϕL (r) , (III.228)

où ϕL (r) sont connus puisqu’ils ont été utilisés pour trouver les déphasages et la matrice t. En
dehors des sphères, la fonction d’onde peut être trouvée à partir de l’Équation de la fonction
de Green :

ϕk (r) = −
�
dr′G0 (Ek; |r − r′|)V (r′)ϕk (r′) , (III.229)

qui peut être évalué avec r′ restreint à la région interstitielle avec des conditions aux limites
sur chaque sphère.

6 Approximation cohérente du potentiel (CPA)

Dans la nature, les matériaux ne sont pas tout à fait purs ni parfaitement ordonnés, les
alliages entre autres représentent des classes importantes de matériaux allant des alliages
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métalliques, où les propriétés mécaniques et magnétiques peuvent être contrôlées, aux semi-
conducteurs où les propriétés électroniques délicates sont ajustées en fonction de la composition,
pareillement dans les semi-conducteurs magnétique dilués (DMS), les impuretés se présentent
d’une manière aléatoire dans le cristal. Par conséquent, la considération de désordre est une
évidence, quand nous voulons effectuer un calcul théorique sur le matériau.
Il existe deux types d’approches théoriques généraux : des calculs directs sur des mailles sé-
lectionnées et des méthodes approximatives qui prennent le désordre en moyenne. La première
approche permet d’étudier directement les effets à courte portée et de même peut-être très
puissante en utilisant des méthodes spécifiques comme les super-cells et les clusters [310]. Pour
la deuxième approche, nous nous concentrerons sur l’approximation du potentiel cohérent
(CPA), qui fournit une approche intuitive mais précise, lorsqu’elle est combinée avec les mé-
thodes de fonction de Green KKR. Ces méthodes sont largement appliquées dans les alliages
métalliques cristallins. La formulation qui sous-tend le travail actuel est due à Soven [311] et
Velicky, et al. [312], et des travaux antérieurs de Lax [313] et Beeby [314].
L’idée générale de l’approche CPA est de trouver un milieu effectif (appelé milieu CPA) et de
formuler un potentiel effectif (ou cohérent) dont les propriétés sont aussi proches que possibles
de celles d’un alliage désordonné. C’est-à-dire lorsque le potentiel est placé sur chaque site du
réseau du milieu effectif, il imite les propriétés électroniques de l’alliage réel, la fonction de
Green totale du système effectif ne change donc pas lors du remplacement du potentiel effectif
par le potentiel réel. Par conséquent, les propriétés de diffusion du potentiel effectif sont donc
déterminées de manière auto-cohérente en termes de théorie du champ moyen local.
Le temps nécessaire pour effectuer des calculs CPA est nettement inférieur à celui des approches
de super-cells où le désordre est approximé par des configurations générées de manière aléatoire
dans un grand nombre de super-cells larges. L’avantage important est que la CPA n’affecte pas
la symétrie translationnelle de la cellule primitive alors que les super-cells doivent être choi-
sies suffisamment grandes pour éviter les effets de l’ordre supposé. La CPA permet d’étudier
la structure électronique en fonction de substitution, ce qui est très important pour décrire
les transitions de phase ainsi que pour étudier l’évolution de la structure électronique dans la
présence de certains concentrations [315].
Supposons pour des raisons de simplicité un alliage binaire de deux composantes Q = A et B,
réparties aléatoirement sur des sites d’un réseau R avec des probabilités cA et cB telles que la
condition cA + cB = 1 soit satisfaite. Cette condition de caractère aléatoire complet implique
une négligence complète des corrélations statistiques à courte portée, et elle est essentielle pour
le développement théorique ultérieur. En plus de cela, le désordre de position est également
négligé, ce qui impliquerait des déplacements d’atomes de leurs positions dans un réseau idéal
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= C + C!A B
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Figure III.17 – Représentation schématique de la condition CPA pour un alliage binaire. Les sites
C sont occupés par un potentiel cohérent, tandis que les sites A et B sont occupés par des potentiels
d’impuretés. L’Équation indique que la moyenne doit être égale à la moyenne pondérée sur les sites A et B
avec les concentrations CA et CB , chacun dans le même milieu cohérent [247].

sous-jacent.
Comme l’illustre la Figure. III.17, quand on introduit un composant Q = A ou B de l’alliage
AcA

BcB
dans un milieu CPA qui consiste en un système avec une matrice de diffusion cohérent

TC sur chaque site de diffusion. La condition CPA pour obtenir le milieu cohérent est qu’en
moyenne, la diffusion supplémentaire due au remplacement d’une matrice TC cohérente par des
impuretés ayant des matrices de diffusion TQ doit disparaitre.
Mathématiquement, en terme de matrice de diffusion T (E), cette condition peut s’écrire :

TC (E) =
∑
Q

CQTQ (E) . (III.230)

Ici TC (E) décrit la diffusion à partir du milieu effectif ordonné de potentiels cohérents, tandis
que TQ (E) décrit la diffusion à partir des systèmes dans lesquels le potentiel cohérent est placé
sur chaque site sauf le site central sur lequel, les atomes de l’alliage aléatoire sont situés.
D’une autre part, puisque les impuretés sont situées au centre du milieu CPA, et les sites hôtes
voisins ne sont pas affectés par la présence de ces impuretés, une fois que la matrice cohérente
TC est connue, toutes les propriétés de l’état fondamental sont calculées par conséquent. Il nous
suffit donc de savoir la diagonale de la fonction de Green à l’origine G (E;Rn + r, Rn + r) ,
où G est donné par l’Équation III.203. Ce problème est immédiatement résolu si la fonction
de Green structurelle de l’Équation III.203 pour le cristal hôte parfait G̃00

LL′ (E) (c’est-à-dire
n = n′ = 0) est connu :

GQ
LL′ (E) =

∑
L”
G̃00

LL”

[
1 − (TQ − TC) G̃00

]−1

L”L′
, (III.231)
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où :

G̃00
LL′ =

�
BZ

Ω
(2π)3d

3k G̃LL′ (k) =
�

BZ

Ω
(2π)3d

3k
∑
L′′
gLL” (k,E)

[
(1 − TCg (k,E))−1

]
L”L′

.

(III.232)
Or TC est déterminé d’une façon auto-cohérente par :

G̃00
LL” =

∑
Q

CQG
Q
LL′ (E) (III.233)

Cette Équation signifie que nous déterminons la fonction de Green structurelle du milieu CPA
en prenant la moyenne pondérée de la fonction de Green où l’atome composant est placé à
l’origine dans le milieu effectif, Figure. III.17. Nous obtenons après cela les TQ pour les diffé-
rents types atomiques. Ensuite, nous résolvons l’Équation précédente pour obtenir le TC pour
le milieu effectif, pour qu’on l’utilise dans l’Équation III.231, pour obtenir la fonction de Green
structurelle. Ceci donne alors des nouvelles fonctions de Green de différents types atomiques
en utilisant l’Équation III.203 pour le problème des impuretés. Voici ce qui est nécessaire pour
redémarrer les calculs pour la prochaine itération...
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Chapitre IV

Contributions

1 Contribution I : Half-métallicité dans le carbure d’étain
SnC dopé par Mn et V (Computational Condensed Matter, 25, e00504
(2020).)

1.1 Résumé de la contribution 1 :

Les éléments du groupe IV, dont le SiC, le SiGe, le SnC, le GeC · · · (Chapitre. I Sec-
tion. 4), sont intéressants pour la conception de bandes interdites et de déformations dans les
hétéro-structures. Ces systèmes sont caractérisés par des propriétés remarquables comprenant
une abondance d’applications technologiques avec le Silicium (Si) tels que les circuits inté-
grés, la haute conductivité thermique avec le Diamant, une forte mobilité des trous dans le
Germanium Ge, et des bandes interdites qui varient de 5.47 eV pour le Diamant Ã ≃0.1 eV
pour l’étain gris α-Sn. Divers projets expérimentaux concernant la construction de matériaux
IV, la formation de ces composées et les propriétés magnétiques optiques et thermiques ont été
publiés.
Le carbure d’étain SnC est disponible sous de nombreuses formes et phases, notamment sous
forme de lingot, de feuille, de tige et de plaque. Les formes de haute pureté comprennent
également la poudre de carbure, la poudre submicronique et les formes nanométriques, mo-
nocristallines ou polycristallines. Comme le diamant, les composés de carbure ont tendance à
être extrêmement durs, réfractaires et résistants à l’usure, à la corrosion et à la chaleur, ce qui
en fait d’excellents candidats pour les revêtements protecteurs pour tiges de forage et d’autres
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Chapitre IV. Contributions

outils. Ils possèdent souvent d’autres propriétés précieuses en combinaison avec leurs rigidités,
comme la conductivité électrique, et la faible expansion thermique.

Les propriétés électroniques et magnétiques du SnC dopée par V et Mn sont étudiées dans
ce travail. Le calcul de la structure ab-initio basé sur la méthode de Korring-Kohn-Rostoker
(KKR) (Chapitre. III Section. 5) combinée à l’approximation du potentiel cohérent (CPA)
(Chapitre. III Section. 6) a été utilisé. Nous avons constaté que la substitution d’atomes Sn dans
le carbure d’étain par des métaux de transition Mn et en V (Chapitre. II Section. 8) apporte
un caractère ferromagnétique half-métallique (Chapitre. I Section. 3) avec un mécanisme de
double d’échange (Chapitre. II Section. 7). Les moments partiels d’impuretés dans le composé
varient légèrement de 1.11 à 1.09 µB dans le cas de V et de 3.56 à 3.5 µB pour le cas de Mn.
Alors que la polarisation s’avère égale à 100%, dans les deux cas où la direction des spins up est
conducteur, tandis que la direction des spins down est isolant. En utilisant la loi de Vegard, nous
avons déterminé le paramètre de réseaux des composés dopants en fonction des concentrations
d’impuretés. De telles caractéristiques ont des implications significatives pour les performances
des instruments spintroniques et elles augmentent leur capacité de magnétorésistance à un taux
énorme (Chapitre. I Section. 2). Par conséquent, la température critique (Température de Curie
( Chapitre. II Section. 6)) peut être contrôlée en faisant varier la concentration des impuretés.

1.2 Contenu de la contribution 1 :
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a b s t r a c t

Electronic and magnetic properties of V and Mn doping SnC are investigated in this work. The ab-initio
structure calculation based on the Korring-Kohn-Rostoker (KKR) method combined with the coherent
potential approximation (CPA) have been used. We have found that the substitution of Sn atoms in Tin-
Carbide by Mn and V Transition Metals brings a half-metallic ferromagnetic character with a double
exchange mechanism. The partial moments of impurities in the compound varies slightly from 1.11 to
1.09 mB in V case and 3.56 to 3.5 mB for Mn case. While the polarization is found to be equal 100%, in both
cases where the up-spins channel is conductive, while the down channel is insulating. Using the Vegard's
law, we have determined the laticce parameter of the doping compounds as function of the impurities
concentrations. Such features has a significant implications for the performance of spintronic in-
struments and boosts their magnetoresistance ability at an enormous rate. Hence, the critical temper-
ature can be controlled by varying the concentration of impurities.

© 2020 Elsevier B.V. All rights reserved.
1. Introduction

Half-metallic ferromagnets (HMF) have drawn much attention
due to their effectiveness in numerous industrial areas as spintronic
and optoelectronic applications [1,2]. These compounds possess a
spin gap making them insulators in one direction (up or down) and
metallic in the opposite one. Half-metallic behavior has appeared in
a large number of studies such as diluted magnetic semiconductors
(DMS) [3,4] and diluted magnetic oxides (DMO) [5]. Whereas other
kinds of TaB2 type materials or CaM2Al20 intermetallics (with
M¼ Ti, V, Cr, Nb, Mo and Ta) have shown metallic behavior [6,7].
DMS/DMO materials combine the characteristics and features of
both semiconductors and ferromagnetic materials, although
sometimes, rather than semiconducting comportment, they pre-
sent a semi-metallic behavior as in the case of HgSe [8]. These half-
metallic components can be attained through substituting an
extrinsic semiconductor by transition-metal or rare-earth elements
[9,10], causing the emergence of localized magnetic moments in
the semiconductor matrix due to the electron-hole couplings. In
athematics, CPM, Faculty of

F. Goumrhar), ahllaamara@
such systems the control of magnetization by an electric field at
room temperature is possible. Many works have been focussed on
the progression of functional magnetic semiconductors. It was
anticipated that magnetism can be incorporated into semi-
conductors by injecting them with transition metal [11,12]. As a
result, a ferromagnetic behavior, generally endure to near room
temperature, has been identified in a multitude of semiconductor
and oxide thin layers including a tiny quantity of transition metal
elelments [13e15]. The utilization of DMS in spintronic devices
depends strongly also on the Curie temperature which must be
flatly above the room temperature [16,17].

Group-IV elements including SiC, SiGe, SnC, and GeC are
appealing for band-gap and strain engineering of heterostructures
[18e21]. These systems are characterized by remarkable properties
comprising an abundance of technological applications with silicon
Si such as integrated circuits, high thermal conductivity using
diamond, strong hole mobility in germanium Ge, and band-gaps
that vary from 5:47 eV for diamond [22] tox0:1 eV for Grey tin a�
Sn [23]. Various experimental projects regarding IV � IV materials
construction, crystal growth, and magnetic properties were
released as was cited in Refs. [24e26]. The ground-state energy, the
lattice constant, the bulk modulus, and its pressure derivative of tin
carbide SnC in the zinc blende structure was investigated [27]. The
attentions were also turned to study the structural parameters,
optical constants, and enthalpy of formation of this compound [28].
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Fig. 1. Zinc Blende Structure Of SnC (Blue, Red and Grey Balls indicate Tin ðSnÞ, Carbon
ðCÞ and Empty Spheres ðESÞ Atoms, respectively).

T. El-Achari, F. Goumrhar, L.B. Drissi et al. Computational Condensed Matter 25 (2020) e00504
The electronic properties and the effects of an expansion of the
lattice on band edge levels have been investigated too in Ref. [29].
The Elastic, vibrational and thermodynamic properties are effected
in Ref. [30]. Furthermore, a study of the monolayer two-
dimensional graphene-like honeycomb structure of SnC was
considered in Ref. [31e33], where the electronic, magnetic, and
optical properties have been calculated.

In this paper, we study the potential of half-metallicity in SnC
doped with manganese Mn and vanadium V, where we examine
using the ab-initio calculations, the structural, electronic, and
magnetic properties of the two doped compounds. The impact of
doping on this material is discussed as well.

This manuscript is divided as follows: the upcoming section
presents the computational details and the structural properties of
Tin carbide in the Zinc-Blend phase. Section 3 demonstrates the
band structure and densities of state attained to have more un-
derstanding of the electronic and magnetic properties of
Sn1�xMnxC and Sn1�xVxC and then we present the total magnetic
moment, spin states and spin polarization around the Fermi level
and the Curie temperature of the system according to different
concentrations.

2. Computational method and structural properties

To comprehend the impact of substituting a part of the matrix
SnC with transition metals Mn and V, and analyzing the electronic
structure and magnetic properties of this later, a first-principle
method based on DFT is used. The ab-initio method is a very
powerful quantum tool whichmade it possible to determine a lot of
properties for many materials allowing to minimize the research
cost for opportune exploitation [21,34,35]. The Korringa-Kohn-
Rostoker (KKR) method combined with coherent potential
approximation (CPA) [36,37], have beenwidely applied to study the
electronic structure of disordered alloys, are used too. Moreover,
the exchange-correlation potentials are approximated by the
Generalized Gradient Approximations (GGA) based on the param-
eterizations of Pedrew and al [38]. These methods and approxi-
mations are used as implemented in MACHIKANEYAMA2002V10
package created by H. Akai from Osaka University, Japan [39].

The Snð5s2 5p2Þ, Cð2s2 2p2Þ andMnð4s2 3d5Þ levels are regarded
as valence states. We have used higher K-points up to 500 in the
irreducible part of the first Brillouin zone to inspect the Band
structure of SnC. In this work, SnC is Zinc blende structured and
crystallizes in the cubic F43mð216Þ space group in the Hermann-
Mauguin symmetry symbols as depicted in Fig. (1). This structure
geometry of the compound display tetrahedral coordination. Each
Tin Sn is encircled by four Carbons O and conversely.

The optimized lattice constant of this crystalline structure is

a¼ 5.087 �A, as reported in Ref. [40], this value is too close to those
found in Ref. [27e29,41], where the lattice parameter varies from

5:17�A to 5:84�A. Empty spheres (ES) with atomic number Z ¼ 0
must be added to the crystalline structure to reach a good packing
and enhance our calculation. In the structure of Fig. (1), the co-

ordinates of Sn atoms in the unit cell are located at:
�
1
4;

1
4;

1
4

�
while

the C atoms are placed at: ð0;0;0Þ, and the atoms of the empty

spheres are situated on
�
� 1

4;�1
4;�1

4

�
and

�
1
2;

1
2;

1
2

�
respectively.

3. Results and discussion

In this section, we investigate the electronic and magnetic
properties of the intrinsic Zinc blend SnC matrix, relied on the
upper approaches, to understand its behavior.
2

The band structure displayed in Fig. (2A) reveals that SnC; at-
tains a total energy of �169149:9081 eV; and exhibits a direct
band-gap of 0.88 eV at G� point: This value is in accord with the
values reported in Ref. [28,29,42,43] where the band-gap energy
varies from 0:75 eV to 1:20 eV , we must take into account that in
DFT EG values are always smaller than the reality due to the
discontinuity of the exchange-correlation potential [44,45].
Fig. (2B) sketches the total and partial Snð5pÞ and Cð2pÞ density of
states (DOS) around the Fermi level EF . In addition, Fig. (2A) unveils
that the valence band (VB) contains two parts: a high valence band
(HVB) with energy varying from �8.10 eV to �5.20 eV and a short
valence band (SVB) where the energy belongs to the interval
[-5.20,�0.65]eV. On the other side, the conduction band (CB) varies
from 0.30 eV to 5.10 eV. One can notice the ascendancy of the Cð2pÞ
dominates all regions of DOS, namely HVB, SVB, and CB.We observe
also a symmetry between the up and downDOS, indicating that the
intrinsic SnC matrix is not magnetic and the sum of the spin mo-
ments of the system is null.

To generate localized magnetic moments in the semiconductor
matrix, we dope it with transitionmetalsMn and V to obtain a DMS.
Recall that most often magnetism originates from the unfilled 3d
shells of transition metals or 4f rare earth elements [9]. In Figs. (3
and 4) the impact of substituting a part of the matrix SnC is dis-
played. Figs.(3) shows the total and partial DOS of Snð5pÞ, Mnð3dÞ,
and Cð2pÞ around the Fermi Level for some chosen concentrations,
namely, x ¼ 0:08; 0:16 and 0:25. Whereas Figs. (4) shows the par-
tial DOS of SnC doped with V. The presence of new picks in the 3d
bands of Mn and V at EF just for the up spins reveals a half-metallic
behavior. Furthermore, the symmetry of the DOS is broken which
indicates that the systems are ferromagnetic. One can remark a
contraction of the altitude of the peaks of the (DOS), along with a
clear expansion of the width of these peaks for both Mn (Fig. 3b, d,
and f) and V (Fig. 4b, d and, f). Hence we can recognize the type of
exchange coupling responsible for magnetism as a double exchange
mechanism due to a risen hybridization between Cð2pÞ andMnð3dÞ
or Vð3dÞ, this interaction is a short-range interaction that can only
happen when the impurities are generated. One can also observe
the presence of a high spin polarization near to EF in the systems,
this behavior becomes more considerable when we raise the value
of the concentrations x.

According to Vegard's law [46,47], lattice parameters of V and
Mn, doped SnC will decrease linearly as long as we increase the



Fig. 2. (A) Band structure and (B) total and partial density of states (DOS) of intrinsic.SnC

Fig. 3. Total and partial density of states (DOS) of.Sn1�xMnxC

Fig. 4. Total and partial density of states (DOS) of.Sn1�xVxC
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impurities concentrations, following the equation:

aSnð1�xÞTMðxÞC ¼ð1� xÞaSnC þ xaTMC (1)

where TM is V orMn, this is a natural result since the radius of Sn is
much bigger than those ofMn or V and hence the lattice parameters
of the whole doped system will decrease. Lattice parameters of VC

and MnC are obtained from Ref. [48,49] where aVC ¼ 4:16�A and
3

aMnC ¼ 4:35�A, while SnC lattice parameter is the one cited in the
previous section. The extracted lattice parameters of SnVC and
SnMnC are presented in Table 1.

Furthermore, as shown in Fig. (5), the absolute values of the total
moments of the compound change significantly as a function of
impurities concentrations taking values from 8 to 25%. In Mn-
doped SnC, they vary from 0.28 to 0.75 mB which are larger than



Table 1
Lattice Parameters of V and Mn doped SnC following Vegard's Law.

Concentrations Snð1�xÞVxC (�A) Snð1�xÞMnxC (�A)

8% 5.01 5.03
12% 4.98 5.00
16% 4.94 4.97
20% 4.90 4.94
25% 4.86 4.90

Fig. 5. Absolute values of the total moments of the compound as function of Mn and V
concentrations.
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0.06 to 0.24 mB found for V-doped SnC.
Table (2) reports the partial magnetic moments of each element

in doping compounds. The main contributor in the total moment
comes from the transition metals since the absolute value of these
later are greater than the sum of the moments of C and Sn.
Therefore, the contribution of TM (impurities) leads to the emer-
gence of magnetism as was explored beforehand in Fig. (3) and in
accordance with many previous works [9,50]. Notice also that the
partial momentum of Mn is more significant than the one of V.
Indeed, for 8% dopants as an example, it is about 3.566 mB much
higher than that of Vwhich is equal to 1.119 mB. This great difference
explains at length the values of the total moment found earlier in
Fig. (5).

As mentioned before, SnC compounds expose half-metallic
behavior. The conduction electrons in this case are quite spin-
polarized. Relation 2 enables us to compute the polarization of
the system and make sure of its nature [2].
Table 2
The partial moments of Mn and V doped SnC as function of concentrations.

Doping Percentage MTMðmBÞ MC ðmBÞ MSnðmBÞ
Sn1�xMnxC 8% 3.566 �0.047 0.006

12% �3.544 0.071 �0.008
16% �3.528 0.093 �0.011
20% �3.518 0.115 �0.014
25% 3.508 �0.143 0.017

Sn1�xVxC 8% �1.119 0.018 �0.003
12% �1.109 0.027 �0.004
16% �1.103 0.036 �0.005
20% 1.098 �0.045 0.006
25% 1.095 �0.056 0.006

4

P¼ rþðEFÞ � r�ðEFÞ
rþðEFÞ þ r�ðEFÞ

(2)

where r is the charge density of the up ðþÞ and down ð�Þ electrons
near EF. The obtained values of polarization as function of different
concentrations are equal to 100%. The half-metals are perfect fer-
romagnets that show the properties of a conductive metal in one
spin region and an insulator with a gap in the other region. Table 3
expresses the values of these forbidden bands for down directions
at Fermi level EF . In both cases of doping, whether withMn or V, the
gap values decreases as the concentration of impurities increases.
For V doped SnC, it varies from 0.919 to 0.722 eV whereas, for Mn-
doped SnC, it varies from 1.045 to 0.942 eV.

Moreover, the stabilization of the magnetic states is examined
through the evaluation of the total energy difference DE ¼ EDLM �
EFM , between the disordered local moment (DLM) states and
ferromagnetic state [51,52]. These energies are essential to explain
the magnetic order of the mixture, (DLM) states are also known as
spin glass which can be understood as a division in two of the
impurity ion spins, half of this spins heading towards the up di-
rection while the other half to the down direction, the total mag-
netic moment disappeared in this case. The configurations
Sn1�xMnþx=2Mn�x=2C and Sn1�xV

þ
x=2V

�
x=2C imply the DLM states, while

Sn1�xMnþx C and Sn1�xVþ
x C symbolize the ferromagnetic states. The

computing results in Table (4) show that the absolute value of both
EFM and EDLM increases with the concentration of dopants. The total
energy difference values are displayed in the same Table (4) where
we have (DE>0), affirming that the stable phase for the doped
system is ferromagnetic. Moreover, according to the values noted in
the table on the difference in total energy, the coupling is greater
when the Mn dope SnC compared to the case of V to reach for 25%
of impurities: 41.2meV for the Mn and 11.21meV for the V.

The attendant magnetic transition temperature (Curie temper-
ature), computed by using the mean-field approximation (MFA),
and Table (4) values are given by the following equation [53]:

Tc ¼ 2
3,KB

,
DE
C
; (3)

where KB is the Boltzmann constant and C is the doping concen-
tration. As shown in Fig.(6), doping SnC with V can increase TC ,
which goes up to about 350 K for 25% doping. We notice that TC is
above room temperature but nevertheless still smaller than a lot of
other compounds that are widely used in the spintronic industry.
However, alloys with low Curie Temperature TC can be used in
functional usage latter. Because of its relatively small Curie tem-
perature, V doped SnC can be included in spintronic devices but a
main part of the usage alloys with low Curie temperature up to now
is fabricating an aerial conductor with self-protection frozen con-
ditions [54]. In the other case,Mn doping SnC increases significantly
TC , which goes from 556 K for 8% up to about 1275 K for 25% doping
thing that makes the diluted system Sn1�xMnxC very worthwhile
for spintronic applications.
Table 3
Forbidden band for spin down.

Concentrations V (eV) Mn (eV)

8% 0.919 1.045
12% 0.865 1.028
16% 0.769 1.026
20% 0.766 0.944
25% 0.722 0.942



Table 4
Ferromagnetic and DLM Energies, The total energy differences and Stability Phases for Sn1�xMnxC and Sn1�xVCx as Function of Doping Percentages.

Doping Percentage EFM ðeVÞ EDLM ðeVÞ DE ðmeVÞ Stability Phase

Sn1�xMnxC 8% �158223.3689 �158223.3632 5.76 Ferro
12% �152760.1189 �152760.1069 12.06 Ferro
16% �147296.8748 �147296.8551 19.77 Ferro
20% �141833.6364 �141833.6077 28.73 Ferro
25% �135004.5962 �135004.555 41.20 Ferro

Sn1�xVCx 8% �157767.73403 �157767.73230 1.73 Ferro
12% �152076.65292 �152076.64938 3.54 Ferro
16% �146385.57508 �146385.56926 5.82 Ferro
20% �140694.50060 �140694.49232 8.28 Ferro
25% �133580.66249 �133580.65118 11.31 Ferro

Fig. 6. Curie Temperature as Function of Mn and V concentration.
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4. Conclusion

In this research work, the density of states and Curie tempera-
ture of Mn doped SnC with different concentrations were studied
and discussed. Our computation exhibits half-metallic comport-
ment due to the induction of impurities in the SnC matrix. We find
out that ferromagnetic phases are the most stable ones in the
compounds. TC is higher than the room temperature and increases
with the concentrations of Mn to reach a value of 1275 K for 25%.
Such materials are anticipated to be too useful and have a great
impact on the spintronic area. In the case of Sn1�xVxC, TC is higher
than the room temperature but increases slowly with the concen-
trations of V. It is smaller than a lot of other compounds that are
widely used in the spintronic industry. The main part of the usage
of these alloys up to now is fabricating an aerial conductor with
self-protection frozen conditions.
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2.1 Résumé de la contribution 2 :

L’oxyde de cérium (CeO2), également connu sous le nom de Ceria, a suscité de sérieuses
considérations grâce à son utilité dans diverses applications industrielles et technologiques.
Dans les systèmes catalytiques, le CeO2 a été utilisé comme composant de stockage d’oxygène
dans les convertisseurs automobiles. Au fil des ans, il est devenu un composant essentiel des
catalyseurs à trois voies (three-way catalysts TWC) qui transforment les gaz nocifs.

D’autre part, l’oxyde de cérium présente des défauts chimiques spécifiques, notamment des
vacances d’oxygène. En raison de ces lacunes, le matériau est un bon conducteur d’ions d’oxy-
gène, ce qui est un facteur important dans la performance des piles à combustible à oxyde solide
(Solid Oxide Fuel Cells SOFC). Le CeO2 est également utilisé dans de nombreuses autres
activités telles que les matériaux de nettoyage du verre, les applications de couches minces
électrochromiques et d’autres applications en médecine, environnement et biotechnologie.

En se basant sur une approche ab-initio, nous avons étudié la structure électronique du
Ce O2 Ceria de type Fluorite dopé au Mn (Chapitre. II Section. 8). Nous avons étudié la
stabilité des composés d’oxydes magnétiques dilués (DMO) en fonction de l’impureté (Chapitre.
II Section. 8). Une phase ferromagnétique half-métallique (Chapitre. I Section. 3) stable est
révélée après introduction d’impuretés Mn dans le semi-conducteur non magnétique CeO2

intrinsèque. Les moments totaux du système dopé varient de 0.234 à 0.744 µB pour 8% et 25%
de Mn. L’interaction responsable du magnétisme est également déterminée. Enfin, la variation
de la température de Curie (Chapitre. II Section. 6), qui a atteint environ 840 K pour 25%
d’impureté de Mn au lieu de 340 K pour 8% est également déterminée.

2.2 Contenu de la contribution 2 :
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Structural, electronic and magnetic properties of Mn doped CeO2: An 
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A B S T R A C T   

Onwards the ab-initio approach, we investigate the electronic structure of the Mn doped CeO2 Ceria Fluorite-like. 
We have studied the stability of the Diluted Magnetic Oxides (DMO)-compounds as function of the impurity. A 
stable half-metallic ferromagnetic phase is revealed after introducing Mn impurities in the non-magnetic semi- 
conductor intrinsic CeO2. The total moments of the doped system vary from 0.234 to 0.744 μB for 8% and 25% of 
Mn. The interaction responsible for magnetism is also determined. Finally, the variation of the Curie tempera
ture, which has reached about 840 (K) for 25% of Mn impurity in instead of 340 (K) for 8% is also determined.   

1. Introduction 

Due to their many and huge advantages in many industrial and 
technical fields, spintronic devices brought the attention of many re
searchers through recent decades. Such devices have the potential to 
combine the properties of the typical information carriers, charge car
riers electrons holes operated in data processing, spins used in data 
storage and photons used in data transmission [1,2]. This combination 
leads hence to the possibility of controlling the electrons not just by 
affecting their charges but their spins likewise [3]. Semimagnetic 
semiconductors or diluted magnetic semiconductors (DMS) and diluted 
magnetic oxides (DMO) constitute one of the classes of widely studied 
compounds that combine both the properties of semiconductors and 
ferromagnets properties. To create magnetic systems based on 
non-magnetic semiconductors family (II− VI, III− V, IV − IV and IV− VI 
[1,4], or M4+O2 type oxides (TiO2, ZrO2, CeO2, SnO2 ⋯) [5,6]), different 
types of impurities portion were randomly substituted, in particular, 
transition metals, rare-earth and non-magnetic elements as C/N known 
as ferromagnetic phantom ’d0’ [7]. The substitution caused a change in 
the density of charge carriers, holes and electrons, and the emergence of 
localized magnetic moments appears, the system then can carry 
spin-polarized current (in one direction), yet conserving its properties as 

an intrinsic semiconductor (in the remaining direction), this Phenome
non is called half-metalicity [8–10]. 

Half-metals are types of compounds that can be conductors for one- 
spin direction, but insulators with a gap in the opposite direction. 
Myriad theoretical and experimental studies have been focused on 
searching the half-metallicity [1,4,6,11]. According to some parameters 
such as the temperature and the pressure, the amount and the oxygen O 
vacancies, the oxidation of the Cerium metal Ce leads to numerous 
various phases [12]. The phase transition pressure from cubic to the 
orthorhombic structure is 47 GPa [13], besides at a pressure of 70 GPa, 
the bulk modulus of the two structures was computed where this 
quantity is found to be equal to 236 GPa for the cubical phase and 302 
GPa for the orthorhombic structure. An investigation about the struc
tural shift at a temperature of 700 ◦C from cubic to hexagonal phase was 
carried out, where it was found that this shift is followed up by a lattice 
expansion of about 2.4% [14]. 

Cerium oxide (CeO2) also known as Ceria has drawn serious con
siderations due to its utility in industrial and technological applications. 
In catalytic systems, CeO2 was used as an oxygen storage component 
(OSC) in car converters. Over the years, it became an essential constit
uent in three-way catalysts (TWC) which transform harmful gases 
[15–18]. On the other hand, Ceria has some specific defect chemistry 
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including oxygen vacancies. Due to these vacancies, the material is a 
high oxygen ion conductive which is an important factor in the perfor
mance of solid oxide fuel cells (SOFC’s) [19,20]. CeO2 is also used in 
many other practices such as glass-polishing materials [21], electro
chromic thin-film applications [22], and other applications in medicine, 
environment, biotechnology [13]. The Mn-doped CeO2 is used as a 
catalyst for the oxidation of harmful gases and pollutants to water and 
carbon dioxide [23]. According to this same theoretical (DFT + U) study 
the formaldehyde (methanal) oxidation mechanism through Mn-doped 
ceria was implemented, to understand the promoting effect of Mn 
doping on CH2O oxidation and identify adsorption modes in this mate
rial. It has also been reported that Aragon et al. [24] have successfully 
synthesized with polymer precursor method undoped (mean crystallite 
size ≃ 13.8 nm) and iron-doped (mean crystallite size ≃ 4.5 nm for 10 
mol. % iron-doped ceria) CeO2 nanoparticles with high crystallinity. 
Kumar et al. [25] have reported that a weak ferromagnetic behavior of 
Ce1− xNixO2 (0.0⩽ x ⩽ 0.10) nanoparticles was visualized at room tem
perature by the magnetization measurements. Li et al. [26] have also 
signalized strong magnetic properties when Gd doped CeO2 with 10%, 
this behavior is may be induced by Gd3+ ions or more oxygen defects in 
deposits. 

In this paper, we study the ability to generate half-metallic ferro
magnetic phases in cubic Mn-doped CeO2, using first-principal calcula
tions to investigate the structural, electronic, and magnetic properties of 
this compound. The effects of Mn-doping on this material have been 
discussed. In section 2, we have displayed the computational details and 
the structural properties of Ceria in the fluorite phase. While in Section 3 
we have studied and discussed the electronic and magnetic properties of 
the doped and undoped system. We have ended with a conclusion. 

2. Computation details and crystal structure 

In this theoretical framework based on the electronic and magnetic 
structure analysis of the CeO2 compound, we have exploited the first- 
principles methods built on the DFT approach. We have also used the 
Korringa–Kohn–Rostoker (KKR) Green’s function for the multiple scat
tering theory aggregates with the coherent potential approximation 
(CPA) [27,28]. In order to study the disorder resulting from doping in 
random sites of the matrix, this method is widely used and characterized 
by high speed and significant precision when processing such systems. 
The exchange-correlation (XC) energy functional is expressed using the 
generalized gradient approximation (GGA) founded on the parameteri
zation of Pedrew, Burke, and Ernzerhof [29]. The KKR-CPA-GGA 
method is used as implemented in the MACHIKANEYAMA2002V10 
package [30]. The form of the crystal potential is approximated by a 
Muffin-tin potential. Whereas the wave functions in these spheres were 
expanded in real harmonics up to the angular momentum quantum 
number l which is defined at each site and equal to 2. Moreover, higher 

K-points up to 500 in the irreducible part of the first Brillouin zone are 
employed. The relativistic effect is considered using the scalar relativ
istic approximation (SRA) for the valence states. 

The cerium Ce is a rare-earth element, typified by electrons in 4− f 
orbitals and known by its strong correlation. This characteristic has 
questioned the accuracy of the results obtained by ordinary LDA or GGA 
functional which are considered as incomplete for structures having 
electrons in the orbitals f. 

Otherwise, an extension of GGA is needed in order to have further 
practical information about the disordered local moments of the 
analyzed compound. Hence the integration of the self-interaction 
correction method (SIC) is required [31]. In accordance with the SIC 
approximation, in each localized orbital, the corrections of the effective 
potentials are taken into account. In addition Ce[4f]-electrons are 
treated in the open core mode. In the present work, CeO2 is crystallized 
in the cubic within Fm3m (225) as space group in the Hermann-Mauguin 
symmetry symbols as depicted in Fig. 1a. The rare earth Ce4+ ions 
occupy in the unit cell the corners and the centers of each face of the 
cube, while O2− ions are tetrahedrally coordinated with Ce. As shown in 
Fig. 1b, The equilibrium parameter lattice is found to equal to a =
5.6093 Å, which is approximately near to the experimental values a ≈

5.41 Å [32–34]. The coordinates of Ce
[
4f15d16s2

]
atoms in the unit cell 

are located at (0, 0,0) while the O
[
2s22p4] atoms are positioned at 

(
1
4,

1
4,

1
4

)

. 

3. Results and discussion 

On the goal of comprehension of the behavior of Cerium dioxide 
fluorite-type CeO2, we start studying its electronic and magnetic prop
erties. In Fig. 2a, an indirect bandgap is observed. The energy gap EG is 
equal to 1.11 eV, this value is close to those found in Refs. [5,35–38] 
where EG values vary between 1.33 eV and 3.3 eV depending on the used 
computational method and the exchange-correlation functionals, how
ever, the EG is lower than the experimental value of 3.48 eV [39]. This 
large difference is a result of the discontinuity of the 
exchange-correlation potential [40,41], where the energy gap in DFT is 
always smaller than the experimental one. Furthermore, the total and 
partial Ce(4f) and O(2p) density of states (DOS) of the compound dis
played in Fig. 2b, shows a pure symmetry between the up and down 
spins, demonstrating that CeO2 is a non-magnetic system. Based on the 
location of the valence band at the Fermi level, one deduces that CeO2 is 
a p-type semiconductor. The valence band owns an energy range that 
goes from − 3.9952 eV to − 0.0800 eV, and where the O(2p) − orbitals 
dominate the Ce(4f) in this zone. On the other hand, the conduction 
band possesses an energy range between 1.0014 eV and 2.3824 eV 
where the ascendancy of the partial DOS’s is reversed. 

Fig. 1. (a) Unit cell of CeO2, Ce(Green) atoms, while O(Yellow) atoms. (b) optimization of the parameter lattice.  
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To study the stability of the pure compound CeO2, we calculate the 
formation energy defined by the following equation [42]: 

EFor = ECeO2 − [ECe
Bulk + 2 ⋅ EO

Bulk] (1)  

where ECeO2 is the total energy of the intrinsic compound, ECe and EO2 are 
total energies of the bulk Ce and O2 compounds, respectively. During 
calculations, Ce and O2 are taken as body-centered cubic structure 
(space group Fm3m and Fd3m). It follows that the formation energy of 
the system is equal to − 12.09 eV. This negative value indicates the 
stability of the compound. 

Using the relation between the wavelength of the photon (λ) and the 
gap energy of our compound CeO2 expressed as EG × λ = 1.24, we found 
λ = 1.117 μm which is greater than that of the visible spectrum and 
shorter than that of microwaves or the terahertz domain. It is a value 
placed in the near-infrared range. To have the internal photoelectric 
effect, the wavelength that illuminates the semiconductor must be less 
than or equal to the threshold wavelength of the photoelectric effect 

(λ ⩽ 1117 nm). Otherwise, the body can be assumed to be transparent. 
The photon passes through the material without being absorbed [43]. 

In doped CeO2 with Mn
(

3d54s2
)

, the DOS symmetry is broken and a 

spin polarization is induced at Fermi level EF. The localized magnetic 
moments are originated from the unoccupied 3d orbitals of Mn. We show 
in Fig. 3, the resulted total and partial DOS’s of Mn-doped CeO2. From 
the top of Fig. 3a, c, and e, we displaying the TDOS’s around the Fermi 
Level for the concentrations x = 8%, 16%, and 25%, one sees a clear 
ferromagnetic half-metallic comportment is disclosed. Furthermore, at 
the bottom part of Fig. 3 illustrating the PDOS’s of Ce(4f), O(2p) and 
Mn(3d) for the same concentrations, we can observe that new apexes 
corresponding to Mn(3d) are appeared at Fermi level EF in the up-spin 
directions, while they do not exist in the down directions. 

Unluckily lattice parameters cannot be detected straight away after 
doping CeO2 by Mn and due to lack of data from the literature. Fortu
nately, we can apply Vegard’s law used in many publication [44–47]: 

aCe(1− x)Mn(x)O2 = (1 − x)aCeO2 + xaMnO2 (2) 

Fig. 2. (A) CeO2 Band structure. (B) Total (Green) and partial density (Ce[f ]: Blue; O[p]: Red) of states (TDOS & PDOS) for P-type CeO2, the Fermi energy EF is the on 
the energy zero axis. (For interpretation of the references to colour in this figure legend, the reader is referred to the Web version of this article.) 

Fig. 3. Total and partials DOSs of Ce[f ], Mn[d] and O[p] for the doped system.  
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to get an approximative idea of how the lattice parameter has changed 
relative to Mn concentrations. Where we used the obtained The equi
librium parameter lattice CeO2, and the lattice parameter of MnO2 ob
tained from Ref. [48] where aMnO2 = 8.03 Å. As expected lattice 
parameter expands linearly as long as Mn concentrations rise. See 
Table 1. 

The formation energy Mn-doped CeO2 system listed in Table 1, are 
obtained using the following equation which largely resembles equation 
(1) quoted previously in the text: 

EFor = ECeMnO2
T − [(1 − x).ECe

Bulk + x.EMn
Bulk + 2 ⋅ EO

Bulk] (3) 

When we dope with Mn, the formation energy has constantly been 
enhanced from − 10.72 to − 8.04 eV when increasing the Mn- 
concentration from 8% to 25% respectively. These values show that 
the DMO system is stable but less than the pure case having an energy of 
− 12.09 eV. In these calculations, we have used the bulk Mn crystallizes 
in body-centered cubic (bcc) with the space group Im3m. 

The partial density plotted in Fig. 4 reveals that the rise of the con
centration value of Mn, leads to a diminution in height of the apexes and 
an enlargement in the width. As a consequence, the exchange coupling 
responsible for magnetism is the double exchange mechanism by virtue 
of a risen hybridization between O(2p) and Mn(3d) valence states. It is a 
short-range interaction that takes place using non-magnetic in
termediates, the “O” atoms. Doping with the transition metal ’Mn’ 
allowed the degeneration of energy levels to be lifted. This explains the 
separation of atomic energy level defined from the atom of Mn into 
several distinct sublevels of energies. Recall that the compound crys
tallizes in face-centered cubic and exhibits a tetrahedral configuration 
for which each Ce atom is surrounded by four O atoms and vice versa. 

Thus, when the Mn
(

4s23d5
)
− atoms, that acquires seven valence elec

trons, are injected in the cation sites Ce4+, they become then Mn3+(3d4). 
The e+− orbital is located in the valence band and it’s totally occupied 
with two electrons, while t+2 − orbital is partially occupied and we need 
one more electrons to fill this orbital. This fact is clarified by the part 
located right to the Fermi level and this unfilled orbital is the origin of 
the half-metalicity in the system, e− and t−2 orbitals are empty due to 
their presence at the conduction band. 

The examination of the total and partial magnetic moments of each 
element reported in Table .1 shows the following: the predominant 
contributor in the total moment is the transition metal Mn since its value 
is much greater the sum of those of O and Ce. The absolute values of the 
magnetic moments in CeO2 are augmented while when increasing the 
Mn concentration, the system tends to be more stable in the ferromag
netic phase. This result confirms the previous studies in Figs. 3 and 4 that 
state that magnetism in the studied system comes from the Mn impu
rities. As is familiar and was reported that the signs of the moments 
indicate the direction of the magnetic moment on an atom [49]. 

The total energy difference ΔE = EDLM − EFerro, between the disor
dered local moment (DLM) known also as spin glass and the ferromag
netic energies, are calculated in order to study the stabilization of the 
magnetic states [50,51]. In the (DLM) phase, the Mn spins are divided by 
two where the half of the spins point out to the up direction, and the 
other half to the down direction, we note the system in this phase as 
Ce(1− x)Mn↑(

x
2

)Mn↓(
x
2

)O2, the total magnetization in this phase is equal to 

zero. In the ferromagnetic phase, all the spins are parallel and point out 
to the same direction Ce(1− x)Mn↑

(x)O2. Table .1 indicates that ΔE > 0 and 
increases alongside with the Mn concentration, which confirms that the 
ferromagnetic phase is the most stable phase of CeO2 doped by Mn. 

Through the use of the mean-field approximation (MFA), we cal
cultate the Curie temperature of Ce1− xMnxO2 for an x-concentration of 
Mn: 

TC =
2

3KB

ΔE
x
. (4) 

Table 1 
The total energy differences, Stability Phases, Total and Local Moments for Mn Doped CeO2, Lattice Parameters and Energy Formations as Function of Concentrations.  

Mn % ΔE (meV) Stability Phases MTot(μB) MCe(μB) MMn(μB) MO(μB) Lattice Parameter (Å) EFormation (eV) 

8 3.4382 Ferro 0.2337 0.0243 3.7046 − 0.0506 5.8030 − 10.72 
12 6.8219 Ferro 0.3537 0.0384 3.7226 − 0.0761 5.8998 − 10.06 
16 11.7635 Ferro 0.4738 0.0538 3.7392 − 0.1025 6.9966 − 9.42 
20 17.2996 Ferro 0.5939 0.0707 3.7551 − 0.1298 6.0934 − 8.80 
25 27.0549 Ferro 0.7440 0.0941 3.7741 − 0.1653 6.2144 − 8.04  

Fig. 4. Partial DOS comparing of d-orbitals of Mn in term of the concentrations.  

Fig. 5. Curie temperature as function of Mn concentrations.  
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In this equation KB is the Boltzmann constant. As depicted in Fig. 5, TC 
keeps rising substantially from 330 K for x = 8% until it reaches a value 
of 840 K, for x = 25%. These values are above room temperature, 
accordingly such systems can be very useful in spintronic applications. 

4. Conclusion 

In summary, we have studied the electronic and magnetic behavior 
of the CeO2 system as a function of Mn substitution doping. We have 
shown that the integration of Mn impurities in CeO2 renders the DMO a 
stable half-metallic compound. It also induces ferromagnetic phases in 
the material. The main contributors in the magnetism of the system is 
the Mn since its magnetic moment have the greater value. The TC is 
higher than the room temperature and increasing with the concentra
tions of Mn to reach a value of 840 K for 25%. Such materials are 
anticipated to be useful with great impact on spintronic area. 
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Chapitre IV. Contributions

3 Contribution III : Propriétés électroniques et magné-
tiques de CdS dopé par (Ti, V , Cr, Mn et Co) (Journal of
Superconductivity and Novel Magnetism, 1-9 (2021).)

3.1 Résumé de la contribution 3 :

Au cours des dernières décennies, les semi-conducteurs II-VI ont fait l’objet de plusieurs
recherches scientifiques (Chapitre. I Section. 4), dans le but d’exploiter leurs applications po-
tentielles et d’étudier leurs diverses propriétés. Ces alliages ont été incorporés et utilisés avec
succès dans plusieurs domaines, tels que l’optoélectronique, la piézo-électronique, les hétéro-
jonctions, la spintronique et également les boites quantiques.
Parmi ces composés, on trouve le composé CdS dont plusieurs caractéristiques et propriétés
ont été étudiées. Le sulfure de cadmium est un solide cristallin utilisé comme semi-conducteur
et dans les applications photo-optiques. Les nanoparticules de sulfure de cadmium (CdS), en
particulier leurs points quantiques, ont suscité une grande attention en tant que classe spéciale
de nanoparticules, en raison de leurs propriétés de fluorescence et de semi-conductivité. En
même temps, pour leur excellente luminescence, leur spectre d’excitation continu, leurs bandes
d’émission étroites et contrôlables, et leur facilité de fonctionnalisation pour le ciblage des tis-
sus, ils sont trés prometteurs pour l’imagerie médicale et le traitement des maladies. En plus, le
CdS est un matériau photosensible remarquable. La bonne adéquation de ses niveaux d’énergie
avec ceux des semi-conducteurs organiques fait le un bon candidat pour former la couche active
des cellules solaires hybrides.
Dans cet article, une étude ab-initio des propriétés électroniques et magnétiques du CdS dopé
par les éléments de métaux de transition ont été étudiées (Chapitre. II Section. 8). Basé sur la
méthode (KKR-CPA) (Chapitre. III Section. 5 et 6) dans le cadre de l’approximation à gradient
généralisé (GGA (Chapitre. III Section. 3), nous avons calculé l’énergie totale pour déterminer
l’état le plus stable du système et nous avons trouvé qu’il s’agissait de l’état ferromagnétique
pour le CdS dopé Ti, V et Cr, alors qu’il est stable dans les états de verre de spin pour les
cas de Mn et Co (Chapitre II Section. 6). D’autre part, nous avons étudié et tracé les densités
d’états (DOS) qui révèlent que les composés dopés présentent un caractère half-métallique. La
polarisation de spin au niveau de Fermi est estimé à environ 100% (Chapitre. I Section. 3).
De plus, nous avons identifié le type de mécanisme des interactions d’échange étant le double
échange pour tous les composants sauf le cas de Mn où l’on constate que le mécanisme respon-
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IV.3 Contribution III : Propriétés électroniques et magnétiques de CdS dopé par
(Ti, V , Cr, Mn et Co) (Journal of Superconductivity and Novel Magnetism, 1-9

(2021).)

sable est l’échange p-d (Chapitre. II Section. 7) . L’évaluation de la variation de température
de Curie TC pour les trois composants stables en phase ferromagnétique, a révélé des valeurs
supérieures à 300 K dans la plupart des cas (Chapitre II Section. 6). L’effet du champ cristallin
et la division des orbitales en fonction des valeurs de concentration ont également été étudiés
(Chapitre. II Section. 5). Les substances half-métalliques sont très intéressantes pour les appa-
reils électroniques dépendant du spin car elles augmentent leur capacité de magnétorésistance
à un taux significatif (Chapitre. I Section. 2).

3.2 Contenu de la contribution 3 :
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Abstract
In this paper, an ab initio study of the electronic and magnetic properties of CdS doped by the transition metal elements
has been investigated. Based on the KKR-CPA method within the Generalized Gradient Approximation (GGA), we have
calculated the total energy to determine the most stable state in the system and found it to be the ferromagnetic state for
T i, V and Cr-doped CdS, while it is the stabilization in spin glass states for Mn and Co cases. On the other hand, we
have investigated and plotted the density of states (DOSs) which reveals that the doped compounds exhibit a half-metallic
character. The spin polarization at Fermi level is estimated and found to be around 100%. Furthermore, we have identified
the type of mechanism of exchange interactions being double exchange for all components except Mn case where we find
that the responsible mechanism is the p-d exchange. The evaluation of the Curie temperature variation TC for the three
components stable in the ferromagnetic phase revealed values greater than 300 K for most cases. The effect of the crystal
field and the exchange splitting as a function of the concentrations values has been also investigated. Half-metallic substances
are very interesting for spin-dependent electronics devices as they boost their magnetoresistance capacity.

Keywords Spintronic · DMS · Transition metals dopants · PBE · Curie temperature · Half-metal

1 Introduction

In recent decades, II–V I semiconductors have been the
focus of several scientific research, for the aim of exploiting
their potential applications and investigating their various
properties. These alloys have been successfully incorpo-
rated and used in several fields, such as optoelectronics
[1], piezo-electronics [2], heterojunctions [3], spintronics
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[4, 5] and also quantum dots [6]. Among these compounds,
CdS where several of its characteristics and properties have
been investigated. According to [7], the structure of the
CdS thin films, prepared by sputtering method at room
temperature, switched from mixed structure with cubic and
hexagonal phase to the hexagonal stable phase after an
annealing temperature of 300 ◦C. In the DFT framework
where the exchange-correlation potential is based on local
density approximation (LDA) and linear combination of
atomic orbitals (LCAO), Ekuma et al. have studied zinc
blende CdS with a lattice parameter of 5.82 Å and found
a direct band gap of 2.39 eV [8]. While using the x-ray
photo-emission spectroscopy, Ley et al. [9] have found an
experimental band gap of 2.58 eV for wurtzite CdS which
seems be a photosensible element in the visible range of the
light spectrum. But from the spectral behavior of the absorp-
tion coefficient, Derin et al. have determined the band gap
energy for the CdS thin film which is found about 2.46 eV
[10]. Furthermore, the resistivity of CdS reached its mini-
mum value at a temperature of 300 ◦C and increased above
this temperature, gone beyond a resistivity of 103-order �

cm at 500 and 600 ◦C [7]. These assets make the CdS
semiconductor a great ingredient in various devices, includ-
ing photoconductors, thin film transistors, optical detectors,
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and photocatalysts. The interesting findings on CdS com-
pound motivates its integration in industrial applications.
One-dimensional CdS nanostructure has been conducted by
Li et al. to inspect their effectiveness as candidate for many
applications such as cathodoluminescence, lasers, LEDs,
waveguides, field emitters, FETs, photo-detectors, gas sen-
sors, photoelectrochemistry, and photovoltaics [11]. Also
a hybrid LED array based on CdS nanorods and organic
material layers was conceived and reported in [12] in order
to study the piezo-photonic effect of such device. Manufac-
tured as CdS-quantums dots, the resulting nanostructures
have divers applications from medicine to renewable energy
[13].

In parallel, since the discovery of the ferromagnetism
behavior at room temperature, a significant attention
has been drawn toward diluted magnetic semiconductor
(DMS) as practicable spintronic materials [14, 15]. Notably,
to modify the magnetic behavior of a nonmagnetic
semiconductor, it is necessary to dope it with transition
metals (TM), rare earths, even sometimes with elements
characterized by empty layers d or f called magnetism
phantom and sometimes by introducing defects in the
structure [16–21]. The CdS also has its share of scientific
research in the field of spintronics because of its great
magnetic properties. The magnetic CdS has been attained
by doping with Cu [22], Cr [23], Co [24, 25], and Fe

[26, 27]. Being characterized by a high Curie temperature
above room temperature, is also an other challenge facing
ferromagnetic DMS [28]. Using the mean-field theory, high
TC DMS has been reported for Zener’s p-d exchange model
[29]. The effect of the magnetic cation concentrations and
holes density on controlling the transition temperature in
the ZnO doped with Mn has been investigated using Monte
Carlo (MC) calculations [30]. High TC above ambient
temperature has been found in TM impurities doped DMSs
II–VI (ZnO, ZnTe, HgSe, TiO2), and also in III–V and
IV–IV DMS compounds [31–34].

In this work, using ab initio calculations we have studied
the electronic and magnetic properties of the zinc blende
phase of CdS doped by varieties of transition metals such as
Titanium (T i), Vanadium (V ), Chromium (Cr), Manganese
(Mn), Cobalt (Co) and Nickel (Ni). The DMS matrix
is a disordered system, when host atoms are randomly
substituted by magnetic ions. The effect of doping on this
material has been discussed. We found that except Mn

case, doped compounds expose a 100% spin polarized half-
metallic character. Furthermore, the type of mechanism of
exchange interactions for Mn case is the p-d exchange,
while it is the double exchange mechanism for the rest. T i,
V , and Cr-doped CdS are stable in the ferromagnetic phase,
and have a Curie temperature greater than 300 K. However,
Mn and Co dopants are stable in the spin glass phase.

In Section 2 we present the computational details and
the structural properties of Zb-CdS. Section 3 demonstrates
the band structure, densities of state, the stability of the
magnetic phases. We present the total magnetic moment,
spin states and spin polarization around the Fermi level
and the Curie temperature for the components that have
a ferromagnetic stable phase with respect to different
concentrations. A summary of this paper is also given in
Section 4.

2 Computational Method

The present computation is executed based on the first-
principles electronic structure calculations and established
on density functional theory (DFT). Where we utilize
Korringa-Kohn-Rostoker (KKR) method combined with
coherent potential approximation (CPA) [35, 36], for the
purpose of study the disordered alloys. On the basis
of quantum mechanics, it becomes obvious to determine
the electronic structure of any system, an asset which
makes it possible to understand the different properties
of atoms, molecules and solids. This approximation is
recognized with its high speed and precise method [35].
The chosen exchange-correlation potentials in this work is
approximated by the Generalized Gradient Approximations
(GGA) based on the parameterization of J. P. Perdew, Burke
and Ernzerhof [37]. These methods and approximations
are deployed as introduced in MACHIKANEYAMA2002
package designed by H. Akai from Osaka University,
Japan [38]. The Cadmium Sulfide in zinc blende phase
is made by two atoms per unit cell and its crystallizes
in the three dimensional cubic F 4̄3m (216) space group
which comprise of 24 symmetry operation and prohibit the
inversion symmetry. Each Cd atom is located at the (0,0,0)
position and bounded by four identical S atom placed at:
( 1

4 , 1
4 , 1

4 ) to form a corner sharing tetrahedral. Conversely
the Sulfur atom is also surrounded by four Cadmium atoms
and forms a corner sharing tetrahedral too (see Fig. 1). We
consider Cd(5s24d10), S(3s23p4). The lattice constant of
this crystalline structure is a = 5.46 Å; this value is too close
to those found in the theoretical and experimental works
which varies from 5.06 to 5.82 Å [8, 10].

3 Results and Discussion

We begin this investigation by calculating the electronic
and magnetic properties of the intrinsic CdS. Then, we
evaluate the wavelength of a photon within an energy band
gap corresponding to the studied compound. Besides, we
make inquiries on behavior of the system as a function
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Fig. 1 Unit cell of CdS

of doping. We also estimate the corresponding Curie
temperature TC after having determined the most stable
phase, between ferromagnetic phase and spin glass, for each
impurity. During the present study, we also approached the
mechanism responsible for magnetism.

3.1 Intrinsic CdS

Figure 2a displays the total and partial density of state
of zinc blende CdS, based on the computational methods
discussed above. The symmetry in these densities of states
shows a nonmagnetic behavior characterized by a null
moment. The valence band is divided into two subregions,
the first subregion is located in the region with the energy
going from −9.5 eV to −7.5 eV, this sub region is
completely dominated by the d-states of Cadmium (Cd), and
it was not shown in Fig. 2a because it does not contribute in
the magnetization of the whole system as we will see later,
and because we want to focus on the states closer to Fermi
level. The second subregion is the one existing between −7

eV and −1.5 eV, and we notice a domination of the p-states
of Sulfur S. This dominance continues in the conduction
region where we remark that S(3p) states slightly prevail
Cd(4d). As well, CdS exhibits a semiconductor behavior
with a direct band gap at the �-point, as it is shown in
Fig. 2b. From Fig. 2a and b, we notice that pure CdS is a n-
type semiconductor with a gap energy of 1.50 eV which is
very close to 1.67 eV using with GGA [39] and bigger than
the one found for the wurtzit structure of CdS using also
GGA and equal to 1.17 eV [40]. The difference between
the value of the band gap here and 2.39 eV and 2.45 eV
reported in [9, 41], respectively, is due to the fact that DFT
underestimates the band gap due to the discontinuity of the
exchange-correlation potentials [42, 43].

This gap energy corresponds to the necessary energy for
an electron to be absorbed and pass from the valence band
with low energies to the conduction band with high energies,
or in the opposite case, where radiation is emitted due to the
electron-hole pair recombination, and the electron falls back
to the valence band after an excitation. The wavelength of a
photon with an energy EG given by the following equation
[44]:

EG (eV) · λ (μm) = 1.24 (1)

provides a value of λ = 826 nm. This spectrum is in the
near infrared region (IR-A). However, it is still too near
to the visible domain, such results made CdS a good
component for optoelectronics. Notice that this area of the
electromagnetic spectrum is widely used in remote sensing
and in the medical field. In medicine, the 850-nm near
infrared LED lamp is usable for therapy which allows to
alleviate chronic and acute pain, to reduce inflammation,
to regenerate and heal the tissues quickly, to help hair
regrowth and to recovery after physical exertion. Hence, this
value corresponds to the frequency in the vacuum equal to
363.19 THz. Finally, the difference in the electronegativity
rate �χ = 0.89 between the Cd and S atoms, indicates that
the bounding type between these two elements is covalent.

(a) (b)

0
4
8

-4
-8
-12
-16
-20
-24

X W K L U L KWΓ Γ

Fig. 2 a The total and partial DOS for zinc blende CdS. b The band structure of zinc blende CdS
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3.2 Doping Effects

Figure 3a, b, c, d and e display the magnetic effect of
the substitution of the cation sites in the compound CdS

with charge carriers transition metals. The CdS system
is turned out to be a diluted magnetic semiconductor
(DMS), where localized magnetic moments are emerged
and a magnetic comportment is also found. The source of
magnetism is the single electrons of the transition metals
doping CdS. In Fig. 3, we illustrate the total and partial
density of states around Fermi level of CdS doped: T i

(Fig. 3a), V (Fig. 3b), Cr (Fig. 3c), Mn (Fig. 3d) and Co

(Fig. 3e) for a concentration of x = 16%, close to the
percolation threshold (16.66%). We should also note that the
covalent bounding still standing in these five cases, since
the electronegativity �χ is always greater than 0.5. Other
than magnetism, doping slightly decreases the volume of
CdS; otherwise, the lattice parameter decreases as reported
previously in Refs. [45, 46], the main reason is related to
the radius of the impurity ion [Cd2+ (0.95 Å) > T i2+ (0.90
Å) > V 2+ (0.88 Å) > Cr2+ (0.84 Å) > Mn2+ (0.83 Å) >

Co2+ (0.72 Å].
In Fig. 3a, CdS doped with Titanium (T i) exhibits a

100% spin polarized half-metallic behavior, where the 3d-
states of T i is located at the Fermi level in the down
spins direction of the system, while the insulating property
still exists in the up-direction, with a wide band gap. The

valence band and the conduction bands are shifted to the
left direction. As we state before, the structure geometry of
the compound has a tetrahedral coordination, when we dope
T i(4s23d2) in tetrahedral site of Cadmium (Cd) it becomes
T i2+(3d2). The crystal field effect leads to a splitting of
the d-orbitals of Ti to two states: The low energy doubly
generated states e and the high energy triply degenerated
states t2 as it is shown in Figs. 3a and 4. The e+-, t+2 - and t−2 -
orbitals are located in the conduction band, this implies that
these three states are empty, while the e− is totally occupied
with two electrons and this is explained by its existence
at the valence band and it is the origin of half-metalicity
in this case. The strength of this crystal field splitting is
evaluated by the relation �CR = E(e±) − E(t±2 ), where
it is equal to 0.82 eV. The exchange splitting, given by
�EX = E(e±) − E(e∓), is 0.83 eV in T i case.

Vanadium (V ) in Fig. 3b, and Chromium (Cr) in
Fig. 3c doped CdS, also reveal a half-metallic behavior
but this time in the up spins direction, again the valence
band and the conduction bands are shifted to the left
direction, in both components. V and Cr lose two electrons
to became V 2+(3d3) and Cr2+(3d4), the e+-orbital are
located in the valence band and are totally occupied with
two electrons, but contrary to the T i-case, t+2 -orbitals are
partially occupied and we need one more electron for Cr2+
and two for V 2+ to complete these orbital. This behavior is
clarified in Fig. 3b and c by the t+2 part located at the right of

(a) (c)(b)

(e)(d)

Fig. 3 Total and partial density of states of Cd(1−x)T i(x)S (a), Cd(1−x)V(x)S (b), Cd(1−x)Cr(x)S (c), Cd(1−x)Mn(x)S (d), and Cd(1−x)Co(x)S (e)
with x = 0.16
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Fig. 4 Electron configuration of Transition metals impurities in CdS, �CR is crystal field splitting between t2 and e

Fermi level which is the origin of the half-metalicity in the
two systems, while e− and t−2 states are empty this is why
they are located at the conduction band. The �CR is about
0.84 eV and 0.68 eV for V case and Cr , respectively. On
the other hand, �EX is equal to 1.17 eV and 2.56 eV for V

and Cr .
The half-metalicity does not appear when we dope our

system with Manganese Mn. The doped compound with Mn
presents semiconducting character. This last behavior has
been also reported in 2 × 2 × 2 superstructure of Mn-doped
CdS by Aimouch et al. [47] but the co-doping with Mn and
Cr had an effect on the behavior of the compound since
the half-metallic character appeared. This semiconducting
character of Cd0.84Mn0.16S is due to the fact that Mn
ionizes to be Mn(3d5) and the five left electrons fill both

e+and t+2 orbitals as in Fig. 4. As it is shown from Fig. 3d,
these two orbitals e+and t+2 are located on the valence
band which confirms the fact that these two orbitals are
completely filled, while e−and t−2 are totally empty which
can be confirmed by their existence at the conduction
band. In that case, �CR and �EX are 0.84 eV and 3.41
eV, respectively. The magnetic behavior of the CdS:Mn
nanoparticles has been communicated by Salimian el al.
[48] and has been explained based on exchange interactions
between Mn2+ ions and host nanoparticles.

When doping with cobalt Co, the half-metalicity
reappears in the down spins direction as it is plotted in
Fig. 3e. It is noticed that the d-orbital of Co is positioned
at the Fermi level. The e+, t+2 orbitals are totally filled and
located in the valence band similar to the case of Mn. The

(a) (c)(b)

(e)(d)

Fig. 5 Partial DOS comparing of d-orbitals of T i, V , Cr , M, and Co in term of the concentrations
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Table 1 Partial moment ηp in μB for dopants at concentrations of x = 8, 12, 16, 20%

ηp T i V Cr Mn Co

8% −1.717 2.196 3.238 4.1381 2.418

12% −1.712 2.1972 3.236 4.1383 2.427

16% −1.709 2.1974 3.235 4.1379 2.432

20% −1.708 2.1976 3.235 4.1370 2.435

e−-orbital is totally occupied and it is shifted to the left to
occupy the valence band too, see likewise Fig. 4 for more
details. To fill the totally empty t−2 -orbital, it is necessary
to have three more electrons this is why t−2 is shifted to the
left too to reside on the Fermi level and becomes the source
of half-metalicity in Cd(1−x)Co(x)S case, with �CR is 1.01
eV and �EX is 2.54 eV. Ibraheem el al. [49] have reported
that when Co2+-doped CdS quantum dots matrix with 2%,
5% and 10%, the compound exhibits a relatively strong
paramagnetic effect but have also announced that if ever
ferromagnetic behavior has been reported it would be the
signature of lattice defects, and not of the homogeneously
doped CdS matrix by Co.

3.3MechanismofMagnetismandCurie Temperature

To explore the mechanism responsible for magnetism,
Fig. 5 plots d-orbitals of the five impurities as function
of the concentrations which vary until 24%. In the
case of Cd(1−x)T i(x)S, Cd(1−x)V(x)S, Cd(1−x)Cr(x)S and
Cd(1−x)Co(x)S where the half-metallic behavior is obtained
(magnetic impurities induce impurity band in the band gap),
one can observe the contraction of the peaks of the d-DOS
of TM along with a clear expansion of the width of the peaks

Fig. 6 Total moments for of Cd(1−x)T i(x)S , Cd(1−x)V(x)S ,
Cd(1−x)Cr(x)S , Cd(1−x)Mn(x)S , Cd(1−x)Co(x)S as function of
concentrations

which is proportional to the square root of the concentration
of magnetic impurity, this behavior is shown in Fig. 5a, b,
c and e. This is due to the hybridization between d states of
impurities. Thus, we can identify the type of the exchange
coupling leading for magnetism as the double exchange
mechanism. This is due to a strong hybridization between
the p-orbitals of S and d-orbitals of the four transition
metals. The double exchange interaction is a short-range
interaction that can only occur when impurities are created
and to remedy this short distance problem, the charge
transfer between layer d takes place via the p layers of S.
Unlike the previous cases, we notice that the mechanism
that lead to the apparition of magnetism in the Mn case is
the p-d exchange. As displayed in Fig. 5d, we can explain
this outcome by the movement of the Mn peaks to the left
when their concentrations increase.

The main contributor in the total moment of the five
systems are the transition metals T i, V , Cr , M, and Co,
since their value is much greater than the sum of those of
Cd and S with an order of magnitude of two, giving rise to
the emergence of magnetism as was stated before.

As we see from Table 1, the partial moment absolute
values of Titanium, Vanadium, Chromium and Cobalt
are around 1.7 μB , 2.2 μB , 3.2 μB , 4.1 μB , and 2.4 μB ,
respectively. This difference in moment values between the
five components is confirmed again in Fig. 6, where we

Fig. 7 The phase stability of CdS doped by T i, V , Cr , Mn and Co as
function of concentrations
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(a) (b) (c)

Fig. 8 Curie temperature as function of T i (a), V (b) and Cr (c) concentrations

notice that the value of the total moments is increased
from T i to Mn due to the fact that each d-orbital of T i

contains only one electron that contributes in magnetism of
the system, while Mn contains 5 electrons. In Fig. 6, it also
appears that V and Co have the same values of the total
moment this is because each of their d-orbital contributes
with 3 electrons in the magnetism of the system. From
Fig. 4 we remark that the e+ and t+2 of V contribute with
three electrons with spin up, while in the case of Co the
2 electrons with spin up in the e+orbitals compensate the
2 in the e− state, leaving the remaining 3 electrons of t+2
contributing in the magnetism of the system. We notice also
from Fig. 6 that the total moment values increase linearly
along with the concentrations of the impurities.

To assess the stabilization of the magnetic states we
analyze the total energy difference �E, between the
ferromagnetic states and the spin glass (disordered local
moment—“DLM”) states of the five systems that we study,
for more detailed formulation, see Refs. [50, 51], where
�E = EDLM − EFerro. In the spin glass states we
split the spin of the transition metals impurities to two
halves, the first half of the transition metals point out
toward the up spin direction, while the second half point
out to the down direction, Cd(1−x)T m

↑
(x/2)T m

↓
(x/2)S. In

addition, we need to emphasize that the total magnetization
in this phase is equal to zero. Figure 7, presenting the total
energy differences, shows that the spin glass state is the
most stable phase for Cd(1−x)Mn(x)S and Cd(1−x)Co(x)S.
For Cd(1−x)Cr(x)S we remark that the ferromagnetic is
the highly stabilized phase, as regards to Cd(1−x)T i(x)S

the ferromagnetic phase become the stable one starting
from 12%, while Cd(1−x)V(x)S become stabilized at the
ferromagnetic phase starting from 8%.

Because the ferromagnetic phase is the most stable
phase for T i, V and Cr , the transition temperature (TC)

from ferromagnetic phase to spin glass phase is computed
through the use of the mean-field approximation (MFA):

KBTC = 2�E

3x
(2)

Here KB is the Boltzmann constant and x is the doping
concentration. In T i case, the Curie temperature TC starts
from 23.80 K at x = 10% and reaches its maximal value
TC = 393.70 K at x = 16%, as plotted in Fig. 8a, meaning
that TC is saturated at this level. After this level it starts
decreasing to reach a value of 337 K at x = 25%. Taking
the case of 25%, we find that the value of 337 K for the
Ti-doped CdS is slightly close to 382 and 376 (K) reported
for Ti-doped ZnSe and CdSe alloys [52], respectively. In
Fig. 8b TC of Cd(1−x)V(x)S keeps rising substantially from
TC = 42.5 K for x = 5% to reach a value of TC = 867 K

for x = 25%. The TC in Chromium case decreases from
1220.17 K for x = 2% to 806.53 K for x = 25%. We
notice that Curie temperature values of these three systems
are above room temperature for particular concentrations
values, in consequence such systems can be very useful in
spintronic applications.

4 Conclusion

In summary, a study of the electronic and the magnetic
properties of Ti, V, Cr, Mn and Co-doped CdS on DFT
was conducted. We have studied the Curie temperature,
the phase stabilization, the mechanism responsible for
magnetism and magnetic moments of the five components.
Due to doping, the results exhibits a half-metallic behavior.
Analysis of the difference in energy between FM and DLM
states confirmed that the FM is more stable for Cr, V and
Ti cases, while it was the DLM for Mn and Co dopants. In
addition, the double exchange is the mechanism responsible
to the stabilization of the ferromagnetism for Ce, V, Ti and
Co whereas for Mn case, it is the p-d exchange. Finally, the
predicted Curie temperature values for Cr, V and Ti surpass
the room temperature giving rise to high TC DMS very
required for future applications in spintronics, where the can
be employed as prospective materials for spintronic device
applications, and boosts their magnetoresistance capacity
at a significant rate, for instance, half-metals can be used
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as electrodes of a magnetic tunnel junction, or source
of spin injection into semiconductors, and new-generation
transistors.
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4 Contribution IV : Propriétés électroniques et magné-
tiques du AlN de structure zinc-blende dopé par V et
Cr (Communications in Theoretical Physics, 73 (2021) 125702.)

4.1 Résumé de la contribution 4 :

Les semi-conducteurs III-V, dont l’AlP, le GaP, l’AlAs, l’InP et bien d’autres composites,
offrent de nombreux avantages ainsi que des propriétés particuliéres (Chapitre. I Section. 4).
Le GaAs possède une mobilité électronique remarquable, et une faible conductivité thermique,
ce qui le rend efficace dans les dispositifs à radiofréquence et à micro-ondes. Les composés à
base de Ga comme le GaAs, le GaP et le GaN sont très intéressants dans les dispositifs op-
toélectroniques à haute performance en raison de leur bande interdite directe et de leur faible
énergie de liaison. Le GaN, est un matériau prometteur dans l’électronique de puissance, où il
peut être utilisé comme un ultra chargeur.
Le nitrure d’aluminium (AlN), est un autre élément de la famille III-V, possédant de nom-
breuses propriétés exceptionnelles qui le rendent très utile en optoélectronique et dans les
revêtements protecteurs. Plusieurs études expérimentales et théoriques ont été menées afin
d’explorer les propriétés de AlN.
L’AlN est un semi-conducteur à large bande interdite qui peut être exploité dans les disposi-
tifs électroniques à haute température et à haute puissance, ainsi que dans l’énergie solaire,
les dispositifs à haute fréquence, les dispositifs optoélectroniques à grande longueur d’onde,
l’optique non lin‘éaire et les capteurs multifonctionnels. Il est également caractérisé par une
grande stabilité, une bonne conductivité thermique et une grande élasticité. L’AlN peut âtre
cristallisé sous plusieurs formes, mais les phases les plus stables sont les structures zincblend
et wurtzite qui peuvent être obtenues Ã des pressions et températures ambiantes. Il est égale-
ment caractérisé par une stabilité à grandes températures, une bonne conductivité thermique
et une grande élasticité. L’AlN peut être cristallisé sous plusieurs formes, mais les phases les
plus stables sont les structures zinc-blend et wurtzite, qui peuvent être obtenues à des pressions
et des températures ambiantes.
Les propriétés électroniques et magnétiques du nitrure d’aluminium zinc-blend dopé V et Cr
sont étudiées (Chapitre. II Section. 8) à l’aide de la théorie fonctionnelle de la densité (DFT),
notamment la méthode KKR-CPA-PBE (Chapitre. III Section. 5, 6 et 3). L’AlN pur se révèle
être un semi-conducteur à large bande interdite et le dopage avec V et Cr génère un comporte-
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Chapitre IV. Contributions

ment half-métallique ferromagnétique (Chapitre. I Section. 3). De plus, les valeurs de l’énergie
de formation révèlent que ces composés sont des systèmes stables pour toutes les concentrations
des dopants. La minimisation d’énergie d’une façon auto-cohérente détermine l’état ferroma-
gnétique comme l’état magnétique stable pour AlN dopé V et Cr (Chapitre II Section. 6).
Le double mécanisme d’échange est identifié comme le mécanisme responsable du magnétisme
dans nos systèmes (Chapitre. II Section. 7). Lors de l’augmentation des concentrations des im-
puretés, les moments magnétiques totaux augmentent linéairement, et la température de Curie
TC calculée en utilisant l’approximation du champ moyen, montre un changement significatif
(Chapitre. II Section. 2). Les présentes résultats révèlent que le mélange de AlN zinc-blend dopé
Cr ou V est un candidat potentiel pour les matériaux ferromagnétiques à haute température
de Curie (Chapitre. I Section. 6).

4.2 Contenu de la contribution 4 :
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Abstract
The electronic and magnetic properties of the zinc-blende aluminum nitride doped with V and Cr
are studied using the density functional theory (DFT), namely the KKR-CPA-PBE method. Pure
AlN is found to be a wide band gap semiconductor, and doping V and Cr single impurities
generate ferromagnetic half-metallic behavior. Moreover, the values of the formation energy
reveal that these compounds are stable systems for all dopant concentrations. A self-consistent
energy minimization scheme determines the ferromagnetic state as the stable magnetic state for
V- and Cr-doping AlN. A double exchange mechanism is identified as the mechanism
responsible for magnetism in our systems. When increasing doping impurities, the total magnetic
moments increase linearly and the Curie temperature TC, calculated using the mean-field
approximation, shows a significant change. The present findings reveal Cr- and V-doped zinc-
blende AlN as potential candidates for high Curie temperature ferromagnetic materials.

Keywords: AlN compounds, CPA-KKR-GGA method, Curie temperature, Ferromagnetic half-
Metals, TM dopants

1. Introduction

Since the discovery of giant magnetoresistance (GMR),
spintronics has became a landmark of solid-state physics and
information science [1, 2]. In spintronic applications, charge
carrier electrons and/or holes are controlled by their spin
degree of freedom, and where the spin polarization is con-
trolled either by using ferromagnetic layers or by exploiting
the coupling of spins to orbital moments [1, 2]. In these
applications, materials characterized by half-metallic behavior
are much in demand and worthy of attention [3, 4] due to their
particular property of playing the role of both conductor and
insulator of charge carriers at the same time. More

specifically, the substance acts as a conductor in one spin
orientation, and as an insulator or a semiconductor in the
opposite spin orientation [3, 4].

Many Heusler alloys [5, 6], zinc-blende pnictides and
chalcogenides [7, 8], manganites [9], perovskites [10, 11],
diluted magnetic semiconductors (DMS) [12–14] and diluted
magnetic oxides (DMO) [15, 16], show half-metal char-
acteristics with peculiar intrinsic properties. In DMS and
DMO, the central vision is to conceive magnetic compounds
by arbitrarily injecting a fraction of non-magnetic host
semiconductors or oxides by magnetic impurities, namely
transition metal or rare earth elements [17, 18]. This injection
gives rise to the apparition of localized magnetic moments in
the system due to a change in charge carrier concentra-
tion [19].
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III-V semiconductors including AlP, GaP, AlAs, InP, and
many more other composites, offer numerous advantages as
well as some peculiar properties. GaAs has a remarkable
electron mobility (even larger than diamonds), and poor
thermal conductivity, which makes it effective in radio fre-
quency and microwave devices [20, 21]. Ga-based com-
pounds like GaAs, GaP and GaN are very appealing in high-
performance optoelectronic devices because of their direct
band gap and low exciton binding energy [22–24]. GaN is a
promising material in power electronics, where it can be used
as an ultra charger [25].

In order to generate high-temperature ferromagnetic
phases in III-V hosts, several studies have been conducted by
injecting a small portion of transition metal impurities such as
(Ga,Fe)Sb [26, 27], (Ga,Cr)N [28], (Ga,Mn)N [29], (Ga,Mn)
As [29–31], and (Ga,Mn)P [29]. Furthermore, introducing
isoelectronic Fe and Be donors into InAs results in an s-d
exchange interaction around 2.8 eV, which exceeds regular
values found in conventional DMS materials [31]. Implanting
Mn impurities into the InP epilayer brings a ferromagnetic
phase with a Curie temperature of 40± 52 K [32]. A high
Curie temperature of 585 K and 953 K was generated in
ferromagnetic half-metal AlP doped with 10% of V and Cr,
respectively [33]. The Curie temperature reached a value of
670 K for Al0.9Cr0.1S [33]. The co-doping with (V, Ti) sig-
nificantly increases the Curie temperature in ferromagnetic
AlAs with respect to a single substituent [34].

Aluminum nitride (AlN ) is another element of the III-V
family, and has many outstanding properties that make it very
useful in optoelectronics [35] and hard protective coatings
[36]. Several experimental and theoretical studies have been
conducted in order to explore the properties of AlN. Experi-
mentally, magnetization is found to be sensitive to the
external electric field applied in parallel to the surface of
graphene nanoribbons posed on an aluminum nitride
nanosheet [37]. Using x-ray diffraction, infra-red absorption
and wafer curvature techniques, the dependence of the evol-
ution of residual stress on thickness has been studied in
sputter-deposited AlN thin films on Si [38]. Doping in III-
nitride materials including (Al,Ga)N is thoroughly investi-
gated in order to understand how to achieve a satisfactory
doping level [39].

AlN is a wide band gap semiconductor [40] adequate for
exploitation in high-temperature and high-power electronic
devices [41], as well as solar energy [42], high-frequency
devices [43], long-wavelength optoelectronic devices [44],
nonlinear optics [45] and multi-functional sensors [46]. It is
also characterized by a high temperature stability, good
thermal conductivity, and a high elasticity [47, 48]. AlN can
be crystallized in several forms, but the more stable phases are
zinc-blende and wurtzite structures that can be obtained at
ambient pressures and temperature [49].

Theoretically, per-atom-pair binding energy and melting
temperature are shown to be quadratic functions of the inverse
of the size of AlN nano-particles [50]. On the other hand, the
full potential linearized augmented plane wave (FP-LAPW)
method in the framework of density functional theory (DFT)
reveals that the band gap, the static dielectric constant and

static refractive index vary quadratically along with the var-
iation of impurities concentration in the zinc-blende AlN
doped by In [51]. Doping AlN, wurtzite and zinc-blende
structures with rare-earth element Er induces magnetism and
increases the static dielectric constant and the absorption in
the visible spectrum [52].

Inspired by the appealing results and properties of AlN,
we study in this work for the first time the structural, magnetic
and electronic properties of V- and Cr-doped AlN with the
intention of exploring and generating half-metallic ferro-
magnets that can be exploited in the spintronics domain.
Based on the Korringa-Kohn-Rostoker method (KKR), we
show that V and Cr impurities bring a half-metallic ferro-
magnetic behavior to AlN, and that the double exchange
mechanism is the interaction responsible for magnetism in
this system. The formation energy values are found to be
negative in all doping cases, meaning that the compounds are
stable and acquire energy in all situations. The total moments
increase linearly while increasing doping impurities, and the
Curie temperature is found to be above room temperature in
most cases.

This manuscript is divided as follows: the next section
will discuss the methods of calculation details and the struc-
tural properties of zinc-blende aluminum nitride. Section 3
discusses the results attained such as band structure, density
of states, formation energies and stability phase to have more
understanding of the electronic and magnetic properties of
AlN, (Al1−xVx)N and (Al1−xCrx)N, then we present the total
magnetic moment, and the Curie temperature of the system
according to different concentrations.

2. Method of calculations and crystalline structure

Due to its high capacity, speed and accuracy in dealing with
disorder in materials [53, 54], the self-consistent KKR
Greenʼs function method [55–57] is used to calculate the
structural, electronic and magnetic properties of the host
semiconductor zinc-blende aluminum nitride AlN, and V and
Cr impurities randomly doped the cation sites of AlN. This
disordered system is substantially described by the CPA
method, where the average electronic properties are assessed
rather than properties of the individual doping element [58].
Generalized gradient approximation (GGA) based on Perdew,
Burke and Ernzerhof parameterization (PBE) is used for
exchange-correlation energy functional in the calculation
[59]. The form of the potentials are treated as muffin tin (MT),
where in this approximation the potential is considered to be
spherically symmetric inside the atomic sphere and constant
in the interstitial regions. The electronic wave functions are
computed considering the angular momentum quantum
number defined at each atomic site up to ℓ= 2 for d electrons.
500 K points are collected in the irreducible first Brillouin
zone of the reciprocal space, and the relativistic effects are
considered using the scalar relativistic approximation (SRA)
for the valence states. The PBE-KKR-CPA is implemented in
the MACHIKANEYAMA2002 package produced by Akai of
Osaka University, Japan [54].
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As stated above, in this work, AlN is an aluminum
pnictide, that has a zinc-blende structure and crystallizes in
the cubic F m43¯ space group, as shown in figure 1. In zinc-
blende structures, ions have a tetrahedral coordination, where
each cation Al3+ is surrounded by four equivalent anions N3−

and vice versa, Al-ions occupy (4a) Wyckoff positions:

0, 0, 0( ) and N-ions occupy (4c): ⎛
⎝

⎞
⎠

1

4
,

1

4
, 1

4
. The nature of

bonding between Al and N is covalent; this is due to the
difference between the electo-negativity χ values of these two
components, which is greater than 0.5 on the Pauling scale.

In order to study the stability of the pure host AlN, the
formation energy, which is defined by equation (1), is com-
puted:

E E E E , 1AlN
Al N

For Bulk Bulk( ) ( )= - +

Thereafter, we have calculated the energy of formation of the
host doped by impurities:

E E x E

xE E

1

, 2

AlN
Al

N

For Bulk

Bulk
impurty

Bulk

[( )
] ( )

= - -

+ +

where x is the impurity concentration. During the calculations
all components are taken to be body-centered cubic structures.
In order to study the magnetic phase stabilization, we com-
pute the total energy difference ΔE between the ferromag-
netic and the disordered local moment (DLM) energies,
known also as the spin glass phase [60, 61]:

E E E . 3DLM Ferro ( )D = -

The positive value of ΔE indicates that the system is stable in
the ferromagnetic phase. Otherwise, the DLM phase is the
stable one. In the DLM phase, the impurity spins are divided
into two, where half of the spins point out to the up direction,
and the other half to the down direction. The total magneti-
zation in this phase is equal to zero. If the ferromagnetic

phase is the stable phase, we can define and compute the
Curie temperature (transition temperature from ferromagnetic
phase to DLM phase). This quantity is computed by using the
mean-field approximation (MFA):

T
K

E

x

2

3
, 4c

B
( )=

D

KB is the Boltzmann constant and x is the impurity
concentration.

3. Results and discussion

We start by studying the structural properties of AlN. This
material is an aluminum pnictide where Al and N atoms are
arranged in a zinc-blende structure. Using the energy optim-
ization method, the parameter lattice that minimizes the total
energy is found to be a0= 4.41 Å as shown in figure 2. This
value is in good agreement with the experimental and
theoretical ones reported in [49, 51, 62]. The difference
between the electro-negativity χ values indicate that the
nature of the bonding between Al and N is covalent.

Figure 3(a) displays the total density of states (TDOS) of
AlN material and partial density of states (PDOS) of its Al
and N p-orbitals. The TDOS is given per unit cell, while
PDOS are computed per atomic orbitals. Near the Fermi level
one can observe a wide gap region of Eg= 3.01 eV in good
agreement with previous works based on the DFT method,
where the observed values vary from 3.25 eV to 3.38 eV
[52, 64, 65]. Furthermore, the orbitals above the Fermi level
are unoccupied states, while those under the Fermi level are
fully occupied. It follows that the AlN host is an n-type
semiconductor. We notice in passing that Eg is found to be
;5 eV in [51, 63]. This difference in band gap energy values
is due to the fact that the values in DFT methods are always
smaller than the experimental ones.

From figure 3(b), AlN has an indirect band gap located at
Γ in the valence band and at X point in the conduction band. It
follows that AlN cannot play a significant role as an

Figure 1. Unit cell of AlN. The symbol X denotes the empty spheres
(defaults in crystal).

Figure 2. Optimization of the parameter lattice.
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optoelectronic device, in particular as a light emitter, due to
the fact that the interband transition requires phonons, and
thus the transition rate is too low. However, it can be used as a
light absorber, where AlN must absorb a photon with an
energy higher than Eg to let the electrons existing at the Γ

quasi-moment at the valence band jump toward the valley
existing at the Γ -point in the conduction band. Furthermore,
as reported in [16], the wavelength (λ) of the photon is
equivalent to Eg, and thus λ( AlN) is found to be equal to
411 nm. This value belongs to the visible range, indicating
that AlN can be a good light absorber for the visible and the
infrared spectrum. Furthermore, by examining both the con-
duction and valence band, we notice that N(2p) states are

dominant, and the symmetry between the spin-up and the
spin-down DOS reveals the non-magnetic character of the
AlN compound. Using equation (1), the formation energy of
AlN is found to be equal to −6 eV; this negative value
confirms that the host semiconductor is a stable component.

After doping the host matrix with transition metals, we
vary impurity concentrations in a range between 2% and 25%.
The compound turns out to be a magnetic component. For the
purpose of realizing the source of ferromagnetism in the
studied system, we have computed the TDOS and PDOS of
the 3d orbital of the impurity. In figures 4(a) and (b), we show
the TDOS and PDOS of Cr- and V-doped AlN around the
Fermi level for a concentration of 16%. In both components,
at the Fermi level, we see the apparition of only one spin
direction in the semiconducting gap region giving a half
metallic behavior of the doped compound; we note that the
same behavior appears in all concentration percentages from
2% to 25%. The narrow and sharp peaks of the 3d electronic
states transcend the Fermi level with unequal DOS, giving
rise to a net magnetization. Furthermore, the sharp form of the
3d orbitals of the impurities indicates the localized character
of the d-electron DOS compared to the wide and flat
p-electron DOS. The carriers can then occupy either localized
impurity states or the delocalized states in the conduction or
valence band. The doping does not affect the nature of the
bonding in the whole system, because the difference in the
electro-negativity is still greater than 0.5 for both
components.

However, substituting the cation sites in the host semi-
conductor with impurities leads to a splitting of the d-orbitals
of these impurities and they become degenerate, and two new
sub-orbitals are created: the t2 -orbital triply degenerate states
and e-orbital doubly degenerate, separated due to a tetrahedral
crystal field. The origin of this crystal field is the attraction
between the positive charge of cation and negative charge
electrons of the impurities, which are mostly anti-bonding
states. When the TM impurities get close to the center of the
cation, the degeneracy d-orbital is broken due to the static
electric field produced by a surrounding charge distribution,
and the newly produced e and t2 states take a low and high
energy, respectively. In table 1, we present the strength of this

Figure 3. (a) TDOS and PDOS of AlN and (b) band structure.

Figure 4. 
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crystal field splitting evaluated by the relation
E e E tCR 2( ) ( )D = -+ + ; furthermore, we evaluate the

exchange splitting energy presenting the separation between
the spin-up and spin-down of e-orbitals given by
ΔEX= E(e+)− E(e−).

Vanadium has five valence electrons. When it is intro-
duced in the host semiconductor it loses three electrons to
replace the electrons of Al and become V3+. The two
remaining electrons fill the up spin direction of the e-orbital;
this is shown in figure 4(a) by the location of the e-orbital in
the valance band, and in figure 5. In turn, Cr loses three of its
six valence electrons to Al; the remaining three electrons
completely fill the e-orbital and partially the t2-orbital of Cr as
shown in figure 5. In figure 4(b) we notice that the filled part
of the t2-orbital is located in the valence band, while the
empty part is located in the conduction band. In both V and
Cr components, the down sub-orbitals are completely empty
due to their existence in the conduction band. These empty
and partially empty degenerate energy levels are the main
source of half-metallicity in the whole system.

In order to identify the exchange coupling mechanism
responsible for magnetism in the doped system, we analyze
the PDOS of the d-orbitals of impurities as function of the
concentrations as plotted in figures 6(a) and (b). We note that
the spikes are decreased and became wider as long as we
augment the impurity concentrations, and we can then
apparently recognize the type of the exchange coupling
responsible for magnetism as a double exchange mechanism
due to a risen hybridization between N(2p) and V(3d) or
Cr(3d). This interaction is a short-range interaction that can
only happen when the impurities are generated. We should
also note that the p-d hybridization is much stronger in the Cr
case than in the V case because of more interacting electrons
in the (Al1−xCrx)N system.

The energy of formation of the doped system (see
table 2) is computed by using equation (2). For both com-
ponents, the formation energy is negative, indicating that the
whole system is stable, and the values of formation energy
start from −5.8 eV for 2% of impurities to reach a value of
−3.7 eV for 25%.

The value of the partial moments of the transition metals
is much greater than the sum of the partial moments of Al and
N with an order of magnitude of two; for this reason the
primary contribution in magnetism in the whole system
comes from the impurities. The impurity moment values of V
and Cr are about 1.3 μB/atom and 2.1 μB/atom, respectively.
The partial moment values and total moments of the system
containing Cr are bigger than that of V because of the extra
electron existing in the t2− orbital of Cr. We notice also from
figure 7(a) that the total moment raises linearly at the same
time as the concentrations of the transition metals.

In order to study the stabilization of the magnetic states
following equation (3), we compute the total energy differ-
ence ΔE between the energy spin glass phase and the ferro-
magnetic energies. The results are shown in table 2; for both
systems the total energy of the ferromagnetic state is lower
than that of the DLM state, and ΔE> 0 in all cases, and
increases alongside with the TM concentrations. Therefore,
the ferromagnetic phase is the stable phase. Moreover, Shi
et al [66] have also reported the ferromagnetism at room
temperature in Cr-doped AlN. This behavior has been con-
firmed by Espitia R et al [67] for both compounds
Al0.0625V0.9375N and Al0.0625Cr0.9375N, respectively. Because
of the strong p-d hybridization in the Cr case, the energy
difference as well as the Curie temperature are higher than the
V doped case. Due to this result, we are in a position where
we can compute the Curie temperature, which presents the
temperature above which a transition from a ferromagnetic
phase to paramagnetic phase happens; this magnitude is given
by equation (4).

As shown in figure 7(b), in the V case, TC in the lower
range concentration increases rapidly starting from 119.49 K
at x= 2%, and reaches its maximal value TC= 559.78 K at
x=12 %. After this obtained value, TC starts decreasing until
it reaches a value of 363.19 K at x= 25%; this behavior
means that Tc is saturated at a V concentration of x= 12%.
Similarly to the case of V, (Al1−xCrx)N is saturated at 5% of
Cr concentration with a Curie temperature of 533.03 K. It
starts from 504.35 K for x= 2% and decreases to 290.07 K
for x= 25%, but meanwhile most of the Curie temperature
values are above room temperature (dashed lines in
figure 7(b)), which make both components suitable for use in
the spintronics domain. However, the Cr-doped system
exhibits TC higher than room temperature for most

Table 1. Crystal field and exchange splitting for V- and Cr-doped
AlN as a function of the concentrations.

Materials (Al1−xTMX)N ΔECR(eV) ΔEEX (eV)

(Al0.98V0.02)N 0.86 1.19
(Al0.92V0.08N 1.19 1.19
(Al0.90V0.10)N 1.20 1.20
(Al0.84V0.16)N 1.53 1.19
(Al0.80V0.20)N 1.70 1.18
(Al0.75V0.25)N 1.89 1.20
(Al0.98Cr0.02)N 1.03 1.70
(Al0.92Cr0.08)N 1.19 1.70
(Al0.90Cr0.10)N 1.36 1.87
(Al0.84Cr0.16)N 1.53 2.04
(Al0.80Cr0.20)N 1.53 2.04
(Al0.75Cr0.25)N 1.70 2.04

Figure 5. Electron configuration of transition metal impurities in
AlN, where ΔCR is the crystal field splitting between t2 and e.
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concentration cases. It is therefore easier to use such alloys in
spintronic applications at ambient conditions.

4. Conclusion

Based on the density functional theory (DFT), namely the
KKR-CPA-PBE method, the parameter lattice of the host AlN
compound is optimized as a function of the energy. The DOS
and band structure are calculated for the pure case and
compared to AlN doped with V and Cr. It turns out that

Figure 6. PDOS comparison of d-orbitals of V (a) Cr (b) in terms of concentrations.

Table 2. Local moments for V- and Cr-doped AlN, the total energy differences, and formation energy as a function of concentrations.

Materials (Al1−xTMXN TM moment atomB( )m Al moment atomB( )m N moment atomB( )m ΔE (meV) EFor (eV)

(Al0.98V0.02)N 1.35 0.00069 −0.00027 0.31 −5.81
(Al0.92V0.08)N 1.33 0.00274 −0.00229 5.09 −5.27
(Al0.90V0.10)N 1.32 0.00337 −0.00313 7.00 −5.01
(Al0.84V0.16N 1.31 0.00503 −0.00599 11.03 −4.56
(Al0.80V0.20)N 1.28 0.00575 −0.00787 11.99 −4.20
(Al0.75V0.25)N 1.20 0.00610 −0.01009 11.74 −3.77
(Al0.98Cr0.02)N 2.16 0.00088 0.00072 1.30 −5.82
(Al0.92Cr0.08)N 2.16 0.00332 0.00195 5.49 −5.29
(Al0.90Cr0.10N 2.17 0.00408 0.00215 6.69 −5.11
(Al0.84Cr0.16N 2.17 0.00620 0.00203 9.00 −4.57
(Al0.80Cr0.20N 2.17 0.00748 0.00132 9.30 −4.21
(Al0.75Cr0.25N 2.11 0.00854 −0.00058 9.37 −3.75

Figure 7. (a) Total moments for (Al1−xVx)N, (Al1−xCrx)N and (b) Curie temperature TC (in K) against V and Cr doping concentrations.
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impurities influence the electro-magnetic properties of our
semiconductor. Indeed, the arisen impurity orbitals cross the
Fermi level in the band gap region, meaning that they are
responsible for ferromagnetism and half-metallicity in our
DMS. Magnetic properties, electronic structures, formation
energy, phase stabilization and Curie temperature of diluted
aluminum nitride have been analyzed and discussed. It is
found that TC increases up to a certain level by increasing
doping concentrations and starts to decrease after they
became saturated. Thus, V- and Cr-doped AlN are potential
candidates for high Curie temperature ferromagnetic materi-
als. The calculated properties of DMS may be investigated in
the spintronics field, where spin control plays a major role.
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Conclusion générale

La spintronique est un nouveau domaine scientifique, développé au cours de ces 20 dernières
années, qui se concentre sur l’exploration des propriétés des matériaux dans lesquels les courants
de spins polarisés jouent un rôle majeur, ainsi que sur le développement de matériaux et de
dispositifs pour des applications nanoélectroniques avancées. Les matériaux spintroniques ont
déjà trouvé leur voie dans un grand nombre d’applications importantes, comme les capteurs de
champ magnétique ultrasensibles dans les têtes de lecture des disques durs magnétiques et les
MRAM.

Le but de ce travail était l’évaluation de l’effet du dopage sur la stabilité des DMS. Pour
ce but un calcul ab-initio, utilisant la méthode KKR-CPA-DFT a été réalisée pour prédire et
révéler les propriétés magnétiques et électroniques des semi-conducteurs magnétiques dilués à
base de SnC, CeO2, CdS et AlN .

Premièrement, nous avons remarqué que le remplacement des atomes Sn dans le carbure
d’étain SnC par le Manganèse et le Vanadium génère un comportement ferromagnétique half-
métallique avec un mécanisme de double d’échange à tous le système. Les moments partiels
des impuretés dans le composé sont aussi analysés et nous avons trouvé que les valeurs de ces
derniers varient légèrement de 1.11 à 1.09 µB dans le cas de V et de 3.56 à 3.5 µB pour le cas
de Mn.

La polarisation s’avère égale à 100%, dans les deux cas où la direction des spins up est
conducteur, pendant que la direction des spins down est isolant. Avec la loi de Vegard, nous
avons déterminé le paramètre de réseaux des composés dopants en fonction des concentrations
d’impuretés. Les caractéristiques relevées ont des conséquences notables pour la construction
et la conception des instruments spintroniques ce qui va augmenter leur capacité de magnéto-
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Chapitre IV. Contributions

résistance à un taux énorme. Par conséquent, la température critique peut être contrôlée en
faisant varier la concentration des impuretés.

Nous avons étudié également la structure électronique du CeO2 Ceria de type Fluorite
dopé au Mn, ou nous avons examiné la stabilité du composé en fonction de l’impureté. La
phase ferromagnétique half-métallique est révélée être la phase stable après le dopage avec
le Manganèse Mn dans le semi-conducteur intrinsèque non magnétique CeO2 . Les moments
totaux du système dopé varient de 0.234 à 0.744 µB pour 8% et 25% de Mn. L’interaction
responsable du magnétisme s’avère être le mécanisme de double d’échange, et la température
de Curie a atteint environ 840 K pour 25% d’impureté de Mn.

Ensuite, les propriétés électroniques et magnétiques du CdS dopé par les éléments de métaux
de transition ont été examinées. Basé sur la méthode (KKR-CPA) dans le cadre de l’approxi-
mation à gradient généralisé (GGA), nous avons calculé l’énergie totale pour déterminer l’état
le plus stable du système et nous avons trouvé qu’il s’agissait de l’état ferromagnétique pour le
CdS dopé Ti, V et Cr, alors que la phase stable pour les cas de dopage avec Mn et Co est la
phase spin glass. D’autre part, nous avons étudié et tracé les densités d’états (DOS) qui révèlent
que les composés dopés présentent un caractère half-métallique. La polarisation de spin au ni-
veau de Fermi est estimé à environ 100%. De plus, nous avons identifié le type de mécanisme
des interactions d’échange étant le double échange pour tous les composants sauf le cas de Mn

où l’on constate que le mécanisme responsable est l’échange p− d. L’évaluation de la variation
de température de Curie TC pour les trois composants stables en phase ferromagnétique, a
révélé des valeurs supérieures à 300 K dans la plupart des cas. L’effet du champ cristallin et la
division des orbitales en fonction des valeurs de concentration ont également été étudiés. Nous
concluons enfin que les substances half-métalliques sont très intéressantes pour les appareils
électroniques dépendant du spin car elles augmentent leurs capacité de magnétorésistance à un
taux significatif.

Enfin, les propriétés électroniques et magnétiques du nitrure d’aluminium zinc-blend AlN−
zb dopé V et Cr sont étudiées. L’AlN pur se révèle être un semi-conducteur à large bande
interdite et le dopage avec V et Cr génère un comportement half-métallique ferromagnétique.
De plus, les valeurs de l’énergie de formation révèlent que ces composés sont des systèmes
stables pour toutes les concentrations des dopants. La minimisation d’énergie d’une façon auto-
cohérente détermine l’état ferromagnétique comme l’état magnétique stable pour AlN dopé V
et Cr. Le mécanisme de double d’échange est identifié comme le mécanisme responsable du
magnétisme dans nos systèmes. Lors de l’augmentation des concentrations des impuretés, les
moments magnétiques totaux augmentent linéairement, et la température de Curie TC calculée
en utilisant l’approximation du champ moyen, montre un changement significatif. Ces résultats
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IV.4 Contribution IV : Propriétés électroniques et magnétiques du AlN de
structure zinc-blende dopé par V et Cr (Communications in Theoretical Physics, 73

(2021) 125702.)

révèlent que le mélange de AlN zinc-blend dopé Cr ou V est un candidat potentiel pour les
matériaux ferromagnétiques à haute température de Curie.

À la suite des travaux effectués, il nous semble souhaitable de formuler quelques perspec-
tives, pour une analyse plus approfondie de nos résultats. À titre d’exemple, il serait intéressant
diversifier nos outils et méthodes de recherche pour analyser les propriétés optiques, thermody-
namiques, spectroscopiques, élastiques, et les propriétés de transport de ces DMS, et considéré
de comparer nos résultats théorique avec des résultats expérimentaux

Il serait aussi interessent de continuer de chercher d’autre DMS qui peuvent avoir le potentiel
d’être utilisées dans le domaine de Spintronique, et étudier d’autre classe de matériaux qui on
le pouvoir de révéler le caractère Half-métallique (Pérovskites, Alliages de Heusler, Matériaux
bidimensionnelles·). Finalement, actuellement il y a une tendance à étudier d’autre aspects
de la Spintronique comme la Spintronique avec des "Isolants Topologiques" et les "Skyrmions
magnétiques", Par conséquent, il est intéressant d’étudier et aborder de tels aspects.Ces idées
présentées en perspective constituent des travaux en cours.
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Résumé  
 

Le but de cette thèse est l’étude des propriétés structurales, électroniques et 
magnétiques des semi-conducteurs et oxydes magnétiques dilués tridimensionnels 
en employant la DFT. Nous avons commencé par présenter le domaine de la 
spintronique et les matériaux semi-conducteurs, ensuite nous avons étudié les 
phénomènes magnétiques présentés dans les solides. Puis, nous avons énoncé les 
méthodes théoriques qui permettrons l’étude des matériaux et des solides. Nous 
distinguons particulièrement la théorie de la fonctionnelle de la densité (DFT) et 
la méthode KKR. Dans le dernier chapitre nous exposons nos différentes 
contributions dans le domaine de la spintronique, en commençant par examiner 
la possibilité d’obtenir la half-métallicité dans le carbure d’étain SnC dopé par 
Mn et V. Par la suite nous avons étudier le CeO2 dopé par Mn. Ensuite explorer 
les propriétés électroniques et magnétiques de CdS dopé par (Ti, V, Cr, Mn et 
Co). Et finalement analyser les propriétés électroniques et magnétiques du zinc-
blende AlN dopé par V et Cr.  
 

Mots-clefs (5): DFT, KKR, Spintronique, DMS/DMO, Half-Métaux. 

 

Abstract 
 

The aim of this thesis is to study the structural, electronic and magnetic properties 
of three-dimensional dilute magnetic semiconductors and oxides using DFT. We 
started by presenting the field of spintronics and semiconductor materials, then 
we studied the magnetic phenomena presented in solids. Then, we set out the 
theoretical methods that will allow the study of materials and solids we 
distinguish and particularly the density functional theory (DFT) and the KKR 
method. In the last chapter we present our various contributions in the field of 
spintronics, starting by examining the possibility of obtaining half-metallicity in 
Mn and V doped SnC tin carbide. Then study Mn doped CeO2. Then explore the 
electronic and magnetic properties of (Ti, V, Cr, Mn and Co) -doped CdS. And 
finally analyze the electronic and magnetic properties of zinc-blende AlN doped 
V and Cr. 
 
Key Words (5): DFT, KKR, Spintronics, DMS/DMO, Half-Metals 
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