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Résumé

Ce travail est consacré à l’étude expérimentale des effets de la pression de radia-
tion d’une onde laser continue sur une interface liquide. Les propriétés particulières
du ménisque séparant deux phases liquides en coexistence au voisinage de leur point
critique de démixtion nous ont permis de visualiser directement des déformations
stationnaires d’interface de taille micrométrique. Au stade linéaire, i.e pour des in-
tensités laser modérées, une loi d’échelle exprimant la hauteur des déformations a
été validée, ceci pour les deux sens de propagation du faisceau relativement à l’in-
terface. Pour des excitations laser plus élevées, une brisure de symétrie vis à vis
du sens de propagation a été mise en évidence. On observe en effet la formation
de doigts de grand rapport d’aspect, ou la brisure de l’interface suite à une insta-
bilité optohydrodynamique, suivant que le faisceau se propage du milieu le moins
réfringent au milieu le plus réfringent, ou inversement. Ces caractéristiques ont été
exploitées pour créer et stabiliser sous champ laser des ponts liquides de rapports
d’aspect bien supérieurs à la limite de l’instabilité de Rayleigh-Plateau des colonnes
liquides. Les déformations thermocapillaires, engendrées par la faible élévation de
température induite par le faisceau laser, ont également été caractérisées, afin de les
distinguer sans ambiguité des déformations engendrées par la pression de radiation
seule.

Mots clés: interfaces molles, transitions de phase, laser, pression de radiation, ten-
seur des contraintes électromagnétiques, déformations d’interfaces, tension de sur-
face, lentille adaptative, instabilités électrohydrodynamiques, instabilité de Rayleigh-
Plateau, stabilisation de ponts liquides, thermocapillarité, microfluidique.

Abstract

We experimentally study the influence of the radiation pressure of a cw laser
wave on a liquid interface. The use of near-critical phase-separated liquid mixtures
allows us to observe directly micrometric stationary deformations. At the linear
stage, i.e for moderate beam intensities, an universal scaling law for the height of
the deformations is validated for both propagation directions of the laser beam
with regard to the interface. For higher laser excitation a symmetry breaking of
the interface deformations versus the direction of propagation is shown. Indeed
we observe either the formation of finger (tethers) with large aspect ratio, or the
break-up of the interface after an optohydrodynamical instability when the beam
propagates from the highest refractive-index medium to the lowest, or inversely.
Thereafter we take advantage of those facts to create and stabilize under laser field
liquid bridges with aspect ratio far above the classical limit of the Rayleigh-Plateau
instability. Thermocapillary deformations linked with the weak temperature rise
induced by the laser beam are also analyzed in order to clearly distinguish them
from the surface deformations driven by the radiation pressure.

Keywords: soft interfaces, phase transitions, laser, radiation pressure, Maxwell
stress tensor, interface deformations, surface tension, adaptative lens, electrohy-
drodynamical instability, Rayleigh-Plateau instability, liquid bridges stabilization,
thermocapillarity, microfluidics.
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la charge d’être rapporteurs de ce manuscript. Je remercie également Messieurs André
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2.2.1 Du piège unique aux pièges multiples . . . . . . . . . . . . . . . . . 8
2.2.2 Utilisation de modes exotiques de faisceau laser . . . . . . . . . . . 11
2.2.3 Micromachines optiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12
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3 Forces électromagnétiques exercées par la lumière dans les milieux ma-
tériels 47
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du modèle d’Ising . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 77
4.2 Constantes physiques de la microémulsion . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79

4.2.1 Propriétés thermodynamiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79
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l’écart à la température critique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 84
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8.2.2 Modèle proposé . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 237
8.2.3 Comparaison avec les expériences . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 242

8.3 Bilan critique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 244

9 Conclusion et perspectives 251

10 Annexe: bilan de pression de radiation en incidence oblique 269



Chapitre 1

Introduction

La manipulation optique de particules au moyen de la pression de radiation d’une
onde laser a connu un développement spectaculaire au cours des deux dernières décennies.
Le champ d’investigation de cette technique est particulièrement vaste, puisqu’il s’étend
de l’échelle atomique avec le refroidissement d’atomes par laser et la condensation de
Bose-Einstein, jusqu’à l’échelle micrométrique, avec l’emploi de billes sondes piégées dans
des faisceaux laser en physique de la matière molle. Paradoxalement, les effets directs de
la pression de radiation sur des interfaces liquides ont longtemps été négligés du point
de vue des applications, bien que les travaux expérimentaux initiaux sur le sujet datent
de la même époque que les premières expériences de lévitation de particules par laser.
La déformation par pression de radiation d’une interface entre deux liquides diélectriques
n’était en effet envisagée que pour son caractère illustratif dans la polémique historique
concernant l’expression du tenseur énergie-impulsion du champ électromagnétique dans
la matière.

Il nous est donc apparu nécessaire de souligner dans un premier temps la filiation
naturelle existant entre les manipulations d’interfaces liquides médiées par des billes sondes
et les manipulations directes par la pression de radiation. Nous dresserons ainsi au chapitre
2 un panorama des techniques récentes de manipulation et de microrhéologie optique en
physique de la matière molle. Nous montrerons en particulier les avantages conférés par
la manipulation directe par rapport aux autres techniques.

Le chapitre 3 sera consacré à une présentation simple du bilan des forces électro-
magnétiques exercées par la lumière dans les milieux matériels. Il permettra en outre
d’éclaircir la polémique, récurrente jusqu’à ce jour dans la littérature, à ce sujet. Cette
polémique, essentiellement d’origine sémantique, obscurcit considérablement la lecture des
articles dédiés aux déformations d’interfaces par laser. Nous avons donc voulu éviter toute
confusion possible en définissant clairement les notations et concepts utilisés par la suite.
Nous insisterons en particulier sur l’utilité du tenseur des contraintes électromagnétiques
comme outil de calcul.

Le chapitre 4 détaillera les caractéristiques physico-chimiques essentielles des phases
micellaires de microémulsion quasicritiques, ainsi que le montage expérimental, qui nous
ont permis de visualiser directement des déformations d’interface de taille micrométrique
avec une source laser classique. L’appartenance de ces phases micellaires à la classe d’uni-
versalité (d=3,n=1) du modèle d’Ising, rend en particulier nos résultats généralisables à
toutes les interfaces liquides entre fluides isotropes.

Ainsi, nous exposerons au chapitre 5 l’ensemble des résultats obtenus pour les défor-
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6 Chapitre 1

mations induites par la pression de radiation au stade linéaire, i.e pour des excitations
laser modérées. L’indépendance des déformations par rapport au sens de propagation du
faisceau sera démontrée et nous validerons expérimentalement une loi d’échelle universelle
pour la hauteur des déformations. Cette loi d’échelle traduit de façon compacte en fonc-
tion de nombres sans dimension la possibilité de mesurer des tensions de surface grâce aux
déformations induites par laser. Nous étudierons également la dynamique temporelle de
croissance des déformations et nous montrerons que, par leur intermédiaire, la réalisation
de lentilles adaptatives commandées par la pression de radiation est envisageable.

Au chapitre 6, nous présenterons le comportement non-linéaire des déformations de
l’interface pour des excitations laser élevées. La symétrie des déformations par rapport au
sens de propagation du faisceau est brisée dans ces conditions. Suivant que le faisceau se
propage du milieu le moins réfringent vers le milieu le plus réfringent, ou inversement, on
observe la formation de doigts stables, ou l’effondrement de l’interface conduisant à un jet
liquide. Le seuil de cette instabilité ”optohydrodynamique” sera caractérisé expérimenta-
lement. Nous tenterons également d’expliquer les faits observés, en prenant en compte la
dépendance de la pression de radiation vis-à-vis de l’angle d’incidence du faisceau laser à
l’interface.

Le chapitre 7 montrera comment les déformations non-linéaires de l’interface et l’in-
stabilité optohydrodynamique peuvent être exploitées pour former des ponts liquides. Ces
ponts liquides créés et stabilisés sous champ laser présentent la particularité d’être de rap-
ports d’aspect bien supérieurs au seuil habituel de l’instabilité de Rayleigh-Plateau des
colonnes liquides. Une étude expérimentale de la stabilité des ponts induits en fonction
des paramètres de l’excitation laser sera effectuée.

Finalement, la démonstration que les déformations d’interfaces induites par la pres-
sion de radiation sont un outil de mesure de la tension de surface sera achevée au chapitre
8. Nous avons en effet pu caractériser, grâce à nos phases micellaires, les déformations
d’origine thermique susceptibles de constituer des artefacts expérimentaux. Nous met-
trons en évidence les caractéristiques permettant de les distinguer sans ambiguité des
déformations engendrées par la pression de radiation seule.



Chapitre 2

De la manipulation optique de
particules aux déformations
d’interface induites par pression de
radiation

Les effets mécaniques de la quantité de mouvement des photons,communément ap-
pelés effets de pression de radiation, ont longtemps été supposés inobservables à l’ échelle
terrestre. Bien que Lebedev [1] (1901) et Nichols et Hull [2] (1903) aient dès le début du
siècle réussi à mettre en évidence expérimentalement les effets de la pression de radiation
sur des corps macroscopiques, les applications potentielles étaient difficilement envisa-
geables avant l’invention des lasers, sources lumineuses intenses. Le sujet fut donc délaissé
jusqu’ aux années 1960, si ce n’est le débat théorique sur l’ expression du tenseur energie-
impulsion de la lumière dans la matière et l’ expérience associée de Jones et Richards en
1954 [3]. Pour une présentation succincte de la problématique du bilan des forces lumi-
neuses dans les milieux matériels, le lecteur est renvoyé au chapitre suivant. A l’ inverse
en ce qui concerne les phénomènes astrophysiques, l’ importance cruciale de la pression
de radiation fut rapidement reconnue. L ’orientation de la queue des comètes dans le sens
du vent stellaire (Lebedev 1902) est un phénomène bien connu. De même, la pression de
radiation influence la distribution spatiale des poussières interstellaires, intervenant ainsi
dans les processus d’accrétion [4].

Dans ce chapitre, après avoir rappelé dans un premier temps le cheminement condui-
sant des expériences de lévitation de particules aux condensats de Bose-Einstein, nous
présenterons certains développements récents des techniques de piégeage optique d’ ob-
jets micrométriques. Puis ayant détaillé les applications des pincettes optiques en physique
de la matière molle, nous essayerons de montrer en quoi les déformations d’interface par
effets directs de la pression de radiation peuvent s’ avérer être une technique complémen-
taire de caractérisation de milieux diélectriques déformables.

7
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2.1 De la lévitation optique de particules aux conden-

sats de Bose-Einstein

Ashkin fut le premier en 1970 à démontrer expérimentalement l’influence de la pres-
sion de radiation sur le mouvement de particules [5] et la possibilité de léviter optique-
ment des particules dans l’air [6]. Les bases expérimentales étaient alors posées qui allaient
conduire aux formidables expériences de refroidissement des atomes par laser. En effet, la
manipulation optique de particules micrométriques a été étendue aux atomes et molécules
pour lesquels la pression de radiation peut devenir très importante à cause des grandes
sections efficaces d’absorption au voisinage de résonances spécifiques. Quand la longueur
d’onde de la lumière est accordée au voisinage d’une de ces transitions, l’atome absorbe et
réemet spontanément la lumière, et le champ incident est diffusé de façon cohérente par le
dipôle induit. Le contrôle sélectif de ces processus physiques imbriqués permet le piégeage
et le refroidissement des atomes par laser [7, 8, 9]. Dès lors, l’amélioration continuelle
des techniques de refroidissement et de piégeage a permis d’augmenter la densité dans
l’espace des phases des atomes piégés jusqu’à atteindre la condensation de Bose-Einstein
prédite théoriquement en 1924 [10, 11]. La réalisation expérimentale de ce nouvel état de
la matière a été saluée par l’ attribution du Prix Nobel 2001. Ces aspects quantiques de
la pression de radiation dépassent largement le cadre de cette thèse et je renvoie donc aux
articles suscités pour de plus amples détails. De même, l’ historique, le développement et
les applications des techniques de piégeage ont été résumées par Ashkin lui-même dans
un article ancien [12] , ainsi que dans deux articles de revue récents particulièrement pé-
dagogiques [13, 14]. Je me bornerais donc par la suite à mentionner quelques exemples de
ces développements choisis pour leur caractère illustratif.

L’ aspect le plus frappant dans cette historique est la concomittance de la réalisation
du piégeage d’ atomes dans des mélasses optiques [15] et de la démonstration du pié-
geage de billes de verre micrométriques dans un faisceau laser unique (pincette optique ou
”optical tweezers” en anglais) [16]. Cette expérience, considérée au départ comme preuve
de principe du piégeage d’ atomes voire comme une ”expérience jeu” selon ces auteurs,
allait vite devenir un moyen de manipulation et d’étude particulièrement efficace d’objets
micrométriques, notamment d’origine biologique.

2.2 Evolution des techniques de piégeage optique d’ob-

jets micrométriques

2.2.1 Du piège unique aux pièges multiples

Principe d’ une pincette optique dans l’ approximation de l’ optique géomé-
trique

La figure (2.1) présente le schéma de principe d’ une pincette optique. Contrairement
au cas de la lévitation optique, la gravité n ’est pas nécessaire pour assurer la stabilité
du piégeage de la particule. Un faisceau laser gaussien est fortement focalisé grâce à un
objectif de microscope de grande ouverture numérique (O.N.) en un spot de taille limi-
tée par la diffraction. Par souci de simplicité, nous décrivons le piégeage d’une particule
de Mie (rayon de la particule a ≫ λ, longueur d’onde de la lumière) afin de pouvoir se
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Fig. 2.1 – (a) Représentation schématique de la force en gradient �Fgrad dans l’approxi-
mation de l’optique géométrique, pour une particule de Mie d’indice optique supérieur à
celui du milieu environnant (neff > 1). Le faisceau de lumière incident a une distribu-
tion d’intensité gaussienne et l’épaisseur relative des deux rayons représentés symbolise
leur intensité. Les rayons sont réfractés par la particule et induisent par réaction des
forces agissant sur celle-ci. La conservation de la quantité de mouvement pour le rayon le
plus intense est indiquée en encart. La résultante des forces a bien tendance à ramener
la particule dans l’axe du faisceau laser, vers la zone d’intensité maximale. (b) Schéma
de principe d’une pincette optique. Le faisceau laser est fortement focalisé. La résultante
des forces induites par la réfraction de deux rayons symétriques attire la particule vers le
foyer dans les régions de champ fort. La conservation de la quantité de mouvement pour
le rayon de gauche est indiquée en encart.

contenter d’une explication qualitative dans l’ approximation de l’optique géométrique. Le
piégeage latéral de la particule (d’ indice optique supérieur à celui du milieu environnant)
est assuré si l’on regarde la réfraction de 2 faisceaux lumineux excentrés (cf Fig.(2.1(a))) .
La conservation de la quantité de mouvement du système lumière + particule impose une
force de rappel vers l’ axe du faisceau laser. De même, le piégeage axial s’explique si l’on
considère la réfraction de faisceaux symétriques pour une particule décalée par rapport
au foyer (cf Fig.(2.1(b))). Nous voyons donc qu’une force de rappel a toujours tendance à
attirer la particule diélectrique dans les zones de forte intensité. Cette force dirigée dans

la direction du gradient d’intensité est souvent appelée
−−−→
Fgrad dans la littérature. Pour une

particule de Rayleigh (a ≪ λ) assimilable à un dipôle induit de polarisabilité α, c ’est tout
simplement la force dipolaire électrique. Pour un milieu diélectrique, son analogue est la
force électrostrictive qui à toujours tendance à attirer le diélectrique dans les régions de
champ fort. Cependant un bilan des forces complet pour un rayon quelconque réfracté à

travers la particule montre, qu’ outre
−−−→
Fgrad, il existe une composante de force colinéaire à

la direction du rayon incident. Cette force aurait tendance à éloigner la particule du centre
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du piège mais en fait elle est négligeable devant
−−−→
Fgrad pour une particule de Mie. Elle est

couramment appelée
−−→
Fscat car, pour une particule de Rayleigh, elle est proportionnelle à

la section efficace de diffusion de la particule (”scattering cross-section”). Cette décompo-

sition des effets mécaniques entre
−−−→
Fgrad et

−−→
Fscat est couramment utilisée depuis qu’Ashkin

a clarifié leurs définitions [17]. Elle permet de comprendre intuitivement et facilement le
piégeage dans les deux cas limites (particules de Mie ou de Rayleigh). Cependant elle est
arbitraire,voire même insuffisante par exemple pour la compréhension du comportement
de particules de taille intermédiaire. Nous montrerons en fait au chapitre suivant qu’une
modélisation globale et unifiée des effets mécaniques de la lumière ne peut se faire que
par l’ intermédiaire du tenseur des contraintes électromagnétiques de Maxwell.

Exemples

Les particules piégées par Ashkin et al. étaient en suspension dans de l’ eau [16].
Omori et al. ont piégé des particules dans de l’ éthanol et finalement réalisé en 1997 la
première pincette optique travaillant dans l’air [18]. La technique est maintenant suffi-
samment connue et popularisée pour être proposée comme travaux pratiques au niveau
universitaire, ou être capable de fonctionner dans des environnements mécaniquement
bruités, puisque des pincettes optiques seront embarquées sur la Station Spatiale Interna-
tionale en 2005 [19]. Dans de nombreuses situations expérimentales, les particules piégées
le sont au voisinage d’une surface (fond de cellule par exemple). Récemment une équipe
tchèque a prédit [20] et démontré qu’il était possible de piéger des particules dans l’onde
stationnaire gaussienne formée par l’onde laser incidente et l’onde réfléchie par le bas de
la cellule de piégeage, préalablement trâıté par des couches réflectrices [21]. Le principal
avantage est que l’efficacité du piégeage (notamment axial) est meilleure que dans la confi-
guration monofaisceau classique, même sans objectif à grande O.N. ou avec des faisceaux
fortement aberrants. De plus, plusieurs positions de piégeage sont créées à distance fixe
du fond de la cellule, aux ventres de l’onde gaussienne stationnaire. Même dans le cas
d’une réflection sur une lame de verre non trâıtée, l’onde stationnaire prédomine jusqu’à
5µm de la surface et introduit des perturbations sur les propriétés du piège [22].

Pièges multiples

La manipulation simultanée de multiples particules piégées est l’un des buts recher-
chés par les utilisateurs de pincettes optiques. Deux voies principales s’offrent à eux. L’une
des méthodes consiste à faire balayer par le faisceau laser des positions multiples suffisam-
ment rapidement de façon à créer en moyenne plusieurs pièges. La fréquence de répétition
ν doit être adaptée à la taille des particules (a) et à la viscosité du solvant (µ) pour
être supérieure à la fréquence caractéristique du mouvement brownien (ν ∼ a−3µ−1). De
faibles fréquences (13-50 Hz) ne permettent de piéger que de grosses particules dans des
solvants assez visqueux. L’usage de miroirs piézoélectriques permet d’ atteindre des taux
de répétition de l’ ordre du kHz et de piéger ainsi de petites particules colloidales ( 1µm
de diamètre) dans des suspensions peu visqueuses [23]. L’ autre méthode pour obtenir des
positions multiples de piégeage est le recours à des éléments diffractants [24]. Des réseaux
holographiques diffractants générés par ordinateurs [25] sont interposés sur le trajet du
faisceau avant passage par l’objectif. La figure (2.2) présente le principe de la technique
et un exemple de motif réalisé par piégeage simultané de particules. Les motifs de pièges
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Fig. 2.2 – (a) Principe de la réalisation de positions de piégeage multiples obtenues en
interposant sur le trajet du faisceau laser des réseaux holographiques diffractants générés
par ordinateur. (b) Exemple de motifs obtenus en piégeant des sphères de silice de diamètre
1 µm dans de l’eau. Les figures sont issues des références [24] et [25].

ainsi générés peuvent être utilisés pour fabriquer des arrangements micrométriques voire
nanométriques de particules [26]. L’ extension à trois dimensions de ces techniques permet-
traient la fabrication de cristaux photoniques. A noter aussi les potentialités (flexibilité,
compacité) des cavités laser à émission verticale (Vertical-Cavity Surface-Emitting Laser
ou VCSEL) pour la manipulation simultanée d’objets [27] .

L’ un des désavantages des pincettes optiques telles qu’exposées au début de ce pa-
ragraphe est qu’elles ne permettent de piéger que des particules d’indice optique npart

supérieur à celui du milieu environnant n0 (indice effectif neff = npart

n0
> 1 ). Les parti-

cules d’indice effectif neff < 1 sont, elles, expulsées du piège ou seraient susceptibles d’être
piégées sur des minima d’intensité. Cela est possible en réalisant par exemple un champ
d’interférences par recombinaison après l’objectif de microscope des faisceaux issus des
deux bras d’un interféromètre de Mach-Zehnder [28]. Les particules d’indice neff < 1 sont
piégées sur les franges sombres, celles d’indice neff > 1 sur les franges brillantes. Mais le
recours a des modes particuliers du faisceau laser autre que le classique mode gaussien
TEM00 permet d’ étendre encore plus les possibilités de manipulation.

2.2.2 Utilisation de modes exotiques de faisceau laser

Piégeage de particules d’indice effectif neff < 1

L’ utilisation d’un mode TEM∗
01 ou mode ”doughnut”pour piéger des sphères creuses

(neff < 1) est suggérée par Ashkin. Ce mode avec un minimum d’intensité au centre du
faisceau (coeur sombre) est un exemple de modes particuliers de faisceaux appelés vortex
optiques, car la phase de l’onde n’est pas définie sur l’ axe et spirale autour de cette
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singularité. Ces vortex optiques d’intensité nulle sur l’axe peuvent être créés grâce à des
hologrammes générés par ordinateur et permettent le piégeage de sphères creuses [29]. D’
autres modes de faisceaux présentent un intérêt pour le piégeage optique: les faisceaux de
Bessel et les faisceaux de type Laguerre-Gauss.

Ces types de faisceaux sont des solutions particulières de l’ équation de propagation
d’ondes dans l’ espace libre. Les faisceaux de Bessel sont des solutions de l’ équation sca-
laire de Helmholtz invariantes au cours de la propagation [30]. L ’absence de diffraction et
la petite taille de la région centrale du faisceau offrent des avantages pour la manipulation
optique et le guidage précis d’ atomes. Ainsi on comprend aisément qu’un faisceau non
diffractant permet une meilleure sélectivité du piégeage et du déplacement des particules
[31]. De plus, les particules peuvent être stockées et empilées les unes sur les autres dans
le faisceau.

Rotation des particules piégées

Si la lumière peut échanger de la quantité de mouvement avec la matière, on oublie
souvent que des échanges de moment cinétique peuvent se produire. Une lumière polarisée
circulairement transporte un moment cinétique de ±� par photon. Beth a ainsi mesuré
le couple exercé par une onde polarisée circulairement traversant une lame demi-onde,
i.e changeant la polarisation de la lumière de σ+ à σ− et vice versa [32]. A l’ échelle
microscopique, ce principe a été appliqué pour mettre en rotation des microparticules
biréfringentes piégées dans des pincettes optiques [33], permettant même la réalisation de
microengrenages entrâınés par la lumière [34]. Mais ce procédé est limité aux particules
biréfringentes ou absorbantes [35] et n’est donc pas généralisable à tous les types d’ ob-
jets piégeables. D’où le recours aux faisceaux de Laguerre-Gauss qui présentent eux la
particularité de posséder un moment cinétique orbital distinct du moment cinétique lié
à l’ état de polarisation de la lumière [36, 37]. Avec de tels faisceaux, on peut contrôler
simplement le sens et la vitesse de rotation de particules piégées indépendamment de leurs
propriétés intrinsèques [38]. La réalisation de telles micromachines optiques est l’un des
axes de développement actuels de la manipulation optique.

2.2.3 Micromachines optiques

Le paragraphe précédent a montré comment on pouvait dissymétriser les propriétés
du faisceau laser pour induire la rotation des particules. L’autre façon de procéder est
de dissymétriser les particules elles-mêmes pour que la pression de radiation exerce un
couple mécanique engendrant la rotation, comme pour des hélices. Higurashi et al. ont
ainsi démontré la rotation de particules autour de l’ axe du laser de piège ou perpendi-
culairement à celui-ci [39]. La figure (2.3) présente l’ objet de forme interne anisotrope et
son piégeage et sa mise en rotation perpendiculairement à l’axe du laser. L’optique géo-
métrique suffit à expliquer et prévoir le comportement de tels micromoteurs piégés dans
des faisceaux très focalisés [41, 42]. Le piégeage et la rotation de barreaux cylindriques a
aussi été prédite [43] et confirmée expérimentalement [44, 45, 46]. Les structures étoilées
sont aussi de bonnes candidates pour la réalisation de roues et engrenages micrométriques
activés par la lumière susceptibles d’ être intégrés dans des dispositifs MOEMS (Micro-
Optical-ElectroMechanical System) [47]. De telles structures ont récemment été produites
de façon tout optique par polymérisation à deux photons dans des résines [40]. La figure
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Fig. 2.3 – Objet facetté mis en rotation de façon similaire à une hélice par la pression de
radiation d’un faisceau laser focalisé [39].

Fig. 2.4 – Exemple de micromachines optiques réalisées par polymérisation deux photons
dans des résines. L’image de droite présente un microengrenage entrâıné par pression de
radiation [40].



14 Chapitre 2

Qpfg"fixcpguegpvg

e @"eE

p4

p3

p5

H

Tfihngzkqp">"322"'

Fig. 2.5 – Principe de l’expérience de Kawata et Sugiura [48]. L’interface entre un prisme
de saphir et l’air est éclairé en réflection totale. Une onde évanescente est générée à
l’interface et la particule placée au voisinage de celle-ci flotte et glisse sous l’effet des
photons tunnels.

(2.4) montre la forme de la structure polymérisée et son utilisation dans un engrenage.
Ces microrotors pourraient être utilisés pour induire des couples contrôlés à l’échelle mi-
croscopique et mesurer ainsi l’élasticité de torsion de polymères biologiques ou la viscosité
microscopique dans des fluides.

2.2.4 Interaction avec des champs évanescents

Pincettes optiques nanométriques

La dernière voie prometteuse que je tenais à évoquer dans cette partie consacrée à l’
évolution générale des techniques de piégeage et de manipulation optique est l’ influence
des champs évanescents sur des particules micrométriques. On rejoint ainsi le domaine
en plein essor de l’optique du champ proche et des nanotechnologies, car à l’ échelle
nanométrique les effets optiques sont dominés par les ondes évanescentes non radiatives.
L’expérience inaugurale dans ce domaine a été réalisée par Kawata et Sugiura en 1992
[48]. Ils ont observé le mouvement et le piégeage de billes de latex et de verre dans le
champ évanescent formé à l’interface d’un prisme de saphir éclairé en réflection totale par
un faisceau laser de puissance modérée (P ≤ 150mW ) (cf Fig. (2.5)). La particule flotte
et glisse le long de l’interface à quelques µm/s sous l’ effet des photons tunnels. Bien
que théoriquement encore mal comprise et sujette à débat (influence de la polarisation du
laser et des réflexions multiples entre la particule et l’ interface, cause de la flottaison de
la particule [49, 50, 51, 52, 53, 54]), la manipulation de particules par champs évanescents
permet d’envisager d’étendre la technique des pincettes optiques à l’échelle nanométrique.
En effet, le volume de piégeage de pincettes classiques est lui limité par la diffraction
(taille du spot de focalisation du laser). Des propositions de pincettes nanométriques ont
récemment été formulées théoriquement [55, 56, 57]. Encore une fois, il faut souligner
qu’à l’échelle du nanomètre les simplifications usuelles pour le bilan des forces lumineuses
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ne sont plus applicables et que seul le tenseur des contraintes de Maxwell permet une
dérivation rigoureuse et complète des forces.

Le couplage avec des champs évanescents peut considérablement affecter les forces
subies par une particule (couplage résonnant avec des plasmons de surface au voisinage
d’une surface métallique par exemple [58]). R. Gomez-Medina et al. ont même prédit
qu’une particule confinée dans un guide d’onde creux voyait sa section efficace de pression
de radiation (i.e la force qu’elle subit) multipliée par un facteur 50 du fait du couplage
avec le premier mode évanescent du guide [59]. Elle est alors confinée dans une petite
région du guide d’onde où elle subit une forte accélération. Le mouvement de particules
dans des guides d’ondes creux a été observé [60, 61] et des fibres optiques creuses sont
utilisées pour le guidage de particules et la lithographie par écriture directe [62, 63].

Le microscope à force photonique: nouvelle sonde locale de forces

Une application se trouve à la frontière des phénomènes de champ proche et du pié-
geage optique: le microscope à force photonique, nouveau type de sonde à balayage [64, 65].
Dans ce système, une bille de latex fluorescente de quelques centaines de nanomètres tenue
par une pincette optique, est utilisée pour sonder la surface d’un objet. Une excitation à
2 photons permet de suivre les fluctuations axiales de la bille selon l’ axe optique. Des
images 2D d’échantillons sont obtenues en déplaçant latéralement la bille piégée tout en
enregistrant l’intensité de fluorescence induite. La résolution latérale est déterminée par
le diamètre de la bille et la résolution axiale peut atteindre 40 nm [66]. Le microscope à
force photonique présente l’avantage, par rapport aux techniques traditionnelles de sonde
(AFM, SFM, SNOM), de ne pas nécessiter l’intrusion de partie mécanique dans le milieu.
Cela le rend ainsi particulièrement adapté à l’ étude de l’intérieur de cellules vivantes, tant
que celles-ci sont transparentes au laser. De plus, la constante de raideur du potentiel est
de 2 à 4 fois plus faible que pour les microscopes à force atomique et donc également
adaptée aux matériaux biologiques très mous. Une variante basée sur l’étude des fluctua-
tions thermiques d’une nanosphère piégée a été proposée par la même équipe pour sonder
des échantillons en 3D [67]. Avec cette dernière application des pincettes optiques, nous
abordons leur utilisation comme senseurs de force en physique de la matière molle, sujet
de la prochaine partie.

2.3 Utilisation des pincettes optiques en physique de

la matière molle

2.3.1 Manipulation d’objets biologiques et mesures de forces

Les pincettes optiques furent appliquées peu après leur découverte à la manipulation
d’objets de nature biologique. L’ emploi d’un laser argon ionisé se révélant dommageable
pour les spécimens (virus, bactérie) piégés [68], Ashkin et al eurent recours à une source
infrarouge (Nd:Yag 1.06µm) afin de minimiser les dégâts thermiques induits par l’illumi-
nation [69]. Le piégeage d’ organismes vivants devint possible et les pincettes optiques
furent utilisées pour la manipulation et la sériation de cellules. A l’ inverse, combinées à
des techniques de découpe laser, elles permettent la dissection de cellules (scalpel laser ou
”laser scissors”) [70]. Les applications des pincettes optiques en biologie ont connu un dé-
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Fig. 2.6 – Géométrie expérimentale utilisée par Finer et al. [74, 75] pour étudier l’in-
teraction d’une molécule unique de myosine avec un filament d’actine. Le filament est
attaché à chaque bout à une bille piégée. Les pièges optiques permettent d’étirer le fila-
ment d’actine et de l’approcher d’une bille de silice recouverte partiellement de molécules
de myosine.

veloppement exponentiel et sont trop vastes pour être énumérées ici. Je renvoie donc aux
articles de revue d’ Ashkin précédemment cités [13, 14], où de larges parts sont consacrées
aux applications biologiques, ainsi qu’ à des articles de revue plus spécialisées [71, 72, 73].
Par contre, je vais insister sur la mesure de forces infinitésimales. Des billes piégées dans
des pincettes optiques permettent d’ appliquer et de mesurer des forces de l’ordre du pi-
conewton. Cette capacité a été amplement utilisée pour l’étude des moteurs moléculaires
en biophysique, ou pour déformer des polymères comme l’ ADN.

Caractérisation de moteurs moléculaires

Les moteurs moléculaires sont des couples d’enzymes assurant la conversion de l’éner-
gie chimique apportée par l’ ATP en travail mécanique. Ces couples diffèrent suivant
les fonctions: couple actine-myosine pour la contraction musculaire, kinésine-microtubule
pour les transports intracellulaires, enzymes polymérases lors de la réplication et de la
transcription de l’ ADN [76]. Les forces élémentaires mises en jeu au niveau moléculaire
dans ces différents processus ont été mesurées grâce à des pincettes optiques. Le principe
général de ce type de mesure est d’attacher à un bout d’une enzyme une bille diélectrique
piégée. Lorsque l’enzyme est mise en contact avec le récepteur adéquat, le moteur molé-
culaire est activé par l’ ATP et le mouvement de la bille dans le piège permet de mesurer
les forces et déplacements générés. Block et al. ont ainsi recouvert une bille de kinésine et
l ’ont ensuite placée sur une microtubule. Ils ont mesuré la force et le déplacement induit
par une molécule de kinésine unique [77] et détaillé que le mouvement se faisait par pas de
8 nm le long de la microtubule [72, 78]. Finer et al. ont effectué des mesures similaires pour
le couple actine-myosine en suspendant dans un piège optique dual un filament d’ actine
au-dessus d’une unique molécule de myosine (cf Fig. (2.6)). Lors de l’ interaction, une des
billes piégées s’excentre par rapport au centre du piège optique, qui est lui rétroactionné
de façon à imposer une excentration constante de la bille. Le piège optique étant ainsi
stabilisé à des précisions nanométrique en position, picométrique en force avec un temps
de réponse de l’ordre de la milliseconde, ils ont mesuré un mouvement par sauts de 11
nm et des forces de 3-4 pN [74, 75]. La biomécanique de la transcription de l’ ADN par
un ARN messager a été également mesurée [79, 80] et les pincettes optiques couplées aux
techniques d’ observation de molécules uniques sont un outil privilégié pour beaucoup de
groupes travaillant sur les moteurs moléculaires [81].
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Physique des biopolymères

Les pincettes optiques ont également permis une mesure des propriétés élongation-
nelles de l’ADN (courbe de réponse force extension) [82], importantes pour une meilleure
compréhension de différents mécanismes cellulaires. De plus, l’ ADN en solution est un ex-
cellent système modèle en physique des polymères. De nombreuses hypothèses concernant
la théorie des polymères en solution ont ainsi pu être testées expérimentalement en mani-
pulant une molécule individuelle d’ ADN avec une pincette optique. Après avoir déformé
une molécule fluorescente d’ ADN dans une solution concentrée, Chu et al. ont observé
que sa relaxation vers l’ équilibre restait confinée dans un tube défini par le contour de
la châıne [83]. Cette conséquence de la contrainte topologique imposée par les châınes de
polymères environnantes est une des hypothèses du modèle de reptation développé par De
Gennes pour décrire les solutions polymères concentrées. La loi d’ échelle liant le temps de
relaxation d’ une châıne polymère étirée complètement dans un écoulement à la longueur
de la châıne a été également vérifiée [84], tout comme la dynamique en modes normaux d’
une molécule d’ ADN partialement étirée en solution [85]. Un polymère étiré étant dans
une configuration défavorable d’un point de vue entropique, il a tendance à relaxer vers
sa configuration d’ équilibre en exerçant une force en retour sur la solution. A l’ échelle
macroscopique, cela se traduit par un caractère non-newtonien des solutions polymères
diluées et des propriétés surprenantes (réduction de trâınée turbulente). Une meilleure
compréhension de ces effets nécessite une connaissance des lois microscopiques qui les
régissent. La dynamique d ’une châıne d’ ADN unique dans des écoulements uniforme
[86] ou élongationnel [87] a été ainsi caractérisée toujours par manipulation optique. Les
études sur l’ ADN ont récemment été étendues jusqu’ à la mesure de forces de l’ ordre
du femtonewton en s’ affranchissant du caractère limitant des fluctuations thermiques des
billes piégées [88], ou à la mesure de sa résistance à la torsion en réalisant des noeuds
dans un filament d’ ADN [89]. Dans ce dernier paragraphe, nous avons vu à quel point
les pincettes optiques pouvaient fournir d’ informations en physique de la matière molle.
Elles sont même devenues de véritables outils de microrhéologie, comme nous allons le
montrer maintenant.

2.3.2 Dynanométrie et microrhéologie optiques

Les techniques prévalant pour la mesure de forces sur des objets biologiques s’ap-
pliquent tout aussi bien à d’ autres systèmes. On peut étudier les propriétés mécaniques
(résistance à la déformation, réorganisation, rupture) de châınes dipolaires dans des sus-
pensions magnétorhéologiques [90] en les déformant au moyen de pincettes. Des méthodes
de type ” arrachement ”permettent de caractériser des liens intermoléculaires entre ligand
et récepteur [91] ou la force de déplétion (force attractive d’origine entropique découlant
du non-recouvrement de sphères dures) dans des mélanges colloides-polymères [92]. Dans
ce dernier cas, la mesure de la puissance laser nécessaire pour décoller une particule de
latex d’une surface de verre donne une évaluation de l’interaction entre la particule et la
surface, bonne approximation de la force de déplétion entre particules. Toutefois ces forces
évaluées ne sont encore que des forces statiques et on ne peut donc pas encore parler de
dynanométrie optique. Un exemple de mesure dynamique est la sédimentation contrôlée
d ’une particule au voisinage d’une interface à l’ aide de deux faisceaux laser [93]. Le
drainage lent du film de mouillage entre la particule et l’ interface a pu ainsi être mis en
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évidence.

Applications des pincettes optiques dans les systèmes colloidaux

Pour mesurer des forces dynamiques, l’ idée est toujours de se servir du mouvement
de billes piégées comme révélateur des forces qu’ elles subissent et de détecter leur mou-
vement (imagerie directe, fluorescence, diffusion vers l’ avant ou l’arrière de la lumière du
laser). Mais au lieu d’ être piégées en permanence, les billes ne peuvent plus l’être qu’en
moyenne dans le temps et vont fluctuer fortement du fait de l’ agitation thermique ou
de leurs interactions mutuelles. Ainsi balayer le faisceau laser selon une ligne permet de
confiner fortement des particules dans la direction transverse tout en les laissant diffu-
ser librement en une dimension le long de la ligne choisie. La probabilité de présence de
deux sphères en diffusion libre permet de calculer l’ interaction de paires et le potentiel
d’ interaction. Les forces entropiques à longue portée entre deux sphères colloidales dans
une suspension de sphères plus petites ont ainsi été mesurées ainsi que leur variation en
fonction de la concentration de la suspension [94]. Libchaber et al. ont quant à eux balayé
le laser selon un cercle et ont de plus modulé de façon asymétrique le potentiel de pié-
geage le long du cercle pour observer la diffusion dirigée d’une particule brownienne dans
un potentiel périodique [95, 96]. En gardant deux sphères colloidales piégées à distance
fixe dans des pincettes, on peut également mettre en évidence le couplage hydrodyna-
mique d’ Oseen entre les particules en calculant les corrélations croisées des fluctuations
browniennes de leurs positions [97]. A l’ inverse au lieu de se servir de particules (par-
tiellement) piégées, on peut partir d’ une configuration où deux sphères sont approchées
l’une de l’autre à une distance donnée au moyen de pincettes et relaxer le piégeage pour
enregistrer leurs trajectoires mutuelles. Grier et al. ont ainsi mesuré l’ interaction de paire
entre sphères chargées et montré que le potentiel correspondait bien au potentiel écranté
de Coulomb prévu par la théorie DLVO (Derjaguin-Landau-Verwey-Overbeek) [98]. Un
résultat spectaculaire obtenu par cette méthode est la mesure d’ un potentiel à longue
distance attractif entre des sphères chargées de même signe, confinées entre des lames
de verre chargées [99]. Cette composante attractive de l’ interaction de paire non prédite
par la théorie DLVO permet d’expliquer le caractère métastable des cristaux colloidaux
surchauffés [100]. De plus amples détails sur les applications des pincettes optiques en
physique des colloides peuvent être trouvés dans l’ article de revue de D. G. Grier [101].
Je voudrais pour ma part insister sur la possibilité d’ effectuer de véritables mesures de
microrhéologie grâce à cette technique.

Microrhéologie optique

Le comportement viscoélastique d’un matériau soumis à des variations sinusoidales
de contrainte est décrit de façon générale par un module de rigidité complexe G(ω) =
G

′

(ω) + iG
′′

(ω) reliant la contrainte complexe σ(ω) à la déformation complexe subie
γ(ω) : σ(ω) = G(ω) ∗ γ(ω) . La partie réelle de G décrit les propriétés élastiques tandis
que la partie imaginaire est liée aux pertes. Ainsi pour un solide newtonien, G

′

(ω) = G
et G

′′

(ω) = 0 tandis que pour un fluide visqueux newtonien G
′

(ω) = 0 et G
′′

(ω) = ηω,
où η est la viscosité dynamique. H. D. Ou- Yang et al. ont montré que des pincettes
optiques oscillantes permettaient de mesurer localement ces quantités dans des fluides
complexes [102, 103]. Le principe de la mesure est d’ induire un régime d’ oscillations
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forcées sur une particule piégée en modulant de façon sinusoidale la position du piège (cf
Fig. (2.7)). Le mouvement de la particule est décrit de façon classique par une équation
où interviennent la constante de raideur du potentiel du piège optique, la constante de
raideur du potentiel élastique du matériau et sa viscosité. En mesurant l’ amplitude et
le déphasage du mouvement de la particule en fonction de la fréquence de l’ excitation,
on peut remonter aux propriétés microscopiques du gel et ceci sur une large gamme de
fréquences. La viscosité de solutions polymériques a été ainsi mesurée en accord avec les
mesures classiques de viscosimétrie [102] et l’ effet de l’adsorption de polymères en surface
des particules sondes mis en évidence [104]. On peut donc effectuer, grâce à des pincettes
optiques, de véritables mesures de microviscoélasticité dans des systèmes où les propriétés
locales du milieu peuvent différer notablement des propriétés en volume. La microrhéologie
optique est également très utilisée pour étudier les membranes phospholipidiques.

Dynamométrie optique sur des membranes biologiques

En solution dans l’ eau, les phospholipides ont tendance à former, suivant la concen-
tration et la température, différentes structures. Des bicouches peuvent se créer du fait
des affinités chimiques de la molécule (tête polaire hydrophile, queue hydrophobe). Le re-
pliement sur lui-même d’ un film lipidique, composé d’une ou plusieurs bicouches accolées,
donne une vésicule (ou liposome). Ces objets mécaniques élémentaires synthétisables au
laboratoire peuvent servir de systèmes modèles pour comprendre certaines propriétés des
membranes cellulaires. Chatenay et al. ont ainsi étudié des membranes composites simu-
lant un cytosquelette de cellule (en l’ occurence des membranes lipidiques recouvertes de
filaments d’actine réticulés) [108]. En mesurant les fluctuations thermiques de position de
billes piégées attachées à la membrane, on peut déduire des fluctuations dans le plan de
la membrane la viscosité surfacique ηS, et des fluctuations perpendiculaires la rigidité de
courbure κ de la membrane. Ils ont ainsi mis en évidence la nature viscoélastique de ces
membranes composites [109].

Des travaux similaires réalisés au Centre de Recherche Paul Pascal à Bordeaux ont
permis de montrer que des vésicules pouvaient être manipulées et déformées à l’aide de
pièges optiques en mettant en contact une bille sonde de latex avec la membrane [110,
111]. La bille adhère systématiquement à la membrane et parfois même est complètement
ingérée à l’ intérieur de celle-ci. La modélisation et la compréhension des processus d’
adhésion, ingestion ou expulsion entre la bille sonde et la membrane sont complexes [112].
Cependant le mouvement de billes manipulées optiquement et attachées à des vésicules
sphériques a été exploité pour déterminer certaines propriétés rhéologiques de la membrane
[106]. Le principe est d’ amener au moyen d’un piège optique une bille sonde au sommet de
la vésicule et d’ observer ensuite sa sédimentation le long du contour de la vésicule après
avoir relaxé le piégeage (cf Fig. (2.8)). La bille se comporte comme une sonde mécanique
macroscopique qui sent la viscosité de la membrane au cours de son mouvement. De la
friction ξ exercée sur la particule, on peut extrapoler la viscosité surfacique de la membrane
ηS, quantité importante notamment pour la compréhension des déformations dynamiques
des cellules. Cependant dans [106], l’ extrapolation de ηS reposait sur un modèle supposant
l’ interface plane, donc limité aux sondes petites par rapport au rayon de la vésicule.
Une théorie hydrodynamique complète de l’interaction vésicule-particule [113] est en fait
nécessaire pour tenir compte de tous les effets (taille finie de la vésicule, rayon quelconque
de la bille sonde) et obtenir une estimation robuste de la viscosité surfacique ηS [107]. Ces
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Fig. 2.7 – Schéma de principe d’un montage de dynamométrie à deux billes. Une bille
sonde reste dans un piège optique fixe, tandis que l’autre piège est mobile. Par cette mé-
thode, il est possible de mesurer l’élasticité statique de membranes [105]. En modulant
sinusöıdalement la position du piège mobile, de véritables mesures de microrhéologie op-
tique sont possibles, par le biais de l’étude des déplacements et déphasages des particules
en fonction de la fréquence de modulation [102, 103].

Fig. 2.8 – Schéma illustrant la sédimentation d’une bille de latex sonde le long de la
surface sphérique d’une vésicule, après relaxation du piège optique qui a permis d’amener
la particule au sommet de celle-ci. L’étude de la trajectoire permet de mesurer la friction ξ
exercée sur la bille et d’estimer la viscosité surfacique de la membrane ηS [105, 106, 107].
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études de dynamométrie optique ont récemment été étendues à la caractérisation complète
d’une vésicule géante présentant une transition fluide -gel en fonction de la température
[105]. La viscosité de surface ηS a été mesurée dans la phase fluide comme décrit ci-dessus,
tandis qu’ un montage de dynamométrie à deux billes permet de déterminer la raideur
élastique kM de la membrane dans la phase gel.

Il faut cependant noter que ces expériences de micromanipulation de membranes font
l’ objet de débats quant à l’ interprétation des quantités mesurées [114, 115] et nécessitent
des modèles élaborés d’interprétation [113]. Nous essayerons de montrer dans la dernière
partie l’intérêt des déformations directes de membranes par pression de radiation. En effet,
la déformation directe de vésicules par la pression de radiation exercée par une pincette
optique a été observée dans les expériences citées précédemment [110, 111]. Déformer
fortement des interfaces est aussi une méthode pour obtenir des informations sur leurs
propriétés.

2.3.3 De la manipulation indirecte d’ interfaces aux effects di-
rects de la pression de radiation

Déformations indirectes d’ interfaces

Les globules rouges (Red Blood Cell, RBC en anglais) ont été très étudiés par pin-
cettes optiques à cause de leur caractère très déformable. Block et al. [118] ont tenu sous
écoulement des globules rouges pour étudier leurs conformations, Brakenhoff et al. ont
mesuré la relaxation de cellules déformées en forme de parachute dans un triple piège
optique [119] et récemment le module de cisaillement de globules humains a été mesuré
en tirant sur un globule par l’intermédiaire de deux billes piégées (Fig. (2.9)) [116]. Dans
cette dernière expérience, le caractère limitatif des déformations indirectes est flagrant si l’
on considère la modélisation du phénomène proposée (déformation d’ un rectangle). Une
autre méthode consiste à former des tétines en éloignant une bille piégée de la membrane
dans laquelle elle était incluse. Ashkin a ainsi manipulé la structure interne d’une cellule
[120]. La mesure de la force nécessaire pour faire pousser une telle tétine peut être reliée
à la viscosité de la membrane (cf [121] dans le cas de la croissance à partir d’un neurone).
A l’ inverse, on peut exploiter la relaxation de la tétine (structure hors d’ équilibre).
Wurlitzer et al. [117] ont formé un long filament en étirant l’ interface entre deux phases
liquide expansé-gaz d’une monocouche de Langmuir (Fig. (2.10)). La vitesse de relaxation
du filament leur a permis de déduire la tension de ligne λ entre les deux phases. La même
grandeur peut être mesurée entre les phases liquide expansé-liquide condensé en étudiant
la forme prise par un domaine de liquide condensé maintenu fixe dans un écoulement [122].
Les pincettes optiques permettent donc de mesurer les propriétés surfaciques de phases
en coexistence en manipulant indirectement leur interface commune [123]. La pression de
radiation peut cependant avoir des effets directs sur les membranes manipulées, comme
le montrent les expériences de Bar-Ziv.

Excitations directes de membranes et instabilités

Nous avons déjà dit que dans le cas de la manipulation d’objets biologiques l’ échauf-
fement du milieu par le laser devait être évité, d’où l’ utilisation de sources IR [69].
Cependant des dégâts non thermiques peuvent être induits sur des échantillons biolo-
giques et altérer les mesures. Quand un laser est focalisé par une pincette optique sur une
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Fig. 2.9 – Déformations indirectes de globules rouges étirés au moyen de billes de silice
diamétralement opposées maintenues chacune dans un piège optique [116].

Fig. 2.10 – Déformation indirecte, au moyen d’une bille de silice piégée, de l’interface
entre les phases liquide expansé-gaz d’une monocouche de Langmuir. La relaxation du
filament permet de déduire la tension de ligne λ entre les deux phases [117].
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Fig. 2.11 – Déformation directe de la membrane d’une vésicule géante au moyen du
faisceau laser focalisé d’une pincette optique. La flèche indique le point de focalisation du
laser, point que l’on déplace de façon à étirer la membrane [131].

membrane déformable, les effets mécaniques de la lumière tendent à attirer plus de diélec-
trique vers le point focal. Cela induit un excès local de tension de surface de la membrane
responsable des instabilités d̂ıtes de ”pearling” de vésicules cylindriques [124, 125], de la
séparation locale des couches jointes d’ une membrane autour d’un point de focalisation
laser [126] ou encore de l’ expulsion de petites vésicules internes par tension de la vésicule
mère sous l’ effet du laser [127]. Ces divers phénomènes ont fait l’objet d’ interprétations
théoriques [128, 129, 130] et d’un article passant en revue les diverses excitations dyna-
miques induites par des pinces optiques sur des membranes [131]. En particulier, il est
démontré que les molécules formant les membranes lipidiques sont susceptibles d’ être ex-
pulsées dans les régions de champ fort et transformées localement en micelles ou vésicules
microscopiques [132]. Ces structures, non résolues optiquement, contribueraient à induire
les instabilités des membranes observées et pourraient expliquer l’ irréversibilité constatée
dans les expériences de manipulation optique de vésicules. Les effets directs de la pression
de radiation sur des membranes sont donc tout à fait observables, quoique perturbateurs
dans les expériences détaillées ci-dessus. Nous allons maintenant montrer que les effets
directs de la pression de radiation peuvent être exploités de façon tout à fait constructive.
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2.4 Effets directs de la pression de radiation et dé-

formations d’interface induites par laser

2.4.1 Structuration par pression de radiation

Avant d’ aborder les déformations d’ interface, je tenais à parler de la structuration
possible de matière par la pression de radiation d’ une onde laser. Cette structuration de
matière peut être envisagée d’ un point de vue très fondamental ou très appliqué (aspects
physico-chimiques). Burns et al. ont parlé en 1990 [133] de ” matière optique ” (optical
matter) pour qualifier des structures d’ objets diélectriques interagissant entre eux par
les champs optiques qu’ils diffusent. En effet, on peut créer artificiellement des états de
particules liées, analogues à des orbitales atomiques, par les forces optiques résultant
du champ optique complexe existant entre elles [134]. Ces processus de couplage (optical
binding) dans des structures ordonnées de particules sont fondamentaux pour comprendre
la stabilité de tels édifices et influencent les propriétés de ces assemblées, par exemple
dans le cas des cristaux photoniques [135, 136]. La compréhension de ces effets optiques
fins est encore une fois facilitée si l’ on utilise le formalisme du tenseur des contraintes
électromagnétiques pour calculer les forces optiques [136].

D’ un point de vue physico-chimique, la lumière laser est souvent utilisée pour struc-
turer différents milieux. Cependant en général les processus physiques impliqués sont
plutôt de nature thermique (échauffement local engendrant une transition de phase), ou
résultent de l’ exploitation de résonances spécifiques à certaines longueurs d’ ondes (pho-
todéposition, photoprécipitation). Rares sont en fait les modifications physico-chimiques
induites par des effets de pression de radiation seuls. On peut citer toutefois le contrôle
de transitions de phase réversibles dans des gels de polymères [137] ou l’ association de
châınes de polymères en solution [138]. La manipulation de défauts topologiques dans des
cristaux liquides au moyen d’ un laser a été également démontrée (déformation d’un ligne
de désinclinaison, fusion de défauts ponctuels) [139]. De nombreux résultats exploitent
en fait plutôt le couplage dipolaire d’ une particule polarisable avec le champ laser et la
possibilité de piéger ainsi des objets dans le faisceau laser.

Couplage dipolaire

Comme expliqué au paragraphe (1.2.1), les effets mécaniques de la lumière sur une

particule se décomposent de façon générale en deux forces
−−−→
Fgrad et

−−→
Fscat. Pour une particule

de polarisabilité α,
−−−→
Fgrad est la force dipolaire et s’ écrit :

−−−→
Fgrad = 1

2
α
−→∇E2. Dans des

suspensions de particules diélectriques, les particules d’ indice effectif neff > 1 sont attirées
et piégées dans le faisceau laser, modifiant ainsi localement l’ indice optique du milieu.
L’ effet Kerr associé peut être très important et donner lieu à l’ autofocalisation ou à l’
autopiégeage du faisceau laser incident [140, 141], voire à de la bistabilité optique [142].
Des expériences de ce type ont été conduites au laboratoire en exploitant les propriétés des
phases micellaires de microémulsion critiques [143]. Un faisceau laser argon Ar+ induit la
nucléation de la phase minoritaire de la microémulsion en son sein. Les gouttes nucléées
restent piégées dans le faisceau par couplage dipolaire et induisent de l’ autofocalisation
et de la bistabilité optique intrinsèque [144]. Ces variations de concentration induites
par laser ont été aussi utilisées pour induire des transitions de phase liquide/liquide,
en analyser la dynamique et en déduire les propriétés optiques [145]. Le piégeage des
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gouttes nucléées dans le faisceau peut être mis à profit pour étudier leur cinétique de
croissance. Le faisceau laser se comporte en effet comme une bôıte à bords mous qui
supprime tout effet de mouillage. Les effets de taille finis influençant la croissance aux
temps longs peuvent dès lors être mis en évidence [146, 147]. La cinétique de croissance
aux temps courts a été aussi étudiée en piégeant les gouttes nucléées sur les franges
brillantes d’un réseau d’ interférences dont on mesure la réflectivité [148]. De tels types
de réseaux induits permettent une meilleure compréhension des mécanismes de formation
des réseaux holographiques [149]. L’ étude et l’ exploitation optique de phases complexes
de microémulsions est une constante au laboratoire depuis une vingtaine d’ années. Cette
thèse en sera encore un exemple, même si le couplage dipolaire n’ est pas le mécanisme
principal à l’ origine des phénomènes observés, comme nous le montrerons par la suite.

2.4.2 Déformations d’interface induites par la pression de radia-
tion: aspects optiques

Bien que l’ expérience initiale montrant la déformation d’ une interface liquide par la
pression de radiation d’ une onde laser soit contemporaine des expériences de lévitation
de particules (elle a d’ailleurs été réalisée par les mêmes auteurs) [150] , cette technique
n’a pas connu le même developpement ni le même engouement, jusqu’à très récemment.
Nous allons essayé de souligner les difficultés rencontrées lors de telles expériences et la
façon dont elles peuvent être surmontées.

Explication qualitative

La motivation première d’ Ashkin et Dziedzic était de déterminer dans quel sens
se déforme l’ interface entre deux liquides diélectriques d’ indices optiques différents sous
l’action d’un faisceau laser focalisé. Cette ”Gedankenexperimente” était, selon certains au-
teurs, susceptible de trancher la polémique sur l’ expression du tenseur énergie-impulsion
de la lumière dans la matière et d’arguer en faveur de l’ expression proposée par Abra-
ham ou par Minkowski (entre autres). Le bilan des forces exercées par la lumière dans les
milieux matériels n’ est pas un problème simple et fût, voire est, toujours sujet de discus-
sions théoriques animées. Nous tenterons dans le prochain chapitre d ’expliquer pourquoi.
Même si le sens de la déformation ne permet finalement pas de clore la controverse, il
n’en reste pas moins vrai que le résultat est surprenant et contre intuitif. Nous allons en
donner une petite explication qualitative.

Considérons une faisceau laser en incidence normale focalisé à l’interface entre deux
diélectriques d’indices optiques respectifs n1 et n2 (cf Fig (2.12)). Par souci d’ accord avec
notre géométrie expérimentale, le faisceau arrive par le bas et traverse en premier le liquide
diélectrique le moins réfringent (n1 < n2 ). On peut écrire la conservation de la quantité
de mouvement pour le système ( photons + interface ) pour une surface élémentaire S
pendant un intervalle de temps dt. Soit N le nombre de photons incidents par unité de
surface et de temps, ν la fréquence de la radiation laser. En attribuant ” classiquement” la
quantité de mouvement p = nhν

c
au photon dans un milieu d’ indice n [151] et en tenant

compte des coefficients de réflexion R et de transmission T en énergie, on peut écrire la
conservation de la quantité de mouvement selon �uz :

n1hν

c
�uzNSdt = (T

n2hν

c
�uz − R

n1hν

c
�uz)NSdt + �dQint (2.1)
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n1 < n2 c

hn
P 1
1

ν
=

c
hn

P 2
2

ν
=

uz22n:ueDiélectriq ε=

11n:ueDiélectriq ε=

Fig. 2.12 – Schéma de principe de déformation d’ interface par pression de radiation. Le
faisceau laser se propage du bas vers le haut .

Soit en remplaçant les coefficients de Fresnel par leurs expressions classiques R = (n1−n2

n1+n2
)
2

et T = 4n1n2

(n1+n2)2
en incidence normale, on trouve que l’ impulsion reçue par l’ interface par

unité de surface et de temps s’ écrit:

1

S

�dQint

dt
=

2n1

c
(
n1 − n2

n1 + n2

)Nhν �uz (2.2)

L’ intensité de l’onde laser est précisément I = Nhν et la quantité prad = 2n1

c
(n1−n2

n1+n2
)I,

homogène à une pression, est la pression de radiation exercée par le laser sur l’ interface.
On voit bien dans le raisonnement précédent que cette force résulte de la réfraction des

photons à l’interface et est donc l’ analogue de
−−→
Fscat. La force en gradient du champ (force

electrostrictive) ne contribue pas au mouvement de l’interface dans les liquides, si tant est
que le liquide est incompressible et qu’ on laisse le temps à la pression hydrostatique de
s’ équilibrer.

Le point le plus frappant dans ce bilan des forces est que l’interface ne se déforme
pas dans le sens de propagation du laser. Comme n1 < n2, la déformation est dirigée vers
le milieu le moins réfringent, i.e le milieu 1 dans notre cas, ceci quelque soit le sens de
propagation du laser. En effet, pour un laser arrivant par le haut, il suffit d’ effectuer
les substitutions n1 ←→ n2 et �uz ←→ − �uz qui laissent l’équation (2.2) invariante. Cette
indépendance du sens de la déformation vis à vis du sens de propagation du faisceau est
un fait marquant vérifié par Ashkin et Dziedzic, et sera également vérifiée et exploitée
dans certaines expériences de cette thèse.

L’expérience historique d’ Ashkin et Dziedzic de 1973

La figure (2.13(a)) présente le schéma de l’ expérience. Ashkin et Dziedzic ont utilisé
une source laser Nd:Yag doublée de longueur d’onde λ = 0.53µm focalisée sur une interface
eau-air en un spot de rayon au col ω0 = 2.1µm . La source émet des impulsions de 60ns
de durée avec une puissance crête de 1 à 4 kW. L’ interface eau-air étant peu déformable
à cause de sa forte tension de surface, la déformation n’ est pas directement visualisable.
Cependant l’ effet de lentille associé à la déformation permet de déduire le sens de celle-
ci. En effet, Kats et Kontorovitch [152] ont montré que l’autofocalisation d’ un faisceau
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(a) (b)

(c)

Fig. 2.13 – (a) Schéma de l’expérience d’ Ashkin et Dziedzic [150]. Le faisceau laser
issu d’un laser Nd:Yag doublé (λ = 0.53µm) se propage de haut en bas et est focalisé à
l’interface eau/air. La modification du profil du faisceau dûe à l’effet de lentille associé
la déformation de l’interface permet de déduire le sens de la déformation. (b) Profils de
faisceau observés à basse (courbe pleine) et haute puissance laser (courbe en pointillés).
(c) Développements temporels de l’impulsion laser, de la focale de la lentille associée à
la déformation et de la lumière diffusée. On notera l’échelle de temps caractéristique,
inférieure à la microseconde.
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laser dans un milieu linéaire était possible à cause de la courbure qu’il peut induire à
une interface, courbure qui rétroagit sur la propagation du faisceau par effet de lentille.
Ashkin et Dziedzic ont ainsi déduit de la forme du faisceau observé (Fig. (2.13(b))) le sens
de la lentille induite et confirmé que la déformation était dirigée dans le sens du milieu le
moins réfringent, i.e l’air dans leur cas, quel que soit le sens de propagation du laser. A
haute puissance, ils ont constaté de fortes focalisations du faisceau incident. Ils ont aussi
mesuré l’ évolution temporelle de la focale de la lentille induite (Fig. (2.13(c))), de laquelle
on peut déduire une élévation maximale de l’ interface inférieure à 1µm. Finalement de l’
éjection de matière sous forme de gouttelettes est observée pour les plus hautes puissances.
La physique essentielle des déformations d’ interface induites par laser se trouve résumée
dans cette publication de 1973. Les auteurs avaient même pensé utiliser des détergents
pour diminuer la tension de surface de l’ interface ( ” some of our strongest lenses occurred
with detergent added to the water ”). Cependant l’ interprétation quantitative de ces
expériences est plus délicate.

En effet, les valeurs de focale et le développement temporel de la déformation me-
surés par Ashkin et Dziedzic sont difficilement reproduits dans les articles consacrés à
l ’interprétation théorique de l’ expérience [153, 154]. Par exemple, Brevik est obligé d’
adopter une largeur de faisceau au col légèrement supérieure et d’ effectuer un décalage
temporel des courbes pour simuler une évolution temporelle de la focale similaire à celle
de l’ expérience ([154], p. 173). On voit par là-même que la principale source d’erreur sur
les mesures réside dans le contrôle des paramètres de l ’illumination laser (puissance crête,
caractère gaussien du faisceau, forme de l’ impulsion) . Il n ’est pas étonnant qu’ avec ces
sources pulsées de première génération la connaissance des profils spatiaux et temporels
de l’ impulsion soit relativement imprécise. De plus, le caractère non stationnaire de la
déformation impose une modélisation ad-hoc de l’ impulsion laser. A cause de ces dif-
férents facteurs limitants, la comparaison avec la théorie reste insatisfaisante pour cette
expérience.

Il y a, à ma connaissance, peu d’ autres résultats expérimentaux relatifs aux défor-
mations d’ interface. On peut certes citer des articles de Kats et al. [155, 156] faisant suite
à l’article de 1969 [152] sur l’ autofocalisation dans un milieu linéaire. Mais ce sont des
articles essentiellement théoriques (très instructifs): les équations d’ évolution de l’ inter-
face et de la courbure sont détaillés sous diverses géométries, pour les effets de pression
de radiation [155] ou les effets thermiques [156]. Les seules autres expériences notables,
hormis la brève référence [157], sont celles réalisées par Ostrovskaya et al., toujours à
l’interface eau-air [158, 159, 160]. L’interface est éclairée en réflection totale afin de maxi-
miser les effets de la pression de radiation (cf Fig. (2.14)). La source est un laser à rubis et
les déformations sont détectées par interférométrie holographique (Fig. (2.15)). L’ accord
théorie expérience est bon, mais encore une fois les déformations sont non stationnaires et
ne sont visualisées qu’indirectement. Des expériences réalisées avec des gouttelettes sous
champ ont procuré les premières visualisations directes de déformations.

Déformations de gouttelettes et microcavités optiques

Chang et al. [161] ont enregistré les déformations d’ une gouttelette d’eau au moyen
d’ une caméra rapide à 1000 images par s. L’ interface eau-air de la goutte (rayon a ∼
50µm) est illuminée par un faisceau laser focalisé (largeur du col ω0 ∼ 200µm) issu d’
un laser à colorant pompé par lampe flash ( λ = 0.6µm, durée de l’ impulsion 0.4µs). La
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Fig. 2.14 – Schéma de principe des expériences de déformations d’une interface eau/air
réalisées par Ostrovskaya et al. [159]. On notera que, comme dans les expériences de la
référence [157], l’interface est illuminée en réflection totale afin de maximiser les effets
de la pression de radiation.

Fig. 2.15 – Déformation, détectée par interférométrie holographique, d’une interface eau-
air induite par la pression de radiation d’une impulsion de 30 ns de durée issue d’un
faisceau laser à rubis. Les images correspondent respectivement à des délais de (a) 200
µs, (b) 500 µs, (c) 1000 µs, (d) 2000 µs après le passage de l’impulsion laser [159].
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première série d’ images (Fig. (2.16(a))) montre les oscillations de surface d’ une goutte
initialement sphérique après le passage d’une impulsion d’ énergie 100 mJ. La déformation
de l’ interface est bien dirigée vers le milieu le moins réfringent. L’ élévation maximale
de la surface a lieu en face avant de la goutte à cause de l’ effet de lentille focalisant
sur la face arrière d’ entrée. Pour une impulsion d’ énergie double (200 mJ), un long
filament se forme en face avant et de la matière est même éjectée sous forme de petites
gouttes (Fig. (2.16(b))). Les effets de lentille peuvent donc complètement dissymétriser
les déformations d’une goutte sphérique, alors qu’ à priori l’ élévation de la surface devrait
être symétrique. De plus, la formation de filaments cylindriques qui peuvent se briser en
gouttes est constatée, sous haute intensité. Nous retrouverons ces traits caractéristiques
dans nos expériences.

Ces expériences de Chang sont motivées par la compréhension des processus pou-
vant altérer les propriétés optiques des gouttelettes. En effet, des gouttes illuminés sous
champ laser se comportent comme des microcavités optiques dans lesquelles des modes de
gallerie ( Whispering Gallery Modes ou WGMs) ou résonances dépendant de la morpho-
logie (Morphology Dependent Resonances ou MDRs) peuvent être induits [162, 163, 164].
Toute perturbation inhomogène de la forme de la cavité entrâıne une modification de son
facteur de qualité et du couplage avec le faisceau incident. Les déformations induites par
la pression de radiation à la surface de la goutte, bien qu’ augmentant le taux de fuites de
la cavité [165], peuvent être ainsi exploitées pour augmenter le couplage avec le faisceau
incident [166].

La modélisation et l’ interprétation quantitative de l’ expérience de 1988 a fait l’
objet de deux publications [167, 168]. L’article de Brevik de 1999 peut être vu comme
une généralisation de l’article de Lai de 1989. Les simulations numériques rendent bien
compte des expériences, même des effets non linéaires observés. Cependant la discussion
achoppe, classiquement pourrait-on dire, sur la dénomination des forces responsables de
la déformation de l’ interface. Doit-on parler d’ électrostriction [167], force volumique, ou
de force surfacique [168]? Nous essayerons d’ éclairer ce débat d’ école plutôt sémantique
au prochain chapitre. Les déformations d’ interface induites directement par la pression
de radiation ont été présentées dans ce paragraphe pour leurs applications optiques. Elles
ont été utilisées, très récemment seulement, pour caractériser des milieux diélectriques
déformables.

2.4.3 Déformations d’interface: aspects matière molle

Mesures de tension de surface

Une équipe japonaise a exploité la déformation de surface induite (Laser Induced
Surface Deformation, LISD) pour mesurer des propriétés de surface de liquides [169].
En effet, sous certaines conditions qui seront précisées par la suite, la hauteur de la
déformation est inversement proportionnelle à la tension de surface σ de l’ interface: plus
l’ interface est déformable, plus la déformation est grande. Comme pour des interfaces
classiques les déformations restent cependant très petites, Sakai et al. mesurent, tout
comme Ashkin, la déformation par l’ intermédiaire de l’ effet de lentille asocié. Le montage
expérimental est présenté sur la figure (2.17(a)). Les déformations sont induites par un
faisceau laser Argon Ar+ ( λ = 5145 Å , puissance maximale P = 0.5 W) (faisceau
pompe) et la focale associée à la déformation est mesurée en regardant dans le champ
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(a) (b)

Fig. 2.16 – (a) Evolution temporelle de la déformation d’une gouttelette d’eau de rayon a
= 50µm (milieu environnant:air) après passage d’une impulsion d’énergie 100 mJ et de
durée 400 ns issue d’un laser à colorant. L’impulsion se propage de gauche à droite comme
indiqué par la flèche. La première image en haut à gauche correspond à l’instant t=0, la
dernière en bas à droite à t = 22 µs après le passage de l’impulsion. (b) Déformations
observées pour une impulsion d’énergie 200 mJ. La première image correspond à l’instant
t = 1 µs, la dernière à t = 15 µs. On notera la formation d’un filament et l’éjection de
matière en face avant de la goutte. Les images sont issues de la référence [161].
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(a) (b)

Fig. 2.17 – (a) Schéma du dispositif expérimental utilisé par Sakai et al. [169] pour me-
surer indirectement la hauteur des déformations d’interface induites par la pression de
radiation. Le faisceau issu du laser argon est le faisceau pompe engendrant la déforma-
tion, le faisceau laser Hélium-Néon est le faisceau sonde dont on mesure dans le champ
lointain la transformation du rayon au col dûe à l’effet de lentille associé à la déformation.
(b) Comparaison des mesures de tension de surface obtenues par déformation d’interface
(cercles creux) et par la méthode classique de Wilhelmy (courbe en traits pleins) pour une
monocouche d’acide myristique.

lointain le profil d’un faisceau Helium-Néon sonde. Le montage est étalonné en mesurant
la déformation induite à l’interface eau-air σ = 73mJ.m−2 par un faisceau de puissance
P = 300 mW et de largeur ω0 = 142µm. Dans ces conditions, la hauteur n’ est que
de 2 nm (!!) mais peut être détectée. L’ isotherme tension de surface - surface par tête
polaire est ensuite mesurée pour une monocouche d’ acide myristique, en accord avec une
méthode classique. Les mesures peuvent être étendues à des caractérisations dynamiques.
En modulant le faisceau pompe, la pression de radiation excite des ondes de surface dont on
détermine spectroscopiquement le spectre de puissance. Des mesures de viscoélasticité sont
donc possibles par cette méthode. Toutefois les mesures effectuées ne sont que relatives
(étalonnage initial) et les déformations mesurées qu’indirectement.

Etude de membranes biologiques

Les limites de la dynamométrie optique sont soulignées par Wang et al. [170]. La ré-
solution optique de la microscopie conventionnelle ne permet pas d’étudier les fluctuations
nanométriques d’ une membrane lipidique dans la phase gel. De même, l ’interprétation
des expériences de dynamométrie est souvent limitée aux vésicules larges pour pouvoir
modéliser l’ interface explorée par les billes sondes comme plate. La grandeur intéressante
pour la mécanique des vésicules lipidiques est la rigidité de courbure κ. Or ce que mesurent
par exemple Pouligny et al. [105] est kM la raideur élastique de la membrane. Ils remontent
à la rigidité par l’ intermédiaire de la relation linéaire kM = C κ

a2 , où a est le rayon de la
bille sonde et C une constante empirique déterminée par des mesures sur des systèmes
macroscopiques. Cette méthode est limitée aux mesures en phase gel (kM = 0 en phase
fluide) et la question reste ouverte quant à savoir si la valeur de la constante C utilisée est



2.5 33

valable pour des vésicules [105]. Wang et al. utilisent une méthode de microscopie confo-
cale pour atteindre une sensibilité nanométrique pour la détection de déformations. En
excitant des vésicules par pression de radiation, ils mesurent pour la première fois directe-
ment la rigidité de courbure κ dans la phase gel et dans la phase fluide et comparent leur
ordre de grandeur [170, 171]. Ils ont étudié de façon similaire les réponses viscoélastique et
biochimique de cellules vivantes soumises à des perturbations mécaniques induites par la
pression de radiation [172]. L’ intérêt du caractère non invasif et localisé des déformations
induites par pression de radiation est souligné par ces expériences.

Käs et al ont eux breveté un nouvel outil pour la micromanipulation de cellules.
L’ appareil (cf Fig. (2.18(a))) s’ appelle ” optical stretcher ” car son principe est d’ éti-
rer optiquement des cellules piégées sous l’illumination de deux fibres optiques (laser
titane/saphir, λ = 780nm). Le piège dual présente l’ intérêt d’ éviter tout déplacement d’
ensemble de la cellule et de pouvoir cumuler les effets des deux faisceaux laser puisque la
déformation ne dépend pas du sens de l’ illumination. La cellule, d’ indice effectif neff > 1
s’ étire selon l’ axe du faisceau comme un milieu diélectrique mou [173]. La gamme des
forces applicables sur la cellule s’ étend du piconewton au nanonewton, soit des forces
jusqu’ à 100 fois plus importantes qu’avec des pincettes optiques classiques, et ceci sans
dommages radiatifs pour les cellules. En effet, les faisceaux laser n’ ont pas besoin d’être
focalisés et l’ absorption est faible à la longueur d’ onde choisie. Des globules rouges à
l’ élasticité bien définie ont été étirés (cf Fig. (2.18(b))) et leurs déformations comparées
avec un modèle théorique. On notera encore une fois l’ avantage que procure la localité
des déformations induites par pression de radiation, si l’on compare par exemple avec les
expériences de la référence [116] présentées sur la figure (2.9). La compacité du dispo-
sitif permet son couplage avec une chambre d’ analyse pour caractériser rapidement un
grand nombre de cellules. Le but ultime est en effet de construire un dispositif de diag-
nostic capable de différencier par leur réponse élastique des cellules malignes de cellules
saines [174]. A noter également que sous forte puissance, les cellules se déforment de façon
extrêmement non-linéaire (cf Fig. (2.18(c))), tout comme les filaments formés pour les
gouttelettes sous champ.

2.5 Bilan

Partant de l’ important développement des pincettes optiques et de leur utilisation
en physique de la matière molle, nous avons montré dans ce chapitre que les effets directs
de la pression de radiation pouvaient aussi être utilisés pour caractériser des interfaces ou
des membranes fluides. Par rapport aux pincettes optiques, les déformations par pression
de radiation présentent l’ avantage d’ être une technique totalement non intrusive et de
permettre d’induire des forces très localisées. Cependant, malgré leur intérêt pratique,
peu de travaux expérimentaux ont été consacrés à ces déformations. Leur petitesse ( de
l’ordre du nanomètre à l’ interface eau-air) n’ a jamais permis de les observer directement
à l’ état stationnaire. De même, les sources laser intenses nécessaires entrâınent souvent
des effets thermiques indésirables [175] qui peuvent surpasser les effets de la pression de
radiation seule, rendant les mesures délicates. Nous montrerons donc comment l’ utilisa-
tion de phases d’une microémulsion quasicritique au voisinage de son point de démixion
nous a permis d’observer directement des déformations stationnaires d’interface. Nous
pourrons ainsi détailler les caractéristiques physiques générales du phénomène évoquées
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(a)

(b)

(c)

Fig. 2.18 – (a) Schéma de principe de l’ ”optical stretcher” [173, 174]. Un globule rouge est
piégé sous l’illumination laser issue de deux fibres optiques. La déformation de l’interface
sous l’effet de la pression de radiation étant indépendante du sens de propagation de la
lumière, les effets de chaque faisceau sont cumulatifs. (b) Exemples d’étirement de globules
rouges pour des puissances laser croissantes. On pourra comparer avec les déformations
indirectes de la figure (2.9). (c) Déformation non linéaire observée à forte puissance.
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précédemment: indépendance vis à vis du sens de propagation du laser, mesure possible
de tension de surface, effet de lentille associé, déformations non linéaires à haute intensité.
Un chapitre sera consacré aux effets thermiques connexes et nous montrerons que les effets
de pression de radiation permettent de stabiliser sous champ des zones liquides de très
grand rapport d’ aspect.

Mais avant tout certains points méritent d’ être clarifiés concernant les effets méca-
niques de la lumière dans les milieux matériels. C’est l’objet du prochain chapitre.
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Chapitre 3

Forces électromagnétiques exercées
par la lumière dans les milieux
matériels

Nous avons souligné maintes fois au chapitre précédent que la compréhension de cer-
tains effets mécaniques de la lumière est facilitée par l’emploi du tenseur des contraintes
de Maxwell (bilan des forces sur des particules de taille quelconque, interaction avec des
champs évanescents, couplage optique de particules entre elles,...). Cet outil du formalisme
électromagnétique mérite donc d’être défini, puisqu’ il intervient dans de nombreuses mo-
délisations et est d’emploi aisé et courant. Cependant le lecteur s’ intéressant aux défor-
mations d’ interfaces induites par laser est confronté d’emblée à des questions d’ électro-
magnétisme plus appronfondies, relatives à l’ expression du tenseur énergie-impulsion du
champ électromagnétique dans la matière. L ’expérience d’ Ashkin et Dziedzic de 1973 [1]
était initialement destinée à trancher la controverse entre les formes tensorielles proposées
par Abraham ou par Minkowski. Les tenants et aboutissants du débat étant au premier
abord peu compréhensibles et la polémique récurrente [2, 3, 4, 5, 6, 7, 8], il m’ apparaissait
nécessaire d’en donner une explication succincte. Pour les détails, on pourra se référer à
l’ article de revue de Brevik [9]. Un point particulier se devait également d’être éclairci: le
rôle joué par l’ électrostriction dans les déformations d’interfaces fluides. En définitive, le
but de ce chapitre est d’ aboutir à une définition claire et cohérente en termes de forces
des effets observés dans nos expériences.

3.1 Bilan des forces électromagnétiques dans le vide:

introduction du tenseur énergie-impulsion du champ

3.1.1 Réécriture de la densité de force de Lorentz

Partons de l’ expression classique de la densité volumique de la force de Lorentz
agissant sur une distribution de charges dans le vide. Soit ρ la densité volumique de
charges et �j la densité volumique de courants. La force de Lorentz �f résultant des champs
électriques et magnétiques induits �E et �B est alors définie par:

�f = ρ �E +�j ∧ �B (3.1)
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En utilisant les relations de Maxwell dans le vide:











div �E = ρ
ǫ0

div �B = 0

�rot �E = −∂ �B
∂t

�rot �B = µ0(�j + ǫ0
∂ �B
∂t

)

(3.2)

où ǫ0 est la permittivité diélectrique du vide et µ0 sa perméabilité. L’ expression de la
force �f peut se réécrire, après quelques manipulations d’ analyse vectorielle [10], sous la
forme:

�f = div
←→
T − ∂�g

∂t
(3.3)

où
←→
T est le tenseur des contraintes électromagnétiques de Maxwell de composantes:

Tik = (ǫ0EiEk −
ǫ0| �E|2

2
δik) + (

1

µ0

BiBk −
| �B|2
2µ0

δik) (3.4)

et où:










�g =
�Π
c2

�Π = �E ∧ �B
µ0

(3.5)

�Π étant le vecteur de Poynting.
La densité de force volumique a donc été décomposée en une partie résultant de forces

surfaciques induites par les contraintes de Maxwell (div
←→
T ) et une partie résultant d’ une

variation temporelle. Cette réécriture n’ est pas uniquement formelle, elle a une véritable
signification physique. Comme le vecteur de Poynting correspond à un flux surfacique d’
énergie, si l’on réalise une analyse dimensionnelle, on voit que �g correspond à une quantité
de mouvement par unité de volume (impulsion volumique). En effet:

[�Π] =
[Energie]

[Longueur]2[Temps]
=

E

L2T
(3.6)

[ �Π

c2

]

=
E

L4T−1 =
E

LT−1

1

L3 =
[Impulsion]

[Longueur]3
(3.7)

Supposons alors les charges réparties à l’ intérieur d’une surface fermée Σ et intègrons
(3.3) sur le volume V ainsi défini:

�Fcharges =

∫

V

�fdτ =

∫

V

div
←→
T dτ − ∂

∂t
(

∫

V

�gdτ) (3.8)

En désignant par �Gcharges la quantité de mouvement totale du système de charges, la

relation (3.8) s’ interprète alors simplement si l’on suppose qu’une impulsion �Gchamp est
associée au champ électromagnétique avec une densité volumique �g. Après transformation
de l’ intégrale volumique en une intégrale surfacique ( vecteur surface dirigé selon la
normale sortante), on obtient:

∂

∂t
(�Gcharges + �Gchamp) =

∮

Σ

←→
T �dS (3.9)
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La variation temporelle de la quantité de mouvement du système (charges + champ) est

égale au flux sortant de
←→
T à travers une surface entourant la distribution de charges.

Les composantes Tik sont bien l’ équivalent de contraintes, d’ où le nom de tenseur des
contraintes électromagnétiques de Maxwell. Leur signification physique est simple: de la
même façon que le vecteur de Poynting exprime un flux d’ énergie par unité de temps,
les composantes Tik doivent être vues comme les composantes d’un flux d’impulsion par
unité de temps. Comme l’ impulsion est déjà un vecteur, elles forment donc un tenseur.

Si la surface d’ intégration enferme tout le champ, le membre de droite de (3.9) s’
annule et on exprime simplement la conservation de la quantité de mouvement du système
fermé (charges + champ):

�Gcharges + �Gchamp =
−−−−−−→
constante (3.10)

Dans le cas qui nous intéresse (cas des fréquences optiques), les champs oscillent
suffisamment rapidement pour que seul leur effet moyen sur une période soit observable.

La valeur moyenne
〈

∂ �Gchamp

∂t

〉

prise sur une période est nulle et la force s’ écrit alors

simplement:

�Fcharges =

∮

Σ

<
←→
T > �dS (3.11)

Les composantes Tik sont alors écrites en fonction des valeurs moyennées des champs.
On voit donc bien l’ utilité du tenseur des contraintes électromagnétiques pour le calcul
des forces. Comme l’intégration porte sur une surface fermée entourant la répartition de
charges, même dans le cas du calcul de la force sur une sphère diélectrique dans le vide, il

n’ est pas nécessaire de connâıtre le tenseur
←→
T et le champ à l’ intérieur du diélectrique.

Il suffit de choisir la surface d’intégration dans le vide où le champ est connu ([10], p.173).
Ainsi pour une particule en interaction avec un champ (diffusion), il peut être pratique
d’étendre la surface d’ intégration à distance R → +∞ , là où les expressions des champs
sont simples et l’intégration facile à effectuer [11].

Cette dérivation de la force peut aussi être obtenue de manière générale en partant
de l’expression ralativiste du quadrivecteur force [12]. Cela permet de définir le tenseur
relativiste énergie-impulsion du champ électromagnétique dans le vide.

3.1.2 Tenseur énergie-impulsion du champ électromagnétique
dans le vide

Si l’ on combine l’ équation vectorielle de la force électromagnétique exercée par le
champ sur un ensemble de charges (3.3):

�f = div
←→
T − ∂�g

∂t
(3.12)

avec l’ équation scalaire de la conservation de l’ énergie:

∂W

∂t
+ div�Π = −�f · �u (3.13)

où W est la densité d’énergie électromagnétique volumique,:

W =
1

2
(ǫ0E

2 +
B2

µ0

) (3.14)
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on peut former une équation unique pour le quadrivecteur force �f 4 =
(

�f, i
c
(�f · �u)

)

. La

force s’écrit alors comme la divergence d’ un tenseur de rang 4 :

fi = −∂Sik

∂xk

i,k=1,4 (3.15)

Les composantes spatiales du tenseur sont égales et opposées aux composantes du tenseur
des contraintes de Maxwell, tandis que les composantes temporelles sont liées au vecteur
de Poynting �Π, à la densité d’impulsion �g et à la densité d’ énergie volumique W:







































Sik = −Tik

S4k = i
c
Πk

Sk4 = icgk

S44 = −W

(3.16)

Comme l’équation (3.15) exprime la conservation de l’ énergie et de l’ impulsion du sys-

tème, le tenseur
←→
S est appelé tenseur énergie-impulsion du champ électromagnétique

dans le vide ([13], p. 85). L’équation (3.15) est une forme compacte traduisant qu’ en tous
points où des forces électromagnétiques agissent sur la matière, de l’impulsion (énergie)
électromagnétique est produite par, ou transformée en, impulsion (énergie) mécanique.

3.1.3 Remarques générales

Le tenseur énergie-impulsion du champ électromagnétique dans le vide apparâıt donc
comme étant symétrique. C’ est une conséquence directe de la relation adoptée entre le
flux d’impulsion et le flux d’énergie:

�g =
�Π

c2
(3.17)

Cette relation est compatible avec le principe de Planck de conservation de l’ impulsion
pour un système fermé. Dans un système fermé, à chaque flux d’ énergie doit être associé
un flux d’impulsion correspondant, tel que:

(flux d’ impulsion) =
1

c2
(flux d’énergie) (3.18)

Cette relation est de plus nécessaire à la conservation du moment cinétique du système.
Pour une explication simple, on pourra se reporter au Feynman, qui en donne un exemple
pédagogique ([14], p.119).

On notera également que �g représente le flux d’ impulsion du champ électromagné-
tique seul, et non celui du système (champ + matière) [3]. Cependant, la séparation uni-
voque effectuée en (3.9) entre composante relative aux champs et composante relative aux
charges, n ’est possible que dans le vide. Dans les milieux matériels polarisables, champs
et charges interagissent et échangent en permanence de l’ énergie et de l’ impulsion. Il
n’ existe donc plus de séparation univoque entre quantités liées uniquement aux champs
et quantités liées uniquement à la matière. Le champ ne pouvant plus être défini comme
un système fermé, le principe reliant flux d’ impulsion et flux d’ énergie n’ a plus lieu d’
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être, de même que la relation (3.17) (cf Becker [12], p. 356). Le tenseur énergie-impulsion
du champ dans les milieux matériels n’ est donc pas obligatoirement symétrique, seul
celui du système fermé total (champ + matière) se doit de l’ être. D’ ailleurs, même dans
une approche lagrangienne de la théorie du champ, Landau et Lifschitz soulignent ([15],
p. 102) que le tenseur énergie-impulsion canonique du champ dans le vide, dérivé par le
principe de moindre action, n’ est pas forcément symétrique mais peut être symétrisé de
façon à vérifier la loi de conservation du moment cinétique. Il n’ est donc pas très éton-
nant de ne pas avoir d’ expression unique du tenseur énergie-impulsion du champ dans la
matière. Pourtant cette question est toujours sujet à polémiques, polémiques dont nous
allons souligner certaines caractéristiques.

3.2 Expressions du tenseur énergie-impulsion du champ

dans les milieux matériels

3.2.1 Electromagnétisme phénoménologique et relations consti-
tutives

Les textes de langue anglaise parlent en général de ” Phenomenological Electrodyna-
mics ” [9] pour qualifier l’ électromagnétisme des milieux matériels. Dans la matière, les
charges liées contribuent aux densités de charge et de courant et les équations de la théorie
électronique doivent être moyennées sur des volumes mésoscopiques, petits par rapport à
l’ échelle macroscopique mais suffisamment grands pour contenir un grand nombre d’élec-
trons. Les équations de Maxwell nivelées sont ainsi reformulées en terme des champs �D,
vecteur déplacement électrique et �H, vecteur excitation magnétique. Elles sont alors in-
tégrables sous réserve de connâıtre les relations constitutives du matériau, reliant �D à �E
et �H à �B. Celles-ci s’écrivent classiquement dans le cas le plus général:

�D = [ǫ] �E (3.19)

�B = [µ] �H (3.20)

où [ǫ] et [µ] sont respectivement les tenseurs de permittivité diélectrique et de perméabi-
lité. Dans le cas de milieux linéaires homogènes et isotropes, ces relations matricielles se
réduisent aux relations vectorielles suivantes:

�D = ǫ �E = ǫ0ǫr
�E (3.21)

�B = µ �H = µ0µr
�H (3.22)

ǫ0 et µ0 désignent la permittivité et la perméabilité du vide, ǫr et µr la permittivité et la
perméabilité relatives du milieu. En particulier, les milieux considérés par la suite étant
non-magnétiques (µr = 1), l’indice optique du milieu sera défini de façon standard par:

n =
√

ǫr (3.23)

Ces relations constitutives sont de nature purement empirique et la description des
phénomènes électromagnétiques dans la matière est donc bien une théorie phénoménolo-
gique. Les relations constitutives traduisent notre connaissance incomplète de la structure
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de la matière. En particulier, comme le champ et les charges sont en interaction constante,
de nombreux termes de corrélation apparaissent dans les équations et une séparation uni-
voque des termes de champ et de matière n’ est plus possible. Une infinité de subdivisions
possibles existe et cette ambiguité est à l’origine des incertitudes sur la définition du ten-
seur énergie-impulsion du champ électromagnétique dans la matière. De plus, même si une
subdivision univoque était possible, elle n’ aurait pas de sens physique car ni l’ énergie
interne, ni l’énergie du champ ou son impulsion ne sont des observables physiques.

On est donc amener à proposer différentes formes tensorielles compatibles ou non
avec diverses hypothèses physiques externes de nature générale. Chaque hypothèse ou
approche choisie conduit à des tenseurs différents, mais il est évident qu’ il n’ existe pas
de forme juste du tenseur énergie-impulsion du champ dans la matière, contrairement
à ce que clament certains auteurs. La théorie étant par essence phénoménologique, ce
qui compte en définitive est de pouvoir décrire les faits expérimentaux observés et les
principales formes de tenseur proposées y parviennent. Tout juste peut donc dire que
certaines formes sont plus simples d’emploi que d’autres, mais cela reste un critère de
convenance et non de justesse. Au vu de ces remarques, formulées essentiellement par
Brevik dans son article de revue sur l’ électromagnétisme phénoménologique [9], on est
toujours surpris de rencontrer encore dans la littérature des articles ” prouvant ” la ”
justesse ”d’ un tenseur au détriment d’ un autre. Le choix d’ hypothèses initiales adéquates
suffit en effet à déterminer complètement la forme désirée du tenseur. L’ omniprésence du
débat sur le tenseur énergie-impulsion du champ électromagnétique dans la matière rend
les articles concernant les déformations d’ interface induites par la pression de radiation
obscurs pour le non initié. Il me semblait donc nécessaire de présenter les deux principales
expressions historiques de ce tenseur, ainsi que les hypothèses physiques déterminant leur
forme.

3.2.2 Tenseurs de Minkowski et Abraham et hypothèses asso-
ciées

Minkowski

La première forme de tenseur proposée l’ a été par Minkowski au début du siècle
(1908 et 1910). Avec les mêmes conventions que pour les équations du système (3.16), les
composantes du tenseur énergie-impulsion de Minkowski s’ écrivent:







































SM
ik = −EiDk − HiBk + 1

2
δik( �E · �D + �H · �B)

SM
4k = i

c
ΠM

k

SM
k4 = icgM

k

SM
44 = −WM

(3.24)
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avec comme expressions du vecteur de Poynting �ΠM , de la densité d’ impulsion du champ
�gM et de la densité d’énergie électromagnétique:

�ΠM = �E ∧ �H (3.25)

�gM = �D ∧ �B (3.26)

WM =
1

2
( �E · �D + �H · �B) (3.27)

Le principal reproche formulé à l’encontre du tenseur de Minkowski par ses détrac-

teurs est qu’il ne soit pas symétrique ( �gM �= �ΠM

c2
). Cependant comme dit précédemment,

ce fait ne viole pas la conservation du moment cinétique, puisque le champ ne constitue
plus un système fermé comme dans le vide, à cause des interactions multiples avec la ma-
tière. La non symétrie du tenseur de Minkowski n’ est donc pas un critère d’irrecevabilité.
Brevik a par exemple démontré que le tenseur de Minkowski pouvait être dérivé théori-
quement de façon univoque sous certaines hypothèses (en particulier en imposant que les

SM
ik soient des formes bilinéaires, fonctions uniquement des champs �E, �D, �B et �H) [16].

Du point de vue des hypothèses physiques générales, le tenseur de Minkowski présente en
revanche l’avantage de satisfaire à la condition de Von Laue et Möller de transformation
de la vitesse de groupe d’ une onde lumineuse. Cette condition requiert que la vitesse
de propagation de l’énergie d’une onde lumineuse se transforme comme la vitesse d’une
particule par transformation de Lorentz. Pour une présentation générale sur ce point ou
une démonstration, on pourra consulter ([17], p. 221) ou [16]. De cette règle découle la
formule de Fresnel de transformation de la vitesse de groupe de la lumière dans un milieu
en mouvement, d’où certaines expériences visant à tester les formes du tenseur par cette
entremise [18, 19].

Abraham

L’ autre forme tensorielle est celle proposée par Abraham à la même époque que
Minkowski (1909,1910). Les composantes de ce tenseur s’écrivent:







































SA
ik = −1

2
(EiDk + EkDi) − 1

2
(HiBk + HkBi) + 1

2
δik( �E · �D + �H · �B)

SA
4k = i

c
ΠM

k

SA
k4 = icgM

k

SA
44 = −WM

(3.28)

Les définitions du vecteur de Poynting et de la densité d’énergie sont celles données ci-
dessus par les équations (5.10) et (3.27). Seule la forme du la densité d’impulsion du
champ change et Abraham l’ écrit :

�gA =
�E ∧ �H

c2
=

�Π

c2
(3.29)

On voit par là-même que le tenseur d’Abraham est symétrique et satisfait ainsi à la
conservation du moment cinétique. Il s’agit en fait de la forme symétrisée adéquate du
tenseur de Minkowski. Pour Pauli ([13], p.110), cette symétrie est un argument fort en
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faveur de la forme d’ Abraham, car le tenseur doit être regardé comme la moyenne de son
expression microscopique, qui elle est bien symétrique. En fait, une remarque due à Brevik
([16], p.33) montre que les processus de moyenne ne sont pas aussi intuitifs. Lors d’ un
changement de référentiel les équations du système (3.28) ne sont en outre plus valables
et doivent être recalculées. Nous voyons donc qu’il n’ y a pas plus d’arguments en faveur
d’une forme tensorielle ou d’une autre. Pauli présente très clairement la problématique et
les inconvénients propres à chaque forme [13]. Nous allons cependant voir qu’elles prédisent
des résultats identiques pour nos expériences.

3.2.3 Expressions microscopiques de la force: équivalence aux
fréquences optiques

Densités d’impulsion

On a longtemps cru pouvoir réaliser des expériences critiques invalidant l’ une ou
l’autre forme du tenseur énergie- impulsion . En effet, considèrons les densités d’impulsion
d’ Abraham et de Minkowski, W étant la densité d’énergie d’une onde lumineuse dans un
milieu d’indice n:

gM =
n

c
W (3.30)

gA =
1

nc
W (3.31)

Soit pour la quantité de mouvement correspondante des photons:

pM =
n

c
hν (3.32)

pA =
1

nc
hν (3.33)

Il est troublant de constater que le désaccord essentiel porte sur la quantité de mouvement
d’un photon dans un milieu d’indice n, grandeur classique de tous les cours d’électroma-
gnétisme. Ainsi si l’ on effectue le raisonnement du chapitre 1 en utilisant pA comme
expression de la quantité de mouvement des photons dans les milieux 1 et 2, la déforma-
tion de l’ interface devrait être dirigée dans le sens opposé à celui présenté sur la figure
xxx. Cela explique pourquoi l’ expérience d’ Ashkin et Dziedzic [1] a longtemps été sup-
posée cruciale pour la théorie. Pourtant, même si le sens de la déformation correspond
bien à celui prédit à l’aide de la quantité de mouvement ” classique ” de Minkowski, elle
n’invalide pas le tenseur d’ Abraham. Gordon a en effet démontré [3] que �gA ne repré-
sentait pas toute l’impulsion se propageant avec l’ onde, mais uniquement la partie d’
impulsion liée au champ. Une partie d’impulsion mécanique �gA

m se propage avec l’onde
électromagnétique, de sorte que la densité d’impulsion totale liée à l’onde est égale à la
densité d’impulsion de Minkowski �gM :

�gA + �gA
m = �gM (3.34)

La densité d’impulsion de Minkowski représente donc la densité d’impulsion totale de
l’onde électromagnétique. Comme cette impulsion totale est la seule véritable observable
physique, il n’ est pas étonnant que le sens de la déformation soit prédit plus facilement
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en utilisant cette expression. On peut juste constater que le tenseur de Minkowski est
plus pratique d’ utilisation dans ce cas, comme il se trouve l’ être pour l’ explication d’
autres expériences. De plus, l’ équivalence des deux formes tensorielles est confirmée si l’
on regarde les expressions microscopiques des forces qui en découlent.

Expressions des forces

Considérons le cas courant où le milieu est linéaire, homogène et isotrope ( ǫik = ǫδik,
µik = µδik) et non conducteur ( ρ = 0, �j = 0). De la définition générale du quadrivecteur
force (3.15), on en déduit la densité volumique de force correspondant au tenseur de
Minkowski [9]:

�fM = −1

2
| �E|2�∇ǫ − 1

2
| �H|2�∇µ (3.35)

Identiquement on peut écrire la densité de force associée au tenseur de Abraham;

�fA = �fM +
ǫrµr − 1

c2

∂

∂t

(

�E ∧ �H
)

(3.36)

Les forces prédites par les deux tenseurs ne diffèrent donc que par un terme additif, appelé
terme d’ Abraham. La petitesse de ce terme rend la détection de ses effets délicate. Il a
cependant pu être mis en évidence à très basse fréquence ( f ∼ 0.4Hz) avec des champs
quasistationnaires (cf [9] et références incluses). Le tenseur de Minkowski n’ est donc
pas adapté à la description des expériences en champs quasi-stationnaires. A l’ inverse,
pour le cas qui nous intéresse, le terme d’ Abraham n’ est pas observable aux fréquences
optiques, puisque sa moyenne sur une période est nulle. Les densités de force �fA et �fM

sont donc parfaitement équivalentes en optique et en aucun cas le sens de la déformation
ne peut s’avérer déterminant. Le point du vue adopté dans cette partie est celui de l’
électromagnétisme. Les expressions de forces proposées ne décrivent pas les phénomènes
thermodynamiques bien connus de magnétostriction ou de l’électrostriction, dont il faut
clarifier l’influence sur les déformations d’interface induites par laser.

3.3 Aspects thermodynamiques: cas de l’ électrostric-

tion

3.3.1 Approches microscopiques

Thermodynamique des processus irréversibles dans les milieux polarisables

Nous avons vu dans la partie précédente qu’il n’existait pas de forme du tenseur
énergie-impulsion satisfaisant à l’ ensemble des critères physiques généraux exigibles. Et
encore n’avons nous pas parlé d’aspects thermiques ou thermodynamiques. Ainsi Pauli
souligne que, pour un conducteur présentant de l’ effet Joule, le tenseur de Minkowski
n’est pas conforme à la thermodynamique relativiste ( [13], p. 108 ). De même, les ten-
seurs d’ Abraham et de Minkowski ne sont pas conformes non plus aux règles de la
thermodynamique des processus irréversibles. Pour se faire, il faut partir d’ une approche
microscopique et des équations de conservation de la masse, de la quantité de mouve-
ment et de l’ énergie dans les systèmes polarisables. Telle est la démarche adoptée par
De Groot et Mazur pour définir correctement le taux de production d’entropie dans les
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milieux matériels [20]. Cependant l’ approche microscopique ne lève pas toutes les ambi-
guités de définition. Comme il n’ y a pas de séparation simple possible entre termes de
champ et de matière, De Groot et Mazur ont eux aussi fait UN choix pour l’ expression du
tenseur-énergie impulsion du champ dans la matière. De plus, les équations microscopiques
s’avérant rapidement inextricables, De Groot et Mazur se contentent d’un développement
au premier ordre en

(

v
c

)

, et donc d’ expressions non covariantes. Leur tenseur présente
également l’inconvénient de ne pas dépendre uniquement des champs électromagnétiques
�E, �D, �B et �H, mais aussi de la polarisation �P et de l’ aimantation �M du milieu. Une
constante arbitraire subsiste de plus dans la définition de la pression hydrostatique dans
un fluide à l’ équilibre et implique une ambiguité sur la définition de la force. On voit donc
bien que les ambiguités ne sont pas levées au stade microscopique. B. C. Eu a démontré
récemment que le tenseur de Minkowski était dérivable par la physique statistique [21] et
qu’il permettait de construire aussi une théorie cohérente des processus irréversibles [22].
D’ autres approches et définitions relatives à l’ hydrodynamique et à la thermodynamique
des liquides polarisables ont été proposées par Henjes et Liu [23, 24].

Densité de force de Helmholtz

Le but final étant de décrire simplement les observations expérimentales, il est géné-
ralement de mise de rajouter les termes ad-hoc dans les composantes spatiales du tenseur
énergie-impulsion pour inclure les effets électrostrictifs et magnétostrictifs [9]. Ainsi les
composantes Sik deviennent:

SH
ik = −EiDk −HiBk +

1

2
δik

[

1− ρm

ǫ

( ∂ǫ

∂ρm

)

T

]

�E · �D +
1

2
δik

[

1− ρm

µ

( ∂µ

∂ρm

)

T

]

�H · �B (3.37)

ρm désigne la densité volumique du liquide considéré et les dérivées partielles sont effec-
tuées à température T constante. L’ exposant H signifie Helmholtz car la densité de force
dérivée de (3.37) par l’ équation (3.15) est précisément la densité de force de Helmholtz.
Elle est connue pour décrire l’électrostriction et la magnétostriction et s’ écrit dans le cas
d’un liquide diélectrique isotrope:

�fH = −1

2
E2�∇ǫ +

1

2
�∇

[

E2ρm

( ∂ǫ

∂ρm

)

T

]

(3.38)

L’ expression de la force de Helmholtz (3.38) est initialement valide uniquement pour des
champs statiques et sa dérivation théorique pour les fréquences optiques a été justifiée
statistiquement par Young et al. dans une série de papiers [25, 26, 27, 28]. En particulier,
ils ont montré que l’ expression précédente n’ était valable qu’au premier ordre en (ǫ− ǫ0)
et que des corrections d’ordre supérieur devaient être prises en compte dans les milieux
denses. Ces travaux sont inspirés d’ articles de Peierls, qui s’ était également attaqué à
une justification microscopique de la densité de force et avait même proposé une forme
alternative de tenseur [29, 30, 31]. La question reste de savoir si ces raffinements dans les
expressions des forces sont vérifiables expérimentalement. Cela ne semble pas être le cas.
Ainsi suite aux articles de Peierls, Jones et Leslie ont recommencé l’ expérience de Richards
et Jones de 1954 avec une précision supérieure [32, 33]. Ils ont confirmé que le recul d’un
miroir sous l’ effet de la pression de radiation était proportionnel à l’ indice optique du
liquide dans lequel il était immergé, et ceci pour 7 liquides différents. En revanche, ils
n’ont pas observé d’effets significatifs de la polarisation du laser et de l’angle d’incidence
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de la lumière, contrairement à ce qui était prédit par Peierls [31]. Les corrections d’ordre
supérieur dans l’ expression de la force de Helmholtz ne semblent pas être mesurables, ni
même observables comme nous allons le démontrer.

3.3.2 Electrostriction et déformations d’ interface

D’une manière générale, la force électromagnétique s’ exerçant sur un liquide diélec-
trique sous champ est donc la somme de deux termes (Eq.(3.38)). Le premier terme en
gradient de ǫ traduit les inhomogénéités d’indice du milieu. Dans un liquide linéaire homo-
gène, ce terme est nul et ne sera donc présent qu’en présence de variations d’indice, comme
par exemple à la surface de discontinuité séparant deux milieux d’indices optiques diffé-
rents. Le second terme, ou terme électrostrictif, est proportionnel au gradient de champ
et traduit donc les effets liés à la structure spatiale de celui-ci (profil d’intensité gaussien
par exemple). D’ un point de vue thermodynamique, il est bien connu que l’ électrostric-
tion a tendance à attirer les liquides diélectriques dans les régions de champ élevé afin
de minimiser l’ énergie libre du système. Le terme électrostrictif est donc tout à fait l’
analogue de la force en gradient de champ �Fgrad qui attire les particules polarisables dans
les zones de champ fort. Concernant les déformations d’interface, il convient de préciser
lequel de ces deux termes est responsable de l’élévation de la surface libre.

Une querelle d’école sémantique, outre celle concernant les expressions des tenseurs,
existe entre les auteurs ayant le plus travaillé d’un point de vue théorique sur les déforma-
tions d’interface, en l’ occurrence I. Brevik d’une part, et H. M. Lai et K. Young d’autre
part. Cette querelle est bien résumée dans les papiers concernant les oscillations de goutte
sous champ [34, 35]. Lai et Young appellent électrostritive la force totale agissant sur la

goutte, alors qu’ au sens strict seul le terme 1
2
�∇

[

E2ρm

(

∂ǫ
∂ρm

)

T

]

correspond à l’ électro-

striction. Brevik détaille les effets de ce terme électrostrictif seul. Il démontre en premier
lieu que, si l’on suppose la relation de Clausius-Mossotti valable dans le fluide, alors l’
électrostriction a tendance à déformer l’ interface vers le milieu le plus réfringent, donc
dans le sens opposé à celui observé. De plus, si l’ on suppose le fluide comme étant in-
compressible, le fait que l’électrostriction s’exprime comme une force volumique entrâıne
qu’ elle ne contribue pas à l’ élévation de l’ interface. En effet, considérons l’ équation de
Navier-Stokes pour un fluide diélectrique soumis aux effets du champ:

ρ
∂�v

∂t
= µ∆�v − �∇p − 1

2
E2�∇ǫ +

1

2
�∇

[

E2ρm

( ∂ǫ

∂ρm

)

T

]

(3.39)

Si le fluide est incompressible, on peut tout à fait renormaliser la pression hydrostatique:

p∗ = p − 1

2

[

E2ρm

( ∂ǫ

∂ρm

)

T

]

(3.40)

de sorte que le mouvement du fluide soit décrit uniquement par l’équation:

ρ
∂�v

∂t
= µ∆�v − �∇p∗ − 1

2
E2�∇ǫ (3.41)

L’ électrostriction ne contribue donc pas au mouvement de l’interface si on laisse le temps
au gradient de pression hydrostatique de s’équilibrer. Le terme de force surfacique −1

2
E2�∇ǫ

est suffisant pour décrire l’ influence de la pression de radiation. La possibilité de renorma-
liser la pression hydrostatique du fluide est liée au fait que la pression n’a pas de définition
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et de signification précise (et n’est pas non plus une observable) dans les milieux polari-
sables. Ce point est souligné notamment par Henjes dans son article de revue [24]. Même
si elle n’a pas d’effet moteur sur le mouvement de l’interface, l’électrostriction joue ce-
pendant un rôle important pour la stabilité mécanique et thermodynamique du système
[36].

En fait, les divergences ne sont vraiment que d’ordre sémantique entre Brevik et Lai
et Young. A la fin de leur article de 1989 [34], ceux-ci constatent que la description en

termes de force surfacique −1
2
E2�∇ǫ est équivalente à la description en termes de force

volumique, et que de plus elle est plus pratique pour le calcul car elle intègre automati-
quement les effets des corrections d’ordre supérieur en O[(n2 − 1)2]. Il ne subsiste donc
pas d’ambiguités entre les deux écoles. Tout juste s’agit-il d’une question de vocabulaire.
En ce qui concerne le tenseur proposé par Peierls [30, 31], il a été démontré qu’il ne dif-
fère de la description tensorielle usuelle que par des termes de forces en gradient pouvant
renormaliser le gradient de pression hydrostatique comme en (3.40) [9]. Il ne peut donc
pas non plus être testé expérimentalement.

Condition de saut à l’interface entre deux liquides diélectriques

La description des effets mécaniques de la lumière dans les fluides diélectriques en
termes d’une force surfacique liée aux discontinuités d’indice semble donc être la plus
adéquate. En particulier, nous avons précisé qu’il n’y avait pas lieu de parler d’électro-
striction pour des fluides incompressibles. Les déformations d’interface par le champ laser
ne doivent donc pas être qualifiées d’électrostrictives, surtout si elles sont visualisées de
façon stationnaire comme dans nos expériences. Ceci constitue l’un des points que nous
tenions à souligner dans ce chapitre. Cependant dans l’hypothèse où de la compressibilité
devrait être prise en compte, nous serons peut-être amenés à reconsidérer l’influence de l’
électrostriction, notamment pour expliquer certains effets non-linéaires observés à haute
intensité. Toutefois la cause principale responsable de la déformation d’une interface li-
quide sous champ laser est la réfraction des photons à l’interface. En ce sens, la force
impliquée est plutôt analogue à �Fscat, résultant de la réfraction et de la diffusion de la
lumière, que du type �Fgrad.

La force −1
2
E2�∇ǫ étant une force surfacique, elle n’ existe pas en volume dans un

fluide diélectrique linéaire et homogène. Au lieu de la faire apparâıtre dans l’ équation
de Navier-Stokes, il est pratique, notamment pour écrire le bilan des forces à l’ interface
entre deux liquides, d’ intégrer les contraintes électromagnétiques dans la condition à la
surface libre entre les deux liquides. Ainsi l’ équation de Navier-Stokes classique est écrite
dans chaque liquide (i=1,2):

ρi
∂�vi

∂t
= µi∆�vi − �∇pi + �fi,autres (3.42)

�fi,autres désigne la densité de forces autres que les forces électromagnétiques. Celles-ci sont
prises en compte dans la condition aux limites à la surface libre entre les deux liquides.
Classiquement le tenseur des contraintes dans un liquide s’écrit :

Σij = −pδij + Σ
′

ij (3.43)

où p est la pression hydrostatique du fluide et Σ
′

ij le tenseur des contraintes visqueuses.
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En présence de forces surfaciques d’origine électromagnétique, les contraintes électroma-
gnétiques sont incorporées dans le tenseur des contraintes global, de sorte que:

Σtot
ij = −pδij + Σ

′

ij + Σe.m
ij (3.44)

Les contraintes électromagnétiques étant définies comme les opposées des composantes
spatiales du tenseur énergie-impulsion (par exemple celui de Minkowski pour des diélec-
triques):

Σe.m
ij = −SM

ij (3.45)

Les forces électromagnétiques à l’interface entre deux diélectriques sont alors automa-
tiquement prises en compte lors de l’écriture des conditions aux limites entre les deux
fluides. �n12 désignant l’unitaire normal à l’interface dirigé du fluide 1 vers le fluide 2, �t
l’unitaire tangent, σ la tension de surface de l’interface et κ sa courbure, la continuité des
contraintes normales et tangentielles s’écrit [37]:

[

Σtot,2
ij − Σtot,1

ij

]

· �n12 = σκ�n12 (3.46)

[

Σtot,2
ij · �n12

]

· �t =
[

Σtot,1
ij · �n12

]

· �t (3.47)

La pression de radiation s’exprime alors simplement comme le saut du tenseur des
contraintes électromagnétiques de part et d’autre de la surface de discontinuité:

[

Σ2
ij − Σ1

ij

]

· �n12 = σκ�n12 +
[

Σe.m,1
ij − Σe.m,2

ij

]

· �n12 (3.48)

Cette écriture définit clairement ce qu’ est la pression de radiation à l’interface entre deux
diélectriques et encore une fois on s’aperçoit qu’il n’est pas nécessaire de parler d’électro-
striction. D’autre part, cette formalisation simplifie les calculs lors de la modélisation de la
dynamique temporelle de l’interface. De même, elle permet de prendre en compte d’éven-
tuels effets de polarisation ou d’incidence du laser, rejetant la difficulté sur le calcul du
saut du tenseur des contraintes électromagnétiques dans ces conditions. Nous adopterons
donc cette formulation de la pression de radiation dans la suite de cette thèse.

3.3.3 Actualité du débat

Ce chapitre n’ était pas uniquement destiné à l’ explication de polémiques que l’on
pourrait supposées anciennes et datées. Mais le fait que l’électromagnétisme des milieux
matériels ne soit qu’une théorie phénoménologique semble mal compris ou mal accepté.
On peut être surpris de trouver des articles réfutant les formes tensorielles d’Abraham ou
de Minkowski sur la base de leur incapacité à décrire les phénomènes thermodynamiques
[38] ou envisageant la validation expérimentale de certains modèles [39]. De même, nous
pensons avoir montré que la modélisation des effets de champs dans les milieux maté-
riels n’ était pas chose facile. Pour preuve, on pourra considérer les discussions récentes
relatives à l’expression de la force de Kelvin dans les ferrofluides [40, 41, 42, 43, 44]. Il
peut ainsi sembler illusoire de vouloir invalider expérimentalement la force de Kelvin dans
les ferrofluides [45] étant donné qu’il ne s’agit pas d’une observable physique [46, 47]. La
généralisation de l’emploi du tenseur des contraintes de Maxwell faciliterait la modéli-
sation des effets de champ et la compréhension du domaine de validité des expressions
classiquement utilisées [48]. C’ est en particulier le cas en optique, comme nous allons le
voir en guise de conclusion.
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3.4 Exemples d’application du tenseur des contraintes

de Maxwell en optique

3.4.1 Théorie de Lorenz-Mie généralisée

Comme dit précédemment dans le premier chapitre, on classe les particules soumises
à un champ laser suivant leur taille respective comparativement à la longueur d’onde
de la lumière utilisée. On parle de particules de Mie pour des particules grosses (rayon
de la particule a) par rapport à la longueur d’onde λ ( typiquement a ≥ 10λ). Dans
ce cas, l’optique géométrique s’avère suffisante pour décrire le piégeage. A l’inverse des
particules très petites à l’échelle de la longueur d’onde peuvent être considérées comme
ponctuelles vis à vis du champ laser et décrites comme de simples dipôles. On parle alors
de particules de Rayleigh. Comment décrire alors des particules de taille intermédiaire?
Comment modéliser assez finement le piégeage optique pour rendre compte précisément
des forces mesurées expérimentalement?

Pour ce faire, une théorie particulièrement efficace a été développée par Gouesbet et
Gréhan. Il s’agit d’une généralisation à des faisceaux de forme quelconque de la théorie de
Lorenz-Mie décrivant l’interaction d’une onde électromagnétique plane avec une sphère
homogène. Elle est donc appelée théorie de Lorenz-Mie généralisée (acronyme anglais
GLMT: Generalized Lorenz-Mie Theory). Pour une description détaillée et les aspects
techniques de cette théorie, on pourra consulter l’article de revue rédigé par ses auteurs
[49]. Je tenais juste pour ma part à souligner que les effets mécaniques de la lumière
(forces et couples) sont dans cette théorie décrits uniquement par le biais du tenseur des
contraintes de Maxwell. En particulier, la théorie GLMT permet d’unifier les théories
limites de Mie et de Lorenz et de prédire le piégeage de particules de taille quelconque
[50]. Les forces exercées sur des particules multicouches peuvent également être calculées
[51] et la structure réelle non gaussienne du faisceau laser considérée. En effet, la théorie
repose en partie sur la description des faisceaux au moyen de coefficients de forme [52]
(Beam Shape Coefficients) mesurables expérimentalement [53]. Ces effets de la structure
réelle des faisceaux (forte focalisation, polarisation, influence de l’ouverture de l’objectif)
conduisent à des incohérences entre mesures et simulations et ne sont que difficilement
pris en compte dans les évaluations standards des forces [54, 55, 56, 57, 58]. Le tenseur
des contraintes de Maxwell permet donc une évaluation plus précise et unifiée des forces
agissant dans des pincettes optiques. Il en va de même dans le domaine de l’optique du
champ proche.

3.4.2 Champs évanescents

Nous avons évoqué au chapitre précédent les expériences démontrant les effets mé-
caniques des champs évanescents sur des particules. Il suffit de se reporter aux articles
déjà cités pour vérifier que la modélisation de ces effets se fait par l’intermédiaire du
tenseur des contraintes de Maxwell (références [46] à [51] du premier chapitre). La prise
en compte des interactions multiples entre la particule et le champ (diffusion multiple)
est facilitée par cette approche. Il en va de même pour la compréhension du couplage de
la pression exercée par des champs évanescents avec des plasmons de surface dans des
systèmes multicouches [59].

Un dernier point souligne, s’il en était encore besoin, l’utilité du concept de tenseur des
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contraintes électromagnétiques. Cet outil est applicable en théorie quantique des champs
pour calculer les fluctuations quantiques de la pression de radiation [60]. De même, des
liens théoriques existent entre tenseur des contraintes et effet Casimir [61, 62]. Au vu des
applications potentielles de l’effet Casimir dans des dispositifs MEMS [63] et du déve-
loppement de l’optique du champ proche, le champ d’application du formalisme tensoriel
apparâıt donc de plus en plus vaste.

3.5 Conclusion

Nous espérons avoir dans ce chapitre exposé la méthode la plus rigoureuse et générale
de calcul des effets liés à la pression de radiation, hors mécanique quantique. En particulier,
nous avons précisé les forces responsables des déformations d’interface induites par laser,
ainsi que le rôle de l’électrostriction dans ce type d’expériences. Nous allons maintenant
détailler le milieu qui nous a permis de visualiser, pour la première fois directement, des
déformations stationnaires d’amplitudes conséquentes.
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[53] G. Gréhan H. Polaert and G. Gouesbet. Laboratory determination of beam-shape
coefficients for use in generalized lorenz-mie theory. Appl. Opt., 40(10):1699–1706,
2001.

[54] K. Visscher and G. K. Brakenhoff. Theoretical study of optically induced forces on
spherical particles in a single beam trap i: Rayleigh scatterers. Optik, 89(4):174–180,
1992.

[55] K. Visscher and G. K. Brakenhoff. Theoretical study of optically induced forces on
spherical particles in a single beam trap i: Mie scatterers. Optik, 90(2):57–60, 1992.

[56] A. Rosin T. Wohland and E. H. K. Stelzer. Theoretical determination of the influence
of the polarization on forces exerted by optical tweezers. Optik, 102(4):181–190, 1996.

[57] A. Meller T. Tlusty and R. Bar-Ziv. Optical gradient forces of strongly localized
fields. Phys. Rev. Lett., 81(8):1738–1741, 1998.

[58] A. Rohrbach and E. H. K. Stelzer. Optical trapping of dielectric particles in arbitrary
fields. J. Opt. Soc. Am. A, 18(4):839–853, 2001.

[59] S. Chang B. M. Han and S. S. Lee. Enhancement of evanescent field pressure on a
transparent film by coupling to surface plasmons. Optik, 110(11):521–525, 1999.

[60] C-H. Wu and L. H. Ford. Quantum fluctuations of radiation pressure. Phys. Rev. D,
64(045010), 2001.

[61] V. Hushwater. Radiation pressure approach to the repulsive casimir force.
arXiv:quant-ph/9909084 v1, 1999.

[62] I. Brevik J. S. Høye and J. B. Aarseth. Casimir problem of spherical dielectrics:
quantum statistical and field theoretical approaches. Phys. Rev. E, 63(051101), 2001.



3.5 65

[63] R. N. Kleiman D. J. Bishop H. B. Chan, V. A. Aksyuk and F. Capasso. Quantum
mechanical actuation of microelectromechanical systems by the casimir force. Science,
291:1941–1944, 2001.





Chapitre 4

Le milieu et ses caractéristiques
physiques et chimiques. Techniques
expérimentales

Nous avons vu que les déformations induites par la pression de radiation sur des
interfaces classiques étaient de taille nanométrique avec des sources laser continues, ou
nécessitaient l’emploi de sources laser pulsées de haute intensité pour atteindre l’ échelle
du micromètre. Afin de visualiser directement des déformations micrométriques induites
par un laser Ar+ continu, il nous fallait donc pouvoir disposer d’interfaces liquides très
déformables, i.e de très faible tension de surface σ. Pour cela, les interfaces liquides au
voisinage d’un point critique de démixtion sont des systèmes adéquats puisque la ten-
sion de surface tend vers zéro au voisinage du point critique selon la loi de puissance
σ = σ0|T−TC

TC
|2ν avec ν = 0.63 exposant critique dont la valeur est donnée par le groupe de

renormalisation [1]. De plus, pour un écart à la température critique donné, les liquides
supramoléculaires offrent des tensions de surface encore plus basses car l’amplitude cri-
tique de la tension de surface σ0 est inversement proportionnelle au carré de la longueur
de corrélation des fluctuations de densité du mélange ξ+

0 , d’après le rapport universel

R+ =
σ0(ξ+

0
)2

kBTC
[2]. Nous allons donc montrer que les phases micellaires quasicritiques de

microémulsion présentent les propriétés requises pour exacerber les effets de la pression de
radiation sur une interface liquide. Leur appartenance à la classe d’universalité (d=3,n=1)
du modèle d’Ising, à laquelle appartiennent également tous les liquides isotropes, permet
de plus de généraliser les résultats obtenus à toutes les interfaces liquides classiques en
vertu du principe d’universalité.

Après une présentation générale des assemblées de tensioactifs en solution, nous dé-
taillerons la phase micellaire de microémulsion choisie et son diagramme de phases. La
théorie des transitions de phase et des phénomènes critiques nous permettra de calculer
les constantes physiques de la microémulsion (tension de surface, différence de densité
entre les phases, différence d’indice optique) pertinentes pour nos expériences. Nous pré-
senterons enfin le montage expérimental que nous avons utilisé pour réaliser nos études.
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4.1 Phases micellaires d’une microémulsion quasicri-

tique

4.1.1 Structure générale d’une microémulsion

Les molécules de tensioactif, constituées d’une tête polaire hydrophile et d’une châıne
carbonée hydrophobe, ont la particularité de s’associer en solution pour former des agré-
gats de tailles et de formes diverses. La structure du tensioactif (taille de la tête polaire,
longueur de la châıne carbonée) joue un rôle considérable sur la formation de l’assemblage.
La figure (4.1) présente l’évolution de la taille et de la structure des agrégats formés à
partir de deux types différents de tensioactifs en solution [3]. La richesse des structures
obtenues et l’ étude des propriétés thermodynamiques et rhéologiques de ces fluides com-
plexes sont en soi de vastes thèmes de recherches, auxquelles se consacre au laboratoire le
groupe de Pascal Panizza.

Les phases micellaires de microémulsions appartiennent à cette catégorie de fluides
complexes. Ce sont des mélanges liquides possédant des structures supramoléculaires
stables et optiquement isotropes (les phases lamellaires sont elles, par exemple, biréfrin-
gentes). Une microémulsion est obtenue en mélangeant au moins trois constituants: de
l’eau, de l’huile et le tensioactif. Cependant, il faut généralement ajouter un quatrième
constituant, dénommé cotensioactif (souvent un alcool) pour stabiliser le mélange. Lorsque
la fraction volumique d’eau ou d’huile est de quelques pour cent, les molécules de savon
s’adsorbent à l’interface eau-huile pour former une coquille sphérique entourant des gout-
telettes constituées du composant minoritaire. On obtient ainsi une phase micellaire de
microémulsion. Ces micelles (dénommées inverses si elles sont remplies d’eau) sont en sus-
pension dans une phase continue constituée d’huile, de quelques molécules de tensioactifs
et d’une certaine fraction d’alcool. Ce dernier étant généralement choisi pour présenter
des solubilités comparables dans l’eau et dans l’huile, il n’ est pas uniquement localisé
dans le film de tensioactif. et une certaine fraction d’alcool reste dispersée dans la phase
majoritaire. Sa présence dans les deux phases réduit ainsi la rigidité de la coquille de
molécules amphiphiles et stabilise la structure. La figure (4.2) décrit schématiquement la
structure d’une phase micellaire de microémulsion. Dans le cadre de nos expériences, nous
avons utilisé un mélange quaternaire constitué à partir de Sodium Dodécyl Sulfate (SDS)
comme surfactant, n-Butanol-1 comme cosurfactant, de Toluène pour la phase huile et d’
eau ultrapure. Nous allons maintenant décrire les caractéristiques thermodynamiques de
ce mélange.

4.1.2 La microémulsion utilisée

Composition

La composition massique correspondant à 60 g de solution initiale de microémulsion
est donnée dans le tableau (4.1), ainsi que les principales constantes physiques de ses
constituants (à 25 oC).

Au vu des concentrations massiques, ce mélange quaternaire est un mélange riche en
huile. Nous obtenons donc une phase micellaire de microémulsion constituée de micelles
inverses d’eau dispersées dans une phase continue d’huile. La structure microscopique des
micelles obtenues a été établie à partir d’études de diffusion de lumière et de diffusion
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Fig. 4.1 – Evolution typique de la taille et de la structure d’agrégats formés à partir de
tensioactifs. La figure est issue de la référence [3]
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surfactant
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+
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Fig. 4.2 – Description schématique d’une microémulsion constituée de micelles inverses.

de neutrons. En particulier, il a été démontré que le rayon des micelles inverses dépend
essentiellement du rapport massique eau sur savon, noté X = meau

msavon
[4]. Pour la composi-

tion donnée dans le tableau (4.1), ce rapport vaut expérimentalement X = 2.16. Le rayon
moyen des micelles a été mesuré par diffusion de la lumière pour cette valeur de X et vaut
Rmicelles = 40 ± 2 Å, loin de tout point critique. A l’aide des données du tableau (4.1),
nous allons calculer quelques grandeurs relatives à la solution mère qui nous serons utiles
par la suite.

Grandeurs caractéristiques

La composition massique de la solution mère nous permet d’estimer la masse volu-
mique du mélange initial ρ0. Les constituants étant désignés génériquement par l’indice i,
leur masse et masse volumique par mi et ρi :

ρ0 =

∑

i mi
∑

i
mi

ρi

(4.1)

On trouve:

ρ0 = 871.6 kg.m−3 (4.2)

Constituants Masse Concentration Masse volumique Indice
du mélange (g) massique (kg.m−3) optique

SDS 2.5836 4.31 % 1160 1.443
n-Butanol-1 10.05 16.75% 810 1.399

Toluène 41.76 69.6 % 860 1.497
eau 5.6064 9.34 % 1000 1.333

Tab. 4.1 – Composition massique de la solution mère de la microémulsion
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La fraction d’alcool présent dans la coquille micellaire n’étant pas connue, on supposera
abusivement pour simplifier les calculs que tout l’alcool se trouve dispersé dans la phase
continue d’huile. On peut ainsi calculer la masse volumique des micelles ρmicelles et la
masse volumique de la phase continue ρcont.

ρcont =
mBut + mTol

(

mBut

ρBut

)

+
(

mTol

ρTol

) (4.3)

ρmicelles =
mSDS + meau

(

mSDS

ρSDS

)

+
(

meau

ρeau

) (4.4)

Numériquement:

ρcont = 850.3 kg.m−3 (4.5)

ρmicelles = 1045.0 kg.m−3 (4.6)

Deux valeurs sont utiles pour caractériser la concentration de la phase dispersée de
micelles: la fraction massique en micelles c0 et la fraction volumique en micelles Φ0:

c0 =
mmicelles

mtot

= 0.13 (4.7)

Φ0 =
Vmicelles

Vtot

= c0

( ρ0

ρmicelles

)

= 0.11 (4.8)

Nous sommes donc en présence d’une solution relativement peu concentrée en micelles, ce
qui facilite la modélisation des interactions dans le mélange.

Interactions entre constituants du mélange

Dans ce type de suspension, les interactions entre micelles peuvent être représentées
par un potentiel de type sphères dures, auquel s’ajoute une composante attractive à courte
portée entre micelles ( en 1

r6 par exemple) [4]. La distance effective d’interaction entre
les sphères est dominée loin de tout point critique par le rayon du potentiel de sphères
dures. Celui-ci est égal au rayon micellaire dans ces conditions et loin du point critique la
longueur de corrélation des fluctuations de densité ξ+

0 est donc égale au rayon micellaire
Rmicelles. Cette description du milieu permet schématiquement d’assimiler, dans la région
du diagramme de phase qui nous intéresse, le mélange quaternaire à un mélange pseudo-
binaire constitué:

– d’une phase dispersée de sphères d’eau entourées de surfactant et de cosurfactant;

– d’une phase continue d’huile.

Suivant la température et la composition du mélange, il peut se produire une séparation
de phases analogue à celle observée dans des mélanges liquides binaires classiques. Le
mélange initial se sépare en deux phases, l’une riche en micelles (i.e riche en eau), l’ autre
appauvrie en micelles (i.e riche en huile). Nous allons maintenant détailler le diagramme
de phase du système.
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Fig. 4.3 – (a) Représentation de la composition du mélange quaternaire. (b) Coupe selon
un plan de rapport massique X fixé.

4.1.3 Diagramme de phases

Le diagramme de phase d’un mélange quaternaire dépend a priori de cinq variables,
qui sont la température du mélange T, et les quatre fractions volumiques ou massiques des
constituants du mélange. Pour une température T fixée, le diagramme de phase peut être
représenté dans un espace à 3 dimensions en portant selon les axes d’un tétraèdre régulier
les fractions respectives de chacun des constituants (Fig. 4.3(a)). L’ étude expérimentale du
diagramme de phase peut alors se faire en déterminant les limites des zones monophasiques
et polyphasiques dans des coupes données du tétraèdre. Pour l’étude des microémulsions,
on réalise souvent des coupes dans des plans de rapport X = meau

msavon
fixé (Fig. 4.3(b)).

On peut alors adopter pour chacune des coupes une représentation pseudoternaire où l’un
des sommets du triangle est représentatif du mélange de deux des constituants. Dans le
cas de notre microémulsion, le rapport X a été fixé à 2.16 et la coupe correspondante est
donnée pour une température T = 35◦C . La courbe de démixtion séparant la région où
le mélange reste monophasique (partie supérieure à la courbe) et la région où le mélange
devient diphasique (partie inférieure) a été représentée dans le domaine du diagramme
riche en huile et pauvre en eau qui nous intéresse (Fig. 4.4).

Sur cette courbe de démixtion existe un point particulier C, appelé point critique de
démixtion pour lequel le mélange se sépare en deux phases de volumes égaux. Comme il
existe un point critique pour chaque température fixée, la microémulsion présente en fait
une ligne de points critiques de démixtion [5]. La composition de la solution mère a été
déterminée de façon à être critique aux alentours de la température TC = 35◦C. Cependant
l’obtention d’un échantillon critique, pour lequel seul les lois de puissance des transitions
de phase sont applicables, n’est possible qu’en procédant à des dilutions successives.

Recherche d’un échantillon critique

Expérimentalement, les 60 g de solution mère initiale sont répartis dans des tubes à
essai (cinq en l’ occurrence) dans lesquels on rajoute d’infimes quantités de toluène. La
principe de la dilution peut être expliqué par un diagramme où l’on porte par exemple en
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Fig. 4.4 – Diagramme pseudoternaire de notre microémulsion dans le plan X=2.16 pour
une température T = 35◦C. La région monophasique est située au-dessus de la courbe, la
région diphasique au-dessous.
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Fig. 4.5 – Procédure d’obtention d’un échantillon critique par dilutions successives. La
localisation du point critique C est effectuée en comparant les volumes respectifs des phases
après démixtion. Les proportions respectives des deux phases sont indiquées à titre indicatif
suivant la position de la ligne de dilution par rapport au point critique. La phase 1 est la
phase riche en micelles, la phase 2 la phase appauvrie.
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Echantillons Masse (g) de solution mère Ajout (g) de toluène

tube 1 10 0.4200
tube 2 10 0.4361
tube 3 10 0.4688
tube 4 10 0.4851
tube 5 10 0.5016

Tab. 4.2 – Composition massique des différents échantillons réalisés pour obtenir une
solution critique à la température TC = 35◦C. Dans le cas présent, l’échantillon critique
correspond au tube 3.

abscisses les fractions massiques de toluène et en ordonnées les fractions massiques d’alcool
(Fig.(4.4)). Partant d’une composition A’ initiale correspondant à un premier ajout de
toluène, on se déplace sur une ligne de dilution qui intercepte la courbe de démixtion en
un point A. Suivant la position de ce point par rapport au point critique, on obtient des
volumes de phases différents. On obtient dans le cas A une phase 1 riche en eau de volume
plus important, alors que pour une autre composition initiale B, c’est la phase riche en
huile qui est majoritaire. Par dichotomies successives sur la composition initiale, on peut
ainsi déterminer la ligne de dilution interceptant la courbe de démixtion au point critique
C pour la température critique TC .

Le caractère critique de l’ échantillon et sa température critique étant très sensibles à
la composition du mélange, il convient de les déterminer précisément pour chaque dilution
à partir d’une solution mère donnée. A titre indicatif pour montrer l’extrême sensibilité
vis à vis de la composition, on donne les dilutions effectuées pour préparer un échantillon
critique à TC = 35◦C. On notera que les pesées sont effectuées au millième de gramme
grâce à une balance précise à 10−4g près. Les tubes à essai sont ensuite placés dans un
bain thermostaté afin de déterminer la température de démixtion effective, et l’échantillon
critique par comparaison des volumes respectifs des phases démixées.

Mélange pseudo-binaire

Le mélange quaternaire étant assimilable à un mélange binaire, le diagramme de
phases peut aussi être représenté d’une façon tout à fait analogue à celui d’une séparation
de phase liquide-liquide classique. Soit Φ la fraction volumique de micelles:

En représentation (T, Φ), la courbe de coexistence a l’allure de la figure (4.6) (le point
critique étant un point critique bas en température, la courbe est inversée par rapport au
cas d’une séparation liquide-liquide classique).

Partant d’une fraction volumique initiale en micelles Φ0 à une température à T0 < TC ,
lorsqu’on augmente la température du mélange, on franchit la courbe de coexistence et
le système démixte pour T > TC en deux phases de fractions volumiques respectives Φ1

et Φ2. La phase Φ1 étant plus riche en micelles (i.e en eau), elle est plus lourde que la
phase Φ2(ρ1 > ρ2). Son indice optique n1 est lui plus petit que n2, puisque l’indice du
toluène est plus grand que l’indice de l’eau (cf 4.1). La figure (4.7) résume l’ensemble des
notations qui seront utilisées dans la suite de ce travail. Toutes les grandeurs relatives à
la phase i seront indicées par le numéro de la phase: Φi, fraction volumique de micelles, ρi

masse volumique, ni indice optique, µi viscosité dynamique. Nous allons maintenant voir
comment la théorie des phénomènes critiques et des transitions de phase nous permet de
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calculer ces quantités (ou plutôt leurs différences mutuelles), notamment entre à partir de
la largeur de la courbe de coexistence ∆Φ = Φ1 − Φ2 (Fig. (4.6)).

4.1.4 Théorie du voisinage du point critique

Modèle de Landau

Les comportements des propriétés thermophysiques d’un système au voisinage d’un
point critique sont décrits qualitativement par la théorie générale de Landau des transi-
tions de phase du second ordre [6]. Dans cette théorie, l’ énergie libre est décrite autour
du point critique sous la forme d’un développement limité en puissances entières d’une
variable M, le paramètre d’ordre de la transition de phase. Le paramètre d’ordre est une
grandeur passant d’une valeur nulle à une valeur non nulle lors de la transition de phase,
et qui rend compte de la brisure de symétrie se produisant dans le système lors du passage
du point critique. Dans le cas d’une transition de phase liquide-liquide, on peut prendre
comme paramètre d’ordre (scalaire) l’ écart en densité entre les phases M = |ρ1 − ρ2|.
Pour une transition de phase dans des systèmes magnétiques (transition ferromagnétique-

paramagnétique), l’aimantation �M est le paramètre d’ordre, de nature vectoriel dans ce
cas. La dimension du paramètre d’ordre est généralement notée n: n=1 pour un paramètre
d’ordre scalaire, n=2 ou 3 pour un paramètre d’ordre vectoriel. Dans le cas d’une microé-
mulsion critique, le paramètre d’ordre scalaire est la différence des fractions volumiques
de chaque phase en micelles P = |Φ1 − Φ2|.

Dans la théorie de Landau, les comportements des propriétés thermophysiques sont
décrites par des lois de puissance analytique en fonction de l’écart à la température critique
ǫ = T−TC

TC
. Les exposants de ces lois de puissance sont appelés les exposants critiques

classiques de champ moyen des transitions de phase du second ordre. Bien que la théorie
de Landau décrive globalement les phénomènes observés, elle fut mise à mal par la mesure
expérimentale d’exposants critiques non entiers. La théorie du groupe de renormalisation
permet d’expliquer ces valeurs.

Lois d’échelle et universalité

Les théories classiques décrivant les transitions de phase (théorie de Van der Waals
pour les fluides, modèle de Weiss pour le ferromagnétisme ou le modèle de Landau) sont
des théories dites de champ moyen. Elles occultent par construction tous les effets des
fluctuations sur les grandeurs macroscopiques du système. Or au voisinage du point cri-
tique, la longueur de corrélation des fluctuations de densité pour un fluide diverge selon
la loi de puissance:

ξ± = ξ±0

∣

∣

∣

T − TC

TC

∣

∣

∣

−ν

(4.9)

Les indices ± désignent l’approche du point critique depuis l’extérieur de la courbe de co-
existence (+), ou l’intérieur de celle-ci (-). Les amplitudes critiques correspondantes sont
reliées entre elles par la relation ξ+

0 = 2ξ−0 [2]. Les fluctuations peuvent donc devenir très
importantes et la longueur de corrélation plus grande que la portée des interactions mo-
léculaires. Cette nouvelle longueur caractéristique du fluide traduit le comportement col-
lectif des molécules sur des échelles spatiales bien supérieures à la portée des interactions.
L’hypothèse, dite de loi d’échelle, validée par la théorie du groupe de renormalisation,
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Fig. 4.6 – Diagramme de phase de la microémulsion en représentation (T,Φ ). Φ0 est
la fraction volumique initiale du mélange en micelles à T0 < TC ,Φ1 et Φ2 les fractions
volumiques en micelles des phases démixées obtenues pour une température T > TC.
∆Φ = Φ1 − Φ2 est la largeur de la courbe de coexistence.
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Fig. 4.7 – Conventions et notations utilisées pour les différentes variables pertinentes
dans la suite de la thèse: Φi, phase et fraction volumique de micelles, ρi masse volumique,
ni indice optique, µi viscosité dynamique.
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Grandeur Loi Exposant critique
de puissance du modèle d’Ising (d=3,n=1)

Paramètre d’ordre M = M0

(

T−TC

TC

)β

β = 0.325

Différence de densité ∆ρ = ∆ρ0

(

T−TC

TC

)β

β = 0.325

Longueur de corrélation ξ+ = ξ+
0

(

T−TC

TC

)−ν

ν = 0.63

Tension de surface σ = σ0

(

T−TC

TC

)µ

µ = 2ν = 1.26

Longueur capillaire lC = lC,0

(

T−TC

TC

)ν−β

2

ν − β
2

= 0.4675

Viscosité η = η0

(

T−TC

TC

)−η

η = 0.04

Tab. 4.3 – Lois de puissance de différentes grandeurs thermophysiques au voisinage du
point critique et exposants critiques associés de la classe d’universalité (d=3,n=1) du
modèle d’Ising.

est que suffisamment près du point critique, le comportement des propriétés thermophy-
siques du système ne dépend plus du détail de l’interaction moléculaire. La longueur de
corrélation devient la seule longueur pertinente pour décrire la statistique près du point
critique. Dans la lignée de la théorie de Landau, le développement limité de toute grandeur
thermophysique est écrit sous la forme d’un développement en puissances non forcément
entières du paramètre d’ordre, afin de rendre compte des fluctuations de celui-ci.

Une hypothèse supplémentaire d’universalité suppose que la description du système à
l’aide de la longueur de corrélation ne dépend que de la dimension d’espace d du système
et de la dimension n du paramètre d’ordre. Un fluide pur isotrope tridimensionnel, un
système ferromagnétique décrit par une variable scalaire d’aimantation M = ±1 appar-
tiennent donc à la même classe d’universalité (d=3, n=1). Il peut de plus être démontré
que tous les exposants critiques d’un système au voisinage du point critique peuvent être
calculés en fonction des paramètres de dimensionalité d et n [1]. Les résultats obtenus
numériquement pour le système idéal du réseau tridimensionnel de spins d’Ising peuvent
donc être appliqués aux fluides purs isotropes qui appartiennent à la même classe d’uni-
versalité, et pour lesquels l’ hamiltonien n’ est pas connu exactement. On parle donc de
la classe d’universalité (d=3, n=1) du modèle d’Ising. La mesure des comportements des
propriétés thermophysiques des fluides purs (entre autres) a permis de valider de manière
satisfaisante les exposants prédits par la théorie. Le tableau (4.3) donne les lois de puis-
sance associées à différentes grandeurs thermophysiques et les exposants correspondants
du modèle d’Ising pour la classe d’universalité (d=3, n=1). La question a longtemps été
débattue, quant à savoir si le comportement critique des phases micellaires de microémul-
sion quasicritique pouvait être décrit par ce modèle.

4.1.5 Appartenance des phases micellaires à la classe d’univer-
salité (d=3,n=1) du modèle d’Ising

Les phases micellaires de microémulsion sont des fluides plus complexes que les fluides
isotropes classiques. Il est donc légitime de se demander si leur comportement critique
peut être décrit par les exposants critiques du modèle d’Ising (d=3,n=1). Pour notre
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microémulsion, Eric Freysz a montré par des mesures de diffusion de la lumière que la
longueur de corrélation divergeait pour T < TC avec l’exposant critique ν = 0.63 prévu
par la théorie [7]. Ces mesures de la longueur de corrélation ont par ailleurs confirmé
la valeur du rayon micellaire Rmicelles = 40 ± 2 Å. Comme tous les exposants critiques
dépendent uniquement de d et n, cette mesure expérimentale de ν valide l’appartenance
des phases micellaires de microémulsion à la classe d’universalité (d=3, n=1) du modèle
d’Ising. D’autres arguments expérimentaux le confirment.

Hormis les valeurs des exposants critiques, il a été démontré que des rapports uni-
versels reliant les amplitudes critiques entre elles pouvaient être définis. En particulier,
l’amplitude critique de la tension de surface σ0, celle de la longueur de corrélation ξ+

0

et la température critique définissent le rapport universel R+ (où kB est la constante de
Boltzmann et où TC s’exprime en Kelvins ):

R+ =
σ0(ξ

+
0 )2

kBTC

(4.10)

Un certain nombre de travaux expérimentaux ont été réalisés afin de mesurer expérimen-
talement la valeur de ce rapport universel dans des microémulsions. On peut citer en
particulier les mesures de Moldover [2, 8] mais aussi des études plus récentes [9, 10]. Les
valeurs de R+ mesurées sont en total accord avec la valeur estimée par des simulations de
Monte-Carlo [11]:

R+ = 0.37 (4.11)

Nous utiliserons cette valeur pour calculer les tensions de surface par la suite.

L’ existence de ce rapport universel prouve une nouvelle fois que les microémulsions
appartiennent à la classe d’universalité (d=3, n=1). De plus, R+ permet de comprendre
l’origine des très faible tensions de surface mesurées pour des interfaces de phases de
micorémulsion démixées. Non seulement, la tension de surface tend vers zéro quand on se
rapproche du point critique selon la loi de puissance donnée dans le tableau (4.3). Mais
de plus, l’amplitude critique est intrinsèquement déjà faible. En effet:

σ0 =
kBTCR+

(ξ+
0 )2

(4.12)

Or l’amplitude critique de la longueur de corrélation est grande dans les liquides supra-
moléculaires, comparativement aux fluides classiques. Pour notre système, nous avons dit
que ξ+

0 était égal au rayon micellaire et donc:

ξ+
0 = Rmicelles = 40 ± 2 Å (4.13)

Pour une température critique TC = 308K ( TC = 35◦C), on peut donc calculer l’ampli-
tude critique de la tension de surface σ0:

σ0 = 10−4 J.m−2 (4.14)

Cette amplitude critique est d’emblée petite comparée à la tension de surface de l’interface
eau-air à 20◦C:

σeau,air = 72 mJ.m−2 (4.15)
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Comme la tension de surface du ménisque entre les deux phases tend vers zéro au voisinage

du point critique, la valeur est encore diminuée selon la loi de puissance σ = σ0

(

T−TC

TC

)µ

.

Ainsi pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K,

σ(1.5K) = 10−7 J.m−2 (4.16)

Cette valeur est environ un million de fois plus faible que la tension de surface eau-air.
Elle permet de comprendre que, pour des puissances laser continues comparables, les dé-
formations induites par la pression de radiation vont être magnifiées dans nos expériences
par rapport aux déformations nanométriques d’interfaces classiques. Les phases micel-
laires quasicritiques de microémulsion constituent donc bien un système adéquat pour la
visualisation des déformations induites, du fait de leur très faible tension de surface. Nous
allons maintenant donner les autres constantes physiques de la microémulsion, constantes
qui nous seront utiles par la suite pour la modélisation des effets observés.

4.2 Constantes physiques de la microémulsion

4.2.1 Propriétés thermodynamiques

Tension de surface

Le calcul de la tension de surface de l’interface est effectué à partir des formules
données dans le paragraphe précédent, i.e selon la loi de puissance:

σ = σ0

(T − TC

TC

)µ

(4.17)

avec σ0 = 10−4 J.m−2. Le calcul des autres grandeurs thermodynamiques nécessite la
connaissance de la largeur de la courbe de coexistence au voisinage du point critique
∆Φ = Φ1 − Φ2 (Fig. (4.6)), en fonction de l’écart à la température critique T − TC .

Largeur de la courbe de coexistence

La fraction volumique en micelles Φ étant le paramètre d’ordre de la transition de
phase, la largeur de la courbe de coexistence ∆Φ varie suivant la loi de puissance donnée
dans le tableau (4.3):

∆Φ = ∆Φ0

(T − TC

TC

)β

(4.18)

L’amplitude critique de la largeur de la courbe de coexistence, ∆Φ0, peut se calculer en
fonction de la fraction volumique initiale en micelles Φ0 et du rapport universel R+ [12]:

∆Φ0 =
√

16πΦ0R+ (4.19)

Comme nous connaissons la fraction volumique initiale en micelles Φ0 = 0.11, nous pou-
vons donc calculer l’amplitude critique de la largeur de la courbe de coexistence:

∆Φ0 = 1.458 (4.20)

Celle-ci nous permet en particulier d’évaluer la différence de masse volumique entre les
phases, ainsi que leur différence d’indices optiques (voir paragraphe (4.2.2)).
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Différence de densité entre les phases

D’après les lois de puissance données au tableau (4.3), la différence de densité entre
les phases ∆ρ = ρ1 − ρ2 et la largeur de la courbe de coexistence ∆Φ possède le même
exposant critique β. Au premier ordre dans une approximation linéaire, on peut donc
écrire:

∆ρ =
( ∂ρ

∂Φ

)

T
∆Φ (4.21)

Or:

ρ = ρmicellesΦ + ρcont(1 − Φ) (4.22)

Donc:
( ∂ρ

∂Φ

)

T
= ρmicelles − ρcont (4.23)

Compte tenu des valeurs numériques calculées précédemment(Eq.(4.6),(4.5),(4.20)), et de
la relation :

∆ρ0 =
( ∂ρ

∂Φ

)

T
∆Φ0 (4.24)

on peut donc calculer l’amplitude critique du contraste de densité entre les phases:

∆ρ0 = 284 kg.m−3 (4.25)

Dans une approximation linéaire, la différence de densité entre les deux phases sera donc
calculée avec la valeur précédente pour amplitude critique, suivant la loi de puissance:

∆ρ = ρ1 − ρ2 = ∆ρ0

(T − TC

TC

)0.325

(4.26)

Longueur capillaire

Une grandeur importante par la suite pour décrire le comportement de l’interface est
sa longueur capillaire. La longueur capillaire lC est une longueur caractéristique définie
par:

l2C =
σ

∆ρg
(4.27)

où g est l’accélération de la pesanteur. La longueur capillaire tend donc vers zéro au
voisinage du point critique suivant la loi de puissance donnée au tableau (4.3):

lC = lC,0

(T − TC

TC

)0.46

(4.28)

et l’amplitude critique vaut:

lC,0 =

√

σ0

∆ρ0g
(4.29)

Nous reviendrons sur l’importance physique de la longueur capillaire pour la compréhen-
sion des différents régimes de déformation au prochain chapitre. La différence d’indice
optique entre les deux phases peut également être estimée à partir de la largeur de la
courbe de coexistence.
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4.2.2 Propriétés diélectriques

Le calcul des propriétés diélectriques d’un mélange à partir de celles de ses consti-
tuants et de leurs fractions volumiques est un problème délicat [13]. Dans le cas de solutions
fluides diluées, la relation de Clausius-Mossotti est généralement utilisée pour calculer l’in-
dice optique d’une solution. Nous la supposerons donc valable dans notre cas. Elle nous
permet en premier lieu de calculer l’indice optique de la solution initiale.

Indice optique de la solution mère

La relation de Clausius-Mossotti s’écrit en fonction des indices optiques des différents
constituants ni et de leurs fractions volumiques respectives Φi:

n2 − 1

n2 + 2
=

∑

i

n2
i − 1

n2
i + 2

Φi (4.30)

où n désigne l’indice optique de la solution mère. Pour le calcul de la fraction volumique
d’alcool, on supposera abusivement comme précédemment que tout l’alcool est dispersé
dans la phase continue d’huile. Les valeurs des différents indices optiques donnés au tableau
(4.1) nous permettent de calculer l’indice du mélange initial:

n =
√

ǫr = 1.464 (4.31)

Cependant la quantité véritablement importante pour le calcul de la pression de radiation
exercée à l’interface est le contraste d’indice entre les deux phases ∆n = n2 − n1 > 0.

Contraste d’indice entre les deux phases

On suppose que le contraste d’indice entre les deux phases ne résulte que de leur
différence de composition micellaire ∆Φ. Au premier ordre dans une approximation li-
néaire, nous écrirons donc la différence des permittivités diélectriques relatives entre les
deux phases sous la forme :

∆ǫr = ǫr,1 − ǫr,2 = n2
1 − n2

2 =
(∂ǫr

∂Φ

)

T
∆Φ (4.32)

La quantité
(

∂ǫr

∂Φ

)

T
peut être calculée en appliquant la formule de Clausius-Mossotti pour

le mélange constitué de la phase dispersée de micelles et de la phase continue:

ǫr − 1

ǫr + 2
=

ǫr,mic − 1

ǫr,mic + 2
Φ +

ǫr,cont − 1

ǫr,cont + 2
(1 − Φ) (4.33)

Les permittivités diélectriques relatives de la phase dispersée ǫr,mic et de la phase continue
ǫr,cont sont déterminées, encore une fois par Clausius-Mossotti, en les considérant comme
des mélanges d’eau et de SDS (micelles), ou d’huile et d’alcool (phase continue). En
différenciant l’équation (4.33) par rapport à Φ, on trouve:

(∂ǫr

∂Φ

)

T
=

(ǫr + 2)2

3

[ǫr,mic − 1

ǫr,mic + 2
− ǫr,cont − 1

ǫr,cont + 2

]

(4.34)
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Soit numériquement:
(∂ǫr

∂Φ

)

T
= −0.35 (4.35)

La valeur trouvée est bien entendu négative puisque les micelles sont constituées

d’eau, et que l’indice de l’eau est plus petit que celui du toluène. On a donc bien
(

∂ǫr

∂Φ

)

T
<

0. Or il se trouve que la dépendance de la permittivité diélectrique relative du mélange
a été mesurée expérimentalement en fonction de la fraction massique en micelles c. Jean-
Jean a trouvé [14]:

(∂n

∂c

)

T
= −0.11 (4.36)

Soit étant donné l’équation (4.31) et le fait que c = ρmic

ρ0
Φ:

(∂ǫr

∂Φ

)

T
= −0.11 ∗ 2n ∗ ρmic

ρ0

≃ −0.35 (4.37)

compte tenu des valeurs des densités (Eq. (4.5) et (4.6)) et de l’indice (4.31). Notre esti-

mation de
(

∂ǫr

∂Φ

)

T
à partir de la formule de Clausius-Mossotti et la mesure expérimentale

effectuée par Jean-Jean sont donc bien compatibles.
La différence d’indice entre les deux phases peut donc bien être calculée par l’inter-

médiaire de la relation (4.32). Comme le contraste d’indice est faible, on écrira à l’ordre
zéro que les indices sont égaux :

n1 ≈ n2 ≈ n (4.38)

et à l’ordre 1, que leur différence ∆n = n1 − n2 < 0 s’exprime d’après (4.32) comme:

∆n = n1 − n2 ≈
1

2n

(∂ǫr

∂Φ

)

T
∆Φ0

(T − TC

TC

)β

(4.39)

Nous utiliserons cette formule pour estimer la différence d’indice dans la suite de notre
travail. Plus précisément, comme ∆n et ∆ρ ont le même exposant critique β (Eq. (4.26)),
on voit que la quantité ∆n

∆ρ
est une constante indépendante de l’écart à la température

critique critique, de valeur:

(∆n

∆ρ

)

≃
(∂n

∂ρ

)

T,CM
= −6.1 10−4 m3.kg−1 (4.40)

Il conviendra de bien garder en mémoire qu’il ne peut s’agir en toute rigueur que d’une
estimation, au vu des approximations successives effectuées. Néanmoins nous verrons que
l’ordre de grandeur de ce rapport obtenu par le biais de la formule de Clausius-Mossotti
est correct.

Un autre point doit être souligné. L’ exposant critique du contraste d’indice β étant
plus petit que l’exposant critique de la tension de surface µ, la différence d’indice optique
tend vers zéro au point critique moins vite que la tension de surface. Une interface de très
faible tension de surface ne serait pas suffisante pour visualiser les effets de la pression de
radiation si ceux-ci ne restaient pas significatifs. C’est bien le cas pour notre système, car
les indices optiques de l’eau et du toluène sont bien éloignés. Ce critère est également l’un
des critères de choix de ces phases micellaires.

Nous aurons également besoin, au chapitre 8, de connâıtre les propriétés thermiques
de la microémulsion, qui ont été mesurées lors d’études antérieures.
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Constituants Absorption Concentration massique

Toluène αTol = 1.92 10−4 cm−1 69.6 %
eau + SDS αeau = (4.4 ± 0.4) 10−4 cm−1 9.34 %
n-butanol-1 αBut = 7.6 10−4 cm−1 16.75 %

Tab. 4.4 – Valeurs expérimentales de l’absorption à la longueur d’onde λ0 = 5145 Å des
différents constituants du mélange, et rappel de leurs proportions massiques respectives.

4.2.3 Caractéristiques thermiques et diffusives

Nous serons amenés par la suite à évaluer l’élévation de température induite par le
faisceau laser dans l’échantillon. Pour cela, la connaissance du coefficient d’absorption
thermique α de la microémulsion est nécessaire. Celui-ci a été évalué par E. Freysz dans
le cadre d’études portant sur les propriétés optiques non-linéaires de la microémulsion [7].
Les coefficients d’absorption des différents constituants du mélange ont été déterminés
par interférométrie Mach-Zehnder pour la longueur d’onde λ0 = 5145 Å d’un laser argon
ionisé. En particulier, le coefficient d’absorption du SDS pour cette longueur d’onde est
apparu comme étant négligeable. Pour cette raison, l’absorption du mélange eau+SDS
apparâıt dans le tableau (4.4).

Dans le tableau (4.4), les fractions massiques des différents constituants sont rappe-
lées. En effet, l’absorption de la microémulsion est obtenue en pondérant les absorptions
des différents constituants par leur fraction massique. Ainsi on obtient pour notre microé-
mulsion, un coefficient d’absorption:

αth = 3 10−4 cm−1 (4.41)

On voit donc que la microémulsion absorbe peu à la longueur d’onde utilisée. Cette faible
absorption est encore un argument justifiant le choix de notre système de phases micellaires
quasicritiques. A priori, les effets thermiques ne devraient pas trop perturber nos mesures
de déformations induites par pression de radiation, hormis dans un voisinage très proche
du point critique, comme nous le démontrerons au chapitre 8.

En l’absence de mesures spécifiques de la conductivité thermique Λ et de la diffusivité
thermique DT du mélange, nous admettrons dans la suite que celles-ci sont très proches
de celles du constituant majoritaire, le toluène, pour lequel on trouve comme valeurs dans
la littérature [15, 16]:

Λth = 1.28 10−3 W.cm−1.K−1 (4.42)

Dth = 0.882 10−3 cm2.s−1 (4.43)

La viscosité dynamique de la microémulsion initiale a elle été mesurée par Eric Freysz
[7], ainsi que sa dépendance en température dans la zone monophasique:

η(T ) = [1.934 − 0.019T (◦C)] 10−3 kg.m−1.s−1 (4.44)

Du fait de la très faible variation de la viscosité au point critique (exposant η = −0.04),
nous négligerons cet effet par la suite et prendrons donc comme valeur de la viscosité, celle
donnée par la formule (4.45) à la température de démixtion des échantillons TC = 35◦C:

η = 1.269 10−3 kg.m−1.s−1 (4.45)
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La viscosité du milieu n’est guère éloignée de celle de l’eau qui est de l’ordre de ηeau =
10−3 kg.m−1.s−1 aux températures ambiantes.

Cette valeur de la viscosité clôt notre évaluation des grandeurs thermiques et diffusives
caractéristiques de la microémulsion. Un bref récapitulatif en est donné dans le tableau
(4.5).

Absorption αth = 3 10−4 cm−1

Conductivité thermique Λth = 1.28 10−3 W.cm−1.K−1

Diffusivité thermique Dth = 0.882 10−3 cm2.s−1

Viscosité dynamique η = 1.269 10−3 kg.m−1.s−1

Tab. 4.5 – Résumé des propriétés thermiques et diffusives de la microémulsion.

4.2.4 Récapitulatif des variations de certains paramètres en fonc-
tion de l’écart à la température critique

Le tableau (4.6) donne les valeurs des grandeurs physiques utiles à la modélisation des
déformations d’interface (σ tension de surface de l’interface, ∆ρ contraste de densité entre
les phases, lC longueur capillaire de l’interface et ∆n contraste d’indice optique entre les
phases) pour des écarts à la température critique T −TC correspondants à certaines de nos
expériences. En toute rigueur, les lois de puissance ne sont valables que dans un voisinage
proche du point critique. Il pourrait sembler abusif de les utiliser jusqu’à 25 degrés du
point critique, mais du fait de la grande longueur de corrélation dans notre système
supramoléculaire, les effets du point critique se font ressentir loin de celui-ci. La courbe
de coexistence n’ est sans doute plus symétrique très loin du point critique, mais nous
verrons que les valeurs des paramètres estimés permettent de rendre compte fidèlement
des hauteurs des déformations mesurées. L’interface reste suffisamment déformable loin
du point critique, pour que les déformations soient visualisables directement grâce au
montage expérimental que nous allons présenter maintenant.

4.3 Méthodes expérimentales

4.3.1 Conditionnement des échantillons

La préparation de la microémulsion et de l’échantillon critique est la phase la plus
délicate du travail expérimental et conditionne totalement le déroulement des expériences
réalisables (ou non). La composition de la solution mère a été donnée (tableau (4.1)),
ainsi que la composition des différents échantillons obtenus lors de la dilution (tableau
(4.2)). Il va sans dire que la verrerie de chimie doit être d’une propreté irréprochable pour
synthétiser une microémulsion correcte. Au cours de cette thèse, la verrerie utilisée lors
de la préparation de la microémulsion n’a été dévolue qu’à cet usage précis. Les microé-
mulsions critiques sont en effet bien trop sensibles à la présence d’impuretés. En toute
rigueur, il convient d’utiliser des produits chimiques d’une marque donnée, afin de garder
la même qualité et les mêmes impuretés. Le diagramme de phase et les dilutions seraient
à déterminer à nouveau, par exemple lors d’un changement d’échantillon de surfactant.
Nous utilisons bien entendu de l’eau ultrapure (conductivité ρ = 18.2 MΩ.cm) au cours
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T − TC(K) σ(J.m−2) ∆ρ(kg.m−3) lC(µm) ∆n

0.5 3.2 10−8 35.3 9.5 −2.0 10−2

1 7.6 10−8 44.3 13.1 −2.7 10−2

2 1.8 10−7 55.4 18.1 −3.3 10−2

3 3.0 10−7 63.3 21.9 −3.8 10−2

5 5.8 10−7 74.7 27.8 −4.5 10−2

8 1.0 10−6 87.0 34.6 −5.3 10−2

10 1.4 10−6 93.5 38.4 −5.7 10−2

15 2.3 10−6 106.7 46.4 −6.5 10−2

20 3.3 10−6 117.2 53.1 −7.1 10−2

25 4.4 10−6 126.0 59.0 −7.6 10−2

Tab. 4.6 – Valeurs des grandeurs physiques pertinentes (σ tension de surface, ∆ρ contraste
de densité entre les phases, lC longueur capillaire et ∆n contraste d’indice optique) pour
des écarts à la température critique T − TC allant de 0.5 à 25 K.

de la préparation. Cependant, nous avons noté que les rares fois où nous avons dû aller
chercher de l’eau ultrapure dans d’autres laboratoires du campus, les microémulsions pré-
parées n’étaient pas critiques à la température désirée et étaient de qualité moindre. On
est tenté de penser que les impuretés présentes, même en infime quantité, n’étaient pas
les mêmes.

Les pesées doivent être effectuées au millième de gramme près, notamment lors de la
dilution. Cette qualité de la pesée est très importante pour la recherche d’un échantillon
critique. Comme dit précédemment, les tubes à essai étanches sont placés dans un bain
thermostaté. On détermine la température effective de démixtion, ainsi que le caractère
critique de l’échantillon en mesurant les volumes des phases en présence après démixtion.
Une mauvaise pesée entrâıne en général des températures de démixtion trop hautes, ou des
échantillons non critiques. Or ces deux points sont cruciaux pour la suite des expériences.
En effet, un échantillon ”correct”ayant été trouvé, on remplit avec son contenu des cellules
de spectroscopie Hellma de trajet optique déterminé ( 1mm ou 2 mm). La phase de
remplissage doit être effectuée rapidement (généralement à deux personnes) pour limiter
au maximum l’évaporation de la microémulsion. En particulier, comme la salle de chimie
n’est pas climatisée, je peux affirmer qu’aucune série d’expériences valables n’a été réalisée
lors des mois d’été pendant cette thèse. Ceci n’ a rien à voir avec les plages à proximité.
La température ambiante élevée doit engendrer une forte évaporation lors du remplissage.
Les microémulsions synthétisées lors de ces périodes étaient en général de qualité très
médiocre, comparées aux mois d’hiver.

Les cellules de spectroscopie remplies et scellées sont ensuite thermostatées dans un
four dont la température est contrôlée par un régulateur de température. La température
est régulée à 0.05◦C près. On refait donc démixer le contenu des cellules en augmentant
progressivement la température et en observant la lumière diffusée par l’échantillon. Les
fluctuations de la lumière diffusée nous permettent de repérer précisément la température
de démixtion de la cellule. Si l’ échantillon de départ était suffisamment critique et le
remplissage effectué correctement, la température de démixtion de la cellule est voisine
de celle déterminée pour le tube à essai initial. Dans le cas contraire, la température
de démixtion est souvent très supérieure à celle du tube de départ. La différence entre
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une ”bonne” cellule et une ”mauvaise” est la durée d’expérimentation possible. On peut
effectuer des expériences à divers écarts à la température critique T − TC pendant sept à
dix jours avec une bonne cellule. Une mauvaise cellule démixte mal, absorbe beaucoup plus
la lumière (d’où des effets thermiques plus prononcés) et ne dure souvent pas longtemps.
On a donc intérêt à disposer d’un nombre suffisant de cellules et à être particulièrement
attentif à la préparation de la microémulsion. La qualité de la préparation ne peut être
jugée que quelques jours plus tard, et en cas d’échec tout est à recommencer. Après chaque
série d’expériences, la cellule est réagitée et remise à démixer à la même température ou
à une température supérieure. Nous allons maintenant décrire le dispositif expérimental
et la châıne d’acquisition des images de déformations d’interface.

4.3.2 Montage expérimental

Dispositif optique

Le dispositif expérimental est représenté sur la figure (4.8). Partant de la source laser,
une lentille adaptatrice L1 permet de fixer la plage de variation du rayon du faisceau au col
ω0. Un prisme mobile Pr est ensuite utilisé comme agrandisseur de trajet optique. Suivant
sa position et la lentille L1 utilisée, différents rayons sont accessibles pour le faisceau
arrivant par le bas sur la cellule. En effet, comme les déformations d’interface doivent être
indépendantes du sens de propagation du faisceau laser, nous avons adopté un dispositif
permettant de faire arriver le faisceau laser dans les deux sens sur l’interface. Pour ce
faire, le faisceau est divisé entre la voie haute et la voie basse par un cube séparateur
(CS). Le choix de la polarisation initiale par le biais de la lame λ/2 permet d’occulter
complètement l’une des voies, ou de répartir uniformément l’intensité entre elles. Pour le
faisceau arrivant par le haut, le rayon de faisceau est adapté par l’intermédiaire de miroirs
diélectriques mobiles M4 et M5. Les faisceaux haut et bas sont focalisés sur l’interface
par des objectifs de microscope O1 et O2 (grandissement X10, ouverture numérique 0.25)
à longue distance de travail. La cellule de spectroscopie thermostatée dans un four en
laiton est placée sur le trajet des faisceaux. Elle est mobile horizontalement dans les deux
directions et verticalement par le biais de vis micrométriques. La translation verticale est
nécessaire pour contrôler et ajuster la position de l’interface aux points de focalisation des
faisceaux.

Le faisceau issu du laser Argon ionisé est dans son mode gaussien TEM00, longueur
d’onde dans le vide λ0 = 5145 Å. L’onde est faiblement focalisée à l’interface par les ob-
jectifs de microscope, de sorte qu’au voisinage du ménisque la variation en z de l’intensité
I(r,z) peut être négligée. Le profil d’intensité de symétrie cylindrique s’écrit donc sous la
forme:

I(r,z) ≈ I(r) =
2P

πω2
0

exp
(−2r2

ω2
0

)

(4.46)

P désigne la puissance laser incidente contrôlée au bôıtier du laser et ω0 est le rayon
du faisceau au col. La structure gaussienne du faisceau a été vérifiée lors des mesures
des rayons des faisceaux. Suivant la position des éléments optiques mobiles, les rayons
accessibles varient de ω0 = 4.8 à 32.1µm sur la voie du bas et de ω0 = 3.5 à 11.3 µm sur la
voie du haut. Les incertitudes sur la mesure de ces rayons est de 5%. Les pertes dûes aux
différents éléments optiques et à l’absorption dans le milieu nécessitent un étalonnage de
la puissance P à l’aide d’un powermètre. La puissance maximale disponible est d’environ
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Fig. 4.8 – Schéma optique du dispositif expérimental: L1 est une lentille adaptatrice, Pr
un prisme mobile permettant de régler le trajet optique du faisceau et la largeur du faisceau
arrivant par la voie basse. CS désigne un cube séparateur qui divise le faisceau entre les
voies hautes et basses suivant la polarisation. M1, M2, M3 sont des miroirs diélectriques
fixes, M4 et M5 sont des miroirs mobiles qui permettent de régler la largeur du faisceau
arrivant par la voie haute. O1 et O2 sont des objectifs de microscope à longue distance de
travail. C désigne la cellule de spectroscopie thermostatée dans le four.

1.7 W. L’incertitude sur la puissance incidente est de 5%.

Châıne d’acquisition des images

Le dispositif d’acquisition des images est décrit sur la figure (4.9). L’ éclairage de l’in-
terface se fait à l’aide d’une source de lumière blanche LB de luminosité réglable par un
générateur de courant. L’éclairage de l’interface est plus ou moins parallèle car il nécessite
souvent d’être réajusté suivant les conditions expérimentales. La microémulsion étant un
milieu assez turbide, les déformations ne peuvent être visualisées correctement que près
de la face de sortie de la cellule. C’est pour cette raison que la cellule est translatable
horizontalement. L’ éclairage est le plus souvent ajusté de façon ad-hoc pour obtenir un
ménisque net à l’écran. Les déformations sont observées grâce à des objectifs de micro-
scope à longue distance de travail de grandissement (X6 et X10 et X20). Un filtre PA
permet de couper complètement la lumière laser diffusée par le milieu. L’acquisition des
images est effectuée par une caméra CCD standard Hamamatsu (pavé numérique 768 X
576 pixels) reliée directement à un ordinateur. La dynamique temporelle des déformations
a elle été étudiée grâce à une caméra rapide Motionmeter permettant d’acquérir de 50 à
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Fig. 4.9 – Schéma du dispositif d’éclairage et d’acquisition des images: LB source de
lumière blanche, L2 condenseur, D diaphragme, L3 lentille . 03 objectif de microscope à
longue distance de travail. PA filtre coupant la lumière du laser diffusée par le milieu.

1000 images par seconde dans sa mémoire vive. Les images sont ensuite transférées dans
l’ordinateur d’acquisition. Le pavé de la caméra rapide est plus petit (292 X 220 pixels)
que celui de la caméra standard, pour des raisons évidentes de stockage dans la mémoire
vive. Ils ont été tous deux étalonnés en fonction de la position de la caméra en imageant
un micromètre de précision posé au niveau du faisceau laser.

Le milieu et le dispositif expérimental ayant été détaillés, le prochain chapitre sera
consacré aux résultats obtenus pour les déformations d’interface par pression de radiation
sous excitations laser modérées.
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Chapitre 5

Déformations d’interface au stade
linéaire. Etudes statique et
dynamique. Effet de lentille associé.

Nous avons détaillé au chapitre précédent les raisons faisant des phases micellaires
quasicritiques de microémulsion un système adéquat pour l’étude des déformations in-
duites par la pression de radiation d’une onde laser: très faible tension de surface σ au
voisinage du point critique, contraste d’indice important entre les deux phases démixées,
faible absorption à la longueur d’onde utilisée (raie verte λ0 = 5145 Å d’un laser argon
ionisé ). Nous allons dans ce chapitre décrire les déformations observées au stade que
l’on qualifiera de linéaire. Nous verrons en effet par la suite que les déformations induites
sous forte intensité laser ne peuvent plus être modélisées par les équations dérivées dans
ce chapitre. Concrètement notre description n’englobe pas le cas des déformations et ef-
fets non-linéaires engendrés par des faisceaux focalisés de forte puissance, dont l’étude
sera reportée au chapitre 6. De même, l’étude d’éventuels effets thermiques connexes sera
effectuée au chapitre 8.

Nous allons en particulier montrer dans ce chapitre, comment l’identification des pa-
ramètres physiques pertinents du problème, permet de définir un nombre sans dimension
Bo, nombre de Bond optique qui caractérise complètement les déformations observées. En
effet, la hauteur de la déformation peut s’écrire sous la forme du produit d’une hauteur
caractéristique par une fonction universelle F(Bo) du seul nombre de Bond. Le caractère
critique de l’interface nous a permis de valider expérimentalement cette loi d’échelle uni-
verselle. Nous montrerons également l’indépendance du sens des déformations linéaires vis
à vis du sens de propagation du laser et l’étude dynamique des déformations nous permet-
tra en outre de définir un temps caractéristique de croissance. Enfin, alors que l’effet de
lentille associé à la déformation est en général utilisé pour mesurer celle-ci, nous verrons
que dans notre cas il peut être exploité pour créer des lentilles adaptatives contrôlées par
la pression de radiation de l’onde laser.
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5.1 Déformations stationnaires d’interface: exemples,

modélisation et nombre sans dimension caracté-

ristique.

5.1.1 Exemples de déformations typiques observées

Les figures (5.1) et (5.2) présentent des images de déformations typiques d’interface,
observées pour deux écarts à la température critique T − TC = 2K et T − TC = 8K
et deux rayons de faisceaux différents (respectivement ω0 = 14.6 µm et ω0 = 7.5 µm).
La dépendance de la forme générale de la déformation vis à vis du rayon du faisceau
laser incident est clairement visible si l’on compare les deux séries de clichés. Il en est de
même pour l’évolution de la hauteur de la déformation en fonction de la puissance laser P.
Pour chaque série d’images, les profils des déformations ont été représentés sur un graphe
afin de donner les échelles de longueur caractéristiques. Ces profils ont été obtenus après
un traitement numérique des images sous Scion, logiciel d’acquisition et de traitement
d’images. Le repérage du profil de la déformation est effectué par détection des contours
de gradient maximal d’intensité selon les directions verticales et horizontales. Les contours
détectés suivant chaque direction sont ensuite additionnés pour donner le profil total de
la déformation. La détection des gradients dans les deux directions est nécessaire pour
obtenir un profil de déformation bien défini. En effet, le contraste d’intensité n’est pas
uniforme sur l’ensemble de l’image et la détection de contour selon une seule direction
ne permet pas d’extraire un profil complet quand les images sont un peu bruitées. On
remarquera aussi que plusieurs lignes de déformation sont parfois visible au niveau de
l’interface, du fait de réflexions parasites. Ces difficultés expérimentales d’extraction du
contour exact de l’interface justifient les incertitudes apparaissant pour la hauteur de la
déformation sur les courbes.

Dans la suite pour caractériser la déformation, nous avons systématiquement mesuré
la hauteur centrale h(r=0), par rapport au niveau initial de l’interface en z=0 pris comme
référence. L’axe des ordonnées étant par convention orienté vers le haut, la hauteur h(r)
sera négative pour tout r, puisque la déformation est toujours dirigée vers la phase la moins
réfringente, qui est la phase du bas Φ1 dans notre cas. Nous allons maintenant dériver le
modèle donnant le profil de la déformation en fonction des différents paramètres physiques
du problème. Nous reviendrons au paragraphe (1.2.4) sur la simulation numérique des
profils expérimentaux présentés sur les figures (5.1) et (5.2).

5.1.2 Equation régissant la déformation

Le bilan des forces effectué au chapitre 2 et la modélisation de la pression de radia-
tion en termes de contraintes surfaciques nous permettent de dériver l’équation donnant
la hauteur de la déformation. Chaque phase Φi est considérée comme un fluide visqueux
incompressible obéissant à l’équation de Navier-Stokes et à la condition d’incompressibi-
lité:

ρi

[∂�v

∂t
+ (�v · �∇)�v

]

= −�∇p + µi△�v + ρi�g +
1

2
�∇

[

|Ei|2ρi

( ∂ǫi

∂ρi

)

T

]

(5.1)

div �v = 0 (5.2)



5.1 93

R"?"492"oY

R"?"762"oY

R"?":32"oY

/52

/42

/32

2

/82 /62 /42 2 42 62 82

j"
*-
o
+

t"*-o+

Fig. 5.1 – Déformations d’interface observées pour un écart à la température critique
T − TC = 2K et un faisceau laser (arrivant par le bas) de rayon au col ω0 = 14.6µm. Les
puissances laser correspondantes P sont indiquées sur la figure. Les profils de déformations
extraits après traitement des images sont représentés sur le graphe, ainsi que les échelles
de longueur caractéristiques.
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Fig. 5.2 – Déformations d’interface observées pour un écart à la température critique
T − TC = 8K et un faisceau laser (arrivant par le bas) de rayon au col ω0 = 7.5µm. Les
puissances laser correspondantes P sont indiquées sur la figure. Les profils de déformations
extraits après traitement des images sont représentés sur le graphe, ainsi que les échelles
de longueur caractéristiques.
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Compte tenu des remarques effectuées au chapitre 3 sur le rôle du terme électrostrictif, et
du fait que les déformations sont visualisées en régime stationnaire, le gradient de pression
hydrostatique a le temps de s’équilibrer et on peut renormaliser la pression hydrostatique
dans chaque phase:

p∗ = p − 1

2

[

|Ei|2ρi

(∂ǫi

∂ρi

)

T

]

+ ρigz (5.3)

ou encore:
p∗ = p0 + ρigz (5.4)

A l’équilibre, la pression p0 est identique dans chacune des phases Φ1 et Φ2.
La condition sur les contraintes normales à la surface libre entre les deux phases (Eq.

(3.46)) détermine la hauteur de la déformation induite par la pression de radiation. Les
fluides étant des milieux diélectriques linéaires, homogènes et isotropes, le tenseur des
contraintes électromagnétiques s’écrit dans chaque phase Φi en fonction de la permittivité
diélectrique ǫi :

Σe.m,i
zz =

1

2
ǫiE

2 +
B2

2µ0

(5.5)

où E2 et B2 sont les valeurs quadratiques des champs moyennées sur une période optique
T:

E2 =< E2(t) >T B2 =< B2(t) >T (5.6)

Les milieux ne possédant pas de propriétés magnétiques (µi,r = 1), les termes de pression
magnétique s’éliminent. Le saut des contraintes électromagnétiques à l’interface est donc
tout simplement égal à la différence des pressions électrostatiques:

Σe.m,1
zz − Σe.m,2

zz = (ǫ1 − ǫ2)
E2

2
(5.7)

Les déformations étant stationnaires, le tenseur des contraintes visqueuses n’apporte
pas de contribution à la condition (3.48) (ce ne sera pas le cas pour le calcul temporel au
paragraphe (5.4)). On trouve simplement à la surface libre z=h (σ désignant la tension
de surface et κ la courbure de l’interface) :

[

p∗1 − p∗2

]

z=h
= +σκ + (ǫ1 − ǫ2)

E2

2
(5.8)

Soit:

(ρ1 − ρ2)gh = +σκ + (ǫ1 − ǫ2)
E2

2
(5.9)

Pour calculer le champ à l’interface entre les deux diélectriques, on traduit juste le
fait que la norme du vecteur de Poynting dans le milieu 2 doit être égale à l’intensité
incidente que multiplie le coefficient de transmission en énergie T [1]:

|Π2| = ǫ0n2cE
2 = TI(r) (5.10)

Dans le cas des faibles déformations, on prendra comme valeur du coefficient de transmis-
sion T sa valeur en incidence normale. En substituant la valeur de E2 ainsi obtenue dans
l’équation (5.9), celle-ci se réécrit finalement sous la forme:

(ρ1 − ρ2)gh = +σκ +
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I(r) (5.11)
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Dans le cas général, la courbe κ de l’interface s’exprime selon:

κ =
1

r

d

dr

( rh
′

(r)
√

1 + h′(r)2

)

(5.12)

Cependant pour de faibles déformations, on peut se contenter d’une approximation linéaire
à l’ordre 1 en h

′

(r), et assimiler la courbure de l’interface au laplacien transverse de la
hauteur h(r):

κ ≃ △rh(r) (5.13)

La hauteur de la déformation h(r) est alors régie par l’équation différentielle linéaire:

(ρ1 − ρ2)gh(r) − σ△rh(r) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I(r) (5.14)

On gardera bien en mémoire qu’en toute rigueur cette équation n’est valable que pour
de faibles courbures de l’interface, car le bilan des forces de pression de radiation a été
effectué sur l’interface initialement plane. Avant de passer à la résolution de l’équation
(5.14), une analyse de ses différents termes permet de dégager les paramètres physiques
pertinents du problème.

5.1.3 Longueurs et nombre sans dimension caractéristiques

La signification physique de l’équation (5.14) est évidente. Le terme de pression de
radiation prad

prad =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I(r) (5.15)

est le terme moteur de la déformation. Deux forces de retour vers l’équilibre s’opposent à
celle-ci: la poussée d’Archimède, dûe à la différence de densité entre les deux fluides, et la
force de Laplace, qui tend à minimiser l’énergie de surface de l’interface. Pour comparer les
effets de ces deux forces, il est d’usage d’introduire la longueur capillaire lC de l’interface.

Longueur capillaire lC

Comparons donc les ordres de grandeur des termes du membre de gauche de l’équa-
tion (5.14). Si R est la longueur caractéristique sur laquelle les variations de h(r) sont
significatives, alors:

△rh(r) ∼ h

R2
(5.16)

Le rapport du terme de gravité au terme de tension de surface peut donc être évalué
comme:

gravité

tension de surface
=

△ρgh
σh
R2

=
R2

σ
△ρg

(5.17)

La quantité σ
△ρg

est donc homogène au carré d’une longueur, appelé longueur capillaire
de l’interface:

l2C =
σ

△ρg
(5.18)
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Fig. 5.3 – Gouttes de mercure de tailles croissantes déposées sur une surface horizontale.
Le passage d’une forme de goutte relativement sphérique à des formes applaties traduit le
rôle prépondérant de la gravité aux échelles grandes devant la longueur capillaire lC. La
figure est tirée de la référence [3].

Pour caractériser l’importance relative de la gravité et de la tension de surface, il suffit de
comparer la longueur caractéristique R à la longueur capillaire puisque:

gravité

tension de surface
=

(R

lC

)2

(5.19)

Pour une échelle caractéristique de variation R ≪ lC , la force prépondérante est la force
de tension de surface. Les effets de tension superficielle sont donc importants aux petites
échelles. A l’inverse, aux grandes échelles, pour R ≫ lC , les effets de la tension de surface
seront négligeables devant ceux de la gravité. Ce passage d’un régime dominé par les effets
capillaires à un régime dominé par les effets de gravité peut être illustré si l’on regarde la
forme de gouttes de mercure de différentes tailles posées sur une surface horizontale (Fig.
5.3). La plus petite goutte a une forme sensiblement sphérique imposée par la tension de
surface, tandis que les gouttes de plus en plus grosses s’aplatissent du fait de l’influence
croissante de la gravité. La longueur capillaire lC peut aussi être comprise comme une
longueur d’écran, au-delà de laquelle les perturbations d’une interface liquide s’amortissent
[2]. Nous allons donc voir que la longueur capillaire joue un rôle déterminant dans la
description des déformations d’interface induites par la pression de radiation.

Nombre de Bond optique Bo

Le quotient de l’équation (5.19) est généralement appelé nombre de Bond Bo:

Nombre de Bond = Bo =
gravité

tension de surface
=

(R

lC

)2

(5.20)

Un nombre de Bond unité définit la longueur capillaire, échelle à laquelle les effets de ca-
pillarité et de gravité sont du même ordre de grandeur. Or dans nos expériences, l’échelle
caractéristique de variation R est imposée par la distribution spatiale d’intensité du fais-
ceau laser incident, dans le mode gaussien TEM00:

I(r) =
2P

πω2
0

exp
(−2r2

ω2
0

)

(5.21)

On voit donc bien que la longueur caractéristique de variation radiale est le rayon du
faisceau au col ω0. Ainsi le laplacien de la hauteur (5.16) s’évalue comme:

△rh(r) ∼ h

ω2
0

(5.22)
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On peut donc définir un nombre de Bond, que l’on qualifiera de nombre de Bond optique:

Bo =
(ω0

lC

)2

(5.23)

Or la variation de la longueur capillaire en fonction de l’écart à la température critique
T − TC (4.6), et la gamme de rayons de faisceaux ω0 accessibles expérimentalement nous
permettent de travailler continûment depuis les petits jusqu’aux grands nombres de Bond
Bo. Les résultats obtenus dans chaque cas s’interprètent différemment, comme nous allons
le voir maintenant.

5.2 Résultats expérimentaux pour les déformations

stationnaires: les deux régimes asymptotiques et

la loi d’échelle universelle.

5.2.1 Régime petit nombre de Bond optique: Bo ≪ 1

Expression de la déformation

Quand le nombre de Bond Bo est petit devant l’unité, la tension de surface prédo-
mine et les effets de gravité peuvent être négligés. L’équation donnant la hauteur de la
déformation (5.14) devient alors:

−σ△rh(r) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I(r) (5.24)

Cette équation est une équation du type équation de diffusion de la chaleur avec terme
source. En coordonnées cylindriques et compte tenu de la distribution spatiale d’intensité
(5.21), elle se réécrit:

−σ
1

r

∂

∂r

(

r
∂h(r)

∂r

)

=
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) 2P

πω2
0

exp
(−2r2

ω2
0

)

(5.25)

Elle est intégrable une première fois:

r
∂h(r)

∂r
=

2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2πσ

[

exp
(−2r2

ω2
0

)

− 1
]

(5.26)

Cependant l’obtention de la solution finale nécessite d’imposer une condition limite, à
cause de la divergence logarithmique quand r −→ +∞ de toute équation de diffusion en
coordonnées cylindriques. On posera donc:

h = 0 pour r = aCL (5.27)

où aCL est une longueur de coupure. On montrera au paragraphe (5.2.3) que aCL =
2lC
γ

(γ = 1.781 constante d’Euler). La longueur de coupure aCL est donc logiquement
proportionnelle à la longueur capillaire lC , longueur d’écrantage des perturbations de
l’interface [2]. Dans ces conditions, l’équation (5.26) s’intègre sous la forme [4]:

h(r) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

4πσ

[

E1

(a2
CL

a2
0

)

− E1

(r2

a2
0

)

− ln
( r2

a2
CL

)]

(5.28)
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E1 désigne l’exponentielle intégrale d’ordre 1 définie par [5]:

E1(x) =

∫ +∞

x

exp(−u)

u
du (5.29)

et:

a2
0 =

w2
0

2
(5.30)

Or comme le rayon limite aCL = 2lC
γ

et que nous sommes dans le régime Bo = (ω0

lC
)2 ≪ 1:

a2
CL

a2
0

=
8

γ2

l2C
ω2

0

≫ 1 (5.31)

De sorte que:
a2

CL

a2
0

≫ 1 ⇒ E1

(a2
CL

a2
0

)

≃ 0 (5.32)

Comme de plus au voisinage de zéro, le développement limité de E1(x) s’écrit [5]:

E1(x) = − ln(γx) + x (5.33)

où γ = 1.781 est la constante d’Euler, la hauteur sur l’axe de la déformation vaut simple-
ment:

h(0) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

4πσ
ln

(

γ
a2

CL

a2
0

)

(5.34)

La hauteur de la déformation est donc proportionnelle à la puissance laser incidente P,
et non à l’intensité laser I = 2P

πω2
0

. Le régime Bo ≪ 1 correspond donc à un régime non

local de déformation. Ce comportement peut facilement compris dans l’espace de Fourier,
en considérant la composante de Fourier I(q) de l’intensité associée à un vecteur d’onde
d’excitation q. Si la gravité est négligeable,

σ∆h(r) ∝ I(r) (5.35)

conduit à

h(q) ∝ I(q)

q2
(5.36)

Dès lors, la non-localité de la réponse est clairement illustrée par la divergence du mode
q=0. Ce n’est plus la longueur caractéristique ω0 du faisceau excitateur qui pilote la dé-
formation, mais une longueur plus grande, caractéristique du milieu. Cette autre longueur
ne peut être que la longueur capillaire lC , comme le prouve la réécriture de l’équation
(5.34) sous la forme:

h(0) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)P

l2C

1

4π∆ρg
ln

(

γ
a2

CL

a2
0

)

(5.37)

La formule peut encore être simplifiée, compte tenu du fait que:

n1 ≃ n2 (5.38)

et qu’ au premier ordre:

n1 − n2 ≃
(∂n

∂ρ

)

T
∆ρ (5.39)
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On trouve en définitive:

h(0) =
(∂n

∂ρ

)

T

1

4πcg
ln

(4

γ

l2C
a2

0

)P

l2C
(5.40)

L’expression (5.40) montre que la longueur capillaire est bien comme attendu la longueur
caractéristique des déformations dans le régime petit nombre de Bond. Le préfacteur
(

∂n
∂ρ

)

T
est une constante qui peut être évaluée par le biais de la formule de Clausius-

Mossotti (cf chapitre 4), car le contraste de densité et le contraste d’indice présentent le

même comportement critique. Au passage, on vérifie que h(0) < 0 car
(

∂n
∂ρ

)

T
< 0, la

phase la plus dense Φ1 étant la moins réfringente. La formule (5.40) prévoit donc une loi
d’échelle en P

l2
C

pour la hauteur de la déformation (la dépendance logarithmique est faible),

comportement que nous avons vérifié expérimentalement.

Courbes expérimentales

Pour nous placer dans le cas Bo = (ω0

lC
)2 ≪ 1, nous avons travaillé loin du point

critique 8 ≤ T − TC ≤ 25K avec des faisceaux relativement focalisés. Les figures (5.4),
(5.5) et (5.6) présentent les résultats obtenus avec un rayon de faisceau égal respectivement
à ω0 = 5.3µm, ω0 = 6.3µm et ω0 = 7.5µm. Pour chaque rayon, les expériences ont été
réalisées à cinq écarts à la température critique différents: T−TC = 8,10,15,20,25K. Pour
illustrer le fait que la longueur capillaire lC est véritablement la longueur caractéristique,
nous avons d’abord tracé la hauteur de la déformation en fonction de P

ω2
0

. Pour chaque

rayon, la variation de la hauteur est bien linéaire mais avec des pentes distinctes suivant
la température. En revanche, quand on reporte les données en fonction de P

l2
C

, elles se

regroupent bien selon une droite unique commune à tous les écarts à la température
critique. Les régressions linéaires effectuées sur chaque distribution de données valident
donc la formule (5.40). Celle-ci prévoit de plus que la pente de la droite doit être faiblement
dépendante du rayon du faisceau, du fait du caractère non local des déformations et de
la faible correction logarithmique dans (5.40). Expérimentalement ce point est également
vérifié comme le montre la figure (5.7). Aux incertitudes expérimentales près, l’ensemble
des données correspondant aux expériences réalisées loin du point critique pour les trois
rayons ω0 = 5.3, 6.3 et 7.5 µm, peut bien être représenté par une droite unique, comme
celle obtenue par régression linéaire tracée sur la figure (5.7).

Nous avons vu que la variation de la longueur capillaire en fonction de l’écart à
la température critique nous a permis de valider la loi d’échelle (5.40). Cependant le
régime Bo ≪ 1 correspond en fait au cas des déformations d’interfaces classiques ([6])
pour lesquelles les effets de gravité sont en général négligés devant les effets capillaires.
La particularité de notre système expérimental est justement de pouvoir nous permettre
de travailler dans le régime opposé où les effets de tension de surface sont totalement
négligeables, i.e dans le cas Bo ≫ 1.

5.2.2 Régime grand nombre de Bond optique Bo ≫ 1

Expression de la déformation

Quand le nombre de Bond Bo est grand devant l’unité, les effets de la tension de
surface deviennent négligeables et les effets de gravité prédominent. L’équation donnant
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dans le régime Bo ≪ 1. Le rayon du faisceau vaut ω0 = 5.3µm et les écarts
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des données validant la loi théorique (5.40).
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Fig. 5.5 – Légende identique à celle de la figure (5.4). Seule la valeur du rayon du faisceau
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0

5

10

15

20

25

0 4 104 8 104 1.2 105

w0 = 5.3 µm

w0 = 6.3 µm

w0 = 7.5 µm

h
(µ

m
)

P / l
C

2 (W/cm²)

Fig. 5.7 – Loi d’échelle en P
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la hauteur de la déformation (5.14) devient alors:

(ρ1 − ρ2)gh(r) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I(r) (5.41)

On voit donc que l’équation différentielle n’a même plus besoin d’être intégrée et que la
hauteur de la déformation est directement proportionnelle à l’intensité laser incidente.
Dans le cas Bo ≫ 1, nous sommes donc dans un régime local de déformations. Dans
l’espace de Fourier, on a en effet h(q) ∝ I(q). On vérifie une nouvelle fois le signe de h(r),
négatif pour tout r. La hauteur sur l’axe h(0) vaut:

h(0) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) I(0)

△ρg
(5.42)

Avec les mêmes approximations qu’en (5.38) et (5.39), on peut la réécrire sous la forme:

h(0) =
(∂n

∂ρ

)

T

I(0)

cg
(5.43)

Pour une intensité laser donnée, la hauteur de la déformation doit être indépendante
du rayon du faisceau laser incident ω0, comme le montrent les résultats expérimentaux
obtenus.

Courbes expérimentales

Pour obtenir de grands nombres de Bond Bo = (ω0

lC
)2 ≫ 1, il faut travailler rela-

tivement près du point critique (longueur capillaire lC petite) avec des faisceaux laser
peu focalisés. Ces conditions rendent l’expérimentation délicate. En premier lieu, le ca-
ractère critique de l’échantillon est encore plus primordial pour la qualité des expériences
quand on se rapproche du point critique. Ensuite, nous verrons au chapitre 5 que dans
un voisinage proche du point critique (typiquement 0.5 ≤ T − TC ≤ 3K) peuvent exister
des effets thermocapillaires dûs à la faible absorption thermique du milieu et à la dépen-
dance en température de la tension de surface σ. Les déformations thermocapillaires qui
en résultent ne permettent plus de mesurer les effets de la pression de radiation seule
pour de fortes puissances du laser. Ces effets thermocapillaires limitent donc la plage des
puissances accessibles près du point critique. Pour cette raison, les courbes présentées
correspondent à des expériences effectuées à T − TC = 1.5K et T − TC = 2K, tempéra-
tures pour lesquelles les effets thermiques n’étaient notables qu’aux puissances maximales
(exclues des points expérimentaux bien entendu). De plus, travailler avec des faisceaux
laser peu focalisés équivaut à travailler avec de faibles intensités. Comme la hauteur de
la déformation est proportionnelle à l’intensité d’après (5.43), les déformations observées
seront de faible amplitude et l’incertitude relative sur les mesures supérieure.

Les résultats obtenus sont présentés sur la figure (5.8) pour l’écart à la température
critique T − TC = 1.5K et sur la figure (5.9) pour T − TC = 2K. Sur chaque graphe,
la hauteur de la déformation est reportée en fonction de P

ω2
0

(intensité à un facteur 2
π

près), pour des rayons de faisceaux ω0 compris entre 14.6 et 32.1 µm. On constate tout
d’abord que la variation est bien linéaire comme l’illustrent les régressions linéaires (tracées
en pointillés) effectuées sur les données expérimentales. De plus, si les pentes sont bien
distinctes pour les plus petits rayons de faisceau (petits nombres de Bond), l’écart diminue
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au fur et à mesure que le nombre de Bond augmente. Ainsi, les points expérimentaux
correspondants aux plus grands nombres de Bond (Bo = 3.4 et 4.1 pour T − TC = 1.5K;
Bo= 1.9, 2.6 et 3.1 pour T − TC = 2K) se regroupent sur une droite limite (tracée
en traits pleins sur chaque figure), prédite par l’équation (5.43). De plus, le préfacteur
(∂n

∂ρ
)T présent dans l’équation (5.43) étant indépendant de la température, la hauteur

de la déformation doit être indépendante de l’écart à la température critique dans le
régime Bo ≫ 1. Nous avons donc reporté sur la figure (5.10) les points expérimentaux
correspondants aux plus grands nombres de Bond pour chacune des deux températures,
soit Bo= 3.4 et 4.1 pour T − TC = 1.5K et Bo = 1.9, 2.6 et 3.1 pour T − TC = 2K.
On constate qu’aux incertitudes expérimentales près, il est légitime de considérer que la
hauteur de la déformation ne dépend pas de l’écart à la température critique dans le
régime local de déformations prédit pour les grands nombres de Bond.

La très faible tension de surface de l’interface entre les phases micellaires démixées
nous a permis de mettre en évidence un régime local de déformations pour les grands
nombres de Bond, régime dans lequel la hauteur de la déformation est proportionnelle
à l’intensité laser incidente I et non plus à la puissance P comme dans le cas des petits
nombres de Bond. Les cas Bo ≪ 1 et Bo ≫ 1 caractérisés expérimentalement ne sont en
fait que des cas limites asymptotiques. Nous allons maintenant montrer que la hauteur
de la déformation peut s’exprimer en fonction du seul nombre de Bond Bo sous la forme
d’une loi d’échelle universelle.

5.2.3 Loi d’échelle et universalité

Fonction caractéristique

L’ équation (5.14) peut être intégrée dans le cas général. Le faisceau laser étant dans
le mode gaussien TEM00, le second membre de (5.14) s’écrit:

(ρ1 − ρ2)gh(r) − σ△h(r) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) 2P

πω2
0

exp
(−2r2

ω2
0

)

(5.44)

Comme dans de nombreux problèmes en symétrie cylindrique, une méthode classique de
résolution analytique est d’effectuer une transformée de Fourier-Bessel. Cette transformée
est l’analogue de la transformée de Fourier classique, mais elle tient compte de la symétrie
cylindrique du problème par l’intermédiaire de la fonction de Bessel d’ordre zéro J0. La
déformation h(r) est décomposée sur les modes propres h̃(k) selon:

h(r) =

∫ +∞

0

h̃(k)J0(kr)kdk (5.45)

Les composantes de Fourier-Bessel du laplacien de h(r) s’écrivent simplement comme:

˜△h(k) = −k2h̃(k) (5.46)

Cette transformée est particulièrement adaptée à la résolution des problèmes faisant in-

tervenir des structures gaussiennes de faisceau. En effet, la décomposition de exp
(

−2r2

ω2
0

)

selon les modes de Fourier-Bessel est aisée et s’écrit [5]:

exp
(−2r2

ω2
0

)

=
ω2

0

4

∫ +∞

0

exp
(−ω2

0k
2

8

)

J0(kr)kdk (5.47)
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Fig. 5.8 – Variation expérimentale de la hauteur de la déformation
dans le régime Bo � 1. L’ écart à la température critique T − TC =
1.5K (lC = 15.8µm) et les rayons de faisceau croissants valent ω0 =
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Bond correspondants sont donnés en encart. La droite en trait plein illustre la pente limite
prédite par l’équation (5.43) et atteinte pour les deux plus grands rayons de faisceau de
la série, i.e les deux plus grands nombres Bo= 3.4 et 4.1.
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formation est bien indépendante de l’écart à la température critique, comme l’atteste la
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En reportant (5.45), (5.46) et 5.47 dans l’équation (5.44), on trouve que les composantes
h̃(k) valent:

[(ρ1 − ρ2)g + σk2]h̃(k) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2π
exp

(−ω2
0k

2

8

)

(5.48)

La hauteur h(r) de la déformation s’écrit donc sous la forme (△ρ = (ρ1 − ρ2) désignant
la différence de densité entre les deux phases):

h(r) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2π

∫ +∞

0

J0(kr)kdk
exp

(

−ω2
0
k2

8

)

△ρg + σk2
(5.49)

Cette formule donne le profil général de la déformation induite par la pression de radiation.
La hauteur au centre en r=0 qui nous intéresse plus particulièrement vaut:

h(0) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2π

1

△ρg

∫ +∞

0

kdk
exp

(

−ω2
0
k2

8

)

1 + k2l2C
(5.50)

On a factorisé par △ρg pour faire apparâıtre la longueur capillaire lC dans l’intégrale. Par
changement de variables u = k2, celle-ci peut être transformée en une intégrale tabulée:

∫ +∞

0

kdk
exp

(

−ω2
0
k2

8

)

1 + k2l2C
=

1

2l2C

∫ +∞

0

du
exp

(

−uω2
0

8

)

u + 1
l2
C

(5.51)
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En effet, l’intégrale au second membre de (5.51) s’exprime en fonction de l’exponentielle
intégrale d’ordre 1, E1, définie par l’équation (5.29):

∫ +∞

0

exp(−µx)

x + β
dx = exp(βµ)E1(βµ) (5.52)

La déformation sur l’axe h(0) s’exprime donc comme:

h(0) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2π△ρg

1

2l2C
exp

( ω2
0

8l2C

)

E1(
ω2

0

8l2C
) (5.53)

Soit en fonction de l’intensité I = 2P
πω2

0

:

h(0) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) I

△ρg

ω2
0

8l2C
exp

( ω2
0

8l2C

)

E1(
ω2

0

8l2C
) (5.54)

On voit donc que le nombre de Bond Bo = (ω0

lC
)2 apparâıt naturellement dans l’expression

analytique de la hauteur de la déformation en r=0. Celle-ci s’écrit simplement sous la
forme du produit d’une hauteur caractéristique par une fonction F(Bo) du seul nombre
de Bond Bo:

h(r = 0) = h(Bo ≫ 1) ∗ F (Bo) (5.55)

avec

F (Bo) =
Bo

8
exp

(Bo

8

)

E1

(Bo

8

)

(5.56)

et

h(Bo ≫ 1) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) I(0)

△ρg
(5.57)

Le préfacteur devant la fonction universelle F(Bo) n’est autre que la hauteur sur l’axe de la
déformation dans le régime à grand nombre de Bond (Eq. (5.42)), notée pour cette raison
h(Bo ≫ 1). Dans le cas général, la hauteur de la déformation s’écrit donc sous une forme
compacte particulièrement simple. h(Bo ≫ 1) est la hauteur qu’aurait la déformation si
les effets de tension de surface étaient négligeables. Son expression incorpore donc toutes
les informations caractérisant la déformation dans ce cas: différences d’indice optique et
de densité entre les deux liquides en présence, intensité de l’onde laser incidente. F(Bo) est
un facteur correctif prenant en compte les effets comparés de la tension de surface et de la
gravité. En particulier, on peut retrouver les régimes asymptotiques décrits précédemment
en effectuant un développement limité de F(Bo) dans les deux cas limites.

Régime Bo ≫ 1

Le développement est particulièrement simple puisque F(Bo) tend vers 1 pour les
grands nombres de Bond [5]. L’équation (5.55) est bien alors équivalente à l’expression de
la hauteur de la déformation dans le régime asymptotique Bo ≫ 1 (Eq. (5.42)).

Régime Bo ≪ 1

Dans les autres cas, F(Bo) < 1, ce qui traduit bien le fait que la tension de surface
s’oppose à la déformation de l’interface. Quand la tension de surface prédomine pour
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Bo ≪ 1, on peut développer F(Bo) à l’ordre 1 en Bo, compte tenu du développement de
l’exponentielle intégrale E1 donné à l’équation (5.33):

F (Bo) = −Bo

8
ln(γ

Bo

8
) + O(Bo) (5.58)

Ainsi:

h(0,Bo ≪ 1) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

4πσ
ln

( 8

γBo

)

(5.59)

En identifiant cette équation avec l’expression (5.34) obtenue au paragraphe (5.2.1) par in-
tégration directe, on trouve bien comme annoncé que la longueur de coupure aCL adéquate
vaut:

aCL =
2lC
γ

(5.60)

Nous allons maintenant montrer que le caractère critique de l’interface nous a permis de
valider expérimentalement la loi d’échelle (5.55) en faisant varier continûment le nombre
de Bond Bo caractéristique sur près de trois ordres de grandeur.

Courbe universelle

La courbe de la figure (5.11) présente l’ensemble des mesures de hauteur de défor-
mations effectuées. Nous avons porté en ordonnées la hauteur adimensionnée H(Bo) =

h(0)
h(Bo≫1)

en fonction du nombre de Bond caractéristique de l’expérience. Les incertitudes
expérimentales reportées correspondent aux incertitudes concernant les paramètres du
faisceau incident (rayon et puissance), aux incertitudes de mesures sur la hauteur de la
déformation et à l’incertitude sur la valeur de la tension de surface de l’interface. L’in-
certitude expérimentale est maximale pour les mesures effectuées au voisinage du point
critique (grandes valeurs du nombre de Bond), comme expliqué au paragraphe (5.2.2). La
courbe en trait plein représente la fonction caractéristique F(Bo) définie par l’équation
(5.56) et on peut constater le bon accord entre la théorie et les expériences réalisées. La
figure (5.12) correspond au même graphe que la figure (5.11) mais en échelles logarith-
miques cette fois-ci. Elle souligne le fait que nos expériences balayent continûment près
de trois ordres de grandeur en nombre de Bond Bo et deux ordres de grandeur pour la
hauteur adimensionnée H(Bo). La loi d’échelle prédite par l’équation (5.55) a donc été
vérifiée sur une large gamme de paramètres. Son caractère universel est aussi attesté par
le point de mesure issu de la référence [6] reporté sur la figure (5.12). Sakai et al. ont en
effet mesuré indirectement à température ambiante une déformation induite par un laser
Argon ionisé (rayon au col et de puissance P=300 mW) à l’interface eau-air. Cette mesure,
correspondant à un nombre de Bond Bo = 2.8 10−3, se trouve être en parfait accord avec
nos mesures et la loi d’échelle prédite par l’équation (5.55).

Ainsi la courbe de la figure (5.12) peut être vue comme une abaque. Connaissant les
propriétés des fluides de part et d’autre de l’interface et la tension de surface, la hauteur
de la déformation induite par la pression de radiation peut être prédite suivant les para-
mètres de l’excitation laser (rayon ω0, intensité I). Inversement toute mesure (directe ou
indirecte) de la hauteur constitue bien une mesure sans contact de la tension de surface, ce
qui valide l’utilisation des déformations induites par laser comme outil de caractérisation
d’interfaces. Le procédé est extensible aux milieux viscoélastiques (cellules biologiques),
comme dit dans le chapitre introductif. Le caractère critique de l’interface entre nos deux
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Fig. 5.11 – Variation de la hauteur adimensionnée H(Bo) en fonction du nombre de Bond
Bo. La courbe pleine représente la fonction F(Bo) définie à l’équation (5.56).
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Fig. 5.12 – Même graphe que la figure précédente mais en échelles logarithmiques. Le
carré (�) correspond à une mesure donnée dans la référence [6] pour l’interface eau-air.
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phases micellaires nous a donc permis de caractériser les déformations d’interface induites
par laser sur une très large gamme de variation. Le principe d’ universalité des phénomènes
critiques rend nos résultats applicables pour tous les systèmes de la classe (d=3,n=1) du
modèle d’Ising, à laquelle appartiennent en particulier tous les fluides isotropes. Nos expé-
riences constituent donc un nouvel exemple de l’utilité de combiner phénomènes critiques
et hydrodynamique pour explorer de plus larges portions de l’espace des phases d’un phé-
nomène [7, 8, 9, 10, 11]. En particulier dans notre cas, le régime local de déformations à
grand nombre de Bond a ainsi pu être mis en évidence pour la première fois.

5.2.4 Profils des déformations

L’équation (5.49) donne le profil général de la déformation de l’interface sous l’effet
de la pression de radiation. On peut la réécrire sous la forme (avec n1 ≃ n2):

h(r) =
(n1 − n2

ρ1 − ρ2

) P

2πcg

∫ +∞

0

J0(kr)
exp

(

−ω2
0
k2

8

)

1 + k2l2C
kdk (5.61)

Dans cette formule, tous les paramètres sont déterminés et connus avec précision, hormis
le préfacteur. Nous avons en effet insisté au chapitre précédent sur les hypothèses discu-
tables que nous avions prises pour évaluer la différence d’indice entre les deux phases. Par
l’intermédiaire de la relation de Clausius-Mossotti, nous avions estimé:

(n1 − n2

ρ1 − ρ2

)

≃
(∂n

∂ρ

)

T,CM
= −6.1 10−4 m3.kg−1 (5.62)

Il se trouve que l’ensemble de nos mesures nous permet de déterminer ce seul paramètre
”libre” plus précisément. En effet, la hauteur adimensionnée H(Bo) = h(0)

h(Bo≫1)
étant re-

présentée par la fonction F(Bo) définie précédemment en (5.56), une régression par la
méthode des moindres carrés sur l’ensemble de nos données expérimentales nous donne la

valeur de
(

∂n
∂ρ

)

T
cohérente avec nos mesures. On trouve ainsi:

(∂n

∂ρ

)

T,exp
= −1.2 10−4 m3.kg−1 (5.63)

On s’aperçoit donc que la formule de Clausius-Mossotti donnait un ordre de grandeur
correct de cette constante, mais que sa valeur réelle est tout de même cinq fois plus faible
que celle que nous avions estimé a priori.

Le préfacteur apparaissant dans l’équation (5.61) étant maintenu connu, nous pouvons
vérifier que les profils expérimentaux de déformations sont bien décrits par cette formule
théorique. Nous avons donc repris les profils présentés sur les figures (5.1) et (5.2) et nous
leur avons superposé les profils théoriques obtenus après intégration numérique de (5.61).
On constate sur les figures (5.13) et (5.14) le bon accord entre la théorie et l’expérience.

Cette simulation de profils clôt la partie consacrée à la modélisation des déformations
d’interface. Pour des raisons chronologiques et ”historiques”, l’ensemble de ces résultats
a été obtenu avec un faisceau laser interceptant l’interface de bas à haut. Il nous reste
à vérifier, qu’au stade linéaire, les déformations d’interface induites par la pression de
radiation sont bien indépendantes du sens de propagation du faisceau laser.
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Fig. 5.13 – Profils expérimentaux de déformations (◦) extraits après traitement d’images
pour un écart à la température critique T−TC = 2K et un rayon de faisceau ω0 = 14.6µm.
La puissance laser vaut successivement P = 270, 540 et 810 mW. Les profils théoriques
calculés avec la formule (5.61) sont représentés en trait plein.
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Fig. 5.14 – Profils expérimentaux de déformations (◦) observés à T − TC = 8K pour
rayon de faisceau ω0 = 7.5µm. P= 300, 600 et 900 mW. Les profils théoriques calculés
avec la formule (5.61) sont représentés en trait plein.
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5.3 Indépendance des déformations linéaires vis à vis

du sens de propagation du faisceau laser

5.3.1 Résultats expérimentaux

Nous avons expliqué, au paragraphe (2.4.2), que le sens des déformations de l’inter-
face sous l’effet de la pression de radiation était indépendant du sens de propagation du
faisceau. En effet, dans l’écriture de la condition de saut du tenseur des contraintes élec-
tromagnétiques à l’interface entre les deux diélectriques n’interviennent que les grandeurs
scalaires que sont la norme du champ |E|2 et la différence des permittivités diélectriques
(ǫ1 − ǫ2). L’équation (5.9) est donc valide, quel que soit le sens du faisceau:

(ρ1 − ρ2)gh = +σκ + (ǫ1 − ǫ2)
|E|2
2

(5.64)

Par contre, pour calculer le champ à l’interface entre les deux diélectriques, il faut tenir
compte du fait que le faisceau se propage du milieu 2 vers le milieu 1, de sorte que la
condition de passage sur la norme du vecteur de Poynting (5.10) s’écrit maintenant:

|Π1| = ǫ0n1cE
2 = TI(r) (5.65)

On aura donc en définitive:

(ρ1 − ρ2)gh(r) − σ△h(r) =
2n2

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I(r) (5.66)

Cette équation est identique à l’équation (5.44), à un facteur n1

n2
près pour le second

membre. Les déformations doivent donc toujours être dirigées vers le milieu le moins
réfringent, soit la phase inférieure Φ1 dans notre cas. Leur profil est de même régi par:

h(r) =
2n2

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2π

∫ +∞

0

J0(kr)kdk
exp

(

−ω2
0
k2

8

)

△ρg + σk2
(5.67)

équation générale de la déformation identique, au facteur n1

n2
près, à l’équation (5.49).

Nous avons donc voulu vérifier expérimentalement l’indépendance des déformations
linéaires par rapport au sens de propagation. Pour ce faire, nous avons inversé le sens de
propagation du faisceau en modifiant sa polarisation initiale à la sortie de la source laser.
En effet, en jouant sur la polarisation, un cube séparateur nous permet de travailler soit sur
la voie basse, soit sur la voie haute du montage expérimental (Fig. (4.8)). Les gammes de
rayons de faisceau accessibles sont similaires sur les deux voies. Nous avons donc effectué
une série d’expériences avec un faisceau laser incident par le haut, pour différents écarts
à la température critique T − TC compris entre 3 et 18 K. Des exemples de déformations
observées pour les deux températures extrêmes sont présentées sur les figures (5.15) et
(5.16), pour des faisceaux de rayons au col respectivement égaux à ω0 = 7.4µm et ω0 =
4.3µm. On constate que les déformations sont effectivement toujours bien dirigées vers la
phase Φ1 la moins réfringente. De plus, les profils des déformations sont similaires à ceux
précédemment observés pour l’autre sens de propagation. Après traitement numérique des
images, on peut d’ailleurs comparer les profils extraits aux profils théoriques calculés à
partir de l’équation (5.67). Nous l’avons fait pour les images des figures (5.15) et (5.16)
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Fig. 5.15 – Déformations d’interface observées pour un écart à la température critique
T −TC = 3K et un faisceau laser incident par le haut (sens de propagation indiqué par la
flèche pleine), de rayon au col ω0 = 7.4µm. Les puissances laser correspondantes P sont
indiquées sur la figure. Les profils de déformations extraits après traitement des images
sont représentés sur le graphe (◦), de même qu’en trait plein les profils théoriques calculés
à partir de l’équation (5.67).



114 Chapitre 5

/62

/52

/42

/32

2

/62 /42 2 42 62

j"
*-
o
+

t"*-o+

R"?"962"oY

R"?"3452"oY

R"?";;2"oY

Fig. 5.16 – Déformations d’interface observées pour un écart à la température critique
T − TC = 18K et un faisceau laser incident par le haut de rayon au col ω0 = 4.3µm.
Les puissances laser P sont indiquées sur la figure. Les profils de déformations extraits
après traitement des images sont représentés sur le graphe, (◦), et comparés aux profils
théoriques (en trait plein) calculés à partir de l’équation (5.67).
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Fig. 5.17 – (a) Variation expérimentale de la hauteur de la déformation sur l’axe en
fonction de l’intensité laser incidente pour la série correspondant aux images de la figure
(5.15), i.e pour un écart à la température critique T − TC = 3K et un rayon de faisceau
ω0 = 7.4µm. (b) Idem pour les images de la figure (5.16), pour lesquelles T − TC = 18K
et ω0 = 4.3µm. Dans les deux cas, les droites en trait plein représentent les ajustements
linéaires des données.

et les résultats sont présentés sur les graphes attenants aux figures. Dans les deux cas,
on constate une nouvelle fois un bon accord entre les profils expérimentaux et les profils
prévus par la théorie.

Pour caractériser les déformations, nous mesurons toujours la hauteur de la défor-
mation sur l’axe en r = 0. Cependant, comme les deux régimes limites aux petits et aux
grands nombres de Bond optique Bo ont déjà été mis en évidence, nous nous contenterons
de reporter la hauteur h(r=0) des déformations directement en fonction de l’intensité laser

incidente I = I(r = 0) = 2P
πω2

0

exp
(

−2r2

ω2
0

)

. Nous n’avons en effet pas cherché à travailler

dans les deux régimes limites, en particulier dans le régime Bo ≥ 1 pour lequel l’expéri-
mentation est la plus délicate. Des courbes expérimentales de variation de la hauteur de
la déformation en fonction de l’intensité laser I sont présentées sur la figure (5.17). Elles
correspondent à l’ensemble des déformations mesurées dans les conditions expérimentales
des images des figures (5.15) et (5.16). La variation de la hauteur est bien linéaire en
fonction de l’intensité I, comme l’attestent les régressions effectuées sur l’ensemble des
données (droites en trait plein). A partir de la pente des droites ainsi obtenues, nous pou-
vons ensuite calculer la hauteur adimensionnée H(Bo) de la déformation pour le nombre de

Bond optique Bo =
(

ω0

lC

)2

caractéristique de l’expérience, afin de déterminer si la fonction

universelle F(Bo) prédit bien la hauteur des déformations pour ce sens de propagation.
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5.3.2 Courbe universelle pour les deux sens de propagation

Les déformations étant décrites par une équation identique pour les deux sens de
propagation, la hauteur sur l’axe h(r=0) s’écrit toujours sous la forme:

h(r = 0) = h(Bo ≫ 1) ∗ F (Bo) (5.68)

où F(Bo) est définie par l’équation (5.56). Le préfacteur vaut simplement dans le cas
présent:

h(Bo ≫ 1) =
2n2

c

(n1 − n2

n1 + n2

) I(0)

△ρg
(5.69)

La hauteur adimensionnée de la déformation , H(Bo) = h(0)
h(Bo≫1)

, doit donc toujours

satisfaire à la loi d’échelle prévue par la fonction F(Bo). Nous avons donc repris la courbe
représentant la variation de H(Bo) en fonction du nombre de Bond Bo, que nous avions
obtenue pour un faisceau se propageant de bas à haut (Fig. (5.12)). Nous avons ajouté
aux points expérimentaux précédents l’ensemble des mesures effectuées pour un faisceau
incident par le haut, de la phase Φ2 vers la phase Φ1. Pour plus de lisibilité, les résultats
sont présentés en échelles logarithmiques sur la figure (5.18). On constate sur celle-ci que
les nouveaux points expérimentaux (•) se superposent exactement aux anciens (◦). La
loi d’échelle prédite par l’équation (5.55) est donc bien valable quel que soit le sens de
propagation du faisceau par rapport à l’interface. Les mesures sont en effet en accord
avec le comportement prédit par la fonction F(Bo), représentée en trait plein sur la figure
(5.18).

Le sens des déformations engendrées par la pression de radiation est donc bien indé-
pendant du sens de propagation du faisceau laser. Par contre, pour une excitation laser
identique, la hauteur des déformations n’est pas la même. Dans le cas général, les hau-
teurs différent d’un rapport n1

n2
à cause des conditions de réfraction différentes à l’interface.

Toutefois, la hauteur adimensionnée H(Bo) incorporant ces facteurs, la loi d’échelle uni-
verselle reste valide. Nous avons pu le vérifier quantitativement. On gardera cependant
bien à l’esprit que ce comportement similaire des déformations pour les deux sens de pro-
pagation n’est valable que pour des excitations laser modérées. Pour des intensités laser
plus importantes, nous verrons en effet au chapitre 6, qu’une brisure de symétrie est in-
duite pour les déformations, suivant que le faisceau passe d’un milieu plus réfringent à un
milieu moins réfringent, ou inversement. Ces effets étant non-linéaires, ils sortent du cadre
du modèle linéaire des déformations établi dans la première partie de ce chapitre et leur
étude est reporté au chapitre suivant. Concernant les déformations linéaires de l’interface,
maintenant bien caractérisées d’un point du vue statique, il nous reste à déterminer leur
dynamique de croissance.

5.4 Etude de la dynamique des déformations. Temps

caractéristique de croissance

5.4.1 Principe du calcul temporel pour une interface liquide-air

Le calcul du profil des déformations linéaires stationnaires de l’interface entre les deux
phases Φ1 et Φ2 s’est avéré être relativement simple. Le caractère stationnaire de la défor-
mation nous évitait en particulier de prendre en compte la contribution des contraintes
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Fig. 5.18 – Hauteur adimensionnée des déformations H(Bo) en fonction du nombre de
Bond Bo (échelles logarithmiques), pour les deux sens de propagation du faisceau. Les
cercles (◦) représentent les mesures effectuées pour un faisceau se propageant de bas en
haut, de la phase Φ1 la moins réfringente vers la phase Φ2 la plus réfringente. Les ronds
pleins (•) correspondent au sens inverse de propagation. L’ensemble des mesures est en
accord avec la loi d’échelle (courbe en trait plein) prévue par la fonction F(Bo) définie à
l’équation (5.56).
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visqueuses dans la condition à la surface libre (3.48). Il n’en va pas de même pour le
calcul de la dynamique temporelle de l’interface, qui s’avère être un peu plus technique.
Le but de ce paragraphe est de dégager la physique essentielle de la modélisation, en
présentant succinctement le principe du calcul dans le cas d’une interface entre un liquide
et de l’air. Ayant ainsi mis en évidence les principales grandeurs caractéristiques dans le
cas d’un modèle à un fluide, nous serons ensuite à même de modéliser la dynamique des
déformations dans le cas de l’interface séparant deux fluides. Le calcul qui suit reprend les
étapes de celui effectué par Ostrovskaya [12], tout en explicitant les hypothèses physiques
essentielles.

Système d’équations

Un fluide visqueux incompressible de vecteur vitesse �v = (vr(r,z,t),vz(r,z,t)), dont
la surface libre est à l’air en z=0, répond à l’équation de Navier-Stokes linéarisée (terme

d’advection (�v.�∇)�v négligé pour des écoulements à faible nombre de Reynolds Re) et à la
condition d’incompressibilité. Celles-ci s’écrivent en coordonnées cylindriques:































∂vr

∂t
+ 1

ρ
∂p
∂r

− η
ρ

∂
∂z

(

∂vr

∂z
− ∂vz

∂r

)

= 0

∂vz

∂t
+ 1

ρ
∂p
∂z

+ η
ρ

1
r

∂
∂r

[

r
(

∂vr

∂z
− ∂vz

∂r

)]

= 0

1
r

∂
∂r

(rvr) + ∂vz

∂z
= 0

(5.70)

La hauteur de la déformation h(r,t) s’exprime simplement comme l’intégrale temporelle
de la vitesse verticale vz(r,z = 0,t) (on prend comme condition initiale sur la hauteur
h(r,t=0)=0 ):

h(r,t) =

∫ t

0

vz(r,z = 0,t)dt (5.71)

On est donc amené à résoudre un système de quatre équations différentielles couplées du
premier ordre à quatre inconnues: les deux composantes de la vitesse vr(r,z,t) et vz(r,z,t),
la pression p et la hauteur h(r,t). Il nous faut donc quatre relations supplémentaires. Les
conditions initiales du système en donnent trois:























vr(r,z,t = 0) = vz(r,z,t = 0) = 0

∂vr

∂r
+ ∂vz

∂z
= 0 à t = 0

p = p0 + ρgh

(5.72)

où p0 est une constante qui sera prise nulle par la suite. La dernière relation nécessaire
est fournie par la condition limite sur le tenseur des contraintes à la surface libre. La
composante dûe aux contraintes visqueuses doit être prise en compte et la relation (3.46)
donne:

ρgh(r,t) − 2η
∂vz

∂z
= +σ∆rh(r,t) + prad (5.73)

La courbure de l’interface a été exprimée dans l’approximation des faibles déformations
par la relation (5.13) et prad est le terme de pression de radiation (5.15) traduisant le saut
du tenseur des contraintes électromagnétiques à l’interface.



5.4 119

Résolution formelle par transformations de Laplace et de Fourier-Bessel

Le système d’équations précédent peut être résolu en effectuant des transformées
de Laplace et de Fourier-Bessel pour les différentes inconnues. Les composantes après
transformations s’écrivent, par exemple pour la vitesse verticale vz(r,z,t) :

Vz(k,z,s) =

∫ +∞

0

e−st

∫ +∞

0

rJ0(kr)vz(r,z,t)drdt (5.74)

Les distributions spatiale et temporelle de la pression de radiation doivent être également
modélisées. On écrira le terme de pression de radiation prad sous la forme:

prad(r,t) = Bf1(r)f2(t) (5.75)

Le préfacteur B vaut classiquement:

B =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) 2P

πω2
0

(5.76)

lorsque l’onde est incidente sur l’interface depuis le milieu 1. La distribution spatiale
d’intensité s’écrit pour un faisceau gaussien dans le mode TEM00:

f1(r) = exp
(−2r2

ω2
0

)

(5.77)

La dépendance temporelle dépend de la nature de l’illumination laser, pulsée ou station-
naire. On comprend dès lors qu’une des difficultés rencontrées dans l’interprétation des
expériences d’Ashkin était la modélisation du pulse laser incident. Dans notre cas, la fonc-
tion f2(t) correspond simplement à une fonction de Heaviside, puisque l’illumination est
constante pour t ≥ 0. On note F(s) la transformée de Laplace de f2(t):

F (s) =

∫ +∞

0

e−stf2(t)dt (5.78)

La transformée de Fourier-Bessel de f1(r) se calcule directement pour un faisceau gaussien
(5.77), compte-tenu de la relation (5.47):

R(k) =

∫ +∞

0

rJ0(kr)f1(r)dr =
ω2

0

4
exp

(−k2ω2
0

8

)

(5.79)

Avec les notations introduites, les transformations de Laplace et de Fourier-Bessel donnent
comme terme correspondant au terme de pression de radiation (5.75):

Qrad(k,s) = BR(k)F (s) (5.80)

La résolution complète du système d’équations fournit les composantes spatiale et
temporelle de la vitesse Vz(k,z = 0,s), qui s’écrit sous la forme [12]:

Vz(k,z = 0,s) =
ρ

η2k3

Qrad(k,s)s

(A(k,s)2 + 1)2 − 4A(k,s) + ∆(k)
(5.81)
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A(k,s) et ∆(k) sont des constantes valant respectivement:











A(k,s)2 = 1 + ρs
ηk2

∆(k) = ρ
η2k3

(

ρg + σk2
)

(5.82)

Pour trouver la vitesse verticale vz(r,z = 0,t) qui nous intéresse plus particulièrement pour
le calcul de la hauteur (cf Eq. (5.50)), il suffit de calculer les transformées de Laplace et
Fourier-Bessel inverses de Vz(k,z = 0,s):

vz(r,z = 0,t) =

∫ +∞

0

kJ0(kr)dk

∫ +∞

0

etsVz(k,z = 0,s)ds (5.83)

Soit, compte-tenu des relations (5.79), (5.80) et (5.81):

vz(r,z = 0,t) =
Bω2

0

4

ρ

η2

∫ +∞

0

dkJ0(kr)
exp(

−k2ω2
0

8
)

k2

∫ +∞

0

sF (s)etsds

(A(k,s)2 + 1)2 − 4A(k,s) + ∆(k)
(5.84)

La difficulté principale réside dans le calcul de la transformée de Laplace inverse:

ϕ(k,t) =

∫ +∞

0

sF (s)etsds

(A(k,s)2 + 1)2 − 4A(k,s) + ∆(k)
(5.85)

Nous allons maintenant voir que ce calcul correspond exactement au calcul classique de
la résolution de l’équation de dispersion des ondes gravito-capillaires à l’interface d’un
liquide visqueux.

Calcul de la transformée de Laplace inverse et équation de dispersion des
ondes gravito-capillaires

L’expression de la variable s au dénominateur de (5.85) doit être factorisée si l’on
veut calculer la transformée de Laplace inverse ϕ(k,t). On est donc amené à trouver les
racines de l’expression:

(

2 +
ρs

ηk2

)2

+
ρ

η2k3

(

ρg + σk2) = 4

√

1 +
ρs

ηk2
(5.86)

Ou plutôt après multiplication de chaque membre par un facteur η2k4

ρ4 :

(

s +
2ηk2

ρ

)2

+
(

gk +
σk3

ρ

)

= 4
η2k4

ρ4

√

1 +
ρs

ηk2
(5.87)

La résolution analytique de cette équation est difficilement envisageable dans le cas géné-
ral. Cependant un lecteur familier avec la propagation d’ondes à la surface d’un liquide
aura reconnu en (5.87) l’équation classique de dispersion des ondes gravito-capillaires à la
surface d’un liquide visqueux de viscosité dynamique η. En effet, on reconnait la fréquence
des ondes gravito-capillaires Ω0(k) à la surface d’un liquide non-visqueux:

Ω0(k)2 = gk +
σk3

ρ
(5.88)
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De sorte que l’équation (5.87) s’écrit:

(

s +
2ηk2

ρ

)2

+ Ω0(k)2 = 4
η2k4

ρ4

√

1 +
ρs

ηk2
(5.89)

Les racines recherchées ne sont rien d’autre que les fréquences caractéristiques des ondes
gravito-capillaires dans le cas d’un liquide visqueux. L’ équation (5.89) est complètement
identique à l’équation (117.31) du Levich [13]. En particulier, dans le cas de liquide fai-
blement visqueux, la fréquence caractéristique Ω0(k) n’est que peu modifiée par un terme
d’amortissement visqueux. Les racines complexes caractéristiques de (5.89) s’écrivent:

s1,2(k) = β(k) ± iΩ0(k) (5.90)

Le terme d’amortissement visqueux vaut:

β(k) = −2ηk2

ρ
(5.91)

mais du fait de la faible viscosité du liquide, il ne s’agit que d’un terme correctif à la
fréquence des ondes

β(k) ≪ Ω0(k) (5.92)

D’ un point de vue physique, il n’ est pas étonnant que le calcul de la dynamique de la
déformation se ramène en définitive à la résolution de l’équation de dispersion des ondes
capillaires. La déformation peut en effet être vue comme un ”paquet d’ondes” capillaires.
C’est le sens même des transformations de Laplace et de Fourier-Bessel. Nous pouvons
maintenant achever le calcul de la transformée de Laplace inverse ϕ(k,t):

ϕ(k,t) =
η2k4

ρ2

∫ +∞

0

sF (s)etsds

(s + s1)(s + s2)
(5.93)

ϕ(k,t) est la transformée de Laplace inverse du produit de deux transformées de Laplace,
puisque:







F (s) ↔ f1(t)

s
(s+s1)(s+s2)

↔ s1e−s1t−s2e−s2t

s1−s2

(5.94)

En vertu des propriétés de la transformée de Laplace, ϕ(k,t) est donc égale au produit de
convolution des transformées de Laplace inverses, i.e:

ϕ(k,t) =
η2k4

ρ2

1

s1 − s2

∫ t

0

f1(t − τ)(s1e
−s1τ − s2e

−s2τ )dτ (5.95)

Or l’illumination étant constante dans notre cas, f1(t − τ) ≡ 1. Soit avec les valeurs des
racines s1,2 (Eq. (5.90)) et après intégration:

ϕ(k,t) =
η2k4

ρ2

sin(Ω0(k)t)

Ω0(k)
exp(−β(k)t) (5.96)

La vitesse vz(r,z = 0,t) s’écrit donc finalement:

vz(r,z = 0,t) =
Bω2

0

4

1

ρ

∫ +∞

0

dkk2J0(kr) exp(
−k2ω2

0

8
)
sin(Ω0(k)t)

Ω0(k)
exp(−β(k)t) (5.97)
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Expression finale de h(r,t) et fréquences caractéristiques

Nous pouvons maintenant donner l’expression générale de la hauteur h(r,t) en repor-
tant la valeur trouvée pour vz(r,z = 0,t) en (5.97) dans l’intégrale (5.50):

h(r,t) =
Bω2

0

4

1

ρ

∫ t

0

dt
′

∫ +∞

0

dkk2J0(kr) exp(
−k2ω2

0

8
)
sin(Ω0(k)t

′

)

Ω0(k)
exp(−β(k)t

′

) (5.98)

Ou encore en remplaçant le préfacteur B par sa valeur (8.29):

h(r,t) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2π

1

ρ

∫ t

0

dt
′

∫ +∞

0

dkk2J0(kr) exp(
−k2ω2

0

8
)
sin(Ω0(k)t

′

)

Ω0(k)
exp(−β(k)t

′

)

(5.99)
Nous avons donc résolu la dynamique temporelle des déformations induites par la pression
de radiation dans le cas d’un modèle à un fluide (interface eau-air). En particulier, nous
avons mis en évidence que les grandeurs caractéristiques du problème sont la fréquence
propre des ondes gravito-capillaires Ω0(k) et le terme d’amortissement visqueux β(k).
Nous avons clarifié les hypothèses physiques permettant d’aboutir à l’expression (5.99),
et montré que celle-ci n’était valable que pour des liquides peu visqueux pour lesquels
β(k) ≪ Ω0(k). La viscosité des phases micellaires de microémulsion étant proche de celle
de l’eau, nous allons maintenant déduire de l’expression (5.99) la dynamique temporelle
des déformations dans le cas d’un modèle à 2 fluides.

5.4.2 Cas de l’interface entre deux fluides

Expression générale de la déformation

Dans le cas d’une interface entre 2 fluides peu visqueux, la formule (5.99) reste ap-
plicable sous réserve de remplacer les grandeurs physiques caractéristiques y figurant par
les valeurs adéquates correspondant au modèle à deux fluides. Ainsi les substitutions sui-
vantes doivent être effectuées [14]:

1

ρ
↔ 1

ρ1 + ρ2

(5.100)

Ω0(k) ↔ Ω(k) =
[ρ1 − ρ2

ρ1 + ρ2

gk +
σ

ρ1 + ρ2

k3
]

1

2

(5.101)

β(k) ↔ Γ(k) = 2
η1 + η2

ρ1 + ρ2

k2 (5.102)

Les fréquences Ω(k) et Γ(k) sont la fréquence propre et le terme d’amortissement des
ondes capillaires pour une interface entre deux fluides de densités ρ1 et ρ2. La dynamique
temporelle des déformations sera donc décrite par la fonction h(r,t):

h(r,t) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2π

1

ρ1 + ρ2

∫ t

0

dt
′

∫ +∞

0

dkk2J0(kr) exp(
−k2ω2

0

8
)
sin(Ω(k)t

′

)

Ω(k)
exp(−Γ(k)t

′

)

(5.103)
Cette solution du problème temporel est donnée abruptement par Kats dans la référence
[15]. La formule (5.103) est également utilisée par Sakai et al dans leurs études spectro-
scopiques des ondes surfaciques engendrées par la pression de radiation d’un faisceau laser
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modulé [6]. Il me paraissait donc nécessaire d’en donner une justification théorique, qui
comme on l’a vu n’est pas si évidente. Nous allons maintenant vérifier que l’intégrale tem-
porelle de l’équation (5.103) converge bien vers la solution stationnaire (5.50) aux temps
longs.

Valeur asymptotique de l’intégrale temporelle aux temps longs

L’ intégrale temporelle apparaissant dans (5.103) se calcule aisément:

∫ t

0

sin(Ω(k)t
′

)

Ω(k)
exp(−Γ(k)t

′

)dt
′

=
1

Ω(k)2 + Γ(k)2

[

1−exp(−Γ(k)t)(cos(Ω(k)t)+
Γ(k)

Ω(k)
sin(Ω(k)t))

]

(5.104)
Aux temps longs t → +∞:

∫ +∞

0

sin(Ω(k)t
′

)

Ω(k)
exp(−Γ(k)t

′

)dt
′

=
1

Ω(k)2 + Γ(k)2
≃ 1

Ω(k)2
(5.105)

puisque Γ(k) ≪ Ω(k). Soit pour la hauteur de la déformation:

h(r,t → +∞) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) P

2π

1

ρ1 + ρ2

∫ +∞

0

dk
k2

Ω(k)2
J0(kr) exp(

−k2ω2
0

8
) (5.106)

Il suffit de remplacer la fréquence Ω(k) par sa valeur donnée en (5.101) pour vérifier
que l’intégrale temporelle h(r,t) tend bien asymptotiquement aux temps longs vers l’inté-
grale (5.50) exprimant la hauteur stationnaire de la déformation h(r). Notre modélisation
temporelle des déformations est donc cohérente avec les résultats présentés en régime
stationnaire.

Temps caractéristique de croissance

On pourrait être tenté d’effectuer abusivement un développement limité aux temps
courts t → 0 de l’intégrale temporelle (5.105), afin de trouver un temps caractéristique
de croissance pour la déformation. Mais on peut tout aussi bien raisonner de manière
qualitative. Dans les calculs temporels qui précédent, seules les fréquences propres Ω(k) des
ondes gravito-capillaires définies pour chaque mode k de Fourier-Bessel sont physiquement
significatives, puisque les fréquences visqueuses Γ(k) sont négligeables (Γ(k) ≪ Ω(k)). Le
faisceau laser gaussien excite certes une gamme continue de modes de Fourier-Bessel, mais
on considère en général que le mode prépondérant est le mode de Fourier correspondant à
la taille transverse caractéristique du faisceau, soit q0 = 2

√
2

ω0
. On peut donc supposer que

la dynamique temporelle des déformations est déterminée par la fréquence caractéristique
des ondes gravito-capillaires associée à ce mode, soit:

Ω(q0) =
[ρ1 − ρ2

ρ1 + ρ2

gq0 +
σ

ρ1 + ρ2

q3
0

]
1

2

(5.107)

Un temps caractéristique de croissance possible pour les déformations serait donc τ =
1

Ω(q0)
, qui dépendrait du rayon du faisceau laser ω0 et de l’écart à la température critique

(T − TC). Nous avons testé expérimentalement la validité de cette hypothèse.
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5.4.3 Résultats expérimentaux

Série d’images illustrant la dynamique temporelle

Les images de la figure (5.19) sont des images typiques d’évolution temporelle de la
hauteur de la déformation. Elles ont été enregistrées avec la caméra numérique rapide à une
vitesse d’acquisition de 125 images par seconde. La dernière image de la série correspond
à la déformation stationnaire finale et on peut constater qu’une caméra rapide est bien
nécessaire pour ces études dynamiques. Comme précédemment, la hauteur sur l’axe de la
déformation est mesurée et caractérise complètement la déformation.

Evolution de la dynamique en fonction des paramètres du faisceau incident

Nous avons en premier lieu regardé si les paramètres du faisceau laser incident in-
fluençaient la dynamique des déformations [16]. La puissance laser P apparaissant comme
un préfacteur dans l’équation (5.103), elle ne doit pas jouer de rôle a priori. Les hauteurs
finales atteintes sont bien entendu différentes suivant la puissance du faisceau (cf Fig.
(5.20(a))). Cependant en ce qui concerne la dynamique, on vérifie bien que les hauteurs,
une fois renormalisées par la hauteur stationnaire finale hstat = h(t → +∞), présentent le
même comportement temporel. La figure (5.20(b)) illustre bien le fait que, dans le régime
linéaire de déformation, la dynamique est indépendante de la puissance.

Nous avons également mesuré l’évolution temporelle de la déformation pour différents
rayons de faisceau. Les résultats sont présentés sur la figure (5.21). Aucune dépendance
notable vis à vis de la taille du col du faisceau n’est visible. La plage de variation du rayon
est faible (5 < ω0 < 8.9µm ) car la taille relativement réduite du pavé CCD de la caméra
rapide ne nous a pas permis de travailler avec des faisceaux plus gros. Il aurait fallu pour
cela réduire le grossissement de l’objectif de microscope de visualisation, au détriment de
la résolution obtenue pour l’image. Or celle-ci est primordiale car la déformation doit être
mesurée avec précision dans les premiers instants de la croissance (cf Fig.(5.19)).

Evolution de la dynamique en fonction de l’écart à la température critique

L’ étude de la dynamique en fonction de l’écart à la température critique a été effec-
tuée pour un faisceau de rayon fixé à ω0 = 5µm [16]. La dynamique étant indépendante
de la puissance laser P, les courbes de la figure (5.22(a)) correspondent à des puissances
représentatives du comportement temporel global à la température considérée. Les hau-
teurs finales dépendent naturellement de la puissance et les hauteurs doivent donc être
renormalisées comme sur la figure (5.20). Que constate-t-on sur la figure (5.22) une fois
la renormalisation adéquate effectuée? La croissance apparâıt de plus en plus rapide à
mesure que l’on s’éloigne du point critique. Pour T − TC = 1.5K, la hauteur finale n’est
atteinte qu’au bout de 500 ms, alors qu’à T − TC = 25K, la croissance est achevée dès
t=140 ms. D’ un point de vue physique, ce résultat est assez intuitif. Une interface très
molle (voisinage du point critique) réagit beaucoup plus lentement sous l’effet d’une per-
turbation qu’une interface plus rigide. Ce critère qualitatif est contenu dans l’expression
du temps caractéristique de croissance proposé τ = 1

Ω(q0)
, puisque celui-ci est en vertu de

(5.107) inversement proportionnel à la tension de surface et à la différence de densité entre
les deux phases. τ est donc bien d’autant plus petit que l’on s’éloigne du point critique.
Pour tester si ce temps a un réel sens physique, nous avons donc renormalisé les temps de
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Fig. 5.19 – Evolution temporelle de la croissance de la déformation induite par un faisceau
de rayon ω0 = 6.3µm et de puissance P=840 mW, pour un écart à la température critique
T − TC = 10K. L’échelle de hauteur est indiquée sur la figure.
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Fig. 5.20 – (a) Dynamique de la déformation pour différentes puissances d’un faisceau de
rayon ω0 = 6.3µm. L’écart à la température critique vaut T−TC = 8K . Les hauteurs sont
exprimées en µm. (b) Mêmes données qu’en (a), mais les hauteurs ont été renormalisées
par la hauteur stationnaire finale hstat = h(t → +∞).
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Fig. 5.21 – Evolution temporelle de la hauteur normalisée de la déformation pour trois
rayons de faisceau différents ω0 = 5, 6.3 et 8.9 µm et un écart à la température critique
T − TC = 12K. Aucune différence notable n’est visible pour la dynamique de croissance.
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Fig. 5.22 – (a) Dynamique temporelle de la déformation pour un rayon de faisceau ω0 =
5µm et différents écarts à la température critique. Les hauteurs sont exprimées en µm et
dépendent de la puissance du laser, en l’occurrence P=420 mW (•), 350 (⊞), 770 (�), et
840 mW (⊚). (b) Mêmes données qu’en (a), mais les hauteurs ont été renormalisées par
la hauteur stationnaire finale hstat = h(t → +∞).
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croissance pour les différentes températures par la valeur correspondante de τ . Les courbes
obtenues après cette opération sont présentées sur la figure (5.23). L’ensemble des points
expérimentaux est bien représenté par une courbe traduisant un comportement temporel
unique, valable pour tout écart à la température critique.

Nous avons donc mis en évidence un temps caractéristique de croissance des défor-
mations τ , bâti à partir de l’inverse de la fréquence des ondes capillaires pour le mode
prépondérant de Fourier q0 = 1

ω0
excité par le faisceau laser. A notre connaissance, c’est la

première fois que la dynamique temporelle des déformations d’interface est ainsi détaillée
expérimentalement. En effet, dans les études expérimentales et théoriques précédentes, la
modélisation de la forme temporelle de l’impulsion laser était le principal problème ren-
contré. Nos phases micellaires nous ont donc permis de caractériser complètement, tant
d’un point de vue statique que dynamique, les déformations d’interface induites par la
pression de radiation au stade linéaire. De plus, nous allons montrer que l’effet de len-
tille qui leur est associé peut être exploité à d’autres fins que la détection indirecte des
déformations.

5.5 Effet de lentille associé aux déformations d’inter-

face: lentille adaptative commandée par la pres-

sion de radiation

5.5.1 Focale équivalente associée à la déformation

La très faible amplitude (échelle nanométrique) des déformations induites par la pres-
sion de radiation sur des interfaces liquides classiques rend celles-ci difficilement détec-
tables, hormis par le biais de l’effet de lentille qui leur est associé. En effet, la déformation
correspond à une courbure entre deux milieux d’indices optiques différents et est donc bien
assimilable à une lentille. Dans l’approximation paraxiale, sa focale s’exprime en fonction
de la courbure de l’interface κ et de la différence d’indice entre les deux milieux [17]:

1

f
=

n2 − n1

2n2

κ (5.108)

Soit pour des déformations de faible courbure et d’après (5.13):

1

f
=

n2 − n1

2n2

(△h)r=0 (5.109)

Le laplacien (△h)r=0 peut être calculé de façon générale grâce à la formule (5.55) et
l’expression de la focale réécrite sous la forme:

1

f
=

(n2 − n1)
2

2n2

I(r = 0)

cσ

[

1 − F (Bo)
]

(5.110)

Or pour les interfaces liquides classiques, Bo ≪ 1 et par conséquent F (Bo) ≪ 1. L’équa-
tion précédente se simplifie donc pour donner:

1

f
≃ (n2 − n1)

2

2n2

I(r = 0)

cσ
(5.111)



5.5 129

On voit donc que la focale f associée à la déformation de l’interface est directement propor-
tionnelle à la tension de surface σ. Même pour des déformations de très faible amplitude,
on peut mesurer cette focale en regardant par exemple dans le champ lointain la mo-
dification du rayon d’un faisceau laser sonde, après passage par la lentille induite par
un faisceau pompe. Cette méthode est celle adoptée par Sakai et al. pour mesurer les
tensions de surface d’une interface liquide-air [6]. Elle permet de mesurer précisément de
très faibles tensions de surface mais il n’en reste pas moins qu’il s’agit d’une méthode
de mesure indirecte. Une interface de tension de surface connue (interface eau-air par
exemple) est nécessaire pour étalonner la correspondance (rayon du faisceau sonde dans
le champ lointain-tension de surface). Dans nos expériences où les déformations d’interface
sont directement visualisables, nous allons voir que la déformation de l’interface peut être
considérée, d’un point de vue optique, comme une lentille de focale variable commandée
par la pression de radiation.

5.5.2 Lentille adaptative commandée par la pression de radia-
tion

Plage de variation de la focale

Nous allons présenter des résultats de focales équivalentes à la déformation dans le
régime des petits nombres de Bond Bo ≪ 1, pour lequel l’interprétation est commode
compte-tenu de la formule (5.111). En premier lieu, la focale f doit varier en fonction de
l’écart à la température critique comme:

f ∝
(

T − TC

)2(ν−β)

(5.112)

Nous avons testé cette dépendance en travaillant à intensité constante pour des écarts
à la température critique compris entre 1.5 et 25 K. Les valeurs des focales déduites de
la hauteur de la déformation sont présentées sur la figure (5.24). Les courbes tracées
correspondent au comportement prédit par l’équation (5.112). On peut constater que
la variation expérimentale de la focale est en accord avec l’exposant critique prévu. En
particulier, l’écart à la température critique permet de fixer la plage de variation de la
focale. Celle-ci peut varier 0.5 à 2.5 mm, tout en étant ajustable par le biais de l’intensité.

Dépendance de la focale en intensité

Une fois sa plage de variation fixée par le choix de la température, la focale peut être
ajustée grâce à l’intensité du faisceau incident. En effet, d’après (5.111), dans les conditions
Bo ≪ 1, la focale f est tout simplement inversement proportionnelle à l’intensité I du
faisceau laser:

f ∝ 1

I(r = 0)
(5.113)

Ce comportement hyperbolique est vérifié expérimentalement. Les courbes de la figure
(5.25) présentent la variation de la focale en fonction de l’intensité I pour des expériences
effectuées à T−TC = 1.5K avec des tailles de faisceau variant de ω0 = 14.6 à 32.1µm. Tous
les points correspondants à ces différents rayons sont bien distribués au voisinage d’une
même courbe, qui montre que f est clairement une fonction décroissante de l’intensité.
Si l’on effectue une régression linéaire sur l’ensemble des données (graphe en échelles



130 Chapitre 5

logarithmiques de la figure (5.25(b)), la pente obtenue est en accord avec le comportement
hyperbolique prévu par l’équation (5.113). On peut donc bien considérer la déformation
de l’interface comme une lentille de focale variable commandée par l’intensité du faisceau
laser incident. En adaptant l’écart à la température critique et les paramètres du faisceau,
on peut réaliser de façon relativement réversible des focales sur une plage allant de 0.5
à 50 mm. De plus, le temps de réponse de ces lentilles liquides est raisonnable (entre
0.1s et 0.5s suivant la valeur de la tension de surface), comme l’a montré l’étude de la
dynamique des déformations. Nous allons discuter des applications potentielles de ces
lentilles adaptatives.

Applications possibles

Il peut sembler paradoxal de proposer des microlentilles liquides comme éléments
d’optique adaptative. En effet, les dispositifs à cristaux liquides commandés électriquement
constituent la technique la plus courante pour réaliser des microlentilles de focale variable
[18]. Les éléments liquides ne sont pourtant pas si inusités qu’on pourrait le penser en
optique. En particulier, des systèmes d’imagerie optique infrarouge ont été réalisés en
utilisant des déformations d’interfaces liquides induites par des effets thermocapillaires
[19]. (pour une bibliographie plus détaillée, on se reporta au chapitre 8 consacré à la
modélisation de ces effets dans nos expériences). On peut aussi citer l’utilisation de liquides
non-linéaires comme éléments focalisants dans les procédés d’ablation laser [20], ou la
proposition de réaliser des éléments optiques renouvelables après chaque impulsion laser
à partir de liquides contrôlés magnéto-électrostatiquement [21].

Les dispositifs optiques liquides les plus prometteurs semblent d’ailleurs être les len-
tilles liquides utilisant l’ électromouillage [22, 23, 24, 25]. On peut en effet contrôler le
profil d’étalement d’une goutte de liquide isolant sur un substrat conducteur, en imposant
une différence de potentiel entre une électrode et ce substrat. La modification de la forme
de la goutte suivant la différence de potentiel appliquée engendre une lentille de focale
variable [26, 27]. Berge et al. souligne en particulier le caractère réversible de la lentille
ainsi réalisée et ses bonnes qualités optiques [26]. Le temps de réponse de la lentille est
compris entre 30 et 100 ms. Ce type de lentille a récemment été utilisé avec succès pour
effectuer de l’imagerie en trois dimensions [28, 29].

Comparativement à ces lentilles électromouillantes, une lentille adaptative comman-
dée par la pression de radiation présenterait l’avantage d’être contrôlée de façon tout op-
tique. L’étude dynamique a montré que les temps de réponse étaient relativement courts,
compris entre 100 et 500 ms suivant l’écart à la température critique. De plus, la plage
d’adaptation de la focale est large ( 0.5 mm < f < 50 mm). Bezuglyi a d’ailleurs des
schémas de principe pour l’utilisation d’une telle lentille liquide [30]. De façon plus rai-
sonnable, il resterait à se poser la question des propriétés aberrantes d’un tel système, et
surtout, dans le cas des microémulsions, de sa préparation et de sa durée de vie.

5.6 Bilan

Nous avons exposé dans ce chapitre l’ensemble des résultats obtenus concernant les
déformations linéaires de l’interface entre les deux phases micellaires de microémulsion
quasicritiques. La taille inhabituelle des déformations induites par la pression de radia-
tion dans notre système nous a permis de les visualiser directement et d’établir une loi
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cident, pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K. Les points de
mesure correspondent à différentes tailles du col de faisceau: ω0 = 14.6 µm (△
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logarithmiques. La pente (-1.1) obtenue par régression linéaire sur l’ensemble des données
est en accord avec le comportement hyperbolique prévu par l’Eq. (5.113).
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d’échelle pour la hauteur des déformations, ceci pour les deux sens de propagation du
faisceau relativement à l’interface. Cette loi d’échelle est universelle et applicable à toutes
les interfaces liquides séparant des fluides isotropes, du fait de l’appartenance de nos
phases micellaires à la classe d’universalité (d=3,n=1) du modèle d’Ising. En particulier,
la courbe F(Bo) doit être vue comme une abaque, puisque de la mesure de la hauteur de la
déformation, on peut déduire le nombre de Bond optique Bo correspondant à l’expérience
et ainsi la tension de surface de l’interface liquide, si tous les autres paramètres physiques
du problème sont connus [31]. Ces résultats confirment que les déformations induites par
la pression de radiation d’une onde laser permettent une mesure sans contact de la tension
de surface [6]. A ce titre, des déformations induites par pression acoustique ont également
été étudiées par le passé [32, 33, 34, 35].

L’un des avantages des déformations par pression de radiation est que les déforma-
tions sont d’autant plus grandes, et donc la mesure d’autant plus précise, que la tension de
surface est faible. A l’inverse dans la méthode classique de Wilhelmy [36], la force exercée
sur la plaque immergée est plus petite, et l’incertitude sur la mesure supérieure, pour les
faibles tensions de surface. De même, la méthode de la goutte tournante, employée aussi
pour mesurer des tensions de surface [37], ne s’applique pas aux systèmes micellaires. Les
déformations induites par la pression de radiation s’avèrent donc être un outil adéquat
pour mesurer des tensions de surface dans des fluides complexes. Les paramètres optiques
de l’excitation laser peuvent être facilement adaptés, selon les échantillons étudiés, pour
optimiser la précision de la mesure. Pour des interfaces liquides classiques, les déforma-
tions sont cependant de taille nanométrique et doivent être détectées par l’effet de lentille
qui leur est associé. Dans notre cas, nous avons à l’inverse évoqué la possibilité de réaliser,
grâce aux déformations, des lentilles adaptatives commandées par la pression de radia-
tion [38]. L’étude de la dynamique des déformations a de plus permis de montrer que la
réponse du système était régie par un temps caractéristique, inversement proportionnel à
la fréquence des ondes capillaires associées au mode prépondérant excité par l’onde laser.

Il n’en reste pas moins qu’un certain nombre de précautions sont nécessaires, afin de
mesurer des tensions de surface par le biais de cette méthode. Nous montrerons en effet
au chapitre 8 que des effets thermiques peuvent advenir et engendrer des déformations
qui se superposent aux déformations induites par la pression de radiation seule. Nous
déterminerons en particulier les caractéristiques permettant de différencier sans ambiguité
ces deux types d’effets. De même, les intensités laser utilisées doivent être modérées, pour
rester dans le cadre du modèle des déformations linéaires. Nous allons en effet voir que
des effets non-linéaires apparaissent pour des intensités plus élevées, et que la symétrie
des déformations vis-à-vis du sens de propagation du faisceau est brisée.
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Chapitre 6

Déformations induites sous forte
excitation laser: déformations
non-linéaires ou instabilité
optohydrodynamique suivant le sens
de propagation du faisceau

Les résultats présentés au chapitre précédent ont montré que les déformations in-
duites par la pression de radiation étaient indépendantes du sens de propagation de la
lumière, tout au moins dans le cas des expériences effectuées à des intensités laser inci-
dentes modérées. La hauteur des déformations était bien décrite par le modèle proposé,
dans lequel le bilan des forces de pression de radiation était effectué sur l’interface initiale
plane, et la courbure κ de celle-ci approximée au premier ordre par son expression linéaire
κ ≃ ∆rh(r). Les profils analytiques obtenus rendaient bien compte de la forme globale
des déformations, ceci pour les deux sens de propagation du laser. Il n’en va plus de même
pour les effets de la pression de radiation pour des intensités laser plus importantes. Nous
allons en effet montrer dans ce chapitre que la symétrie (haut-bas) vis-à-vis du sens de
propagation du laser est brisée dans ce cas.

Nous présenterons dans un premier temps les formes surprenantes prises par l’inter-
face pour des intensités laser élevées, dans le cas où le faisceau laser se propage de bas
en haut dans nos expériences, i.e de la phase Φ1 la moins réfringente vers la phase Φ2 la
plus réfringente. Ces formes de doigt stables sortent du domaine de validité du modèle
linéaire du chapitre 5, puisque les déformations présentent un saut brutal de courbure.
Nous verrons toutefois qu’un raffinement du modèle précédent, consistant principalement
à prendre en compte la dépendance de la pression de radiation vis à vis de l’angle d’in-
cidence par rapport à la normale à l’interface, permet de saisir les hypothèses physiques
essentielles à la compréhension et à la simulation de ces déformations non-linéaires. De
telles déformations ne sont pas observées pour des intensités laser importantes quand on
renverse la direction d’illumination, i.e pour un faisceau se propageant de haut en bas, de
la phase la plus réfringente vers la phase la moins réfringente. En effet dans cette configu-
ration, au-delà d’un certain seuil en puissance PS, l’interface devient instable et se brise,
conduisant à la formation d’un long filament. Une nouvelle fois, le caractère critique des
phases micellaires de microémulsion utilisées nous a permis de valider une loi d’échelle
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pour le seuil en puissance PS de cette nouvelle instabilité électrohydrodynamique. Nous
montrerons de plus que la réflexion totale de la lumière susceptible de se produire, peut
expliquer cette brisure de symétrie des déformations vis à vis du sens de propagation du
laser. L’écriture de la simple condition de réflexion totale à l’interface nous permettra
de justifier théoriquement la loi d’échelle expérimentale obtenue pour le seuil en puis-
sance PS de l’instabilité. Pour terminer, en guise de perspective, nous soulignerons les
similarités entre les déformations et instabilités d’interfaces sous champ laser et le com-
portement d’interfaces liquides sous champ électrique, qui ont été abondamment étudiées
dans la littérature. On peut en effet s’interroger sur la nature générale de ces instabilités
électrohydrodynamiques.

6.1 Déformations non-linéaires de l’interface pour un

faisceau laser incident se propageant de la phase

la moins réfringente vers la phase la plus réfrin-

gente

6.1.1 Déformations typiques observées

L’ensemble des résultats présentés dans cette partie sont relatifs à un faisceau laser se
propageant de la phase la moins réfringente Φ1 vers la phase la plus réfringente Φ2, c’est à
dire du bas vers le haut dans notre géométrie expérimentale. La figure (6.1) présente des
images de déformations stationnaires d’interface observées pour un écart à la température
critique T −TC = 2.5K et un faisceau fortement focalisé de rayon au col ω0 = 4.8µm. On
constate sur ces images que seule la déformation engendrée à la puissance laser la plus
faible (P = 120 mW) présente un profil susceptible d’être décrit par le modèle linéaire des
déformations présenté au chapitre 4. En effet, pour des puissances laser plus importantes,
on observe que les déformations s’allongent de plus en plus selon l’axe du faisceau laser (P
= 240, 300 et 420 mW) jusqu’à former un doigt de très grand rapport d’aspect. On peut
noter en particulier la très grande taille atteinte par la déformation de l’interface: près de
80 µm à la puissance maximale P = 1200 mW. Ces formes de doigt sont particulièrement
étonnantes, puisque schématiquement la déformation est constituée de deux cylindres de
rayons différents connectés entre eux (P = 600 et 1200 mW). La transition entre les deux
formes cylindriques se fait très rapidement et à l’oeil le saut de courbure apparâıt relati-
vement brutal. Il convient peut être de souligner une nouvelle fois que ces déformations
correspondent à des états stationnaires parfaitement stables. Les doigts engendrés par la
pression de radiation ne se brisent pas en gouttes, malgré leur très grand rapport d’aspect,
supérieur au seuil de l’instabilité de Rayleigh-Plateau des colonnes liquides. Il n’y a pas
non plus de rupture de l’interface, ni d’éjection de matière, même aux puissances les plus
élevées (P = 1200 mW). On peut être très surpris par la forme adoptée par l’interface et
sa stabilité, notamment si l’on raisonne en ayant à l’esprit des déformations d’interfaces
liquides avec des tensions de surface ”classiques”. Il ne faut pas oublier cependant que,
dans notre cas, la tension de surface σ est de plusieurs ordres de grandeur plus faible que
les tensions de surface habituelles. Le coût énergétique de la formation de telles structures
est donc moindre. Les forces capillaires qui auraient tendance à diminuer l’aire de l’inter-
face, voire à engendrer la brisure en gouttes des doigts (instabilité de Rayleigh-Plateau),
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Fig. 6.1 – Déformations stationnaires non linéaires observées pour un écart à la tempé-
rature critique T −TC = 2.5K et un faisceau laser de rayon au col ω0 = 4.8µm. La flèche
pleine indique le sens de propagation du faisceau. Les puissances laser correspondantes et
les échelles de longueur sont indiquées sur les images. Seule la déformation engendrée par
la puissance la plus faible P = 120 mW relève du modèle linéaire des déformations exposé
au chapitre 5.
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Fig. 6.2 – Déformations observées pour un écart à la température critique T −TC = 2.5K
et un faisceau laser de rayon au col ω0 = 6.3µm.
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Fig. 6.3 – Déformations observées pour un écart à la température critique T −TC = 2.5K
et un faisceau laser de rayon au col ω0 = 8.9µm.
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sont donc très faibles.
La formation des doigts est très dépendante de la focalisation du faisceau laser inci-

dent. La figure (6.2) montre, pour un même écart à la température critique T−TC = 2.5K,
les déformations induites par un faisceau laser de rayon au col ω0 = 6.3µm. On constate
que les deux premières déformations (P = 180 et 270 mW) semblent linéaires et que l’ap-
parition de la forme en doigt se fait pour une puissance plus élevée. On peut comparer à ce
titre les déformations engendrées à la puissance P = 600 mW sur les figures (6.1) et (6.2).
De même, on peut souligner que la largeur des doigts est liée à la taille du faisceau laser
incident. Les échelles de longueur étant identiques, on constate en effet que le doigt en-
gendré à la puissance P = 1200 mW pour un faisceau de rayon au col ω0 = 6.3µm est plus
large que celui induit à la même puissance pour un faisceau de rayon ω0 = 4.8µm. Ainsi
nous n’observons plus de formes de digitation pour un faisceau de rayon ω0 = 8.9µm,
toujours pour le même écart à la température critique T − TC = 2.5K (cf Fig.(6.3)).
Les déformations s’écartent certes des déformations linéaires observées aux puissances la-
ser modérées ( P = 360 mW), mais pour cette taille du faisceau les formes cylindriques
connectées n’apparaissent plus, même pour les puissances les plus importantes (P = 890
mW). On constate simplement le début de la formation de la pointe qui conduit pour des
faisceaux plus focalisés au cylindre le plus fin.

Afin de rendre plus compréhensible la formation progressive de ces déformations
non-linéaires pour des puissances laser croissantes, nous avons superposé sur un même
graphique les profils extraits après traitement numérique des images pour un écart à la
température critique T − TC = 3.5K et deux rayons de faisceau différents ω0 = 4.8µm et
ω0 = 8.9µm. Pour le faisceau fortement focalisé de rayon ω0 = 4.8µm, on observe sur la
figure (6.4) l’allongement progressif de la déformation selon l’axe de propagation du fais-
ceau laser ( 3 premiers profils), la formation du saut de courbure ( 2 profils correspondant
à P = 480 et 720 mW) et la déformation finale constituée de deux cylindres interconnec-
tés. On notera que le saut de courbure entre les deux formes cylindriques apparâıt moins
brutal sur les profils extraits que sur les images brutes. Pour un faisceau moins focalisé
ω0 = 8.9µm (Fig. (6.5)), la transition vers les formes allongées est plus progressive et on
n’observe plus véritablement de saut de courbure entre deux cylindres distincts, mais tout
juste un léger épaulement (profil pour la puissance maximale P = 900 mW). Pour un
faisceau encore plus large (ω0 = 15.3µm), les déformations ne présentent plus de particu-
larités et le profil est similaire au modèle des déformations linéaires de l’interface établi au
chapitre 5 (Fig. (6.6)). On note seulement un léger allongement de la déformation selon
l’axe du faisceau pour les puissances laser les plus élevées (P = 900 et 1080 mW).

Cette présentation qualitative et descriptive des déformations étant fâıte, nous allons
maintenant voir que le passage des déformations linéaires aux déformations non-linéaires,
et l’influence de la largeur du faisceau laser sur cette transition, peuvent être quantifiés si
l’on mesure la hauteur des déformations en fonction de la puissance laser incidente P.

6.1.2 Courbes expérimentales d’évolution de la hauteur des dé-
formations non-linéaires

Pour caractériser les déformations non-linéaires, nous avons mesuré comme dans les
chapitres précédents la hauteur de la déformation sur l’axe pour différentes tailles du
col du faisceau ω0 et sur toute la gamme des puissances laser P accessibles, i.e jusqu’à
grosso-modo P = 1.2 W dans le milieu. La variation de la hauteur de la déformation en
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Fig. 6.4 – Profils des déformations extraits après traitement numérique des images pour
un écart à la température critique T − TC = 3.5K et un faisceau laser de rayon au col
ω0 = 4.8µm. Les profils ont été décalés par rapport au niveau zéro initial pour plus de
lisibilité. Les puissances laser croissantes (de haut en bas) valent succesivement: P = 60,
120, 180, 240, 300, 480, 720 et 900 mW.
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Fig. 6.5 – Profils des déformations pour un écart à la température critique T −TC = 3.5K
et un faisceau laser de rayon au col ω0 = 8.9µm. Les profils ont été décalés pour plus de
lisibilité. Les puissances laser croissantes (de haut en bas) valent successivement: P = 60,
120, 180, 240, 300, 480, 600, 720 et 900 mW.
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Fig. 6.6 – Profils des déformations engendrées à T − TC = 3.5K par un faisceau laser
de rayon au col ω0 = 15.3µm. Les puissances laser croissantes (de haut en bas) valent
successivement: P = 120, 180, 240, 300, 480, 600, 720, 900 et 1080 mW. On n’observe pas
de formation de doigt pour ce faisceau peu focalisé, même pour les puissances maximales.
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Fig. 6.7 – Variation expérimentale de la hauteur de la déformation sur l’axe en fonction
de la puissance laser incidente P, pour un écart à la température critique T −TC = 3.5K.
Les rayons de faisceaux correspondants sont indiqués sur la figure. La droite en pointillés
montre le comportement linéaire de la hauteur aux faibles puissances pour le faisceau de
rayon au col ω0 = 15.3µm.
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Fig. 6.8 – (a) Hauteur de la déformation sur l’axe en fonction de la puissance P, à
T −TC = 4.5K. Les rayons de faisceau sont indiqués en légende sur la figure. La droite en
pointillés correspond au comportement linéaire de la hauteur aux faibles puissances pour
ω0 = 15.3µm . (b) Idem pour un écart à la température critique T − TC = 5.5K .
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fonction de la puissance laser P est représentée sur les figures (6.7), (6.8(a)) et (6.8(b))
pour des écarts à la température critique T −TC respectivement égaux à 3.5, 4.5 et 5.5 K.
L’allure générale des courbes obtenues est similaire pour ces trois écarts à la température
critique. On constate que la croissance de la déformation est d’autant plus rapide que le
faisceau laser est plus focalisé. Pour chaque taille de faisceau, il est possible d’identifier
un régime linéaire de croissance pour les puissances les plus basses. Nous avons représenté
ce régime pour les plus gros rayons de faisceau sur chacune des figures par une droite en
pointillés. C’est en effet pour les faisceaux les moins focalisés que la transition vers les
déformations non-linéaires se fait aux puissances les plus élevées. Le régime linéaire de
croissance est bien repérable dans ce cas. Cela correspond bien au comportement que nous
avions signalé, en comparant les déformations des figures (6.1), (6.2) et (6.3) au paragraphe
précédent. En particulier, pour des faisceaux peu focalisés de rayon au col ω0 = 11.7µm
ou ω0 = 15.3µm, les formes en doigts ne sont plus observées. L’interface adopte juste une
forme moins arrondie que le profil prévu par le modèle linéaire des déformations. Cela
explique le fait que les points expérimentaux ne s’écartent que tardivement et peu du
comportement linéaire pour ces rayons sur les figures (6.8(a)) et (6.8(b)).

A l’inverse, la transition vers les déformations non-linéaires est beaucoup plus rapide
pour les faisceaux les plus focalisés. Il devient même difficile d’identifier véritablement un
régime linéaire de croissance en fonction de la puissance. En effet, sur la figure (6.1), la
déformation s’allongeait selon la direction du faisceau dès P = 240 mW. Il va sans dire
que les résultats expérimentaux présentés au chapitre 4 correspondaient à des courbes, où
suffisamment de points étaient disponibles pour effectuer une régression linéaire significa-
tive sur les données. Si on prend par exemple le cas de la figure (6.7), un régime linéaire
d’évolution de la hauteur reste identifiable pour les rayons de faisceau ω0 = 5.3 et 8.9µm,
pour des puissances P < 240 mW. Par contre, sur la figure (6.8(a)), aucun régime linéaire
n’est visible pour le rayon de faisceau ω0 = 4.8µm. On comprend donc mieux la restric-
tion apportée dans le préambule du chapitre 4, où nous avions précisé que les résultats ne
concernaient pas les déformations engendrées par des faisceaux focalisés de forte puissance
au voisinage du point critique. Il faut en effet préciser que les formes en doigt, telles que
celles de la figure (6.1), ne sont plus observées même pour des faisceaux très focalisés,
quand on s’éloigne suffisamment du point critique (typiquement pour T − TC ≥ 5.5K).
La tension de surface est sans doute alors suffisamment importante pour s’opposer à la
formation de telles structures.

Nous allons maintenant essayer de poser les bases et les hypothèses physiques essen-
tielles susceptibles d’expliquer le profil des déformations non-linéaires.

6.1.3 Equation différentielle régissant les déformations non-linéaires

Expression générale de la courbure κ

Si l’on se reporte au modèle des déformations linéaires proposé au paragraphe (4.4.2),
les hypothèses et simplifications effectuées limitent nettement le domaine de validité de
l’équation (6.1) régissant la hauteur des déformations:

(ρ1 − ρ2)gh(r) − σ△rh(r) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I(r) (6.1)

Pour aboutir à cette équation, nous avions supposé en premier lieu que la courbure de
l’interface κ était suffisamment faible de façon à s’exprimer au premier ordre comme le
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laplacien transverse de la hauteur: κ ≃ △rh(r). Au vu des fortes courbures prises par
l’interface pour des puissances élevées, cette hypothèse n’est clairement plus valable. Il
nous faut prendre en compte l’expression complète de la courbure pour une interface
décrite par z = h(r) en coordonnées cylindriques. Dans le cas général, la courbure κ
s’exprime en effet sous la forme:

κ =
1

r

d

dr

( rh
′

(r)
√

1 + h′(r)2

)

(6.2)

où h
′

(r) désigne bien entendu la dérivée première de la hauteur par rapport au rayon r.
Cette modification, d’origine purement mathématique, suffit déjà à changer complètement
la nature de l’équation différentielle satisfaite par la hauteur des déformations. Celle-ci
devient une équation fortement non linéaire n’admettant pas de solutions analytiques pour

un second membre de (6.1) de type gaussien I(r) = 2P
πω2

0

exp
(

−2r2

ω2
0

)

. Cependant ce n’est

pas la seule modification à effectuer, puisqu’il faut également reprendre le bilan des forces
et l’expression de la pression de radiation adoptée comme force motrice de la déformation.

Réécriture du bilan des forces de pression de radiation

Le second membre de (6.1) correspond à la pression de radiation exprimée pour un
faisceau laser en incidence normale sur l’interface initiale plane séparant les deux phases
Φ1 et Φ2. Cette expression était légitime tend que les déformations n’étaient pas trop pro-
noncées. Elle revenait à négliger la variation de la transmission de l’onde laser (et donc par
conséquent de la pression de radiation) en fonction de l’angle d’incidence du faisceau sur
l’interface. Cependant comme nous le montrons en annexe, cette variation de la transmis-
sion TTE,TM entrâıne pour les incidences élevées une diminution importante de la pression
de radiation s’exerçant à l’interface (cf Fig.(10.2) dans le cas d’une interface air/eau pris
comme exemple illustratif). Tant que l’inclinaison de l’interface est peu importante, avec
les notation adoptées en annexe, la pression de radiation prad(θ1,θ2), qui dépend de l’angle
d’incidence θ1 et de l’angle de réfraction θ2, est peu différente de sa valeur en incidence
normale prad(0,0):

prad(θ1,θ2)

prad(0,0)
≃ 1 (6.3)

Le modèle linéaire est donc bien valable pour des déformations d’amplitude faible, n’offrant
pas d’inclinaisons trop importantes par rapport à l’interface plane pour laquelle le bilan
des forces est effectué. Par contre, dans le cas des déformations non-linéaires, celles-ci
présentent des portions quasi-parallèles à la direction de propagation du laser (Fig. (6.1)
et (6.2)). Il apparâıt donc nécessaire de revoir l’expression de la pression de radiation,
en tenant compte de l’angle d’incidence θ1 du faisceau laser par rapport à la normale à
l’interface. Le faisceau laser est incident de bas en haut, de la phase Φ1 d’indice optique
n1 vers la phase Φ2 d’indice optique n2 > n1. Les notations adoptées sont précisées sur
la figure (10.1). Nous considérerons, en particulier pour les expressions des coefficients de
réflexion et de transmission en énergie RTE,TM et TTE,TM , que l’onde incidente est une
onde transverse électrique TE.

Comme dit en annexe, la pression de radiation s’exerce toujours normalement à l’in-
terface. On a donc, d’après l’équation (10.9):

prad(θ1,θ2)�n =
cos θ1

c

[

2n1 cos θ1 − TTE(n1 cos θ1 + n2 cos θ2)
]

I(r)�n (6.4)



6.1 149

Rjcug"f3

Rjcug"f4

Hckuegcw"kpekfgpv

p

Qpfg"VG

Fig. 6.9 – Définition de l’angle d’incidence θ1 par rapport à la normale à l’interface �n,
pour un faisceau laser se propageant de bas en haut, de la phase Φ1 la moins réfringente
vers la phase Φ2 la plus réfringente.

Soit compte tenu de l’expression de la transmission TTE (Eq. (10.2)):

prad(θ1,θ2)�n =
2n1 cos θ1

c

[n1 cos θ1 − n2 cos θ2

n1 cos θ1 + n2 cos θ2

]

I(r)�n (6.5)

Le cosinus de l’angle d’incidence se calcule simplement quand on connâıt l’expression de
la normale �n à l’interface:

cos θ1 = �n · (−�uz) =
1

√

1 + h′(r)2
(6.6)

Le cosinus de l’angle de réfraction θ2 s’en déduit aisément avec la relation de Descartes:

cos θ2 =

√

1 −
(n1

n2

)2 h′(r)2

1 + h′(r)2
(6.7)

En substituant les équations (6.6) et (6.7) dans l’expression générale de la pression de
radiation (6.5), on obtient:

prad(θ1,θ2)�n =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

) 1
(

n1

n1+n2
+ n2

n1+n2

√

1 + h′(r)2 −
(

n1

n2

)2

h′(r)2

)2
I(r)�n (6.8)

Cette expression est la formule la plus générale de la pression de radiation prad(θ1,θ2)
tenant compte de l’incidence du faisceau à l’interface. On aura reconnu comme préfacteur
devant la fraction l’expression de la pression de radiation en incidence normale prad(0,0).
On vérifie bien ainsi que l’on retombe sur la valeur considérée dans le modèle linéaire,
quand on néglige l’inclinaison de l’interface et la variation de la transmission en fonction
de celle-ci. Il suffit en effet pour cela de faire h

′

(r) = 0 dans l’équation (6.8). On peut
cependant effectuer quelques simplifications dans cette équation, du fait de la très faible
différence d’indice entre les deux phases. En effet, on a toujours:

n1 ≃ n2 (6.9)
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et
n1 − n2 = ∆n < 0 (6.10)

où ∆n est un infiniment petit . On trouve donc en développant l’expression sous la racine
carrée au premier ordre en ∆n:

prad(θ1,θ2) ≃
∆n

c

4
(

1 +
√

1 − 2∆n
n2

h′(r)2

)2 I(r) (6.11)

Le calcul des déformations linéaires correspondait donc à un calcul au premier ordre en
∆n. Tenir compte de l’incidence du faisceau laser à l’interface en écrivant la pression de
radiation selon l’équation (6.11) revient à effectuer le calcul à l’ordre supérieur suivant.
Nous pouvons donc maintenant donner l’équation différentielle régissant la hauteur des
déformations non-linéaires:

(ρ1 − ρ2)gh(r) − σκ = prad(θ1,θ2) (6.12)

Soit étant donné les équations (6.2) et (6.11):

(ρ1 − ρ2)gh(r) − σ
1

r

d

dr

( rh
′

(r)
√

1 + h′(r)2

)

=
∆n

c

4
(

1 +
√

1 − 2∆n
n2

h′(r)2

)2 I(r) (6.13)

I(r) désigne le champ d’intensité gaussien de l’onde:

I(r) =
2P

πω2
0

exp
(−2r2

ω2
0

)

(6.14)

Remarques

L’équation différentielle (6.13) est une équation fortement non-linéaire n’admettant
pas de solution analytique. On peut en effet souligner que, même dans les cas des formes
d’équilibres déterminées par la compétition entre la gravité et la tension de surface, les
solutions analytiques sont rares quand le terme de courbure total est pris en compte. A
fortiori, le calcul devient particulièrement complexe quand on rajoute au problème un
second membre gausssien, faisant encore intervenir une dérivée première de la hauteur.
Nous pensons cependant que l’essentiel de la physique décrivant les déformations non-
linéaires observées est résumé dans l’équation différentielle non-linéaire proposée, c’est à
dire la dépendance de la pression de radiation vis-à-vis de l’angle d’incidence. Les premiers
essais de résolution numérique que nous avons effectués nous confortent dans ce sens.

6.1.4 Résolution numérique de l’équation différentielle non-linéaire
tronquée

Adimensionnalisation et inversion

L’équation différentielle (6.13) s’avérant particulièrement difficile à résoudre, même
d’un point de vue numérique, nous nous contenterons ici de n’en considérer qu’une ver-
sion tronquée. La tension de surface étant particulièrement faible pour notre système au
voisinage du point critique, nous allons carrément omettre le terme correspondant dans
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l’équation des déformations non-linéaires. Négliger totalement la tension de surface a deux
conséquences principales pour les profils présentés après intégration numérique. Les hau-
teurs sur l’axe sont clairement surestimées puisqu’il n’y a plus de force s’opposant à la
déformation de l’interface. De plus, les profils peuvent présenter des formes pointues phy-
siquement aberrantes, puisqu’elles seraient ”arrondies” à cause de leur coût énergétique
par la tension de surface σ. Notre but n’est en fait pas de simuler, au sens strict du terme,
les déformations non-linéaires observées mais déjà d’essayer de voir si l’équation (6.13)
possède des particularités susceptibles de conduire à des formes inattendues.

En négligeant la tension de surface, nous sommes amenés à résoudre la version tron-
quée de l’équation (6.13), soit:

(ρ1 − ρ2)gh(r) =
∆n

c

2P

πω2
0

4
(

1 +
√

1 − 2∆n
n2

h′(r)2

)2 exp
(−2r2

ω2
0

)

(6.15)

On peut rendre le problème sans dimension en renormalisant le rayon r par rapport au
rayon du faisceau au col:

u =
r

ω0

(6.16)

Pour hauteur caractéristique, on peut prendre:

hlin(0) =
1

cg

∆n

∆ρ

2P

πω2
0

=
1

cg

(∂n

∂ρ

)

I(0) = h(Bo ≫ 1) (6.17)

On reconnâıt en effet la hauteur de la déformation linéaire sur l’axe dans le régime grand
nombre de Bond, hauteur que nous avions définie au paragraphe (5.2.3), équation (5.57).
On renormalise donc h(r) par cette hauteur caractéristque, de façon à définir la hauteur
adimensionnée:

H(u) =
h(r)

h(Bo ≫ 1)
(6.18)

Avec ces notations, l’équation (6.15) peut être inversée pour obtenir l’expression de
H

′

(u) = dH
du

en fonction de H(u):

H
′

(u) =
ω0

h(Bo ≫ 1)

√

− n2

2∆n

√

( 2e−u2

√

H(u)
− 1

)2

− 1 (6.19)

Cette équation implicite est intégrable numériquement. On a posé comme condition
limite et initiale d’intégration que la hauteur de la déformation était nulle loin de l’axe du
faisceau. Nous avons effectué les calculs sous MATLAB, logiciel de calcul mathématique.

Résultats des calculs numériques

Pour fixer les idées, nous avons essayé de ”simuler”, en intégrant l’équation (6.19),
les profils de déformations montrés précédemment sur les figures (6.4), (6.5) et (6.6).
Nous avons donc pris pour nos calculs la valeur de la différence d’indice correspondant
à l’écart à la température critique T − TC = 3.5K, soit ∆n = −8 10−3. Les résultats
des calculs sont présentés respectivement sur les figures (6.12), (6.11) et (6.10). Toutes
choses égales par ailleurs, les courbes numériques correspondent exactement aux mêmes
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Fig. 6.10 – Simulations numériques des profils de déformations présentés sur la figure
(6.6), i.e pour T − TC = 3.5K et un faisceau laser de rayon au col ω0 = 15.3µm. Les
puissances laser croissantes (de haut en bas) valent successivement: P = 120, 180, 240,
300, 480, 600, 720, 900 et 1080 mW. Le profil des déformations ne présente pas de
particularités et est similaire à celui obtenu à partir du modèle linéaire.

puissances laser P que celles indiquées pour les profils expérimentaux. Que peut-on tirer
comme enseignements de ces simulations numériques?

En premier lieu, comme dit précédemment les hauteurs sont grandement surestimées
par rapport aux hauteurs réelles. Si l’on s’intéresse plutôt à la forme générale des défor-
mations, on constate que pour le faisceau le moins focalisé (ω0 = 15.3µm) le profil reste
similaire à celui obtenu à partir du modèle linéaire. Les déformations sont douces et ne
présentent pas de singularités (Fig. (6.10)). Ce n’est pas le cas pour des faisceaux plus
focalisés. Pour un rayon de faisceau au col ω0 = 8.9µm, les déformations pour les trois
premières puissances restent conformes au profil linéaire classique (cf Fig. (6.11)). Par
contre, à partir de P = 240 mW, on voit apparâıtre une pointe sur l’axe de la défor-
mation, ainsi qu’un épaulement de part et d’autre. Ayant négligé la tension de surface,
il n’est pas étonnant de voir des formes pointues apparâıtre, puisqu’il n’y a pas de coût
en termes d’énergie surfacique s’opposant à leur formation. Cette pointe secondaire est
d’autant plus prononcée que la puissance laser P est importante. Pour le faisceau le plus
focalisé (ω0 = 4.8µm), les profils simulés numériquement s’écartent d’emblée des profils
linéaires classiques des déformations (Fig. (6.12)). La pointe secondaire se forme dès les
puissances laser les plus basses. Afin de rendre la forme des déformations simulées plus
visible, le profil correspondant à la puissance P = 480 mW sur la figure (6.12)) est présenté
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Fig. 6.11 – Simulations numériques des profils de déformations présentés sur la figure
(6.5), i.e pour un écart à la température critique T − TC = 3.5K et un faisceau laser
de rayon au col ω0 = 8.9µm. Les puissances laser croissantes (de haut en bas) valent
successivement: P = 60, 120, 180, 240, 300, 480, 600, 720 et 900 mW. On constate
la formation d’une pointe secondaire à partir de P = 240 mW. L’équation non-linéaire
(6.15) négligeant la tension de surface, de telles formes pointues sont en effet permises.
Un terme de tension de surface entrâınerait un profil de déformation plus arrondi.

seul sur la figure (6.13). On distingue clairement un épaulement de part et d’autre de la
pointe centrale de la déformation. Cet épaulement ressemble à celui qui est visible sur le
profil expérimental correspondant de la figure (6.4).

Bilan et perspectives

Si on assimile la formation de la pointe sur les profils numériques à l’apparition du
doigt pour les déformations réelles, le modèle proposé, basé sur la résolution de l’équation
différentielle non-linéaire amputée du terme de tension de surface, reproduit qualitative-
ment les observations expérimentales. Pour un écart à la température critique fixé (dans
notre cas T − TC = 3.5K), les doigts ne se forment que pour les faisceaux les plus foca-
lisés. Pour les plus gros faisceaux, les déformations ne différent que peu du profil linéaire
classique. De plus, l’apparition du doigt se fait d’autant plus tôt en puissance que le fais-
ceau est focalisé. Les simulations numériques sont conformes à ces constatations effectuées
au vu des profils expérimentaux et des courbes (6.7), (6.8(a)) et (6.8(b)). On peut donc
affirmer que notre modèle rend compte au moins qualitativement des caractéristiques
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Fig. 6.12 – Simulations numériques des profils de déformations présentés sur la figure
(6.4), i.e pour un écart à la température critique T − TC = 3.5K et un faisceau laser
de rayon au col ω0 = 4.8µm. Les puissances laser croissantes (de haut en bas) valent
succesivement: P = 60, 120, 180, 240, 300, 480, 720 et 900 mW. Dès les puissances les
plus basses, le profil des déformations s’écarte du profil linéaire classique. On constate
d’emblée la formation d’une pointe secondaire sur l’axe.

principales des déformations non-linéaires. Certes nos intégrations numériques sont plus
que sommaires et il conviendrait en toute rigueur de travailler à partir de l’équation diffé-
rentielle non-linéaire complète (6.13). Cependant la résolution numérique détaillée d’une
telle équation est un travail à part entière qui dépasse le cadre de cette thèse. Des colla-
borations futures sont envisagées afin de pouvoir procéder à des simulations numériques
rigoureuses.

Nous pensons toutefois que l’équation différentielle (6.13) possède bien les singularités
mathématiques nécessaires à l’explication des profils des déformations non-linéaires. En
ce sens, il est satisfaisant de pouvoir proposer un modèle physique relativement simple
pour ces formes de doigts très surprenantes. Il est évident que ces formes sont possibles du
fait de la très faible tension de surface de l’interface. Il ne faut pas oublier que les doigts
ne sont plus observés pour des tensions de surface plus fortes loin du point critique. Mais
l’argument physique principal est la dépendance de la transmission en énergie et de la
pression de radiation vis à vis de l’angle d’incidence du faisceau laser sur l’interface. Nous
allons voir que cette dépendance peut également permettre d’expliquer la nature instable
de l’interface sous forte intensité laser, dans le cas où le faisceau se propage de la phase
la plus réfringente vers la phase la moins réfringente.
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Fig. 6.13 – Zoom sur le profil de déformation simulé à la puissance laser P = 480 mW
sur la figure (6.12)). L’épaulement caractéristique de part et d’autre de la pointe centrale
de la déformation est clairement visible. On pourra comparer avec le profil expérimental
correspondant de la figure (6.4).

6.2 Instabilité de l’interface pour un faisceau incident

se propageant du milieu le plus réfringent vers le

milieu le moins réfringent

6.2.1 Déformation de l’interface et instabilité pour des puis-
sances laser P élevées

Au chapitre 4, nous avons dit que les déformations engendrées par la pression de
radiation, quand le faisceau se propage de la phase Φ2 vers la phase Φ1, étaient similaires
à celles obtenues pour l’autre sens de propagation de la lumière. Il convient maintenant de
nuancer ce propos et de restreindre la validité de ces résultats aux déformations induites
sous des puissances laser modérées. En effet, pour des puissances laser élevées le modèle
linéaire n’est plus valable, et pour cause. Au-delà d’un certain seuil en puissance PS, les
déformations ne sont en fait plus stables et conduisent à la rupture de l’interface et à
la formation d’un long filament. Pour le sens de propagation précédent, les déformations
adoptaient des formes non-linéaires pour des faisceaux de forte puissance très focalisés
mais restaient stables et définies. A l’inverse, dans le cas présent les déformations gardent
un profil classique, jusqu’à ce que l’interface perde toute stabilité et s’effondre. Un exemple
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d’un tel processus est illustré pour des puissances laser croissantes sur les images des figures
(6.14) et (6.15). L’écart à la température critique vaut T−TC = 15K et le rayon du faisceau
laser ω0 = 3.5µm. On constate que les déformations correspondent bien au profil attendu
pour les puissances les plus faibles et ne présentent aucune particularité notable. On peut
le vérifier sur les profils extraits après traitement numérique des images (cf Fig. (6.16). On
observe ensuite un allongement de la déformation selon l’axe de propagation du faisceau
pour des puissances plus élevées (P = 920, 1110 et 1170 mW). Nous avons reporté sur
la figure (6.17) la hauteur sur l’axe de la déformation en fonction de la puissance. Un
régime de croissance linéaire pour les puissances modérées est clairement identifiable,
comme l’atteste la régression linéaire (trait en pointillés) effectuée sur les données. Ce
sont ces régimes de croissance que nous avons exploités au chapitre 4, pour les résultats
relatifs aux déformations linéaires pour ce sens de propagation du faisceau. On constate
également que les trois derniers points sur la courbe de la figure (6.17) s’écartent du
régime linéaire, ce qui était déjà visible sur les profils de la figure (6.16). En effet, pour
la puissance P = PS = 1230mW , l’interface devient instable et conduit à la formation du
filament présenté sur la figure (6.15). Le fait que l’on s’écarte du régime linéaire pour les
puissances les plus hautes ne constitue que les prémices de l’instabilité de l’interface. On
notera de plus que cette instabilité survient de façon relativement brutale.

La nature instable de l’interface au-delà d’une certaine puissance seuil PS a été consta-
tée de manière générale pour ce sens de propagation du faisceau laser sur une grande
gamme de variation des paramètres expérimentaux. La figure (6.18) montre par exemple
les profils engendrés par la pression de radiation à T − TC = 1.5K et pour un rayon de
faisceau ω0 = 11.0 µm. Le dernier profil n’est pas un profil de déformation stationnaire
mais correspond à une image prise durant la déstabilisation de l’interface à la puissance
seuil, qui vaut dans ce cas-ci PS = 370 mW . On notera une nouvelle fois le caractère
brutal de l’instabilité, comme le montre l’évolution de la hauteur de la déformation en
fonction de la puissance (cf Fig. (6.19)). Nous nous sommes donc attachés à caractériser le
seuil de l’instabilité en faisant varier le rayon du faisceau laser et l’écart à la température
critique. Les résultats obtenus font l’objet du prochain paragraphe.

6.2.2 Loi d’échelle expérimentale pour le seuil en puissance PS

de l’instabilité

Nous avons mesuré le seuil en puissance PS au-delà duquel les déformations de-
viennent instables, pour des écarts à la température critique 1.5K ≤ T − TC ≤ 15K
et des rayons de faisceau au col variant de 3.5 à 11 µm. Les résultats sont présentés sur
la figure (6.20). On constate tout d’abord que la puissance seuil PS varie linéairement en
fonction du rayon du faisceau laser incident ω0. Les droites représentées sur la figure (6.20)
correspondent en effet aux régressions linéaires effectuées sur chaque ensemble de points
expérimentaux, pour un écart à la température critique fixé. Plus le rayon du faisceau
est gros, plus la déstabilisation de l’interface et la formation du filament interviennent à
des puissances élevées. De plus, la puissance seuil est également d’autant plus élevée que
l’écart à la température critique T −TC est important. Ainsi pour les trois premiers écarts
T −TC = 1.5K, 3 K et 5 K la source laser nous permet d’atteindre le seuil de l’instabilité
pour l’ensemble des rayons de faisceau expérimentalement accessibles. Par contre, pour
T − TC = 15K, le seuil n’est atteint que pour les faisceaux les plus focalisés. Nous avons
aussi effectué une série d’expériences à T − TC = 18K. Pour cet écart à la température
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Fig. 6.14 – Evolution des déformations en fonction de la puissance pour un faisceau laser
incident par le haut (flèche pleine).L’écart à la température critique T − TC = 15K et le
rayon du faisceau au col ω0 = 3.5µm. On observe un léger allongement de la déformation
selon l’axe du faisceau pour P = 1110 mW.
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Fig. 6.15 – Suite de la série en puissance de la figure (6.14). Pour P = 1230 mW,
l’interface devient brutalement instable et se brise, conduisant à la formation d’un long
filament.
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Fig. 6.16 – Profils des déformations extraits après traitement numérique des images pré-
sentées sur les figures (6.14) et (6.15), i.e pour T − TC = 15K et un rayon de faisceau
ω0 = 3.5µm. Les puissances laser successives valent: P = 310, 500, 620, 740, 920, 1110
et 1170 mW. Le profil correspondant à P = 1170 mW est le dernier profil stationnaire
obtenu avant que l’interface ne se déstabilise. A titre indicatif, on a également représenté
une partie du profil de l’interface lors de la déstabilisation à P = 1230 mW.
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Fig. 6.17 – Evolution de la hauteur stationnaire de la déformation en fonction de la
puissance laser P, pour les profils de la figure (6.16): T − TC = 15K et ω0 = 3.5µm.
La courbe en pointillés indique la régression linéaire effectuée pour les puissances les plus
basses: l’évolution de la hauteur est bien linéaire en fonction de la puissance et la pente
correspondante a été exploitée dans les résultats du paragraphe (5.3). On constate que la
hauteur s’écarte du comportement linéaire aux hautes puissances pour finalement diverger.
Le trait vertical marque le seuil en puissance PS au-delà duquel l’interface devient instable
et conduit à la formation du long filament présenté sur la figure (6.15).

critique, nous n’avons observé aucune déstabilisation de l’interface, même aux puissances
laser maximales avec des faisceaux très focalisés. Pour un rayon de faisceau fixé, en l’oc-
currence ω0 = 3.5µm, nous avons également tracé sur la figure (6.21) l’évolution de la
puissance seuil PS en fonction de l’écart à la température critique. On s’aperçoit que la
variation de PS est linéaire en T − TC , comme le montre la régression linéaire représentée
en trait plein sur la figure. D’un point de vue exposant critique, PS se comporte donc
comme:

PS ∝ (T − TC)1 (6.20)

On comprend donc bien que pour des écarts à la température critique importants, le seuil
en puissance correspondant est trop élevé et ne peut être atteint au moyen notre source
laser. En effet, la puissance maximale dont on peut disposer à l’interface est de l’ordre de
1.3 W, compte tenu des pertes optiques.

Nous avons donc déterminé le comportement du seuil en puissance PS de l’instabilité
en fonction des paramètres expérimentaux pertinents. Nous allons voir qu’une approche
phénoménologique, par le biais d’une analyse dimensionnelle, permet de retrouver les
dépendances observées et de trouver une loi d’échelle pour le seuil PS.
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Fig. 6.18 – Profils des déformations extraits après traitement numérique des images pour
un écart à la température critique T − TC = 1.5K et un faisceau laser de rayon au col
ω0 = 11.0µm. Les puissances laser successives valent: P = 120, 190, 250, 310, 340 et 370
mW. Le profil correspondant à P = 370 mW n’est pas un profil stationnaire. L’interface
est en train de se déstabiliser pour conduire à la formation du filament.
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Fig. 6.19 – Evolution de la hauteur stationnaire de la déformation en fonction de la
puissance laser P, pour les profils de la figure (6.18): T − TC = 1.5K et ω0 = 11.0µm.
La courbe en pointillés indique l’évolution linéaire pour les puissances les plus basses. Le
trait vertical marque le seuil en puissance PS au-delà duquel l’interface devient instable.
Dans le cas présent, PS = 370mW .

Analyse dimensionnelle

On peut commencer par déterminer quelles sont les grandeurs physiques pertinentes
dans le processus de déstabilisation et d’effondrement de l’interface. Il s’agit clairement
d’une compétition entre l’énergie surfacique assurant la cohésion de l’interface et l’énergie
apportée par l’onde laser. La différence de densité entre les phases ne joue a priori aucun
rôle dans le phénomène, si ce n’est de façon indirecte à travers le contraste d’indice de
réfraction qui peut en résulter. On peut donc essayer de construire de façon dimensionnelle
une puissance caractéristique à partir des grandeurs que sont la tension de surface σ, la
taille caractéristique du faisceau ω0 et la célerité de la lumière c. La seule façon d’obtenir
une puissance caractéristique PC à partir de ces trois quantités est d’écrire, à un facteur
numérique près:

PC = σcω0 (6.21)

On retrouve ainsi une puissance caractéristique dépendant linéairement du rayon du fais-
ceau. Par contre, le comportement critique en T − TC correspond à celui de la tension de
surface, i.e en (T − TC)1.26. Cet exposant est légèrement supérieur à celui constaté expé-
rimentalement sur la figure (6.21). On peut maintenant se dire que, comme la pression
de radiation prad, mécanisme de l’instabilité, est proportionnelle à la différence d’indice
optique ∆n entre les deux phases, la grandeur importante dans le processus de brisure
n’est pas la puissance P, mais (−∆n)P (∆n = n1 − n2 < 0 par convention). Sur la
base de ces arguments, on est donc tenté de proposer comme expression d’une puissance
caractéristique:

PC =
σcω0

(−∆n)
(6.22)

Le comportement critique correspond alors à :

PC ∝ (T − TC)µ−β ∝ (T − TC)0.935 (6.23)
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Fig. 6.20 – Seuil en puissance PS de l’instabilité de l’interface en fonction du rayon au col
ω0 du faisceau laser incident. Les écarts à la température critique valent respectivement:
T −TC = 1.5 K (•), 3 K (�), 5 K(�), 6 K(◦), 8 K(�), 12 K (⊞) et 15 K (�). Les droites
représentées correspondent aux régressions linéaires effectuées sur chaque ensemble de
points expérimentaux.
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Fig. 6.21 – Puissance seuil PS en fonction de l’écart à la température critique T − TC

pour un faisceau de rayon au col ω0 = 3.5µm. La variation est linéaire en T − TC comme
le montre la régression effectuée sur les données (droite en trait plein).
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Fig. 6.22 – Données identiques à celles de la figure (6.20). La puissance seuil PS a été
renormalisée par la quantité σc

(−∆n)
conformément à l’analyse dimensionnelle effectuée.

On constate que cette renormalisation donne le bon comportement de la puissance seuil,
comme l’atteste l’ajustement linéaire (trait plein) effectué sur l’ensemble des données.

Cet exposant critique est très proche de la valeur expérimentale. Pour tester la validité de
notre analyse dimensionnelle qualitative, nous avons donc repris les données expérimen-
tales de la figure (6.20) et avons renormalisé la puissance seuil PS par la quantité σc

(−∆n)
.

Les points correspondants sont présentés sur la figure (6.22). Il semble que la loi d’échelle
obtenue par ce biais soit correcte. L’ensemble des points expérimentaux se regroupe bien
autour d’une droite moyenne unique. Si l’on effectue une régression linéaire, on trouve
comme expression de PS:

PS(W) = 6.3 10−6 σc

(−∆n)
ω0(µm) (6.24)

Nous avons donc déduit des données expérimentales une loi d’échelle pour la puissance
seuil PS de l’instabilité, sur la base d’arguments dimensionnels. On notera encore une fois
la commodité offerte par les phases micellaires de microémulsion quasi-critiques par ce type
d’étude. Nous allons maintenant présenter un modèle physique plus abouti permettant de
retrouver théoriquement l’expression du seuil en puissance obtenue.

6.2.3 Justification physique du seuil en puissance

Equation différentielle non-linéaire

On peut être tenté dans un premier temps de reprendre le raisonnement conduisant
à l’équation différentielle obtenue pour les déformations non-linéaires décrites dans la
première partie du chapitre. Pour un faisceau laser se propageant de bas en haut, les
notations correspondantes sont précisées sur la figure (6.23). Le faisceau étant maintenant
incident du milieu 2 vers le milieu 1, la formule (6.4) reste valable à condition d’échanger
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Fig. 6.23 – Définition de l’angle d’incidence θ2 par rapport à la normale à l’interface �n,
pour un faisceau laser se propageant de haut en bas, de la phase Φ2 la plus réfringente
vers la phase Φ1 la moins réfringente.

les indices des milieux et des angles d’incidence et de réflexion, ainsi que �uz ←→ −�uz dans
le membre de droite. Le terme de pression de radiation s’écrit donc:

prad(θ2,θ1) =
2n2 cos θ2

c

[n1 cos θ1 − n2 cos θ2

n1 cos θ1 − n2 cos θ2

]

I(r) (6.25)

Les expressions des angles en fonction de la dérivée de la hauteur h(r) sont aussi modifiées
en conséquence:

cos θ2 =
1

√

1 + h′(r)2
(6.26)

sin θ2 =
h

′

(r)
√

1 + h′(r)2
(6.27)

Et en exploitant la relation de Descartes:

cos θ1 =

√

1 −
(n2

n1

)2 h′(r)2

1 + h′(r)2
(6.28)

En substituant ces formules dans l’équation (6.25), on aboutit à une expression analogue
à l’équation (6.8) pour la terme de pression de radiation:

prad(θ2,θ1) =
2n2

c

(n1 − n2

n1 + n2

) 1
(

n2

n1+n2
+ n1

n1+n2

√

1 + h′(r)2 −
(

n2

n1

)2

h′(r)2

)2
I(r) (6.29)

Soit étant donné les approximations (6.9) et (6.10), en développant le terme sous la racine
au premier ordre en ∆n:

prad(θ2,θ1) ≃
∆n

c

4
(

1 +
√

1 + 2∆n
n1

h′(r)2

)2 I(r) (6.30)
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On voit donc que la seule différence dans l’expression de la pression de radiation entre les
deux sens de propagation est le signe du terme rendant compte de la dépendance vis à
vis de l’angle d’incidence. Les déformations sont décrites, pour un faisceau se propageant
du milieu d’indice n2 vers le milieu d’indice n1, par une équation similaire à l’équation
(6.13):

(ρ1 − ρ2)gh(r) − σ
1

r

d

dr

( rh
′

(r)
√

1 + h′(r)2

)

=
∆n

c

4
(

1 +
√

1 + 2∆n
n1

h′(r)2

)2 I(r) (6.31)

On ne peut donc pas espérer démontrer la nature instable de l’interface pour ce sens de
propagation à l’aide de cette équation. Il faut trouver un argument supplémentaire pour
expliquer la brisure de symétrie des déformations vis à vis du sens de propagation de la
lumière. Or un phénomène physique simple distingue les deux sens de propagation. Dans
le cas où la lumière se propage de la phase Φ2 la plus réfringente vers la phase Φ1 la moins
réfringente, il est possible d’atteindre la réflexion totale. Nous démontrons en annexe
que sous cette condition, la pression de radiation est fortement amplifiée à l’interface,
d’un facteur (1 + n1

n2
)2 ≃ 4, par rapport au cas de l’incidence normale. Nous allons voir

que l’écriture de la condition de réflexion totale permet de retrouver la loi d’échelle en
puissance pour le seuil de l’instabilité.

Condition de réflexion totale à l’interface

La condition de réflexion totale s’exprime classiquement sous la forme:

sin θ2 >
n1

n2

(6.32)

Soit étant donné l’équation (6.27):

h
′

(r)
√

1 + h′(r)2
>

n1

n2

(6.33)

Il se trouve que la quantité dans le membre de gauche est calculable, au prix de quelques
approximations, par l’intermédiaire de l’équation (6.31). Premièrement, nous avons dit
lors de l’analyse dimensionnelle que la gravité ne devait jouer a priori aucun rôle dans le
processus de brisure de l’interface. Nous pouvons donc négliger le terme de flottabilité dans
(6.31), ce qui n’est guère choquant compte-tenu de la faible différence de densité entre les
phases. En second lieu, la prise en compte de la dépendance de la pression de radiation vis
à vis de l’angle d’incidence est un raffinement du modèle, certes nécessaire pour simuler
les déformations non-linéaires, mais qui correspond à une correction du second ordre en
∆n. La différence d’indice ∆n étant un infiniment petit, on peut se contenter dans le cas
présent de la pression de radiation au premier ordre, i.e comme pour une interface plane.
On peut donc réécrire l’équation (6.31) au premier ordre en ∆n, en négligeant la gravité
mais en tenant compte du terme de courbure totale:

−σ
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=
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0
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(6.34)
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Cette équation différentielle est facilement intégrable analytiquement. On trouve:

rh
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(r)
√

1 + h′(r)2
=

(−∆n)

c

P

2πσ

[

1 − exp
(−2r2

ω2
0

)]

(6.35)

On reconnait l’expression de sin θ2 recherchée et on peut alors traduire la condition de
réflexion totale (6.32), par exemple au point d’inflexion de la gaussienne en r = ω0

2
, où la

pente est maximale :

sin θ2(r =
ω0

2
) =

(−∆n)

σcω0

P

π

(e−
1

2 − 1

e−
1

2

)

>
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(6.36)

On trouve ainsi que la réflexion totale sera atteinte en ce point dès que la puissance
dépassera un certain seuil:

P > π
( e−

1

2

e−
1

2 − 1

)n1

n2

σcω0

(−∆n)
(6.37)

Les préfacteurs numériques étant arbitraires, on voit que l’écriture de la condition de
réflexion totale en un point donné de l’interface conduit à l’expression d’un seuil en puis-
sance. De plus, ce seuil en puissance présente un comportement en accord avec la loi
d’échelle expérimentale pour la puissance seuil PS de l’instabilité. Nous n’avons certes pas
démontré par le biais d’une analyse de stabilité linéaire que l’interface devenait instable
au-delà d’une certaine puissance. Cependant on comprend bien que la réflexion totale
conduit à une refocalisation de l’onde laser à l’intérieur même de la déformation et à une
accumulation dramatique d’énergie éléctromagnétique susceptible d’engendrer la rupture.
Nous avons d’ailleurs les preuves expérimentales qu’un tel scénario se produit lors de la
formation du filament.

Evidence expérimentale d’une concentration d’énergie à l’intérieur de la dé-
formation

Lors de la brisure de l’interface et de la formation du filament, on peut s’intéresser
à ce qu’il advient de la propagation du faisceau laser. Habituellement pour prendre les
images des déformations, un filtre est placé devant la caméra CCD pour éliminer totale-
ment la lumière laser diffusée par le milieu. On peut le remplacer par un filtre n’atténuant
que partiellement celle-ci afin de pouvoir visualiser la trace du faisceau lumineux. Nous
avons ainsi pu observer le comportement du faisceau laser lors de la brisure de l’interface
et de la formation du filament, au seuil de l’instabilité. La série temporelle d’images cor-
respondantes est présentée sur les figures (6.24) et (6.25) pour un écart à la température
critique T − TC = 5K et un faisceau de rayon au col ω0 = 3.5µm. Dans ces conditions,
la puissance seuil vaut PS = 460mW . Sur les deux premières images de la figure (6.24),
la déformation de l’interface commence juste à se développer (elle est d’ailleurs visible
sur l’image 2). On constate que le faisceau laser présente un profil relativement uniforme,
similaire à celui observé pour les déformations stationnaires induites aux puissances in-
férieures à la puissance seuil. Par contre, sur les deux images suivantes pour lesquelles
l’interface commence à se déstabiliser, on distingue un début de focalisation de l’onde
laser (image 3 notamment). Cette focalisation est particulièrement nette et visible sur
l’image 5 de la figure (6.25). On constate la très forte diffraction du faisceau après un
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Fig. 6.24 – Série temporelle d’images illustrant le comportement du faisceau laser (inci-
dent par le haut comme indiqué par la flèche pleine) lors de l’instabilité de l’interface et de
la formation consécutive du filament. L’écart à la température critique vaut T −TC = 5K
et le rayon du faisceau au col ω0 = 3.5µm. Les images ont été prises à la puissance seuil
PS = 460mW et sont numérotées par ordre chronologique. La durée écoulée depuis le
début de l’illumination laser vaut: 1) t =0.4s, 2) 1.2s, 3) 2s et 4) 2.4s.
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Fig. 6.25 – Suite de la série temporelle d’images de la figure (6.24): 5) t = 2.8s, 6) t=3.6s,
7) t=4s et 8) t=7.2 s après le début de l’illumination. On observe la forte focalisation du
faisceau laser incident à l’intérieur du filament liquide.
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point de focalisation. Sur les images suivantes, le filament est formé et l’onde lumineuse
diffracte beaucoup moins que sur l’image 5. Le faisceau lumineux semble même en partie
relativement canalisé à l’intérieur du filament liquide (images 7 et 8).

Au vu de ces images, il apparâıt donc nettement qu’un couplage entre la propaga-
tion et la déformation intervient lors de la brisure de l’interface. Il y a clairement une
forte concentration d’énergie lumineuse à l’intérieur de la déformation, concentration qui
est vraisemblablement à l’origine de la rupture. Le phénomène de réflexion totale évoqué
précédemment peut être l’un des mécanismes contribuant à cette accumulation d’éner-
gie. C’est du moins ce que semble indiqué le comportement du seuil en puissance de
l’instabilité. Une fois la réflexion totale atteinte, d’autres mécanismes (autoguidage, au-
tofocalisation de l’onde lumineuse à l’intérieur de la déformation) peuvent ensuite encore
amplifier le phénomène et être la cause ultime de la rupture. Nous reviendrons au pro-
chain chapitre sur la propagation de l’onde lumineuse à l’intérieur d’un cylindre liquide,
prototype de ce que l’on pourrait appeler une fibre optique molle autoadaptée au champ
qui s’y propage.

6.2.4 Evolution temporelle de la déformation lors de la brisure

Un dernier point méritait d’être souligné concernant l’instabilité de l’interface et
la formation du filament. Nous avons constaté visuellement lors de nos expériences que
l’échelle de temps caractéristique de la rupture était différente, suivant que l’on se trouve
juste au seuil en puissance PS de l’instabilité ou au-dessus de celui-ci. Nous avons donc
enregistré l’évolution temporelle de la rupture au moyen de la caméra rapide avec un taux
d’acquisition de 125 images par seconde. Une série temporelle typique est présentée sur
la figure (6.26) pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K et un rayon du
faisceau au col ω0 = 4.3µm. Nous avons par ailleurs reporté sur la figure ( 6.27) la hauteur
de la pointe sur l’axe en fonction du temps, ceci pour la puissance seuil PS = 150mW et
une puissance légèrement supérieure P = 220mW . On constate au vu de ces courbes que
la déstabilisation de l’interface se fait très lentement au seuil. Il faut en effet environ 5
s avant que le filament ne se forme et que la hauteur commence à diverger. Par contre,
pour une puissance simplement légèrement supérieure à la puissance seuil, la divergence est
beaucoup plus rapide. Cette dépendance en puissance du temps caractéristique de brisure a
été observée sur l’ensemble de nos expériences. Ce comportement est radicalement différent
de l’évolution temporelle des déformations linéaires. Nous avons en effet démontré au
chapitre 5 que le temps de montée des déformations était indépendant de la puissance
laser, puisqu’il dépendait uniquement de la fréquence caractéristique des ondes capillaires
excitées par le mode de Fourier-Bessel prépondérant. Dans le cas de la brisure, on peut
logiquement supposer que l’accumulation d’énergie conduisant à la rupture se fait plus
rapidement pour des puissances supérieures. Une étude détaillée de l’évolution temporelle
de la brisure pourrait être intéressante, notamment pour déterminer plus précisément les
caractéristiques de cette singularité à temps fini.
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Fig. 6.26 – Evolution temporelle de la déformation lors de la brisure. L’écart à la tempé-
rature critique vaut T −TC = 1.5K et le rayon du faisceau au col ω0 = 4.3µm. Nous nous
sommes placés juste au seuil de l’instabilité, à la puissance PS = 150mW . Le temps écoulé
depuis le début de l’illumination laser est indiqué sur les images. On notera la démarrage
particulièrement lent de l’instabilité au seuil.
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Fig. 6.27 – Evolution temporelle de la pointe de la déformation lors de la brisure. L’écart
à la température critique vaut T − TC = 1.5K et le rayon du faisceau au col ω0 = 4.3µm.
Les courbes correspondent à des mesures effectuées juste au seuil de l’instabilité: P =
PS = 150mW (◦), c’est à dire pour les images de la figure (6.26), et pour une puissance
légèrement supérieure au seuil P = 220mW (�). La formation du filament est nettement
plus rapide quand on dépasse le seuil.

6.3 Conclusion générale. Universalité des instabilités

électrohydrodynamiques?

Nous avons vu dans ce chapitre que, pour de fortes puissances ou intensités laser,
la symétrie des déformations par rapport au sens de propagation du faisceau été brisée.
Suivant que la faisceau se propage du milieu le moins réfringent vers le milieu le plus ré-
fringent, ou inversement, on observe des déformations non-linéaires stables ou la rupture
de l’interface. La prise en compte de la dépendance de la transmission en énergie, et donc
de la pression de radiation en fonction de l’angle d’incidence du faisceau sur l’interface,
pourrait permettre d’expliquer le profil surprenant des déformations non-linéaires. Les
calculs numériques présentés sont certes relativement sommaires, mais notre modèle et
l’équation différentielle non-linéaire qui en découle, semblent présenter suffisamment de
particularités mathématiques pour pouvoir simuler les déformations observées. En tout
cas, le modèle fournit des résultats qualitativement en accord avec les observations expé-
rimentales. En ce qui concerne la brisure de symétrie, la possibilité d’arriver à la réflexion
totale pour un faisceau se propageant de la phase la plus réfringente vers la phase la moins
réfringente, est le premier mécanisme physique simple différenciant les deux sens de propa-
gation. Nous montrons que l’écriture de la condition de réflexion totale à l’interface définit
un seuil en puissance. La loi d’échelle correspondante est en accord avec les mesures ex-
périmentales effectuées pour la puissance seuil PS de l’instabilité de l’interface. On notera
qu’une nouvelle fois, le caractère critique des phases micellaires de microémulsion, nous
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a permis de valider expérimentalement un loi d’échelle universelle. Cette loi d’échelle est
a priori valable pour l’ensemble des fluides isotropes, qui appartiennent à la classe d’uni-
versalité (d=3,n=1) du modèle d’Ising. On peut ainsi estimer, grâce à la formule (6.24) la
puissance laser susceptible d’entrâıner la rupture d’une interface eau/air. En effet, si l’on
se reporte aux expériences effectuées par Chang et al. [1] (cf Fig.(2.16(b))), il y a bien
éjection de matière et formation d’un filament en face avant des gouttes d’eau irradiées par
des impulsions laser de forte puissance. Les auteurs attribuaient cette rupture à l’effet de
lentille associé à la déformation. On peut constater que conformément à nos hypothèses,
le filament se forme dans leurs expériences en face avant de la goutte, pour un faisceau se
propageant de l’eau vers l’air, i.e dans des conditions où la réflexion totale est possible.
Il n’y a pas d’éjection de matière sur la face d’entrée de la goutte. Si l’on calcule la puis-
sance seuil de l’instabilité pour leurs conditions expérimentales (σeau/air = 72 mJ.m−2,
∆n = neau − nair = 0.33, ω0 = 100 µm), on trouve:

PS(eau/air) ≃ 1.4 104 W (6.38)

Les impulsions laser qu’ils utilisent satisfont ces conditions, puisque leur puissance moyenne
valent respectivement, pour les images des figures (2.16(a)) et (2.16(b)), P = 1.25 105 et
2.5 105 W [2]. On remarquera toutefois que, pour la première valeur de puissance, il n’y
a pas d’éjection de matière. Peut-être est-ce dû à la nature impulsionnelle de l’irradiation
laser utilisée, puisque nous avons vu qu’il faut un certain temps à l’instabilité pour se
développer. En tout cas, la loi d’échelle (6.24) pour la puissance seuil donne un ordre
de grandeur correct de la puissance laser nécessaire pour briser une interface liquide sous
l’effet de la pression de radiation. Si l’on envisage les déformations d’interface induites par
laser comme une méthode de mesure de la tension de surface, il peut en effet être utile de
connâıtre les paramètres de l’excitation laser susceptibles d’endommager irréversiblement
les échantillons.

On est fortement tenté concernant les résultats de ce chapitre d’effectuer un parallèle
avec le comportement de gouttes liquides diélectriques sous champ électrique. La défor-
mation de gouttes sous champ a fait l’objet de nombreuses études depuis les travaux
expérimentaux de Garton et Krasucki [3], Taylor [4, 5] et Torza et al. [6]. Les formes (pro-
lates ou oblates) adoptées par les gouttes sous champ sont très dépendantes des propriétés
comparées, notamment de la conductivité électrique et de la permittivité diélectrique, de
la goutte et du milieu environnant. Pour une présentation détaillée, on pourra notamment
consulter les articles récents de Saville [7, 8]. L’un des problèmes théoriques majeurs est
la nature instable des gouttes quand on dépasse une certaine valeur du champ appliqué.
Taylor, en reprenant des expériences de Zeleny de 1917 [9], a montré que des gouttes
liquides adoptaient des formes coniques sous champ, et que de la matière était émise à
partir de la pointe sous forme de jets [10]. Nagel a récemment étudié cette éjection de
matière à partir du cône de Taylor du point de vue de la singularité hydrodynamique
qui lui est associée [11]. La compréhension et la justification théorique de ces formes co-
niques singulières, et de l’instabilité des gouttes, est à l’heure actuelle toujours discutée
[12, 13, 14, 15, 16, 17, 18, 19, 20]. La difficulté principale réside bien entendu dans le
couplage entre la forme adoptée par l’interface et la variation spatiale du champ qui en
résulte. Ce problème n’est d’ailleurs pas propre aux effets d’un champ électrique. Des
comportements identiques sont également observés dans le cas de ferrofluides placés sous
champ magnétique [21, 22, 23, 24, 25].

Ces remarques replacent les déformations non-linéaires et l’instabilité de l’interface
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induites par la pression de radiation dans le cadre général du comportement d’interfaces
liquides sous champ. Le formalisme adopté, via le tenseur des contraintes électromagné-
tiques, pour décrire les effets mécaniques de champs électrique et/ou magnétique sur des
interfaces liquides s’avérant identique, il est naturel de retrouver des analogies de com-
portement, même si les mécanismes physiques (effet de pointe, champ dépolarisant ou
réflexion totale) diffèrent.

D’autres analogies seront soulignées au prochain chapitre, dans lequel nous allons
nous intéresser à la stabilisation de colonnes liquides de grand rapport d’aspect sous
champ laser.
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Chapitre 7

Stabilisation optique de zones
liquides de grand rapport d’aspect

Les déformations non-linéaires observées sous forte intensité laser sont particulière-
ment surprenantes d’un point de vue hydrodynamique, car ces formes de doigt station-
naires de grand rapport d’aspect ne devraient pas être stables. En effet, une colonne liquide
de rayon donné a tendance à se briser en gouttes au-delà d’une certaine taille sous l’effet
des forces capillaires (instabilité de Rayleigh-Plateau). On peut donc déjà affirmer que
nous sommes capables d’engendrer et de stabiliser sous champ laser des zones liquides qui
seraient instables en l’absence de champ. Pour preuve, on constate la brisure en gouttes
des doigts induits dès que l’on coupe le faisceau. Ces réflexions nous ont amenés à envi-
sager la possibilité de créer et de stabiliser des ponts liquides sous l’effet de l’illumination
d’une onde laser.

La première partie de ce chapitre sera consacrée à un rappel de généralités concernant
les ponts liquides et l’instabilité de Rayleigh-Plateau. Nous détaillerons en particulier les
différentes techniques utilisées récemment pour stabiliser des ponts au-delà du seuil de
cette instabilité. Nous présenterons ensuite nos expériences réalisées en déformant les
films de mouillage de la phase Φ2 recouvrant les parois d’un capillaire immergé dans la
cellule de spectroscopie contenant les phases micellaires. Pour former des ponts liquides,
on tire ici parti du fait que la phase Φ2 est plus mouillante vis-à-vis du verre que la
phase Φ1, et que les déformations induites par la pression de radiation sont toujours
dirigées vers la phase Φ1 la moins réfringente, indépendamment du sens de propagation
du faisceau par rapport à l’interface. Nous montrerons qu’il est possible par cette méthode
de stabiliser des ponts liquides de très grand rapport d’aspect, et que de plus celui-ci peut-
être contrôlé, pour une taille de capillaire fixée, par le rayon du faisceau laser incident. Les
résultats de l’étude de la stabilité de ces ponts en fonction des paramètres expérimentaux
seront présentés. Les rapports d’aspect que nous sommes capables d’atteindre dans cette
géométrie expérimentale sont déjà bien supérieurs à ceux obtenus au moyen d’autres
techniques de stabilisation. Nous montrerons cependant dans la troisième partie qu’ils
peuvent être encore magnifiés, en exploitant l’instabilité de l’interface entre les deux phases
micellaires pour un faisceau incident par le haut. Le filament formé après la rupture
de l’interface peut en effet atteindre des tailles millimétriques. On obtient alors un jet
émettant des gouttelettes de façon similaire aux jets électrohydrodynamiques crées sous
champ électrique, voire un filament liquide stable si l’on connecte l’extrémité du jet au
bas de la cellule.
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Fig. 7.1 – Définition d’un pont liquide de longueur L et de rayon à la base R pour une
géométrie expérimentale standard (gravité axiale). Le volume V de fluide 2 (densité ρ2) est
maintenu entre deux supports horizontaux de même taille. Un bain d’un fluide 1 (densité
ρ1 proche de ρ2) l’entoure éventuellement pour reproduire sur Terre des conditions de
microgravité. Le rapport d’aspect Λ du pont est défini par le rapport de sa longueur sur
son diamètre: Λ = L

2R
.

7.1 Généralités sur les ponts liquides

7.1.1 Définition

La géométrie expérimentale standard d’étude d’un pont liquide est présentée sur la
figure (7.1). Un pont liquide est en fait simplement un volume V de fluide placé entre deux
supports et dont la cohésion est assurée par la tension de surface. L’un des paramètres
importants pour la stabilité du pont est en particulier son rapport d’aspect Λ, défini
par le rapport de sa hauteur L par son diamètre à la base 2R: Λ = L

2R
. En présence

de gravité, les ponts stables sont en effet limités aux ponts de petit rapport d’aspect
Λ. L’une des méthodes utilisées pour limiter l’influence de la gravité est de placer le
volume d’étude de fluide 2 (densité ρ2) dans un bain constitué d’un fluide 1 de densité
voisine ρ1. Ce fut la méthode historiquement employée par Plateau [1] dans ces expériences
pour se placer dans des conditions de gravité réduite. La configuration expérimentale de
la figure (7.1) est d’ailleurs communément appelée ”Plateau tank” dans la littérature
anglophone. Les expériences effectuées dans l’espace en microgravité constituent l’autre
voie bien plus récente d’étude employée pour minimiser les effets de la gravité [2]. L’une
des motivations principales de ces expériences est d’étudier la croissance d’un cristal en
l’absence de gravité. En effet, la fabrication de monocristaux par la technique de fusion
de zone est limitée en premier lieu par la taille maximale de la zone liquide, au-delà de
laquelle il y a rupture [3].

La détermination théorique de la limite de stabilité des ponts est un problème parti-
culièrement complexe. De nombreux paramètres, autres que le rapport d’aspect du pont Λ
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ou la différence de densité entre les deux fluides ∆ρ = |ρ1 −ρ2|, peuvent entrer en jeu. On
peut citer entre autres le volume fluide du pont V, comparé au volume d’un pont cylin-
drique de même taille Vcyl = πR2L [4, 5, 6, 7]. Des supports de tailles différentes peuvent
aussi modifier la limite de stabilité [8], de même qu’une composante de gravité radiale
pour des ponts inclinés [9, 10]. L’existence d’écoulements axiaux est aussi déterminante
[11, 12] et le bain extérieur peut influencer la dynamique du pont [13]. On comprend bien
que la combinaison de plusieurs de ces facteurs rend la détermination de la stabilité ar-
due. Pour une vue d’ensemble, on pourra éventuellement consulter la référence [14]. Nous
nous bornerons pour notre part à considérer des ponts liquides cylindriques en l’absence
d’écoulement, entre des supports de rayon égaux, et à rappeler l’influence de la gravité
sur leur rapport d’aspect maximal.

7.1.2 Instabilité de Rayleigh-Plateau

Seuil en l’absence de gravité

Le phénomène à l’origine de la brisure des ponts au-delà d’un certain rapport d’aspect
est l’instabilité bien connue de Rayleigh-Plateau [1, 15]. En l’absence de gravité, une
colonne liquide cylindrique devient instable dès que la hauteur de la colonne devient plus
grande que sa circonférence [16]:

L > 2πR (7.1)

Soit en terme de rapport d’aspect:

Λ =
L

2R
> π (7.2)

L’instabilité de Rayleigh-Plateau est pilotée par la tension de surface, qui tend toujours
à réduire l’énergie surfacique d’un système. Au-delà du rapport d’aspect limite, des per-
turbations vont crôıtre sur la colonne et entrâıner sa brisure en gouttes, configuration
pour laquelle l’énergie de surface est inférieure à celle de la colonne complète. Le même
mécanisme est la cause de la formation de gouttes ou de la brisure d’un jet [16]. Concer-
nant les ponts liquides, la forme et la stabilité statique de ponts au repos ont été étudiés
d’un point de vue expérimental et théorique notamment par Mason [17], Haynes [18] et
Gilette et Dyson [19]. Ces études se limitaient cependant au cas où la gravité était négli-
geable. Or dans la configuration expérimentale de Plateau, la différence de densité entre
les deux fluides affecte le rapport d’aspect limite accessible, ainsi que la forme du pont
correspondant.

Influence de la gravité sur le rapport d’aspect maximum

Coriell et al. [20] se sont attachés les premiers à déterminer, sur la base de calculs
numériques, l’influence de la gravité résiduelle sur le seuil de l’instabilité de Rayleigh-
Plateau. L’effet comparé de la différence de densité entre les fluides et de la tension
de surface peut être résumé en évaluant un nombre de Bond caractéristique, de façon
identique à ce que nous avions fait au chapitre 5 pour estimer quelle force prépondérante
s’opposait à la croissance des déformations sous l’effet de la pression de radiation. Dans
le cas des ponts liquides, la taille caractéristique intervenant dans le terme de pression de
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Fig. 7.2 – Rapport d’aspect maximal Λ d’un pont liquide en présence de gravité. Bo(∆ρ,R)
est le nombre de Bond bâti sur le rayon R du pont liquide et la différence de densité
entre le fluide constituant le pont et le bain environnant: Bo(∆ρ,R) = ∆ρgR2

σ
. Les cercles

(◦) correspondent aux calculs numériques de Coriell et al. [20]. Les points (�) sont les
rapports d’aspect maximum de ponts, mesurés expérimentalement par Saville et al. pour
trois combinaisons différentes de fluides [21]. La ligne verticale en trait plein représente
le rapport d’aspect limite Λ = π en l’absence de gravité.

Laplace est bien entendu le rayon du pont R, de sorte que le nombre de Bond quantifiant
les effets de la gravité et de la tension de surface s’exprime comme:

Bo(∆ρ,R) =
∆ρgR

σ
R

=
∆ρgR2

σ
(7.3)

Les résultats des calculs de Coriell et al., donnant le rapport d’aspect limite du pont
Λ = L

2R
en fonction du nombre de Bond Bo(∆ρ,R) sont présentés sur la figure (7.2).

Il faut préciser que la stabilité est indépendante du signe de la différence de densité
entre le pont et le bain environnant. On stabilise de façon identique, pour un même
écart de densité, un pont plus dense que le bain environnant et inversement. C’est pour
cette raison que nous avons défini ∆ρ = |ρ1 − ρ2|. On constate que le rapport d’aspect
maximal est bien atteint en l’absence de gravité (Bo = 0, Λ = π), d’où les expériences
effectuées en gravité réduite. Une gravité résiduelle ou un écart de densité même faible,
suffit pour diminuer drastiquement le seuil de l’instabilité de Rayleigh-Plateau. Hormis
les techniques expérimentales classiques précitées, des méthodes récentes de stabilisation
de ponts liquides, plus ou moins élaborées, ont eté développées pour outrepasser ce seuil.
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7.1.3 Techniques de stabilisation

Lévitation magnétique

Une méthode possible pour diminuer les effets de la gravité est de contrecarrer celle-
ci au moyen d’un champ magnétique. Cette technique de lévitation magnétique est celle
adoptée par Rosenblatt et al. [22] et n’est bien sûr valable que pour des liquides magné-

tiques. La gravité effective agissant sur le pont d’exprime comme geff = g − 1
2
χ�∇H2,

pour un liquide de susceptibilité magnétique χ. Il est donc nécessaire de créer un champ
magnétique inhomogène au moyen d’un électroaimant. Le courant traversant l’électroai-
mant permet de fixer le champ juste à la valeur compensant la gravité, et de contrôler
la force totale agissant sur le pont liquide. Pour des raisons pratiques, le liquide se doit
d’être fortement paramagnétique (solution de MnCl2), les valeurs de champ nécessaires
à la lévitation de liquides diamagnétiques classiques seraient en effet trop importantes.
Grâce à cette méthode, les auteurs ont étudié la stabilité de ponts liquides soumis à l’ effet
d’une gravité axiale ou latérale [23]. En faisant varier le champ magnétique, ils ont simulé
des variations de la gravité avec le temps et la dynamique de rupture du pont consécutive
à un changement brusque de gravité [24]. Le temps d’effondrement du pont, indépendant
de ce rapport d’aspect, permet en particulier une mesure de la tension de surface dyna-
mique du liquide. Les mêmes auteurs ont également étudié la stabilité de ponts formés
de cristaux liquides [25, 26] et leur lévitation magnétique [27], ainsi que par la même
méthode la stabilité de cylindres liquides interconnectés [28]. On notera toutefois que la
stabilisation par lévitation magnétique ne permet pas de dépasser le rapport d’aspect li-
mite de l’instabilité de Rayleigh-Plateau, mais seulement de s’en approcher. C’est normal
puisqu’il s’agit uniquement d’une autre méthode pour aboutir à une gravité compensée.
Concernant les effets de champ magnétique sur des colonnes liquides, on trouve aussi dans
la littérature un certain nombre de prédictions de stabilisation [29, 30, 31], mais il n’existe
pas de résultats expérimentaux associés.

Stabilisation par pression acoustique

Marston et al. ont eu recours à la pression acoustique exercée par des ondes ultraso-
nores modulées pour contrôler les modes d’excitation de ponts liquides [32]. Les ponts sont
formés dans des containers de Plateau. En mesurant la fréquence d’oscillation du pont
pour différents modes d’excitation, ils en déduisent une valeur de tension de surface effec-
tive pour l’interface liquide du pont. Cette valeur de la tension de surface est différente
de la tension de surface véritable, du fait de l’amortissement visqueux de la fréquence dû
au bain environnant [4]. La stabilisation du pont au-dessus du rapport d’aspect limite
de l’instabilité de Rayleigh-Plateau peut être atteinte en utilisant une boucle de rétro-
action active pour commander les ondes acoustiques [33]. La forme du pont est détectée
optiquement et la rétroaction permet d’empêcher la croissance du mode de perturbation
axisymétrique qui devient instable quand Λ > π. Par ce biais, le rapport d’aspect maximal
atteint vaut Λ = 4.3. Marston et al. ont également étudié l’interaction d’un pont liquide
avec une onde acoustique stationnaire lors d’expériences réalisées en microgravité à bord
de vols paraboliques [34, 35]. Une rétroaction active n’est pas nécessaire dans ce cas, une
rétroaction passive étant assurée en plaçant le pont liquide sur un noeud de l’onde sta-
tionnaire. Toute perturbation du pont est alors ramenée vers la forme cylindrique par le
champ de pression acoustique supérieur environnant. Les plus grands rapports d’aspect
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obtenus sont Λ = 3.5 pendant un laps de temps de 5.24 s, et Λ = 4.5 pendant 1s. le
passage à un rapport d’aspect de Λ = 4.7 entrâıne l’instabilité et la brisure du pont. les
auteurs soulignent que la stabilisation est délicate du fait de la faible durée des condi-
tions de microgravité lors du vol. Marston et al. ont également stabilisé des ponts liquides
conducteurs immergés dans des bains isolants au moyen d’un champ électrique [36]. Des
électrodes entourent le pont et leur différence de potentiel est rétroactionnée pour s’oppo-
ser à la croissance du premier mode de déstabilisation du pont, détectée optiquement de la
même façon que précédemment. Nous allons en effet voir que l’application de contraintes
électromagnétiques à l’interface du pont est une méthode de stabilisation possible.

Effet d’un champ électrique: cas des diélectriques faibles

L’intérêt porté à la stabilisation de ponts liquides par un champ électrique découle
de l’influence bien connue de celui-ci sur la stabilité de jets liquides isolants. Il a en effet
été démontré que, sous un champ électrique longitudinal, le nombre d’onde critique pour
lequel l’instabilité de Rayleigh-Plateau se développait, ainsi que le taux de croissance du
mode le plus instable, étaient diminués pour des amplitudes de champ croissantes [37, 38].
D’un point de vue expérimental, Raco a observé la formation et la stabilisation d’une co-
lonne liquide par application d’un champ électrique normal à l’interface liquide initiale
[39]. Il a ainsi pu former dans l’air des colonnes entre le liquide et l’électrode supérieure,
en imposant une différence de potentiel. Le plus grand rapport d’aspect obtenu de cette
manière correspond à une colonne de 1.59 cm de long et de diamètre D=2R= 0.175 cm,
soit Λ ≃ 9.1. Ce rapport d’aspect est déjà supérieur à la limite de l’instabilité de Rayleigh-
Plateau. Taylor, après ces travaux sur la déformation et la désintégration de gouttes sous
champ [40], s’est aussi intéressé à la stabilité des jets émis à partir du cône formé quand
l’interface devient instable [41]. Tout comme Zeleny dès 1917 [42], il a ainsi constaté
que les jets pouvaient être stabilisés de façon surprenante ou qu’ils adoptaient différents
comportements (oscillations transverses, brisure en gouttes) suivant la conductivité du
liquide. Il reporte par exemple la formation d’un jet stable stationnaire de 6 cm de long
sur 0.002 cm de diamètre (Λ = 3000 !). La stabilité de telles structures n’est pas expliquée
dans l’article. Suite à ces travaux sur la désintégration de gouttes, Taylor avait été amené
à développer le modèle phénoménologique du diélectrique faible (leaky dielectric) pour
expliquer les phénomènes observés, et en particulier l’existence de contraintes électroma-
gnétiques tangentielles à l’interface. En effet, pour un diélectrique pur, nous avons vu au
chapitre 2 que le bilan des contraintes électromagnétiques ne donnait que des contraintes
normales. La présence de charges résiduelles à l’interface liquide est donc indispensable
pour induire des contraintes électromagnétiques tangentielles à l’origine de la formation
des jets. C’est le sens principal du modèle du diélectrique faible, qui s’applique à certains
liquides faiblement conducteurs. Dans ces liquides, des charges peuvent être induites sous
champ aux interfaces, même en l’absence de charges à l’équilibre. Pour une présentation
générale du problème, on pourra se référer aux articles de revue [43, 44]. Nous distin-
guerons donc par la suite la stabilisation de ponts liquides, suivant qu’ils sont formés de
liquides diélectriques faibles ou parfaits.

Sur la base du modèle du diélectrique faible, Saville a démontré théoriquement qu’un
cylindre fluide pouvait être stabilisé et l’instabilité variqueuse supprimée par un champ
électrique axial [45]. D’un point de vue expérimental, la stabilité de ponts liquides consti-
tués de diélectriques faibles, en présence d’un champ électrique axial continu, a été étudiée
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par Sankaran et Saville [46]. Ils ont travaillé dans une géométrie expérimentale de type Pla-
teau avec comme fluides différentes combinaisons d’huile de castor et d’huiles de silicone.
Pour un rapport d’aspect donné, un pont cylindrique peut être maintenu indéfiniment au-
dessus de la limite Λ = π par un champ électrique suffisamment fort. Le rapport d’aspect
maximal obtenu par les auteurs vaut Λ ≃ 4.3. Le nombre sans dimension caractéristique
est le rapport des forces électriques aux forces de tension de surface, qui définit un nombre
de Bond électrique χ:

χ =
ǫextE

2

σ
R

=
RǫextE

2

σ
(7.4)

où ǫext désigne la permittivité diélectrique du bain environnant. En fonction du rapport
d’aspect, Sankaran et Saville déterminent deux transitions pour le pont liquide en fonction
de la valeur du champ appliqué. Partant d’un pont parfaitement cylindrique, ils diminuent
le champ et observe le passage à une forme d’amphore. Puis ils déterminent la valeur
du champ pour lequel le pont se brise. Ces deux zones de transition sont définies en
fonction de Λ par deux plateaux bien distincts pour χ. En interchangeant les fluides
intérieurs et extérieurs, ils observent aussi que le champ déstabilise un pont stable, ce qui
est conforme au modèle du diélectrique faible puisque la stabilisation dépend du signe de
la quantité: (Ωint

Ωext
− ǫint

ǫext
) [44]. Les indices int et ext désignent respectivement les fluides

constituant le pont et le bain extérieur, Ω étant la conductivité électrique du milieu. Des
expériences conduites sous champ électrique variable ont aussi montré que la stabilisation
était possible, mais pour des valeurs quadratiques moyennes de champ plus élevées.

Saville a également supervisé des expériences effectuées en microgravité à bord de la
navette spatiale [47]. Les résultats obtenus pour la transition cylindre/amphore et la bri-
sure des ponts pour le système d’huile de castor/ huile de silicone précédent ont été confir-
més à titre d’expériences préalables. Puis le comportement d’un pont liquide entouré de
gaz diélectrique (SF6) a été étudié. L’éjection de matière sous forme de jet à partir du cône
de Taylor est utilisée pour la formation du pont. Avec ce système liquide/gaz, il n’a pas été
possible de stabiliser sous champ électrique axial alternatif des ponts liquides constitués
de diélectriques purs. Par contre, des ponts formés d’huile de silicone peu conductrice ont
été stabilisés sous champ alternatif mais pas sous champ continu. On voit donc que les
possibilités de stabilisation sont très variables suivant la nature (conductrice ou non) du
fluide constituant le pont. Les seules expériences de ponts liquides diélectriques purs ont
été réalisées par Castellanos et al.

Effet d’un champ électrique: cas des diélectriques parfaits

Castellanos et al. sont les seuls à notre connaissance à avoir envisager dans une sé-
rie d’articles expérimentaux et théoriques la stabilisation de ponts liquides diélectriques
purs. Le schéma de principe de leur configuration expérimentale est présenté sur la figure
(7.3). Ils ont étudié la stabilité de ponts liquides sous l’effet d’un champ électrique axial
alternatif, dans un configuration expérimentale de type Plateau [48]. La période de la
différence de potentiel entre les deux électrodes est choisie de façon a être bien plus courte
que le temps de relaxation des charges électriques dans le milieu, de sorte que les liquides
peuvent être considérés comme des diélectriques parfaits (permittivités diélectriques res-
pectives ǫint et ǫext). Du fait de la différence de permittivité entre les deux fluides, la force
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Fig. 7.3 – Schéma de principe de la stabilisation de ponts liquides sous champ électrique
dans les expériences de Castellanos et al [48]. Le pont liquide (fluide 2, diélectrique parfait
de permittivité ǫint) est formé entre deux électrodes dans un bain constitué d’un fluide de
densité voisine (fluide 1, diélectrique parfait de permittivité ǫext). L’électrode supérieure
est soumise à une différence de potentielle U alternative, de période bien plus courte que
le temps typique de relaxation des charges dans le milieu.

surfacique:

�f = −1

2
E2�∇ǫ (7.5)

agit à l’interface du pont et normalement à elle. Cette force permet de maintenir la
forme cylindrique de l’interface comme une configuration d’équilibre stable. Les auteurs
démontrent en effet qu’il est possible de cette façon de stabiliser des ponts liquides de
rapport d’aspect Λ > π, dès qu’il existe une légère différence de permittivité entre les
deux fluides. Ils déterminent en particulier la surface théorique séparant ponts stables
et instables en fonction des paramètres expérimentaux que sont le rapport d’aspect Λ,
le rapport des permittivités diélectriques β = ǫext

ǫint
et le nombre de Bond électrique χ =

RǫintE
2

σ
. La stabilisation de ponts de rapport d’aspect Λ quelconque est possible avec

des champs suffisamment élevés, ceci dès que β �= 1. De plus, le champ nécessaire à la
stabilisation est d’autant moins élevé que la différence de permittivité entre les liquides est
grande. Sur la base de ces prédictions, Castellanos et al. ont stabilisé des ponts liquides
de rapport d’aspect maximum Λ = 5. Ils ont refait un peu plus tard des expériences
similaires afin de tenir compte de l’influence de la différence de densité entre le pont
et le bain environnant [49, 50]. Un certain nombre d’articles théoriques font suite à ces
expériences, visant à déterminer la forme des ponts [51], les diagrammes de bifurcation
[52, 53] ou des modèles à une dimension permettant de simuler la dynamique de ponts
fins [54, 55]. On peut également citer les articles concernant la stabilité des jets liquides
sous champ [56, 57].

Nous avons essayé dans cette partie de dresser un panorama relativement exhaustif
des différentes techniques de stabilisation possibles de ponts liquides au-dessus de la limite
de l’instabilité de Rayleigh-Plateau. Les travaux sur le sujet sont récents et on aura noté
que les techniques employées peuvent s’avérer relativement élaborées, voire coûteuses (vols
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Fig. 7.4 – Schéma de principe de la réalisation optique de ponts liquides. Le faisceau
laser (flèches pleines) est focalisé à l’intérieur d’un capillaire en verre dont les parois sont
recouvertes d’un film de mouillage de la phase Φ2. Celui-ci se déforme donc sur chaque
face sous l’effet de la pression de radiation vers la phase Φ1 la moins réfringente.

en microgravité). Les rapports d’aspect maximum rapportés dans la littérature sont de
l’ordre de Λ ≃ 5, voire Λ ≃ 59.1 pour Raco [39]. Nous allons maintenant détailler la
technique qui nous a permis de former et de stabiliser des ponts liquides de très grand
rapport d’aspect sous champ laser.

7.2 Stabilisation optique de ponts liquides formés dans

des capillaires

7.2.1 Géométrie expérimentale. Exemples

La géométrie expérimentale que nous avons utilisée dans un premier temps pour
former des ponts liquides sous champ laser est présentée sur la figure (7.4). Dans une
cellule de spectroscopie traditionnelle, nous avions constaté qu’un film de mouillage de la
phase Φ2 recouvrait l’ensemble des parois de la cellule. Ainsi, quand le faisceau laser était
mal focalisé à l’interface, il nous arrivait d’observer la déformation du film de mouillage
recouvrant le bas de la cellule. Nous avons donc décidé de profiter du fait que la phase Φ2

est plus mouillante vis-à-vis du verre que la phase Φ1 en immergeant un capillaire en verre
de hauteur donnée (en général 100 ou 200 µm) dans la cellule. Le capillaire de verre, de
section rectangulaire, est ouvert sur les bords et repose au fond de la cellule. Si on laisse
au système le temps d’atteindre l’équilibre thermodynamique, un film de mouillage de la
phase Φ2 finit par recouvrir les faces inférieures et supérieures du capillaire, le volume
intérieur de celui-ci restant constitué de phase Φ1. Si l’on focalise par la suite le faisceau
laser (incident par le bas dans ces expériences) à l’intérieur du capillaire, les films de
mouillage inférieur et supérieur se déforment sous l’effet de la pression de radiation de
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l’onde laser. On profite ici du fait que la déformation est toujours dirigée vers la phase Φ1

la moins réfringente, ceci indépendamment du sens de propagation de l’onde par rapport
à l’interface. On induit ainsi deux déformations se faisant face selon l’axe du faisceau.
Suivant le rayon du faisceau et l’écart à la température critique, il est ensuite possible,
pour des puissances laser supérieures, de connecter entre elles les deux déformations pour
former un pont liquide. Nous illustrons cette technique de formation de ponts à l’aide de
quelques exemples caractéristiques.

Les figures (7.5) à (7.9) montrent des images de formation de ponts liquides dans des
capillaires de 100 µm de haut pour un écart à la température critique T − TC = 15K.
A titre indicatif, les puissances laser sont croissantes sur toutes les figures de gauche à
droite et de haut en bas. On constate sur ces figures que le mécanisme de formation
du pont, et le rapport d’aspect final Λ de celui-ci, diffèrent suivant le rayon du faisceau
laser incident. Pour les deux plus petits rayons de faisceau ω0 = 3.9µm (Fig.(7.5)) et
ω0 = 4.2µm (Fig.(7.6)), on observe, aux puissances les plus basses, les déformations du
film de mouillage sur chacune des faces du capillaire et l’allongement de la déformation
selon l’axe du faisceau. Juste au seuil de formation du pont, on reconnâıt sur la face
supérieure un exemple de déformation non-linéaire, du type de celles étudiées au chapitre
6. Pour la valeur de la puissance seuil à partir de laquelle le pont se forme, nous avons
donné à chaque fois une image juste avant la coalescence des déformations et une autre
juste après. Le pont se forme quand la déformation du bas devient instable et donne
naissance à un filament qui, guidé selon l’axe du faisceau, se connecte à la déformation
supérieure. En effet, pour la déformation inférieure, le faisceau se propage de la phase la
plus réfringente Φ2 vers la phase la moins réfringente Φ1 et nous sommes bien dans les
conditions où l’interface peut devenir instable, selon le mécanisme exposé précédemment
au chapitre 6. Nous voyons donc que l’ensemble des propriétés des déformations d’interface
induites par laser est mis à profit pour former un pont liquide: indépendance du sens de la
déformation vis-à-vis du sens de propagation du faisceau, mais exploitation de l’instabilité
et des déformations non-linéaires pour effectuer la connexion des deux zones liquides sous
champ intense. A ce titre, on peut signaler que l’utilisation de la nature instable de la
déformation inférieure est similaire à la formation de pont par l’intermédiaire du jet de
matière émis du cône de Taylor, méthode employée par Saville dans ces expériences en
microgravité [47]. Une fois le pont liquide obtenu, la puissance laser P est augmentée de
façon à obtenir une colonne liquide la plus uniforme possible. On pourra comparer par
exemple les deux dernières images de la figure (7.6) pour constater que le pont liquide
semble plus régulier pour la puissance P = 1120 mW que pour P = 980 mW, valeur pour
laquelle un léger amincissement est visible sur la partie supérieure.

Pour des faisceaux moins focalisés, les déformations inférieures et supérieures appa-
raissent plus symétriques. Ainsi sur les figures (7.7) et (7.8), pour un faisceau de rayon au
col ω0 = 5.3µm, on n’observe pas de déformation non-linéaire sur la face supérieure du
capillaire. Nous avons en effet vu que l’apparition de doigts était très dépendante de la fo-
calisation plus ou moins prononcée du faisceau. Les images de la figure (7.7) correspondent
au début du processus de déformation des films de mouillage pour des puissances laser
croissantes de P = 770 à 1400 mW. La figure (7.8) illustre quant à elle la dynamique de
formation du pont à la puissance P = 1575 mW. Les interfaces se connectent toujours par
l’intermédiaire de la déstabilisation de l’interface inférieure, mais le processus de formation
est lent, à l’échelle de la dizaine de secondes. Les déformations s’étirent progressivement
dans l’axe du faisceau, avant de se rejoindre. Deux arguments permettent de comprendre
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la lenteur de la formation. Il faut tout d’abord drâıner de la matière à partir du film de
mouillage, processus lent par nature. Nous avons également vu que la déstabilisation de
l’interface inférieure s’effectuait avec un temps caractéristique de quelques secondes (cf
les courbes d’évolution dynamique de l’instabilité de la figure (6.27)). Ce temps caracté-
ristique est d’ailleurs d’autant plus long que l’on est proche du seuil de déstabilisation de
l’interface. On notera que le rapport d’aspect du pont obtenu (Λ ≃ 6) est moindre que
ceux des ponts formés au moyen de faisceau plus focalisés (Λ ≃ 12). C’est compréhensible
puisque la taille des déformations avant qu’elles ne coalescent est imposée par le rayon
du faisceau laser incident. La puissance laser nécessaire à la formation du pont est, elle,
plus importante (P = 1575 mW comparée à P = 980 mW dans les deux cas précédents).
D’ailleurs, si l’on essaye de former un pont avec un faisceau encore plus gros (ω0 = 6.3µm),
la tentative s’avère infructueuse (Fig.(7.9)). On déforme certes les deux films de mouillage,
mais sans arriver à les faire coalescer, même sous la puissance laser maximale (P = 1750
mW). Une puissance plus importante serait nécessaire. Le drâınage de matière est sans
doute moins efficace pour des faisceaux moins focalisés. On peut aussi estimer un ordre
de grandeur du seuil en puissance PS de déstabilisation de l’interface inférieure à l’aide
des résultats expérimentaux obtenus pour une interface liquide libre. Nous avons en effet
trouvé (Eq.(6.24)):

PS(W) = 6.3 10−6 σc

(−∆n)
ω0(µm) (7.6)

Soit pour un écart à la température critique T − TC = 15K et un faisceau de rayon
ω0 = 6.3µm, un seuil de déstabilisation:

PS ≃ 2,1W (7.7)

Nous voyons donc qu’avec une puissance Pmax = 1750 mW, nous sommes vraisemblable-
ment, pour l’écart à la température critique T − TC = 15K, en-dessous de la puissance
laser nécessaire pour que l’interface inférieure se déstabilise. On ne peut donc pas former
de pont. A l’inverse, pour un écart à la température critique moins élevé (T − TC = 6K),
nous avons pu former un pont liquide dans un capillaire de 100 µm avec un faisceau large
de rayon ω0 = 15.3µm. Le processus de formation est illustré sur les figures (7.10) (début
de la croissance des déformations) et (7.11) (coalescence des déformations à la puissance
laser maximale accessible P = 1750 mW). Là encore le drâınage des films et la formation
du pont sont lents. Le pont liquide final a un rapport d’aspect Λ ≃ 3.6, qui reste toutefois
supérieur au rapport limite de l’instabilité de Rayleigh-Plateau.

Nous avons présenté qualitativement notre méthode de fabrication optique de ponts
liquides. La puissance laser nécessaire à leur formation et leur rapport d’aspect semblent
être dépendants du rayon du faisceau laser incident et de l’écart à la température critique.
Nous allons maintenant détailler le protocole expérimental que nous avons adopté pour
étudier quantitativement ces dépendances.

7.2.2 Protocole expérimental

Pour effectuer une étude quantitative des ponts liquides sous champ laser, nous nous
sommes largement inspirés de la procédure adoptée par Saville dans ces articles sur les
ponts liquides sous champ électrique [46, 47]. Pour un rayon de faisceau donné, les expé-
riences sont réalisées de la façon suivante (la figure (7.12) illustre le propos). Partant des
déformations initiales des films de mouillage sur chaque face du capillaire (image 1 de la
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Fig. 7.5 – Formation d’un pont liquide dans un capillaire de 100 µm pour un faisceau laser
de rayon au col ω0 = 3.9µm. L’écart à la température critique vaut T − TC = 15K. Les
puissances laser croissantes de gauche à droite et de haut en bas valent successivement: P
= 700, 770, 840, 840 (seuil de formation du pont), 980 et 1120 mW. Le rapport d’aspect
du pont vaut Λ ≃ 12.5.
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Fig. 7.6 – Pont liquide formé dans un capillaire de 100 µm par un faisceau laser de rayon
au col ω0 = 4.2µm. T − TC = 15K. Les puissances laser valent successivement: P = 560,
700, 910, 980, 980 (seuil de formation) et 1120 mW. Le rapport d’aspect final du pont
vaut Λ ≃ 12.2.



190 Chapitre 7

Fig. 7.7 – Début de la formation d’un pont liquide dans un capillaire de 100 µm pour un
faisceau laser de rayon au col ω0 = 5.3µm (T − TC = 15K). P = 770, 980, 1190 et 1400
mW.
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Fig. 7.8 – Suite de la figure (7.7). Comportement dynamique lors de la connection des
déformations et de la création du pont à la puissance laser maximale P = 1575 mW.
L’évolution est lente et se fait sur une dizaine de secondes. Le rapport d’aspect du pont
final est Λ ≃ 6.
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Fig. 7.9 – Tentative de formation de pont liquide (capillaire 100 µm) avec un faisceau
laser de rayon ω0 = 6.3µm. L’écart à la température critique vaut toujours T −TC = 15K.
Les puissances laser valent: P = 980, 1260, 1400 et 1750 mW (puissance laser maximale
accessible).
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Fig. 7.10 – Début de la formation d’un pont liquide dans un capillaire de 100µm avec
un faisceau laser de rayon au col ω0 = 15.3µm. L’écart à la température critique vaut
T − TC = 6K. Les puissances laser valent successivement: P = 1050, 1190, 1400 et 1575
mW.
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Fig. 7.11 – Suite de la figure (7.10). Evolution dynamique lors de la formation du pont à la
puissance laser maximale P = 1750 mW. Comme précédemment (Fig.(7.8)), l’évolution
est lente et se fait à l’échelle de la dizaine de secondes. Le pont liquide obtenu a un rapport
d’aspect de Λ ≃ 3.6.
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Fig. 7.12 – Procédure expérimentale d’étude des ponts liquides illustrée pour un pont
engendré à T − TC = 6K dans un capillaire de 100 µm, par un faisceau de rayon
ω0 = 6.3µm. 1) Déformations des films de mouillage à P = 700 mW. 2) Coalescence
des déformations pour P = Pcoal = 840mW . 3) Pont stationnaire uniforme obtenu pour
P = Pdroit = 1190mW . 4) et 5) Redescente en puissance et amincissement du pont à P =
910 et P = 630 mW. 6) Brisure finale du pont à P = Pbrisure = 420mW .
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figure (7.12)) pour une puissance laser faible, on augmente progressivement par paliers
la puissance du faisceau. A chaque palier en puissance, on laisse au système le temps
d’atteindre l’équilibre, de façon à travailler dans des conditions quasi-statiques. Pour une
puissance donnée P = Pcoal = 840mW (image 2), les déformations coalescent et donnent
naissance au pont liquide. Cependant celui-ci n’est pas encore très droit ni uniforme (on
peut observer sur l’image 2 que le haut du pont est relativement fin). On continue donc
à augmenter la puissance laser de façon à obtenir un pont stationnaire droit de diamètre
sensiblement uniforme (image 3). C’est sur ce pont que l’on détermine le rapport d’aspect
moyen Λ. La puissance correspondante est notée Pdroit. On rediminue ensuite la puis-
sance laser, toujours de façon quasi-statique. On observe l’amincissement progressif du
pont par rapport au pont droit (image 4 et 5), puis sa rupture finale pour une puissance
que l’on appellera Pbrisure. Dans le cas de la figure (7.12), Pbrisure = 420mW (image 6).
On notera que la puissance pour laquelle le pont se brise est inférieure à la puissance
nécessaire au préalable à sa formation: Pbrisure < Pcoal. Cette constatation a été effectuée
pour l’ensemble de nos expériences. Par contre suivant les conditions expérimentales, il
n’est parfois pas possible de former un pont de diamètre uniforme quand Pcoal coincide
avec la puissance laser maximale disponible. Si l’on se reporte aux articles de Saville, la
détermination de Pdroit est analogue à la transition identifiée amphore/cylindre pour la
forme du pont. On repère ensuite comme lui, en rediminuant le champ laser, la valeur de
la puissance pour laquelle le pont se pince (pinch-off en anglais).

Nous avons essayé de quantifier les seuils de formation d’un pont droit et de brisure
en estimant un nombre sans dimension caractéristique. Le nombre qui vient d’emblée à
l’esprit est le rapport des forces de pression de radiation aux forces de tension de surface.
La pression de radiation s’exprime comme:

prad =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I(0) ≃ (n1 − n2)
I(0)

c
(7.8)

où I(0) est l’intensité laser incidente sur l’axe. Pour le terme de tension de surface agissant
à la surface d’un cylindre de rayon R, il peut être estimé grâce à la formule de Laplace
comme:

pLaplace =
σ

R
(7.9)

On peut donc définir un nombre sans dimension caractéristique, rapport de prad à pLaplace,
que nous noterons χ par analogie au nombre de Bond électrique défini plus haut (Eq.(7.4)):

χ =
|prad|

pLaplace

=
(−∆n)

σc
I(0)R (7.10)

avec ∆n = n1 − n2 < 0. Soit en fonction des paramètres du faisceau:

χ =
(−∆n)

σc

2P

πω2
0

R (7.11)

Comme nous avons déjà défini précédemment un nombre de Bond optique Bo, nous ap-
pellerons ce nouveau nombre sans dimension χ nombre de Bond électromagnétique. Pour
chaque pont liquide formé, nous mesurons donc son rayon. Quand le pont n’est pas par-
faitement droit, on prend comme rayon caractéristique la largeur à la base du pont, ce qui
revient à sous-estimer le rapport d’aspect de la colonne liquide. Nous calculons les valeurs
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de χ correspondant à la formation du pont χcoal, au pont droit χdroit, et à la rupture du
pont χbrisure, ceci pour les différents rayons de faisceau permettant de créer des ponts
et différents écarts à la température critique. Nous avons pu ainsi effectuer une étude
quantitative de stabilité des ponts liquides engendrés dans des capillaires de 100 µm. Les
résultats de cette étude sont présentés au paragraphe suivant. Par contre, une telle étude
n’a pas été possible pour les ponts créés dans des capillaires de 200 µm, pour des raisons
que nous détaillerons par la suite.

7.2.3 Résultats expérimentaux dans des capillaires de 100 µm

Nous avons formé des ponts liquides dans des capillaires de 100 µm pour différents
écarts à la température critique T − TC = 6,8,10 et 15 K. Nous avons tracé pour chaque
température le rapport d’aspect Λ du pont en fonction du rayon du faisceau laser incident,
ainsi que les valeurs du nombre de Bond électromagnétique χ correspondant à l’observation
du pont droit stable (χdroit) et à sa brisure lors de la descente en puissance (χbrisure). Les
résultats relatifs à chaque écart à la température critique sont reportés sur les figures
(7.13) à (7.18).

Pour le seul écart T − TC = 6K, nous avons simplement rajouté, à titre indicatif, les
courbes en puissance Pcoal, Pdroit et Pbrisure en fonction du rapport d’aspect Λ du pont
(Fig. (7.13(b))), ainsi que les courbes d’intensité qui s’en déduisent (Fig. (7.14(a))). De
même, les valeurs de χcoal sont représentées sur la figure (7.14(b)), mais disparaissent
des figures similaires suivantes pour plus de lisibilité. Comme nous l’avions remarqué
précédemment, on constate sur la figure (7.14(a)) que l’intensité laser nécessaire à la
formation du pont est toujours supérieure à l’intensité pour laquelle il se brise lors de
la redescente en puissance. De plus, l’intensité Idroit permettant d’obtenir un pont droit
semble augmenter linéairement avec le rapport d’aspect du pont (il en va de même pour
Icoal et Ibrisure). Le rapport d’aspect Λ du pont est lui effectivement déterminé par le
rayon du faisceau laser utilisé pour la création de la colonne liquide. Plus le faisceau laser
est focalisé, plus le rapport d’aspect du pont obtenu est élevé. Les données de la figure
(7.13(a)) sont ainsi compatibles avec une variation de Λ inversement proportionnelle au
rayon du faisceau: Λ ∝ (ω0)

−0.99. Si l’on réexprime les données au moyen du nombre
sans dimension χ, les valeurs de χdroit et χbrisure correspondent à deux plages distinctes
bien séparées . De plus, aux incertitudes expérimentales près, elles ne dépendent pas du
rapport d’aspect Λ du pont. χdroit est distribué autour de la valeur 5.5, χbrisure autour
de 2 (Fig.(7.14(b))). Le nombre de Bond électromagnétique χ apparâıt donc comme un
bon candidat pour exprimer quantitativement la stabilisation et la brisure des ponts en
fonction des paramètres expérimentaux.

Que pouvons-nous déduire des expériences effectuées pour des écarts à la tempéra-
ture critique plus élevés? En premier lieu, le rapport d’aspect du pont est toujours fixé
par le rayon du faisceau laser et décrôıt quand la focalisation du faisceau diminue (Fig.
(7.15(a)), (7.16(a)), (7.17(a)) et (7.18(a))). Par contre, plus l’écart à la température cri-
tique augmente, moins il devient possible de créer des ponts avec des faisceaux larges.
Pour T − TC = 15K, le faisceau le plus large pouvant induire un pont a pour rayon
ω0 = 7.5µm, alors qu’à T − TC = 6K, on peut stabiliser un pont de rapport d’aspect
Λ ≃ 3.6 avec un faisceau de rayon au col ω0 = 15.3µm (Fig. (7.13(a))). La taille du
faisceau, diminuant l’intensité laser disponible pour des faisceaux peu focalisés, est donc
l’un des facteurs limitant empêchant la formation de ponts liquides pour des écarts à la
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Fig. 7.13 – (a) Rapport d’aspect Λ des ponts en fonction du rayon ω0 du faisceau utilisé
pour les former. L’écart à la température critique vaut T − TC = 6K. La courbe en trait
plein est un ajustement des données compatible avec un comportement en Λ ∝ (ω0)

−0.99.
(b) Pcoal(�), Pdroit(�) et Pbrisure(�) en fonction de Λ. Les courbes en pointillés servent
de guides pour l’oeil.
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Fig. 7.14 – (a) Icoal(�), Idroit(�) et Ibrisure(�) en fonction de Λ pour les données de la
figure (7.13). (b) Valeurs de χcoal(�), χdroit(�) et χbrisure(�) correspondantes.
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Fig. 7.15 – (a) Rapport d’aspect Λ des ponts en fonction du rayon du faisceau ω0 pour
des expériences effectuées à T − TC = 8K. (b) Valeurs de χdroit(�) et χbrisure(�) corres-
pondantes.
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Fig. 7.16 – (a) Rapport d’aspect Λ en fonction de ω0 pour des ponts formés à T − TC =
10K. (b) Valeurs de χdroit(�) et χbrisure(�) correspondantes.
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Fig. 7.17 – (a) Λ en fonction de ω0 pour une première série d’expériences à T−TC = 15K.
(b) Valeurs de χdroit(�) et χbrisure(�) correspondantes.
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Fig. 7.18 – (a) Λ en fonction de ω0 pour une deuxième série d’expériences à T−TC = 15K.
(b) Valeurs de χdroit(�) et χbrisure(�) correspondantes.
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température critique importants. Nous avons toutefois rassemblé sur un même graphique
tous les rapports d’aspect des ponts engendrés pour 6K ≤ T − TC ≤ 15K. L’ensemble
des données semble bien cohérent. Si l’on effectue une régression linéaire, on trouve, qu’en
moyenne, le rapport d’aspect se comporte comme:

Λ ∝ (ω0)
−1.02 (7.12)

On retrouve ainsi, conformément à ce qui pouvait être pressenti, que le rapport d’aspect
des ponts est inversement proportionnel au rayon du faisceau laser utilisé pour les créer.

Il est par contre beaucoup plus difficile de dégager un comportement général en
fonction de T −TC pour les valeurs du nombre de Bond électromagnétique correspondant
à la stabilisation de ponts droits, χdroit, et à leur rupture, χbrisure. Certes, pour chaque
écart à la température critique ces nombres sont de l’ordre de grandeur de l’unité, mais les
valeurs varient considérablement d’un écart à l’autre. Ainsi pour T −TC = 6K , χbrisure et
χdroit étaient compris entre 2 et 7 (Fig.(7.14(b))) alors que pour T −TC = 10K, ils varient
entre 0.5 et 2 (7.16(b)). Nous n’avons donc pas pris la peine de regrouper l’ensemble
de ces données sur un même graphe, les ordres de grandeur étant trop différents pour
permettre une interprétation. Nous avons simplement regroupé les mesures correspondant
aux expériences réalisées à T − TC = 6K, et aux deux séries d’expériences effectuées à
T − TC = 15K. Les points sont présentés sur la figure (7.20). On voit qu’il est ardu de
conclure à l’existence de deux paliers distincts bien définis de valeurs de χ pour lesquels
on observerait des ponts droits stables leur brisure. Nous reviendrons dans la conclusion
de cette partie sur les conditions rendant difficiles la reproductibilité des expériences de
stabilisation de ponts liquides dans des capillaires. Tout ce que l’on peut affirmer avec
certitude est que, dans des capillaires en verre de 100 µm de hauteur, le rapport d’aspect
est piloté par le rayon du faisceau laser qui engendre le pont liquide. Il n’en est pas de
même pour des expériences réalisées dans des capillaires de 200 µm.

7.2.4 Expériences dans des capillaires de 200 µm

Nous sommes également capables de former et de stabiliser des colonnes liquides dans
des capillaires de 200 µm. Les ponts liquides obtenus pour cette gamme de hauteur sont
particulièrement réguliers. Un exemple d’un tel pont quasiment parfaitement droit est
présenté sur la figure (7.21). Il a été engendré à T − TC = 6K par un faisceau de rayon
ω0 = 3.2µm et de puissance P = 1.4 W. Son rapport d’aspect est très élevé et plus élevé
que les rapports d’aspect maximum obtenus dans des capillaires de 100 µm: Λ ≃ 14. Le
prix de la formation de telles colonnes liquides est la très forte intensité laser nécessaire à
leur création et à leur stabilisation. Un rayon au col ω0 = 3.2µm correspond en effet à un
faisceau très focalisé et une puissance laser de l’ordre de 1.4 W est presque la puissance
laser maximale accessible. De plus dans ces expériences, le rapport d’aspect du pont est
certes très élevé, mais il n’est plus imposé par le rayon du faisceau, comme le montrent
les images de la figure (7.22). On peut effectivement former des ponts avec un rayon de
faisceau variant de ω0 = 3.9 à 6.3 µm, mais les ponts obtenus ont sensiblement le même
rapport d’aspect, Λ = 17 dans ce cas. La différence principale entre eux résident dans leur
forme. Comme la puissance laser maximale P = 1575mW est nécessaire pour les créer, le
pont engendré par le faisceau le plus focalisé est bien droit, tandis que la forme des deux
autres se creuse sensiblement. On remarquera la forme en amphore du pont obtenu pour le
rayon de faisceau ω0 = 6.3µm, signe que l’intensité laser est juste suffisante pour s’opposer
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Fig. 7.19 – Superposition des rapports d’aspect Λ des ponts pour les différents écarts à
la température critique des figures (7.13) à (7.18), i.e pour T − TC = 6,8,10et15K. La
courbe en trait plein est une régression linéaire sur l’ensemble des données, qui donne un
comportement de Λ ∝ (ω0)

−1.02. Le rapport d’aspect des ponts est donc bien inversement
proportionnel au rayon du faisceau laser utilisé pour les créer.
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Fig. 7.20 – Superposition des valeurs de χdroit et χbrisure pour les expériences réalisées à
T − TC = 6K (symboles vides 	 et ▽), et pour les deux séries d’expériences effectuées à
T − TC = 15K (symboles pleins � et �) .
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Fig. 7.21 – Pont liquide engendré dans un capillaire de 200 µm par un faisceau de rayon
ω0 = 3.2µm. L’écart à la température critique vaut T − TC = 6K et la puissance laser
P = 1.4 W. Le rapport d’aspect du pont est voisin de Λ ≃ 14. On remarquera le guidage
bien visible de l’onde lumineuse à l’intérieur du pont.
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Fig. 7.22 – Ponts liquides engendrés dans un capillaire de 200 µm pour une puissance
laser identique P = 1575 mW par trois faisceaux de rayons différents. De gauche à droite:
ω0 = 3.9, 4.8 et 6.3 µm. Les rapports d’aspect sont sensiblement identiques, de l’ordre de
Λ = 17. L’écart à la température critique vaut T − TC = 6K.
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aux effets de la tension de surface. Il n’a d’ailleurs pas été possible d’engendrer un pont
dans ces conditions expérimentales avec un faisceau plus large. De plus, les intensités laser
très importantes nécessaires à leur formation ne nous ont pas permis d’effectuer une étude
de stabilité comme pour les ponts obtenus dans des capillaires de 100 µm.

Un point important mérite d’être souligné au passage sur la figure (7.21). Le fais-
ceau laser est nettement visible sur cette image. Si on examine celle-ci attentivement,
on constate que le faisceau est confiné à l’intérieur du pont liquide qu’il a engendré. Le
guidage du faisceau est manifeste sur le haut du pont, où on aperçoit la trace du faisceau
lumineux, de même taille que le pont liquide à travers lequel il vient de se propager (le sens
de propagation est du bas vers le haut). D’un point de vue optique, les ponts liquides en-
gendrés par l’onde laser peuvent être vus comme des fibres optiques molles auto-adaptées
au champ qui s’y propage. Ce guidage de l’onde à l’intérieur des ponts pourrait contribuer
à leur stabilité, que nous allons maintenant tenté de justifier.

7.2.5 Justification de la stabilisation des ponts

Nous avons vu, lors de la présentation des différentes techniques de stabilisation,
que la première chose à faire pour créer des ponts liquides de grand rapport d’aspect
est de minimiser l’influence de la gravité, en ajustant la densité du bain extérieur ou en
travaillant en microgravité. Il se trouve que les phases micellaires quasicritiques obtenues
après démixion de la microémulsion initiale ont, par construction, des densités voisines.
On peut à ce sujet consulter le tableau (4.6) du chapitre 3, qui donne quelques exemples
de la différence de densité entre les 2 phases ∆ρ = ρ1 − ρ2, en fonction de l’écart à la
température critique T − TC . On constate que cette différence de densité est faible, tout
au plus atteint-elle la valeur estimée ∆ρ = 106.7 kg.m−3 pour T − TC = 15K, écart
de température le plus haut auquel nous avons stabilisé des ponts liquides. Cependant il
convient d’estimer le nombre de Bond construit sur le rayon du pont liquide (Eq. (7.3))
pour pouvoir comparer avec les prévisions théoriques de Coriell et al. [20] (cf Fig. (7.2)).
Plaçons nous donc dans les conditions les plus défavorables pour la différence de densité
, i.e à T − TC = 15K et considérons, par exemple le pont liquide présenté sur la figure
(7.8). Le rayon R de ce pont vaut R = 14.5µm, et comme la tension de surface est de
σ(T − TC = 15K) ≃ 2.3 10−6J.m−2 (4.6), le nombre de Bond Bo(∆ρ,R) correspondant
vaut:

Bo(∆ρ,R) =
∆ρgR2

σ
≃ 10−1 (7.13)

Si l’on se reporte à la courbe (7.2), on voit que l’influence de la gravité dans ce cas n’est pas
négligeable, puisque le rapport d’aspect limite du pont devrait être Λlim(Bo = 10−1) = 2.4.
Notre pont, de rapport d’aspect Λ ≃ 6, a donc un rapport d’aspect plus de deux fois su-
périeur à la limite de stabilité théorique l’instabilité variqueuse, alors que nous ne sommes
pas des conditions type configuration de Plateau avec des fluides de densités égalisées.
On s’approche cependant de ces conditions en travaillant à des écarts à la température
critique inférieurs. Si l’on considère le pont formé à T − TC = 6K sur la figure (7.12),
il a un rayon R = 7.4µm, et à cette température σ(T − TC = 6K) ≃ 7.3 10−7J.m−2 et
∆ρ(T − TC = 6K) = 79.2 kg.m−3, soit pour ces conditions expérimentales :

Bo(∆ρ,R) ≃ 6 10−3 (7.14)



206 Chapitre 7

Pour cette valeur du nombre de Bond, on se rapproche de la limite de stabilité Λ = π en
l’absence de gravité. Le fait de travailler avec des phases micellaires démixées nous per-
met donc d’obtenir naturellement des conditions expérimentales de type configuration de
Plateau, puisque les densités des deux phases sont très proches par construction. L’accord
de densité est d’autant mieux réalisé que l’écart à la température critique est petit, mais
expérimentalement il s’est avéré difficile de travailler à T − TC < 6K. Nous expliquerons
pourquoi dans la section suivante. Inversement, les ponts obtenus pour les écarts à la
température critique élevés sont d’autant plus remarquables, étant donné que Λlim < π
dans ce cas.

Il convient maintenant de s’interroger sur la cause physique profonde assurant la
stabilisation optique des ponts liquides. Si l’on raisonne en terme de pression de radiation,
on est tenté d’affirmer, au vu des courbes obtenues en annexe montrant l’évolution de la
pression de radiation en fonction de l’angle d’incidence du faisceau à l’interface, qu’une
interface verticale est la seule position pour laquelle la pression de radiation ne travaille
pas. Celle-ci privilégierait donc la formation de colonnes avec des bords verticaux, comme
on avait déjà pu s’en apercevoir sur les formes en doigt des déformations non-linéaires.
On comprend dès lors que si une perturbation se développait à la surface d’un pont, la
pression de radiation aurait tendance à ramener celui-ci vers sa configuration d’équilibre
avec parois verticales.

D’un autre côté, il est difficile d’envisager l’absence de force à l’interface entre les
deux diélectriques, si l’on revient à la définition microscopique équivalente de la force de
pression de radiation (Eq. (3.35)). Celle-ci s’exprime en effet comme:

�f = −1

2
| �E|2�∇ǫ (7.15)

| �E|2, étant la valeur quadratique moyennne du champ électrique. A partir du moment
où il existe un gradient de permittivité diélectrique de part et d’autre de l’interface, la
force précédente existe et est bien définie. On peut penser que les calculs de pression de
radiation, effectués en partant des expressions des coefficients de réflexion de Fresnel issues
de l’optique géométrique, ne s’appliquent pas dans le cas des faisceaux en incidence rasante
pour lesquels un champ évanescent existe à l’interface. Dans ce cas, si on prend comme
valeur de | �E|2 le champ se propageant à l’intérieur ou le long du pont liquide, l’expression
de la force (7.15) est en tout point équivalente à la force agissant sur la surface d’un pont
liquide diélectrique parfait placé sous champ électrique. La stabilisation de tels ponts a dès
lors été démontrée par Castellanos et al. [48]. Dans cet article, ils ont en particulier montré

que la force �f maintient la forme cylindrique d’un pont liquide comme une configuration
d’équilibre. La stabilisation est possible dès qu’il existe une différence de permittivité
diélectrique entre le bain et le milieu environnant, si tant est que la valeur du champ
est suffisamment importante. Sur la base de cette analogie, on pourrait dire que la faible
valeur de la tension de surface de nos interfaces liquides, associée aux fortes valeurs des
champs électromagnétiques accessibles, nous permet de nous placer toujours au-dessus
de la surface déterminée par Castellanos et al délimitant les zones stables et instables
des ponts, ceci même si la différence de permittivité entre les deux phases est faible. Il
n’en reste pas moins que le couplage et le guidage du faisceau lumineux dans la fibre
optique molle qu’il crée nécessiterait une étude plus approfondie pour mieux comprendre
la stabilisation.
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7.2.6 Limitations de la technique

Nous avons montré que nous étions capables de stabiliser des ponts liquides de très
grand rapport d’aspect sous champ laser. Un certain nombre de précautions sémantiques
sont cependant nécessaires. Dans la littérature concernant les ponts liquides, les expé-
rimentateurs travaillent en général en partant d’un volume fixé de fluide correspondant
exactement au volume du pont cylindrique qu’ils veulent stabiliser. Notre technique ex-
périmentale ne nous permet pas bien entendu de contrôler le volume de liquide contenu
dans le pont. De même, l’existence des films de mouillage et leur utilisation ne correspond
pas à des conditions de volume fini, ni à des conditions d’ancrage bien définies des ponts
sur les parois. Ces conditions étant des conditions préalables à la dérivation théorique
du rapport d’aspect limite de l’instabilité de Rayleigh-Plateau, on ne peut pas affirmer
stricto-sensu que cette limite est valable dans notre cas. Nous nous sommes simplement
référer à elle à titre indicatif pour illustrer les rapports d’aspect inhabituels des ponts
obtenus. On pourrait également préférer parler de zones ou de colonnes liquides, plutôt
que de ponts qui se réfèrent à ces conditions expérimentales bien précises. Nous ne pou-
vons pas non plus répondre à la question de l’existence ou non d’un écoulement dans le
pont entre les deux films de mouillage, qui pourrait jouer sur sa stabilité. Nous n’avons
cependant jamais observé la brisure d’un pont stable par transfert de matière d’une face
du capillaire vers une autre. Les ponts formés étaient stables à l’échelle de la dizaine de
minutes.

Le fait de travailler avec des capillaires et sur des films de mouillage pose également
des problèmes expérimentaux. Nous avons dit que les phases micellaires de microémulsion
démixées étaient très sensibles à la présence d’impuretés. Or rajouter un capillaire en verre
dans les cellules de spectroscopie est une source d’impuretés. La conséquence principale
est qu’il n’a pas été possible de travailler à des écarts à la température critique inférieurs à
6 K. En effet, en focalisant le faisceau laser à l’intérieur du capillaire, on engendrait pour
des écarts à la température critique inférieurs une transition de phase en volume dans le
capillaire. Des bulles de la phase Φ1 étaient nucléées sur les défauts du capillaire sous l’effet
de l’élévation de température induite par le faisceau. Il faut en effet se rendre compte que
les temps d’illumination laser nécessaires à la création d’un pont sont considérablement
allongés par rapport à ceux qui étaient suffisants pour l’étude des déformations. La qualité
des microémulsions est donc encore plus importante pour minimiser les effets thermiques,
mais pas suffisante puisqu’on ne contrôle pas les impuretés introduites par les capillaires.
Cela explique que les microémulsions proches du point critique étaient particulièrement
sensibles aux effets thermiques, empêchant toute création de ponts liquides. Un autre in-
convénient découle de l’utilisation de films de mouillage: la difficile reproductibilité des
expériences dans les capillaires de 100 µm pour la stabilité des ponts. En effet, outre le fait
qu’il faut attendre longtemps après la démixion des cellules pour que les films recouvrent
les parois du capillaire, un film de mouillage est par définition très sensible à l’état de
surface. Suivant les capillaires, on peut ainsi très bien avoir un film de mouillage sur une
des faces et pas sur l’autre, sans contrôle possible. Cette dépendance vis-à-vis de l’état
de surface explique que, d’une température à une autre ou d’une cellule à une autre, les
valeurs des champs nécessaires à la stabilisation des ponts varient sensiblement, tout en
restant en terme de nombre χdroit du même ordre de grandeur. La situation était différente
pour toutes les expériences effectuées sur des interfaces liquides libres, où la connaissance
de l’écart à la température critique suffit pour déterminer des lois d’échelles universelles,
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indépendantes d’autres artefacts expérimentaux. Les films de mouillage s’avérant en défi-
nitive limitants pour l’étude des ponts liquides, nous allons maintenant présenter comment
on peut en former à partir des jets liquides issus de l’interface après sa déstabilisation,
dans le cas d’un faisceau se propageant de haut en bas.

7.3 Jet liquide formé après rupture de l’interface

Nous n’avions pas donné, au chapitre précédent, de véritables images du jet liquide
formé après la déstabilisation de l’interface par un faisceau laser arrivant par le haut. En
effet, ce jet atteint des proportions bien plus grandes que la taille des déformations induites
par la pression de radiation, et nécessite l’emploi d’un objectif de microscope adapté pour
être visualisé dans sa totalité. C’est ce que nous avons fait pour les images des figures
(7.23) à (7.25). Nous avons pour ces images employé un objectif de grossissement (X4),
au lieu de l’objectif habituel de grossissement (X20). La première image de la figure (7.23)
correspond à une image prise pour une puissance P = 420 mW, inférieure à la puissance
seuil PS de l’instabilité (le faisceau incident a un rayon au col ω0 = 3.5µm). On distingue
juste la déformation de l’interface. L’image suivante est une image dynamique prise au
seuil de l’instabilité, à P = PS= 490 mW. L’interface est en cours de déstabilisation et on
voit le début de la formation du filament. Le filament obtenu est visible dans sa totalité,
toujours pour P = PS= 490 mW, sur les images de la figure (7.24). On s’aperçoit qu’il
atteint une taille de l’ordre de 0.3 mm, alors que les déformations typiques engendrées
par la pression de radiation sont tout au plus en général de quelques dizaines de µm. On
constatera aussi que le filament émet des gouttes à son extrémité, signe que nous sommes
bien en présence d’une singularité. Si l’on augmente encore la puissance au-delà de la
puissance seuil PS, la taille du filament continue de crôıtre (Fig. (7.25)), jusqu’à atteindre
une taille de l’ordre de 0.8 mm. Comme nous travaillons dans des cellules de spectroscopie
de 2 mm (dans ce cas), et que les deux phases doivent être de même volume si l’échantillon
est bien critique, le ménisque n’est séparé du bas de la cellule que d’une distance de 1
mm. Nous avons donc essayé de voir s’il était possible de connecter le filament au film de
mouillage de la phase Φ2 recouvrant le bas de la cellule.

Pour induire un filament de 1 mm de long, nous avons eu besoin du maximum de
puissance laser disponible, i.e P ≃ 1750 mW. Des images dynamiques du développement
du filament entre le ménisque et le bas de la cellule sont présentées sur les figures (7.26)
à (7.30). Les temps indiqués sur les images correspondent à la durée écoulée depuis le
début de l’illumination laser. On voit sur cette série d’images qu’il faut près de 20s au
filament pour venir se connecter au film de mouillage de la phase Φ2 recouvrant le fond
de la cellule. L’extrémité du filament donne naissance à des gouttelettes au cours de la
croissance (4s ≤ t ≤ 10s). Cependant une fois le raccordement avec le film effectué, la
colonne liquide reste stable. On peut remarquer l’uniformité du cylindre liquide formé.
Aucune ondulation de la surface n’est visible et le cylindre est parfaitement droit. Nous
avons donc été capable de créer et de stabiliser un pont liquide de longueur L = 1 mm et de
rayon moyen R ≃ 7µm. Le rapport d’aspect correspondant est donc de l’ordre de Λ ≃ 70.
Une méthode alternative pour étudier la stabilité de ponts liquides sous champ laser
serait donc de travailler à partir du ménisque séparant les deux phases. On s’affranchirait
ainsi des problèmes liés à l’absence de contrôle des films de mouillage, ou aux impuretés
introduites par les capillaires. La reproductibilité des mesures s’en trouverait sans aucun
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doute améliorée. Des expériences pourraient de plus être effectuées au voisinage du point
critique, où la tension de surface et la différence de densité entre les phases sont minimales.
Dans ces conditions, des intensités laser moindres suffiraient à stabiliser les ponts, puisque
l’on se rapproche des conditions de microgravité et que la tension de surface, moteur
de l’instabilité de Rayleigh-Plateau, tend vers zéro. Pour se faire, il faudrait cependant
travailler dans des cellules de spectroscopie moins hautes (1 mm, voire 500 µm). En effet,
sur une distance de 1 mm, le filament reste certes guidé et dirigé selon l’axe du faisceau
laser, mais son diamètre est plus contrôlé par l’hydrodynamique de l’écoulement que par
le rayon du faisceau laser. C’était d’ailleurs le cas pour les ponts engendrés dans les
capillaires de 200 µm. De plus, à P = 1750 mW de puissance laser dans le milieu, nous
sommes vraiment à l’extrême limite de ce que peut fournir la source laser.

On aura remarqué une nouvelle fois, au sujet de ces filaments liquides émis après l’in-
stabilité de l’interface, la très forte analogie avec les phénomènes observés lors de la brisure
de gouttes diélectriques sous champ électrique. Comme indiqué précédemment, Zeleny au
début du siècle (dernier !), puis Taylor sont les premiers à avoir mis en évidence les très
longs filaments liquides formés par éjection de matière à partir du cône de Taylor, et leur
surprenante stabilité. Celle-ci s’explique en partie, dans le cas de diélectriques faiblement
conducteurs, pour l’existence d’une répartition de charges surfaciques à l’interface des jets
(charges surfaciques bien entendu inexistantes dans notre cas). Taylor a de plus montré
que la pointe du jet oscillait très rapidement pour certaines valeurs du champ appliqué
(whipping jet) [41]. Ce mécanisme d’oscillation de la pointe a récemment été exploité pour
produire des fibres polymériques de taille nanométriques [58, 59]. Dans notre cas, l’auto-
guidage du faisceau laser à l’intérieur de la fibre molle est visible à l’oeil sur les images des
filaments. Le cône de lumière que l’on peut distinguer au bout du filament, par exemple
sur les images à t=8s et t=10s de la figure (7.29), ne vient donc pas de la diffraction de
la lumière à la sortie de la pointe, mais plutôt d’oscillations très rapides de celle-ci. Des
images prises avec des temps d’exposition très courts révèleraient ces oscillations. On peut
aussi noter que les gouttelettes ne sont pas émises dans l’axe du faisceau, mais de part et
d’autre de celui-ci.

Suite aux travaux de Taylor, l’atomisation électrohydrodynamique de liquides a été
très étudiée. De nombreux travaux ont été consacrés à la détermination des lois reliant les
propriétés des liquides et le débit de l’écoulement à la taille et à la charge des gouttelettes
émises [60, 61, 62, 63, 64, 65, 66]. Le mécanisme du cône de Taylor, valable également pour
des liquides très conducteurs, permet par exemple de créer des sources d’ions à partir de
métaux liquides [67, 68, 69, 70].Dans les problèmes d’atomisation de liquides, le but prin-
cipal recherché est d’obtenir un spray de gouttelettes monodisperses, aussi fin, contrôlable
et reproductible que possible [71, 72]. L’intérêt de l’atomisation électrohydrodynamque
est en particulier qu’elle permet d’obtenir des gouttelettes monodisperses, de diamètre
variant entre la centaine de micromètres et la dizaine de nanomètres, indépendamment
de la taille du tube capillaire initial. De la micro/nanoencapsulation a ainsi été réalisée
au moyen de jets liquides coaxiaux [73]. Concernant les jets formés optiquement, il serait
donc intéressant de regarder la distribution en taille des gouttes émises après la pointe
du jet en fonction par exemple de la puissance laser incidente, afin de déterminer si elles
sont mono ou polydisperses. Ce procédé d’atomisation par voie optique serait d’ailleurs
susceptible d’être généralisable à d’autres liquides, sous réserve de disposer de la puis-
sance laser suffisante pour dépasser le seuil de l’instabilité. On peut également envisager
d’induire optiquement des motifs [74] en modulant spatialement l’intensité lumineuse, ou
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en travaillant avec plusieurs faisceaux.
Les pistes à explorer au moyen de la manipulation optique d’interfaces liquides par

pression de radiation sont en fait encore nombreuses, comme nous le montrerons en guise
de conclusion finale. Mais avant cela, il nous reste à évoquer les déformations de l’interface
liées à l’élévation de température induite dans le milieu par le faisceau laser. Les phases
micellaires de microémulsion quasicritiques nous ont en effet permis de caractériser ces
déformations, et de définir les critères les différenciant des déformations induites par la
pression de radiation.
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Fig. 7.23 – Formation d’un jet liquide à partir du ménisque séparant les deux phases de la
microémulsion, pour un faisceau incident par le haut, de rayon au col ω0 = 3.5µm. L’écart
à la température critique vaut T − TC = 6K. 1) Déformation stable pour P = 420 mW.
2) Déstabilisation de l’interface à P = PS= 490 mW. L’allongement de la déformation
selon l’axe du faisceau est visible.
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Fig. 7.24 – Suite de la figure (7.23).Images 3, 4, 5 : images dynamiques successives du
filament formé après la déstabilisation de l’interface. La puissance est toujours égale à la
puissance seuil PS= 490 mW. L’extrémité du filament se fragmente en gouttelettes.
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Fig. 7.25 – Suite des deux figures précédentes: augmentation de la taille du filament pour
des puissances supérieures à la puissance seuil PS. 6) P = 700 mW. 7) P = 770 mW. 8)
P = 910 mW.
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Fig. 7.26 – Dynamique de formation d’un jet liquide à partir de la surface libre séparant
les deux phases de la microémulsion, pour un faisceau incident par le haut de rayon au
col ω0 = 3.5µm. L’écart à la température critique vaut T − TC = 6K. La puissance laser
est maximale et vaut P = 1750 mW (pour rappel PS= 490 mW). Le bas de de la cellule
est visible (zone claire en bas de l’image).
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Fig. 7.27 – Suite de la figure (7.26). Croissance et évolution temporelle du filament après
déstabilisation de l’interface. Les temps indiquent la durée écoulée depuis le début de
l’illumination laser.
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Fig. 7.28 – Evolution temporelle du filament (bis).
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Fig. 7.29 – Evolution temporelle du filament (ter).
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36"u 38"u 42"u

Fig. 7.30 – Fin de la croissance. Le filament se raccorde aou bout de 20s au film de
mouillage de la phase Φ2 recouvrant le fond de la cellule. Un pont liquide est ainsi formé,
de longueur L = 1 mm et de rayon moyen R ≃ 7µm, ce qui équivaut à un rapport d’aspect
Λ ≃ 70.
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Chapitre 8

Déformations d’interface induites
par des effets thermiques au
voisinage du point critique

Nous avons souligné lors de la présentation de la microémulsion que son absorption
était relativement faible à la longueur d’onde laser utilisée. Les effets thermiques sont de ce
fait minimisés, mais ils n’en existent pas moins. En particulier, nous allons montrer dans
ce chapitre que l’élévation de température induite par le faisceau laser peut engendrer des
déformations de l’interface se superposant aux déformations induites par la pression de
radiation. Ces déformations sont plus prononcées dans un voisinage proche du point cri-
tique et s’atténuent très rapidement quand on s’en éloigne. Leur existence nous a empêché
de travailler à des écarts à la température critique T − TC < 1K, ce qui aurait été utile
pour une meilleure caractérisation des déformations induites par la pression de radiation
dans le régime des grands nombres de Bond Bo.

Nous allons dans un premier temps détailler les résultats expérimentaux obtenus
concernant ces déformations thermiques et montrer que leurs caractéristiques (taille trans-
verse, dépendance vis à vis des paramètres du faisceau incident, temps caractéristique
d’établissement) permettent de les différencier sans ambiguité des déformations induites
par la pression de radiation seule. Nous développerons ensuite un modèle de déformations
thermocapillaires permettant de rendre compte, au moins qualitativement, des caractéris-
tiques générales des déformations observées.

8.1 Etude expérimentale

8.1.1 Déformations typiques observées

Les figures (8.1), (8.2) et (8.3) présentent les déformations globales d’interface obser-
vées pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K et des rayons de faisceau
respectivement égaux à ω0 = 4.8, 8.9 et 15.3 µm. On reconnait sur les différentes images
les déformations (primaires ou secondaires) de l’interface induites par la pression de radia-
tion que nous avons décrites dans les chapitres précédents. Ces déformations sont toujours
dirigées vers la phase Φ1 la moins réfringente et ont une taille transverse caractéristique
de l’ordre du rayon du faisceau laser incident. On constate cependant que les déformations
induites par la pression de radiation ne se font plus à partir d’une interface initiale plane
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mais sont maintenant creusées dans une autre déformation de l’interface. Cette nouvelle
déformation est dirigée vers le haut, i.e de la phase la plus dense en micelles vers la phase
la moins dense, et est surtout d’extension latérale bien supérieure au rayon du faisceau
laser incident. A titre indicatif, la largeur des images présentées est de 130µm, grosso-
modo dix fois supérieure au plus large des diamètres de faisceau utilisés. Cette largeur
caractéristique bien plus grande que la taille de l’excitation laser est un premier indice
nous faisant penser à des effets sous-jacents d’origine thermiques.

Les profils des déformations globales peuvent être extraits par les mêmes procédures
d’analyse d’images que celles indiquées au chapitre 5. La figure (8.4) montre les profils
obtenus après traitement des déformations de la figure (8.1). Nous avons également su-
perposé sur la figure (8.5) les profils des déformations induites à la même puissance laser
P=590 mW pour les trois rayons de faisceau précédents. On s’aperçoit que, contrairement
aux déformations induites par la pression de radiation, la forme générale des déforma-
tions thermiques semble être indépendante du rayon du faisceau laser. Ceci renforce l’idée
d’un effet thermique, puisque la non-localité d’un tel processus dissipatif conduit à une
variation dépendant essentiellement de la puissance laser injectée [1]. Pour caractériser
ces déformations, nous avons mesuré la hauteur sur l’axe de la déformation thermique
de l’interface en prenant comme niveau de référence le bord de l’image. La hauteur des
déformations thermiques sera dorénavant notée hth. Nous allons maintenant présenter les
résultats expérimentaux obtenus.

8.1.2 Dépendance de la hauteur hth vis à vis des paramètres
physiques pertinents

Variation en fonction de la puissance P et du rayon ω0 du faisceau laser incident

Pour un écart à la température critique fixé à T − TC = 1.5K, nous avons mesuré
l’évolution de la hauteur de la déformation thermique en fonction de la puissance laser P,
pour différents rayons du faisceau compris entre 4.8 ≤ ω0 ≤ 15.3µm. Les résultats sont
présentés sur la figure (8.6). La variation de la hauteur est bien linéaire avec la puissance,
mais on constate de plus qu’ elle est indépendante du rayon du faisceau laser ω0, comme
l’atteste la superposition (aux incertitudes expérimentales près) des mesures effectuées
pour les différents rayons. Cette dépendance en puissance et non pas en intensité est,
comme dit précédemment au chapitre 4 pour les déformations engendrées par la pression
de radiation pour les petits nombres de Bond Bo, caractéristique d’un effet non local. Ce
comportement est attendu pour des effets thermiques puisque l’équation stationnaire de
diffusion de la chaleur est l’exemple typique conduisant à une solution non locale. En effet,
si l’on cherche à calculer l’élévation de température TE(r) induite par un faisceau laser

gaussien d’intensité I(r) = P
πa2

0

exp
(

−r2

a2
0

)

dans un milieu caractérisé par une absorption

thermique αth et une conductivité thermique Λth, on est amené à résoudre en coordonnées
cylindriques l’équation de diffusion avec terme source:

△rTE(r) +
αth

Λth

I(r) = 0 (8.1)

Nous supposons ici que l’absorption αth dans le milieu est très faible (αth ≃ 3 10−4 cm−1

comme cela a été montré au chapitre 4). De plus, nous ne considérons que la partie station-
naire de l’équation de diffusion, car les temps caractéristiques associés à la déformation
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Fig. 8.1 – Superposition de déformations thermiques d’interface aux déformations induites
par la pression de radiation pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K et un
faisceau laser de rayon au col ω0 = 4.8µm. Les puissances laser P correspondantes sont
indiquées sur les images, ainsi que l’échelle de longueur caractéristique.
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Fig. 8.2 – Déformations thermiques de l’interface et déformations induites par la pression
de radiation pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K et un faisceau laser
de rayon au col ω0 = 8.9µm. Les puissances laser P sont indiquées sur les images, ainsi
que l’échelle de longueur caractéristique.
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Fig. 8.3 – Déformations thermiques et déformations induites par la pression de radiation
pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K et un faisceau laser de rayon au
col ω0 = 15.3µm. Les puissances laser P sont indiquées sur la figure.
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Fig. 8.4 – Profils des déformations extraits après traitement numérique des images de la
figure (8.1), i.e pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K et un faisceau
laser de rayon au col ω0 = 4.8µm. Les profils ont été décalés pour plus de lisibilité. Les
puissances laser croissantes (de haut an bas) valent repectivement P = 90, 180, 300, 420,
et 590 mW.
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Fig. 8.5 – Profils des déformations d’interface engendrées par des faisceaux laser de puis-
sance P = 590 mW, et des rayons respectifs ω0 = 4.8, 8.9 et 15.3µm pour un écart à la
température critique T − TC = 1.5K. Les déformations induites par la pression de radia-
tion seule sont bien différentes (passage d’une forme gaussienne à une forme de doigt pour
des faisceaux de plus en plus focalisés). Par contre, la forme générale de la déformation
thermocapillaire, de même que sa hauteur sur l’axe, semblent être indépendantes du rayon
du faisceau incident.
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sont toujours plus grands que le temps d’établissement d’un gradient de température sur
des dimensions de l’ordre de quelques cols du faisceau. Concernant le problème général
de la distribution de température engendrée par un faisceau laser, on pourra consulter
notamment les articles de Lax [2, 3]. Pour résoudre l’équation (8.1), il est nécessaire de
poser comme condition limite TE(aCL) = 0 avec aCL = na0 (n=10 par exemple pour
Gordon [1]), de sorte que la solution générale de (8.1) s’écrit:

TE(r) =
αthP

4πΛth

[

E1

(a2
CL

a2
0

)

− E1

(r2

a2
0

)

− ln
( r2

a2
CL

)]

(8.2)

où E1(x) est l’exponentielle intégrale d’ordre 1 définie en (5.29). Un développement ana-
logue à celui effectué au paragraphe (5.2) du chapitre 4 nous donne comme élévation de
température sur l’axe:

TE(0) =
αthP

4πΛth

ln
(

γ
a2

CL

a2
0

)

(8.3)

L’élévation de température sur l’axe ne dépend donc que de la puissance de l’onde laser
incidente et est complètement indépendante du rayon du faisceau laser. Le fait que la hau-
teur sur l’axe de la déformation inverse présente le même caractère non local que l’élévation
de température nous incite, de même que sa taille transverse caractéristique, à qualifier
celle ci de déformation d’origine thermique. Nous avons également étudié l’évolution de
la déformation thermique en fonction de l’écart à la température critique.

Variation en fonction de l’écart à la température critique

Nous avons mesuré pour les rayons de faisceaux ω0 = 4.8µm et ω0 = 15.3µm la
hauteur des déformations thermiques quand on s’éloignait du point critique. Les résultats
sont présentés sur la figure (8.7). Pour le rayon ω0 = 4.8µm, nous disposons de données
pour trois écarts à la température critique différents T − TC = 0.5, 1.5 et 3.5 K. On
notera que les mesures effectuées à 0.5 K du point critique sont relativement bruitées
et peu nombreuses. Ceci est aisément justifiable par le fait que la microémulsion est très
”sensible”quand on travaille aussi près du point critique, rendant les mesures délicates. De
plus, on hésite toujours à effectuer de nombreuses mesures dans ces conditions de peur de
dégrader rapidement et définitivement l’échantillon. Les points correspondants aux écarts
1.5 et 3.5 K sont plus nombreux et la variation en fonction de la puissance P linéaire,
comme indiqué par les régressions linéaires effectuées (Fig.(8.7(a))). On constate de plus
que la hauteur de la déformation thermique décrôıt, à puissance égale, d’un facteur trois
quand on passe de T − TC = 1.5K à T − TC = 3.5K. Il en est de même pour les mesures
effectuées pour l’autre rayon de faisceau ω0 = 15.3µm (cf Fig.(8.7(b))).

On peut donc affirmer que les déformations thermiques de l’interface sont particuliè-
rement marquées dans un voisinage proche du point critique et qu’elles décroissent très
rapidement quand on s’éloigne de celui-ci de quelques degrés. On comprend dès lors que
les mesures des déformations induites par la pression de radiation seule ont été difficiles
pour de faibles écarts à la température critique, puisque dans ces conditions les défor-
mations thermiques peuvent être du même ordre de grandeur, voire plus grandes que les
déformations qui nous intéressent au premier abord. A l’inverse, loin du point critique,
ces effets sont négligeables et ne perturbent pas les déformations d’interface pilotées par
la pression de radiation. Un dernier point permet d’ailleurs de différencier ces deux types
de déformations: leur temps caractéristique de croissance.
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Fig. 8.6 – Variation de la hauteur de la déformation thermique en fonction de la puissance
laser incidente P pour différents rayons de faisceau compris entre ω0 = 4.8µm et ω0 =
15.3µm. L’écart à la température critique vaut T − TC = 1.5K La variation est bien
linéaire et indépendante du rayon du faisceau, aux incertitudes expérimentales près.
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Fig. 8.7 – (a) Hauteur de la déformation thermique en fonction de la puissance pour un
rayon de faisceau ω0 = 4.8µm et trois écarts à la température critique T − TC = 0.5, 1.5
et 3.5 K. (b) Idem pour un rayon ω0 = 15.3µm et T − TC = 1.5 et 3.5 K. Les droites
tracées en pointillés correspondent à des régressions linéaires effectuées sur l’ensemble des
données.
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8.1.3 Evolution temporelle et temps caractéristique de crois-
sance

Nous avons pu étudier la dynamique temporelle des déformations thermiques au
moyen d’une caméra CCD classique couplée à un programme d’acquisition d’images écrit
sous Labview par Frédéric Adamietz. La fréquence maximale d’acquisition est dans ce
cas de 20 Hz. Un compromis était nécessaire entre résolution spatiale sur la hauteur de
la déformation et résolution temporelle, compte tenu de la largeur importante des dé-
formations thermiques et de la taille du pavé numérique de la caméra CCD rapide. De
plus, une résolution au dixième de seconde ne s’avérait pas nécessaire au vu des résultats
expérimentaux. Les figures (8.8) et (8.9) présentent des images de l’évolution temporelle
typique du profil d’une interface illuminée par un faisceau laser de rayon ω0 = 4.8µm
et de puissance P = 1180 mW. On constate au vu de ces images que la déformation
thermique de l’interface se développe bien moins rapidement que la déformation induite
par la pression de radiation, qui elle est bien visible dès les premiers instants (t= 0.1s),
conformément aux temps de croissance déterminés au chapitre 4.

Nous avons reporté sur la figure (8.10) l’élévation temporelle de la hauteur de la
déformation thermique correspondant aux images précédentes. Nous voyons que la hauteur
de la déformation sature au bout de quelques secondes et on peut en déduire un temps
caractéristique de croissance en ajustant les points expérimentaux par une loi de saturation
exponentielle classique du type:

hth(t)

hth(t → ∞)
= 1 − exp

(

− t

τth

)

(8.4)

On obtient ainsi un temps caractéristique de croissance:

τth = 1.3s (8.5)

Ce temps de croissance de l’ordre de la seconde est grand comparativement aux temps de
croissance des déformations induites par la pression de radiation, déterminés au chapitre
4. Ceux-ci étaient plutôt de l’ordre de 0.1 à 0.5s. A l’oeil lors des expériences, la différence
de vitesse de croissance était bien visible, comme elle l’est quand on examine les images
des figures (8.8) et (8.9). Ce temps de croissance de la déformation thermique peut être
comparé au temps caractéristique d’établissement de la distribution de température dans
la couche de fluide d’épaisseur h:

τh =
h2

Dth

(8.6)

Dth désignant la diffusivité thermique du milieu. Pour une couche de fluide h= 1 mm et
avec une diffusivité Dth =≃ 10−7m2s−1, on trouve:

τh = 10s (8.7)

Le temps caractéristique de croissance des déformations thermiques n’est donc pas aber-
rant au vu des propriétés thermiques de la microémulsion, mal connues au demeurant.

8.1.4 Conclusion

Nous avons donc exposé les raisons qui nous ont amenés à qualifier les déformations
inverses observées de déformations thermiques: leur largeur est très grande comparée à la
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Fig. 8.8 – Evolution temporelle de la déformation globale de l’interface engendrée par
un faisceau de rayon ω0 = 4.8µm et de puissance P = 1180 mW pour un écart à la
température critique T − TC = 3.5K. Les temps correspondants sont indiqués sur les
images. On constate que la déformation induite par la pression de radiation est visible
bien avant la déformation thermique.
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Fig. 8.9 – Suite de l’ evolution temporelle de la figure précédente. La hauteur stationnaire
de la déformation thermocapillaire n’est atteinte qu’au bout de 2.5 s (cf aussi figure (8.10).
Les temps caractéristiques de croissance des déformations induites par la pression de
radiation et des déformation thermocapillaires sont bien distincts, d’au moins un ordre de
grandeur.
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Fig. 8.10 – Evolution temporelle de la hauteur de la déformation thermique induite par
un faisceau laser de rayon ω0 = 4.8µm et de puissance P = 1180 mW. L’écart à la
température critique vaut T − TC = 3.5K. La courbe en traits pleins correspond à une loi
de saturation exponentielle classique (Eq. (8.4)) avec un temps caractéristique de 1.3 s.

largeur du faisceau laser, la hauteur de la déformation présente une variation linéaire en
puissance caractéristique d’un phénomène non local, le temps de croissance est de l’ordre
de grandeur d’un temps caractéristique thermique. Toutes ces propriétés, en plus de leur
sens, permettent de différencier sans ambiguité aucune les déformations thermiques des
déformations induites par la pression de radiation seule. Nous avons en outre démontré
que les déformations thermiques étaient plus prononcées au voisinage du point critique et
s’atténuaient rapidement quand on s’en éloignait.

Il nous faut maintenant proposer un modèle permettant de rendre compte des pro-
priétés précédentes. Comme la tension de surface dépend de la température suivant la loi

de puissance σ = σ0

(

T−TC

TC

)1.26

, la première idée qui vient à l’esprit est de considérer ces

déformations comme des déformations d’interface induites par thermocapillarité. L’éléva-
tion de température induite par le faisceau laser peut engendrer un gradient Marangoni
transverse de tension de surface ∂σ

∂r
�ur. Ce terme de traction tangentielle à l’interface,

contrebalancé par les composantes des contraintes visqueuses longitudinales dans chaque
fluide, peut être la source d’une déformation de l’interface [4]. Nous allons montrer que
l’hypothèse de déformations thermocapillaires permet de rendre compte, au moins quali-
tativement, des phénomènes observés.

8.2 Modélisation des déformations thermocapillaires

8.2.1 Inadéquation des modélisations existant dans la littéra-
ture avec notre géométrie expérimentale

Les déformations thermocapillaires d’interface engendrées par l’élévation de tempéra-
ture induite par un faisceau laser ont fait l’objet de nombreuses études et donné naissance
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à un certain nombre d’applications: excitation d’ondes de surface en modulant le faisceau
laser incident et mesure de propriétés de films liquides [5, 6, 7, 8, 9, 10, 11, 12] ou dis-
positifs d’imagerie optique par exemple [13, 14, 15, 16, 17, 18, 19]. Les effets thermiques
deviennent en effet rapidement notables quand on utilise des lasers de forte puissance
ou des milieux très absorbants. Les déformations qui en résultent sont plus facilement
observables que les déformations induites par la pression de radiation seule. Dans la litté-
rature existant sur le sujet, on peut notamment citer les travaux de Da Costa consacrés
aux déformations d’interface induites par thermocapillarité [20, 21, 22, 23, 24, 25] et aux
propriétés optiques de l’effet de lentille qui leur est associé [26, 27, 28]. Malgré le carac-
tère exhaustif de ces travaux, une restriction s’impose d’entrée pour un hydrodynamicien
quand à la validité de la formule utilisée pour modéliser les déformations de l’interface:

hth = h0

[

(
ρ0

ρ
)

3

4 +
3

ρgh2
0

(σ − σ0)
]

(8.8)

où h0, ρ0 et σ0 sont les valeurs initiales de la hauteur de la couche de fluide, de la masse
volumique et de la tension de surface. En effet, bien qu’issue du Landau et Lifschitz
de Mécanique des Fluides, la formule (8.8) n’est en toute rigueur applicable que dans
l’approximation de lubrification (épaisseur de fluide faible comparativement à la taille du
faisceau laser, afin de pouvoir négliger les gradients dans le plan de la couche par rapport
aux gradients selon l’épaisseur), et surtout pour un problème unidimensionnel. Elle ne
peut donc pas être utilisée pour décrire des déformations induites dans une géométrie
bidimensionnelle par un faisceau laser gaussien. En effet, en géométrie cylindrique les
équations de Navier-Stokes et la condition d’incompressibilité n’ont pas la même forme
qu’à une dimension. Cette utilisation abusive de l’équation (8.8) est cependant courante,
puisqu’on la retrouve par exemple dans les références [29, 30], voire dans une monographie
consacrée aux procédés d’usinage laser [31].

Cette incohérence a été soulignée par Viznyuk et Sukholdol’skii dans la référence
[32], dans laquelle ils dérivent toujours sur la base de l’approximation de lubrification une
équation différentielle non-linéaire d’ordre 3 pour la hauteur de la déformation thermoca-
pillaire. Ce type d’équation différentielle non-linéaire est typique dans tous les problèmes
où l’approximation de lubrification intervient [33]. Cette équation différentielle sur la hau-
teur est obtenue en résolvant complètement le problème couplé (champ de vitesse-champ
de température), mais on peut toutefois constater qu’en pratique les auteurs se limitent
à un développement quasi gaussien du champ de température. On peut aussi citer les
références générales [34, 35] par les mêmes auteurs, ainsi que leurs travaux consacrés à la
transformation de faisceaux laser après passage par une lentille liquide thermocapillaire
[36, 37, 38] ou à la réalisation de réseaux induits par thermocapillarité dans des films
minces [39, 40].

Les déformations thermocapillaires étant d’autant plus marquées que la hauteur de
la couche de liquide est faible, l’approximation de lubrification est couramment employée
pour les modéliser. En particulier, une équation identique à celle citée dans la référence
[32] se retrouve dans l’article de Bezuglyi [41], ou celui de Cebers et al consacré à la
déformation de la surface libre de ferrofluides sous illumination laser [42]. Nous sommes
cependant bien loin de pouvoir effectuer une telle approximation pour nos expériences,
puisque les déformations sont engendrées par des faisceaux laser relativement focalisés (de
rayon au col ω0 compris entre 5 et 15 µm) sur des couches fluides épaisses (h ∼ 1mm).
L’ approximation de lubrification ne peut donc pas s’appliquer dans notre cas. De plus,
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la nature diphasique de notre système nécessite de tenir compte de la viscosité des deux
fluides en présence de part et d’autre de l’interface, et le calcul de la déformation ne peut
se réduire au simple calcul de la déformation d’une surface libre à l’air, les conditions aux
limites étant différentes. L’ensemble de ces remarques nous a donc conduit à proposer
un modèle adapté à notre géométrie expérimentale: faisceau laser incident gaussien et
géométrie cylindrique, système à deux fluides et conditions limites de type conditions en
eau profonde, vu l’épaisseur importante des couches liquides comparativement à la taille
de l’excitation laser.

8.2.2 Modèle proposé

Principe du calcul

Le modèle que nous allons présenter s’inspire largement du calcul des déformations
thermocapillaires induites par laser à l’interface d’un système diphasique, calcul détaillé
dans la référence [16]. Dans cet article, les auteurs calculent la réponse de l’interface pour
un mode propre de Fourier de l’élévation de température du type △T (x) = △̄T (k) sin(kx).
Cette décomposition de Fourier est rendue possible par le système de coordonnées carté-
siennes (x,z) adopté. Dans ces conditions, les modes propres des champs de vitesse sont
calculables dans chacune des phases, ainsi que les modes de Fourier de déformation de
l’interface. Notre géométrie expérimentale étant de symétrie cylindrique imposée par la
structure gaussienne du faisceau laser, nous devons pour notre part effectuer un calcul en
coordonnées cylindriques (r,z). L’idée est de décomposer la déformation thermique selon
ces modes propres de Fourier-Bessel, comme nous l’avons déjà fait au chapitre 4 pour le
calcul de la forme générale des déformations induites par la pression de radiation:

hth(r) =

∫ +∞

0

h̃th(k)J0(kr)kdk (8.9)

Cependant un obstacle majeur s’oppose a priori à cette démarche. L’élévation de tempéra-
ture induite par le faisceau laser (cf Eq. (8.2)) ne peut pas être décomposée sur les modes

de Bessel J0(kr) à cause de l’exponentielle intégrale E1

(

r2

a2
0

)

. C’est une conséquence directe

de la résolution de la distribution de température en coordonnées cylindriques. Afin de
pouvoir mener des calculs analytiques, nous allons donc assimiler le champ de température
à une distribution gaussienne du type:

TE(r) = TE(0) exp
(−r2

a2
th

)

(8.10)

où ath désigne la largeur caractéristique de la distribution. Cette assimilation abusive
du champ de température à une gaussienne est courante dans la littérature et permet
de mener à bien des calculs analytiques puisque une gaussienne est développable sur les
modes de Fourier-Bessel selon (cf (5.47)):

exp
(−r2

a2
th

)

=
a2

th

2

∫ +∞

0

exp
(−a2

thk
2

4

)

J0(kr)kdk (8.11)

Nous allons donc chercher la composante de déformation de l’interface h̃th(k) sous l’effet
d’un mode de Fourier-Bessel du champ de température du type:

TE(r) = T̃E(k)J0(kr) (8.12)
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Fig. 8.11 – Rappel des notations utilsées pour le calcul de la déformation thermocapillaire.

avec

T̃E(k) = TE(0)
a2

th

2
exp

(−a2
thk

2

4

)

(8.13)

La déformation globale de l’interface induite par thermocapillarité sera ensuite donnée
par intégration sur tous les modes de Fourier-Bessel selon l’équation (8.9).

Equations du mouvement

Les notations adoptées dans le calcul sont rappelées à titre indicatif sur la figure
(8.11). En particulier, nous adopterons par la suite des conditions limites du type eau
profonde du fait de l’épaisseur importante des couches de fluide inférieure et supérieure,
comparées à la taille transverse caractéristique du champ de température. En effet, h1 =
h2 ≃ 1 mm alors que ath est de l’ordre de quelques dizaines de microns. Les champs de
vitesse radiale ui(r,z) et axiale wi(r,z) dans chacune des phases obéissent aux équations
de Navier-Stokes linéarisées, écrites à l’état stationnaire en coordonnées cylindriques, et
à la condition d’incompressibilité:































−∂pi

∂r
+ ηi

(

∂2

∂r2 + 1
r

∂
∂r

− 1
r2 + ∂2

∂z2

)

ui(r,z) = 0

−∂pi

∂z
+ ηi

(

∂2

∂r2 + 1
r

∂
∂r

+ ∂2

∂z2

)

wi(r,z) − ρig = 0

1
r

∂
∂r

(rui(r,z)) + ∂wi(,z)
∂z

= 0

(8.14)

où ηi désigne la viscosité dynamique de la phase i. Le niveau de référence de l’interface
initialement plane étant pris en z=0, le système d’équations précédent est à résoudre avec
les conditions aux limites suivantes:



























w1(r,z = 0) = w2(r,z = 0) = 0

u1(r,z = 0) = u2(r,z = 0)

η2

(

∂u2

∂z

)

z=0
− η1

(

∂u1

∂z

)

z=0
= ∂σ

∂r
= ∂σ

∂T
∂T
∂r

(8.15)

Ces conditions traduisent respectivement l’absence de transfert de matière entre les phases
et la continuité des vitesses tangentielles et des contraintes tangentielles à l’interface. Cette
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dernière condition est imposée par l’existence du terme de traction de type effet Marangoni
∂σ
∂r

, qui comme nous allons le voir est le terme moteur des déformations thermocapillaires.
En particulier, la dernière condition limite détermine la forme du champ de vitesse

radiale si l’on impose une élévation de température du type TE(r) = T̃E(k)J0(kr). Comme:

dJ0(kr)

dr
= −kJ1(kr) (8.16)

on voit que les vitesses radiales ui(r,z) s’écrivent nécessairement sous la forme:

ui(r,z) = ūi(z)J1(kr) (8.17)

De même, une fois la dépendance spatiale des vitesses radiales déterminée, la condition
d’incompressibilité impose la forme des champs de vitesses axiales. On a:

wi(r,z) = w̄i(z)J0(kr) (8.18)

avec la relation supplémentaire:

dw̄i(z)

dz
= −kūi(z) (8.19)

Nous sommes maintenant à même de résoudre le système (8.14) et de déterminer les modes
propres de Fourier-Bessel des champs de vitesse.

Détermination des champs de vitesse

Si l’on réinjecte les expressions des champs de vitesse ui(r,z) (Eq.(8.17)) et wi(r,z)
(Eq.(8.18)) dans les équations de Navier-Stokes (8.14), celles-ci prennent une forme sim-
plifiée du fait des équations différentielles dont les fonctions de Bessel J0(kr) et J1(kr)
sont solutions. En effet:

d2J0(kr)

dr2
+

1

r

dJ0(kr)

dr
= −k2J0(kr) (8.20)

d2J1(kr)

dr2
+

1

r

dJ1(kr)

dr
− 1

r2
J1(kr) = −k2J1(kr) (8.21)

On obtient comme équations pour les composantes des vitesses:














−∂pi

∂r
+ ηi

(

∂2

∂z2 − k2
)

ūi(z)J1(kr) = 0

−∂pi

∂z
+ ηi

(

∂2

∂z2 − k2
)

w̄i(z)J0(kr) − ρig = 0

(8.22)

En éliminant la pression entre les deux équations précédentes et en utilisant les équations
(8.16) et (8.19), on aboutit à une équation différentielle unique pour la vitesse w̄i(z):

( ∂2

∂z2
− k2

)2

w̄i(z) = 0 (8.23)

Cette équation différentielle linéaire d’ordre 4 définit les modes propres de la vitesse axiale.
La solution générale de (8.23) s’écrit sous la forme:

w̄i(z) = Ai exp(kz) + Biz exp(kz) + Ci exp(−kz) + Diz exp(−kz) (8.24)
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Les conditions limites de type eau profonde adoptées permettent d’exclure les solutions
divergentes en z = ±h (kh ≫ 1). La nullité de la vitesse axiale en z=0 fixe deux des
quatre constantes inconnues restantes à zéro. Les vitesses axiales dans chaque phase sont
donc de la forme:

w̄1(z) = B1z exp(kz) (8.25)

w̄2(z) = D2z exp(−kz) (8.26)

Les vitesses radiales ūi(z) s’en déduisent aisément en vertu de la relation (8.19):

ū1(z) = −B1z exp(kz) − B1

k
exp(kz) (8.27)

ū2(z) = D2z exp(−kz) − D2

k
exp(−kz) (8.28)

De plus, la continuité de la vitesse tangentielle en z=0 entrâıne l’égalité des constantes
B1 et D2:

B1 = D2 = B (8.29)

Pour déterminer cette unique constante restante, il suffit d’exploiter la condition limite
sur les contraintes tangentielles à l’interface:

η2

(∂u2

∂z

)

z=0
− η1

(∂u1

∂z

)

z=0
=

∂σ

∂r
=

∂σ

∂T

∂T

∂r
(8.30)

Soit pour une élévation de température donnée TE(r) = T̃E(k)J0(kr) et avec les expres-
sions des vitesses radiales données en (8.27) et (8.28), on trouve comme valeur de la
constante B:

B =
1

2

1

η1 + η2

(−k
∂σ

∂T
)T̃E(k) (8.31)

Nous avons donc bien totalement déterminé les modes propres de Fourier-Bessel des
champs de vitesse pour un mode propre de l’ élévation de température du type TE(r) =
T̃E(k)J0(kr). Nous pouvons maintenant calculer les champs de pression correspondants
dans chacune des phases.

Détermination des champs de pression

Le calcul de la pression dans chaque phase est trivial puisque le gradient de pression
selon z est donné par l’équation de Navier-Stokes sur la vitesse axiale:

∂pi

∂z
= ηi

( ∂2

∂z2
− k2

)

w̄i(z)J0(kr) − ρig (8.32)

En fixant comme constante d’intégration p2(r,z = h) = p0(r), on trouve:

p2(r,z) = p0(r) − ρ2gz + 2Bµ2 exp(−kz)J0(kr) (8.33)

p1(r,z) = p0(r) − ρ1gz + 2Bµ1 exp(kz)J0(kr) + 2B(η2 − η1)J0(kr) (8.34)

L’ensemble des paramètres du problème (vitesses, pression) dans chacune des phases étant
maintenant connu , la hauteur de la déformation thermocapillaire hth va être déterminée
par la condition limite sur les contraintes normales à l’interface en z = hth, seule condition
que nous n’avons pas encore explicitée.
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Expression générale de la déformation thermocapillaire

La condition limite sur les contraintes normales à l’interface s’écrit, compte tenu de
la nature visqueuse de chacune des phases:

[

p1 − 2η1
dw1

dz

]

z=hth

=
[

p2 − 2η2
dw2

dz

]

z=hth

+ σ∆rhth (8.35)

En utilisant les relations des champs de vitesse et des champs de pression déterminées
précédemment et en décomposant hth selon ces modes propres de Fourier-Bessel h̃th(k),
on montre que l’équation (8.35) conduit à:

[(ρ1 − ρ2)g + σk2]h̃th(k) = 2B(η2 − η1) (8.36)

Soit étant donné la valeur de B (Eq. 8.31):

[(ρ1 − ρ2)g + σk2]h̃th(k) =
(η1 − η2

η1 + η2

) ∂σ

∂T
kT̃E(k) (8.37)

On peut faire apparâıtre la longueur capillaire de l’interface l2C = σ
(ρ1−ρ2)g

que l’on re-

trouve naturellement comme longueur caractéristique, de sorte que les composantes h̃th(k)
s’écrivent sous la forme:

h̃th(k) =
(η1 − η2

η1 + η2

) 1

σ

∂σ

∂T

kT̃E(k)

k2 + 1
l2
C

(8.38)

On peut remplacer les composantes de Fourier-Bessel du champ de température T̃E(k) par
leur valeur (Eq. 8.13) pour aboutir à l’expression finale de la déformation thermocapillaire
engendrée par l’élévation de température induite par le faisceau laser :

hth(r) =
(η1 − η2

η1 + η2

) 1

σ

∂σ

∂T
TE(0)

a2
th

2

∫ +∞

0

k2

k2 + 1
l2
C

exp
(−a2

thk
2

4

)

J0(kr)dk (8.39)

où TE(0) désigne l’élévation de température au centre du faisceau et ath la largeur de la
distribution gaussienne de température (Eq. 8.10).

Cette expression montre bien que la dépendance de la tension de surface vis à vis de
la température est le moteur de la déformation de l’interface. En effet, c’est bien cette
dépendance qui engendre le terme de traction tangentielle ∂σ

∂r
�ur à l’interface, de type effet

Marangoni. On voit aussi que la déformation dépend également de la différence de viscosité
entre les deux phases. Il n’y a pas de déformation thermocapillaire si les deux fluides ont
la même viscosité. En effet, les vitesses tangentielles étant déjà continues à l’interface, si
de plus la viscosité était identique de part et d’autre de celle-ci, le membre gauche de:

η2

(∂u2

∂z

)

z=0
− η1

(∂u1

∂z

)

z=0
=

∂σ

∂r
=

∂σ

∂T

∂T

∂r
(8.40)

serait dans ce cas identiquement nul. Une différence de viscosité entre les deux fluides,
même infime, est donc nécessaire à l’existence d’une déformation thermocapillaire dans
le cas d’un système diphasique. On peut vérifier que dans le cas où le fluide supérieur
serait un gaz de viscosité négligeable, la hauteur de la déformation thermocapillaire est
indépendante de la viscosité du liquide, conformément aux résultats classiques [32, 42].
Notre modèle apparâıt donc bien cohérent. Nous allons maintenant le confronter aux
résultats expérimentaux.
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8.2.3 Comparaison avec les expériences

Sens de la déformation

Le premier point que l’on peut examiner est le sens prédit pour la déformation ther-
mocapillaire. Dans le cas des fluides classiques, la tension de surface diminue avec la
température et par conséquent ∂σ

∂T
< 0. Les déformations thermocapillaires ont alors ten-

dance à engendrer une dépression là où la température est maximale. Dans notre cas, la
tension de surface dépend de la température selon la loi de puissance:

σ = σ0

(T − TC

TC

)1.26

(8.41)

La tension de surface augmente donc avec la température et à l’inverse des fluides clas-
siques ∂σ

∂T
> 0 (effet thermocapillaire anormal) [43]. On voudrait donc bien conclure que

l’élévation de l’interface est normale du fait du signe inverse de ∂σ
∂T

, si ce n’est que la
déformation dépend aussi de la différence de viscosité entre les deux phases (Eq. 8.39). A
priori, nous ne savons pas le signe de la différence de viscosité (η1 − η2). Toutefois, chaque
phase étant une suspension de micelles de taille nanométrique, on pourrait adopter une
relation d’Einstein pour la viscosité du type:

ηi = η0(1 + ςΦi) (8.42)

où Φi est la fraction volumique de micelles dans la phase i, et ς un coefficient numérique
positif (ς = 5

2
pour une suspension de sphères dures) [44]. Dans ce cas:

η1 − η2 = ςη0∆Φ > 0 (8.43)

La phase 1 étant la phase la plus riche en micelles (cf chapitre 4), elle est donc plus
visqueuse que la phase 2. Ceci constitue une justification qualitative du sens des défor-
mations thermocapillaires observées. Inversement, on pourrait déduire expérimentalement
du sens effectif de l’élévation de l’interface, le contraste de viscosité entre les deux phases
en présence.

Dépendance vis à vis de l’écart à la température critique

Dans la première partie de ce chapitre, nous avons montré que les déformations ther-
mocapillaires s’atténuaient très rapidement en amplitude quand on s’éloignait du point
critique. La formule (8.39) rend compte de cette propriété. En effet, si l’on considère que
l’intégrale contenant la longueur capillaire fournit un simple facteur numérique, la dé-
pendance en T − TC de hth provient essentiellemnt du terme 1

σ
∂σ
∂T

. Or d’après l’équation
(8.41):

1

σ

∂σ

∂T
=

1.26

T − TC

(8.44)

On voit donc que, conformément au comportement observé, la hauteur de la déformation
décrôıt très rapidement quand on s’éloigne du point critique, étant divisée d’un facteur
10 quand on passe de 0.5 à 5 K du point critique. Cela explique que les déformations
thermocapillaires n’ont jamais été observées au delà de T − TC > 4K.
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Ordre de grandeur

L’estimation d’in ordre de grandeur de la déformation à l’aide de la formule (8.39)
est plus délicate. Si l’on s’intéresse à la hauteur thermocapillaire sur l’axe hth(0) que nous
avons mesurée dans nos expériences:

hth(0) =
(η1 − η2

η1 + η2

) 1

σ

∂σ

∂T
TE(0)

a2
th

2

∫ +∞

0

k2

k2 + 1
l2
C

exp
(−a2

thk
2

4

)

dk (8.45)

Il se trouve que l’intégrale apparaissant dans (8.45) est certes calculable numériquement,
mais qu’elle ne présente pas d’expression analytique simple. En effet, les tables d’intégrales
donnent [45]:

∫ +∞

0

x2e−a2x2

x2 + b2
dx =

√
π

2a
− πb

2
ea2b2

[

1 − Ψ(ba)
]

(8.46)

avec

Ψ(xy) = 1 − 2√
π

e−x2y2

∫ +∞

0

tye−x2y2

√
t2 + x2

dt (8.47)

On peut donc tout au plus majorer la hauteur hth par:

hth <
(η1 − η2

η1 + η2

) 1

σ

∂σ

∂T
TE(0)

√
π

2
ath (8.48)

Evaluons donc le majorant de l’équation précédente, par exemple pour T −TC = 0.5K, et
un faisceau laser de rayon ω0 = 4.8µm. On prendra dans ce cas une taille caractéristique
de la distribution de température ath ≃ 50µm. On trouve alors:

hth <
(η1 − η2

η1 + η2

)

TE(0) 10−4 (8.49)

Compte tenu de la valeur de l’absorption de la microémulsion αth = 3 10−4 cm−1 (cf
chapitre 3), et de l’élévation de température au centre donnée par la formule (8.3), on
peut estimer que:

TE(0) ≃ 0.1 ∗ P (K) (8.50)

où la puissance P du faisceau laser est exprimée en W. Pour un faisceau laser incident de
puissance P = 1 W, on aurait donc:

hth <
(η1 − η2

η1 + η2

)

10−5 (8.51)

On voit donc que notre modèle sous-estime la hauteur des déformations thermocapillaires
d’un facteur 10, puisque si les viscosités des phases différent d’une dizaine de pour cent:

hth < 10−6 m (8.52)

Or expérimentalement la hauteur des déformations thermocapillaires est plutôt de l’ordre
de la dizaine de microns (cf figures (8.6) et (8.7)). D’un point de vue quantitatif, notre
modèle ne permet donc pas de prédire la hauteur des déformations. On notera toutefois
le nombre important de paramètres inconnus dans les estimations précédentes. Si par
exemple, l’élévation de température est de 1 K pour P = 1 W et non de 0.1 K, l’ordre de
grandeur estimé de la déformation thermocapillaire est tout à fait raisonnable.
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Profils des déformations

Nous avons toutefois regardé si le profil des déformations thermocapillaires était bien
décrit par la formule (8.39). Nous avons donc normalisé le préfacteur devant l’intégrale
de façon adhoc par rapport à la hauteur réelle sur l’axe et comparé les profils obtenus
par intégration numérique de l’équation (8.39) aux profils expérimentaux. Les résultats
des comparaisons, pour les profils expérimentaux montrés préalablement sur la figure
(8.4), sont présentés sur la figure (8.13). Dans les simulations numériques, nous avons pris
comme largeur caractéristique de la distribution gaussienne de température ath = 50µm.
On peut constater le bon accord entre les profils expérimentaux et le modèle, pour cette
taille de la distribution de température qui rend compte le mieux des déformations obser-
vées. Comme dit précédemment, les profils des déformations thermocapillaires semblent
dépendre peu du rayon du faisceau incident. Nous avons donc repris les profils présentés
sur la figure (8.5). L’intégration numérique de (8.39), en prenant toujours ath = 50µm,
donne des profils théoriques de déformation en accord avec les observations. On est ce-
pendant étonné de constater que la largeur de la distribution de température nécessaire
pour simuler les déformations soit indépendante du rayon du faisceau incident. En effet,
dans les phénomènes thermiques induits par laser, on pose plutôt en général ath = ka0,
où a0 est la largeur du faisceau gaussien [1, 46], et k une constante supérieure à 1.

8.3 Bilan critique

Nous avons dans ce chapitre caractérisé expérimentalement les déformations d’ori-
gine thermique, de sens opposé aux déformations induites par la pression de radiation,
observées au voisinage du point critique. En particulier, nous avons montré qu’il s’agissait
bien de déformations à caractère non-local, bien plus larges que la taille de l’excitation
laser et qui s’estompent rapidement quand on s’éloigne du point critique. Leur temps
caractéristique de croissance est lui aussi bien plus grand que le temps de croissance des
déformations induites par la pression de radiation seule. Notre étude nous permet donc de
différencier ces deux types de déformations de l’interface. Dans l’optique de l’application
des déformations induites par la pression de radiation à la mesure de tensions de surface, il
est en effet nécessaire de pouvoir les distinguer sans ambiguité d’éventuelles déformations
d’origine thermiques, ou de minimiser ces dernières par un choix adapté des paramètres
(notamment la puissance) de l’excitation laser.

Nous avons également essayé de modéliser ces déformations d’origine thermique, en
faisant l’hypothèse de déformations induites par thermocapillarité. Nous sommes ainsi ca-
pables de retrouver la dépendance des déformations vis-à-vis de l’écart à la température
critique, ainsi que leur sens. On peut d’ailleurs préciser que ces déformations thermoca-
pillaires ne doivent pas être vues seulement comme des artefacts expérimentaux gênant
l’étude des effets de la pression de radiation. En effet, si l’on pouvait connâıtre précisé-
ment la distribution de température induite par le faisceau laser (au moyen d’une caméra
infrarouge par exemple), la hauteur des déformations thermocapillaires nous permettrait
d’évaluer la différence de viscosité dynamique η1−η2 entre les deux phases. On disposerait
ainsi d’une mesure, une nouvelle fois sans contact, du saut de viscosité entre deux phases
liquides.
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Fig. 8.12 – Profils expérimentaux (◦)des déformations extraits après traitement numérique
des images de la figure (8.1), i.e pour un écart à la température critique T − TC = 1.5K
et un faisceau laser de rayon au col ω0 = 4.8µm. Les profils théoriques calculés à partir de
l’équation (8.39) sont superposés en traits pleins. La taille caractéristique de la distribution
de température vaut ath = 50µm. Les puissances laser croissantes (de haut en bas) valent
respectivement P = 90, 180, 300, 420, et 590 mW.
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Fig. 8.13 – Profils expérimentaux (◦) des déformations induites pour un écart à la tem-
pérature critique T − TC = 1.5K et une puissance laser P = 590 mW, pour trois rayons
de faisceau ω0 = 4.8, 8.9 et 15.3 µm (cf (Fig (8.5))). Les profils théoriques calculés à
partir de l’équation (8.39) sont superposés en traits pleins. La taille caractéristique de la
distribution de température vaut ath = 50µm pour les trois rayons de faisceau.
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Chapitre 9

Conclusion et perspectives

Au cours de cette thèse, nous avons étudié de façon extrêmement commode des dé-
formations d’interface induites par la pression de radiation d’une onde laser continue,
grâce aux propriétés de phases micellaires de microémulsion quasicritiques au voisinage
de leur point critique de démixion. La très faible tension de surface du ménisque entre
les deux phases et leur bon contraste d’indice, nous ont permis de visualiser directement
pour la première fois des déformations d’interface stationnaires de taille micrométrique.
De plus, l’appartenance de nos phases micellaires à la classe d’universalité (d=3,n=1) du
modèle d’Ising assure la généralité de nos résultats expérimentaux pour l’ensemble des in-
terfaces liquides entre fluides isotropes. L’autre avantage conféré par le caractère critique
du système est de pouvoir faire varier continûment sur une grande plage les paramètres
physiques, en modifiant simplement l’écart à la température critique.

Fort de ces constatations générales, nous avons ensuite constamment articulé notre
propos entre aspects optiques et aspects hydrodynamiques des déformations d’interface
induites par la pression de radiation. Ainsi, d’un point de vue optique, nous avons dé-
montré quantitativement que les déformations linéaires était indépendantes du sens de
propagation du faisceau par rapport à l’interface, et toujours dirigées vers le milieu le
moins réfringent. Nous avons pu comparer avec succès leur profil au profil prévu par la
théorie. De plus, alors que l’effet de lentille associé doit être en général utilisé pour dé-
tecter les déformations pour des interfaces classiques, nous avons dans notre cas suggéré
la possibilité de réaliser des lentilles adaptatives commandées par la pression de radiation
par ce biais.

D’un point de vue hydrodynamique, nous avons établi et validé expérimentalement
une loi d’échelle universelle exprimant la hauteur adimensionnée des déformations en
terme d’une fonction F(Bo) du seul nombre de Bond optique Bo, carré du rapport de
la largeur ω0 du faisceau au col divisée par la longueur capillaire lC caractéristique de
l’interface. Cette loi d’échelle s’avère être particulièrement utile pour mesurer la tension
de surface d’interfaces entre fluides complexes grâce aux déformations induites par laser.
Dans ce but, il était également important de pouvoir distinguer sans ambiguité les effets
de la pression de radiation seule d’éventuels effets thermiques perturbateurs, comme nous
l’avons fait au chapitre 7.

Pour les plus fortes excitations laser, l’optique et l’hydrodynamique deviennent to-
talement imbriquées et donnent naissance à des effets non-linéaires spectaculaires. Nous
avons mis en évidence dans ces conditions une brisure de symétrie du comportement des
déformations par rapport au sens de propagation du faisceau. On observe des doigts non-
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linéaires stables quand le faisceau laser se propage du milieu le moins réfringent vers le
milieu le plus réfringent. Par contre pour le sens inverse de propagation, l’interface se dé-
stabilise au-delà d’une certaine puissance seuil PS et un jet liquide, émettant un chapelet
de gouttes à son extrémité, se forme. Nous avons déterminé expérimentalement une loi
d’échelle pour la puissance seuil de cette instabilité optohydrodynamique, loi d’échelle a
priori valable pour toutes les interfaces entre fluides isotropes. Nous avons de plus mon-
tré qu’un mécanisme possible à l’origine de l’instabilité était le phénomène de réflexion
totale, susceptible de se produire au sein de la déformation induite lors du passage de
l’onde d’un milieu plus réfringent à un milieu moins réfringent. L’écriture de la condition
de réflexion totale à l’interface permet en effet de retrouver la loi d’échelle déterminée
expérimentalement pour le seuil en puissance PS.

Le jet liquide formé après la déstabilisation de l’interface présente des similarités
étonnantes avec les jets liquides qui se développent à partir du cône de Taylor lors des
instabilités électrohydrodynamiques d’interfaces liquides diélectriques. Avec des sources
laser adaptées, on pourrait ainsi envisager d’atomiser des liquides par voie optique. Les
gouttelettes formées, dont la distribution de taille reste à déterminer, seraient de plus
guidées et confinées selon l’axe du faisceau laser.

Le couplage entre la propagation du faisceau et les déformations et instabilités in-
duites joue un rôle primordial dans le processus de formation de ponts liquides sous champ
laser. Nous sommes en effet capables de créer, dans certaines conditions expérimentales,
des ponts liquides dont la rapport d’aspect est directement contrôlé par le rayon du fais-
ceau laser incident. De plus, ces colonnes liquides sont stabilisées bien au-delà du rapport
d’aspect limite de l’instabilité de Rayleigh-Plateau. Nous avons ainsi atteints de façon
contrôlée des rapports d’aspect Λ ≃ 16 dans des capillaires de 100 µm de hauteur. Le
raccordement au film de mouillage recouvrant le fond de la cellule d’un jet liquide formé à
partir de la surface libre entre les deux phases nous a même permis d’obtenir un cylindre
liquide stable de 1 mm de long et de rapport d’aspect Λ ≃ 70 ! Nous proposons donc
une nouvelle méthode de stabilisation de ponts liquides sous champ laser, concurrente
des méthodes de stabilisation par pression acoustique, par champs électrique ou magné-
tique récemment développées. Le mécanisme physique à l’origine de la stabilisation reste
toutefois à élucider. Une image commode consiste en fait à considérer les ponts liquides
engendrés par l’onde laser comme des fibres optiques molles auto-adaptées au champ qui
s’y propage. L’autofocalisation de l’onde à travers ces structures est actuellement en cours
d’étude. Au vu de la très grande régularité des cylindres engendrés, il serait de même in-
téressant de pouvoir les figer après leur formation. Il faudrait toutefois pour cela trouver
des matériaux aisément déformables, puis polymérisables.

En termes de manipulation d’interfaces, les déformations induites par la pression de
radiation ouvrent de nombreuses perspectives. Nous sommes en effet capables de créer
des structures liquides stables qui n’existeraient pas en l’absence de champ. Nous sommes
donc dans des conditions idéales pour étudier leur relaxation une fois l’illumination laser
interrompue. La figure (9.1) présente un exemple de la brisure en goutte d’un doigt,
consécutive à l’interruption de l’illumination par un faisceau laser de rayon ω0 = 5.3µm et
de puissance P = 1 W. Les singularités hydrodynamiques apparaissant lors de la brisure
de jets liquides ont fait l’objet de nombreuses études au cours de la dernière décennie.
Par rapport aux configurations expérimentales classiques, les déformations induites par
la pression de radiation offrent l’avantage d’être des états de base stationnaires aisément
reproductibles. De plus, suivant l’écart à la température critique T − TC , on observe des
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Fig. 9.1 – Rupture d’une déformation non-linéaire après l’arrêt de l’illumination laser. Le
doigt initial, d’une hauteur de 60 µm a été induit pour un écart à la température critique
T − TC = 2.5K par un faisceau laser de rayon au col ω0 = 5.3µm et de puissance P = 1
W.

modes de brisure ou de relaxation différents. On peut également étudier ces modes à partir
des ponts liquides de très grand rapport d’aspect stabilisés sous champ laser. Les figures
(9.2) et (9.3) montrent la brisure d’un pont liquide de rapport d’aspect Λ ≃ 17, formé
dans un capillaire de 200 µm. De même, les images des figures (9.4) à (9.6) correspondent
à la rupture d’un filament liquide de rapport d’aspect Λ ≃ 70, formé à partir du jet émis
après la déstabilisation de la surface libre. On observe sur ces deux séries d’images que la
relaxation du filament se fait essentiellement par le développement d’instabilités capillaires
à la surface du pont, tandis que parallèlement à ce mode de relaxation, les extrémités
du filament subissent un mécanisme de pincement. On pourrait ainsi s’intéresser à la
distribution en taille et spatiale des gouttes, ou à l’existence de gouttes satellites. Il n’existe
pas à notre connaissance de dispositif expérimental offrant des conditions aussi favorables
pour ce type d’études.
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Il est également possible d’induire optiquement des motifs, en modulant spatialement
l’intensité de l’onde laser, ou en utilisant plusieurs faisceaux. Des ponts liquides adjacents
ont été créés et stabilisés dans des capillaires de 200 µm (Fig.(9.7)). Le faisceau laser initial
a été séparé sur deux voies au moyen d’un cristal biréfringent de KDP. Une lame demi-onde
permet ensuite de moduler l’intensité laser des faisceaux ordinaires et extraordinaires. On
stabilise ainsi alternativement ou simultanément les ponts induits par chaque faisceau.
Un exemple de motif d’arche réalisé de cette manière dans un capillaire de 100 µm est
présenté sur la figure (9.8).

Nous avons aussi précisé dans le manuscrit que la pression de radiation agissait tou-
jours selon la normale à l’interface entre les deux diélectriques. Si on incline le faisceau
laser, la déformation induite crôıt dans la direction imposée par le faisceau. On peut de
cette façon créer des ponts liquides inclinés stables (Fig. (9.9)). De même, les jets liquides
se développent selon l’axe du faisceau. En raccordant le jet au film de mouillage, nous
avons stabilisé un filament liquide incliné sur une hauteur de 1 mm (Fig. (9.10)). Si on
travaille avec deux faisceaux laser, l’un incident par le haut vertical, l’autre incident par le
bas légèrement incliné, on peut former dans des capillaires de 200 µm des coudes liquides
stables, en raccordant entre elles les déformations induites par chaque faisceau (Fig. (9.11)
et Fig. (9.12)). A partir du coude, en déplaçant lentement l’un des deux faisceaux (celui
du haut en l’occurrence), on peut ensuite étirer la zone de liquide jusqu’à former une
nappe liquide maintenue par le champ (Fig. (9.13) et Fig. (9.14)).

Nous avons démontré au cours de cette thèse qu’une onde laser permettait d’induire,
de contrôler et de diriger le mouvement de fluides à l’échelle micrométrique. Jusqu’à main-
tenant, les champs électriques ou de température ont été privilégiés pour engendrer des
écoulements microfluidiques. L’extrême localité des forces applicables avec des faisceaux
lumineux mériterait que l’on examine de plus près leurs potentialités en terme de contrôle
d’écoulements dans des fluides complexes afin, qui sait, de donner naissance à une véritable
”Optohydrodynamique”.
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Fig. 9.2 – Rupture d’un pont liquide (rapport d’aspect Λ ≃ 17) formé dans un capillaire
de 200 µm par un faisceau laser de rayon ω0 = 3.2µm et de puissance P = 1.4 W. L’écart
à la température critique vaut T − TC = 6K. L’arrêt de l’illumination laser est visible si
l’on compare les deux premières images. On remarquera le mécanisme de pincement des
extrémités du filament.
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Fig. 9.3 – Suite de la série temporelle de la figure (9.2). Développement des instabilités
capillaires et brisure en gouttes finales. Des gouttes satellites sont visibles.



9.0 257

v"?"2 2032"u 2067"u 2092"u

3"o
o

Fig. 9.4 – Rupture d’un filament liquide (rapport d’aspect Λ ≃ 70) formé à partir du jet
émis après la déstabilisation de la surface libre, sous l’action d’un faisceau laser de rayon
ω0 = 3.5µm et de puissance P = 1.75 W. L’écart à la température critique T −TC = 6K.
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Fig. 9.5 – Suite de la relaxation du filament de 1 mm de long de la figure (9.4).
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Fig. 9.6 – Fin de la relaxation et rupture finale en gouttes.
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Fig. 9.7 – Ponts liquides adjacents créés dans un capillaire de 200 µm en séparant le
faisceau initial sur deux voies après passage dans un cristal biréfringent de KDP. Les
paramètres nominaux de l’excitation laser sont ω0 = 3.9µm et P = 1575 mW. L’écart à
la température critique vaut T − TC = 6K En jouant sur la polarisation du faisceau, on
stabilise alternativement les ponts formés sur chacune des voies.
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Fig. 9.8 – Ponts doubles formés dans un capillaire de 100 µm selon le même procédé
que pour la figure (9.7). ). Le rayon de chaque faisceaux est de l’ordre de ω0 = 3.9µm.
Les puissances laser sont identiques sur chaque voie et croissantes de gauche à droite, et
de haut en bas. Elles valent successivement: P = 280, 350, 490 et 700 mW. L’écart à la
température critique T − TC = 7K.
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Fig. 9.9 – Etapes conduisant à la formation d’un pont liquide incliné dans un capillaire
de 200 µm. L’écart à la température critique vaut T − TC = 6K, et le rayon du faisceau
au col ω0 = 3.2µm. On remarquera que les déformations initiales sont bien dirigées selon
l’axe du faisceau.
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Fig. 9.10 – (a) Jet liquide résultant de la déstabilisation de l’interface libre induite par
un faisceau laser se propageant de haut en bas et arrivant sur l’interface en incidence
oblique. Le rayon du faisceau au col vaut ω0 = 3.5µm. (b) Pont liquide incliné obtenu en
connectant le filament précédent au film de mouillage de la phase Φ2 recouvrant le fond
de la cellule.
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Fig. 9.11 – Exemple de coude liquide formé dans un capillaire de 200 µm au moyen de
deux faisceaux laser incidents par le haut et par le bas, ce dernier étant incliné. Le rayon
de chaque faisceau est de l’ordre de ω0 = 4µm, et la puissance laser, identique sur chaque
voie, vaut P = 600 mW.
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Fig. 9.12 – Coude liquide obtenu pour des puissances laser légèrement supérieures à celles
de la figure (9.11): P = 800 mW pour chaque faisceau.



266 Chapitre 9

Fig. 9.13 – Nappe formée à partir du coude liquide de la figure (9.12) en déplaçant légè-
rement le faisceau du haut.



9.0 267

Fig. 9.14 – Nappe liquide obtenue pour un écartement des faisceaux plus important.
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Annexe: bilan de pression de
radiation en incidence oblique

La grande amplitude des déformations induites par la pression de radiation observées
dans nos expériences, ainsi que les formes de doigts surprenantes engendrées pour les
plus fortes intensités laser, nous ont amené à considérer la dépendance de la pression de
radiation en fonction de l’angle d’incidence du faisceau laser par rapport à la normale à
l’interface. Cette dépendance de la pression de radiation n’a que rarement été prise en
compte dans les expériences antérieures, du fait bien entendu de la très petite taille des
déformations sur des interfaces classiques. Elle a simplement été exploitée pour maximiser
les effets de la pression de radiation, en éclairant une interface eau/air en réflexion totale
[1, 2] (cf également la figure 2.14). Nous verrons en effet que dans ces conditions la pression
de radiation est maximale à l’interface. Nous n’avons donc pas trouvé dans la littérature
de courbes générales détaillant la variation de la pression de radiation en fonction de
l’angle d’incidence. De plus, un raisonnement intuitif (comme celui effectué au chapitre
1 en incidence normale pour expliquer le sens de la déformation) basé sur un bilan de
quantité de mouvement des photons conduit en général à des formules fausses, si l’on ne
prend garde à certaines subtilités liées aux angles de réflexion et transmission, et à la
section effective du faisceau à l’interface. Il nous est donc apparu préférable de rechercher
une solution plus formelle pour le bilan des forces de pression de radiation à l’interface de
deux diélectriques.

Il y a bien deux références relatives à ce sujet [3, 4] mais les formules dérivées dans ces
articles sont difficilement généralisables, notamment du fait des cas particuliers envisagés
[3]. De même, les phénomènes de réflexion et de transmission d’ondes électromagnétiques
à l’interface de diélectriques en mouvement ont fait l’objet d’études théoriques, mais le
cas de la pression de radiation n’est en général pas considéré [5, 6, 7]. Nous n’avons fi-
nalement trouvé qu’une unique référence dans laquelle le bilan de pression de radiation
était effectué de façon rigoureuse [8]. Dans cet article de physique mathématique, le for-
malisme tensoriel est utilisé pour résoudre les problèmes électromagnétiques de conditions
aux limites dans les milieux en mouvement. Ce formalisme est particulièrement adapté
au cas de la pression de radiation, puisque celle-ci se définit comme le saut du tenseur des
contraintes électromagnétiques à l’interface de deux milieux (cf chapitre 3). Les formules
dérivées par Borzdov sont valables dans le cas de la relativité restreinte, et donc a for-
tiori dans le cas d’une interface fixe. Le but de cet annexe est simplement de réécrire et
d’exploiter la formule (8.46) de la référence [8] avec des notations physiques standards et
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Fig. 10.1 – Définition des notations utilisées pour effectuer le bilan des forces de pression
de radiation à l’interface entre deux diélectriques. Le faisceau est incident par le bas du
milieu d’indice n1 vers le milieu d’indice n2. Les deux états de polarisation possibles (onde
transverse électrique TE ou onde transverse magnétique TM) ont été représentés. θ1 et
θ2 sont les angles d’incidence et de réfraction par rapport à la normale à l’interface, dont
vont dépendre les coefficients de Fresnel de réflexion et de transmission en énergie RTE,TM

et TTE,TM .

explicites. Un lecteur intéressé notera qu’en abandonnant les unités CGS pour les unités
du système international, et en considérant d’emblée la valeur quadratique moyenne sur
une période du champ électrique, nos formules différent d’un facteur 1

8π
par rapport à

celles de Borzdov.
Les notations utilisées sont précisées sur la figure (10.1). On considère une onde

électromagnétique plane incidente sur l’interface séparant deux diéléctriques d’indices op-
tiques respectifs n1 et n2. Le milieu indicé par 1 désigne le milieu incident, le milieu 2
étant le milieu dans lequel l’onde est réfractée. Les angles d’incidence et de réfraction sont
notés respectivement θ1 et θ2. Les coefficients de Fresnel de réflexion et de transmission
en énergie R et T dépendant de la polarisation de l’onde incidente, celle-ci est indiquée:
onde transverse électrique TE ou onde transverse magnétique TM. En fonction de la po-
larisation de l’onde et en l’absence de phénomène de réflexion totale, les coefficients de
Fresnel admettent comme expressions classiques [9], pour la polarisation TE:

RTE =
(n1 cos θ1 − n2 cos θ2

n1 cos θ1 + n2 cos θ2

)2

(10.1)

TTE =
4n1n2 cos θ1 cos θ2

(n1 cos θ1 + n2 cos θ2)
2

(10.2)

Pour la polarisation TM:

RTM =
(n1 cos θ2 − n2 cos θ1

n1 cos θ2 + n2 cos θ1

)2

(10.3)

TTM =
4n1n2 cos θ1 cos θ2

(n1 cos θ2 + n2 cos θ1)
2

(10.4)
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Avec bien entendu dans chaque cas, les relations supplémentaires imposées par la conser-
vation de l’énergie et la relation de Descartes:

R + T = 1 (10.5)

n1 sin θ1 = n2 sin θ2 (10.6)

Ces notations classiques précisées, nous pouvons maintenant donner l’expression gé-
nérale de la pression de radiation prad en fonction des différents paramètres du problème.
Un premier point important doit être notifié d’emblée: la pression de radiation s’exerce
toujours selon la normale à l’interface. Il n’y a pas de composante tangentielle de force à
l’interface. En l’occurrence, prad = prad(θ1,θ2) s’écrit:

prad(θ1,θ2) = n1 cos θ1|E1|2
[

2n1 cos θ1 − TTE,TM(n1 cos θ1 + n2 cos θ2)
]

(10.7)

Soit comme la valeur quadratique moyenne du champ électrique dans le milieu incident
s’exprime en fonction de l’intensité laser I comme:

|E1|2 =
I

cn1

(10.8)

l’équation (10.7) peut aussi se réécrire sous la forme:

prad(θ1,θ2) =
cos θ1

c

[

2n1 cos θ1 − TTE,TM(n1 cos θ1 + n2 cos θ2)
]

I (10.9)

En particulier, si l’on remplace le coefficient de transmission TTE,TM par son expression en
incidence normale, on retrouve la valeur de la pression de radiation utilisée pour décrire
les déformations de l’interface au stade linéaire:

prad(0,0) =
2n1

c

(n1 − n2

n1 + n2

)

I (10.10)

Nous renormaliserons par la suite la pression de radiation par sa valeur en incidence nor-
male. Les courbes présentées correspondent donc au rapport prad(θ1,θ2)

prad(0,0)
. Deux cas physiques

différents sont à envisager, suivant que la réflexion totale de l’onde lumineuse est possible
ou non. Pour des raisons de simplicité, nous prenons l’exemple de la pression de radiation
pour une interface entre de l’ eau et de l’ air.

Passage d’un milieu moins réfringent à un milieu plus réfringent: interface
air/eau

Les courbes de la figure (10.2) présentent l’évolution de la pression de radiation en
fonction de l’angle d’incidence θ1, lorsque la lumière est réfractée à l’interface air/eau,
pour un passage de l’air à l’eau. Les deux polarisations possibles ont été envisagées, et
le coefficient de réflexion en énergie RTE,TM a été représenté à titre indicatif. Pour la
polarisation TE, la pression de radiation est maximale en incidence normale et décrôıt
quand on augmente l’angle d’incidence. Pour la polarisation TM, on note un maximum de
pression de radiation au voisinage de l’incidence brewsterienne (tan θB

1 = n2

n1
). Cependant

l’augmentation de pression de radiation correspondante n’est guère notable. Il n’en va pas
de même dans le cas où il peut y avoir réflexion totale de la lumière à l’interface.
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Fig. 10.2 – Bilan de pression de radiation en fonction de l’angle d’incidence θ1 pour le
passage d’une onde d’un milieu moins réfringent n1 = 1 (air) à un milieu plus réfringent
n2 = 1.33 (eau). Les deux états de polarisation possibles sont envisagés: onde TE en
trait fort et onde TM en trait fin. On a tracé à titre indicatif l’évolution du coefficient
de réflexion en énergie RTE,TM . La pression de radiation prad(θ1,θ2) est normalisée par
rapport à la pression de radiation en incidence normale prad(0,0). Les courbes représentant
la pression de radiation partent donc de la valeur 1 en θ1 = 0.

Passage d’un milieu plus réfringent à un milieu moins réfringent: influence de
la réflexion totale

La formule (10.9) montre bien que la pression de radiation sera maximale dans le
cas où la transmission TTE,TM peut s’annuler. Or c’est précisément ce qui arrive à la
réflexion totale lors du passage de la lumière d’un milieu plus réfringent à un milieu moins
réfringent. La réflexion totale est atteinte quand:

sin θtot
1 =

n2

n1

(10.11)

Soit pour la valeur correspondante de la pression de radiation:

prad(θ
tot
1 ,θtot

2 ) =
2I

cn1

(n1 − n2)(n1 + n2) (10.12)

On peut comparer avec la valeur de la pression de radiation en incidence normale donnée
par l’équation (10.10):

prad(θ
tot
1 ,θtot

2 )

prad(0,0)
=

(

1 +
n2

n1

)2

(10.13)

Dans le cas de l’ interface eau/air choisie comme exemple illustratif n1 = 1.33 et n2 = 1:

prad(θ
tot
1 ,θtot

2 )

prad(0,0)
≃ 3 (10.14)
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Fig. 10.3 – Bilan de pression de radiation en fonction de l’angle d’incidence θ1 pour
le passage d’une onde d’un milieu plus réfringent n1 = 1.33 (eau) à un milieu moins
réfringent n2 = 1 (air). Les deux états de polarisation possibles sont envisagés: onde TE
en trait fort et onde TM en trait fin. On a tracé à titre indicatif l’évolution du coefficient
de réflexion en énergie RTE,TM . La pression de radiation prad(θ1,θ2) est normalisée par
rapport à la pression de radiation en incidence normale prad(0,0). Les courbes représentant
la pression de radiation partent donc de la valeur 1 en θ1 = 0. On notera le maximum
atteint par la pression de radiation quand on arrive à la réflexion totale. La pression de
radiation est alors magnifiée d’un facteur (1 + n2

n1
)2 ≃ 3 (cf Eq.(10.14)) par rapport à sa

valeur en incidence normale.

On voit donc que la pression de radiation est grosso-modo trois fois plus importante
en réflexion totale qu’en incidence normale. On comprend maintenant mieux pourquoi
les expériences effectuées à l’interface eau/air l’ont été sous cette condition [1, 2], afin
d’amplifier les déformations nanométriques difficilement détectables pour les interfaces
liquides classiques peu déformables. La figure (10.3) présente l’évolution, en fonction de
l’angle d’incidence, de la pression de radiation normalisée à sa valeur en incidence normale.
L’évolution du coefficient de réflexion en énergie RTE,TM est également représentée à titre
indicatif. L’influence de l’incidence du faisceau sur l’interface est donc particulièrement
forte dans le cas de la transmission d’un milieu plus réfringent à un milieu moins réfringent.
Pour les angles d’incidence supérieurs à l’angle de réflexion totale θtot

1 , il conviendrait peut
être de raffiner le modèle, en prenant en compte la contribution au bilan des forces de
l’onde évanescente se propageant tangentiellement à l’interface. Cependant un tel calcul
relève de l’optique ondulatoire, et dépasse donc le cadre de l’optique géométrique suffisant
ici pour dégager la physique essentielle du problème .
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Application des expressions précédentes à nos expériences

En ce qui concerne nos expériences, il n’était pas utile d’exploiter l’amplification de la
pression de radiation en réflexion totale pour détecter et visualiser les déformations. Par
contre, c’est bien la taille inhabituelle des déformations observées, présentant des inclinai-
sons importantes par rapport à la direction de propagation du faisceau laser, qui nous a
amenés à considérer l’influence de l’angle d’incidence sur le bilan des forces à l’interface.
Les résultats correspondants, pour les deux sens de propagation du laser relativement à
l’interface, sont présentés en détail au chapitre 6. En particulier, comme au premier ordre
pour nos phases micellaires de microémulsion n1 ≃ n2, on peut évaluer que dans le cas de
la réflexion totale:

prad(réflexion totale)

prad(0,0)
≃ 4 (10.15)

La pression de radiation à l’interface est quatre fois plus importante qu’en incidence
normale si l’on atteint la réflexion totale (i. dans le cas où le faisceau laser est incident par
le haut sur le ménisque entre les deux phases). On comprend bien dès lors, que la simple
existence du phénomène de réflexion totale pour un sens de propagation du laser et non
pour l’autre, peut être la cause de la brisure de symétrie constatée pour les déformations
sous forte intensité laser.
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