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Chapitre 1

Introduction

Le travail de recherche présenté dans ce mémoire d’habilitation & diriger des recherches s’étend
sur une période comprise entre septembre 1998 et septembre 2005. Il s’agit du travail de re-
cherche commencé immeédiatement aprés ma thése lorsque j’ai été recruté comme professeur
agrégé (PRAG) a 'Ecole Centrale Paris. Mon travail de thése était trés différent de celui pré-
senté ici. Il s’agissait d’une thése d’astrophysique portant sur les signatures chimiques de la
turbulence du milieu interstellaire. Cette thése fut effectuée au laboratoire de radioastronomie
millimétrique de I'Ecole Normale Supérieure sous la direction d’Edith Falgarone.

Le travail présenté ici a en grande partie été effectué au laboratoire d’Energétique Molé-
culaire et Macroscopique, Combustion (EM2C) de I’Ecole Centrale Paris. Jusqu’en 2003, tout
mon travail de recherche s’est déroulé au sein de ce laboratoire. A partir de 2003, suite & mon
recrutement en tant que Maitre de conférences a ’Ecole Nationale de Mécanique et d’Aérotech-
nique (ENSMA), j’ai repris puis développé une thématique au Laboratoire d’Etudes Thermiques
(LET). Mon travail s’est alors divisé d’une part entre des collaborations toujours fructueuses avec
mon anciennne équipe et d’autre part au développement de ma nouvelle thématique au LET.

Une méme thématique sous-tend le travail présenté dans ce mémoire : le transfert d’énergie ou
de quantité de mouvement aux courtes échelles de temps et d’espace. L’intérét pour ce sujet s’est
accru avec le développement des nanotechnologies. Celui-ci conduit en effet & I’heure actuelle a
une diminution sans précédent des tailles des composants électroniques qui s’accompagne d’une
augmentation conséquente du taux de dissipation volumique par effet Joule. Ce surplus de chaleur
devra donc étre évacué par de nouvelles techniques afin de permettre un fonctionnement normal
des composants.

Cependant, a mesure que les échelles de longueur mises en jeu diminuent, la physique des
phénomeénes thermiques change. Ainsi, en rayonnement, lorsque les longueurs typiques sont plus
petites que la longueur d’onde, les conditions de validité de 'optique géométrique ne sont plus
remplies. Les grandeurs radiométriques usuelles perdent leur sens. De méme en conduction,
lorsque les distances deviennent plus petites que le libre parcours moyen des porteurs de chaleur
(comme les phonons), le transport de chaleur change radicalement de nature. On passe d’un
régime de diffusion, ou les porteurs de chaleur subissent des collisions aléatoires [1] & des processus
balistiques pour lesquels les porteurs de chaleur transmettent directement leur énergie d’un point
4 un autre du volume considéré. De méme, lorsque les échelles de temps mises en jeu sont trés
faibles, les phénoménes thermiques ne s’effectuent pas comme on le percoit & notre échelle. Par
exemple la loi de Fourier, qui stipule que le flux de chaleur répond instantanément a un gradient
thermique (réponse instantanée a l’excitation) ne s’applique plus [2]|. La encore, une étude plus
fine s’impose.

En ce qui me concerne, I’étude de cette thématique a commencé lors de mon arrivée au
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laboratoire EM2C. J’y ai compris que les champs électromagnétiques prés d’un corps chauffé
avait pour origine des fluctuations thermiques qui créent des courants électriques dans le corps.
Sous la direction scientifique de Jean-Jacques Greffet, j’ai alors repris les travaux de Rytov [3, 4],
de Polder et VanHove [5] pour commencer mon étude des champs thermiques aux courtes échelles
d’espace. Cette étude a plus particulierement porté sur le comportement du champ thermique
au voisinage des matériaux supportant des ondes de surface.

La premiére partie de cette HDR portera sur la cohérence spatio-temporelle du champ ther-
mique en champ proche, c’est-a-dire & des distances inférieures aux longueurs d’ondes typiques
mises en jeu. Nous verrons le role clé joué par les ondes de surface, pouvant augmenter la longueur
de cohérence et la densité d’énergie du champ thermique de plusieurs ordres de grandeurs par
rapport & leur valeur en champ lointain. Nous montrerons comment la densité d’énergie électro-
magnétique peut étre mesurée en effectuant un spectre d’émission thermique en champ proche,
c’est-a-dire en mesurant la densité d’état électromagnétique. Nous verrons comment 1'utilisation
de la microscopie optique de champ proche permet de sonder ce champ proche et d’étre ainsi
un analogue de la microscopie & effet tunnel. Nous verrons enfin comment les propriétés surpre-
nantes des champs thermiques en champ proche peuvent étre en fait observées & grande distance
(champ lointain) et peuvent servir & mettre au point des sources thermiques cohérentes.

Dans une seconde partie, nous étudierons comment le transfert thermique peut étre affecté
par ces propriétés de cohérence. Se rappelant que le transfert radiatif classique vient d’une ap-
proche radiométrique des problémes posés, c’est-a-dire une approche ol tous les phénoménes
d’interférences sont négligés, nous verrons qu’il n’est guére surprenant qu’en champ proche le
transfert de chaleur dii aux ondes électromagnétiques s’écarte trés fortement de ce qui est prévu
classiquement. Nous étudierons un certain nombre de situations classiques : transfert entre deux
plans, entre une sphére et un plan, entre deux nanoparticules. Nous confronterons dans ce der-
nier cas nos calculs avec des simulations de dynamique moléculaire. Nous mettrons ainsi en
évidence les domaines de validité de la théorie électromagnétique du transfert thermique radiatif
en particulier lorsque les distances mises en jeu deviennent de ’ordre de la longueur typique des
potentiels d’interaction entre atomes.

Dans une troisiéme partie, nous nous intéresserons aux transferts d’impulsion se produisant
entre deux diélectriques au sein desquels les fluctuations, thermiques ou quantiques, initient des
courants. Dans le cas de l'interaction entre deux plans diélectriques (Force de Casimir) nous
montrerons que le role des ondes de surfaces est prépondérant en champ proche. Deux études
complémentaires sur les forces de Casimir seront présentées. D’une part, nous donnerons les
conditions que doivent remplir les propriétés optiques de matériaux permettant la répulsion de
la force de Casimir. D’autre part, nous montrerons que cette force dont la dépendance avec
la température a été treés étudiée, peut effectivement varier avec la température mais selon un
processus qui a été peu examiné : les variations des propriétés optiques des matériaux mis en jeu
avec la température.

Dans une derniére partie enfin, nous présenterons un travail récent portant sur la modélisation
de la conduction dans les diélectriques aux courtes échelles de temps et d’espace. Cette modéli-
sation est basée sur le fait que le transport d’énergie dans un diélectrique se fait par transport de
quasi-particules appelées phonons. Une méthode de résolution de ’équation de Boltzmann pour
les phonons de type Monte Carlo a été programmeée, testée et validée sur des matériaux bien
connus comme le silicium et le germanium en géométrie plan-parallele. Nous avons pu distinguer
différents types de régimes (diffusion, balistique) qui seront prochainement étudié expérimenta-
lement lors de mes prochains travaux de recherches au LET.



Chapitre 2

Cohérence spatio-temporelle du champ
thermique en champ proche

2.1 Ondes de surface.

Les ondes de surfaces sont des ondes électromagnétiques qui se propagent le long d’une inter-
face et décroissent exponentiellement dans la direction perpendiculaire. Elles existent en ’absence
d’excitation ou d’onde incidente : ce sont des modes propres de l'interface. Ces ondes de surface
sont dues a un couplage entre le champ électromagnétique et une oscillation de polarisation ou de
densité de charge dans le matériau. Dans le cas d’un diélectrique, le couplage s’effectue avec une
oscillation de polarisation. On parle alors de phonon-polariton, ’oscillation de polarisation ayant
lieu & des fréquences dans l'infrarouge. Dans un métal, le couplage s’effectue avec une oscillation
de charge. On parle alors de plasmon-polariton. L’oscillation de charge a généralement lieu dans
le visible. Ces phénomeénes ont été largement observés et étudiés dans le passé |6, 7, 8, 9].

2.1.1 Champ électromagnétique associé a une onde de surface.

X@_,y

&(w H{w)

Fi1G. 2.1 - Interface plane séparant un matériau 1 (constante dielectrique €1) et un matériau 2
(constante dielectrique €3).

Les solutions de type onde de surface s’obtiennent en écrivant les conditions de passage
pour les champs électromagnétiques & l'interface séparant les deux matériaux. On montre que
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ces solutions ne peuvent exister, pour des diélectriques non magnétiques, qu’en polarisation p,
polarisation pour laquelle le champ magnétique est perpendiculaire au plan d’incidence des ondes.

Ecrivons le champ électrique dans cette polarisation en un point r = (z,y, 2) = zX+yy +22 =
(R, z) ou R =ax+ yy (X, y, z sont les vecteurs unitaires dans les directions z,y, z).

E(r,t)=| Ey1 | exp[i(K.R -7z —wt)] (Milieul) (2.1)

E(r,t)=| Ey2 | expli(K.R + 2z —wt)] (Milieu2) (2.2)
Ez,Q

Les vecteurs d’onde k = (kz, ky, k) s’écriront k = (K,v) ou K est la composante paralléle a
I'interface et v = k, la composante dans la direction z. Dans le milieu ¢, K et ~; sont reliés par
cw?/c? = K2 —i—fy? . On remarque que les champs écrits précédemment correspondent & des ondes
s’éloignant de l'interface. Nous cherchons en effet une solution en onde de surface pour laquelle
aucune onde n’est incidente sur cette surface. La continuité des composantes tangentielles du
champ électrique s’écrivent

E,1—FEy>=0 (2.3)

Or H = k x E/(uw). Ainsi, la continuité de la composante tangentielle du champ magnétique H

devient
Y1Ey1 —KE.n 7By, — KE;»

21 M2

L’équation de Maxwell V.E = 0 impose une relation entre les deux composantes du champ
électrique

=0 (2.4)

KEys+vE.2=KEy;1 —11E;1 =0 (2.5)

En substituant dans (2.4) 'expression de £, ; donnée par (2.5) et en utilisant les expressions des
Vi

€1 €9

—Ey1+—Ey,2=0 2.6

Les solutions non-triviales du systéme (2.3,2.6) existent si et seulement si

€172+ e =0 (2.7)

Ainsi, la relation de dispersion de I'onde de surface reliant K et w s’écrit

2 w2 €1€9

c? €1+ ey

(2.8)

On montre que ces ondes de surface n’existent que pour une constante diélectrique telle que
Re(e) < —1. Tragons cette relation de dispersion dans le cas d’un matériau polaire comme le SiC
(Fig. 2.2).

On note que la relation de dispersion est située sous le cone de lumiére (droite w = cK). v, la
composante du vecteur d’onde selon z, est donc imaginaire pure dans le vide. L’onde s’atténue
exponentiellement dans la direction z. On montre méme qu’elle s’attenue de chaque coté de
I'interface. C’est donc d’une part une onde évanescente et d’autre part une onde de surface
puisque la propagation ne s’opére que dans la direction paralléle & 'interface.



2.2 Théoréme de fluctuation-dissipation. Densité spectrale de puissance.
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Fia. 2.2 — Relation de dispersion de 'onde de surface & une interface SiC-vide. L’asymptote se
situe & wasym = 1.784 x 10" rad s~'. La ligne pointillée en diagonale est le cone de lumiére
(droite w = ¢K). On a tracé ici w en fonction de Re(K).

2.2 Théoréme de fluctuation-dissipation. Densité spectrale de puis-
sance.

Le rayonnement thermique classique est basé sur des hypothéses qui cessent d’étre valables
dans certaines conditions. Ces hypothéses sont celles de la radiométrie : le rayonnement se propage
en ligne droite (en milieu homogeéne) et les champs sont incohérents (deux rayonnements issus
de surfaces émettrices différentes ne peuvent interférer). On se contente ainsi de sommer les
intensités lumineuses produites par différents “rayons lumineux”. Ces hypothéses sont valables
lorsque les distances mises en jeu sont faibles devant la longueur d’onde.

Dans le cas contraire, il convient de revenir aux équations fondamentales régissant tous les
phénomenes électromagnétiques : les équations de Maxwell. Dans les années 50, Rytov [3] a déve-
loppé une théorie permettant de calculer les champs électromagnétiques en présence de sources
thermiques. Il a repris le formalisme utilisé par Langevin qui, pour modéliser le mouvement
Brownien sur des macromolécules, introduisit une force aléatoire agissant sur les molécules [10].
Le point clé de cette approche est que la fonction de corrélation de cette force aléatoire est
reliée aux pertes dans le systéme. En électromagnétisme, le probléme peut étre interpété de
la maniére suivante : dans tout matériau, ’agitation thermique met en mouvement a I’échelle
microscopique les charges comme les électrons d’'un métal ou les ions d’un cristal. Ces charges
fluctuantes engendrent un courant fluctuant qui lui-méme rayonne un champ électromagnétique.
Ce champ électromagnétique créé est connu si on connait les propriétés statistiques des courants
et la réponse & un courant élémentaire dans la géométrie du systéme.

Les propriétés statistiques des courants (fonctions de corrélation) sont données par le théo-
réme de fluctuation-dissipation. Comme nous le verrons, ce théoréme relie les fluctuations des
courants a la dissipation dans le systéme ¢.e. & la partie imaginaire de la susceptibilité reliant le
courant au champ. Le champ créé par un courant élémentaire est donné par le tenseur de Green
du systéme. Ce dernier est connu dans quelques cas simples auxquels nous nous intéresserons
comme un systéme & une ou plusieurs interfaces.

Cette partie est consacrée & I’établissement des expressions des fonctions de corrélations du
champ ou des courants en fonction des propriétés des systémes étudiés. Ces résultats seront
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utilisés pour la plupart des calculs présentés dans cette HDR. Mais, pour effectuer ces calculs,
nous devons introduire des notions et des outils indispensables que nous détaillons dans les
paragraphes suivants.

2.2.1 Densité spectrale.

Habituellement, on utilise la transformée de Fourier d’une quantité pour en étudier le contenu
spectral. Cependant, dans le cas d’un processus aléatoire stationnaire, il n’est pas possible d’écrire
sa transformée de Fourier au sens des fonctions car la fonction décrivant ce processus n’est pas
de carré sommable. On peut néanmoins calculer la transformée de Fourier de la fonction de
corrélation temporelle du processus aléatoire. Prenons I'exemple d’un champ vectoriel X(r,t) et
intéressons nous a sa fonction de corrélation spatio-temporelle (X (r,t)X;(r’,t')). Les crochets
désignent ici une moyenne d’ensemble, ¢’est-a-dire une moyenne faite sur un ensemble de réalisa-
tions du systéme toutes équivalentes. Pour un champ stationnaire, cette fonction de corrélation
ne dépend que de la différence entre les temps ¢ et t’. La transformée de Fourier de la fonction
de corrélation spatio-temporelle par rapport & t — ¢’ est la densité spectrale de corrélation et est
notée Xy (r,r' w) :

400 ,
Xy (v, w) = /_ (Xp(r, ) X, (x/, )y e (e — ) (2.9)

On peut alors écrire la fonction de corrélation des transformées de Fourier des champs au sens
des distributions en utilisant la densité spectrale. Ainsi

(Xi(r,w) X/ (v, 0')) = 276 (w — W) X (r, v/, w) (2.10)

On peut naturellement écrire ces relations en inversant les transformées de Fourier. Ainsi,

+o00 ) ,
(Xp(r, )Xy (r', 1)) = / di’xkl (r,r',w)e @) (2.11)

2.2.2 Eléments de théorie de la réponse linéaire.

En théorie de la réponse linéaire, on considére généralement un systéme a 1’équilibre ther-
modynamique qui, d'un point de vue quantique, peut étre décrit par un hamiltonien Hy. On
perturbe ensuite le systéme par des sources extérieures x(r, t). Ces sources créent des champs X
dans tous ’espace. Le nouvel hamiltonien du systéme est la somme de Hy et du hamiltonien de
perturbation extérieure H.,; décrit par I’expression

Hey = —/x(r,t) - X(r,t)d’r

On peut a partir des courants x calculer les champs X grace & la fonction de réponse du systéme

=X
ou tenseur de Green G du systeéme. Cette relation s’écrit dans le domaine fréquentiel :
o X
X(r,w)= [ G (r,r,w)x(r,w)d’ (2.12)

>
D’autre part, les courants sont reliés au champ par l'intermédiaire d’une susceptibilité X (r,r’,w).
Dans 'espace des fréquences, cette relation s’exprime

x(r,w) = / X (r, v, w)X(r, w)d* (2.13)

La susceptibilité ne dépend que des propriétés locales du milieu. Le tenseur de Green du systéme
dépend de la géométrie du systéme ainsi que des propriétés des milieux le composant.
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2.2.3 Théoréme de fluctuation-dissipation pour les courants et les champs.

Comme nous allons le voir, ce théoréme relie les propriétés statistiques des courants & la
partie imaginaire de la susceptibilité. Il relie aussi les propriétés statistiques des champs a la
partie imaginaire du tenseur de Green. Cette partie imaginaire est intrinséquement liée a la
dissipation dans le systéme d’oti le nom de ce théoréme. Pour ’exprimer, nous devons introduire
des densités spectrales de fonctions de corrélations “symétrisées”. Pour des quantités classiques
le fait d’utiliser des quantités symétrisées ou non ne change rien contrairement aux quantités

)

quantiques. Pour le champ de vecteur X, on introduit ainsi X,Els par

1
xy) = 5 [ — Xir] (2.14)

Le théoréme de fluctuation dissipation relie la fonction de corrélation spatiale en fréquentiel a la
partie imaginaire de la susceptibilité et a la température du milieu considéré [11, 12]

(zp(r,w)af (W) g = 2775(w—w’)x,(j)(r,r’,w)

= hecoth(hw/2kpT)Im[xu(r, v, w)]276(w — ') (2.15)

ou h est la constante de Planck réduite et kp la constante de Boltzmann. En ce qui concerne les
champs, le théoréme de fluctuation-dissipation relie la densité spectrale de corrélation a la partie
imaginaire du tenseur de Green [12] :

(Xp(r,w) X/ (o)) = 2m0(w— w')X,ng) (r,v',w)
= fhicoth(hw/2kpT)Im[G5y (r, 1, w)]270(w — ') (2.16)

2.2.4 Théoréme de fluctuation-dissipation pour les courants électriques, le
champ électrique et le champ magnétique.

Pour le champ électromagnétique, la situation est plus compliquée que précédemment. Le
champ électromagnétique est en effet constitué du champ électrique E et du champ magnétique
H. De plus, deux types de courants peuvent étre a I’origine des champs. Les courants électriques
j et les courants magnétiques m. Cependant, on relie traditionellement les champs non pas aux
courants magnétiques m, mais & 'aimantation magnétique M. Les relations constitutives entre
le courant électrique, ’aimantation et les champs sont :

jr,w) = —iwle(r,w) — ¢)E(r,w) (2.17)
. M(I‘,w) — Mo r.w) = IU,(I',(,U) — Mo rw
M(r,w) = T H(r,w) Cop(rw) B(r,w) (2.18)

Le hamiltonien de perturbation extérieur s’écrit
Hept = — /(P.E +M.B)d’r (2.19)

Le lien entre les champs et les courants se fait par l'intermédiaire des fonctions de réponse
du systéme c’est-a-dire les tenseurs de Green. Quatre tenseurs sont nécessaires pour décrire le
systéme [12]
~EE , 3 <EH , 3
E(r,w) = dpw | G (r,v,w)jr,w)d’r+ [ G (r,r,w)M(r,w)d’r (2.20)

—~HE —HH
H(r,w) = G (rr, Wi, )@+ [ G (r,r, )M, w)dr (2.21)
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Les fonctions de corrélation entre les différentes composantes du champ électromagnétique, s’ex-
priment, a I’équilibre thermodynamique, & partir des fonctions de Green. On reprend les expres-
sions données par exemple par Agarwal [12].

(Bp(r,w)Ef (v, )y = 27 pohw? coth [QZMT] Im [GEE(r,Y/ w)] d(w—w')  (2:22)
b
(Bi(r,w)Hy (r',u'))g = 2mhcoth [QZMT} Im [GEH (r, ¥, w)] §(w — o) (2.23)
b
" —iw hw
(Hy(r,w)E; (r/7w1)>s = QWthoth [Qk‘bT} Im [GgE(r,r’,w)] S(w—w')  (2.24)
. h he
(Hp(r,w)Hf(r' o))y = 277% coth [kaT] Im [GHH (v 0)] 6(w — ') (2.25)

Notons qu’il existe des liens entre ces différentes fonctions de Green. Ainsi

—HE 1 —FEE

G r,r',w) = 70Vr xG (r,r,w), 2.26
') = L (e, ) (2.26)
—~HH —FEFE
G (r,rw) = /ZO)Vr x T [Vr/ xTa (r,r',w)] . (2.27)
wu(r

ou l'opérateur T désigne la transposition. En ce qui concerne les courants électriques et magné-
tiques, on applique le théoréme de fluctuation dissipation de fagon analogue a 'Eq. (2.15).

(jr(r,w)ji (¢, w’)>s = Jiw? coth(hw/2kpT) Im[egep (v, v, w)]2m8 (w — W) (2.28)
YA _ K — Ho ! W
(M(r,w)M (", ') = hcoth(hw/2kpT)Im [(MMO) ; (r,r ,w)] 27 (w )(2.29)

Les calculs effectués dans la suite sont basés sur I’écriture des fonctions de corrélation des champs
du type (2.22-2.25). Cependant, suivant le type de quantité que I'on souhaite calculer, on doit
prendre garde a utiliser de “bonnes” fonctions de corrélation [12]|. Elles sont de trois types : les
fonctions symétriques utilisées jusqu’ici, les fonctions ordonnées dans ’ordre normal et les fonc-
tions ordonnées dans ’ordre antinormal. Ces fonctions de corrélation s’appliquent respectivement
aux mesures de force [13], d’absorption et de durée de vie de niveau d’énergie [14]. Ces fonctions
de corrélation mettent en jeu les parties fréquentielles positives ou négatives des champs [15].
Elles ne différent entre elles que par le terme de dépendance thermique. Le terme coth fuw /2k,T
dans les fonctions de corrélation symétriques doit étre remplacé par 2/ (eh‘”/ kT _ 1) dans le cas
des fonctions de corrélation ordonnées normalement et par 2/(1 — e~ ™/%T) dans le cas des
fonctions de corrélation ordonnées antinormalement. Notons que

1 fuww 1 1 1 1
zmm<@T>=emmT1+zzlemmx—z (2.30)

Ces fonction difféerent donc d’un facteur 1/2. Ce terme représente la prise ou non en compte des
fluctuations de point zéro du vide.

2.3 Champ thermique au dessus d’une interface.

Dans la continuité du travail de Carminati et Greffet [16], nous nous sommes intéressés aux
propriétés du champ thermique prés d’une interface sur laquelle se propage des ondes de surface.



2.4 Corrélations spatiales.

L’idée était la suivante. Les ondes de surface sont des ondes évanescentes. En champ lointain il
est impossible de les voir. En revanche, lorsqu’on s’approche de cette surface, en particulier a des
distances inférieures & la longueur d’onde considérée, on s’attend & pouvoir ressentir 'influence
de ces modes. Différentes propriétés ont été étudiées :

— Les propriétés de cohérence temporelle du champ thermique. Pour les mettre en évidence,
nous avons calculé la densité d’énergie au dessus d’une interface [17].

— Les propriétés de cohérence spatiale du champ thermique. Ces propriétés ont été appro-
fondies [18] a la suite de [16] : des expressions asymptotiques de la fonction de corrélation
spatiale du champ ont été établies.

— L’évolution dans ’espace de la densité d’état électromagnétique. En utilisant les propriétés
de I’émission thermique en s’appuyant sur les travaux d’Agarwal [14]|, nous avons défini
proprement la densité d’énergie électromagnétique au-dessus d’une interface [19]. Nous
avons montré que cette densité d’énergie était a priori mesurable en utilisant un microscope
optique de champ proche sans ouverture.

Il est & noter que toutes les quantités calculés ici correspondent & des mesures d’absorption du
champ électromagnétique. On utilise donc les fonctions de corrélations ordonnées normalement.
On montre alors que [12]

(BB ) = Re| [T Ee mrtwe )] (231)
0

(im0 = Re| [T EIHD o) (232
0 T

2.4 Corrélations spatiales.

Les résultats de cette section sont publiés dans I’article [18]. Suite au travail de Carminati et
Greffet [16], nous avons étudié la cohérence spatiale du champ thermique. La cohérence spatiale
du champ se traduit par ’existence d’une relation de phase entre des champs pris en deux points
différents. Son étude & une fréquence donnée se fait au moyen de la corrélation spatiale du champ a
cette fréquence. Nous allons donc étudier la densité spectrale de corrélation spatiale Si(jN) (r,r,w).

On montre a I’aide du théoréme de fluctuation dissipation que SZ-(jN)(r, r’,w) s’exprime & ’équilibre
thermique en fonction du tenseur de Green du systéme.

EM (r,¥',w) = 4w Im[GEE (v, w)|O(w, T) (2.33)
ou .

Si U'on reporte la fonction de Green du vide dans I'expression précédente, on trouve une densité
spectrale de corrélation proportionnelle & un sinus cardinal du type sin(kr)/kr ou r = |r — r/|
et k = 2m/\. Le premier zero de cette fonction correspond a r = A/2 c’est pourquoi en général
on dit que la cohérence spatiale des sources thermiques dans le vide & une longueur d’onde X est
égale a \/2 [15].

En champ proche, les ondes de surface, qui n’existent pas en champ lointain peuvent modifier
la cohérence des champs. Ainsi, comme le montre la Fig.2.3, la distance de propagation des ondes
de surface peut étre de plusieurs dizaines de longueurs d’onde. Or, ces ondes se propageant le
long de l'interface donnent une relation de phase entre différents points si ceux-ci sont séparés
par une distance inférieure & la distance de propagation. Ainsi, on comprend facilement qu’a
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F1G. 2.3 — Longueur de propagation des ondes de surface le long d’une interface séparant du SiC
du vide en fonction de la longueur d’onde.

une fréquence pour laquelle la longueur de propagation des ondes de surface est grande devant
la longueur d’onde, la cohérence spatiale du champ thermique sera augmentée en champ proche
par rapport a sa valeur en champ lointain.

Néanmoins, lorsqu’on tend vers des distances trés inférieures a la longueur d’onde, on entre
dans le régime électrostatique, pour lequel la densité spectrale de corrélation spatiale décroit en
1/23 ot z est la distance a l'interface du plan dans lequel la corrélation spatiale est considérée.
Un détecteur situé a z ne percoit que le champ issu d’une surface d’aire environ égale & m22. La
cohérence spatiale n’est observée que pour des points séparés d’une distance telle que les zones
de surface 722 se recouvrent, c’est-a-dire pour des points séparés de z. A trés courte distance,
la cohérence peut donc étre inférieure a la longueur d’onde, autrement dit & trés courte distance
le champ thermique peut étre encore plus incohérent qu’en champ lointain. La Fig.2.4 montre
les différents régimes auxquels obéit la fonction corrélation spatiale d’'un champ thermique en
présence d’un matériau supportant une onde de surface. Nous avons pris ici 'exemple de 1'or. A
620 nm, ce matériau présente un plasmon de surface. En champ lointain (Fig.2.4a), on retrouve
bien l’allure du sinus cardinal et on retrouve une cohérence égale & A/2. Pour une distance a
Iinterface un peu inférieure a la longueur d’onde, on observe que la corrélation du champ est non
nulle sur une distance importante (Fig.2.4b). Si on appelle K le vecteur d’onde du plasmon de
surface se propageant paralléelement a I'interface, on montre que la corrélation est proportionnelle
a exp(iKyr). La distance de corrélation est proportionnelle & l'inverse de Im[K ] et égale a la
distance de propagation de I'onde de surface. A une distance trés petite devant la longueur d’onde
(Fig.2.4c), on observe que la longueur de corrélation est de l'ordre de la distance a l'interface.

2.5 Densité d’énergie.

Un de mes premiers travaux aprés mon arrivée dans le groupe de J.-J. Greffet au laboratoire
EM2C de I’Ecole Centrale Paris a été de calculer la densité d’énergie prés d’une interface main-
tenue & une certaine température 1. Pour effectuer ce calcul, nous avons repris un travail de
Rytov [3, 4] basé sur le théoréme de fluctuation-dissipation. Celui-ci reprend donc les concepts
introduits précédemment. Dans le vide, la densité d’énergie s’exprime

©) = F (B 07 + 2 (B 0P) = [ 5 (e, (2.35)

Ce que nous allons étudier ici est la quantité u(r,w) qui n’a des variations spatiales que selon
z. Cette quantité va s’exprimer & 1’aide des densités spectrales des champs électromagnétiques
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Fi1G. 2.4 — Fonction de corrélation spatiale du champ en fonction de la distance de séparation
normalisée par rapport a la longueur d’onde considérée. Les points correspondent a la valeur
exacte de cette corrélation et les courbes pleines correspondent & une expression asymptotique
discutée dans [18|. Les différentes courbes correspondent au cas de 'or & 620 nm (a) Corrélation
en champ lointain : la longueur de corrélation vaut environ A/2. (b) Corrélation dans le régime
d’onde de surface : la corrélation vaut plusieurs dizaines de fois la longueur d’onde du plasmon
de surface. (¢) Corrélation en régime de champ proche : la corrélation est de 'ordre de la distance
a la surface.
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et donc des fonctions de Green du systéme (ici un systéme a une interface). Ces fonctions de
Green se trouvent facilement dans la littérature [20] et dépendent uniquement des propriétés
optiques des matériaux mis en jeu. Sur la Fig.2.5 est représentée la densité d’énergie au-dessus
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F1G. 2.5 — Densité d’énergie au dessus d’une interface séparant du SiC a 7' = 300 K du vide.(a)
A grande distance. (b) Pour une distance de 1 um. (c) Pour une distance de 100 nm

d’un demi-espace semi-infini de SiC. On observe qu’a grande distance, le spectre ressemble &
celui d’un corps noir mis a part la présence d’un “trou” aux alentours de A = 10 pym : a cette
longueur d’onde, le SiC est trés réfléchissant. Lorsqu’on s’approche de l'interface, on note d’une
part, une augmentation générale de la densité d’énergie et d’autre part I’apparition d’un pic a
une pulsation bien caractérisée. A une distance encore plus proche de linterface (100 nm), la
densité d’énergie est quasi monochromatique. A la pulsation de résonance, elle est augmentée
de 4 ordres de grandeur par rapport & sa valeur en champ lointain. Ce comportement s’explique
lorsque l'on tient compte de la présence des ondes de surface & 'interface. Ces ondes ont une
relation de dispersion présentant une asymptote prés de la pulsation de résonance (Fig.2.2). Prés
de cette pulsation, on voit que pour un intervalle de pulsation donné, il existe un grand nombre
de modes de surface possibles : la densité d’état est importante. Or, a ’équilibre thermique, on
peut écrire la densité d’énergie électromagnétique & une certaine fréquence comme le produit de
la densité d’état par I’énergie du mode considéré multipliée par la population de ce mode. Si la
population du mode n’est pas trop faible & la température et a la fréquence considérée, une forte
augmentation de la densité d’énergie aux alentours du pic de densité d’état apparaitra.

A température ambiante, ce comportement apparait pour tous les matériaux supportant des
ondes de surface dans I'infrarouge aux alentours de 10 pm. Les semi-conducteurs I1I-V et II-VI
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tels que ZnSe, GaAs ... appartiennent a cette catégorie. De maniére générale, tous les matériaux
polaires possédent ce type de résonance dans l'infrarouge. En revanche, les métaux comme ’or,
I’argent ou ’aluminium, supportent des ondes de surface dans le visible.

Aux distances petites devant la longueur d’onde, on peut calculer une expression asympto-
tique pour la densité d’énergie au-dessus d’une interface. Celle-ci s’exprime

w?  Imle(w)] 1

472¢3 |ea(w) + 1)2 (koz)3@(w,T) (2.36)

Utot =

Cette expression justifie les comportements que nous venons d’exprimer. Le pic de densité d’éner-
gie apparait lorsque le dénominateur s’annule i.e. quand €5 = —1. Cette condition correspond a un
pole du facteur de réflexion de Fresnel en polarisation p c’est-a-dire a ’existence d’une résonance
de surface. L’existence d’une fréquence ot ¢ = —1 explique donc l'existence du pic de densité
d’énergie & condition que la partie imaginaire ne soit pas trop grande pour cette fréquence. On
voit aussi qu’a haute fréquence i.e. grande devant k7'/h, la distribution de Bose-Einstein

1
~ explhw/(kT)] — 1

fBE(Ww,T)

se comporte comme une coupure exponentielle. La densité d’énergie reste faible méme si la
densité d’état est importante. Les métaux comme 'or, I’argent ou ’aluminium qui supportent
des ondes de surface (plasmons) dans le visible ne présentent donc pas cette augmentation de
densité d’état. Le travail présenté dans cette sous-section est détaillé dans l'article [17] qui se
trouve dans l'annexe de ce mémoire.

2.5.1 Densité d’état électromagnétique. Application 4 P’optique de champ
proche.

Dans une situation d’équilibre, il est possible de relier proprement la densité d’état électro-
magnétique & la densité d’énergie. En effet, la densité d’énergie en un lieu donné r peut toujours
s’exprimer comme le produit de la densité d’état électromagnétique p(r,w) par 'énergie de I'état
hw et par la population du mode & la température T' c¢’est-a-dire la distribution de Bose-Einstein
1/[exp(hw/kpyT) — 1]. Ainsi [14],

hw
exp(hw/kpyT) — 1

ulr,w) = plr,w) (2.37)
Le calcul de la densité d’energie par le théoréme de fluctuation-dissipation permet donc de calculer
la densité d’état dans une situation quelconque. Reprenons Pexpression (2.35). En utilisant les
densités spectrales de puissance des champs ordonnés dans l'ordre normal, on trouve [14, 19|

hw w
—ImT
exp(hw/kgT) — 1] wc? mar

[HEE c? —HH

Utot (T, w) = i G (r,r,w)+ EG (nr,w)] . (2.38)

ou T'r désigne la trace d’un tenseur. On en déduit donc que la densité d’état s’exprime

p(r,w) = & ImTr

~EE 2 -HH ~EE
wc?

G (r,r,w)—i—EG (r,r,w)] =f(G ). (2.39)

Ainsi, la densité d’état ne dépend que de la fonction de Green du systéme auquel on s’intéresse.
Elle ne dépend donc que de sa géométrie et de sa composition.
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On montre que la trace de la partie imaginaire du tenseur de Green du vide pour le champ
HH EE

électrique vaut w/(2mc)[14, 21]. On montre aussi que ImTTCQ/wQE est égale a ImTrG
dans le vide. On retrouve donc la densité d’état électromagnétique du vide p, = w?/72c3.
Dans le cas d’une interface plane, nous avons pu montrer 'existence de différents régimes de
comportement pour la densité d’état. Nous nous sommes intéressés au cas de 'aluminium dont
les propriétés optiques peuvent étre facilement modélisées par un modéle de Drude. La densité
d’état au-dessus d’une interface d’aluminium pour différentes distances est représentée sur la Fig.
2.6. A une distance grande devant la longueur d’onde considérée, on voit que la densité d’état est

[y

o
N
o

[y
o
[o<]

Density of states

FiG. 2.6 — Densité d’état électromagnétique pour différentes distances a l'interface au-dessus
d’un échantillon semi-infini d’aluminium en fonction de la pulsation.

égale a celle du vide, c’est-a-dire que l'interface n’influence pas le vide. On montre dans ce cas
que la densité d’état est proportionnelle & la partie imaginaire du tenseur de Green du champ
électrique et est égale a p,.

Lorsque la distance est petite par rapport & la longueur d’onde considérée, la densité d’état
peut étre modifiée. On apergoit notamment dans le cas de I’aluminium, I’émergence d’un pic a
une certaine fréquence. Cette fréquence correspond en fait & la fréquence & laquelle apparaissent
les ondes de surface c’est-a-dire pour ¢ = —1. On observe aussi que la densité d’état augmente
pres de la surface et qu’elle tend vers l'infini traduisant ’apparition de nouveaux modes lorsqu’on
approche de la surface. Ces modes sont les modes évanescents qui ne sont présents que prées de
Iinterface et qui ne s’observent pas en champ lointain. En fait, la densité d’état électromagnétique
a une interface se met sous la forme

plz,w) = pvéw) {/1 KZK {2 + Re <rf262ip“’z/c) + Re <rf262ipwz/c> (2/12 — 1)} (2.40)
0

%) ﬂd’f m (rs K2 o m ,r,p e—2|p|wz/c
" /1 |p| [I (12)+(2 1)I (12)] } (2.41)

ot le vecteur d’onde est k = (wk/c,wp/c), r§y et 7y sont les facteurs de réflexion de Fresnel d’une
interface séparant un milieu 1 (ici le vide ou est calculé la densité d’état) et un milieu 2. Cette
expression est une somme sur toutes les contributions de toutes les ondes planes. L’intégrale pour
laquelle 0 < x < 1 correspond a la contribution des ondes propagatives et celle pour laquelle
k > 1 correspond & la contribution des ondes évanescentes. Ces derniéres contribuent lorsque
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'exponentielle e~2IP192/¢ egt proche de 1 ¢’est-a-dire pour des k < 1/z. Plus z est petit et plus
les grands x contribuent a la densité d’état.

Il est également intéressant d’étudier les contributions électriques et magnétiques & la densité
d’état. En effet, il arrive que la densité d’état soit différemment reliée aux tenseurs de Green
du champ électrique. L’étude de la durée de vie d’un atome permet selon Wijnands [22] de

~EE
relier la densité d’états & une composante du tenseur de Green G . D’autres relient plutot
—FEFE
cette densité d’état simplement & la trace de la partie imaginaire de G~ |23, 24]. Il est donc
intéressant d’étudier en quoi la contribution magnétique est différente de 1’électrique. On peut
formellement séparer ces deux contributions sous la forme p(r,w) = p¥(r,w) + pf(r,w) on

<~EE .
pP(r,w) = w/ntImTrG et pf(r,w) = 1/mwImTrG . Sur la Fig. 2.7 sont représentées
les variations de la densité d’état totale, électrique et magnétique & une distance de 10 nm d’un
échantillon semi-infini d’aluminium. A haute fréquence, on se retrouve en situation de champ
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Fi1G. 2.7 — Densité d’état & une distance z = 10 nm au dessus d’un échantillon semi-infini

d’aluminium en fonction de la pulsation. Comparaison avec p¥ et p'l.

lointain c’est-a-dire dans le vide. Les contributions électriques et magnétiques sont égales. On
EE

a bien une densité d’état proportionnelle & ImTrG . A basse fréquence en revanche, c’est

la contribution magnétique qui domine alors qu’autour de la résonance, c’est la contribution
~EE

électrique. On voit donc qu’il n’y pas toujours de relation simple entre la densité d’état et G
meéme si dans certains cas on a bien simple proportionnalité avec la trace de sa partie imaginaire.

Ces comportements s’expliquent simplement lorsqu’on effectue une étude asymptotique des
différentes contributions a la densité d’état en champ proche i.e. si A = 2wc/w > 2

E Pv ¢
R~ 2.42
1Y ‘6 + 1|2 4k823 ( )

o € €
R 2.43
P v\ T6koz T 4+ 12koz (2.43)

L

Ces formules expliquent la présence pour les deux types de densité d’état d’un pic lorsque € ~ —1.
Elles montrent aussi que I'on peut toujours trouver une distance suffisamment courte pour que
la densité d’état soit dominée par la contribution électrique. Cependant, on voit que au-dessus
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d’un échantillon d’aluminium & une distance de 'interface de 10 nm, ce n’est pas le cas a basse
fréquence & cause des grandes valeurs prises par |e + 1|2 pour un métal.

2.5.2 Mesure de la densité d’état.

Comme il a été évoqué précédemment, certaines expériences comme celles mesurant la durée
de vie d'un atome [22] ou celles mesurant un signal optique a l'aide d’un microscope optique
a effet tunnel (phonon scanning tunneling microscope : PSTM) [24] estiment la densité d’état
électromagnétique prés d’une interface. D’autre part, on sait en physique du solide que le signal
d’un microscope a effet tunnel (scanning tunneling microscope : STM) est proportionnel, dans
la limite des faibles couplages, a la densité d’état électronique [25]. Le but de cette section est de
montrer qu'un spectre d’émission thermique en champ proche & I'aide d’un microscope optique
de champ proche (Scanning Near-Field Optical Microscope : SNOM) permet de mesurer cette
densité d’état sur un spectre large. L’émission thermique & un avantage sur les techniques pré-
citées : le rayonnement thermique excite les modes électromagnétiques sur une largeur spectrale
tres large. La densité d’état peut donc étre connue sur un large spectre.

Nous allons maintenant considérer un microscope optique de champ proche sans ouverture
(SNOM) dont le but va étre de détecter le champ électromagnétique thermique émis en champ
proche au-dessus d’un échantillon & température 7T'. Le systéme considéré est décrit sur la Fig.
2.8. La pointe du microscope se situe en champ proche prés de Uinterface séparant 1’échantillon

>E<de1 v >J<rec v
Eexp

F1G. 2.8 — Microscope optique de champ proche mesurant un champ thermique émis en champ
proche. (a) Situation expérimentale. (b) Situation réciproque.

du vide. Le signal, proportionnel au flux d’énergie électromagnétique transporté, est mesuré en
champ lointain par un détecteur ponctuel. On place un polariseur devant le détecteur dont la
direction de polarisation est paralléle & j,... Faisons 'approximation que le détecteur vu de la
pointe se trouve dans un petit angle solide df). Le signal détecté a la fréquence w s’écrit :

(S()) = T IBa(w) *rid2 (2.44)
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ou r est la distance entre la pointe et le détecteur et E4 est le champ électrique & la position
du détecteur. Soit maintenant E.;), le champ expérimental c’est-a-dire le champ thermique pres
de l'interface que 1’on souhaite détecter. Ce champ peut étre en principe calculé a I'aide du
principe de réciprocité |26, 27]. On introduit une situation fictive (Fig. 2.8) dans laquelle on
enléve I’échantillon et ot on place un courant monochromatique jre.(w) a la place du détecteur
et dans la direction du polariseur devant le détecteur. Le champ sous la pointe (ou diffusée par la
pointe) est le champ réciproque E,¢.. Si on connait la géométrie de la pointe et sa constitution,
un calcul de rayonnement permet d’accéder & ce champ. Le théoréme de réciprocité permet de
relier le champ sur le détecteur au champ expérimental et au champ réciproque [27]

—2i/8ETec(R,z,w)
tow Jg 0z

Eg.jrec = E..p(R, z,w)dR (2.45)
ou l'intégration se fait dans un plan z = 2 entre la pointe et I’échantillon. R = (x,y) sont les
coordonnées dans ce plan. En reportant I’expression précédente dans celle du signal au détecteur

€oC

(S(w) =

//§ 'Hij(R,R,w)&;(R, R, z,w)dRdR/ (2.46)
SJSs
7]

Le signal apparait donc comme une intégrale de recouvrement entre la densité spectrale de
corrélation du champ expérimental et un tenseur de réponse de I'instrument H;;. Le champ ex-
périmental ici est le champ en présence d’une pointe. Si le couplage entre la pointe et I’échantillon
est suffisamment faible alors ce champ est proche du champ thermique en ’absence de pointe.
Le tenseur de réponse de 'instrument s’exprime :

aET@C,i(Ra Z, w) 8Erec,j (R,’ Z, w)
0z 0z

Cette quantité ne dépend que de 'instrument et n’est a priori pas d-corrélée en espace. Dans le
cas ou cette quantité est d-corrélée en espace et proportionnelle au tenseur unité, on voit que le
signal au détecteur est proportionnel & la densité spectrale de puissance du champ expérimental

thermique sous la pointe c’est-a-dire & la densité d’état électromagnétique d’origine électrique

pP.

Le calcul de H;; peut étre fait dans le cas simple d'une pointe de microscope dipolaire de
polarisabilité a(w). Ce type de pointe a été proposée comme modeéle pour des pointes nues de
PSTM [28]. Pour une telle pointe, le signal au détecteur s’écrit [19]

Hij(R, R/,Ld) = (247)

4
w *
(S(w)) = |a(w)|22—C4dQ E AiAEj(rp, 1, 2,w) (2.48)
2

ou r, est la position de la pointe. Si on appelle ug le vecteur unitaire de la direction entre la
pointe et le détecteur, h (ug) = I — uquy le tenseur qui projette un vecteur sur la direction

transverse & ug, alors A :E (ug).jrec. La encore, on voit qu’a priori méme avec une pointe dont
la réponse est d-corrélée en espace, on ne mesure pas directement la densité spectrale de puissance
du champ électrique émis thermiquement prés de l'interface. Cependant, une étude attentive de
Pexpression (2.48) montre que la somme d’un signal pris dans la direction normale a l'interface et
non polarisée avec un signal mesuré dans une direction paralléle a I'interface avec un polariseur
dans la direction verticale permettrait de mesurer la trace de &;;(rp,rp, z,w) et donc la densité
d’état électromagnétique d’origine électrique. Si on se place prés de la résonance plasmon d’un
métal, on pourra dire, compte tenu de ce qui a été dit dans la section précédente, que I’on détecte
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la deunsité d’état électromagnétique totale. Cette expérience de mesure d’un spectre d’émission
thermique en champ proche peut donc étre vue, dans la limite des faibles couplages, comme
I’analogue de la mesure du courant tunnel avec un STM qui lui, mesure la densité électronique
prés de la surface de Fermi d’un métal. Les détails sur les deux sous-sections précédentes se
trouvent dans l'article [19] que 'on trouvera dans le document annexe de ce mémoire.

2.6 Sources thermiques cohérentes.

2.6.1 Principe.

Dans cette partie, nous montrons que les propriétés de cohérence en champ proche peuvent
étre couplées au champ lointain. Nous avons vu dans les parties précédentes que le champ ther-
mique pouvait avoir une longueur de corrélation égale a plusieurs dizaines de longueurs d’onde.
Cette situation se produit notamment prés d’'un matériau supportant des ondes de surfaces. Elle
se produit également au-dessus de guides d’onde. Dans les deux cas, la corrélation du champ n’est
observée qu’en champ proche. En effet, 'onde se propageant parallélement & l'interface décroit
exponentiellement dans la direction perpendiculaire a celle-ci : c’est une onde évanescente.

Cependant, il est possible de coupler ces ondes évanescentes au champ lointain en gravant un
réseau a la surface du systéme considéré. Considérons par exemple la relation de dispersion de
I’onde de surface de la Fig.2.2. On voit que I’onde de surface est toujours située sous le cone de
lumiére et qu’elle est évanescente. Si maintenant on grave un réseau de période A a Uinterface
séparant le matériau du vide, alors la relation de dispersion du mode sera “périodisée” avec une
période égale a 2w /A. Autrement dit, les vecteurs d’onde de 'onde de surface seront compris
dans la premiére zone de Brillouin de ce réseau a savoir entre —7/A et w/A. Si on appelle Kgy
le vecteur d’onde paralléle a l'interface en ’absence de réseau, le nouveau vecteur d’onde en
présence de réseau K,.s sera tel que

2w
Kres = KSW +px (249)

ou p est un entier relatif. Nous avons tracé sur la Fig.2.9 la relation de dispersion d’une interface
de SiC sur laquelle a été gravé un réseau de période A = 3um (a) et A = 6.25um (b).

Nous remarquons que des éléments de la relation de dispersion sont maintenant au-dessus du
cone de lumiére. En ces points, le phonon-polariton de surface est couplé au champ lointain. On
s’attend donc a ce que ces ondes de surface soient diffusées par le réseau dans une direction 6
telle que w/csin @ = K, s. Ainsi, théoriquement, la donnée de la relation de dispersion de 1'onde
de surface ainsi que la période du réseau permet de prévoir des directions d’émission ot les ondes
de surface seront couplées au champ lointain.

Si les ondes de surface sont dans le domaine infrarouge, comme c’est le cas pour les phonon-
polaritons, & I’équilibre thermique ces modes seront peuplés. Si ces modes sont couplés par un
réseau au champ lointain, on s’attend & avoir de 1’émission dans certaines directions correspon-
dant aux points de la relation de dispersion couplée. On s’attend méme a ce que ces directions
d’émission soient assez étroites. En effet, nous avons vu que les ondes de surfaces sont suscep-
tibles de se propager sur des distances grandes devant la longueur d’onde. Donc la zone du réseau
qui aura participé au couplage avec le champ lointain sera elle aussi importante. On peut es-
timer la largeur angulaire comme le rapport entre la longueur d’onde et la longueur du réseau
impliqué dans la diffusion d’'une onde de surface autrement dit la distance de propagation. Si la
distance de propagation est de plusieurs centaines de longueurs d’onde, on peut s’attendre & une
largeur angulaire de quelques milliradians. Ainsi, les phonons polaritons, peuplés thermiquement
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et couplés au champ lointain par l'intermédiaire du réseau participent a une augmentation de
I’émission thermique. Qui plus est, cette émission posséde un certain degré de cohérence spatiale.

2.6.2 Conception des sources.

La relation de dispersion et la période du réseau ne suffisent pas & prédire I’émission d’un tel
systéme. En effet, la présence du réseau et les pertes dans le matériau perturbent la relation de
dispersion de interface plane. Pour prédire le comportement d’un matériau sur lequel est gravé
un réseau, on effectue une étude numérique des propriétés radiatives du systéme : on calcule
la diffraction d’'une onde plane par un tel réseau et on en obtient les coefficients de réflexion,
transmission et absorption. En utilisant la loi de Kirchoff, on déduit du coefficient d’absorption
de I’échantilllon lorsqu’une onde plane est incidente avec une certaine polarisation et faisant avec
la normale & I’échantillon un angle 6, le coefficient d’émission du systéme pour cette polarisation
et dans cette direction 6. Les paramétres sur lesquels on joue sont la profondeur du réseau, sa
période et son coefficient de remplissage.

Pour faire ce genre d’études, différentes méthodes numériques peuvent étre utilisées, no-
tamment les méthodes intégrales [29, 30, 31], différentielles [29, 32] ou des ondes couplées
[33, 34, 35, 36]. C'est cette derniére méthode que nous avons choisi dans notre travail. L’al-
gorithme que nous avons programmeé a été décrit par Chateau et Hugonin [37] en polarisation s.
A partir de considérations développées par Li [36], nous 'avons également programmé en polari-
sation p, polarisation pour laquelle les ondes de surfaces existent (contrairement en polarisation
s).

Dans cette méthode, le réseau est découpé en couches. La constante diélectrique est déve-
loppée en série de Fourier dans chacune des couches sur les vecteurs d’onde K = p2w/A. Les
champs électromagnétiques sont eux aussi développés en série de Fourier sur les ordres du réseau :
si I'onde de vecteur d’onde kg est incidente avec ’angle 6, alors les champs sont développés sur
les ordres du réseau a savoir les vecteurs d’onde K, = w/csinf + p2m/A. En utilisant les équa-
tions de Maxwell, on obtient une équation différentielle linéaire reliant les coefficients de Fourier
des champs dans une couche aux coefficients de Fourier des champs dans une autre couche. Le
programme utilisé ici effectue la résolution de cette équation différentielle et permet de calculer
le champ électromagnétique dans tous les points de la structure étudiée. Il permet de calculer
aussi les champs réfléchis et transmis dans tous les ordres du réseau.

Nous nous sommes d’abord intéressés & des réseaux gravés sur du SiC. Nous avons donc
optimisé les différents paramétres du réseau afin d’obtenir une source pour laquelle ’émissivité
atteint une valeur proche de 1 lorsque 'onde de surface est couplée avec le champ lointain.
Le premier réseau congu a été un réseau de SiC de période A = 6.25 um, de coefficient de
remplissage 0.5 et de hauteur h = 0.285 pm. Pour différents angles d’émission, nous avons
calculé que I’émissivité atteignait des valeurs proches de 1 & certaines longueurs d’onde. Le
diagramme théorique d’émission de cette source a également montré que pour une longueur
d’onde de 11.36 um, il y avait un pic d’émission pour un angle de 47 degrés d’environ 2 degrés
de largeur. Il est la preuve de la cohérence spatiale de la source. En effet, la largeur du pic est
inversement proportionnelle & la longueur de cohérence de I'onde diffusée par le réseau [38]. Ainsi,
a température ambiante, pour une longueur d’onde de 11.36 pm, ’échantillon concu émettra pour
un angle de 47 degrés 20 fois plus que ce qu’il émet en ’absence de réseau et cette émission sera
cohérente contrairement & une émission thermique habituelle.

En jouant sur la période du réseau, il est possible de modifier les propriétés de cohérence de la
source. Pour une période A = 6.25 um, on remarque sur la Fig.2.9 qu’a une pulsation plus faible
que celle de ’asymptote, il correspond un vecteur d’onde paralléle & l'interface c’est-a-dire un
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angle bien déterminé. Si on prend une période plus courte par exemple A = 3.00 pm, le repliement
de la relation de dispersion se produit pour une fréquence proche de celle de I'asymptote. Pour
une fréquence proche de 'asymptote, on voit que plusieurs vecteurs d’onde vérifient la relation
de dispersion. A cette pulsation, on aura de I’émission pour toutes les directions d’émission.

A partir de réseaux gravés sur un échantillon, il est possible de concevoir d’autres types
de sources thermiques cohérentes. Il suffit d’avoir & sa disposition des ondes dans le domaine
infrarouge confinées le long d’une interface qu’un réseau couplera au champ lointain. On peut
penser a utiliser des plasmons de surface comme ceux présents dans les métaux. Mais au lieu
d’utiliser des métaux dont les plasmons de surface sont dans le visible c’est-a-dire inexcitables
A température ambiante, on utilise un semiconducteur dopé comme le silicium. Nous avons pu
montrer qu’un réseau de silicium dopé était un bon candidat de source thermique cohérente
[39]. On peut voir sur la Fig. 2.10, un spectre d’émission thermique pour différentes directions
d’observations. On observe la présence de pics d’émission atteignant une émissivité de 1. Les
pics d’émission se déplacent avec la direction d’observation de la méme maniére que le réseau de
SiC doté d’une grande longueur de cohérence. L’échantillon change de couleur lorsqu’on change
I’angle sous lequel on le regarde. C’est ’effet Wolf [40].

Le dernier type de sources que nous avons congu était basé sur l'utilisation d’un guide d’onde.
L’idée est de remplacer 'onde de surface des exemples précédents par un guide d’onde dont les
fréquences propres sont ajustables en jouant sur 1’épaisseur du guide. Plusieurs raisons nous ont
guidés vers ce choix. Un guide d’onde avec un réseau permet d’avoir de I’émission thermique
pour les deux polarisations s et p. La fréquence de I’émission thermique peut a priori étre
choisie contrairement au cas des réseaux sur des matériaux supportant des ondes de surface ou
la fréquence d’émission est complétement tributaire des propriétés optiques du matériau. De
plus, dans un guide d’onde les pertes sont faibles ce qui promet une importante distance de
propagation des ondes guidées. On s’attend donc & des pics d’émission relativement étroits. Sur
la Fig.2.11 sont représentés les diagrammes d’émission en polarisation s et p d’'un guide d’onde de
germanium de 3.89 um d’épaisseur posé sur un substrat de verre et sur lequel est déposé un guide
d’onde en germanium d’épaisseur 0.2um, de période 5.95 pum et de coefficient de remplissage 0.5.
Pour une longueur d’onde de 7.72 um, on remarque la présence de pics d’émission de largeur trés
fine (quelques miliradians) pour les deux polarisations. Cette source thermique est donc a priori
trés cohérente avec une ouverture angulaire plus faible que celle d’un laser COs.

2.6.3 Mesures.

Nous avons mesuré le spectre d’émission thermique de certaines sources congues comme
décrit ci-dessus. Il s’agit des deux réseaux de SiC qui ont été réalisés au LPN de Marcoussis.
Le dispositif expérimental que nous avons utilisé est représenté sur la Fig.2.12. Le but est de
faire un spectre d’émission thermique de I’échantillon a 1’aide d’un spectrométre & transformée
de Fourier. L’échantillon est fixé sur un dispositif de chauffage lui méme posé sur une platine
tournante. Afin de calibrer les résultats, les spectres d’émission de 1’échantillon sont comparés
avec ceux d'un corps noir & la méme température. Un miroir permet de choisir entre le signal
issu de I’échantillon et celui issu du corps noir. Un dispositif optique & base de miroirs permet
de conjuguer I’échantillon ou le corps noir avec le détecteur du spectromeétre & transformée de
Fourier [41].

Sur la Fig.2.13, est représenté le diagramme d’émission d’un réseau de SiC de période A = 6.25
pum, de coefficient de remplissage 0.5 et de hauteur h = 0.285 pym a deux longueurs d’onde
différentes. On remarque la présence de pics d’émission pour certains angles. L’émissivité n’atteint
pas la valeur 1 comme ce qui avait été prédit numériquement. En effet, les calculs ont été effectués
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pour des propriétés optiques du SiC prises & température ambiante [42] alors que les mesures
ont été faites a 775 K. A ces températures, la fréquence de résonnance est déplacée et les pertes
augmentent. Ainsi, le maximum d’émission est 1égérement décalé angulairement et plus large que
ce qui était prévu numériquement [43]. Sur la Fig.2.14, est représenté le diagramme d’émission
d’un réseau de SiC de période A = 3.00 pm, de coefficient de remplissage 0.4 et de hauteur
h =0.35 pm & une longueur d’onde A = 11.09 pm. On remarque que ’émissivité reste comprise
entre 0.8 et 0.9 pour des angles compris entre -50° et 50°. Cette émission est largement supérieure
al’émissivité du SiC en ’absence de réseau mais est cette fois isotrope conformément & ce qui était
prévu numériquement. On vérifie qu’a 11.09 um, la longueur de propagation du plasmon-polariton
est faible. La cohérence spatiale de la source est faible car ’émission thermique est isotrope : elle
est de lordre de la longueur d’onde comme une source thermique ordinaire. Cependant, pour
n’importe quel angle compris entre -50° et 50°, on montre [43| que le spectre d’émission de la
source est piqué autour de 11.1 pum avec une largeur inférieure a 0.5 pm. Donc cette source
posséde un certain degré de cohérence temporelle liée & I’émission du polariton & des fréquences
proches de I’asymptote de la relation de dispersion du mode.

Les travaux présentés dans cette sous-section sont détaillés dans les articles [44, 39, 43| qui
sont reproduits dans I’annexe de ce mémoire.

2.7 Perspectives.

Ce chapitre a montré 1’étendue des variations que pouvait connaitre le champ électromagné-
tique émis par un corps chauffé en présence d’une interface supportant des ondes de surface.
Nous avons pu ainsi mettre en évidence la modification et 'augmentation de la densité d’état
prés de l'interface. Nous avons montré que la cohérence du champ était trés différente de celle
d’un corps noir. Les longueurs de cohérence du champ thermique peuvent ainsi valoir plusieurs
centaines de longueurs d’onde ou au contraire valoir quelques fractions de longueur d’onde en
champ extrémement proche. Nous avons vu que la microscopie optique de champ proche utilisée
en émission thermique pouvait servir & mesurer la densité d’énergie électromagnétique pres d’une
interface de la méme maniére que la microscopie & effet tunnel mesure la densité d’états électro-
nique des matériaux. Cette utilisation de la microscopie optique de champ proche ot la source
d’éclairement est en fait I’émission thermique de I’échantillon est en cours de développement [45].

Nous avons montré que les propriétés de cohérence du champ électromagnétique pouvaient
étre couplées au champ lointain par l'intermédiaire d’un réseau. Nous avons pu fabriquer des
sources thermiques ayant un diagramme d’émission proche de celui d’'une antenne c’est-a-dire
possédant un haut degré de cohérence spatiale. Nous avons vu également que ces propriétés
pouvait s’étendre a tous les systémes ayant une onde évanescente se propageant prallélement a
une de leur interface avec le vide. Nous avons donc pu montrer que les guides d’ondes pouvaient
éventuellement étre utilisés pour obtenir des propriétés de cohérence du champ thermique a
n’importe quelle longueur d’onde et pour n’importe quelle polarisation. Ce type de source pourrait
étre utilisé pour avoir a sa disposition des sources directionnelles sans recourir & un dispositif
électronique.
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FiG. 2.9 — Relation de dispersion d’un phonon-polariton & une interface séparant du SiC du vide
en présence d'un réseau de période (a) A =3 um (b) A = 6.25 pm.
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F1G. 2.10 — Spectre d’émission d’un réseau de Silicium dopé p avec une concentration de dopants
N = 5.10%" cm~3 pour cinq angles d’observation différents. Le réseau a une période A = 6.3 um,
un coefficient de remplissage F' = 0.4 et une hauteur h = 0.6 um.
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FiG. 2.11 — Diagramme d’émissivité en polarisation s et p pour une longueur d’onde A = 7.72 um
d’un guide d’onde de germanium d’epaisseur 3.89 pm posé sur du verre et sur lequel est gravé
un réseau de germanium de période 5.95 pm, d’épaisseur 0.2 um et de coefficient de remplissage
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Fia. 2.13 — Diagramme d’émission a deux longueurs d’ondes différentes d’un réseau de SiC de
période A = 6.25 um, de coefficient de remplissage 0.5 et de hauteur h = 0.285 pm.
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F1G. 2.14 — Diagramme d’émission d’un réseau de SiC de période A = 3.00 pm, de coefficient de
remplissage 0.4 et de hauteur h = 0.35 ym & une longueur d’onde A = 11.09 pm.



Chapitre 3

Transfert thermique en champ proche

3.1 Introduction.

De la méme maniére qu’une onde plane électromagnétique transporte de 1’énergie, celles
engendrées par les fluctuations thermiques lorsque deux corps sont en présence sont susceptibles
de transférer de I’énergie d’un corps a ’autre. Nous verrons que cela se produit lorsque deux corps
sont portés & deux températures différentes. Ce type de transfert pourra étre important lorsque
les distances mises en jeu sont faibles par rapport & la longueur d’onde thermique donnée par
la loi de Wien. A température ordinaire, la longueur d’onde thermique est de 1'ordre de 10 pm.
Pour des distances inférieures, le transfert de chaleur ne peut plus s’effectuer par les théories de
la radiométrie. Cela concerne par exemple I’échange thermique entre une pointe de microscope
et un échantillon, ou tout systéme contenant des piéces séparées par des distances inférieures a
la longueur d’onde thermique.

Pour traiter ce type de probléme nous allons utiliser notre formalisme déja décrit précé-
demment basé sur ’électrodynamique fluctuationnelle. Au lieu de calculer, le carré du champ
électrique et du champ magnétique comme dans le chapitre précédent, nous calculerons ici soit
le vecteur de Poynting soit le taux de dissipation du champ par effet joule dans les matériaux.

Dans ce chapitre, nous allons traiter le probleme de 1’échange thermique entre deux corps
plongés dans le vide. Nous allons nous intéresser & trois configurations

— Echange thermique entre deux corps semi-infinis, leurs interfaces paralléles étant séparées

par un espace vide d.
— Echange thermique entre un espace semi-infini et une sphére située & une distance d de
I'interface.

— Echange thermique entre deux billes.

Dans ce dernier cas, nous montrerons des comparaisons entre les calculs et les simulations de
dynamique moléculaire.

D’un certain point de vue, ’échange thermique peut étre identifié au rayonnement thermique.
Cependant, en champ proche, nous verrons que le transfert s’effectue par 'intermédiaire d’ondes
électromagnétiques évanescentes qui ne rayonnent pas. Le transfert peut alors étre vu comme un
transfert électrostatique entre les corps.

3.2 Transfert thermique entre deux plans.

Dans cette partie, nous nous intéressons au transfert entre deux plans délimitant deux espaces
semi-infinis et séparés par une distance d. Le systéme est décrit par la Fig. 3.1. Rappelons
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F1G. 3.1 — Deux demi-espaces paralléles séparés par une distance d.

tout d’abord le résultat donné par la théorie classique du rayonnement thermique pour le flux
surfacique ¢(w) transferé entre les deux plans.

27 0o / /
g(w) = / cos 0dQ / dw—10220 o [10(Ty) — 19(Ty)] (3.1)
0 0 - P1wP2ouw

ou €, et pl sont respectivement les émissivités et réflectivités monochromatiques, 6 et € sont
les angles et angles solides habituels des coordonnées sphériques, I2(7T) est la luminance d’un
corps noir de température T a la pulsation w.

Les calculs dépassant cette vision classique ont été abordés a la fin des années 1960 [46, 47|
en tenant compte de la contribution d’ondes non-propagatives : les ondes évanescentes. Mais ces
travaux n’ont pris en compte qu’une partie de ces ondes conduisant & un résultat incomplet. Notre
démarche pour conduire ce calcul a été celle de Polder et VanHove [5]| qui furent les premiers en
1971 & le faire de maniére compléte. Notre contribution ici a été de montrer le role spécifique des
ondes de surfaces dans I'augmentation du transfert en champ proche.

Le calcul électromagnétique se fait en calculant le vecteur de Poynting S = E x H. Pour des
grandeurs monochromatiques comme ici, la valeur moyenne temporelle du vecteur de Poynting
s'écrit : S(r,w) = 1Re (E(r,w) x H*(r,w)). Nous calculons cette quantité par le théoréme de
fluctuation-dissipation. Nous utilisons les fonctions de Green reliant les courants aux champs élec-
triques et magnétiques. Tout calculs fait, nous montrons que ’on peut mettre le flux surfacique
sous la forme d’une somme de deux termes q(w) = ¢?"P(w) + ¢V (w).

Le premier terme ¢?"°P(w) est la contribution des ondes propagatives au transfert. Il s’écrit :

qprop(w) — Z / dw dQ) cos O |:(1 - ’7"?),\1|2)(1 - |7'?/,\1‘2) [IO(Tl) o IO(TQ)] (3 2)
N 11— T§1r§2€2mgd‘2 w w .

ou les coeffcients ri)‘j sont les facteur de reflexion de Fresnel d’une interface plane séparant des
matériaux i et j en polarisation A (s ou p). Notons que 1 — [r3|? et 1 — |r57|? sont les facteurs
de transmission en énergie entre le milieux 1 et 3, et 2 et 3 pour les polarisations s et p. Ces co-
efficients s’identifient & I’émissivité d’une interface. En fait, on remarque que cette expression est
tres proche de 'expression trouvée par la théorie classique du rayonnement. Seul le dénominateur

est différent. En effet, les interférences sont prises en compte dans le modéle électromagnétique




3.2 Transfert thermique entre deux plans.

et pas dans la théorie classique du rayonnement. Cependant, si on considére un intervalle de
pulsation petit par rapport a la pulsation mais grand par rapport a ¢/d, alors la variation de
€134 avec w est plus rapide que la variation des facteurs de Fresnel. L'intégration sur cet inter-
valle de pulsation montre que la valeur moyenne de |1 — 73,723,234 vaut 1 — |r};|2|r3y/%. On
retrouve ainsi I’expression classique du rayonnement qui s’identifie avec la contribution des ondes
propagatives.

Le second terme ¢°V*"(w) est la contribution des ondes évanescentes au transfert. Elle s’écrit :

qevan(w) —_
o) —2Im Im(r3, ) Im(ra
Sacp J o 37, Higiem2imad | it | [19(71) — 19(T2)] (3.3)

Ce terme en revanche n’a pas d’équivalent classique. On remarque que lorsque la distance d
diminue, cette contribution augmente a cause du terme exponentiel e~2m()d De plus, si les
matériaux supportent des ondes de surface, la partie imaginaire du facteur de reflexion de Fresnel
devient trés importante en polarisation p, lorsque la constante diélectrique s’approche de -1. Si les
deux milieux sont suffisamment proches I'un de "autre pour qu’il y ait interaction entre les ondes
de surfaces se propageant sur chacune des interfaces, le transfert thermique devient important a
la fréquence du couplage des modes.

Introduisons un coefficient de transfert radiatif comme la limite du rapport entre le flux et
la différence de température entre les deux matériaux quand celui-ci tend vers 0.

q(w)

M (w)= lim ———2— 3.4
( ) (T1—T2)—0 T1 —T2 ( )

Sur la Fig.3.2, hf¥(w) est tracé en fonction de la distance de séparation entre deux milieux

10 Heat transfer coefficient in W.m 2.K ™"
4 \\
10 . —— K (SiC)
. . ---- h* (Glass)
10
10°
10"
0
10 T )
10° 10”7 10° 10° 10

Distance in m

FiG. 3.2 — Coefficient de transfert radiatif pour deux milieux semi-infinis de SiC ou de verre a
T =300 K. [48]

semi-infinis de verre ou de SiC. Pour une distance plus grande que la longueur d’onde thermique
donnée par la loi de Wien, i.e. pour d > 10 um, le transfert ne dépend pas de la distance. On se
trouve dans le régime classique dans lequel le transfert s’effectue par les ondes propagatives. A
plus courte distance, le transfert augmente en 1/d?. Pour une distance de 10 nm, le coefficient
de transfert radiatif a augmenté de 4 ordres de grandeur par rapport & sa valeur en champ
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FiG. 3.3 — Coeflicient de transfert radiatif monochromatique pour une distance d = 10 nm et
une temperature 7' = 300 K. Cas du verre et du SiC [48]

lointain. Intéressons nous maintenant & la dépendance spectrale du coefficient de transfert de
chaleur a une distance de 10 nm (Fig.3.3). On remarque que le transfert de chaleur est important
pour des fréquences correspondant aux ondes de surfaces. Le transfert de chaleur est alors quasi
monochromatique en champ proche. Développons asymptotiquement le coefficient de transfert
radiatif pour de courtes distances :

h(w)

1 Im(el)Im(EQ) hw 2 ehw/(ksT)
kB< ) ( (3.5)

S — X
d? |1+ €1]?]1 + €2]? kpT ) (ehw/(ksT) _1)2

On remarque un comportement en 1/d? du coefficient de transfert et une forte dépendance en
fréquence. En effet, lorsque la constante diélectrique approche -1, le coefficient de transfert de
chaleur présente un pic au méme endroit que le facteur de reflexion de Fresnel, attestant ainsi
de la présence de I'onde de surface.

Les détails des résultats de cette sous-section se trouvent dans I’article de Mulet et al. [48]
qui se trouve dans I’annexe de ce mémoire.

3.3 Transfert thermique entre un plan et une bille.

Nous nous intéressons ici au transfert entre une interface séparant un espace semi-infini d’un
vide et une petite sphére de rayon r située a une distance d de l'interface. Le systéme est décrit
sur la Fig.3.4. Le vide remplit le demi-espace supérieur z > 0. Une petite particule sphérique (P)
de rayon a et de constante dielectrique ep(w) = €p(w) + iep(w) est chauffée & la température
Tp. Le demi-espace inférieur est rempli d’un matériau homogeéne isotrope (bulk) de constante
diélectrique ep(w) = €5(w) + iep(w). Ce milieu est a température T. Le centre de la particule
est & distance d au-dessus de l'interface. Ce calcul & été effectué a plusieurs reprises par différents
auteurs |49, 50, 51|. Notre contribution a été encore une fois de montrer le réle amplificateur des
ondes de surfaces dans le transfert thermique en champ proche [52].

Ce transfert entre une bille et un plan s’effectue de la maniére suivante : on calcule d’abord
le champ thermique émis par ’espace semi-infini. On considére une petite sphére dipolaire :
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FiG. 3.4 — Géométrie du systéme : échange entre une bille et un plan.

sa présence ne modifie pas le champ électromagnétique émis par le matériau semi-infini et on
considére que le champ électromagnétique est constant dans la sphére. On calcule ensuite la
puissance dissipée dans la sphére a savoir P = 1/2 [ j.E*. Lorsque l'on introduit la fonction de
Green reliant le champ électrique au-dessus de l'interface aux courants fluctuants sous 'interface,
on trouve la puissance émise par le matériau et absorbée par la particule :

o
PE-P() = %c—ﬁtlm[eg(w)]fm[a(w)]@(w,TB) Z/B |G (rp, 1, w)[2d3r (3.6)

En utilisant le principe de réciprocité (échange des sources et des détecteurs), on peut de la
méme maniére calculer 'énergie dissipée par unité de volume dans le matériau au point r et par
les champs thermiques émis par la particule :

o
PL7B(r,w) = %cjlm[eg(w)]fm[a(w)]@(w,Tp)) Z |G (r,rp,w)|? (3.7)

n,m

On voit & I’équilibre thermique, que la quantité d’énergie cédée par le matériau vaut celle absorbée
par la particule.

Développons Pﬁ)s_’P (w) asymptotiquement aux courtes distances :
- 1 3€p(w en(w
PEP(d w) ~ sma®—Sep ) () O(w, Tp) (3.8)

An2d® T Jep(w) + 22 Jen(w) + 112

On remarque un comportement en 1/d® pour la puissance échangée entre la particule et le
matériau. On voit aussi sur I'expression asymptotique que la puissance sera augmentée lorsque la
partie réelle de la constante diélectrique des matériaux approchera -1 ou -2, c’est-a-dire lorsque les
dénominateurs de l'expression (3.8) s’annuleront. Ces conditions correspondent & des résonances
du systéme. Lorsque € approche -1, il s’agit bien entendu de la résonance plasmon-polariton de
surface. La résonance au voisinage de -2 est aussi une résonance plasmon polariton mais qui se
produit en volume dans la nanoparticule.
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Fi1G. 3.5 — Puissance moyenne rayonnée par le matériau massif & 300 K et dissipée dans la
nanoparticule de rayon a =5 nm en fonction de la fréquence. (a) d=20 nm; (b) d=50 nm; (c)
d—100 nm. L’insert (échelle log-log) montre le spectre entre 10'2 rad s! et 10'® rad s7!; (e)
d=20 nm; (f) d=1 mm. [52]

Nous avons étudié le cas d’une particule de SiC en regard d’un espace semi-infini de SiC.
Nous avons observé la présence de résonances dans le transfert échangé. Sur la Fig.3.5, on re-
marque la présence de deux pics qui correspondent aux deux résonances évoquées plus haut.
Les ondes correspondant & ces résonances sont évanescentes. Or, la nanoparticule se situe dans
une région de l’espace ol ces ondes sont présentes. La transmission d’énergie par ces ondes est
donc possible et se produit. On montre, si on intégre sur toutes les fréquences, que le transfert
est augmenté par rapport a sa valeur en champ lointain. En fait, 1a encore, la contribution des
ondes évanescentes s’ajoute a la contribution classique. On trouvera des détails sur le probléme
du transfert thermique entre une particule et une interface dans l'article [52].

3.4 Transfert thermique entre deux sphéres.

Nous avons également calculé le transfert thermique entre deux nanoparticules sphériques.
La présence de la résonance est exploitée pour augmenter le transfert thermique. Dans le cas
de nanoparticules, on se trouve en réalité en présence de particules dipolaires qui échangent de
I’énergie de la méme maniére que des molécules échangent du moment (Forces de van der Waals).
Des fluctuations déforment la distribution de charges des objets considérés ce qui crée un dipole.
Ces dipdles influencent le dipole de l'autre nanoparticule. On a alors une interaction de type
dipdle induit-dipdle induit. Le calcul présenté ici a été effectué une premiére fois par Volokitin
et Persson [51]. Les calculs sont comparés ensuite a des calculs de dynamique moléculaire.

Considérons deux nanoparticules dont les constantes dielectriques sont €1 et €2 et de tempé-
ratures 17 et T5. Nous calculons la puissance dissipée dans la particule 2 par le champ électro-
magnétique induit par la particule 1 en utilisant ’approximation dipolaire :

w
Pi_s(w) = GOEIm(OQHEmc(rQ,W)’Qa (3.9)
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ou ry est la position de la particule 2 et g la polarisabilité d’une sphére de rayon a [53] :

362—1
624—2‘

ag = 4ma (3.10)

Le champ incident sur la particule 2 créé par le dipole fluctuant de la particule 1 située en ry et
& temperature 77 est donné par :

Einc(r2,w) = MOWQE(I‘2, r,w)-p (3.11)

ou G(ra,ri,w) est le tenseur de Green du vide. Pour faire le calcul, nous utilisons le théoréme de
fluctuation-dissipation (symétrisé) appliqué aux dipoles. On obtient finalement ’énergie échangée
entre les deux nanoparticules de température T3 et T5 :

ilm[al(w)]fm[ag(w)]
47‘(’3 ’1‘2 — I‘1‘6

Pio= O(w,T1) — O(w,Tr)]. (3.12)
On remarque une dépendance en 1/r® analogue a celle observée dans les forces de van der Waals
entre molécules.

Nous avons comparé ce résultat avec des calculs de dynamique moléculaire. Rappellons que
ce type de calcul simule le comportement des atomes en résolvant numériquement les équations
de la dynamique dans les potentiels d’interaction entre les atomes. On peut a l'aide de la théorie
de la réponse linéaire calculer la conductivité thermique en analysant les fluctuations du flux de
chaleur dans la simulation. On utilise le théoréme de fluctuation-dissipation de la méme maniére
que Callen et Welton [11]. On introduit une conductance qui est reliée aux fluctuations du flux de
chaleur entre les deux nanoparticules dans une situation d’équilibre thermique & température Tp.
Plus précisément, la conductance thermique G12(w) est reli¢e a la densité spectrale de puissance
du flux de chaleur échangé Q12(w). En suivant les notations du chapitre 2, on note la densité
spectrale de puissance du flux de chaleur Qq2(w). On montre |54| que la conductivité thermique
est reliée & la densité spectrale de puissance par la relation suivante

Re[Gra(w)] = Qi2(w)

= 16w, 1) (3.13)

D’un point de vue pratique, le flux de chaleur est calculé dans la simulation ainsi que la densité
spectrale de puissance par

Qi2(w) = /000 Q12(0)Q12(t)e™! (3.14)

Sur la Fig.3.6, nous avons reproduit les résultats de la conductance entre deux nanoparticules
en fonction de leur distance de séparation. Sur la méme figure sont représentés (en trait plein)
les résultats obtenus par le calcul utilisant I'approximation dipolaire pour les nanoparticules. On
observe un trés bon accord entre la simulation et la théorie jusqu’a des distances de séparation
de quelques nanométres. A cette distance 1, les parties répulsives des potentiels d’interaction
commencent & entrer en jeu. On sort donc du cadre de I’hypotheése de deux particules isolées
dans 'approximation dipolaire. Les détails relatifs au travail sur le transfert de chaleur entre deux
nanoparticules sont présentés dans I'article [54] que 'on trouvera dans 'annexe de ce mémoire.

3.5 Transfert radiatif dans un milieu homogéne.

Dans un milieu homogeéne, I’évolution du rayonnement thermique est décrite par I’équation de
transfert radiatif. Cette équation de transport décrit I’évolution d’une quantité appelée luminance
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FiG. 3.6 — Conductance du systéme constitué de deux nanoparticules en fonction de la distance
de séparation. On compare ici les résultats obtenus par dynamique moléculaire et par le calcul
direct dans 'approximation dipolaire.

qui n’est rien de d’autre que la transformée de Wigner du champ [15]. L’équation la plus génerale
a laquelle obéit la luminance est une équation de Bethe-Salpeter [55]. Sous certaines conditions,
on montre que cette équation se simplifie en 1’équation de transfert radiatif [56]. A des distances
sub-longueur d’onde d’un objet, la luminance peut toujours étre écrite mais elle peut perdre
son sens classique : elle n’est plus la quantité de rayonnement en un point et dans une certaine
direction. A D'échelle de la longueur d’onde en effet, Poptique géométrique et donc les concepts
utilisés en radiométrie ne sont plus valables.

Au lieu d’étudier I’évolution d’une luminance difficile & interpréter, nous allons étudier le
flux radiatif qui lui peut étre sans ambiguité relié au champ électromagnétique par le vecteur
de Poynting. Le systéme auquel nous nous intéressons est un milieu plan-paralléle infini. Pour
—00 < z < —0 la température du milieu est uniforme et égale & T~. Pour 6§ < 2z < oo la
température du milieu est uniforme et égale & T". Pour —§ < z < §, nous supposerons le milieu
soumis & un gradient thermique (Fig. 3.7).

En utilisant le théoréme de fluctuation-dissipation, nous allons calculer en z = 0 le champ créé
par les courants thermiques. Nous en déduirons ensuite le flux surfacique en z = 0 en calculant la
valeur moyenne du vecteur de Poynting en ce point. Rappelons que dans un milieu de coefficient
d’absorption k(w), ce flux donné par PETR s’exprime

0 6
/iLO(T(z/))EQ(—ﬁz’)dz/—f—/o kLT (2) Fa (k2 )dz

(3.15)
Dans cette expression, L?(T) est la luminance de corps noir et les E, sont les fonctions expo-
nentielles intégrales définies par

¢(w) = 27 By (1) [LO(T*) — LO(T+)]+27r [/5

[e%] efxt
By (z) = /1 et (3.16)

Si on linéarise 'expression de LO(T") dans la zone de gradient L(T'(z)) = L°(Ty)+20T/920L° /0T,
on obtient
Am OLO(T) OT
k 0T 0z

q(w) = 21 E3(kd) [LY(T7) — LY(TH)] [; — k0E3(Kk0) — Ey4(K0) (3.17)
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FiG. 3.7 — Systéme étudié. La température est imposée dans le milieu homogéne. Un gradient
linéaire est imposé pour —§ < z < §. La température est constante ailleurs.

Si ’on se place dans I'approximation d’un milieu optiquement épais kd > 1, les exponentielles
intégrales tendent vers 0. On trouve une expression pour le flux

47 OLY(T) OT
q(w) =
3k 0T 0z
On retrouve la fameuse approximation de Rosseland pour laquelle le flux radiatif s’exprime sous
la forme d’une loi de Fourier. La conductivité de Rosseland a pour expression

4 [ 1 OLYT)
)\Ross - 3A n(w) oT (319)

Calculons le flux surfacique par le théoréme de fluctuation-dissipation. Quelques précautions
sont & prendre. On sait en effet que ’expression du transfert thermique entre deux plans diverge
lorsque la distance de séparation tend vers 0 et que les différences de température sont non
nulles. Ceci peut s’interpréter comme la divergence électrostatique des interactions dipole-dipole,
notamment ceux orientés dans la direction z. Cette divergence n’existe d’ailleurs que pour la
polarisation p. Pour lever cette divergence, on modifie le théoréme de fluctuation-dissipation en
introduisant une longueur de localité . Cette longueur de localité est la distance en dessous de
laquelle la constante diélectrique est non-locale. Pour un solide, elle peut varier de quelques nm
a plusieurs centaines de nm comme par exemple le cuivre. Pour une constante diélectrique de
longueur de localité [, le théoréme de fluctuation dissipation s’exprime

601'771(6)w@(w,T)(s e (r—r)?/12
T T p3/2g3

Dans ces conditions, on trouve une expression pour le flux surfacique

(IL(w) = 8772/ / T KR G on(z)Re() Tm(7) 1+<K2‘ +k|m2> ]

K e 2sign()Im) (K22 /4~ Re(E /4Gy, T(2) (3.21)

(3.18)

Sw—w') (3.20)

<jn(r,w)jm(r', w’)> =
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ou la fonction sign(z) prend le signe de z. Intégrons maintenant selon z sur le profil de tempé-
rature de la Fig. 3.7.

1 *® KdK K2+,},2 2 “K212/4 —Re(~)212
<Hz(w)> = w ; ’7‘2 R@("}’)2 1 + (’6“{:’2’) (& K= /46 B (A/) /4 (322)
0
oT 1 — 2e2ImM3(1 4 2Im(v)0)
T — T+ —2Im(v)o _ YL o T

Considérons les situations pour lesquelles Im(e) < Re(e). Les valeur de K pour lesquelles 0 <
K < Re(e)w/c correspondent aux ondes propagatives. Dans ce cas et pour des longueurs d’onde
allant du visible & infrarouge, les exponentielles e K212/4 of = Re()*1?/4 g0t égales & 1. On a aussi
Re(7y) ~ v ~ |y| et Im(y) ~ Im(e)kZ/27. On introduit un coefficient d’absorption x = 2kgIm(n)
en suivant la définition usuelle en transfert radiatif [57]. La somme sur les ondes propagatives
correspond & une intégration angulaire. Ainsi

(H ( )> L@ X 2/”/2 0'sin 6 [@( T_) @( T+)] —H&/cosOda
z\W prop 167T2 02 0 COS U S1n w, w, e
- 2/mCC’S2‘9511“98T@’(T)2 1 emro/eost (14 50V ggh (3.0
0 0z "k cos 6 )

Apres intégration sur les angles, cette expression s’identifie avec celle obtenue par 'ETR (3.17).
En régime optiquement épais c¢’est-a-dire k0 > 1, on retrouve ’approximation de Rosseland.

Cependant jusqu’a présent, nous avons négligé la contribution des ondes évanescentes, ondes
pour lesquelles K > Re(n)w/c. Pour évaluer la contribution des ondes évanescentes, on peut
estimer les différents termes de l'intégrale sur K lorsque K > Re(n)w/c. Si § > [ ce que l'on
supposera toujours ici, la contribution des ondes évanescentes s’exprime

1 [ KdK Re(v) K24+ v2\?| ke peozizaOT
_ 1 iial A /4 _—Re(y)?12 /4L o T
1672 J, A2 Im(y) |\ JdR2 ¢ c 9.2 (1)

<H2(w)>evan ~
(3.24)

Pour de grands K on estime Re?(y) ~ Im?(e)kj/4K?, Im(y) ~ K, d’oi1, en évaluant l'intégrale
1 Im?(e) O'(Ty) OT

T, ~— =

(ML (@)evan 473/2 Im2(e) + Re2(e) 1| 0z

(3.25)

Ce terme se met aussi sous la forme d’une relation type “Loi de Fourier”. Cependant, la conducti-
vité associée dépend de 1/1 et de Im?(e)/[Im?(e) + Re?(e)]. Comme on s’y attendait, la longueur
de localité [ joue donc un role primordial dans la valeur du flux radiatif. (I, (w)),,,, est aussi
gouverné par Im?(e)/[Im?(e) + Re?(e)]. On montre que cette expression est toujours petite dans
les cas réels sauf au voisinage des fréquences pour lesquelles Re(e) = 0 ou ce rapport vaut 1.
Cela correspond & certaines résonances du matériau. Il s’agit en 'occurrence des modes longi-
tudinaux associés aux phonons longitudinaux optique : ce sont des polaritons de volume [58].
Lorsque ces polaritons sont excités, cela correspond & une interaction entre les charges du cristal.
Ces interactions divergent a courte distance. Cette divergence est levée du fait que les charges
ne sont jamais infiniment prés les unes des autres. Cette distance limite [ dépend donc du ma-
tériau et correspond & la distance minimum d’interaction entre les charges. Il est & noter que
I’existence du polariton est liée & un couplage entre les ondes acoustiques du cristal et les ondes
¢électromagnétiques. Une onde électromagnétique incidente sur le cristal et excitant le polariton
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est donc absorbée. Les fréquences ou le polariton existe correspondent donc aux zones de fortes
absorption ou les conditions requises pour retrouver 'approximation de Rosseland ne sont pas
remplies.

A titre d’illustration, nous considérons le verre (silice amorphe) dont les propriétés sont
bien connues et repertoriées a température ambiante [42]. Nous considérons une tranche de ce
matériau d’épaisseur 26 = 20 cm. Nous soumettons cette tranche & un gradient de température de
10 K. Sur la Fig.3.8 sont représentées différentes contributions au flux radiatif lorsque le gradient

m— flux_rad_1nm
Prop
---- Evan
10° O Flux_etr
— — Flux_grad
—— Evan_100nm
10%° fluxrad_|_100nm

Radiative Flux (W m'z)

T T T T T T L |
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FiG. 3.8 — Comparaison entre le flux radiatif calculé par électrodynamique fluctuationelle et le
flux radiatif calculé par I’équation de transfert radiatif. Deux longueurs de localité ont été testées
[ =1nm et ! =100 nm. On remarque la dépendance en 1/l du terme des ondes évanescentes.

se situe autour d’une température de 300 K. En traits pleins noirs est représenté le terme total
calculé par électrodynamique fluctuationelle. Les cercles représentent le calcul effectué par '’ETR.
On remarque un trés bon accord sur une large gamme de fréquence lorsque la contribution des
ondes propagatives est grande devant celle des ondes évanescentes. On remarque également un
bon accord avec Iapproximation de Rosseland (quantité appelé Fluxgrad) mis & part a grande
fréquence : le verre est alors transparent et le flux vient des bords.

Sur la Fig.3.9, est représenté (figure du haut) le rapport Im(e)?/|e|* en fonction de la fré-
quence. On remarque la trés grande similitude entre cette courbe et celle décrivant la contribution
des ondes évanescentes, justifiant ainsi approche asymptotique de (3.25). Sur la figure du bas
sont représentées les parties réelles et imaginaires de e. On remarque que les pics de Im(e)?/e|?
correspondent aux zéros de Re(e). Il s’agit des ondes longitudinales associées aux polaritons de
volume. Dans cette zone, on perd I’hypothese selon laquelle I'm(n) < Re(n). On ne peut plus
dire par exemple que I'm(vy) = 2k/cos@ : on ne retrouve plus 'ETR & partir du calcul électro-
magnétique. Il semble donc qu’en toute rigueur 'ETR ne puisse étre valable dans ce domaine de
longueur d’onde. On obtient un résultat qui peut sembler troublant : 'approximation de Ros-
seland issue de I’équation de transfert radiatif en milieu optiquement épais n’est plus valable
lorsque le milieu est trés absorbant c’est-a-dire si Im(n) ~ Re(n). Ceci n’a en fait rien de cho-
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FiG. 3.9 — Rapport Im(e)?/|e|*> en fonction de la fréquence (figure du haut). On reconnait la
forme du flux due aux ondes évanescentes. Figure du bas : partie réelle et partie imaginaire de
€. On remarque que les pics de la figure du haut correspondent aux zéros de Re(e).
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quant. On peut tout a fait étre en milieu optiquement épais et satisfaire Im(n) < Re(n), en
particulier aux longueurs d’onde visibles et infrarouges.

Ainsi, prés des résonances des phonons optiques, dans la zone spectrale o ’'ETR n’est plus
valable, on a une contribution des ondes évanescentes qui peut devenir dominante pour des
longueurs de localité raisonnables. Mais en y regardant de plus prés, ce terme n’est pas non
plus clairement radiatif car il correspond & des ondes qui ne se propagent pas. Il est sans doute
préférable de 'interpréter autrement. Comme nous 'avons vu, la résonance ot le terme évanescent
est important correspond aux modes optiques longitudinaux dans le cristal. On a un polariton
qui est un mode couplé entre un phonon et un photon. Autrement dit, il existe un champ
électromagnétique couplé & un champ acoustique. Les variations fortes de la constante diélectrique
du matériau dans cette zone sont la signature de ce couplage. Ainsi, le flux thermique calculé par
les équations de ’électromagnétisme dans cette zone spectrale est le flux thermique associé aux
polaritons c’est-a-dire aux phonons optiques. Il s’agit donc en réalité d’un flux conductif associé
aux modes optiques.

Lorsque I’on se place & 300 K, le flux conductif classique associé & un matériau de conductivité
A=1Wm? K ! estde 50 Wm™2. Sile verre a une longueur de localité [ = 1 nm, on trouve
un flux (IT,) = 0.809 W m~2. Le flux radiatif donné par PETR vaut pour sa part ¢grr = 0.303
W m~2. On voit donc que le flux di aux ondes évanescentes est dans ce cas plus grand que le
flux radiatif classique mais est néanmoins faible devant le flux conductif. Pour cette longueur
de localité il correspond & une correction de 'ordre de 1% de la conductivité classique. C’est
généralement la part attribuée aux contributions des modes optiques a la conductivité. Si la
longueur de localité est dix fois plus faible, on aura une contribution au transfert environ 10 fois
plus faible conformément aux formules asymptotiques (3.25).

A plus haute température, par exemple aux températures régnant dans les fours verriers, on
montre que le flux radiatif est dominant par rapport & la conduction. Néanmoins, les corrections
des termes évanescents sont négligeables, les résonances se situant aux alentours de 10 pm et
n’étant plus proches du maximum de la loi de Planck.

On peut se poser la question de la maniére de mesurer ce flux radiatif évanescent supplémen-
taire. Que se passe t-il par exemple si on fait une mesure du flux radiatif dans le vide a ’extérieur
du verre dans 1’air 7 Cherchons par exemple & mesurer le flux radiatif prés d’une interface de verre
possédant un gradient thermique sur une longueur 2§ (Fig.3.10).

T=T-
Verre

L 4

T=T+
Air

26

FiG. 3.10 — Température imposée dans un échantillon de verre séparé du vide par une interface.



CHAPITRE 3 : Transfert thermique en champ proche

On remarque que la contribution des ondes évanescentes disparait. Ceci est un résultat connu :
I’émission thermique radiative par un corps chauffé dans le vide n’a pas de contribution évanes-
cente [5]. L’expression du flux émis prend alors la forme

w2 S — — m €—COS
I (w)) = W/dacoseu—yr12|2+1—|7«§’212) [@(w,T Je~Zholm(Ve—cos20)5 (3 96)
+ %@’(Tg) (25 - liolm(\/e — cos? 9)> (1 — e 2holm(Vemcos®0)y _ gy, T7)

On interpréte les quantités 1 — [r§y|% et 1 — |rf,|? comme les émissivités du matériaux. En milieu
optiquement mince (Im(v)d < 1), on retrouve 'expression

1— iy 4+ 1 — |rf,|?

(1L (w)) = / dQ cos9< 5 ) [Lo(T-) — [L2(T)] (3.27)

En milieu optiquement épais, seule la température de surface du verre compte. Le flux radiatif
est alors nul.

3.6 Perspectives.

Nous avons dans cette partie calculé les flux thermiques échangés par des ondes électromagné-
tiques. Nous avons vu que les comportements prévus par les théories radiométriques classiques
sont bien retrouvés. Nous avons vu aussi qu’aux échelles sub-longueurs d’onde, c’est-a-dire aux
échelles ou ces lois ne sont plus valables, les phénomeénes physiques changent de nature. Nous
avons ainsi mis en évidence le role que peuvent jouer des ondes couplées phonon-photon c’est-a-
dire les polaritons. Nous avons vu en particulier que le transfert était pratiquement monochro-
matique. Dans le cas de deux corps séparés par des distances sub-longueurs d’onde, nous avons
vu que le transfert thermique est augmenté a cause de ce canal d’échange. Nous avons vu que
dans un milieu homogéne, ce transfert était toujours présent mais qu’il s’identifiait & un proces-
sus de conduction. Lorsque ’on passe continument d’une situation de transfert entre deux plans
semi-infinis & une situation homogéne en rapprochant les deux plans, on passe d’une situation
ou le terme de transfert par les ondes évanescentes est un terme de transfert radiatif exalté a
une situation ou celui-ci est un terme de conduction thermique di aux modes optiques. En fait,
on peut sans doute interpréter les deux situations comme étant la méme : il existe un transfert
d’énergie électromagnétique qui tient son origine d’une collision entre des phonons optiques.

Une suite possible de ce travail serait de mieux quantifier I'origine des modes optiques. A
partir des données que ’on a sur les potentiels entre les atomes, on peut par dynamique molécu-
laire calculer la conductivité de la silice par exemple. On peut également calculer les différentes
contributions des modes & la conductivité et séparer les contributions acoustiques et optiques.
Ayant identifié la conductivité dues aux ondes optiques, on peut imaginer en déduire la longueur
de localité de la silice par ’expression de la conductivité calculée ici. Des applications sont ac-
tuellement envisageables pour exploiter le caractére monochromatique des échanges thermiques
en champ proche dans des applications de type thermophotovoltaique. En effet, la production
d’électricité dans des photopiles est optimale lorsque les photons mis en jeu correspondent & une
longueur d’onde bien précise. Le probléme des applications photovoltaiques ou thermophotovol-
taiques est que la source est un corps noir avec un spectre large. On peut concevoir cependant
que des sources thermiques qui supportent des ondes de surface en champ proche seront capables
d’emettre principalement & la longueur d’onde de 'onde de surface. Si cette fréquence corres-
pond a la transition optimale pour la conversion de lumiére en électricité, alors on peut imaginer



3.6 Perspectives.

augmenter le rendement des systémes thermophotovoltaiques. Ces considérations ont fait I’objet
du travail de thése de Marine Laroche au laboratoire EM2C [59].






Chapitre 4

Transfert de moment entre deux plans
(Force de Casimir)

4.1 Modes de surface et force de Casimir

Apres avoir étudié les échanges d’énergie entre deux corps, nous considérons maintenant les
échanges de moment c’est-a-dire de force entre deux matériaux distants. Le cas de deux corps
semi-infinis est maintenant connu depuis prés de 60 ans. Ce sont Casimir et Polder [60] qui les
premiers montrérent 1’existence d’une force attractive entre deux corps semi-infinis paralléles
séparés d'une distance d. Plus tard, Lifshitz [61] fut le premier & effectuer ce calcul a 'aide du
théoréme de fluctuation-dissipation. Il est & noter que dans le calcul des forces, les fluctuations
du vide jouent un role primordial alors qu’elles sont absentes lorsqu’on effectue le bilan d’échange
d’énergie. Les fonctions de corrélation des champs sont les fonctions de corrélation symétrisées
introduites précédemment. La contribution des fluctuations du vide est souvent la contribution
principale & cette force, la partie thermique n’étant qu’une correction. Cette force intéresse de
plus en plus les concepteurs de systémes électromécaniques. Aprés le developpement des MEMS
(Micro electromechanical systems) succéde le développement des NEMS (Nano electromechanical
systems). Il s’agit de systémes ultraminiaturisés capables d’effectuer des fonctions mécaniques
élémentaires comme le déplacement d’une languette. Aux échelles nanométriques, il est possible
que la force de Casimir puisse géner le déplacement de telles piéces. Son étude et ses corrections
commencent a entrer dans le champ des sciences appliquées.

Cette force tire son origine dans le fait que deux interfaces en regard 1'une de ’autre modifient
la distribution des modes électromagnétiques : les modes présents dans cette cavité ne sont plus
ceux qu’il y a dans le vide. Si on effectue un bilan de force sur deux corps séparés par une distance
d, la force de Casimir apparait comme la différence entre la force exercée par les modes du vide
sur les corps et la force exercée par les modes de la cavité sur les corps. La force de Casimir
provient donc de cette modification de la distribution des modes de la cavité. On comprend donc
que la densité d’état, surtout si elle présente des variations importantes avec la fréquence peut
jouer un role important dans l'intensité de cette force.

Pour effectuer le calcul d’une force sur un objet, une possibilité est de déterminer le flux du
tenseur de Maxwell sur cet objet [62]. Dans le cas de deux corps semi-infinis, il s’agit du flux
du tenseur de Maxwell & travers une surface séparant les deux corps. Nous nous plagons donc
dans la géométrie déja étudiée lors du calcul du transfert de chaleur entre deux plans. Le flux
du tenseur de Maxwell est le flux & travers un plan z =Cte dans la cavité. Finalement, la force
par unité de surface s’identifie avec la composante T, du tenseur de Maxwell. Cette composante

99



CHAPITRE 4 : Transfert de moment entre deux plans (Force de Casimir)

s’exprime

€
Too= DB + B, — |B.P] + 52 (1L + H, P — P (41)

En fait, cette contribution est infinie et il faut soustraire la contribution a la force en I'absence
d’interface [63]. Cette force peut étre soit attractive soit répulsive, selon les propriétés optiques
des matériaux [64, 65]. Pour des diélectriques la force est toujours attractive [66] de méme qu’avec
deux matériaux identiques. Néanmoins, comme nous le verrons dans la section suivante, la force
peut-étre répulsive en présence de matériaux magnétiques [67, 68].

La force de Casimir s’exprime comme une somme des différentes une contributions d’ondes
planes élémentaires. Elle s’écrit sous la forme d’une double intégrale sur le pulsation w et sur les
composantes paralléles a U'interface uw/c.

F = /oodw/ —Fuw (4.2)

—2%vd

3 c
F(u,w) = —2h§j Im wv Z ri(uw)e (4.3)

c 1— 73 (u,w) e 2evd

A=s,p

o v = (u?2—1)/2 (Imv < 0), et y est le facteur de réflexion de Fresnel pour une onde plane

de polarisation A et de vecteur d’'onde K = Zu paralléle a I'interface milieu-vide. On utilise ici
la convention comme quoi une force attractive correspond a F < 0. Pour simplifier le calcul
de cette intégrale, Lifshitz [61] a utilisé une méthode de déformation de contour dans le plan
complexe. Cette méthode a I'inconvénient de ne pas faire apparaitre quels modes contribuent le
plus & la force. Nous avons donc étudié le spectre de la force dans le cas de I'aluminium. On voit
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F1G. 4.1 — Contributions des ondes, s ou p, propagatives ou évanescentes au spectre de la force
( (4.3) integré sur le vecteur d’onde w). Distance d = 10 nm. Matériau : Aluminium (données
tabulées). [42] [69]

sur la Fig.4.1 qu’en champ proche, la principale contribution a la force vient de fréquences trés
proches de celles correspondant & la résonance de surface. De plus, cette contribution n’existe
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F1G. 4.2 - (a) Spectre de la force de Casimir résolu en vecteur d’onde (4.3) dans le plan (u,w) entre
deux demi-espaces d’aluminium séparés par une distance de 10 nm. La fréquence de "'asymptote
horizontale correspond aux pics du spectre de la force (Fig.4.1). Zones claires (sombres) : force
attractive (repulsive). (b) [1/1 — Tge_Q%”dP dans le plan (u,w), I’échelle de gris est une échelle
logarithmique décimale. La relation de dispersion des modes couplés correspond aux zones claires ;
zones sombres : relation de dispersion d’une seule interface (pole de rp). La constante diélectrique
provient de données tabulées [42]. L’insert montre la valeur du champ magnétique dans la cavité
(distribution symétrique et antisymétrique) [69].

qu’en polarisation p induisant une forte présomption pour que la force provienne essentiellement
des ondes de surface. Pour étayer ce point de vue, on peut tracer le spectre en fréquence et
vecteur d’onde (w,u). Sachant que les modes propres de la cavité sont donnés par la condition
2, -2y

L—rpe “c" =0. (4.4)
On peut comparer sur la Fig.4.2 le spectre de la force avec la quantité |1/1 — rge_z%”d|2. Les
maxima de cette quantité correspondent & la relation de dispersion des modes couplés dans la
cavité. On observe une coincidence entre ces deux figures. On remarque sur la figure (a) que 'une
des branches de cette relation de dispersion donne une contribution positive a la force alors que
I’autre donne une contribution négative. On peut montrer que ces deux branches correspondent
a deux types de modes, symétriques ou antisymétriques et définis par la condition

rp(u, w) = £evd/e,
Nous avons calculé analytiquement la contribution des ondes de surfaces couplées a la force

de Casimir dans le cas de matériaux identiques dont la constante diélectrique est modélisée par
un modéle de Drude-Lorentz :

2(0% — w%)

22 —iyw — w?’ (45)

ew)=1+

Nous avons montré dans ce cas que 'on retrouve bien des expressions déja calculées par ailleurs
dans la littérature [70, 66]. En introduisant z = 1 — w3 /Q?

ig(22
- e (a0 - 1), (46)
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ou
1 5, (An—3)N
alz) = 4 nz::lz n3(4n — 2)!! (4.7)
et
) ) e ZZn
Liz(z%) = Z:l — (4.8)

Les détails de ce travail se trouvent en annexe de ce mémoire dans I’article de Henkel et al. [69].

4.2 Forces de Casimir repulsives.

Cette partie se détache un peu du reste du travail présenté dans ce mémoire. Il n’est en
effet question ici ni de thermique aux courtes échelles, ni d’ondes de surface. Ce travail s’est
fait dans la continuité du travail présenté dans la section précédente. Son but est de voir si
on peut envisager un changement de signe de la force de Casimir en utilisant des matériaux
magnétiques, notamment des métamatériaux. Ces metamatériaux sont constitués de réseaux de
fils ou d’anneaux de maniére a ce qu’a des longueurs d’ondes grandes devant la période des réseaux
(milieu effectif), le réseau des fils et d’anneaux apparaissent comme un matériau homogeéne et
présentant une résonance dans sa constante diélectrique et dans sa perméabilité magnétique. Ce
type de matériaux a déja été réalisé par diverses équipes de recherches [71, 72]. Ces matériaux
sont actuellement trés a la mode mais dans un autre contexte, celui des matériaux “gauches”.
Depuis Veselago [73], on sait que des matériaux ayant a la fois € < 0 et u < 0 se comporte
comme un milieu & indice négatif. Les lois de la réfraction peuvent étre changées et des objets
exotiques comme des lentilles parfaites peuvent en théorie étre réalisées [74, 75, 76]. Grace aux
travaux sur ces métamatériaux, des résonances magnétiques dans l'infrarouge que l’on croyait
impossibles il y a peu, ont été atteintes par des procédés de nanofabrication [77]. L’interét
d’obtenir des forces de Casimir repulsive n’est pas encore d’actualité. Mais, comme nous ’avons
déja évoqué, le développement des nanotechnologies nous incite a penser que le fonctionnement
des NEMS pourrait étre géné par l'existence d’une force attractive (force de Casimir) entre
différents éléments mécaniques. Le fait de réduire cette force ou d’en inverser le signe pourrait
donc a terme trouver des applications.

La possibilité d'une force de Casimir négative a été envisagée & travers des cas académiques
(e = oo pour un matériau et u = oo pour l'autre) par Boyer [78]. Notons que 'existence d'une
force de Casimir négative contredit une explication rapide du phénoméne selon laquelle la force
de Casimir est attractive car il y a moins de modes pour exercer une pression de radiation sur les
matériaux a 'intérieur de la cavité qu’a I’extérieur. Or c’est aussi le cas entre un matériau diélec-
trique parfait et un matériau parfaitement perméable. L’explication est donc malheureusement
plus compliquée.

Nous partons de 'expression de Lifschitz de la force de Casimir & température non nulle. Il
s’agit d’une somme sur des fréquences imaginaires et d’une intégrale sur les nombres d’onde

-1

0 , 7 dk 9 e2rd
F, = 2kpT ) ol > -1) (4.9)
n:OEH/C " A

TX1T A2

Les fréquences w,, sont les fréquences de Matsubara w,, = i&, = i§, = 2winkgT/h. Le prime
sur la somme indique que le permier terme de la somme doit étre divisée par deux. k est relié a
la composante perpendiculaire a l'interface du vecteur d’onde k, = (w2/c? — k2 — k§)1/2 =ik.



4.2 Forces de Casimir repulsives.

Les myq (A =s, p, @ =1, 2) sont les coefficients de réflexion a l'interface. On peut montrer que
ceux-ci, méme dans le cas de matériaux multicouches sont toujours compris entre -1 et 1. Ainsi

1 eQnd -1 1
— < -1 S 4.10
e2rd 1 — <’I”)\1T)\2 ) — e2rd _ ] ( )
On en déduit qu’a température nulle
7
T=0: —gFCSFL < Fe. (4.11)
et qu’a température non nulle
3
—yfr<FL<FPr= C(3)kpT/(8md?) (4.12)

Ceci montre donc que la force de Casimir est encadrée par des limites strictes.

D’autre part, nous avons étudié les variations des forces de Casimir avec la distance pour
différents métamatériaux décrits par la théorie de milieu effectif évoquée plus haut [79]. Les
permittivités et perméabilités peuvent étre mises sous la forme de formules de type Lorentz-
Drude & condition pour la perméabilité de se placer dans un régime d’absorption faible. Pour des
fréquences imaginaires pures, ces quantités s’écrivent

] QQ ) @2
£a(if) :1+W7 Ma(lf)zl‘f‘m- (4.13)

Dans ces expressions 2 et © sont donc les fréquences de résonances électrique et magnétique
des matériaux. On associe a Q une longueur d’onde A = 27¢/Q. Avec des métamatériaux, il
est possible d’atteindre des résonances & hautes fréquences, y compris des résonances magné-
tiques. Ceci contredit un argument de Landau indiquant 'impossibilité d’avoir des résonances
magnétiques dans le visible [80]. On peut méme avec ce type de matériau faire des matériaux
gauches ou d’indice négatif, c’est-a-dire des milieux pour lesquels il existe une plage de fréquence
pour laquelle on a simultanément € et p négatif. Ce type de matériau posséde de surprenantes
propriétés vis-a-vis de la réfraction de la lumiére |73| et est abondamment étudié de nos jours
[81].

Dans la suite, nous avons normalisé les distances par rapport a la longueur d’onde plasma
électrique A et la force de Casimir par rapport a la quantité hQ/d3. Cette derniére quantité
correspond & une force de 10*pN/(A/um)* & une distance d = A/2, qui est mesurable depuis
plusieurs années [82]. Sur la Fig.4.3 est représentée la force de Casimir normalisée dans un certain
nombre de situations a température nulle. On remarque tout d’abord que la prédiction sur les
limites de la force de Casimir sont respectées dans tous les cas (zones grisées). Les métamatériaux
avec indice négatif (cas (b)), diminuent beaucoup la force. On peut obtenir la répulsion en
utilisant des couples de matériaux différents. Aux courtes distances, c’est-a-dire trés inférieures
a la fréquence plasma, la force redevient attractive avec une variation en 1/d®. Si on prend deux
matériaux identiques et que l'on en recouvre un par un matériau magnétique d’épaisseur w, on
peut également avoir de la répulsion. Il faut alors que A < d < w. C’est-a-dire étre d’une part
dans la zone de répulsion et d’autre part a distance petite devant I’épaisseur du matériau de
maniére a ce que la couche magnétique apparaisse pratiquement infinie. Si w < d, alors c’est la
couche qui est ignorée et on retrouve ’attraction entre deux corps identiques. Il est important que
la résonance magnétique soit plus forte que la résonance diélectrique pour I'un des matériaux. De
plus, il faut que ces fréquences soient grandes devant k,T'/h. Lorsque ’on part d’une situation
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Fi1G. 4.3 — Force de Casimir & température nulle entre deux plans constitués de différents maté-
riaux en fonction de la distance de séparation. La force de Casimir est normalisée par la quantité
hQY/d? et la distance par A. (a) Deux métaux non magnétiques identiques (modéle de Drude,
Qo2 =Q w2 =0et 12 =1). (b) Deux matériaux d’indice négatif identiques (€212 = 0.39,
wiz = N et ©12 = 0.3 (¢) Deux métaux non magnétiques identiques dont 1'un est recouvert
par une couche de métamatériau magnétique (Métaux : Q; = 3Q, w1 = 0 et p; = 1, métamaté-
riau d’épaisseur w = 10 x 27¢/Q et de caractéristique : Q3 = 0.1Q, wy = w et Oy = 0.3Q2). (d)
Deux métamatériaux, I'un purement diélectrique, ’autre principalement magnétique (21 = 342,
wi=0Qet up =1; W =0.1Q, wy =w et Oy = 0.302)

a température nulle et que 'on augmente la température, on s’apercoit que la zone répulsive
disparait comme le montre la Fig. 4.4. Les différents régimes de la force Casimir en fonction de
la distance peuvent s’interpréter de la maniére suivante. Pour des distances d < A, la force de
Casimir se met sous la forme I = c3/d® comme le montre les figures. La constante c3 s’écrit

_kb_T > "Li el(gn)_152(§n)_1 i Ml(fn)_lﬂz(fn)_l
=4 2T Lxsn) T ea(€n) - 1} T Lﬂ(sn) Timen -1

Pour des distances plus grandes, A < d < Ap = he/kyT, la force de Casimir suit une loi en
1/d*. La répulsion peut étre obtenue dans cette zone & condition d’avoir un matériau magnétique
possédant une résonance plus forte que la résonance diélectrique. Pour D > Arp, la force de
Casimir se limite au terme n = 0 de la formule (4.9). On trouve que ce terme est positif.

Ainsi, nous avons montré que la force de Casmir peut étre grandement modifiée, & condition
d’étre capable de fournir des métamatériaux a des fréquences optiques. Cela suppose de créer des
matériaux tels que ceux que nous avons présentés avec une longueur d’onde plasma de quelques
centaines de nm. Cela n’est pas encore la cas & ’heure actuelle. Mais, le développement des
technologies permettant de réduire la taille des composants électroniques fait encore beaucoup
de progres. Il est raisonnable de penser que de tels matériaux puissent un jour étre réalisés et
que la force de Casimir répulsive soit observée.

C3

n=0



4.3 Dépendance des propriétés optiques des matériaux avec la température : influence sur la
force de Casimir.
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F1G. 4.4 — Force de Casimir entre deux metamatériaux différents en fonction de la distance pour
différentes températures. On reprend le cas (d) de la Fig.4.3. La température prend les valeurs
kyT = (a) 0.3, (b) 0.1, (c) 0.03, (d) 0 hS.

Les détails sur le travail concernant la force de Casimir répulsive a été publié dans Europhysics
Letters [83]. Cet article se trouve en annexe de ce mémoire.

4.3 Dépendance des propriétés optiques des matériaux avec la
température : influence sur la force de Casimir.

L’influence de la température sur la force de Casimir a été étudiée & travers un nombre
considérable d’études. L’article fondateur de Lifshitz [61] sur le calcul de cette force avait déja
discuté ’essentiel des modifications que subit la force de Casimir quand, en plus des fluctuations
quantiques du vide, il faut tenir compte des fluctuations thermiques. Ce type d’étude s’effectue
en général en prenant pour le matériau, des propriétés optiques clairement définies qui ne varient
pas avec la température. On sait cependant que les propriétés physique d’un matériau changent
avec la température. On doit donc s’attendre & ce qu’il en soit de méme pour la constante di-
électrique. Nous avons vu, dans la partie précédente que les fluctuations thermiques deviennent
prépondérentes lorsque les distances mises en jeu sont grandes devant la longueur d’onde ther-
mique Ar = he/kyT. Les corrections thermiques dues a la modification des propriétés optiques
avec la température se produisent a priori a toutes les distances. Cependant, & une distance
grande devant la longueur d’onde thermique, la force de Casimir est donnée par

e(0) — 1\?
e(0)+1
Si €(0) > 1 ce qui est la cas pour un métal, Lig tend vers ((3) ou ((x) est la fonction zeta

de Riemann. Dans ce cas, il est clair qu'une faible variation de €(0) conduira au méme résultat
)
pour la force. A courte distance en revanche, nous avons vu dans la section précédente que la

ko T
F= Li
srds "

(4.15)
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force de Casimir tend vers c3/d®. On voit sur 'expression de c3 (4.14), que ces variations de
constante diélectrique sont susceptibles de jouer un role puisqu’elles ne se limitent pas a la valeur
en 0. Ainsi, ce type de correction thermique apparait dans une gamme de distance de séparation
pour laquelle les corrections dues aux fluctuations thermiques sont négligeables. Notre travail
a été d’une part d’estimer ces forces a partir de considérations et d’hypothéses générales, et
d’autre part de les estimer & partir de mesures des propriétés optiques de I'argent a différentes
températures.

Commencons par étudier comment les propriétés optiques d’un matériau métallique sont
susceptibles de varier avec la température. Les métaux sont en général modélisés par un modéle

de Drude

w2

fw)y=1- ——"L— 4.16
() w? +iyw (4.16)
wp est la fréquence plasma associée aux électrons libres du métal tandis que v est la fréquence
de relaxation de ces mémes électrons. La fréquence plasma correspond a la fréquence a laquelle
oscillent les électrons du systéme si on les relache hors de leur position d’équilibre. Cette fréquence
plasma vaut

TL€2

= (217
ou n est le nombre d’électrons par unité de volume, et m leur masse. On comprend donc que si
pour des raisons thermodynamiques le matériau se dilate, alors le nombre d’électrons par unité
de volume diminuera. On peut introduire un coefficient de dilatation thermique « tel que la

variation du volume du matériau avec la température suive une loi

V(T) = V(Tp) [1 + (T — Tp)?] (4.18)
D’ou 2(T )
2 “pllo

wi(T) = T ol T (4.19)

D’autre part, le temps de relaxation des électrons libres, donné par 1/~ est lui aussi dépendant de
la température. En effet, les électrons d’'un métal intéragissent principalement avec les phonons
du réseau cristallin dont la population dépend de la température. En traitant 'interaction entre
les électrons et les phonons, on montre [84] la formule de Bloch-Griineisen

T\’ (9T 2dedx
Y(T) <@> /0 (172 (4.20)
Revenons a ’équation (4.6) valable pour des distances d faibles i.e. faibles devant la longueur
d’onde typique a la laquelle ont lieu les résonances des matériaux. On voit que si a > 0 et y(7')
est une fonction croissante de la température, on s’attend a ce que la force en champ proche
diminue avec la température.

Cependant, les calculs de la force de Casimir qui ont été fait avec des matériaux réels montrent
des différences avec ceux effectués en utilisant des modeles simples de type modéle de Drude
[70, 85]. C’est pourquoi, il est préférable d’utiliser des propriétés optiques mesurées a différentes
températures pour traiter 'influence de la dépendance en température des propriétés optiques
des matériaux. Ces données sont malheureusement extrémement rares. Cependant, il y a une
trentaine d’années a Leiden, la dépendance des propriétés optiques de métaux nobles (argent, or
et cuivre) & été mesurée par Winsemius [86]. La partie imaginaire de la constante diélectrique a
été mesurée pour ces trois métaux entre 2.8 eV et 5.4 eV, dans la zone ou existe une résonance
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’ Distance F(90,90) F(90,90) F(90,300) F(300,90) F(300,90) F(300,300) F(300,300) F(300)
(a) (b) (a) (b) bruité Métal parfait
10~ 1 3.734 1021 | 3.731 10 21 | 3.734 10 2! | 1.245 1020 | 1.244 10 20 | 1.245 1020 | 1.246 10 20 1.254 1020
10~ 2 1.081 1010 | 1.078 10— 16 [ 1.081 10— 1° | 3.603 10— 16 | 3.596 10 1° | 3.603 10 '© | 3.612 10— 10 3.669 10— 10
10~ 3 1.030 10 1° | 1.017 10~ 13 | 1.030 10~ 3 | 3.435 10 1> | 3.390 10 12 | 3.435 10 15 | 3.498 10 15 3.957 10~ 19
10— 7 6.653 10 11 | 6.552 10 11 | 6.653 10 1! | 2.218 10 10 | 2.184 10 10 | 2.218 10 10 | 2.276 10— 10 3.960 10 10
10~ ° 8.459 10— 8.444 10~ ° 8.459 10~ ° 1.982 10~ 7 1.982 10~ 7 1.982 10~ 7 1.983 10— 10 3.960 10—/
10~ 0 1.048 10 5 1.030 10 S 1.048 10 S 9.460 10— % 9.314 10 % 9.460 10~ % 9.470 10— % 1.301 10 °
10~ 7 5.219 4.955 5.222 5.200 4.939 5.203 5.222 12.998
10~° 13633 13038 13654 13633 13037 13653 13789 1.2998 10°
109 1.878 107 1.800 107 1.881 107 1.878 107 1.800 107 1.880 107 1.908 107 1.2998 107

TAB. 4.1 — F(T, Ty;e;) pour différentes températures de matériaux 7' et pour différentes tempéra-
tures Ty & laquelle les propriétés optiques sont prises. Le cas traité ici est celui de ’argent. Le
cas (a) correspond aux données de Palik [42] & Ty;e; = 300 K prises en dehors de 'intervalle [2.8
eV,5.4 eV]. Le cas (b) correspond au cas ou sur U'intervalle [0,2.8 eV], on prend les données de
Palik multipliées par 0.81 afin de raccorder en 2.8 eV les données de Winsemius et de Palik. Le
cas “bruité” correspond aux données de Palik & 300 K multiplié aléatoirement par un coefficient
compris entre 0.8 et 1.2. Dans cette table les distances sont en m et les forces en N m~2.

plasmon pour ces trois métaux. Ces mesures ont été effectuées a 90 K, 515 K et 795 K. D’autre
part, & 300 K existent les données issues de diverses équipes et compilées par Palik [42]. Dans le
cas de 'argent, la résonance est bien marquée et sa forme varie sensiblement avec la température
indiquant la possibilité d’une variation importante de la force de Casimir avec les variations de
la constante diélectrique. C’est pourquoi nous avons préférentiellement étudié ce métal.

La formule de Lifshitz (4.9) contient une somme sur les fréquences imaginaires entre 0 et
Iinfini. I1 est donc nécessaire de connaitre la constante diélectrique des mirroirs sur 1’axe imagi-
naire. La formule de Kramers-Kronig réécrite sur I’axe imaginaire permet de relier la constante
diélectrique sur cet axe a la partie imaginaire de la constante diélectrique sur ’axe réel [70]

, 2 ° xe’(x)
e(i§) =1+ 7T77/0 mdm (4.21)
Le probléme vient du fait que I’on ne connait la partie imaginaire de la constante diélectrique
que sur une partie du spectre alors qu’en théorie il faudrait la connaitre partout. En dehors du
domaine étudié par Winsemius et al., nous avons pris les données de Palik & T = 300 K. Deux
types de raccord ont été effectué

— reprise pure et simple des valeurs de Palik entre 0 et 2.8 €V et au-dela de 5.4 eV (traitement

(a)):
— multiplication des valeurs de Pailk par 0.81 pour des énergies inférieures & 2.8 afin de
raccorder les valeur de Palik et Winsemius en 2.8 eV (traitement (b)).

On définit deux types de température. On appelle T' la température des matériaux et du vide
les séparant et Ty la température a laquelle les propriétés optiques des matériaux ont été prises
pour faire le calcul de la force. On calcule ainsi la force F(T, Tyie;) T = 90 ou 300 K et Ty;e; = 90
ou 300 K. Les résultats sont reproduits dans la table 4.1.

Dans cette table, seuls les résultats pour lesquels les deux températures sont égales ont un
sens. Nous avons néanmoins calculé des quantités comme F'(90,300) correspondant & une force
calculées & 90 K avec des propriétés “classiques” de matériau c’est-a-dire prises a température
ambiante & 300 K. Ce type de calcul correspond & ceux habituellement faits lorsqu’on calcule la
force de Casimir sans prendre en compte les variations des propriétés optiques avec la tempé-
rature. Si ’on veut voir 'influence de la température sur les fluctuations du vide telle qu’elle a
été déja décrite [87, 88], il faut comparer des calculs a des température différentes pour lesquels
les constantes diélectriques prises sont les mémes. Par exemple, comparer pour les cas (a) et (b)
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F(90,90) et £'(300,90). On peut de méme comparer F'(90,300) et F'(300,300). On voit que cette
correction existe a grande distance pour disparaitre quand les distances de séparation approchent
la dizaine de nanomeétres.

L’influence de la dépendance des propriétés optiques avec la température s’étudie en com-
parant des calculs de F'(90,90) avec F'(90,300) ou encore de F'(300,90) avec F'(300,300). On
voit aux températures habituelles qu’il n’y a pas de différences entre ces calculs pour des dis-
tances importantes. Ces corrections n’apparaissent que pour des distances courtes c’est-a-dire
inférieures & 100 nm. On retrouve donc bien, comme prevu, que les corrections de température
habituelles de la force de Casimir ont lieu & grande distance tandis que celles dues & la variation
des propriétés optiques ont lieu & courte distance. Néanmoins, on trouve que ces corrections sont
tres faibles (inférieures au %) et bien inférieures a ce que 'on peut détecter a I’heure actuelle.
De plus, il semble que les corrections ne vont pas dans le sens de celles prédites en faisant la
simple analyse faite précédemment & ’aide d’un modéle de Drude. On avait, dans le cadre de
ce modéle prédit une diminution de la force avec la température. Il semble ici que ’on a en fait
une augmentation avec la température, dans les deux types de raccords que nous avons effectués.
Ainsi, les analyses basées sur une variation avec la température des parameétres d’un modéle
de Drude apparaissent insuffisante. Une analyse plus fine, basée sur I’étude de matériaux réels
nécessite cependant d’avoir des mesures de propriétés optiques sur un spectre plus large que que
celui considéré par Winsemius et al.

Cependant, nous avons aussi étudié la sensibilité de la force de Casimir & un bruit sur les pro-
priétés optiques. Nous avons pris les données de Palik et nous avons multiplié la partie imaginaire
de la constante diélectrique par un nombre au hasard tiré entre 0.8 et 1.2. Nous voyons dans la
colonne F'(300,300) “bruité” de la table 4.1 que la force est modifiée d’a peine 1% et seulement
aux courtes échelles de distances. Ainsi, la force de Casimir semble donc robuste vis-a-vis des
variations de la constante diélectrique. Des variations de la force existent lorsque les propriétés
optiques changent mais restent cantonées a de petites variations.

4.4 Perspectives

Comme il a déja été dit précedemment, le domaine d’application des forces de Casimir s’est
considérablement élargi avec le développement des nanotechnolologies. De nombreux groupes
de physiciens théoriciens se sont attachés & calculer tous les types de corrections susceptibles
de modifier cette force. Ces corrections vont, semble-t-il étre trés prochainement accessibles & la
mesure. Les propriétés optiques des matériaux vont devoir étre particuliérement bien déterminées
pour permettre des prédictions trés fines. En ce qui concerne les ondes de surfaces, nous avons vu
que certains modes donnaient une contribution répulsive & la force. Il semble qu’il soit possible
de jouer sur la géométrie des corps en interaction afin d’augmenter ces contributions répulsives
et de changer le signe de la force [89]. Pour ma part, j’ai travaillé dans ce domaine de recherche
un peu par hasard en étudiant les modifications de densités d’état électromagnétique en champ
proche prés des interfaces. Mes nouvelles recherches au laboratoire d’études thermiques sur la
conduction aux courtes échelles sont assez éloignées des forces de Casimir. Je ne pense donc pas
travailler plus sur ce sujet passionnant et qui sans nul doute continuera d’attirer ’attention de
nombreux physiciens.



Chapitre 5

Transfert conductif aux courtes échelles
de temps et d’espace

5.1 Introduction.

Ce chapitre traite d’études faites récemment sur la conduction aux courtes échelles de temps
et d’espace. Cette problématique va devoir étre de plus en plus abordée & cause du développement
des nanotechnologies. En effet, des transistors de taille nanométrique sont ouvertement envisagés
pour les années 2020 [90]. De plus, des technologies de stockage de mémoire haute densité basées
sur I'utilisation de pointes chauffantes placées a I’extrémité d’un microscope de champ proche sont
en cours de développement [91]. Le stockage s’effectue en chauffant localement et trés rapidement
un substrat afin d’écrire un bit. Ce type de technologie nécessite de connaitre 1’évolution spatiale
et temporelle du flux de chaleur. Or, & ces faibles échelles spatiales et temporelles, la conduction
thermique est susceptible de différer de son comportement classique pour deux raisons [2] :

— La conduction thermique se fait par l'intermédiaire d’ondes acoustiques. Dans les cris-
taux, ces ondes acoustiques peuvent étre identifiées aux modes propres du systéme dans
I’approximation du potentiel harmonique. Ces modes peuvent étre vus comme des quasi-
particules appelées phonons qui peuvent interagir avec le matériau ou entre elles. Lorsque
les distances typiques diminuent, elles peuvent devenir plus courtes que le libre parcours
moyen des phonons. On passe alors d’un transport de type marche au hasard ou diffusif
(obéissant a I’équation de diffusion) & un transport de type balistique.

— En conduction classique, le flux conductif est relié au gradient thermique par la loi de
Fourier. Celle-ci stipule que la réponse (le flux) a l'excitation (le gradient thermique) se
fait instantanément.

Un moyen de traiter ce type de probléme est de revenir au comportement des porteurs de chaleur
individuels & savoir les phonons. On étudie I’évolution d’une fonction de distribution f(r,p,t)
décrivant le nombre de phonons dans un certain volume de I’espace des phases d°r, d®>p autour
du point de coordonnées (r,p). L’équation d’évolution de f est ’équation de Boltzmann, qui
dans sa plus grande généralité s’exprime

of(r,p,1)

F _(of
8t) + V-vl‘f(ra p7 t) + E'fo(ra p7 t) - <>CO” (51)

ot

Les trois termes de gauche représentent 1’évolution de la fonction de distribution sous I'influence
respective du temps, de 'advection et d’une force extérieure. Le terme de droite représente 1’évo-
lution de la fonction f due aux collisions. Lorsque les particules que décrivent f sont des photons,
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I’équation de Boltzmann n’est rien d’autre que 1’équation de transfert radiatif. Il n’y a pas de
force extérieure et le terme de collision n’est rien d’autre que la somme d’un terme d’absorption,
d’un terme de diffusion et d’un terme d’émission. On identifie la fonction de distribution & la
luminance.

Dans le cas de phonons, I’écriture du terme de collision est assez ardue, particuliérement
pour traiter de l'interaction entre phonons. Ceux-ci interagissent par 'intermédiaire des termes
anharmoniques du potentiel. Ces collisions ne conservent pas le nombre de particules et ne
conservent pas toujours la quantité de mouvement. Ces interactions ont tendance & restaurer
I’équilibre thermodynamique c’est-a-dire & forcer les phonons & suivre une distribution d’équilibre.
C’est pourquoi le terme de collision de I’équation de Boltzmann est décrit par I’approximation du
temps de relaxation : la fonction de distribution f(r,p,t) tend vers une distribution d’équilibre
fO(r,p) sur une échelle de temps de l'ordre 7(p) :

87f __f(r’pvt)_fo(rvp)
<8t>wu B @) (52)

Dans le cadre de cette approximation, ’équation de Boltzmann s’identifie a ’équation de transfert
radiatif en ’absence de diffusion. Tous les outils numériques développés pour résoudre 1’équation
de transfert radiatif peuvent donc étre utilisés pour traiter ce cas. Tous les phénomeénes et la
complexité physique des interactions sont “cachés” dans 7(p).

5.2 Modélisation du transfert par simulation Monte Carlo.

5.2.1 Principe et intérét de la méthode.

La méthode choisie dans le travail présenté ici est la méthode de Monte Carlo. Si cette mé-
thode a été considérablement utilisée pour résoudre des problémes radiatifs, elle I’a été trés peu
pour des systémes conductifs basés sur le transport de phonons. Nous nous sommes appuyés sur
les travaux pionniers de Peterson [92] et de Mazumder et Majumdar [93]. On découpe l'objet
d’étude en cellules élémentaires. Chaque cellule contient un certain nombre de phonons de fré-
quence w et de vecteur d’onde K. Chaque phonon peut se déplacer dans le cristal et aller ou non
vers une autre cellule. Ces phonons peuvent aussi interagir entre eux ou avec ’environnement.
Ces deux contributions (déplacement et interaction) font que la distribution des phonons dans
chaque cellule est modifiée & chaque pas de temps de la simulation. C’est le nombre de phonons
et leur distribution qui permet & chaque pas de temps de calculer la grandeur caractéristique de
ces cellules & savoir la température.

Cette méthode posséde un certain nombre d’avantages. Elle permet, comme nous le verrons,
de traiter simplement les problémes transitoires. Elle permet aussi de traiter des géométries
complexes et de bien séparer les différents types d’interaction entre phonons se produisant dans le
cristal. C’est sur ce dernier point que se situe notre apport original par rapport aux contributions
précédentes [94]. Le principal inconvénient de cette méthode est le temps de simulation qui est
important. Cependant, ce temps d’intégration ne varie pas avec la complexité du systéme. Cette
méthode n’est donc pas compétitive sur des systémes simples (comme celui étudié ici!) mais peut
étre trés efficace sur des systémes compliqués.

5.2.2 Méthode de Monte Carlo.

Afin de valider notre méthode, nous nous sommes intéressés au cas plan-paralléle, c’est-a-
dire a la modélisation d’une couche de matériau (silicium ou germanium) de quelques microns
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d’épaisseur. Le découpage consiste en un empilement de cellules (Figh.1) suivant la direction z.
Au début de la simulation, on impose une température & chacune des cellules qui se voit affecter

FiG. 5.1 — Modéle étudié. Empilement de cellules modélisant une géométrie plan-paralléle.

un nombre de phonons. Dans des conditions d’équilibre thermodynamique local (ETL) dont on
se considérera toujours proche, le nombre de phonon par unité de volume s’exprime

% = ; /OOO N p(w)dw (5.3)

ol p(w) est la densité volumique d’état, p la polarisation, et n,,, le nombre de phonon a 'ETL

1
e = oxplhw/ (ke T)) — 1

(5.4)

L’énergie volumique du systéme de volume V' considéré s’exprime en sommant sur tous les modes
le produit de I’énergie du mode par sa population a ’'ETL

g = Z /OOO hwn(w, p)p(w)dw (5.5)

Le densité d’état pour la polarisation p s’exprime quant a elle p(w)dw = K(w)2dw/(2m%v,,),
ot vy, = Ow(K,p)/OK est la vitesse de groupe pour la polarisation p. Les polarisations prises
en compte dans les matériaux considérés sont les branches acoustiques. Deux branches sont
présentes. Une branche longitudinale correspondant & des vibrations se produisant dans le sens
de propagation des ondes et une branche transverse dans laquelle les vibrations se produisent
dans la direction perpendiculaire & la propagation. Cette deuxiéme branche est dégénérée deux
fois (les mouvements transverses sont dans un plan) et doit donc étre comptée deux fois dans les
calculs de N et deFE.

A température ambiante, affecter & chaque cellule le nombre de phonon prévu par les lois de
distribution de 'ETL conduit & un nombre considérable de phonon. C’est pourquoi on est conduit
& introduire un facteur d’échelle W et un nombre de phonon simulée N* qui est le rapport entre le
nombre réel de phonon et le facteur d’échelle. Pour affecter des phonons a chaque cellule suivant
la loi de distribution proche de 'ETL, on construit une fonction de distribution de probabilité qui
permet d’affecter une fréquence & chaque phonon simulé lors d’un tirage aléatoire. On effectue
également un tirage aléatoire pour choisir la polarisation et un autre pour affecter la direction
de propagation du phonon. On arréte le processus d’affectation de phonons lorsque 1’énergie de
la cellule approche de celle prévue par I'équation (5.5).

Les phonons sont ensuite soumis & une phase pendant laquelle ils se déplacent librement selon
leur direction de propagation et leur vitesse. Ils peuvent changer de cellule. Lorsqu’ils atteignent
les bords latéraux de la cellule ils sont réfléchis spéculairement si I’on souhaite simuler une couche
plan-paralléle ou bien de maniére aléatoire si ’on souhaite prendre en compte des phénomeénes
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de réflexion diffuse dans des systémes confinés comme des nanofils. A la fin de cette phase, la
répartition des phonons dans les cellules et donc ’énergie de chaque cellule a changé. On calcule
une nouvelle température en inversant (5.5). Cette température va servir dans le calcul des temps
de relaxation intervenant dans la phase suivante de la simulation : les processus collisionnels.
Les phonons peuvent interagir avec leur environnement, notamment avec les impuretés, les
dislocations du cristal ou bien les défauts [95]. Ce type de processus est trés semblable & ce qui
se passe lorsque des photons interagissent avec des particules. Il n’y a pas de changement de
fréquence mais simplement un changement de direction. Ce type d’interaction peut se traiter
dans I'équation de Boltzmann en introduisant un terme de diffusion (au sens de “scattering”
en anglais). Les phonons peuvent aussi interagir entre eux a cause de la présence de termes
anharmoniques dans le potentiel du cristal. Les phonons sont les modes propres du cristal lorsque
I’on se restreint au potentiel harmonique. Dans la réalité, ce ne sont pas des modes propres, la
présence de termes d’ordre 3 autorisant des processus dans lesquelles deux phonons interagissent
ensemble pour en former un troisiéme. Au cours de ces interactions, I’énergie est conservée, de
méme que la quantité de mouvement. En fait deux types de processus doivent étre différenciées.
Les interactions normales dans lesquelles le phonon résultant & une quantité de mouvement
comprise dans la premiére zone de Brillouin du réseau réciproque du cristal. Dans ce cas, la
quantité de mouvement est conservée stricto sensu. Le deuxiéme type d’interaction est celui dans
lequel la quantité de mouvement résultante est située en dehors de la premiére zone de Brillouin.
Ce vecteur d’onde est équivalent a la somme d'un vecteur d’onde de la zone de Brillouin et
d’un vecteur du réseau réciproque. Ce sont les processus Umklapp (Fig.5.2). Ces derniers sont
responsables de la conductance thermique finie du matériau. En effet, les processus respectant
la conservation de la quantité de mouvement ne peuvent introduire de résistance thermique.
On comprend facilement que ce type d’interaction ne peux pas se traiter comme un vulgaire

Ky premiére zone Ky
de Brillouin
- ~
K K
K" K" G
KX KX
K K
processus N processus U

Fi1c. 5.2 — Processus Normaux et processus Umklapp dans un cristal.

terme de diffusion avec une fonction phase. Deux problémes se posent en effet. Le nombre de
particules n’est pas conservé et la fréquence des phonons est changée. Les interactions Umklapp
introduisent de la résistance thermique, c’est-a-dire qu’elles ont tendance & ramener les phonons
vers une distribution d’équilibre. C’est pourquoi on traite ces processus dans I’approximation du
temps de relaxation. Il faut alors calculer ces temps et c’est un défi considérable de les obtenir
[96, 97, 98]. En utilisant des valeurs de 7(w) utilisées dans le passé et en combinant les différents
phénomenes d’interaction [94], nous avons finalement calculé un temps de relaxation pour chaque
fréquence que l'on calcule & la température T%. Si At est le pas de temps de la simulation, un
phonon de fréquence w aura une probabilité d’interaction

Poop(w) =1 — e A8T/7(@) (5.6)

Pour chaque phonon, on tire un nombre entre 0 et 1. Si ce nombre est inférieur & P,,; le phonon
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est diffusé sinon il reste dans le méme état. Il convient alors de créer un certain nombre de
phonons pour mimer le fait que les phonons ont leur distribution qui relaxe vers la distribution
d’équilibre. On les crée suivant la méme procédure qu’a l'initialisation mis & part que cette
distribution est modulée par la probabilité de collision afin de respecter la loi de Kirchhoff (la
destruction équilibre les créations a ’équilibre). C’est ici que se situe la différence principale avec
les travaux de Mazumder et Majumdar [93]. Leur simulation redistribuait les phonons diffusés
selon la température T™. Nous avons montré que ce traitement ne conservait pas 1’énergie. Une
fois ce processus terminé, les phonons peuvent & nouveau poursuivre leur trajectoire selon leur
vecteur d’onde. Deux cellules ont cependant un role a part. Il s’agit des cellules dans lesquelles
on impose la température. Dans ces deux cellules, on initialise & chaque pas de temps les phonons
selon la température assignée. On a alors pour ces deux cellules, deux “corps noirs” de phonons.

5.2.3 Reésultats.

Pour valider la méthode, nous I'avons testé dans des configurations o ’équation de la cha-
leur doit étre valable. Nous avons simulé une tranche de germanium & température ambiante
d’épaisseur micronique. Nous avons considéré une pile de 40 cellules de 50 nm d’épaisseur selon z
et de 500 nm d’épaisseur selon x et y. Nous avons un facteur W de 80000. Nous avons imposé a
cette pile des températures extrémes de 290 K et 310 K. A I'instant ¢ = 0, toutes les cellules sont
a 290 K sauf celles & 310 K. Nous avons comparé notre simulation avec une solution analytique
de ’équation de la chaleur. On remarque sur la Fig. 5.3 un excellent accord si ’on prend une dif-
fusivité pour le germanium o = 3.6 x 107° m? s™! (valeur expérimentale a 300 K). Nous sommes
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FiG. 5.3 — Température dans une tranche de germanium. Comparaison entre la simulation par
méthode de Monte Carlo dans le régime de diffusion (Fourier) avec une solution analytique de
I’équation de la chaleur.

alors dans le régime de diffusion : le libre parcours moyen des phonons est tres inférieur a la taille
de 'objet étudié. Les phonons sont diffusés et subissent une sorte de marche au hasard, processus
qui conduit systématiquement & un régime de diffusion [1]. Notons que pour ces simulations on
peut avoir accés au flux conductif dans la pile. En se placant en régime permanent, il est possible
d’en déduire la conductivité du matériau étudié. Nous avons ainsi effectué des simulations qui
nous ont permis de retrouver les conductivités du silicium et du germanium a quelques % des
valeurs mesurées sur une plage de température allant de 100 K a 500 K.
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Fi1G. 5.4 — Température dans une tranche de silicium et de germanium au cours du temps & basse
température (régime balistique).

Nous avons testé notre méthode & basse température ot les interactions par processus Umk-
lapp deviennent négligeables. Dans ce cas, les phonons interagissent principalement avec les
défauts, les impuretés et les dislocations. En fait les phonons ont tendance & “voler” directement
d’une extrémité de la pile a ’autre. Nous avons donc considéré une pile de 40 cellules de 500
nm de coté et de 250 nm d’épaisseur. Les températures sont & 3 K a ¢ = 0 sauf sur une cellule
du bord qui est & 12 K. Nous avons effectué des simulations pour le germanium avec un facteur
W =30 et W = 20 pour le silicium. Les resultat est présenté sur la Fig. 5.4. On voit que pour les
deux matériaux la température finale tend vers la demi-somme des puissances quatriéme de la
température. C’est le résultat obtenu en rayonnement dans un milieu optiquement mince placé
entre deux plaque noires. La physique et la statistique des phonons et des photons étant la méme
dans cette configuration, il n’est pas surprenant de trouver ce résultat. On observe également au
cours du temps deux “bosses” de température se déplacer du chaud vers le froid. La plus rapide
correspond a la transmission de chaleur par les ondes longitudinales qui sont plus véloces et la
deuxiéme par les ondes transverses.

A une température donnée, on se doute donc que c’est la comparaison entre le libre parcours
moyen des phonons et la taille du systéme qui déterminera la nature du régime de conduction
dans lequel on se situe. Nous avons ainsi simulé des échantillons plan-paralléles de silicium de
différentes tailles entre 290 K et 310 K . Nous voyons sur la Fig. 5.5 que lorsque la taille de
I’échantillon simulé diminue, on passe progressivement d’une situation de régime de Fourier
a une situation de régime balistique. On observe ainsi des situations intermédiaires entre les
régimes balistique et de Fourier qui ne sont pas calculables analytiquement. On notera que ces
situations sont celles qui peuvent apparaitre pour les objets microscopiques que constituent les
semiconducteurs ou les microsystémes électromécaniques. On constate donc qu’a ces échelles le
régime purement diffusif n’est pas atteint sans que ’on soit dans le régime balistique. Il est donc
nécessaire de traiter le probléme dans sa complexité ce que permet 'outil développé ici.
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FiG. 5.5 — Température en fonction de la distance en régime permanent d’un échantillon plan-
paralléle de silicium pour différentes épaisseurs totales.

5.3 Perspectives.

La méthode développée précédemment ne va pas s’arréter & 1’étude d’échantillons plan-
paralléles de matériaux divers et variés. Son application future s’oriente vers 1’étude de pro-
priétés thermiques d’objets de petites tailles comme les nanofils de silicium ou les nanotubes de
carbone. Les nanofils, plus que les échantillons plan paralléles de petites tailles sont les objets
typiques intervenant dans les semiconducteurs ou les microsystémes. Leur futur réle pourrait
devenir important dans la conception et la réalisation de nouveaux matériaux thermoélectriques
plus performants [99].

Ces objets ont été beaucoup étudiés récemment & travers différentes méthodes. La dynamique
moléculaire [100] ou des estimations de conductivité en reprenant les théories de Holland et
Callaway ont produit des résultats intéressants [101]. Dans tous les cas, il faut recalculer les
modes propres dans un tel fil, analytiquement en reprenant la théorie des ondes acoustiques
guidées [102], ou par dynamique moléculaire [103]. Les modes dans les nanofils sont modifiés par
rapport & ce qu’ils sont dans le matériau massifs. Le nanofil est un peu I’équivalent d’une fibre
optique : seuls certains modes peuvent se propager. S’il y a moins de modes & disposition pour
transmettre les ondes acoustiques, la chaleur a plus de mal & étre transmise : la conductivité
baisse. Des expériences ont mis en évidence ces caractéristiques [104]. A basse température, il
a méme été montré que la conductance s’écrivait comme le produit du nombre de modes par
un quantum de conductance [105]. Les calculs effectués jusqu’a présent ont pu reproduire les
expériences [103|, mais en ajustant certains parameétres comme la part de réflexion diffuse dans
la réflexions des modes aux interfaces. De plus, dans ces calculs, un certain nombre de faits n’ont
pas été étayés comme 'utilisation telle quelle des temps de relaxation des modes du matériau
massif appliqués aux modes du nanofils.

Nous travaillons actuellement sur le calcul de la conductance d’un tel nanofil & 'aide de
la méthode de Monte Carlo. Nous déterminons les modes propres du nanofil. Nous calculons &
laide de la théorie de Klemens [106], le temps de relaxation Umklapp pour ces modes. Nous
en déduisons a l’aide de la simulation de Monte Carlo la variation de la température dans ces
nanofils nous aidant ainsi & comprendre le comportement thermique de ces objets.






Chapitre 6

Conclusion générale

Le travail présenté dans ce mémoire s’est déroulé sur une période d’environ sept ans. Il a suivi
mon doctorat en astronomie qui portait sur la turbulence et la chimie du milieu interstellaire et
a été en rupture presque compléte avec mon travail de thése. Le théme fédérateur de ce travail
a été le transfert d’énergie et de moment aux courtes échelles.

Nous avons étudié dans un premier temps le réle joué par les ondes de surface sur les proprié-
tés des champs thermiques. Nous avons vu en particulier que ces ondes changeaient radicalement
les propriétés de cohérence du champ électromagnétique en champ proche. Nous avons montré
que ces propriétés s’expliquent en tenant compte de 'augmentation de la densité d’état électro-
magnétique pres des interfaces ol se propagent les ondes de surface. Nous avons vu ainsi que le
champ électromagnétique thermique en champ proche pouvait, suivant la distance a 'interface,
étre plus cohérent ou moins cohérent qu'un corps noir. Nous avons montré que les propriétés
de grande cohérence du champ électromagnétique pouvaient étre exploitées pour concevoir des
sources thermiques émettant en champ lointain avec une grande cohérence spatiale. Nous avons
expliqué aussi que cette densité d’état pouvait a priori étre mesurée par des techniques optiques
de champ proche comme la microscopie optique de champ proche. En présence de modes de
surface, une nouvelle technique de microscopie optique de champ proche sans éclairage parait
méme envisageable.

Nous avons également étudié le role des ondes de surface dans les transferts d’énergie et
de moment. Le premier cas traitait du transfert par rayonnement en champ proche tandis que
le second se rapportait & une force : la force de Casimir. Nous avons pu montrer en champ
proche la présence d’un nouveau canal de transfert se faisant aux fréquences des ondes de sur-
faces couplées entre deux matériaux. Nous avons vu qu’a des distances nanométriques le transfert
pouvait étre augmenté de plusieurs ordres de grandeurs. Des applications sont envisageables dans
le refroidissement ou le chauffage de composants électroniques ainsi que pour des applications
thermophotovoltaiques. Nous pouvons aussi imaginer qu’une assemblée de particules chauffée et
située & des distances les unes des autres inférieurs aux longueurs d’ondes infrarouges puissent
abaisser leur température par ce mode de refroidissement. Nous montons & 'heure actuelle une
expérience pompe-sonde avec un laser femtoseconde pour vérifier cette hypothése. Nous avons
aussi montré que les guides d’ondes peuvent étre d’excellents candidats pour obtenir les proprié-
tés et les résultats que nous avons observés avec des matériaux supportant des ondes de surface.
L’intérét des guides d’ondes est que ’on peut utiliser les deux polarisations du champ électro-
magnétique, que 'on peut obtenir de grandes longueurs de cohérence et que 1’on peut a priori
choisir le guide de telle maniére & obtenir des propriétés intéressantes & une fréquence voulue.
En champ proche nous avons confirmé que la force de Casimir pouvait s’interpréter comme un
échange de moment entre modes de surfaces couplés. Il parait méme possible de jouer sur ces

7
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modes pour changer le signe de la force. Nous avons également cherché les conditions que devrait
remplir des métamatériaux magnétiques pour changer le signe de la force de Casimir ou tout du
moins l'atténuer. Rappelons qu’avec le developpement des nanotechnologies, I'influence de cette
force dans les nano-systémes pourrait devenir génante et qu’il est dont important d’en connaitre
tous les ressorts.

Nous avons enfin abordé le probléme de la conduction aux courtes échelles de temps et
d’espace. La encore, avec le développement des nanotechnologies et des nano-objets, le probléme
de I’évacuation des flux de chaleur se pose de maniére de plus en plus insistante. De plus,
on sait que ces nano-objets peuvent étre soumis & des cycles de chauffage sur des périodes
inférieures & la nanoseconde. Pour étudier sérieusement les échanges de chaleur a ces échelles de
temps, nous avons du abandonner les lois physiques classiques de la conduction pour revenir &
I’étude de ’équation de transport de Boltzmann. Nous avons choisi de résoudre cette équation
numériquement par une méthode de Monte Carlo. Cette méthode a maintenant été validée et
nous allons l'appliquer & des nanosystémes de types nanofils. Par ailleurs, nous développons
une autre méthode de résolution numérique de 1’équation de Maxwell basée sur 1'utilisation
d’une méthode de type “ordonnées discrétes”. Nous allons appliquer ces méthodes numériques au
probléme expérimental auquel nous nous sommes attaqués a savoir le refroidissement d’agrégats
métalliques prisonniers d’'une matrice transparente. Ces agrégats sont chauffés par un laser de
type Titane Saphir dans l'infrarouge. Ils sont sondés & des fréquences dans le visible se situant
aux alentours de leur résonance de plasmon de surface. Ces mesures permettront de connaitre
I’évolution en température d’agrégats et de tester les modéles de conduction élaborés.
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